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RESUMO

PERUZZO, G. P. Operadores compostos invariantes de BRST nos modelos de Higgs
U(l) e SU(2). 2022. 218 f. Tese (Doutorado em Fisica) — Instituto de Fisica Armando
Dias Tavares, Universidade do Estado do Rio de Janeiro, Rio de Janeiro, 2022.

No modelo de Higgs U(1) e no modelo de Higgs SU(2) existem operadores com-
postos invariantes de BRST que fornecem uma descricao completa do espectro fisico da
teoria. Utilizando o calibre R, fazemos uma andlise detalhada dos polos e das densida-
des espectrais das funcoes de Green de 2-pontos desses operadores calculadas até 1-loop
e comparamos com as fungoes de Green de 2-pontos dos campos elementares. Com a
introducao desses operadores na agao de partida, no calibre de Landau, podemos derivar
um conjunto de identidades de Ward adicionais as que j& existem no modelo sem os ope-
radores. Com essas identidades, nés determinamos a renormalizacao desses operadores
compostos e derivamos alguns resultados exatos para as funcoes de Green desses opera-
dores.

Palavras-chave: Modelo de Higgs. Operadores invariantes de BRST. Densidades

espectrais. Renormalizagao.



ABSTRACT

PERUZZO, G. P. BRST invariant composite operators in the U(1) and SU(2) Higgs
model. 2022. 218 f. Tese (Doutorado em Fisica) — Instituto de Fisica Armando Dias
Tavares, Universidade do Estado do Rio de Janeiro, Rio de Janeiro, 2022.

In the Higgs model U(1) and in the Higgs model SU(2) there are BRST invariant
composite operators that provide a complete description of the physical spectrum of the
theory. Using the R¢ gauge, we make a detailed analysis of the poles and spectral densities
of the 2-point Green functions of these operators calculated up to 1-loop and compare
them with the 2-point Green functions of the elementary fields. Adding these operators in
the starting action, in the Landau gauge, we can derive a set of additional Ward identities
to those that already exist in the model without the operators. With these identities we
determine the renormalization of these composite operators and derive some exact results
for the Green’s functions of these operators.

Keywords: Higgs model. BRST invariant operators. Spectral densities. Renormalization.



Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura

LISTA DE ILUSTRACOES

1 - Propagadores da teoria. . . . . . . . .. ... ... ...
2 - Corregoes a 1-loop para a Fungao de Green (A, (p) A, (—p)) . . . . ..
3 - Funcao de Green (A, (p) A, (=p)). . . . . . . . ..
4 - Corregoes a 1-loop para a fungao de Green conexa (h (p) h (—p)).
5 - Fungao de Green conexa (h(p)h(—p)). . . . . . .. .. L.
6 - Polo de (A (p) A(—p))" obtido pelo método perturbativo. . . . . . . . .
7 - Polo de (A (p) A(—p))" obtido por métodos diferentes. . . . . . . . . .
8 - Polo de (h (p) h (—p)), ms obtido pelo método perturbativo. . . . . . .
9 - Polo de (h (p) h (—p)), ms obtido por métodos diferentes. . . . . . . . .
10 - Dependéncia do polo de (h (p) h (—p)) obtido pelo método numérico. .
11 - Residuo de (A (p) A(—p)". . . . .. ..
12 - Polo (em amarelo) e o ponto de corte (em verde) de (A (p) A(—p))’. .
13 - Residuo de (h (p)h (=p)). - - - o o o o o i i
14 - Polo e o ponto de corte de (h (p)h(=p)). . . . . . . . . . L.
15 - Densidade espectral de (A (p) A(—p))'.. . . . .. ... ... ... ...
16 - Densidade espectral de (h(p)h(=p)). . . . . . . . ...
17 - Contribuigoes para (O (p) O (—=p)). « .« o v v v v i it i
18 - Diagramas com uma perna externade h. . . . . . . . . ... ... ...
19 - Diagramas sem pernas externas. . . . . . . . . . . . . .. ...
20 - Gréfico de (O (p) O (—p))™™ = Goo (p?). -+« o v o v o i i i
21 - Tipos de diagramas de (O (z) O (y)). . . . . . . .. .. ... ..
22 - Tipos de diagramas (V,, () V, (y)). . . . . . . .. ... ... ... ..
23 - Corregoes a 1-loop para (p (p) p(=p)). - - -« o v
24 - Corregoes a 1-loop para (p(p) A, (=p)). . . . . . . ...
25 - Quarto grupo de diagramas de (V, (p) V., (=p)). . . . . . .. ... ...
26 - Quinto grupo de diagramas de (V), (p) V,, (
27 - Sexto grupo de diagramas de (V, (p) V, (=p)). . . . . . . . ... .. ..
28 - Sétimo grupo de diagramas de (V, (p) V., (=p)). . . . . . . ... .. ..
(

32 - Décimo primeiro grupo de diagramas de (V,, (p) V,, (=p)). . . . . . . ..
33 - Gréfico de (V (p) V (=p)) ™. . . .
34 - Densidade espectral po (t). . . . . . .. ..o
35 - Densidade espectral py (¢). . . . . . .. ..o L
36 - Principais propagadores do modelo de Higgs SU(2). . . . . . ... . ..



Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura
Figura

37 - Correcoes a 1-loop para (h(p)h(=p)) . . . .« oo
38 - Corregoes a 1-loop para (A% (p) AY (=p))e o
39 - Correcoes a 1-loop para (O (

40 - Corregoes a 1-loop para (R (p
41 - Residuo da funcao (h(p)h(—p)). . . . . . . . . oo
42 - Densidades espectrais de (h (p) h (=p))™. . . . ... ... ...
43 - Residuo da funcdo (A (p) A(=p))". . . . . ... ... ...

44 - Densidades espectrais de (A (p) A (—p))""™. . . . ... ...,
45 - Densidades espectrais de (O (p) O (—p))™. . . . . ... .. ... ..
46 - Densidades espectrais de (R (p) R(—p))"™. . . . . ... .. ... ...
47 - Densidades espectrais de (h (p)h (—p))™. . . . . ...
48 - Densidades espectrais de (A (p) A (—p))""™. . .. ... ... ...,

49 - Vértices de interacao de Sy. . . . . . . ..o
50 - Vértices de interagao para o calculo de fungoes de Green de O(z). . . .
51 - Vértices de interacdo para o calculo de funcées de Green de V,,(x). . . .
52 - Contorno no plano complexo. . . . . . . . ... ... ... ... ...
53 - Fungao (@, (p1) .- @i, (Pn))- - -« o o o oo
54 - Vértices de interacao de Sy. . . . . . . . ...
55 - Vértices de interagao para o célculo de fungoes de Green de O(z). . . .
56 - Vértices de interagao para o calculo de funcoes de Green de O(z). . . .
57 - Fungdo de Green (h) . . . . . . .. .. ..o
58 - Funcao de Green (p” () p°(y)) . . . - . . . . ...
59 - Funcao de Green (A% (x)pP(y)) - - . . . .o



LISTA DE TABELAS

Tabela 1 - Numero de fantasma [N,] e dimensdo de massa. . . . . . ... ... .. 43

Tabela 2 - Parametros usados para analisar as densidades espectrais. . . . . . . . 158



LISTA DE ABREVIATURAS E SIGLAS

VEV Valor Esperado no Vacuo
BEH Brout-Englert-Higgs

QCD Quantum Chromodynamics
QED Quantum Electrodynamics
RGZ Gribov-Zwanziger Refinada
BRST Becchi-Rouet-Stora-Tyutin

SDE Equacgoes de Schwinger-Dyson



1.1

1.1.1
1.1.2
1.1.3
1.14
1.2

1.2.1
1.2.2

2.1
2.2
221
2.2.2
2.3
24
2.5

3.1

3.1.1
3.1.2
3.1.3
3.14
3.2

3.2.1
3.2.2
3.2.3
3.3

3.3.1
3.3.2
3.3.3
3.4

SUMARIO

INTRODUCGAO . . . . . s, 14
CONCEITOS DE TEORIA QUANTICA DE CAMPOS . . . .. 19
Funcionais geradores . . . . . . . . .. ... ... . 19
Fungoes de Green . . . . . . . .. .. L L 19
Funcoes de Green conexas . . . . . . . . . . . .. .o 22
Funcoes 1PI ou Funcgoes de Vértice . . . . . . . . . ... ... ... .... 24
Potencial efetivo e energia do vacuo . . . . . . . ... ... 26
Simetrias e identidades de Ward . . . . . . . ... .. ... ... ... 27
Simetrias da acao classica . . . . . . ... .. Lo 27
Simetrias a nivel quantico . . . . . . ... ..o 30
O MODELO DE HIGGS U (1) . . . . . ... ... 34
A acaode Higgs . . . . . . . ... 34
Calibres renormalizaveis . . . . . . . . .. .. ... ... 37
Fixacao do calibre . . . . . . . .. ..o o 37
Quantizacao e simetria BRST . . . . . . . ... ... ... ... ... .. 38
Simetrias e Identidades de Ward . . . . . .. .. ... ... ... .. 41
Identidades de Nielsen . . . . . . . ... ... .. .. ... ....... 44
Renormalizacao e consisténcia do calibre R . . . .. ... ... .. 47
ANALISE DAS FUNCOES DE GREEN DE 2-PONTOS DOS

CAMPOS ELEMENTARES ATE 1-LOOP . . . ... ... ..... 48
Funcao de Green (A, (p) A, (—p)) - - - -« o oo oL 48
Calculo da autoenergia do féton . . . . . . . . . ... ... ... .. ... 48
Expanséo de I1% (p) em torno de d = 4 e renormalizagdao . . . . . . . . .. 52
Ressoma da autoenergia IT,, (p) . . . . . . . . .. ... L 54
Independéncia de calibre de (A (p) A(=p))" . . . ... ... ... ... 55
Funcgao de Green (h(p)h(—p)) . . . . . . . . . 56
Célculo da autoenergia do campo de Higgs . . . . . . . .. ... ... ... 56
Expanséo de I1¢ (p?) em torno de d = 4 e renormalizagio . . . . . . . . .. 59
Ressoma da autoenergia IT, (p?) . . . . . . . . ..o 60
Propriedades espectrais das fungoes conexas . . . . ... ... ... 60
Polos . . . . . 60
Oresiduo . . . . . . . . e 68
A representagao espectral de Kéllén-Lehnmann . . . . . . . . . .. .. .. 69
Comentarios adicionais . . . . . . ... ... ... ... L. 76

OPERADORES INVARIANTES DE BRST NO MODELO DE
HIGGS U (1) . . oo 79



4.1
4.2
4.2.1
4.2.2
4.2.3
4.3
4.4
4.4.1
4.5

4.5.1
4.5.2
4.6

5.1
0.1.1
5.1.2
5.1.3
5.2
5.3
5.4
9.5
5.6
5.6.1
5.6.2

6.1
6.1.1
6.1.2
6.1.3
6.2
6.2.1
6.2.2
6.3

Introducao . . . . . . . .. 79

Operadores Invariantes de BRST . . . ... ... ... ... ... ... 80
Operador escalar . . . . . . . . . . . ... 80
Operador vetorial . . . . . . . . ... Lo 81
Operadores a nivel quantico . . . . . . . . .. .. ... ... 82
Funcao de Green conexa (O (p)O(—p)) . . . .. ... ... ... ... 83
Funcao de Green (V, (p)V, (—p)) . . . . . .. ... . ... ... .. 92
Corregoes a 1-loop . . . . . . . . . Lo 92
Polos e densidades espectrais das funcoes de Green dos operado-

res compostos . . . . ..o 104
Polos e Residuos . . . . . . . . .. 104
Densidades espectrais . . . . . . . .. ..o 105
Comentarios finais . . . . . . . . ... ... L 108

RENORMALIZACAO DOS OPERADORES COMPOSTOS O (X)
E V,(X) NO CALIBRE DE LANDAU; APLICACAO DO TE-
OREMA DA EQUIVALENCIA AO MODELO DE HIGGS U(1)

......................................... 109
Introducao dos operadores invariantes de BRST . . . . .. .. .. 109
Estudo da cohomologia de BRST . . . . . .. ... ... ... ... .... 109
A acao inicial completa Y e suas identidades de Ward . . . . . . . . . .. 111
Identidades de Ward adicionais devido aos operadores compostos . . . . . 114
Caracterizagao do contratermo local invariante . . .. .. ... .. 116
Fatores de renormalizacao Z até 1-loop . . ... ... ... .. ... 123
“Tadpoles”, energia do vacuo e o condensado (O (z)) . . . ... .. 126
Resultados exatos para a funcao de correlagao (V, (p)V, (—p)) . . . 128

O modelo de Higgs revisitado através do Teorema de Equivaléncial30

Passo 1: das coordenadas cartesianas para as coordenadas polares . . . . . 131

Passo 2: das coordenadas polares para os operadores invariantes de calibre

(O, V) o 133
PROPRIEDADES ESPECTRAIS DOS OPERADORES INVA-

RIANTES DE CALIBRE NO MODELO DE HIGGS SU (2) . .. 138
A acgao e suas simetrias . . .. .. ..o 138
A agado de Higgs SU (2) e a quebra espontanea da simetria . . . . . . . . . 138
Fixacao do Calibre e a simetria BRST . . . . . ... ... ... ... ... 141
Simetria Custodial . . . . .. .. .. ... oo L 143
Fungoes de Green de 2-pontos dos campos h(r) e Aj (z) . . . . .. 144
Fungdo conexa (h(p)h(=p)) - . . .« . 144
Fungio conexa (A% (p) A% (=p)) . . . . . . o 146

Funcoes de Green dos operadores invariantes de BRST . . . . .. 149



6.3.1
6.3.2
6.4

6.4.1
6.4.2
6.4.3

7.1
7.2
7.2.1
7.2.2
7.3

7.4
7.4.1
7.4.2
7.5
7.5.1
7.5.2
7.6
7.7

Fungao conexa do operador O (z) . . . . . .. .. .. ... L. 149

Funcgdo conexa do operador R% () . . . . .. ... ... ... ... .. 151
Propriedades espectrais das funcoes de Green . . . . . . . ... .. 157
Propriedades espectrais das funcoes dos campos elementares . . . . . . . . 157
Propriedades espectrais dos operadores compostos . . . . . . . .. .. .. 161
Calibre Unitdrio . . . . . . . . . . . .. . . 163

IDENTIDADES DE WARD E RENORMALIZACAO DO MO-
DELO DE HIGGS SU (2) NO CALIBRE DE LANDAU COM OS

OPERADORES O (X) E Rﬁ(X) ..................... 166
Fixador de calibre . . . . . . . . . . ... ... 166
Cohomologia do operador de BRST . . .. ... ... ... ... ... 167
O operador escalar O () . . . . . . . .. L 167
O operador vetorial R (r) . . . . . .. ... 167
O operador vetorial I, como a corrente de Noether da simetria

custodial . . . . . . ... 168
Simetrias e Identidades de Ward . . . . . . ... ... ... ... . 171
Operadores compostos a nivel quantico; Identificando a acao completa > . 171
Identidades de Ward . . . . . . . . . . ... ... 172
Analise algébrica da renormalizabilidade a todas as ordens . . . . 175
Caracterizagao do contratermo local invariante . . . . . .. ... ... .. 175
Identificando a acao bare e os fatores de renormalizacao Z . . . . . . . .. 180

“Tadpoles”, energia do vacuo e o condensado perturbativo (O) . 184

A parte longitudinal da fungao de 2-pontos (R: (z) R} (y)) . . . . . 185
CONCLUSOES . . . . . . e 187
REFERENCIAS . .. ... ... ... ..., 189
APENDICE A - Regras de Feynman do modelo de Higgs U (1) . . .. 195
APENDICE B - Reducoes das integrais de Feynman . . . . . . . . .. 202
APENDICE C - Reconstrucdo das funcdes de 2-pontos a partir das

densidades espectrais . . . . . ... 206
APENDICE D - Polologia . . . . . . .. .. 208
APENDICE E - Regras de Feynman do modelo de Higgs SU(2) . . . . 211

APENDICE F - Fungoes de Green envolvidas no estudo do modelo de
Higgs SU(2) . . .« o o o 217



14

INTRODUCAO

Dependéncia na escolha do calibre em teorias de calibre

Quando trabalhamos com uma teoria de calibre no continuo, ao menos perturba-
tivamente, somos obrigados a fixar o calibre e, portanto, escolher um calibre. Embora
existam calibres mais convenientes de se trabalhar, como os calibres covariantes e re-
normalizaveis, a principio, qualquer um poderia ser utilizado, ja que, o que entendemos
como observdveis fisicos devem independer da escolha do calibre. Sendo mais abrangente,
quando afirmamos algo a respeito de uma teoria de calibre, devemos demonstrar que essa
afirmacao independe do calibre escolhido. A facilidade para enunciar esse principio funda-
mental nao é a mesma que encontramos para implementa-lo. O método de Faddeev-Popov,
que é o método utilizado para fixar o calibre na quantizagao de Feynman por integrais
de trajetoria, formalmente mantém as funcoes de Green de quantidades invariantes de
calibre independentes do calibre, veja por exemplo (WEINBERG, 1996). Isso poderia ser
o suficiente para nao nos preocuparmos com a dependéncia na escolha do calibre se nao
fossem alguns fatos, como:

i) o método de Faddeev-Popov é tradicionalmente utilizado com a hipétese adi-
cional de que nao existem cdpias de Gribov'. Sabemos que isso nao é verdade, como
mostraram (GRIBOV, 1978; SINGER, 1978);

ii) usualmente trabalhamos com fungoes de Green de campos elementares, que, em
geral, nao sao invariantes de calibre.

A respeito das copias de Gribov, existem véarios trabalhos tentando implementar
melhorias no método de Faddeev-Popov, especialmente nas teorias de Yang-Mills nao
abelianas puras, isto é, sem campos de matéria, podemos mencionar (GRIBOV, 1978;
ZWANZIGER, 1989a; ZWANZIGER, 1989b; DUDAL et al., 2008). As cépias de Gribov
se tornam mais relevantes nas teorias de Yang-Mills nao abelianas devido ao fenomeno
da liberdade assintotica, que faz com que a constante de acoplamento cresca no regime
infravermelho da teoria, o que, entre outras coisas, limita a aplicacao da teoria de per-
turbacoes. Existe a esperanca de que, com a remocao das cépias de Gribov, ao menos o
fenomeno do confinamento dos glions possa ser explicado. Atualmente, a melhor teoria
que trata do problema das cdpias de Gribov é a teoria RGZ*(DUDAL et al., 2008), cu-

jos resultados, ao menos qualitativamente, estao de acordo com aqueles produzidos por

I Cépias de Gribov sdo campos de calibre que estdo conectados por uma transformacao de calibre e que
satisfazem o mesmo calibre.

2 RGZ sao as siglas para “Refined Gribov-Zwanziger”
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simulagdes numéricas da rede (CUCCHIERI; MENDES, 2007).

Em relacao ao segundo fato mencionado acima, existem as chamadas identidades
de Nielsen (NIELSEN, 1975), que s@o obtidas a partir das identidades de Slavnov-Taylor,
que decorrem da simetria BRST existente nas teorias de calibre. Essas identidades estabe-
lecem como as fungoes de Green devem se transformar quando sao feitas modificacoes nos
parametros de calibre. Através delas podemos demonstrar, entre outras coisas, que o polo
de certas funcoes de Green dos campos elementares sao independentes dos parametros de
calibre, veja por exemplo (BRECKENRIDGE; LAVELLE; STEELE, 1995). As identi-
dades de Nielsen também sao utilizadas nos estudos de potenciais efetivos nos modelos
de Higgs, podemos citar os trabalhos de (AITCHISON; FRASER, 1984; ANDREAS-
SEN; FROST; SCHWARTZ, 2015; ANDREASSEN; FROST; SCHWARTZ, 2014), além
do trabalho original de (NIELSEN, 1975). No entanto, devemos mencionar que, em cer-
tas classes de calibre, as identidades de Nielsen sofrem com problemas de singularidades
infravermelhas, como discutem (NIELSEN, 1975; AITCHISON; FRASER, 1984). Essas
singularidades acabam obscurecendo, por exemplo, os resultados para o potencial efetivo
do modelo de Higgs, a partir do qual sao calculadas quantidades importantes, como o
valor esperado no vicuo (VEV) do campo de Higgs.

Embora existam as identidades de Nielsen, que sao uteis para estabelecer quando
uma quantidade é ou nao independente do calibre, trabalhar com fungoes de Green depen-
dentes do calibre exige que estejamos sempre alertas para que nao sejam tiradas conclusoes
equivocadas ou conclusoes dependentes do calibre. Além disso, as funcoes de Green depen-
dentes do calibre podem apresentar caracteristicas muito diferentes daquelas que encontra-
mos na literatura tradicional, como (PESKIN; SCHROEDER, 1995; WEINBERG, 1995).
Podemos citar como exemplo a representacao espectral de Kdllén-Lehnman das fungoes
de Green de 2-pontos, que vem ganhando destaque na literatura que trata das teorias de
Yang-Mills nao abelianas, como a Cromodinamica Quantica (QCD?). Existem simulagoes
numéricas na rede mostrando que a densidade espectral do propagador do gltion no calibre
de Landau minimo néo é positiva definida (CUCCHIERI; MENDES; TAURINES, 2005;
BOWMAN et al., 2007; STRAUSS; FISCHER; KELLERMANN;, 2012). Essa violacao da
positividade da densidade espectral é comumente associada ao fendomeno de confinamento
dos glions. Como o propagador do glion e, consequentemente, a densidade espectral
sao quantidade dependentes do calibre, devemos tomar cuidado ao fazer essa associagao.
Fazemos esse alerta, pois nas andlises que fizemos a respeito dos modelos de Higgs U(1) e
SU(2), que podem ser encontradas em (DUDAL et al., 2019; DUDAL et al., 2020; DUDAL

et al., 2021b) ou nos Capitulos 3 e 6, foram mostradas que as densidades espectrais de

3 QCD sao as siglas de “Quantum Chromodynamics”, que em portugués significa Cromodindmica
Quantica.
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funcoes de Green dependentes do calibre podem apresentar violagao de positividade. Re-
sultados semelhantes também foram encontrados por (MAAS; SONDENHEIMER, 2020)
em um modelo de Higgs nao abeliano com matéria.

No caso do modelo de Higgs, que mencionamos no paragrafo anterior, existem
questoes mais fundamentais ligadas ao mecanismo de Brout-Englert-Higgs (BEH) (EN-
GLERT; BROUT, 1964; HIGGS, 1964) que se relacionam com a fixagdo do calibre. De
maneira simplificada, podemos descrever o mecanismo de BEH como sendo o mecanismo
de quebra espontanea de simetria nas teorias de calibre. O trabalho de Elitzur estabelece
que é impossivel haver a quebra espontanea de simetria sem a existéncia de um termo de
fixacao de calibre (ELITZUR, 1975). Originalmente, em um modelo de Higgs abeliano
formulado na rede sem a fixacao do calibre, Elitzur estabelece o resultado geral de que
as funcoes de correlagao de quantidades nao invariantes de calibre sao nulas, portanto,
em particular, o VEV do campo de Higgs, (¢), é nulo. Para quem trabalha com teorias
de calibre no continuo, que necessitam da fixacao do calibre, diferentemente das teorias
de calibre na rede, esse resultado em particular nao tem nenhuma consequéncia pratica,
além do mais, as simetrias globais que, eventualmente, existem na teoria apds a fixacao
do calibre podem ser espontaneamente quebradas, ja que o teorema de Elitzur nao trata
de simetrias globais. No caso das teorias no continuo, o ponto mais fundamental que se
coloca é que, por exemplo, (¢) depende do calibre, como discutem (CAUDY; GREEN-
SITE, 2008; MAAS, 2012), sendo que, existem calibres em que deveriamos ter (p) = 0.
Esse resultado levanta duvidas a respeito da consisténcia da descricao perturbativa que
¢ normalmente utilizada nos modelos de Higgs, em que é mantido (p) # 0 a cada ordem

perturbativa.

Formulacao através de operadores invariantes de calibre

A fim de evitar alguns dos problemas listados na se¢ao anterior que estao relaciona-
dos & dependéncia do calibre, (ITZYKSON et al., 1980) e, posteriormente, (FROHLICH,;
MORCHIO; STROCCHI, 1980; FROHLICH; MORCHIO; STROCCHI, 1981) propdem
que o modelo de Higgs e toda a sua fenomenologia sejam descritos em termos de um con-
junto de operadores compostos invariantes de calibre, que sao construidos com os campos
elementares da teoria. Esse tipo de abordagem é comumente utilizada em QCD para
determinar os “bound states”da teoria, principalmente na rede onde a fixacao do calibre
nao é necessaria.

Os operadores invariantes de calibre de maior interesse sao aqueles que possuem
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superposicao? com algum estado de particula, sendo que o tipo de particula pode ser
caracterizado pelos numeros quanticos do operador. Como discutido por (WEINBERG,
1995), a superposigao pode ser inferida a partir dos polos das fungoes de Green desses
operadores. Para obter esse tipo de informacao, geralmente, é necessario utilizar alguma
técnica especial que vai além da teoria de perturbagao pura e simplesmente (COLLINS,
2009). No caso do modelo de Higgs, utilizando a metodologia tradicional de teoria de
perturbagoes, em que o campo de Higgs, ¢ (z), é expandido em torno de um dos minimos
do potencial, v, isto é, tomando ¢ (x) = v+ H (), ja a nivel arvore podemos verificar que
existem operadores invariantes de calibre cujas funcoes de Green possuem polos. Além do
mais, nessa mesma ordem perturbativa, esses polos coincidem com os polos das fungoes
de Green dos campos elementares.

Na rede, como nao ha a necessidade da introdugao de um fixador de calibre, o
teorema de Elitzur naturalmente leva a utilizacao da abordagem em termos de operadores
compostos invariantes de calibre, esse é um dos motivos do interesse pelo assunto, veja
(MAAS, 2019). No entanto, no continuo essa abordagem nao é tao popular porque o
conteudo fisico do modelo de Higgs, geralmente, é extraido com a ajuda do calibre unitdrio
e da parametrizagao polar do campo ¢ (z), que faz com que os graus de liberdade nao
fisicos se desacoplem da teoria. O problema do calibre unitario é a sua inconsisténcia a

nivel quantico, ja que ele nao é renormalizavel.

Sobre a tese

Nesta tese, aplicamos aos modelos de Higgs U(1) e SU(2) no espago euclidiano
continuo a abordagem através de operadores compostos invariante de calibre. Como no
continuo devemos fixar o calibre, a simetria relevante é a simetria de BRST e nao mais a
simetria de calibre. Portanto, de maneira geral, os operadores compostos sao invariantes
de BRST. Em relacao a fixacao de calibre, escolhemos trabalhar com o calibre de Landau
e o calibre R¢ de 't Hooft que sdao, ao menos perturbativamente, renormalizaveis, locais e
sem problemas infravermelhos conhecidos.

No Capitulo 1 é feita uma revisao sobre funcoes de Green, funcionais geradores e
identidades de Ward. No Capitulo 2 apresentamos a agdo do modelo de Higgs U(1) no
calibre R¢ e as identidades de Nielsen do modelo. No Capitulo 3 analisamos os polos e as
densidades espectrais das fungoes de Green de 2-pontos do campo de calibre e do campo
de Higgs calculadas até 1-loop. No Capitulo 4 analisamos as funcoes de Green de 2-pontos

de dois operadores compostos invariantes de BSRT, um escalar e um vetorial, até 1-loop.

4 Veja o Apéndice D para entender bem o que isso significa.
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O estudo do modelo de Higgs U(1) é concluido no Capitulo 5, onde sao apresentadas as
identidades de Ward da teoria apds a adicao dos operadores compostos na acao de partida.
Essas identidades sao utilizadas para caracterizar o contratermo invariante necessario para
renormalizar esses operadores. Nos Capitulos 6 e 7 submetemos o modelo de Higgs SU(2)
ao mesmo tipo de analise realizada no caso abeliano. No tltimo capitulo damos destaque
especial para a simetria custodial que com a introducao dos operadores compostos da

origem a uma identidade de Ward local.
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1 CONCEITOS DE TEORIA QUANTICA DE CAMPOS

Neste capitulo alguns conceitos importantes de Teoria Quantica de Campos sao
revisados, como o de fungoes de Green, funcionais geradores e identidades de Ward. Na
Secao 1.1 sao apresentadas as definicoes dos varios funcionais geradores, assim como o
método perturbativo de calcula-los. Na Segao 1.2 sao discutidos, a nivel cléssico e a
nivel quantico, o teorema de Noether e as identidades de Ward, que estao intimamente

relacionados com as simetrias continuas de uma teoria.

1.1 Funcionais geradores

1.1.1 Funcoes de Green

Seja ®; (z) um campo quantico, sendo que ¢ denota o conjunto de indices desse
campo, que pode conter tanto indices de Lorentz quanto indices de grupos internos. A
funcao de Green ou fungao de correlagao de n-pontos dos campos ®;, (x1), ..., ®;, (z,) no

espaco euclidiano é definida como sendo

[ DO®;, (11)... Dy, (z,) e 75®)
a [ D® e 5@ ’

(@i (1) .. Py, (2)) (1)
em que S (®) ¢é a acdo da teoria. [ D® F (®) é a integral de F' () sobre todas as con-
figuracoes de campo, que é chamada de integral funcional ou “path integral”®. Como
utilizaremos as unidades naturais, entao a constante de Planck reduzida vale A = 1.
Através das fungoes de Green, podemos definir o funcional gerador Z [J],
o —h —n
Z1) = Y % / Ay diay (B (21) . @ (1)) o, (21) T (), @)
n=0 )

6 em que J; (x) é a fonte externa do campo ®; (z). Se ®; (z) é comutante (anticomutante),

entdo J; (z) também é comutante (anticomutante). De imediato, podemos ver que o

funcional gerador estd normalizado, Z [0] = 1. Nao é dificil de verificar a relagao

[ DD e H(S@] dte @)

Z1J] [ D® e 5(®) ’

(3)

5 Traduzido do inglés, significa “integral de trajetéria”.

6 Utilizamos a convencao de Einstein, 3; (... ®; (x)...) J; (z) :
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. . . _1 4T, . s ~ .
para isso, basta expandirmos a exponencial e~ /4 #/i(@)%i(@) e gérie de poténcias. Por-

tanto, as fungoes de Green sdo obtidas através de derivadas funcionais de Z [J],

7 1J]

8Ji, (@n) .0, (1) | 7o (4)

(i (1) - @i, (wn)) = (=D)"

em que “J = 07 denota que todas as fontes J; (z) sdo tomadas a zero.
O funcional gerador pode ser calculado perturbativamente. Suponhamos que a

acao possa ser escrita como
S(®) = So(P)+51(P), (5)

em que Sy (P) é quadratica nos campos, ou seja,

5(®) = [ ds (@) Dy, (@), (6)
sendo D;;, em geral, um operador diferencial. A exponencial da agao pode ser reescrita
como

67%(5@)# At (z)®i(z)) efé(so(cp)ﬂ d*z Ji(x)tbi(x))e—%sl(tb)’ (7)
o que resulta em

/D(I) e_%(s(q))J’fd%‘]i(x)@i(’”)) = e%S’(_h%) /DCI) e_%(S°(¢)+fd4w‘]i($)q’i($)). (8)
Dai segue a relacao

210 = Ners( )z, 1), (9)

sendo N uma constante independente de J; (x) e

[ DD e H(So(@)4] dtesi@)ei@)

ZolJ] [ DP = #50(®)

(10)
o funcional gerador da teoria livre, cujo resultado exato é conhecido,

Zo[J] = eXp( !

75 /d4xd4y Ji () Ay (x —y) Jj (y)) - (11)

Ajj (x —y) em (11) é o propagador da teoria e satisfaz a equagao’

7 §;; 6 a delta de Kronecker e 6(z) ¢ a fungao delta de Dirac em d dimensdes.
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Vemos que no caso livre

522, 1]

A”(x—y) - h2m]:0'

(13)

Neste trabalho utilizaremos as seguintes notacoes para o propagador de @; (z) e @; (y):

no espago das configuragoes

Az —y) = (2i(2) D (y)),, (14)

e no espago dos momentos
(2m)* 6" (p + @) (@i () B5 (=p))y = / d'zd'y P (D; (x) D) (y)), - (15)

Na Eq. (15) ja foi assumida a invariancia de Lorentz da teoria, que leva a funcdo delta
§* (p + q) do lado esquerdo. O propagador A;; (x — y) é um dos elementos fundamentais
da expansao perturbativa (9), assim como os fatores de vértice oriundos do termo de
interagdo Sr(®). Se o vértice de interagdo contém as pernas dos campos D;, (z7), ...,

®; (x,), o fator de vértice é definido como sendo:

oSt (@)
L yeeeodbn) = ) 16
toin (17 ) 6%, (2a)--- 0%, (1) |5 (16)
no espaco das configuragoes, que corresponde a
Ciyin (D1, y0n) = /d4x1 L drp et TP ()
= (2’”)454 (p1+--'+pn)f(p2a--'>pn)> (17)

no espaco dos momentos, sendo que “® = (0" denota que todos os campos devem ser
tomados a zero depois da derivagao. A fungao delta de Dirac na segunda linha da Eq. (17)
é uma consequéncia de S; (®) ser a integral de uma funcao local dos campos apenas. Neste
capitulo nao discutiremos as regras de Feynman gerais para construcao de (9) através dos
diagramas de Feynman em uma teoria qualquer, deixamos para fazer isso nos capitulos
posteriores e nos modelos que nos interessam, o método geral pode ser encontrado em
(PESKIN; SCHROEDER, 1995; GREINER; REINHARDT, 1996; HATFIELD, 1992).

Neste trabalho, além de funcoes de Green dos campos, estamos interessados em
fungoes de Green de operadores compostos. Um operador composto é formado a partir
do produto de campos no mesmo ponto, que denotaremos genericamente de @Q; (z). Para
calcularmos fungoes de operadores compostos, devemos modificar o funcional gerador da
seguinte forma:

[ D® o~ 1 (S(@)+[ d*adi(@)®i(a)+ [ d*zei(2)Qi(x))
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em que g; (r) é uma fonte externa, assim como J; (z). Como fizemos anteriormente,

podemos obter uma expressao semelhante a (2),

0o _\—(m+n)
2in = 30 T [t (@ ) () @ ) @ ()
X Jiy (1) iy (Tm) 041 (Y1) 00,y (Yn) (19)

em que (P;, (1) ...9D;, (xm) Qjy (Y1) ... Qj, (yn)) é uma fungao de Green de m-+n pontos,

com m campos elementares e n insercoes de operadores compostos. E comum denotarmos

por

071/, 0l
do; ()

o funcional gerador das fungoes de Green com uma inser¢ao do operador composto @Q; ()

Qi(x)-Z = —h (20)

no ponto x. A introducao de uma fonte para o operador composto nao é simplesmente uma
conveniéncia para definirmos o funcional gerador, mas sim uma necessidade imposta pela
renormalizacao, veja por exemplo (ITZYKSON; ZUBER, 1980; PIGUET; SORELLA,
1995).

Para o cédlculo perturbativo das funcoes de Green de operadores compostos,

/d%gi () Qi (x) (21)

é tratado como um novo vértice, cujo fator de vértice é calculado da mesma forma que em
(16), mas com Sy (®) + [ d*zg; (z) Q; (x) no lugar de Sy (). Nesse caso, no espago dos
momentos, os fatores de vértice contem transformadas de Fourier das fontes g;, nao sendo
mais proporcionais a uma funcao delta de Dirac de conservacao. Nos Apéndices A e E
sao mostradas as regras de Feynman com os operadores compostos que serao estudados
nos proximos capitulos. Para renormalizar as fungoes de operadores compostos, em geral,
devemos introduzir contratermos com poténcias mais elevadas das fontes, o que resulta
em fatores de vértice com um ntmero maior de fontes, veja (CAPRI et al., 2020) ou os
Capitulos 5 e 7 deste trabalho.

1.1.2 Fungoes de Green conexas

As fungoes de Green que definimos anteriormente possuem partes desconexas. Dito
de outra forma, existem diagramas de Feynman em que dois ou mais pontos nao estao
conectados. Podemos definir a fung¢ao de Green conexa de n-pontos dos campos ®;, (x1),
ey @; (2,), denotada por (®;, (z1)...P;, (z,))

funcao de Green (®;, (z1)...®;, (x,)). O funcional gerador das fungoes de Green conexas

como sendo a parte conexa que héa na

c)
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ou, simplesmente, funcional gerador conexo, representado por W [J], é definido como

sendo

n!

[ee) . —n+1
Wl = ZL/d“xl...d%n (@, (71) ... D;, (), X

n=1

s Jiy (21) T, (20) - (22)

Note que, W[0] =0e

5[]

(@) (1) ... Dy, (7)), = (—h)nil 0Ji, (zn)...0J5 (1) Jfo'

(23)

Embora a prova seja um pouco elaborada e feita por indugao, como mostra (POKORSKI,
2005), a partir da andlise dos casos mais simples, nao ¢ dificil de se convencer que a relagao

entre os funcionais geradores Z [J] e W [J] é
WI[J] = —hln Z[J]. (24)

De (24) resulta que, para n = 1 temos (®;(z1)), = (®; (z1)), como esperado, pois
um ponto é sempre conexo a ele mesmo. No caso n = 2, como a parte desconexa de
<q)i1 (Il) (I)ig (5(]2)) ¢é exatamente <CI)Z1 (I1)> <q312 (ZL’Q)>, temos

(Diy (71) Piy (12)), = (Piy (1) Piy (22)) — (Pyy (1)) (Pi, (22)) (25)

que é justamente o resultado que decorre de (24).
E possivel definir também o funcional gerador conexo na presenca de operadores
compostos,

o0 (_h)—(m-i—n)—l—l

Wile = T/d4xl---d4yn (@i (21) - ®i,, () Qg (Y1) -+ Qi (yn)) X

m,n=0

X Jiy (1) o Ji, (Tm) 031 (1) -0, (Yn) (26)

ou, equivalentemente,

E comum denotarmos por

W [J, g]
Qi(x) W = ——= (28)
! do; ()
o funcional gerador das fungoes de Green conexas com uma inser¢ao do operador composto
Q; () no ponto x. Como neste trabalho estamos interessados apenas nas fungdes conexas,
o subindice “c”, que é utilizado para diferenciar as fungoes de Green conexas das fungoes

de Green, é omitido.
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1.1.3 Funcgoes 1PI ou Funcgoes de Vértice

Dentro das fungoes de Green conexas existem ainda estruturas mais fundamentais,
que chamamos de funcgoes 1PI® ou funcoes de vértice. Um diagrama 1PI é um diagrama
de Feynman que possui as pernas externas amputadas e que nao pode ser separado em
dois pelo corte de uma de suas linhas internas. Definimos a funcao 1PI de n-pontos dos
campos D;, (z1), ..., ®; (z,) como a soma de todos esses diagramas 1PI e denotamos por

(®s, (z1) ... P, (xn))p;- Podemos definir para essas fungdes o funcional gerador I' [¢],

n!
n=1

gl = — Z — /d4371 o dh e (B, (1) By, (@) 1pr Oy (1) - Bi, (7)) (29)

em que ¢; (x) possui a mesma natureza da fonte J; (x). Da definigdo do funcional gerador,
segue que
3 "I [¢]

6bi, (Tn) ... 664 (1) $=0

(D) (1) ... @i, (#0))1pr = (30)

Assim como existe uma relagao entre Z [J] e W [J], Eq. (24), também existe uma
relagao entre W [J] e I' [¢]. Chamemos de ¢; (x) a configuragao de ¢; (x) que extremiza o
funcional I' [¢] + [ d*zJ; (z) ¢; (z), ou seja,

ol [¢]
00 (2) 4=

Obviamente, ¢; () depende de J; (). Vamos supor que a relagao entre ¢; (z) e J; (z)
seja bijetiva, assim podemos escrever ; (z) como funcao de J; (x) e vice-versa. Como é
mostrado por (POKORSKI, 2005), o funcional gerador das fungoes de Green conexas é

obtido através da equacao

WJ] = Tlg+ / dhd; (1) ¢ (). (32)

que nada mais é do que a transformada de Legendre de T [¢]. De imediato, temos que

SW [J]

wi (7). (33)

Em geral, fazemos o caminho inverso, temos W [.J], tomamos como definigao de ¢; (x) a

8 1P1I significa “one particle irreducible”.
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Eq. (33) e obtemos a ag¢do efetiva T [p] por meio da transformada de Legendre,

Pl = Wil - [diodie) o). (39
Lembrando que g?j([g’ = (®;(x)) e que o vdcuo ¢ invariante por translagoes,

entdo segue da Eq. (33) que, quando J = 0,

pi(z) = (@i (2) = wvi; (35)

em que v; é independente do ponto do espaco. A covariancia dos campos e a invariancia
do vacuo implicam que apenas campos escalares podem ter v; # 0. Nos modelos com
quebra espontanea de simetria, como os que trataremos neste trabalho, existem campos
escalares com VEV diferente de zero. Nos casos em que v; # 0, em geral, trabalhamos

com O campo

que possui valor esperado nulo, <&>Z (:U)> = 0. Em geral, <&>Z (x)> ¢ divergente, entao a
nulidade dessa fungao somente é obtida se, através da renormalizacao, impusermos esse
resultado.

Como as fontes J; (z) e J; (z) s@o independentes se ¢ # j, entao segue o resultado

geral

dJ; (x)

6.J; (y)

g, 0%k (2) 0J; (x)
6J; (y) dpx (2)

_ [, WL T

Tomando J; (z) = 0, o que implica em ¢; () = v;, temos a relagao

050" (r —y) =

|
—

50—y = [0 0) B (B B @), (33)

entre a funcao de Green conexa de 2-pontos e a funcao 1PI de 2-pontos. A nivel arvore

(@; () @; (y)), = Aij (x — y), entdo de (12) e (38) segue que, nessa mesma, ordem,

(B:@) 8 (y) = —Dyd(z—y), (39)
ou seja,
(8:)8; () = ——5%‘5(505@ Bl (40)
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Da mesma forma que nos casos anteriores, podemos definir funcoes 1PI com opera-
dores compostos. O funcional gerador das fungoes 1PI com operadores compostos, T [¢, g],

é definido como
Clp.d = WiJd- / d'eJ; (x) i (2) (41)

A insercao de um operador composto é definida como sendo

~ 0y, 0]
Qi(zx) T = oo (42)

A acao S define a teoria, ja que é a partir dela que derivamos as regras de Feynman
para o céalculo de qualquer funcao de Green ou, equivalentemente, qualquer gerador funci-
onal. Além disso, existe uma relacao mais proxima entre S e a acao efetiva. Expandindo

['[¢] em série de A, obtemos que
Ilo] = Slel+0(n), (43)

isto é, a nivel arvore a acao efetiva ¢é igual a agao classica. Podemos nos convencer que
esse resultado é verdadeiro através da andlise das fungoes 1PI a nivel arvore. Se uma
fungao 1PI de n-pontos possui contribuigdo a nivel drvore, seu valor é dado por (40), no
caso de n = 2, ou (16), se n > 2. Relacionando esses resultados com a definigao (30)
de fungao 1PI, através de uma engenharia reversa, chegamos no resultado (43). Essa é
a justificativa para chamarmos I' de a¢do efetiva e as funcoes 1PI de funcoes de vértice.
Como a introducao de um operador composto é tratada como a introducao de um novo

vértice, pelo que ja foi discutido,

Plo] = Slol+ [ dioo () Qi)+ 0 (). (44)
o que resulta em

Qi(x) T = Qi(x)+O(h). (45)

Mais detalhes a respeito desse assunto podem ser encontrados em (PIGUET; SORELLA,
1995).

1.1.4 Potencial efetivo e energia do vicuo

Seja [ d*zV (¢) a parte de I'[¢] que nao possui derivadas. Tomando ¢; (z) = u;,

em que u; independe das coordenadas do espaco, temos

L = (27)6*(0)V (u). (46)
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V (u) é chamado de potencial efetivo. Dentre todos os estados |«) tais que (a| ®; (z) |a) =

u;, V (u) é a densidade de energia do estado com a menor energia. Da Eq.(31) temos que

IV (u)
8u,-

= 0, (47)

U=v

ou seja, o valor esperado no vacuo do campo ®; () é um minimo do potencial efetivo e,
consequentemente, V (v) é a densidade de energia do vicuo. As técnicas para o calculo
do potencial efetivo podem ser encontradas em (WEINBERG, 1996) ou em (PESKIN;
SCHROEDER, 1995).

1.2 Simetrias e identidades de Ward

1.2.1 Simetrias da acao cléassica

Consideremos como sendo a ac¢ao da teoria, S, nao apenas aquela agao com os
campos, mas também com as fontes e os operadores compostos, como apresentado na
sec@o anterior. Um parametro da teoria (massa, constante de acoplamento, parametro de

calibre, etc) denotemos por \,,. Sejam as transformagoes nos campos, fontes e parametros:

P, = F (P, 0 N\ w),

o = Fi(o,w),

em que, F;, F; e f,, sao fungoes locais dos campos, das fontes e dos parametros, como esta
indicado. O conjunto finito de parametros presentes nas transformacoes é representado
genericamente por w. No caso em que os parametros A, sao transformados, w independe
das coordenadas do espaco, na analise a seguir deixaremos subentendido isso. Se a agao

é invariante por essas tranformagoes, ou seja, se
S, o, N] = S[®, 0, A (49)

temos entao uma simetria da agao. Consideremos os casos em que as transformagoes (48)

sao continuas em w e

F(®,0.A,0) = @,
Filo, A 0) = o,
fA0) = A (50)



28

Dessa forma, para w infinitesimal temos

O (r) = @ (r) —iw'G (D, 0, N (2),
o (x) = oi(x)—iw'H (0, \) (x),
N = A —iwlgd (N, (51)

ou seja, as variagoes infinitesimais sao

§®; () = —iw'GH (@, 0, A) (),
ooi () = _Z‘WAHi‘A (0, A) (),
N, = —iwtgt (N, (52)

% em que G2 (®, 0, \), HA (0, \) e g2 ()\), também, sao funcoes locais dos campos, fontes
e parametros. A variagdo de S em relagdo a variagdo (52) pode ser escrita na forma
funcional

5S = / s (6<I>i () w‘is(x) +60; (x) 521)) +5An§—i. (53)

Dessa forma, se S = 0, entao

58S 55
= dr | —iwdGA (P —iwAHA

0 = [ |G @00 () g~ 0 ) () s

it () (54)
E conveniente definirmos o operador local
WA) = GH@ 0 N) s+ H (0 X) o 3 () g () o (55)

CT T80, () T 00 () " o\,

entao a Eq. (54) pode ser reescrita como
/d4waWA(x)S = 0. (56)

Se o parametro w” independe das coordenadas do espaco, a simetria é dita ser

global e de (54) segue

0 = / d*zW (z) S, (57)

9 Aqui também adotamos a convencao de Einstein, por exemplo, > 4 WAGA (D) = WwAGH (D).
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pois (54) deve ser verdadeira para todo w?. Para que (57) seja verdade, devemos ter
WA (z)S = GHJ:‘ (x), (58)

em que J;! (x) é uma corrente local dos campos. (58) implica em (57), pois a integral
em todo o espaco de uma derivada total de uma funcao local dos campos é nula, com a
hipétese auxiliar, que sempre trabalhamos, de que os campos se anulam no infinito. (58)
¢ uma versao do teorema de Noether. Utilizando os campos que satisfazem as equagoes

do movimento de Euler-Lagrange,

08

= 0, (59)

e considerando o caso em que as fontes e os parametros nao sofrem variagoes, temos entao
A

8#‘]u (aj) = 0, (60)

ou seja, J;! () é uma corrente conservada.
Quando o parametro w? depende do ponto do espaco, a simetria ¢é dita ser local e

temos
0 = W()S. (61)

Como neste trabalho tratamos de teorias de calibre, esse caso é muito importante. Para a
forma funcional de S, (61) é mais restritiva do que (57), tanto que (61) implica em (57),
mas a reciproca nao é verdadeira.

Pelas razoes que apresentaremos na Subsecao 1.2.2, se a transformacao (52) de
®, (r) nao é linear nos campos, introduzimos G# (®, p, \) na ac¢ao de partida acoplada a

uma fonte externa 0/ (z) e trabalhamos com a acio modificada
S = S+ [ et (@) G (@, 0.0 (@) (62)

Como ®; () denota um campo qualquer da teoria, vale a pena destacar que fazemos
isso apenas para os campos cujas transformacao nao sao lineares. Lembrando da secao
anterior, é possivel notar que G4 (®, p, \) é tratado como um operador composto. Na
notagao, faremos distingao entre operadores compostos de transformacoes nao lineares e

outros operadores compostos quaisquer. Dessa forma, podemos reescrever (54) como

05 95" 0S8
0 = /d4x [—iwA —iwH (0, \) (x
n e @V 5
oS
A A
iy (3) 57 (63)

Em geral, §S’ # 0 para as transformacoes (52), por isso é necessario tomarmos 6 (z) = 0
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em (63). Em alguns casos particulares, como o da simetria BRST, a agdo modificada é

invariante, assim obtemos a seguinte equacao funcional

/ i < 5 0(;5(/:10) 55511) + H (0, \) () 552)) + g2 (N gi = 0, (64)

no caso de uma simetria global, e

st 6Y
504 (z) 6®; ()

L HA (0, ) <x>% _ (65)

no caso de uma simetria local. Podemos também considerar uma possivel transformacao

para 0/ (z), que nesse caso pode ser incluida junto as transformacoes das fontes g; (z).
E relevante estudarmos as simetrias da acao classica porque a maioria delas, al-
gumas com adaptagoes, pode ser transportada para a acao efetiva I'. Na verdade, nao
apenas as simetrias exatas sao importantes. Em geral, estamos interessados em certas
equagoes funcionais que sao chamamos de identidades de Ward. Uma identidade de Ward

integrada tem a forma

/d4xWA ()S = /d4xAA (P (x)). (66)
J& uma identidade de Ward nao integrada (também chamada de local) tem o formato
WA (z)S = AY(D(2)). (67)

Em ambos os casos, A4 (® (z)), a chamada quebra cldssica ou quebra linear, é uma quan-
tidade local e linear nos campos. O mesmo vale para as simetrias com transformacoes
nao lineares nos campos, aquelas com quebra classica também possuem andlogos a nivel

quantico.

1.2.2 Simetrias a nivel quantico

Para derivarmos as identidades de Ward a nivel quantico, partimos do resultado
/D(I) o~ (8@ oA+ [ d'alid;) /D(I)’ e—(S[<I>’,g,)\}+fd4xJi<I>;)7 (68)

em que ®; e P! estao relacionados pelas transformagoes (52). (68) decorre do fato de

a integracao ser sobre todas as configuracoes de campo. O expoente do lado direito da
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Eq.(68) pode ser reescrito através de (53) e (66),

05 oS
/ 4. 1H VARV 4 ) o YUY
S[(I),Q,/\]—i-/dleq)l S [P0, N] /dmé@zégi 5)\na/\n
. 4 ANA 4 05
= S[®,0, A —i [ daw’ A% (P (2)) — dxégi(s
1%
em que ja consideramos uma possivel quebra classica, isto é,
S, d,X] = S[®,0 A —i / Az AL (@ () (70)

Aqui trataremos dos casos em que a medida de integracao é invariante, ou seja, D®" = D®.
Isso quer dizer que os resultados a seguir nao se aplicam, por exemplo, a uma teoria com
um numero arbitrario de férmions quirais. Dessa forma, o resultado que segue de (68) e
(69) é

- / d'z / Do ¢ (SN dhesdi) [_iwAAA (@ (@) — b0

00;
—6 () 5An§—i + Jiéq)i} . (71)
Como a integracao funcional é apenas nos campos ®;, entao podemos reescrever
/ D@ o (SlvansT diene)5, 05 5, 0 / D o (5100 i)
00; 00i
/D(I) o~ (SB[ datid) 5y g)i _ _5)%& /D<I> o (S04 [ dia i) (72)
Como A“ é linear nos campos, também podemos escrever sem problemas
[ D® o~ (1@ N+ [ d*eli®;) A A (® (2))

- 8% (o5 [ Do e (SR e (73)
A variacao do campo §®; exige um pouco de cuidado. Se §®; = —iwAG2 (P, o, \) ¢ linear
nos campos, entao

[ D® 6—(5‘[@,9,)\}4-[d4:cJ1;<1>i)(5(I)i
= —iwAGA (—%, 0, )\) [ Do e~ (S@+] d'alid:) (74)

No caso de uma transformacao nao linear, teremos a insercao de um operador composto

que, como ja mencionamos, precisa ser adicionada na acao de partida. Como isso ja foi



32

feito por 0 (), entdo

05
assim,
/D(I) e—(s[‘b’QaA]“‘fdAlfJiq’i)d(Di — ZWA(;ZA /D(I) e—(S[@,g,)\]—i-fd‘lzJi(bi)‘ (76)

Lembrando das defini¢ées do funcional gerador das fungdes de Green conexas, Eq. (24),

e do campo cléssico, Eq. (33), podemos reescrever (71) como

oW oW
_ 4 | AnA ‘
0 = /d x [zw A% (p(x)) —1—5@5& @ + 9 (x) (5)\na)\n

+J; (x) iwt G2 (g, o, N (77)

para o caso de simetrias lineares. Lembrando também que W [J, o] = T [, o]+ [ d*zJ; (z) ¢; ()

e #F(I) = —J; (), (77) pode ser reescrita em termos da agao efetiva
or or
_ 4| AAA ,
0 = /d x [zw A” (p(x)) —1—(5925& @ + 4 (x) 5)\n8)\n
FAGH (N 3| (78)
Analogamente, para o caso de simetrias nao lineares, temos as equagoes
44 ow
_ 4 : AAA .
0 /d x [zw (p(x)) + (5@5& @ +0 () 5)\na)\n
W
p— . y A—
Ji (z)iw 567 (x)] (79)
e
or or
_ 4| AnA ,
0 = /d T [zw A% (¢ () +5925Qi ©) + 6 (z) 5)\n8/\n
or 4T
A
) 0

Como os resultados (78) e (80) devem ser verdadeiros para todo w” e recordando da

defini¢ao do operador W4 (), temos

/ d*aWA ()T = / d'z A (¢ (z)) (81)

no caso do parametro ser global, ou
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no caso do parametro ser local. Comparando as equagoes (81) e (82) com (66) e (67),
vemos que S e I satisfazem as mesmas identidades de Ward.

Como as correcoes perturbativas apresentam divergéncias, é necessario utilizarmos
alguma regularizacao e algum esquema de renormalizagao. Pode acontecer da regula-
rizacao escolhida quebrar alguma das identidades de Ward da teoria. Quando isso acon-
tece, a menos que existam as ditas anomalias na teoria, a identidade de Ward pode ser
restaurada com a introducao dos chamados contratermos ndao invariantes. O leitor inte-
ressado nesses assuntos pode consultar (PIGUET; SORELLA, 1995) para um tratamento
mais detalhado. Nos modelos de Higgs que analisamos neste trabalho, com a utilizacao
da Regularizagio Dimensional (RD), nenhum desses problemas estd presente, portanto,
os resultados (81) e (82) serao utilizados sem ressalvas.

Antes de encerrarmos esta secao, devemos mencionar que, além das simetrias
continuas caracterizadas pelas transformagoes (48) ou (52), podem existir também as
simetrias discretas, como a simetria de paridade, a simetria por conjugacao de carga,
etc. Essas simetrias nao podem ser expressas na forma de uma equagao funcional, isto é,
através de uma identidade de Ward, mas podem ser estendidas da agao cléssica para a

acao efetiva a nivel quantico.
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2 O MODELO DE HIGGS U (1)

Neste capitulo, o modelo de Higgs com simetria U (1) é definido e suas principais
carateristicas discutidas. Na Secao 2.1 a acao da teoria é apresentada e escrita em termos
dos campos de Higgs e do campo de Goldstone. Na Secao 2.2 é discutido o calibre
renormalizdvel R; de 't Hooft e a simetria BRST. As demais simetrias e identidades
de Ward sao apresentadas na Secao 2.3. A equacao fundamental para derivarmos as
identidade de Nielsen é obtida na Secao 2.4. O capitulo é encerrado com a Secao 2.5,

onde ¢ feita uma breve discussao a respeito da consisténcia do calibre R, a nivel quantico.

2.1 A acao de Higgs

Seja ¢ (z) um campo escalar complexo e A, (z) um campo de calibre. A acdo de

Higgs euclidiana, Stiggs, ¢ definida como sendo

1 . A, 02\ 2
St = [ % | 1FuFiu (D) (D) 45 (0= ) ] (53)
em que
F. = 0,A, —0,A,
D, = 0, +ieA, (84)

sao o tensor intensidade de campo e a derivada covariante, respectivamente. A é a cons-
tante de acoplamento quartico de ¢, enquanto que e ¢é a carga elétrica, ambas possuem
dimensao de massa nula. Por enquanto, v é apenas um parametro massivo, em seguida,
serd mostrado que ele esta associado ao VEV do campo ¢. Como estamos no caso abe-
liano, por vezes, chamaremos A, de o campo do fdton. A agao (83) é invariante pelas

seguintes transformagoes de calibre do grupo U (1):

Plx) = e @y ()
80/* (ZE) _ eiew(at)go* (ZL’)
A @) = Au(@)— 0w (@), (35)

em que w(z) é um parametro local. Além de ser invariante de calibre, Spiges ¢ a ac@o
invariante de calibre mais geral possivel, potencialmente, renormalizavel por contagem
de poténcias em quatro dimensoes. Obviamente, ainda é cedo para afirmar isso, pois o
calibre, que determina o propagador do féton, ainda nao foi fixado, além do mais, a massa

2 _ 2?2

que aparece para 0 campo ¢, mg = —=-, ¢ uma massa taquionica. Trataremos de todos



35

esses problemas a seguir e a acao resultante serd renormalizavel, mas nao mais invariante
de calibre.
Apesar de ainda nao termos fixado o calibre, tentemos tirar algumas conclusoes a

respeito do vacuo da teoria olhando para o potencial de Higgs, que é

A 02\
V = —|(p'o——|, 86
() 5 <¢ Y- > (86)
e utilizando a teoria de perturbagoes. Os minimos desse potencial ocorrem quando |g0|2 =
%. Além disso, todos os minimos sao equivalentes, ou seja, se ¢, ¢ ¢, sao dois minimos,

entdo existe uma transformagao de calibre tal que ¢/, = €9“p,. Escolheremos como

representante o minimo

Yo = E (87)

No caso U (1) nao existem subgrupo invariantes além do subgrupo trivial, isto é, o inico
elemento A € U (1) tal que Ay, = ¢, ¢ A = 1. Assumindo como valida a teoria de

perturbagdes, isso implica que o VEV do campo ¢ (), a nivel arvore, vale

(p(z)) = (88)

S

O resultado (88) gera implicagbes profundas para o vacuo da teoria. O vacuo da teoria
nao ¢ invariante por uma transformacao de calibre, portanto temos o fenomeno de quebra
espontanea da simetria de calibre.

Parametrizemos o campo ¢ (z) como

1 .
p(r) = E(v+h($)+w(w)), (89)

em que h(z) e p(x) sdo o campo de Higgs'® e o campo de Goldstone, respectivamente,

ambos reais. De (88) temos que (h(z)) = (p(x)) = 0, a nivel arvore. Substituindo (89)

10 Na introdugiao chamamos o(x) de campo de Higgs, mas de agora em diante usaremos esse nome para
o campo h(x).
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na acgao de Higgs (83), obtemos

1 1 1
SHiggs = /d4x [ZFHVFMV + §8uh8uh + 58;&8;“0

1 1
+§€2’U2AMAN +evA,0.p + 5)\v2h2
2 Ly, L oo
—eA,po,h +eA,hd,p+ e vhA,A, + 26P ALA, + 3¢ h*A,A,

1 1 1 1 1
ARt 4 =Xt 4+ S vk + —dvhp? + S ARZP .
+8 +8,0—|—2v -|—2vp+4 p (90)
Olhando para (90) é possivel notar que o campo do féton e o campo de Higgs possuem

massas, dadas, respectivamente, por
m = ev, mp = V. (91)

Por sua vez, o campo de Goldstone, como ja sugere o nome, nao adquire massa através
da quebra espontanea de simetria.

Como é sabido, veja por exemplo (WEINBERG, 1996; RYDER, 1996), o bdson
de Goldstone associado ao campo p(z) nao estd no espectro da teoria. Isso se deve
ao mecanismo de BEH, que costumamos chamar simplesmente de mecanismo de Higgs.
Gragas a simetria de calibre local da agao, podemos sempre fazer uma transformagao
de calibre que remove o campo p(z) completamente da teoria. O grau de liberdade
correspondente ao campo p(x) é transferido para o campo A,(x), que agora é massivo.
Em certas parametrizagbes do campo ¢ (), como a parametrizacao polar, fica mais fécil

de ver isso. No caso da parametrizagao cartesiana (89), tomando como fase w (z) =

1 p(z) ~ / 1 / ~
3 arctan <v+h w)>, entao ¢’ (z) = 5 (v + h'(2)). A remogao do campo p (z) dessa forma
corresponde a impor uma condigao de calibre, o chamado calibre unitdrio. Infelizmente,
esse calibre nao pode ser implementado de maneira consistente a nivel quantico, pois a
teoria resultante nao é renormalizavel. O propagador do féton no calibre unitario, no

espaco dos momentos, é

1 1
(Au(p) Ay (=p))y = mpuu(p)JrWﬁuu (p), (92)
em que
Puly
P,uy (p) = 5,uz/_ 5)2 )
Lo (p) = 22 (93)

p*
sao o projetor transversal e o projetor longitudinal, respectivamente. No regime ultra-

violeta, ou seja, para p?> — 0o, podemos ver que a parte longitudinal se comporta como

uma constante, # Isso implica que o nimero de divergéncias primitivas dos diagramas
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de Feynman aumenta com o nimero de loops, o que caracteriza, portanto, a teoria como

nao sendo renormalizavel.

2.2 Calibres renormalizaveis

2.2.1 Fixacao do calibre

Apesar do calibre unitario deixar claro o espectro da teoria, ele nao é renorma-
lizavel, como discutido acima. O calibre linear covariante, que é empregado em certas
teorias, como a Eletrodinamica Quantica, é probleméatico no caso do modelo de Higgs. O

calibre linear covariante, definido pelo termo de fixacao de calibre cléssico
1
sie = / A (O (94)

em que « é o parametro de calibre, leva aos seguintes propagadores a nivel quantico:

An D) APy = =P () + 5L ),
h(p)h(=p))y = ﬁ
(Ao (ply = =
by = 5+ (95)

Os propagadores (A, (p) p(—p)), € (p () p(—p)), sdo altamente singulares no regime in-
fravermelho da teoria. Os termos com 1/p* que aparecem nesses propagadores tem sua
origem no termo de mistura mA,d,p presente na acao (90). A fim de evitar esses pro-

blema, podemos utilizar o calibre proposto por (HOOFT, 1971b):

1
S = [ doge (0uA+ gmp), (96)

conhecido como calibre de 't Hooft ou calibre Re. Nesse caso, £ é o parametro de calibre.
E fcil de ver que ng cancela precisamente o termo de mistura, além disso, d4 massa
VEm para o campo de Goldstone, melhorando assim o comportamento infravermelho dos
propagadores. Nesse calibre, o campo de Goldstone esta acoplado aos demais campos da
teoria, diferentemente do que acontece no calibre unitario. Como a massa depende do
parametro de calibre, j4 podemos desconfiar que o bdson de Goldstone nao deve fazer

parte do espectro fisico da teoria.
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2.2.2 Quantizagao e simetria BRST

Para fazermos a quantizacao de (96) devemos introduzir os campos fantasmas,
como mostrado por (FEYNMAN, 1963). A maneira tradicional de se fazer isso ¢é utilizando
o método descoberto por (DEWITT, 1967; FADDEEV; POPOV, 1967), que é o método
de Faddeev-Popov. Por esse método, o termo de fixacao de calibre resultante que deve ser

adicionado & Stiges ¢

Sy = /d% {% (DA + Emp)* — ¢ (=8¢ + Emec (v + h))} ’ o7

sendo que ¢(z) e ¢(z) s@o os campos fantasmas de Faddeev-Popov. E conveniente rees-

crevermos o primeiro termo do lado direito da Eq. (97) da seguinte forma:

exp {_ /d4x2—1£ (0,4, —|—§mp)2} ~ /Dbexp {—/d%; Ew +ib (9, A, +§mp)} }
(98)

em que b (z) é um campo escalar auxiliar, o campo de Nakanishi-Lautrup (NAKANISHI,
1966; LAUTRUP, 1967). Assim, o termo de fixagao de calibre que trabalharemos é

ng = /d4x Elﬂ +ib (9, A, + Emp) — T (—0%c + Emec (v + h))} . (99)
Apo6s a fixacao de calibre, a agao resultante

S = Stiiges + S (100)

nao é invariante de calibre, mas possui a simetria de BRST, encontrada nos trabalhos
de (BECCHI; ROUET; STORA, 1975; BECCHI; ROUET; STORA, 1976). Das trans-
formagoes (85) e da parametrizacao (89) resulta que as transformagoes de calibre infini-

tesimais de A, (z), h(x) e p(x) sao

0A, = —0Ouw,
oh = —ewp,
dbp = ew(v+h). (101)
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Isso indica que as transformagoes BRST dos campos sao

sA, = =0y,
sh = —ecp,
sp = ec(v+h),

sc = 0,
sc = b,
sb = 0,
sv = 0, (102)

em que s é o operador de BRST, que possui a propriedade de ser nilpotente, isto €,
2
s = 0. (103)

A invariancia de BRST de (100) pode ser facilmente verificada com as seguintes ob-
servacoes:

(i) o termo de fixagao de calibre ¢ um termo BRST-ezato!!,

ng = s/d4x [—igéb—l—é(aﬂAﬂ —i—{mp)} . (104)

Portanto, pela nilpoténcia do operador s, Eq. (103), temos
sng = 52/d4x {—igéb +¢(0,A, + fmp)} =0; (105)

(ii) as transformacoes de BRST dos campos (A, h, p) s@o, essencialmente, as
transformagoes de calibre (101) com w (z) = Ac(x), em que A é um parametro de Grass-
mann. Assim, para qualquer A temos AsShiggs = 0SHiges = 0, 0 que implica em $Syjges = 0.

Diferentemente do que acontece no calibre linear covariante, no calibre R, os cam-
pos fantasmas sao relevantes, pois nao se desacoplam dos demais campos. Como pode
ser observado em (99), o acoplamento com os fantasmas se dd através do vértice de in-
teragao — [ d*z Emecch. Outra caracteristica desse calibre é que os fantasmas também
ganham massa, sendo ela \/ém, exatamente o mesmo valor da massa do campo p. Essa
nao é uma simples coincidéncia, ambas as massas tem sua origem no termo BRST-exato
s [d*ze&mp. Esse é um fato importante que garante que, quando calcularmos um ob-
servavel fisico, existird um cancelamento preciso entre as contribuicoes dependentes do

parametro de calibre vindas de diferentes lugares.

11 Um quantidade A é dita ser um BRST-exato se existe A, tal que, A = sA.
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Para determinarmos os propagadores da teoria, analisemos a parte quadratica da

acao total (100), que é

1 2 1 2
Somad = / A0 |2 FuF + A A, + 0,hd,h + 2k p?
4 2 2 2
1
+§8u108up + mA,Oup

—1—{%2 +1ib(0,A, + Emp) — ¢ (820 — §m20)}

. O (—0* +m?) + 0,0, —id, mo, A,
:/d% §<Aubp) id, ¢ icm b
—md, iém  —0%+&m? p
1 Mi oo a2 2
+§8Hhﬁﬂh + Th —¢(0%c—&m’c)| . (106)

De imediato, como h(x), ¢(z) e ¢(x) estdo desacoplados dos outros campos em (106),

podemos concluir que os propagadores desses campos sao

1
(h(p)h(=p))y = m,
_ 1
() c(=p)y = P yem? (107)

Os demais propagadores sao obtidos através do calculo da inversa do operador

O (—0% +m?) + 0,0, —id, mo,
o = i0, ¢ i€m , (108)
—md, iEém  —0% +&m?

cujos detalhes podem ser encontrados no Apéndice A. Fazendo esse cédlculo, obtemos os

seguintes propagadores:

1 §
<A,u (p) Ay (_p)>o = p2+m27)uv (p)+p2+€m2£uu (),
_ Pu
(A (p)b(=p))y = R
(A (@) p(=p))y = 0,
By = 0.
() p(=p))y = ma
1
(p(p)p(=p))y = e (109)

cuja notacao diagramatica é mostrada na Figura 1. A respeito dos propagadores com o
campo b (x), podemos dizer que eles sao irrelevantes para o célculo perturbativo de fungoes

de Green que nao possuem o préprio campo b (), pois ndo existem vértices de interagao
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Figura 1 - Propagadores da teoria.
<p (p)p (-p) 7=
<hp)h(p) %= ~~"""7-
AP ALP) 7= AN

<cp)c(p)%= T

Legenda: Notacao diagramatica para os principais propagadores da teoria.
Fonte: O autor, 2022.

com esse campo. Na verdade, antes de escrevermos (100), poderiamos ter integrado em
b (x) sem problemas, o que facilitaria o célculo dos propagadores. Em relagdo aos demais
propagadores, destacamos o fato de que a parte longitudinal de (A, (p) A, (—p)), possui
exatamente a mesma massa dos propagadores (p (p) p (—p)), € (¢ (p)€(—p)),- Novamente,
essa nao é uma coincidéncia, mas o resultado de um sofisticado mecanismo de cancela-
mento, produzido pela simetria BRST, necessario para que os observaveis fisicos sejam

independentes do parametro de calibre.

2.3 Simetrias e Identidades de Ward

A simetria de BRST de S pode ser expressa através de uma identidade de Ward,
que é a identidade de Slavnov-Taylor (HOOFT, 1971a; TAYLOR, 1971; SLAVNOV, 1972).
Para podermos fazer isso, como as transformagdes BRST de h (z) e p(x) nao sao linea-
res nos campos, como discutido na Secao 1.2, devemos introduzi-las na acao de partida

acopladas a fontes externas. Fazendo isso, obtemos o termo adicional
Sy = /d4x [H (sh) + R (sp)]

= /d4$ [—Hepc + Re (v + h)c], (110)
nesse caso, as fontes externas sao H (z) e R (z). Portanto, a agao de partida, 3, deve ser

S o= S+, (111)
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em que S é definida em (100). A simetria de BRST da agao resultante é preservada para

as transformacoes

sH =sR = 0. (112)
Feito isso, entao temos a identidade de Slavnov-Taylor

S(X) = 0, (113)

sendo & o operador de Slavnov-Taylor, definido como

5T SNEY NS 6%
s~ [t 0% | 0% ox 08 114
S(E) /M( a“céA#+6H5h+5R5p+2b56> (114)

Além da identidade de Slavnov-Taylor, a linearidade do calibre R, implica que a

equagao de movimento do campo b (z),

ox )
5 - Eb+1(0,A,+ Emp) , (115)

também, é uma identidade de Ward. Como discutido na Subsecao 1.2.2, a acao efetiva,

I', também satisfaz a mesma equacao, ou seja,

or
5% = Eb+1i (0,4, +Emp). (116)

Essa mesma identidade (116) pode ser reescrita em termos do funcional gerador conexo,

oW oW oW
_ ; oy 11
Jy = €5Jb + z@M(UAM +1i&€m 57, (117)

em que J(z), Ji (x) e J* (x) sdo as fontes dos campos b (x), A, (x) e p(x), respectiva-
mente. Atuando com MLA sobre (117) em outro ponto do espaco e tomando as fontes a

zero, obtemos a seguinte relagao entre as fungoes de Green conexas:

0 = &{b(2) Ay (y)) + i, (A (2) Ay (y)) +i&m (p () A, (y)) - (118)

Passando (118) para o espago dos momentos e utilizando os propagadores (109), vemos
que a nivel arvore essa relacao é satisfeita.
Outra identidade de Ward que pode ser escrita nesse calibre envolve a equacao de

movimento do antifantasma, ¢ (z),

0% 0%

Z_ftm—= = —H%. 119
sc "R ‘ (119)
No entanto, parte da importancia de (119) é reduzida pelo fato dela estar relacionada a

identidade de Slavnov-Taylor e a equacao de movimento do campo b(x). Nao é dificil
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Tabela 1 - Numero de fantasma [NV] e dimensao de massa.

’ Campo ou fonte \A”\h\p\b\c\E\H\R‘
Ntmero de fantasma [Mg] | 0 |0 |0 [0 |1 | —-1|—-1]—-1
Dimensao de massa 1 |1]1(2|0| 2 3 3

Legenda: Tabela com o ntimero de fantasma e a dimensao de massa de cada campo ou
fonte.
Fonte: O autor, 2022.

de demonstrar que, para qualquer funcional F dos campos e das fontes da teoria, vale a

relagao
4] ) OF

sendo Sz o operador de Slavnov-Taylor linearizado

= + ib—

5 6F§ SF G5 GSFS6 6F6 6
S e (P A B AN L I AN | 121
S /dx( OCsa T SHoh T ohoH T Rop " op oR 55) (121)

Dessa forma, substituindo ¥ por F na relacao (120), de (114) e (115) resulta (119).
Podemos atribuir, também, um nimero de fantasma, [N;], para os campos e as
fontes, como mostrado na Tabela 1. A acao possui numero de fantasma nulo, fato esse

que pode ser expresso através da identidade de Ward

N, (D) = 0, (122)

N, = /d%; (ci — zi - Hi — Ri) . (123)
Das transformagoes de BRST (102) e (112), néo ¢ dificil de inferir a rela¢do de comutagao
['/\/;77 S] = =S (124)

portanto, o operador de BRST possui [N,| = —1.
Além das identidades de Ward, associadas as simetrias continuas, a agao ¥ (111)

também possui uma simetria discreta do grupo Zs, que podemos chamar de simetria de
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conjugac¢ao de carga, caracterizada pelas transformacoes:

A, — A

h — h,

po= —p

b — —b,

c — —c,

¢ — —¢,

H — H,

R — —R. (125)

Também nao ¢ dificil de ver que o operador de BRST comuta com essas transformagoes.
Dessa simetria decorrem varios resultados imediatos, como o andlogo do teorema de Furry
da Eletrodinamica Quantica (QED'?): “Uma fun¢do de Green com apenas um mimero
impar de pernas externas de fotons é nula”. Outro resultado que segue dessa simetria é

que a fungdo de um ponto do campo de Goldstone é nula, (p (x)) = 0.

2.4 Identidades de Nielsen

O termo de fixacao de calibre (99) é um BRST-exato de um polinémio integrado

A com [N,] = —1, ou seja,

S& = sA (126)
Por conveniéncia, separemos A como a soma de dois termos

A = A+ A,, (127)

em que A e Ay sao ambos independentes do parametro de calibre £. Assim, como s é

linear,
S& = EsA+sA. (128)

Dada uma funcao de Green (®;, (z1)... ®;, (z,,)), em que ®; (x)) pode ser um campo

fundamental ou um operador composto, segue da definicao de funcao de Green, veja a

12 QED sao as inicias de “Quantum Electrodynamics”.
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Eq. (1), e de (128) que

0

g (B () - @i, (@) = —<q>il (21)...;, (xn)s&>. (129)

Apesar do resultado (133) valer para todo tipo de operador, por simplicidade, conside-
remos que os operadores ®; sao comutantes. Como a teoria possui a simetria de BRST,

entao

s <q>,-1 (1) ... B () £> — 0, (130)
o que implica em

0=y <<I>¢1 (21). .. 5Py, (23) ... D;, () A> n <<1>Z-1 (21)...®; (22) s£> . (131)

Portanto, (129) pode ser reescrita como

0 ~

g (®a (o) @ (@) = 3 (i, (21) . P, (2,) . By, () ). (132)
k

No caso particular em que s®;, (z;,) = 0, para todo i, entao

2(@- (1) ... 9, (z,)) = 0 (133)

86 i1 1) P, n = .

Em palavras, o resultado (133) estabelece que fungoes de correlagdo com apenas opera-
dores invariantes por BRST sao independentes do parametro de calibre.

Os resultados acima fornecem uma boa intuicao do que acontece quando o parametro
de calibre é modificado, no entanto, a demonstragao nao é rigorosa. Como, em geral, Aé
um operador composto com nimero de ghost, devemos introduzir A na acao de partida
acoplado a um parametro grassmanniano, que neste caso chamamos de y. Como foi no-
tado por (PIGUET; SIBOLD, 1985), o termo X& pode ser gerado automaticamente no
termo de fixacao de calibre se considerarmos as seguintes transformagoes de BRST para

o parametro de calibre e o parametro Y,

s§& = X,
sy = 0. (134)

Assim, o termo de fixacao de calibre modificado é

§§f = S <€£ + A())
= YA+ EsA + 5. (135)

Para retornarmos a teoria com o calibre anterior devemos tomar x = 0. A identidade de
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Slavnov-Taylor da teoria é modificada com a introducao das transformagoes (134). Como

nao existem anomalias, o funcional I'y, obtido a partir da agao
Yy = SHiges T §§f + 55, (136)

satisfaz a equacao de Slavnov-Taylor

ST, oT, 6T, oT, 6T, 4T ar
_ e — X x 9L x xOx | 00 x Px 1
0 / "”( Ocsa, TS sh T oR op T 5@)“%\5 (137)

Note que I'y—¢p = I'. Derivando (137) em relacdo a x e depois tomando x = 0, obtemos
or o (o o (oI or o' 0 [or
a o _ g 9 (%X 9 (%« 00 ol 9 [9x
D¢ / T |0 By (M,) o X (5H) o Oh  OH By ( 5h>
o (o or oI o [or o (ol
SRS ECRAIC
195% < R =0 dx \ oc

5, 5E ox \ o
A Eq. (138) é a equacao fundamental a partir da qual todas as identidades de Nielsen

x=0

. (138)
=0 0p  OR Ox XO]

(NIELSEN, 1975) para as func¢oes 1PI podem ser derivadas. Fazendo a transformada de

Legendre de I'y, podemos reescrever (137) em termos do funcional gerador conexo W,,

oW, oW oW SOW. ow.
_ 4 A X __ ghZ2"" _ qp X _ ;7c X X
0 /dw(Juau(Uc J SH J SR i 5Jb) X8£ ,

(139)

em que (J;j‘, Je, Jh, Jge. Je, Jb) sao as fontes externas dos campos (4,, ¢, h, p, ¢, b), res-
pectivamente. Derivando (139) pela esquerda em relagdo a x e, em seguida, tomando
x = 0, obtemos a equagao fundamental para gerar todas as identidades de Nielsen das

funcoes conexas,

oW 0 oW 0 oW 0 oW
- d4 JAa _ X o Jh IR as g X
0% / x( Pax e | Ly T OxOH |, T Ox R |,
. 0 oW,
—iJC ——X : (140)
ox 6J° X:o)

em que W ¢ a transformada de Legendre de I'. Essa identidade sera utilizada no Capitulo
3. Para ver as aplicagoes das identidades de Nielsen na QED ou na QCD, veja (BREC-
KENRIDGE; LAVELLE; STEELE, 1995).
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2.5 Renormalizacao e consisténcia do calibre I

No caso mais geral £ # 0, a agao S e, consequentemente, > nao possuem a simetria

global rigida, caracterizada pelas transformacoes

dh(x) = —ep(r)w
dp(x) = e(v+h(x))w, (141)

que Stiges Possui. A quebra dessa simetria nao é nem cléssica, entao nao existe nenhuma
identidade de Ward associada. Esse fato tem profundas implicac¢oes para a renormalizagao
da teoria, como ¢ discutido em (KRAUS; SIBOLD, 1995). Por exemplo, os fatores de re-
normalizagao dos campos h () e p (x) e do parametro v sdo diferentes. Como consequéncia
disso, o campo ¢ (x) = \% (v+4 h(z) 4+ ip(x)) nao se renormaliza multiplicativamente.

O calibre originalmente introduzido por 't Hooft é exatamente (99). No entanto, do
ponto de vista da renormalizacao, esse calibre nao é estdvel, o que significa que nem todas
as divergencias das funcoes de Green podem ser removidas através de uma redefini¢ao dos
campos e parametros da teoria. Esse fato ja foi notado por (BECCHI; ROUET; STORA,
1975). O termo de fixacao de calibre é um BRST-exato de trés termos independentes,
entao cada um desses termos poderia ser considerado com o seu préprio parametro de
calibre. Como um desses parametros pode sempre ser reabsorvido através da redefini¢ao
do campo b e dos campos fantasmas, entao, além de &, pode existir outro parametro de

calibre, que denotaremos por é . De fato, o calibre estavel é

R

ngé = s/d% {—i{ég +c (8“14# - émp)]
= /d4x [{%2 +ib (QLAu + émp) —C (—820 + Emec (v+ h))} , (142)

como pode ser encontrado em (HAUSSLING; KRAUS, 1997). Com essa mudanga, os
propagadores (107) e (109) sao modificados, mas nao sao singulares no infravermelho,
veja (KRAUS; SIBOLD, 1995). Com as corregoes quanticas, os parametros de calibre
bare & e & necessarios para renormalizar a teoria sdo diferentes, mas isso ndo impede
de tomarmos o caso particular £ = é para os parametros de calibre renormalizados. Nos
trabalhos (DUDAL et al., 2019; DUDAL et al., 2020) que fizemos a respeito do modelo de
Higgs Abeliano e que sao mostrados nos Capitulos 3 e 4, esse caso particular foi utilizado.
No Capitulo 3 serao apresentados os resultados obtidos no caso & = é = 0, que corresponde
ao calibre de Landau. Como nosso maior interesse é o estudo de fungoes de correlacao de
quantidades invariantes de calibre, o valor do parametro de calibre é irrelevante, como foi
discutido na Secao 2.4. Além disso, como serd mostrado, no calibre de Landau a acao
é invariante pelas transformagoes rigidas (141), o que acaba aumentando o nimero de

simetrias e, consequentemente, o nimero identidades de Ward da teoria.
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3 ANALISE DAS FUNCOES DE GREEN DE 2-PONTOS DOS CAMPOS
ELEMENTARES ATE 1-LOOP

Neste capitulo, as funcoes de Green conexas de 2-pontos de A, (z) e h(z) sao
analisadas e comparadas. Nas Secoes 3.1 e 3.2 sao mostrados os calculos a 1-loop dessas
fungoes de Green, bem como os detalhes envolvendo a renormalizacao e a ressoma dessas
fungoes. Na Secao 3.3 é feita a andlise das propriedades espectrais dessas fungoes (polos,
residuos, densidades espectrais, etc). O capitulo é encerrado com a Se¢ao 3.4, onde é feita
uma discussao geral a respeito dos resultados obtidos. Os resultados apresentados neste

capitulo também podem ser encontrados no trabalho (DUDAL et al., 2019).

3.1 Fungao de Green (A4, (p) A, (—p))

3.1.1 Calculo da autoenergia do féton

Os diagramas que contribuem para a funcao de Green (A, (p) A, (—p)) a 1-loop
sao mostrados na Figura 2. As regras de Feynman para o calculo desses diagramas podem
ser encontradas no Apéndice A. Essas regras ja levam em consideracao que o esquema de
regularizacao é a RD. Por isso, a dimensao do espago-tempo passa a ser d (uma quantidade
continua e complexa) em vez de 4, e temos /ﬂ’%e, pidX e ,u%’% no lugar dos parametros
e, A e v, sendo que pu é o parametro de massa caracteristico da RD. Além disso, para

expressarmos os calculos dos diagramas, é conveniente definirmos as fungoes

d’k 1
) = f P

_ Ly (1 - g) (m?)®~! (143)

(4m)2

(§]

k1 1

m2jm27 2 — /

(i ma. ) (2m) 7K +m3 (k — p)® + m}

1 d\ [* a_

= ( )dF(2—§>/dx (p2x(1—x)+m§x+m§(1—x))3 2 (144)
47)2 0

em que I' (z) é a fungdo gama de Euler-Weierstrass. Como serd visto a seguir, todos os

diagramas podem ser expressos como combinagcoes lineares dessas integrais. No Apéndice
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Figura 2 - Correcoes a 1-loop para a Funcao de Green (A, (p) A, (—p))

S QWD

Legenda: Diagramas de Feynman que contribuem para (4, (p) A, (—p)) a 1-loop.
Fonte: O autor, 2022

B sdo mostradas as redugoes a combinagoes lineares de y (m?) e n (m?, m3, p*) das integrais

/ ek k,
@2m)" (k2+m2) ((p—k)* +m3)’

d'k Kok
/ (2m)* (k2 4+ m2) ((p— k)® + m3) ’ (145)

que aparecem nos calculos dos diagramas. Essas reducoes facilitam as demonstragoes de
alguns resultados importantes, como a independéncia de calibre dos polos das funcgoes de
Green dos campos elementares.

As pernas externas dos diagramas da Figura 2 sdo propagadores de A, (z), dessa

forma, todos os diagramas possuem a mesma estrutura. O i-ésimo diagrama tem a forma

(A (p) Aa (=)o 1 () (A () A (=) . (146)

i)

em que Hgﬁ (p) é um gréfico 1PI ou uma contribuigao dos “tadpoles”!?

. A seguir serao
apresentados os resultados dos Il,z’s.
O primeiro diagrama da Figura 2 contém um loop com apenas uma linha interna

de Higgs, portanto, sua contribuicao é
) (p) = —p* %y (m}) 6, (147)

O segundo diagrama da Figura 2 contém um loop com apenas uma linha interna de

13 Traduzido literalmente do inglés, “tadpole” significa girino. Neste contexto, os “tadpoles’sdo os dia-
gramas que contribuem para a funcdo de Green de 1-ponto (h).
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Goldstone, resultando em
Y (p) = —p*=%ex (€m?) b (148)

Vale lembrar que ambos os diagramas possuem fator de simetria % Como H,(},,) (p) e

H,(?V) (p) independem do momento, suas contribuigoes afetardo apenas a renormalizacao

das massas m? e mi. O terceiro e o quarto diagrama da Figura 2 sio do tipo

13

sol
nascente”. O terceiro contém um loop com uma linha de Higgs e uma linha de Goldstone,

o que leva a

03 (p) = —p' e’ {_4dT117DW (p) {pQ — Tﬁ’;j £m2x (mi)
- (fmz + " + Trf‘p; §m2)2) i (§m2, m,zl,pQ)
s ”j;; e (me)}
+Luw (p) [(— s mz; &) +p? + 2mj, — 2€m2> n (&m®,mi, p°)
Pt mjz— £m2X (m2) — P - mj;r €m2X (sz)] } ‘ (149)

J& o quarto diagrama da Figura 2 é formado por uma linha interna de f6ton e uma linha

interna de Higgs, resultando em
) (p) = 4p'~te® {8,um?n (m? mi, p*)

uv
1 p?+m2 —m?)?
+HPNV (p) [— <m2 + ( 4;2 ) n (mz, mi,pz)

m? (1 —¢)

(p* +mj —m?)
—|—4—p2X (mi) + 4;2 (m2)
2 2 2\2
+ <§m2 + v +ﬂ1};2 &m) ) n (§m*,mj, p*)

2 2 _ g2
(p "’77:1;2 §m )X(fm2>}

2 2 _ m2)?
L) |2 +7Z;2 ™) n (m*,mj, p*)
2 1 — 2 2 _ 2
IS () - I, (o
2 2 _ ¢ 2)2 2 »—&m?
PRI et ) ) ()|

Os diagramas restantes da Figura 2 sao do tipo “tadpole” e contribuem apenas para a
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renormalizacao das massas. O quinto diagrama da Figura 2 contém um loop com uma

linha interna de Higgs,
%) () = 3u'e*x (m}) G- (151)
O sexto diagrama da Figura 2 contém um loop com uma linha interna de Goldstone,

I (p) = p*e’x (§m®) oy (152)

Enquanto que, o sétimo diagrama da Figura 2 é formado com uma linha interna de foton,
no (p) = 24“m2 [(d—1)x (m*) +&x (Em?)] 6 (153)
nv p - ,u m}gl X m X m yT 2

A oitava e 1ltima contribuicao da Figura 2 vem de um loop com uma linha interna de

fantasma,
ne® (p) = —2ut e /S (&m?) 6,0 (154)
m;,

O sinal negativo em (154) se deve ao fato do loop ser formado exclusivamente por linhas
de campos anticomutantes.
Somando todas as contribuigoes, de (147) até (154), temos a autoenergia® do féton

regularizada a 1-loop

e, (p) = ZHEEZ (p)

2(d—l)X( )—|—4m n(m mh,p)

(p +m; — m2 —|—4pm> m?,m3, p )
+ (v*

p* +mj, —m?) x (m*)] }
+ L (p) {— (P + 2mj, — 26m®) n (§m® mj, p?)

2 2 2 2
+<p+m—h7”+2+2— —1)>x(mh)+2X(5m)

- u“e% 0 {2 ) 42

[(p = mj +m*) X

P my,
(52 + mi
+< th m mh, )
2 2
(p er,21 m? (155)
p

14 Aqui chamaremos de autonergia, mas é comum também chamarmos I1,,, (p) de polarizac¢io do vdcuo.



52

Nota-se que, a parte transversa de Hi,, (p) e, consequentemente, a parte transversa de
(A, (p) Ay (—p)>d 15 independem do parametro de calibre £&. O mesmo nao vale para a

parte longitudinal, que depende explicitamente de &.

3.1.2 Expansao de I17, (p) em torno de d = 4 e renormalizagao

Estamos interessados no caso d = 4, entao expandiremos a autoenergia regularizada

(155) em série de Laurent de € = 4 — d no ponto € = 0. Fazendo isso, obtemos

HW (p) = (ZLT)QPMV (p) —gp — GW — 3my, +3m - v+ In (47)
h
p*+mi +m* +2p°m2 — 2mim? — 10p*m?
3p?

K (m*,mp, p*, i*)

9
p?m2 —mi + 2m*m? + p*m? — m?
3p?

4
2
—QmZ — 2% - = (p2 + 3m% + 3m2)
h

e? 2
—— L, (p) {— (3mj, + 3m?) (— —v+1In (47r))
(i) :
4 2 2,412 2 2,12
DA ZE I (g i )
2 2 22 4p?m2
(P +mj Zé) + me(m2,miap27/ﬁ2)
_102m,2Z + p*m? + mi +m* — 2mim? + 2p*m32 + 2£p*m?
0

+put

+

} +OE), (156)

15 0 indice d em I1¢,, (p) e (A, (p) Ay (—p))j serve para denotar que essas sdo quantidades regularizadas.
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em que 7y é a constante de Euler-Mascheroni e

Ko i) = [ ar (P20=0Enreng0=0))
0

2

I
1 m3 m?2 m2ms
= —Q{mfln—g—i-m%ln—;—i-pﬂn 142—4p2
2p my my H

—2\/—m‘1L + 2m2m3 — 2m3p? — mj — 2m3p? — p* x
1 —mi +mj —p’

2
V/—mi + 2m2 (m3 — p?) — (m3 + p?)

—1—2\/—771‘11 + 2m2m3 — 2m3p? — mj — 2m3p? — p* x

X tan—

2
\/—mi + 2m2 (m3 — p?) — (m3 + p?)

X tan

(157)

Para a maior parte da andlise que sera feita a seguir, basta considerarmos a representagao
integral da fungao K (m? m3,p? u?). Como o esperado, ja que a teoria é renormalizdvel,
a parte divergente de Hﬁ;s (p), que é a parte com um polo simples em ¢, é polinomial no

momento e nas massas,

e e? 1 1 e? 2
Hiu (p)}div = WPW (p) <—§p2 +6 (5 - X) m? — 3mi) z
_e L, (p) (3mj, + 3m?) 2 (158)
(471')2 224 h 8'

Portanto, a renormalizagao de II,,, (p) acontece através da adicao de contratermos locais
na agao de partida. Utilizando o esquema de Subtracao Minima Modificada (MS) para
eliminar as divergéncias, que consiste em subtrairmos a parte com % — v+ In(4r) da

funcao Hi;g (p), temos a seguinte autoenergia renormalizada em d = 4:

e? p* +mi +m* 4 2p°m2 — 2m2m? — 10p*m?
H;u/ (p) = WPMV (p) { b 3phg b K (m2a miap2a N2)
m* 2 pPm2 —mi + 2m?m? + p*m? — m?
-9 2 9~ _ Z 2 3 2 3 2\ h h h
mi e (p* + 3mj + 3m?) 37
02 D+ 2pPm2 — 26p*m?
+—2£uu (p) { h2 K (ng, m}2wp2> ,lLQ)
(4m) p
(0 +mj —m?)” + 4p>m”

- 2 K (m®,my,p*, 1%
_me% + p*m? + mj +m* — 2m2m? + 2p*m? + 2£p*m? }
p? '

(159)
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3.1.3 Ressoma da autoenergia II,, (p)

Os diagramas de (A, (p) A, (—p)) se organizam de tal forma a gerarem uma série
geométrica, veja a Figura 3. Os diagramas sao formados por insergoes da autoenergia
II,,, conectadas por propagadores do féton (A, (p) A, (—p)),. Escrevendo a autoenergia
em termos das projegoes transversais e longitudinais, IT% (p?) e 1% (p?), respectivamente,

isto é,
O (p) = 4 (p%) Pu (p) + 115 () Lo () , (160)

e utilizando as propriedades conhecidas dos projetores:

o (p) Law (p) = 0, (161)

encontramos o resultado

A A (D) = | ot A ] P ()
¢ enfp?) | Enhp?)
T P L e L I

| ¢
e v ) A e s )

L (p).  (162)

Denotemos por (A (p) A (—=p))" e (A(p) A(—p))* os fatores de forma da parte

transversal e da parte longitudinal de (4, (p) A, (—p)), respectivamente, isto é,

(A, (D) A (=p)) = (AP AD)" Puw (0) + (A D) A=) Lo (0).- (163)

1

AR AP = o (164)
(A@p) A(—p))- = < (165)

p? +Em? — 15 (p?)

Vale ressaltar que esse resultado (162) ¢é vélido apenas se II,,, (p) for o resultado exato.
Se for introduzida apenas uma aproximacao de I, (p) no lado direito de (162), temos o
chamado propagador ressomado, que denotaremos por (4, (p) A, (—p))". O propagador

ressomado possui contribuigoes de todas as ordens em loops, mas nao todas, por isso ele
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Figura 3 - Func¢ao de Green (A, (p) A, (—p)).

e nge)  1p)
\A@M\m = +
H v H o B v H o B y 5 v
nge)  n0ge)  nfp)
+
I o Fil ¥ 4 A o ¥
+

Legenda: Estrutura diagramética da funcao (A4, (p) A, (—p)), em que II,,, (p) é a autoenergia
do féton. Note que, fatorando uma perna externa de A, surge uma série geométrica,
l+z+a?+2%+...,dex=“(A(p) A(-p)IL(p)”.

Fonte: O autor, 2022.

pode nao ter as mesmas propriedades analiticas que o propagador exato ou o propagador
calculado até certa ordem perturbativa possuem. A utilidade do propagador ressomado

serd mostrada na Secao 3.3.

3.1.4 Independéncia de calibre de (A (p) A (—p))"

Como jé foi chamada a atengao, a parte transversal da autoenergia a 1-loop, tanto a
regularizada Eq.(155) quanto a renormalizada Eq.(159), sdo independentes do parametro
de calibre £. Isso implica que a parte transversal da fungao conexa, nessa mesma ordem
de loops, é independente do parametro de calibre. Na verdade, esse resultado é vélido a
todas as ordens, nao apenas a 1-loop. Existem ao menos dois caminhos para demonstrar
esse resultado. O mais direto parte da observacao de que a parte transversa do campo de

calibre,

AT — (6—%—a> A, (166)

é invariante de BRST. A func¢ao de correlagao de dois pontos de AZ pode ser escrita como
0,04 0,0p
Aty = (0= 22 (0= 22 ) tat)

- (m - %) (A4)". (167)
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Como esta demonstrado na Secao 2.4, toda funcao de correlagao de operadores invariantes
de BRST é independente do parametro de calibre. Logo, pela Eq. (167), <AA>T, também,
é independente do parametro de calibre.

Uma outra forma de demonstrar a independéncia de (A, () Ag (y))" em relagio
a ¢ é através das identidades de Nielsen. Derivando a Eq. (140) em relagao a J2 (y) e

Jg‘ (2) e depois tomando todas as fontes a zero, obtemos que

0 0 52W.
2z (Aa () Ap (2)) = 208 - . , (168)
¢ g axoJ) ()60 (y)|
x=J=0
uma vez que, pela invariancia de Lorentz, 0¢ %W% - = 05 %% e
x=J= @ xX=J=

Atuando com o projetor transversal em (168), o lado direito se anula e temos o resultado

desejado,

0

3¢ (Aa ) 45 ()" = o (169)

3.2 Funcao de Green (h(p)h(—p))

3.2.1 Caélculo da autoenergia do campo de Higgs

Os diagramas que contribuem para a fungdo de Green conexa (h (p)h (—p)) a 1-
loop s@o mostrados na Figura 4. Utilizando as regras de Feynman do Apéndice A pode-se

identificar que o i-ésimo diagrama possui a forma

(B (p) h (—=p))o 11 (2) (R () h (D))o (170)

em que HE:) (p?) é um diagrama 1PI ou um diagrama com um “tadpole”. Note que, (170)
é andloga ao caso da funcao (A, (p) A, (—p)).

Os treés primeiro diagramas da Figura 4 tem o mesmo formato, podemos dizer que
sao do tipo “caracol”. O primeiro diagrama da Figura 4 contém um loop formado com

apenas uma linha interna de Higgs, resultando em

RYTAmLO
2

) (") = X (mh) - (171)

O segundo diagrama da Figura 4 contém um loop com uma linha de Goldstone, contri-
buindo com

4—d

A
o) () = -

5 X (¢m?). (172)
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Figura 4 - Corregoes a 1-loop para a fungao de Green conexa (h (p) h (—p)).

.................

.................

..................................

Legenda: Diagramas de Feynman que contribuem para (h (p) h (—p)) a 1-loop.
Fonte: O autor, 2022

O terceiro diagrama da Figura 4 é formado por um loop de féton, cujo resultado é

Y (p?) = —p~%2 [(d— 1) x (m?) + &x (€m?)]. (173)

Todos esses diagramas possuem um fator de simetria %
Do quarto até o oitavo diagrama da Figura 4, temos diagramas do tipo “sol nas-
cente”. O quarto diagrama da Figura 4 contém um loop formado por duas linhas internas

de Higgs, por isso possui um fator de simetria 3, resultando em

9ut=aN
2

) (") = min (m3,mp,p*) . (174)

O quinto diagrama da Figura 4 possui um loop constituidos por duas linhas internas de

fétons, por isso possui um fator de simetria %, resultando em

4
Y (p%) = uide? K?m (d—1)+2p* + %) n (m*,m? p®)

( +—+§m + 2p%€ — 26m? +m>n(m2,§m2,p2)

26p" + 26"m +2p42)n(£m2,5m2,p2)
+(€=Dx (m*) + (1= x (¢m*)] . (175)

O loop do sexto diagrama da Figura 4 é formado por linhas internas de ghost, por esse

motivo ganha um sinal “-”, resultando em

) (p?) = —u'~le*men (€m? Em?,p?) . (176)
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O sétimo diagrama da Figura 4 contém um loop com linhas de Goldstone, o que implica

na existéncia de um fator de simetria %, contribuindo com

,u4’d/\
2

my () = mpn (Em?, Em?, p?) . (177)

O oitavo diagrama da Figura 4, e o dltimo diagrama desse grupo de diagramas do tipo
“sol nascente”, possui um loop com uma linha interna de féton e uma linha interna de

Goldstone, resultando em

4

- p
H;L8) (pZ) — ,u4 d€2 |:(2p2 4 ﬁ 4 £2m2 4 2p2§ - 2§m2 4 m2) n (m2’§m27p2)

4
- (§2m2 + % + 2p2§) n (§ém?, &m?, p?)
2

+(1—§—Z—Z)X(m2)+(2g—1+p>X(§m2)}. (178)

m2

Os quatro ultimo diagramas da Figura 4 sao do tipo “tadpole”. Todos eles possuem

[k

um fator de simetria %, exceto o dltimo que possui um fator , por ser um loop de

29
fantasmas. O nono diagrama da Figura 4 possui um loop de Higgs, resultando em

9ut=d\
2

Hgg) (p%) x (m}). (179)

O décimo diagrama da Figura 4 contém um loop de Goldstone, contribuindo com

3ptdN

mY @) = =

x (§m?). (180)

O loop do décimo primeiro diagrama da Figura 4 é formado com duas linhas internas de

féton, o que resulta em

™ (%) = 3utde® [(d — 1) x (m?) +&x (ém?)]. (181)

O dltimo diagrama da Figura 4 possui um loop de fantasmas, o que implica em

2 () = —3u'e¢x (¢m”) . (182)

Somando todas as contribuigoes, de (171) até (182), temos a autoenergia do campo
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de Higgs regularizada a 1-loop

12
m (") = Y ) (»)
i=1
2

2
= 3Ny (m}) + %’ (2 (d—1)— %) x (m?) + p*? ()\ + 62%> x (§ém?)

9 4—d)\ 4 4—d)\
A (o )+ (=t ) (e 7)
4
+ptde? <2m2 (d—1)+2p* + %) n (m? m? p). (183)

Assim como a parte longitudinal da autoenergia do féton, a autoenergia do campo de
Higgs e, consequentemente, a funcao de dois pontos conexa dependem explicitamente do
parametro de calibre £. De fato, nao existe razao para esperar que isso nao acontecesse,

ja que o campo h (z) nao é invariante de BRST.

3.2.2 Expansao de I1¢ (p?) em torno de d = 4 e renormalizacio

A expansao de I1¢ (p?) em série de Laurent de e = 4 — d no ponto € = 0 ¢

1 2
I, (p°) = > {(2)\mi — Xem® +¢€* (3—&)p?) (— — v+ ln47r>
(47) €
29
+Am} {—3 +3In % - §K (m%,mz,pQ,MQ)}

+62(6m2—2)—1+1ﬁ2—i62 902\ K (m2. m2. 2. 12
p n 5 "+ 2p (m® m?, p*, 1)
2
+¢& ()\m2 + €2p2) (—1 +In 6%)
1
e’pt A, 2 2 02 2
T35,z ~ 3™ K (¢m®,&m® p*, 1i%) ¢ + O (e). (184)

A parte divergente de H;"L_a (p*) é polinomial no momento e nas massas,

I () | = @ (23m2 — Aem? + €2 (3 — €) p?)

como esperado, ja que a teoria é renormalizavel. Adotando o esquema de subtracao M .S

: (185)

[

para Hi’g (p?), temos a autoenergia do campo de Higgs renormalizada em d = 4 como
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sendo
1 m2 9
Iy (p*) = W {)\mi [—3 + BInM—Q — 5K (mi,mi7p27uz)]
2 2 2 m2 p4 ) ) , . ,
#t|(Om* =) (1T ) = (g + 6 27 ) K (07,08
2
+& (Am? + €*p?) (—1 +1n 5%)
0
2.4 )\

3.2.3 Ressoma da autoenergia IT;, (p?)

A funcao de 2-pontos conexa do campo de Higgs, também, se organiza como uma

p (p2)

pQ +mi I

série geométrica de como mostra a Figura 5. O que leva ao resultado

1 I (p°) L (»*)’
2 4 m? 2 22 2 2)3
p o (p +mh) (p +mh)
1

— ) 187
p? +mj — 1, (p?) (187)

(h(p)h(=p)) =

Esse resultado é verdadeiro apenas se IIj, (p?) for exato. Se a autoenergia for apenas

uma aproximacao, entao temos apenas a funcao de dois pontos conexa ressomada, que

res

denotaremos por (h (p)h (—p))

3.3 Propriedades espectrais das funcoes conexas

3.3.1 Polos

As funcoes (A (p) A (—p))" e (h(p) h (—p)) ressomadas, calculadas nas secoes an-
teriores, possuem a mesma forma, sao do tipo

1
ST

D) = (188)

em que IT (p?) corresponde as autoenergias [T (p?) e IT;, (p?). Portanto, a inversa de D (p?)

é

D' (p*) = pP+M*—1I(p%). (189)
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Figura 5 - Funcao de Green conexa (h (p) h (—p)).

f(p) n(p) f(p)
@000
n(p) (p) 1(p)
-O-0-0

+

Legenda: Estrutura diagramatica da fungao (h (p) h (—p)), em que II; (p) é a autoenergia do

campo de Higgs. Note que, fatorando uma perna externa de h surge uma série

geométrica, 1 + x4+ 22+ 23 + ... , de o = “1a®) »

p2+mj,
Fonte: O autor, 2022.

Um polo de D (p?), que denotaremos por M>, ¢ definido como sendo um valor de p? onde

D=1 (p?), dada pela Eq. (189), se anula, ou seja,
M+ M-I (Mz) = 0. (190)

Em geral, a Eq. (190) é uma equagao transcendente e é resolvida através de métodos

numéricos. No entanto, se II (p?) é calculado perturbativamente, ou seja,

M) - SowL (7). (191)

=72 , -
M~ é também uma série em h,

M= Y wM,, (192)
n=0

Dessa forma, podemos substituir em (190) a série de M2, Eq. (192), e determinar as
corregoes Mi igualando os coeficientes das séries em A dos dois lados da equagao. Fazendo

isso, j& que II (p?) comega a partir de A, temos

-2

M, = —M? (193)
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1

A Nao ¢é dificil de ver que a correcao

como ¢ esperado, ja que a nivel drvore D (p?) =

a 1-loop é

——2

M, = II (-M?). (194)

Portanto, até 1-loop, temos que o polo calculado pelo método perturbativo é

M’ = —M?+nI, (—M?). (195)

Se for utilizada apenas uma aproximacao de II (p?) até ordem A" em (190) e a
equacao for resolvida sem levar em consideracao a ordem perturbativa, o polo obtido nao
serd necessariamente igual a (192). Essas diferengas podem ser ilustradas através do exem-
plo simples em que II; (p?) = a]\]}—z, sendo « a constante de acoplamento. Substituindo na
Eq.(190) e jé considerando h = 1, obtemos

—a
_ M
M+ M2 — atz = 0 (196)

p ~ =72 ~ ,
Essa é uma equacgao do segundo grau em M, em que uma das solugoes é

_ 1 - 114
M= %M? (197)
[0

Utilizando o método perturbativo descrito anteriormente, temos

M = —M?

-2

M, = oM. (198)

Y

Portanto, segue o resultado perturbativo

M = —M?+aM?, (199)
que difere de (197). Agora, a diferenca entre as duas formas de se calcular o polo ficam
evidentes. Numericamente, os resultados podem ser semelhantes, especialmente se consi-
derarmos valores pequenos para as constantes de acoplamento. Nesse exemplo, se a < 1,

podemos tomar a expansao em Taylor de v/1 + 4« até ordem a? em (197), o que leva a

M = —M?+aM?+0(a?), (200)
coincidindo com o resultado (199) da teoria de perturbagoes até a primeira ordem em «. Se
quisermos verificar propriedades analiticas dos polos que sao verdadeiras a cada loop, como
a independeéncia em relagao ao parametro de calibre £, como veremos a seguir, devemos
utilizar (192) e a teoria de perturbagoes. No caso do féton, isso nao é relevante, pois

(A (p) A(=p))" j4 é independente do calibre. No entanto, no caso da funcao (h (p) h (—p)),
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que é dependente do calibre, esses detalhes sao fundamentais.
Utilizando (195) podemos calcular o polo da fungao de 2-pontos conexa do féton,
que denotaremos por m?. Nesse caso, II; (p?) = IIT (p?), que é dada pela Eq. (159). O

resultado obtido é

2 4 2,2 4
9 9 e m;, — 4m“mj + 12m o o 9 9
m-o= —m +(47r)2{_ 3m2 K(m7mh7_mwu’)
4 2 4 2 2_2 4
_Qmi—Q%—g(smimeH m”?m”;h m} (201)
h

A funcao K (m? m3,—m? u?) é real, j4 que m®> > 0 e m? > 0. Para ver isso, basta
notarmos que o argumento do logaritmo em (157) é positivo no intervalo de integragao.
Isso implica que m?, também, é real. Nas Figuras 6-a e 6-b sao mostrados os graficos de m?
em fungao de m? e m? para os regimes de acoplamento fraco (e = lio) e acoplamento forte
(e = 5), respectivamente. Para efeito de comparacdo, na Figura 7-a e 7-b sdo mostrados
também, em verde, os graficos de m? obtidos através da solugao numérica da Eq. (190).
Pode-se notar que nao ha muita diferenca entre os dois métodos, especialmente no regime
de acoplamento fraco.

De acordo com as identidades de Nielsen, o polo da funcao de 2-pontos conexa do
campo de Higgs, que denotamos por m:, é independente do parametro de calibre . De
fato, o calculo até 1-loop mostra isso. Utilizando (195) e IT, (p?) = II; (p?), dada pela Eq.
(186), temos
T —mig ﬁ {Ami {_3 ; 31nf—§ - Ik (mim. —mi,;ﬁ)]

m2
+e? (6m2 + mi) (—1 +In F)

4
—e? (% + 6m* — ZmZ) K (m?*,m?, —mi,;ﬁ)} : (202)
m

Note que, a expressao (202) nao contém &. Nas Figuras 8-a e 8-b sdo mostrados os graficos
1

de m;, em fungdo de m?® e mj, para e = ;5 e e = 5, respectivamente. J& nas Figuras 9-
a e 9-b sao comparados os graficos de m: obtidos através do método perturbativo (em
amarelo) e da solu¢do numérica de (190) (em verde). Podemos notar que a diferenga
entre os dois métodos aumenta a medida que o acoplamento cresce, em concordancia com
a analise feita acima. Na Figura 10 sao mostrados os graficos dos polos obtidos através
da solugdo numérica para £ = 2 (em amarelo) e £ = 100 (em verde), em um regime de
acoplamento intermediario caracterizado por e = 1. Analisando as imagens da Figura
10, claramente, nota-se que o método numérico introduz uma dependéncia do polo em

relacao ao parametro de calibre, diferentemente do que acontece no método perturbativo.
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Figura 6 - Polo de (A (p) A (—p))” obtido pelo método perturbativo.

(7iesg andnast

b)

Legenda: Polo de (A (p) A (—p))T, M2, obtido pelo método perturbativo, em funcio das massas

m? e m,zl, que sao dadas em GeV2. Em a) temos o acoplamento fraco, e = 1—10,
enquanto que em b) temos o acoplamento forte, e = 5. Em todos os casos, foi
escolhido p = 10 GeV.

Fonte: O autor, 2022.



65

Figura 7 - Polo de (A (p) A (—p))? obtido por métodos diferentes.

2

0 m
5

b)

Legenda: Em amarelo o gréfico do polo de (A (p) A (—p)}T obtido pelo método perturbativo,
enquanto que em verde o grafico do pélo de (A (p) A (—p))” obtido através da
solugao numérica da Eq. (190). Em a) temos o acoplamento fraco, e = %, enquanto
que em b) temos o acoplamento forte, e = 5. m? e m% sdo dadas em GeV?. Em
todos os casos, foi escolhido p = 10 GeV.

Fonte: O autor, 2022
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Figura 8 - Polo de (h (p) h (—p)), M3 obtido pelo método perturbativo.

b) 10

Legenda: Polo de (h (p) h (—p)), M2, em fungdo das massas. Em a) temos o acoplamento fraco,
e= 1—10, enquanto que em b) temos o acoplamento forte, e = 5. m? e m,% sao dadas
em GeV?2. Em todos os casos, foi escolhido p = 10 GeV.

Fonte: O autor, 2022.
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Figura 9 - Polo de (h (p) h (—p)), m3 obtido por métodos diferentes.

2
0 My
]

b) 10 m

Legenda: Em amarelo o grafico de m,% obtido pelo método perturbativo, enquanto que, em
verde o grifico de m3 obtido através da solugao numérica da Eq. (190). Em a) temos
o acoplamento fraco, e = 1—10, enquanto que em b) temos o acoplamento forte, e = 5.
m? e m,QL sao dadas em GeV?. Em todos os casos, foi escolhido p = 10 GeV.

Fonte: O autor, 2022
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Figura 10 - Dependéncia do polo de (h (p) h (—p)) obtido pelo método numérico.

Legenda: Graficos de m3 obtidos através da solugdo numérica da Eq. (190) para £ = 2 ( em
amarelo) e £ = 100 ( em verde), em um regime de acoplamento intermedidrio e = 1.
m? e m? sao dadas em GeV2. Em todos os casos, foi escolhido p = 10 GeV.

Fonte: O autor, 2022.

3.3.2 O residuo

Para obtermos o residuo, que denotaremos por R, podemos reescrever D (p?) da

seguinte forma:

1
D (p?) = — 203
() p?— M —1I(p? 20

em que II (p2) = I (p?) — II (—M2) e M’ ¢ dado pela Eq. (190). Expandindo II (p?)
2

em torno de p> = M~ = —M? + O (h), até 1-loop, obtemos a seguinte expressio para o
residuo
R = lm (7=11)D ()
p2 M-
B 1
C{_pdne?)
dp? p2:—M2
dIl, (p?
— 1y ML) +0(12). (204)
dp p2=—M?2

Como (A (p) A(—p))" é independente do pardmetro de calibre, o residuo em p* =

m?2, denotado por R4, também é independente do parametro de calibre. As Figuras

11-a e 11-b mostram os gréificos de R4 em funcao de m? e m? para e = % ee =25,

respectivamente. Do ponto de vista do cédlculo de fungoes complexas, para que faca sentido

falarmos em série de Laurent e em residuo, o que calculamos acima e chamamos de polo
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de (A (p) A(—p))" ndo deve estar sobre um corte da funcio (A (p) A (—p))”. Como serd
discutido com mais detalhes a seguir, a funcao II7 (p?) possui um corte no semi-eixo real
negativo que comeca em — (m? + m,%)2 e se estende até —oo. Nas Figuras 12-a e 12-b sao
mostrados os graficos do ponto de corte (em verde) e do polo (em amarelo) em fungao
de m* e m?. Nas regioes onde o polo estd sobre o corte, — (m? + m%)2 > M2, 0 que
graficamente significa que a parte em verde estd sobre a parte em amarelo. Para e = %,
isso acontece apenas se m? for muito pequeno, da ordem de 10~ "2GeV?, mas nessa regiao
de valores nao hé como ter garantias de que o problema nao seja numérico.

O residuo de (h (p) h (—p)) em p*> = M2, que denotamos por Ry, ao contrario de m3,
é dependente de &, como mostram as Figuras 13-a e 13-b. As Figuras 13-a e 13-b mostram
os graficos para os valores £ = 3 (em verde), £ = 4 (em amarelo) e £ = 6 (em azul), nos dois
regimes de acoplamento, e = {5 € e = 5, respectivamente. Assim como IT% (p?), I, (p?)
também possui um corte de descontinuidade no semi-eixo real negativo que comeca em
p? = max {—4m?, —4&m?, —4m3} e se estende até —oo. As Figuras 14-a e 14-b mostram
o ponto de corte (em verde) e o polo (em amarelo) em funcao de m? e m? para £ > 1 nos
casos de e = 1—10 e e = b, respectivamente. Se o polo esta sobre o corte, entao o grafico
em verde estd sobre o grafico em amarelo. Podemos notar que, a medida que a constante
de acoplamento e aumenta, a regiao de valores aceitdveis para m* e m? diminui. Embora
aqui nao seja mostrado através de gréaficos, se £ < 1, a regiao de parametros aceitaveis
diminui a medida que £ diminui. De fato, se tomarmos o caso em que o corte comecga em
—4&m?, como o polo ¢ independente de &, € pequeno exige m? grande para que o polo se
mantenha fora do corte. Diferentemente do que encontramos no caso de I (p?), no caso
de TI, (p*) ndo podemos atribuir total responsabilidade as imprecisdes numéricas por esse
mau comportamento do ponto de corte. A causa principal talvez seja a dependéncia de
calibre da funcdo (h (p) h (—p)). No entanto, devemos mencionar que, nas Figuras 13-a e
13-b sao mostrados todos os casos em que £ > 1, o que inclui o calibre unitario & — oo.
Mesmo nesse calibre, que é entendido como sendo o “calibre fisico”, existe uma regiao

apreciavel onde o polo esta sobre o ponto de corte.

3.3.3 A representacao espectral de Kéllén-Lehnmann

A funcao D (p?), além de polos, pode possuir descontinuidades no plano complexo
de p?, que sdo caracterizadas por cortes. Nos casos que estamos considerando, a fonte
desses cortes é a fungao K (m7, m3, p*, 1) que aparece nas expressoes de 11, (p) e I, (p?),
veja (159) e (186). Essa funcdo possui um corte no semi-eixo real negativo de p? que
comega em — (my +ms)” e se estende até —oo.

A representacgao espectral de Kallén-Lehnmann de D (p?), que chamaremos sim-
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Figura 11 - Residuo de (A4 (p) A (—p))”.
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Legenda: Residuo de (4 (p) A (—p))T em funcio de m? e m2, que sio dadas em GeV?. Em a)
temos, enquanto que, em b) temos e = 1—10 b) e = 5. Em todos os casos = 10 GeV.
Fonte: O autor, 2022.
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Figura 12 - Polo (em amarelo) e o ponto de corte (em verde) de (A (p) A (—p))”.
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Legenda: Polo (em amarelo) e o ponto de corte (em verde) de (A (p) A (—p))! em funcdo das

(_
2e m%, que sao dadas em GeV2. Em a) temos e = 1—10, enquanto que, em b)

massas m
temos e = 5. Em todos os casos p = 10 GeV.

Fonte: O autor, 2022.



Figura 13 - Residuo de (h (p) h (—p)).
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Legenda: Resfduo de (h (p)h(—p)) em p* =m2, Ry, em fungio de m? e m2, que sdo ambas

dadas em GeVZ2. Em a) temos e = %),
u=100GeV.
Fonte: O autor, 2022.

enquanto que em b) e = 5. Em todos os casos



Figura 14 - Polo e o ponto de corte de (h (p) h (—p)).
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Legenda: Polo (em amarelo) e o ponto de corte (em verde) de (h (p) h (—p)) em funcao das
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massas m? e m2, que sao dadas em GeV2. Em a) temos e = %, enquanto que em b)

temos e = 5. Em todos os casos p = 10GeV e € > 1.
Fonte: O autor, 2022.
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plesmente de densidade espectral, denotada por p (t), é definida pela integral

D) = /0 Tt p’; (J?t. (205)
Como
D(»*) = ﬁﬂ“ﬁ(ﬁ), (206)

em que D (p?) é analitica em p* = M, comparando as duas expressoes, temos
pt) = Ro(p*+D0°) +75(0), (207)

sendo p (t) definida por

D(»*) = /0 Ta 20 (208)

P+t
Expandindo R e M até 1-loop em (206), obtemos
=2
(1) = 10 (007 = (37 = 7)o
N2
(7 -37')

Usando a férmula de Cauchy em (208), encontramos que

D(?) = R p2:M2> . (209)

~ L. : .
) = 5 lim (D (—t —i€e) — D (—t —i—ze)) . (210)

Analisemos, primeiramente, a densidade espectral de (A (p) A (—p)>T, que denota-
remos por pa (t). A parte imagindria da fungao II7 (p?) , Im I}, é mostrado na Figura
1—10, p=10GeV, m = 2GeV e my, = %GeV. E possivel no-
tar que existe uma descontinuidade em IIT (p?) que resultard, de acordo com as Egs.
(209) e (210), em fa (t) # 0. O polo e o ponto de corte de (A (p) A(—p))” nesse caso
valem m? = —4, 00396 GeV? e — (m + mh)2 = —6,25GeV?, respectivamente. O gréfico

da densidade espectral é mostrado na Figura 15-b. Nota-se que, a densidade espectral

15-a, para os valores e =

¢é positiva, comecando exatamente no ponto de corte, t = 6,25 GeV, que corresponde a
um “threshold”!® para o decaimento de um bdson vetorial em um béson vetorial mais um
béson de Higgs. A positividade da fungao espectral de (A (p) A (—p))T de certa forma é

esperada, pois Ag (x) é invariante de BRST.

16 Chamamos de “threshold”a quantidade de energia cinética minima necesséria que as particulas devem
ter para que um certo processo possa acontecer.
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Figura 15 - Densidade espectral de (A (p) A (—p))7.
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Legenda: a) O gréafico de Im IT7 (p2) no plano complexo de p?; b) A funcio espectral p4 (t) em
funcéo de t. p? e t sdo dados em GeV?2.
Fonte: DUDAL, 2019, f. 11.
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Vejamos o contraste entre pa (t) e a densidade espectral de (h(p)h(—p)), que
denotamos por pp, (t). Para os mesmos valores dos parametros, e = %, i = 10GeV,
m =2GeV emy, = 1 GeV, o polo de (h (p) h (—p)) vale mj = —0, 245332 GeV?. Portanto,
pelo que foi discutido na Subsecao 3.3.2, se £ > 0,016 o polo estara fora do corte. As
Figuras 16-a, 16-b e 16-c mostram os graficos da parte imaginéria da funcao ITj, (p?) para
£ =2 & =3¢e& =4, respectivamente. No caso em que £ = 2, a Figura 16-a mostra que a
descontinuidade de Im IT;, (p?) ao longo do corte muda de sinal. Como consequéncia disso,
a densidade espectral para & = 2 deve ter valores negativos. O mesmo nao acontece para
& =3 ou & =4, veja as Figuras 16-b e 16-c. As densidades espectrais sao mostradas na
Figura 16-d, como podemos ver, no intervalo mostrado, que vai de t = 0 até t = 80GeV?,
para & = 2 encontramos violagao da positividade da densidade espectral, enquanto que,
para £ = 3 e £ = 4 a densidade espectral é positiva. Em (DUDAL et al., 2019) é
mostrado que, para esses valores dos parametros (e, u, m?, m?), se & < 3, entdo py, (t)
viola a positividade. Esse resultado pode ser demonstrado a partir do comportamento

ultravioleta da funcao (h (p) h (—p)). Nesse regime, temos o seguinte comportamento

hp)h(-p) = —= (211)

P2’
p? lnﬁ

Se Z > 0, entao py, (t) viola a positividade. De fato, fazendo a expansdo, encontramos

que

1 p? In p?
(h(p)h(=p)) " — (3-9) 1600.2 (212)

para p? — oo. Tem dito isso, precisamos ressaltar que os valores de (h (p) h (—p)) nesse
regime nao sao confiaveis sem que se leve em consideracao o grupo de renormalizacgao.
Vale lembrar também que esta teoria nao possui liberdade assintdtica, o que compromete

ainda mais a anélise.

3.4 Comentarios adicionais

A andlise feita acima mostra claramente as dificuldades de se interpretar uma
fungdo de Green dependente do calibre, que no caso é (h(p)h(—p)). Embora o polo
dessa funcao seja independente do parametro de calibre e tenha significado fisico, temos
que lidar com o problema causado por “thresholds” nao fisicos que dependem de &£&. Como
foi mostrado, dependendo do valor de &, o polo se localiza sobre um corte. Levando a
sério esse fato, temos entao uma limitacao para a utilizacao do calibre de Landau, por
exemplo, que ¢é caracterizado por & = 0, pois nesse caso o ponto de corte comeca em

p? = 0. Se ndo bastasse a dependéncia do calibre, a densidade espectral pj (t) nao é
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Figura 16 - Densidade espectral de (h (p) h (—p)).

)

) o

d)

Legenda: Em a), b) e ¢) sdo mostrados os gréficos de Im ITj, (p2) no plano complexo de p? pra
£ =2,& =3¢ =4, respectivamente. Em d) s@o mostradas as densidades
espectraais p4 (t) em fungdo de ¢ para os valores de £ =2 (em verde), £ =3 (em
vermelho) e £ = 4 ( em amarelo). p? e ¢ sdo dados em GeVZ.

Fonte: O autor, 2022.
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positiva definida para todos os valores de £. A propdsito, é justamente o termo que
produz um “threshold” em t = 4ém? que é responsével por essa violacao de positividade
de pp, (t). Uma estratégia para evitar que esse termo contribua para py, (t) é tomar & — oo,
que formalmente corresponde ao calibre unitario. No entanto, em geral, esse limite nao
estd bem definido para quantidades dependentes do calibre.

A parte transversal de (A, (p) A, (—p)), diferentemente de (h (p) h (—p)), é inde-
pendente do parametro de calibre, consequentemente, o polo, o residuo e a funcao espectral
também sao. Além disso, ndo encontramos nenhuma patologia nessas quantidades, como
era o esperado, ja que, dentre outras coisas, A;‘f ¢ invariante de BRST e o modelo de Higgs
é unitario. No proximo capitulo, sao analisadas as funcoes de Green de outros operadores
invariantes de BRST existentes no modelo de Higgs U (1). Essa andlise deixard ainda
mais evidente as vantagens conceituais de se trabalhar com quantidades invariantes de
BRST.

Para finalizar este capitulo, gostariamos de mencionar o estudo que fizemos em
(DUDAL et al., 2019), que ilustra a importancia do operador de BRST, s, ser nilpotente.
A importancia da nilpoténcia do operador de BRST para a unitariedade de uma teoria ja
foi mostrada no trabalho de (KUGO; OJIMA, 1979). No trabalho (DUDAL et al., 2019)
¢ estudado um modelo do tipo Curci-Ferrari (CURCI; FERRARI, 1976), caracterizado
pela acao da QED escalar no calibre linear covariante com um termo de massa mTQA”AH.
Esse termo de massa quebra a simetria de BRST de uma maneira “soft”!”, de modo que
a acao ainda é invariante pelo operador de BRST modificado s,,, que nao é nilpotente,
ou seja, s2, # 0. Nesse modelo existe o operador % + m?cc, que é invariante por s,,.
Foi mostrado em (DUDAL et al., 2019) que a densidade espectral da fungao de Green de
2-pontos desse operador viola a positividade. Isso é algo esperado, ja que essa teoria nao
¢ unitaria, como é discutido nos trabalhos de (OJIMA, 1982) e (BOER et al., 1996).

17T “Soft” ¢ uma palavra do inglés cuja traducio é suave.
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4 OPERADORES INVARIANTES DE BRST NO MODELO DE HIGGS
U(1)

Neste capitulo sao calculadas e analisadas as func¢oes de Green de 2-pontos dos ope-
radores compostos invariantes BRST O (z) e V}, (). Na Segao 4.1 é feita uma introducao
a respeito do assunto. Na Secao 4.2 sao apresentados os operadores invariantes de BRST
O (z) e V, (z), enquanto que, nas Secoes 4.3 e 4.4 sdo mostrados os calculos explicitos
dos diagramas de Feynman até 1-loop que contribuem para as fungées (O (p) O (—p)) e
(V. (p) Vi, (—=p)). Os polos e as densidades espectrais dessas fungoes sdo analisadas na
Secao 4.5. O capitulo é concluido com a Secao 4.6, onde é feita uma discussao geral a

respeito dos principais resultados. Este capitulo trata dos resultados que deram origem a
publicagao do trabalho (DUDAL et al., 2020).

4.1 Introducao

No capitulo anterior foram mostradas as diferencas entre a parte transversal da
funcao (A, (p) A, (—p)), que é independente do calibre, e (h (p) h (—p)), que dependente
explicitamente do parametro de calibre £&. Nos dois casos, os polos sao independentes
do parametro de calibre, como mostram as identidades de Nielsen. Como os polos sao
também quantidades invariantes pelo grupo de renormalizacao, eles sao candidatos a ob-
servaveis fisicos. De fato, os polos correspondem as massas fisicas das particulas. Em
relacao as densidades espectrais, o cendrio é um pouco mais complicado. Ao contrario da
densidade espectral de (A (p) A(—p))", a densidade espectral de (h (p)h(—p)) é depen-
dente do parametro de calibre e, além disso, nao é positiva definida para todos os valores
de &. Isso faz com que a interpretacao tradicional que é dada a densidade espectral, que
podem ser encontrada em (PESKIN; SCHROEDER, 1995; WEINBERG, 1995), nao seja
possivel de ser aplicada ao caso de (h (p) h (—p)).

Tendo em vista os resultados obtidos para (A (p) A (—p))", podemos pensar em
uma alternativa invariante de BRST ao campo h (x) e as suas fungoes de correlagao. O
ideal seria que essa alternativa fosse capaz de reproduzir os mesmos resultados fisicos
obtidos com h (x) (mesmos polos, segdes de choque, etc), mas sem que as fungoes de cor-
relacao tivessem os problemas causados pela dependéncia do calibre. Como nos modelos
de Higgs nao abelianos Ag nao é invariante de BRST, podemos pensar em outros operado-
res invariantes de BRST associados a A,, que existem no modelo de Higgs U (1) e possuem
analogos nao abelianos. Em geral, nao ¢é dificil construirmos operadores invariantes de
BRST. A maior dificuldade é verificar se esses operadores estao associado a algum estado

de particula especifico. Para obtermos tal informacao, geralmente, precisamos utilizar
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alguma abordagem que vai além da teoria de perturbacoes. O modelo de Higgs é um dos
poucos exemplos onde a abordagem perturbativa tradicional ja é suficiente. De fato, no
modelo de Higgs podemos encontrar operadores cujas fungoes de correlacao, ja a nivel
arvore, indicam a superposicao com um estado de particula. Um exemplo é o operador
oF, = 82AZ, que, como foi analisado no capitulo anterior, a sua funcao de 2-pontos
possui um polo na massa da particula vetorial.

Na busca por operadores invariantes de BRST que sejam alternativas aos campos
elementares, podemos utilizar como guias as anédlises feitas no Apéndice D a respeito da
estrutura de polos das fungoes de Green. De maneira resumida, elas indicam que devemos
procurar por operadores invariantes de BRST que tenham uma superposicao com os
campos elementares h(z) e A,(z), além de possuirem os mesmos nimeros quanticos desses
campos. Nas proximas secoes sera apresentado e analisado um conjunto de operadores

invariantes de BRST, e também de calibre, que possuem essas caracteristicas.

4.2 Operadores Invariantes de BRST

4.2.1 Operador escalar

O operador escalar invariante de calibre mais simples que podemos construir é o

operador composto
O(x) = vh(x)+ % (h* (z) + p* (2)) . (213)

A invariancia de calibre de O (z) fica explicita se o reescrevermos em termos do campo

v (2),

Or) = ¢ (@)p(r) - (214)

A opgao de O (x) em vez de ¢* (z) ¢ (z) é apenas por conveniéncia, para nao termos que
2
v

lidar com o termo constante invariante de calibre %-. Como O (z) nao contém campos

fantasmas, entao a invariancia por BRST é imediata. Como mostra a Eq. (213), O ()

possui um termo linear em h (z). Isso implica que a nivel drvore'

(O@) 0 W)iee = V" (1(2) DY) ree

U?

- v (215)
p?+mi

18 Tndicaremos as funcoes de Green a nivel drvore com o subindice “tree”, que significa justamente drvore
em inglés.
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pois os termos h?(z) e p*(z) contribuem somente a partir de 1-loop. Os polos de
(O(z)O (y)) e (h(z)h(y)), ao menos nessa ordem, sdo os mesmos, estao localizados
em p? = —m3. Isso quer dizer que o operador O (x) também possui uma superposicao
com um estado de particula, nesse caso, do bdson de Higgs. O operador O (z) possui
dimensao de massa 2, essa é a menor dimensao em que podemos construir um operador
local escalar, polinomial nos campos e em v, que é invariante de BRST. Podemos construir
outros operadores escalares invariantes de BRST com dimensao maior mas esses objetos

nao contém nenhuma informacao nova relevante em relacao aos polos'?.

4.2.2 Operador vetorial

O operador vetorial invariante de calibre 9, F,,, possui dimensao de massa 3. Além

dele, outro operador vetorial invariante de calibre com a mesma dimensao é o operador

Vilz) = —ig" (2) Dpp (). (216)

A invariancia de calibre de ‘N/H (x) é explicita. O operador ‘7# (x) pode ser reduzido a soma
de dois outros operadores invariantes de calibre com propriedades diferentes em relacao

as transformagoes de conjugagao de carga (125). Podemos escrevé-lo como

V@) = Vi(a) =00 (x). (217)

Ve, = eppA, — 530 Oup + égoﬁugo
1

= 5 [=P0uh+ W+ h) Oup + eAy (v + 200 + 0 + )] (218)

A invariancia de calibre do operador 0,0 (x) decorre de O (z). Logo, V,, (z), que ¢ a di-
ferenca entre dois operadores invariantes de calibre, também ¢ invariante de calibre. Em
relacdo as transformacoes discretas (125), 0,0 (z) e V, (z) sdo par e impar, respectiva-

mente, ou seja,

V() = =V, (x). (219)

19 Analisando a cohomologia do operador s, é ficil de ver que entre os operadores escalares invariantes de
BRST de dimensao n > 2 e par em relacio & conjugacao de carga, existe o operador escalar v 20 (z),
que, em termos de polos, é equivalente a O (x) .
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Essas propriedades implicam, entre outras coisas, que (V, (z) (9,0) (y)) = 0. Portanto, a
renormalizacdo da funcao de 2-pontos de V, (x) ndo envolve o operador 9,0 (z). Como
veremos no Capitulo 5, a renormalizagao da fungao de 2-pontos de V), (z), inclui 0, F,,,, que
também ¢ impar, isto ¢, 0, F,, — —0,F),, para uma conjugacao de carga. A invariancia de
BRST de V), (z), também, é imediata, pois esse operador nao contém campos fantasmas.

Devido a propriedade ((9,0) (z) ...) = 05 (O () ...), o operador 9,0 (r) contém
as mesmas informacgoes do operador O (x). Portanto, o operador que consideramos é

V,. (). De acordo com (218), esse operador possui uma parte linear nos campos, que é

(v0.p + ev®A,) | (220)

N | —

VN | linear

o que resulta no seguinte resultado a nivel arvore:

V@)V Dhnee = 5 [120508 40 () (1)) e+ 260°0 (0 (2) Ay ()
20 (A, (1) Ay (1)) ] (221)

Passando (221) para o espa¢o dos momentos e usando os resultados para os propagadores,

que sdo mostrados em (109) ou no Apéndice A, temos

e2vt 1

TpZ + m? P;w (p) + UQ[’/W (p) : (222)

V@) Vo (=P tree =

Note que (222) é independente do parametro de calibre £, o que estd de acordo com o
resultado fornecido pelas identidades de Nielsen. Além disso, o polo da parte transversal
em p> = —m? e a parte longitudinal constante indicam que V, (x) deve estar associado
ao féton massivo. A seguir serd mostrado que esse resultado é verdadeiro também a 1-
loop. A demonstracao algébrica de que esse resultado é verdadeiro a todas as ordens é

apresentada no Capitulo 5.

4.2.3 Operadores a nivel quantico

Como discutido na Segao 1.1, para estudarmos funcoes de Green dos operadores
compostos O (z) e V,, (x), devemos introduzi-los na teoria acoplados a fontes externas,
que neste caso denotaremos por J (z) e Q, (x), respectivamente. Dessa forma, a acdo de

partida, Y, é modificada para
Y = X+ /d4a: (J(z)O(z)+Q,(x) V, (x)). (223)
Consequentemente, o funcional gerador das fungoes conexas, também, serd modificado,

W g4, ge, " Je, I 00 HOR) — W JP, " I IS 0 H R, J,Q) (224)
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Assim, as funcoes de Green de 2-pontos conexas desses operadores sao definidas como

52W!
<O(x)0(y)> = —mj:07
W’
Vu(@) Vi (y) = — 57 @) 67 (n) o (225)

em que “J = 0” denota que todas as fontes externas sao tomadas a zero, inclusive J () e
Q, (z). O termo [ d'z (J (z) O (z) + Q, (x) V,, (x)) em (223) fornece as regras de Feynman
adicionais para o céalculo de qualquer funcao de Green com esses operadores compostos.
Essas regras se encontram no Apéndice A e sao utilizadas a seguir no calculo das funcoes
de Green de 2-pontos desses operadores. A renormalizagao desses operadores compostos,
em geral, exige a introducao de outros operadores na teoria, de acordo com a contagem de
poténcias. Esses outros operadores geram novas regras de Feynman com os contratermos
necessarios para o cancelamento das partes divergentes das funcoes de correlacao. A
analise detalhada de como a renormalizacao desses operadores se da exatamente é deixada
para o Capitulo 5. Para o restante deste capitulo, utilizamos apenas o fato de que, de
uma forma ou de outra, é possivel eliminar as divergéncias desses operadores utilizando

o esquema M.S, que é consistente com as identidades de Ward da teoria.

4.3 Funcgao de Green conexa (O (p) O (—p))

Os diagramas que contribuem para (O (p) O (—p)) a 1-loop podem ser colocados
em trés grupos, como mostra a Figura 17, de acordo com o nimero de pernas externas
de h. O simbolo “J”, que aparece nos diagramas de agora em diante, indica que o vértice
continha a fonte J (z), que foi utilizada para introduzir O (x) a nivel quantico.

O primeiro grupo é constituido, simplesmente, pelas corre¢oes da fungao (h (p) h (—p)),

que ja foram calculadas no Capitulo 3. Assim, temos que a primeira contribuicao para

(O () O (y)) ¢

Hd 2
v? i (p°)

OPO(=p))!" = v,
(p* +mp)

(226)
em que I1¢ (p?) é a autoenergia regularizada de h a 1-loop, que é mostrada na Eq. (183).

No segundo grupo, temos os diagramas da Figura 18, que possuem uma perna
externa de Higgs. O primeiro diagrama da Figura 18 é composto por um loop de Higgs,

que, de acordo com as regras de Feynman, resulta em

3m?
(O(p)O(-p))? = ~ i (mimip?). (227)
h

O segundo diagrama da Figura 18 é parecido com o primeiro, no entanto, com um loop
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Figura 17 - Contribuigoes para (O (p) O (—p)).

J J J J
> — - ----e + & ----
J J
+

Legenda: As contribuigbes para (O (p) O (—p)), que foram separadas em grupos de acordo com
o nimero de pernas externas de h.
Fonte: O autor, 2022.

Figura 18 - Diagramas com uma perna externa de h.

. — — = —— — — ¢ + - -

Legenda: Contribuigoes a 1-loop para (O (p) O (—p)) com apenas uma perna externa de h.
Fonte: O autor, 2022.
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Figura 19 - Diagramas sem pernas externas.

Legenda: Contribuigoes a 1-loop para (O (p) O (—p)) sem nenhuma perna externa de h.
Fonte: O autor, 2022.

de Goldstone, o que resulta em

2

T (§m?, Em?, p?) (228)

(O ()0 (—p)® = Pl

O terceiro diagrama da Figura 18 é, essencialmente, a fungao de um ponto (h (0)), portanto

OO = 2 (h(0)
_ m 3y (m?) — X(5m2)_2%(d_1>x(m2) L (220)

O terceiro grupo ¢ formado pelos diagramas da Figura 19. Esses diagramas nao
possuem nenhuma perna externa. O primeiro deles é formado com um loop de Higgs,

resultando na contribuicao

OO = (o mi. ). (230)

O segundo diagrama da Figura 19 é constituido por um loop de Goldstone, cujo resultado

(O () O(-p)? = %n (Em?,&m?,p?) . (231)

Somando todas as contribui¢oes temos

S 0mop)? = B

+ + C° 232
i=1 (P* + m%)Q p*+mj 252
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em que

2

AO — /~L2(d_4)v2 |:3)\X (mi) + e? (2 (d — 1) - %) X (m2)
2
# (A e ) x(em) + i (o ik 1?)

2]34 A, 2 2 2
+ | =€ + smi | n (Em®, Em?, p?)

2m 2
4
+e? (Qm2 (d—1)+2p* + 2p_mz> n (m?, mQ,pQ)] , (233)
B = =3mpn (my,mp,p°) —mpn (ém?®,&m®, p*) — 3x (m})
2
—X (fmZ) - 2% (d—1)x (mQ) , (234)
my,
e
1
CO = 5 |:?7 (m%w m%wp2) +n (£m27 £m27p2)] . (235)

E importante chamar a atencao para o fato de que
A° = ;—IIZ(p2). (236)

Adicionando ao resultado (232) a parte a nivel arvore, temos que a fungao de 2-pontos

conexa de O (z), até 1-loop, é

vttt ot G, (p?)

O (p) O (—p))* 237
OWOE) = SR (237)
sendo que
d N 1 _ 4 2,2, 4 2 2 2
Moo () = 515 [A(d=1)m* +4m?p +p'] 5 (m*,m?, p?)
1
+§ ( - 2ml21)277 (ml%vm%NPQ)
2
xd [W‘”% +1]x(m2)—3p2x(m%)}- (238)
h

Como é possivel notar, (O (p) O (—p))* é independente do pardmetro de calibre £, em
acordo com as identidades de Nielsen, ja que O (x) é invariante de BRST. Ao invés de

expandirmos diretamente I1¢, (p?) em torno de & = 0, facamos antes a expansio de A,
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B9 e C. As partes divergentes desses coeficientes sao

AG, = b {2v2A2 [2<—3+£)+v2A§]}§,

87r2
o _ poev? 2, 2 1
BY, = ) (6e* — N> 4+ €*X¢) =
!
cQ, = = 239
div 87'('2 c ’ ( )

enquanto que as partes finitas sao

AO_U2 2211m2 2K (2. m2. p? p4K 2 2
fin — (47r)2 e |p —HF— (m7m7p> T om? (m m,p)
2 m’ 2.2 .2 Am 2 m’ 2 2 2
—6m 1—lnF+K(m,m,p) +T 6+6lnu——9K(mh,mh,p)
m e2pt  Am?
f(erz + /\mZ) (1 —1In g,u > + <W — Th) K (§m2,§m2,p2)} ,
€ 2
BY = ,u—{_ QOQID@—F m*m?
fin (47T)2m 5 h /1/2 5 h
+mi [3K (mham}w )+ K (fm fm P )}
2 2
—3mhlnm + 3mj + 2m* — 6m* ln—}
% G
1
Cia = 2 (4n)? (K (mj,mi, p*) + K (6m?, 6m?,p%)) . (240)

ﬁ de (O (p) O (—p)) é cancelada pelos mesmos contratermos que
h

0]
renormalizam a fungao (h (p) h (—p)). A divergéncia pfﬁ é afetada pelos contratermos
h

A divergeéncia

da funcdo de 1-ponto (h(0)), no entanto, esses contratermos nao sao suficientes para
eliminar Bgv completamente, ja que existem outros diagramas com uma perna externa
de h, como mostra a Figura 18. De maneira geral, BY, e C{, exigem a introducio de

novos contratermos na teoria, sendo eles do tipo

/ddx (61J(x)0( )+52J( )) | (241)

em que 0; e 0y sao ajustados de tal forma a cancelarem as divergéncias residuais de

(O (p) O (—p)). A 1-loop esses contratermos contribuem com

—20v%6
_ 12 s (242)
P+ my
(@] ,
que possui exatamente a mesma estrutura de pQB J;“VQ C’dlv E importante notar que os

contratermos em (241) sdo invariantes por BRST, portanto a simetria BRST é preser-

vada apods a renormalizacao. Aplicando o esquema M S para eliminar as divergéncias de
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(O (p) O (—p)), obtemos a func¢ao renormalizada em d = 4:

V2 V2o (p?)

WO = ey

(243)

1
o (p?) = — [A%+ B (0 +mi) + C2 (5" +mi)’|
1 2,4 2,2 (2 2 m?
= m —8mim* — 2m*p* (mj, + 6m?) In i
i [~ (07 = 2m3)° K (m3, m, p?)
— (12m4 + 4m2p2 + p4) K (m2, mz,p2)}

m2
+2p” (3my, + mpm?* + 2m*) — 6mip” In (M_Qh> } : (244)

Para que as corregoes perturbativas modifiquem os polos de (O (p) O (—p)), algum
tipo de ressoma deve ser feito. A Eq. (243) tem a mesma estrutura de (h(p)h(—p)) e
(A(p) A (—p))T, veja o Capitulo 3. Isso sugere que talvez seja possivel aplicar & funcao
(O (p) O (—p)) a mesma ressoma que foi utilizada nessas fungdes no Capitulo 3, o que
resultaria em

U2

p* +mj, — o (p?)

(245)

No trabalho que fizemos, (DUDAL et al., 2020), foi utilizada essa ressoma, mas com uma

pequena modificagao. Como Ilp (p?) contém termos do tipo p* fol dx In ’M

, para
p? suficientemente grande, a contribuicao a 1-loop se torna maior do que a contribuicao a
nivel drvore. Isso implica que a aproximagao de (O (p) O (—p)) por (245) nao faz sentido.
Além disso, pode-se observar que ela leva ao aparecimento de uma massa taquionica.
A alternativa que utilizamos em (DUDAL et al., 2020) para melhorar esse esquema de

ressoma fol utilizar a identidade

2
pt = (PP+mp)” —2p°m; —m;,

para reescrever

4 1 2 2 1 2 2
1— M 1—- M
p—Q/ dxlnpx( ;E)+ :/dxlnpx( f)+
(P2 +m3)" Jo Iz 0 Iz
—2p*m2 —m? (! plr (1 —xz) + M?
(p* +my) 0 H

(246)
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Fazendo isso com todos os termos de Ilp (p?) que contém p? fol dx In ’%, obtemos
v? V2o (p?)
(O()O(-p) = + +Co (p*) (247)
Pmi o (p? 4 my)” )
em que
I (p2) = _ —8mim? — 2m?*p? (m2 + 6m2) In m_2
° 32m2v>m3 h h p?
+mj, [3 (my, + 2mpp°) K (m;,, m;,, p*)
— (12m4 + 4m?p* — m,zl — 2p2mi) K (m2, mg,pQ)}
2
+2p” (3my, + mpm?* + 2m*) — 6myp” In m—;} (248)
1
e
1

Co (p°) = 352 (K (mj,m;,p*) + K (m? m? p%)). (249)

p2x(l—x)+M?
2

Como a funcao I (p?) nao possui termos do tipo p* fol dx In , podemos con-

siderar a seguinte ressoma

U2

p? +mj, — o (p?)

(O ) O(=p)*” = +Co (p°) (250)
no lugar de (245).

A Figura 20 mostra o grafico de (O (p) O (—p))™ em fungao de p para os valores
e=1,v=1ue\=1i Podemos ver que, para p suficientemente grande, (O (p) O (—p))™*
passa a ser negativa. Esse comportamento se deve, exatamente, ao termo Cp (pz). Se
tomarmos v = 0, ou seja, se desligarmos o mecanismo de Higgs, a agdo de Higgs (83)

corresponde a acao da QED escalar sem massa,

Staal g = [ @' | 1B + (D) (Dug) + 5 (0707 (251)
e o operador escalar é, simplesmente,
O()lmg = ¢ (1) (). (252)
Nessa situacao
((¢*0) (D) (") (=) = Co (p°)|,_,

- L k000, (253)

1672

o que deixa evidente que Cp (p?) nao é uma particularidade do modelo de Higgs abeliano.

v2

. 7 2 .
No caso do modelo de Higgs, além de Cp (p*) existe o termo 7 oo ()

, que surge
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Figura 20 - Gréfico de (O (p) O (—p))™™ = Goo (P2)-

Goo(p?)
08,

0.6/
0.4}
0.2

: 5 10 15 50
~0.2f

~0.4]

Legenda: Gréfico de (O (p) O (—p))™ = Goo (p*) em funcdo de p para os valores e = 1,
v=1lue =
Fonte: DUDAL, 2020, f. 13.

da expansao de ¢ (z) em torno de um dos minimos do potencial de Higgs. Como sera
mostrado, esse termo adicional é o que fornece a informagao de que O (x) esta associado
a particula de Higgs.

E importante mencionarmos que termos do tipo p* fol dx In , também,

p2a(l—x)+M?
2

aparecem na fungao (h (p) h(—p)). Isso faz com que (h(p)h(—p))™, definido em (187),

faca sentido apenas para p? pequeno. Podemos aplicar a mesma abordagem utilizada para

definir (O () O (y))™ & fungao (h (p) h (—p))™*. Fazendo isso, obtemos

1
p? +m3 — 11, (p?)

(h(p)h(=p)*™ = +Cy (p?) (254)

em que
i 1 m2 9
I, (pQ) - (47r) {)\mh[ 3—1—3111#—;—5]( (mi,m%7p27ﬂ2)}
m2
+e? {(6m2 —p?) ( 1+In —)
—2p? mh
by em®+2p7 | K (m®,m?, p?, 1i°)

+& (Am? —|—ep)< 1+1n£,u£2

2p? A
+ < p mh + mh€2 . §m}21) K (£m2,£m27p2,ﬂ2)} (255)

\/\_/
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62

Ch(p?) = —— [K (em?,Em? p?, 1i*) — K (m?,m?, p%, 1?)]. 256

w () 2m2(4w)2[ (&m®,&m?, p?, 1?) ( P’ i) (256)
Na pratica, II,, (p?) e IIo (p?) sdo obtidas a partir de II;, (p2) e Ip (p?), respectivamente,
através da substituigao p* — —2p*m3 —m3 nos termos com p* fol dx In M. Como

temos p4’p2:—mi = (—2p*m3 — mi)IPQZ_mi, entao

A~

I, (—mp) = 10 (—mj) (257)
o (—m3) = Mo (—m?). (258)

A Eq. (257) implica que o pélo m3 é o mesmo nas duas ressomas, resultando que o pélo
na ressoma modificada também é independente do parametro de calibre. Esse resultado
é importante, pois mostra a consisténcia de (254) com as identidades de Nielsen.

As dificuldades relacionadas a ressoma, fundamentalmente, se devem a natureza de
O (x), que é bem diferente da natureza de h (x) e A, (z). Lembrando, O (z) é um operador
composto. Os diagramas de Feynman que constituem (O (x) O (y)) nao formam estruturas
analogas as de (h (p) h (—p)) e (A, (p) A, (—p)). Sendo mais especifico, ndo encontramos
uma série geométrica para (O (x) O (y)). Os diagramas de Feynman de (O (z) O (y)) se

organizam nas estruturas mostradas na Figura 21, cuja expressao matematica é

U2

p* +mj, — 1y (p?)
P2 +m2 — 10, (p?) (<h (p) I? (_p)>1PI + <h (p) p° (_p)>1PI)

1 1 2 2 2
+1p2 +m2 — 10, (p?) (¢ () P <_p)>1PI +(h(p)p (_p)>1PI)

+i (1* (D) B (=) ypy + % (h* () P (=) 1oy
1

+7 (0" (0) * (=) - (259)

(O )0 () =

Na Eq. (259) ja foi utilizada a expressao (187) para a funcao conexa (h(z)h(y)). As
fungoes 1PI que aparecem do lado direito da Eq. (259) guardam o significado original, mas,
a rigor, nao estao bem definidas, pois os operadores compostos h? (x) e p? (x) nao foram
introduzidos separadamente na teoria. Pode ser que cada uma delas, individualmente,
seja divergente, no entanto, como (O (z) O (y)) estd bem definida, a soma do lado direito
de (259) deve ser um resultado finito. Como é sugerido por (MAAS; SONDENHEIMER,
2020), outro tipo de ressoma pode ser definida a partir da expressao (259). Nesse trabalho,

os autores sugerem utilizar na expressao (259), no lugar dos valores exatos de IT;, (p?) e das
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Figura 21 - Tipos de diagramas de (O (z) O (y))

Legenda: Os diferentes tipos de diagramas de Feynman que contribuem para (O (z) O (y)).
Fonte: O autor, 2022.

fungoes 1PI, as suas correspondentes aproximagoes até certa ordem perturbativa. Essa
¢ uma alternativa interessante, ja que apresenta uma forma sistematica de ressomar os
diagramas de Feynman de (O (x) O (y)). No entanto, nada garante que a fungao ressomada
dessa forma seja independente do parametro de calibre &, pois nem todos os diagramas
de Feynman sao levados em conta. Para ter uma versao ressomada de (O (z) O (y)) que
nao seja dependente de &, os mesmos autores sugerem que as aproximacoes de II,, (p?) e
das fungbes 1PI sejam modificadas antes de serem inseridas em (259). Eles sugerem que
sejam removidas dessas funcoes as partes que dependem explicitamente de &. A origem
desses termos sao os loops formados por linhas internas de fantasmas, Goldstone e da
parte longitudinal do propagador de A, (z), cuja massa é v/Em. Como (O (z)O (y)) é
independente do parametro de calibre, essas partes nao devem ter papel relevante, por
isso, de certa forma, faz sentido removeé-las. Nesse mesmo trabalho, os autores comentam

que, a 1-loop, numericamente, (250) e (259) levam a resultados semelhantes.

4.4 Fungao de Green (V, (p)V, (-p))

4.4.1 Correcoes a 1-loop

Os diagramas de Feynman que contribuem para (V) (p) V., (—p)) podem ser orga-
nizados em 21 grupos, como mostra a Figura 22. O simbolo “€2” nos diagramas indica
que o vértice continha a fonte Q,, (), que foi utilizada para introduzir o operador V, (z) a
nivel quantico. Esse nimero elevado de grupos decorre dos 6 tipos diferentes de vértices
locais que compdem V), (z). Felizmente, do décimo quarto ao vigésimo primeiro grupo, na

ordem mostrada na Figura 22, as contribuicoes comegam a partir de 2-loops. Os grupos
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Figura 22 - Tipos de diagramas (V,, (z) V, ()

0 Pe} 0
VAN =S
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-
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-

e &G e

Legenda: Os diferentes tipos de diagramas de Feynman que contribuem para (V) (x)
Fonte: O autor, 2022.

=

(y))-

e seus diagramas que contribuem a 1-loop serao descritos a seguir. As regras de Feynman
para calcular esses diagramas se encontram no Apéndice A.

O primeiro grupo nada mais é do que

V. ) Vi (=) = (A (p) Av (=p)) (260)

assim podemos utilizar os resultados do Capitulo 3 para (A4, (p) A, (—p)).
O segundo grupo é constituido por (p (p) p (—p)), de modo que

Ve Vo) = L, ) (00 (). (261)

Os diagramas que contribuem para (p (p) p(—p)) a 1-loop sdo mostrados na Figura 23.

Aqui apresentaremos apenas o resultado final, que é

. _ 1 1T, (p2)
(p(p)p(=p)) = e + P 1 e (262)
sendo
(%) = 5 {[mh = @+ md) ] 0 (6m, i)

- [(mi —m?+ p2)2 + 4m2p2} n (m*,m;,p’)
+p*x (§m2) + (mi — mQ) X (mfl) — (mi —m? +p2) X (mQ)} ) (263)
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Figura 23 - Corregoes a 1-loop para (p (p) p (—p)).

s N s N {r\f?
) w +w ' )
N
/ 4
L I
N s + +

Legenda: Diagramas de Feynman que contribuem para (p (p) p (—p)) a 1-loop. Note que a

ultima contribuigao contém a funcao (h) (“tadpoles”).
Fonte: O autor, 2022.

Os detalhes envolvendo cada diagrama que contribui para (p (p) p (—p)) podem ser encon-
trados no trabalho (DUDAL et al., 2020).
No terceiro grupo também encontramos uma funcao de 2-pontos de campos ele-
mentares, neste caso (p (p) A, (—p)). Mais precisamente, temos
iev?

V@ Vo (-p)? = == pulo(p) A (-p)). (264)

Os diagramas que contribuem a 1-loop para (p (p) A, (—p)) sdo mostrados na Figura 24.
Os detalhes do cédlculo desses diagramas também podem ser encontrados no trabalho (DU-
DAL et al., 2020). Como essa fun¢ao nao possui contribuigao a nivel arvore, o resultado

até 1-loop é
. . )

(p(p) Ay (=p)) = %W% { [(mi —m?+p?)” + 4m2p2} n (m? mj, p?)
o (1 — &) — (37 4+ 13) (1 — €0 + )] 1 o 0, )

d— 1) m?p?
+3pgx(£m2)+{%—miﬂL?ﬁ—ﬁ]x(mﬂ
h
22+32_22
il g mx(mi)”. (265)

O quarto grupo contribui com apenas um diagrama. Esse diagrama é composto

por uma linha externa de féton e um loop com uma linha interna de Higgs e uma linha
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Figura 24 - Corregoes a 1-loop para (p (p) A, (—p)).

@m=%+ﬁ/\m

- -

Legenda: Diagramas Feynman que contribuem a 1-loop para (p (p) A, (—p)). Note que a
ultima contribui¢ao contém a fungao (h) (“tadpoles”).
Fonte: O autor, 2022.

Figura 25 - Quarto grupo de diagramas de (V, (p) Vi, (—=p)).

p—

- b

Legenda: Contribuicao para (V) (p) Vi, (—p)) com uma perna externa de A, e vértice I'y,.
Fonte: O autor, 2022.

interna de Goldstone, como mostra a Figura 25,

m? 1

<V# (p) V. (_p>>(4) = 2 (d _ 1)p2 p2 + m27)ul/ (p> X

X {— [(—mi +em? +p?)° + 4m2p2] n (mj, &m?, p°)

+ (my — &m? +p°) x (§m?) + (—mj + Em* + p*) x (m}) }
S s () { (] — 6" — ) x ()

+ (—mj, +Em® + 3p%) x (Em?)

+ [—p2 (4m% —4Em® + 3p2)

+(m} —em*+p*)" + 2p4} n (mj, sz,pQ)} : (266)

O quinto grupo contribui, também, com apenas um diagrama. Esse diagrama
possui uma linha externa de féton e o loop é formado por uma linha interna de Higgs,

como estd representado na Figura 26. Aplicando as regras de Feynman, obtemos

m

V, (p)V, (—p))® = m (;7’ v (p) + T, (p)) X (m3) - (267)

2 \p?+m? " p?+&m>

O sexto grupo contém duas contribui¢oes, como mostra a Figura 27. O primeiro
diagrama é constituido por uma linha externa de f6ton e um loop com uma linha de féton

e uma linha de Higgs. O segundo diagrama contém uma linha externa de féton e um



Figura 26 - Quinto grupo de diagramas de (V, (p) V., (—p)).

-~ RS
i/

WA = i

Legenda: Contribuicao para (V, (p) Vi, (—p)) com uma perna externa de A, e vértice I'ppa.

Fonte: O autor, 2022.

Figura 27 - Sexto grupo de diagramas de (V, (p) V., (—p)).

L@ - B b

Legenda: Contribuicao para (V, (p) Vi, (—p)) com uma perna externa de A, e vértice ', 4.
Fonte: O autor, 2022.

“tadpole”. Usando as regras de Feynman e somando os dois diagramas, obtemos

eVl = g 2B ([ =205 + e = ] x (e)

+[B(L=d)p* + (1= m’] x (m})
+ [Qm% (p* —&m?) + (p* + {mz)2 + mﬂ n (my,&m?, p?)
+ [-2(3 = 2d) m*p* — m* — p*

+2mj (m? — p*) — my] n (mi, m?, p*)

2,.2
o ] o))
my,
1 mQSEV(p) 2 2 2\2 2 2 9
2_192 p2+2m2 {(mh_gm +p) n(m}wé_m 7p)

— [—2mi (m2 — p2) + mfl + (p2 + m2)2} n (m2,mi,p2)
n —2(d — 1) m?p? +m77;}21 (p° —m?) + m%X (m2>
h

— (mi — §m2 + 2p2) X (£m2)

96

— [m2 &—-1)+ 3p2] X (mi)} ) (268)

O sétimo grupo ¢ formado por apenas um diagrama. Esse diagrama é constituido

por uma linha externa de féton e um loop com uma linha interna de Goldstone, como
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Figura 28 - Sétimo grupo de diagramas de ( —

@ - k)

Legenda: Contribuicao para (V}, (p) Vi, (—p)) com uma perna externa de A, e vértice I'j,4.
Fonte: O autor, 2022.

Figura 29 - Oitavo grupo de diagramas de (V, (p) Vi, (—=p)).

H O
OO

Legenda: Contribuicao para (V) (p) Vi, (—p)) com uma perna externa de p e vértice I'p,,.
Fonte: O autor, 2022.

mostra a Figura 28. O resultado desse diagrama ¢é

2

<V# (p) V. (_p>>(7) - =k ( : P (p) + LE (p>> X (me) : (269)

2 p2+m2 = p2+§m2 v

O oitavo grupo contribui com dois diagramas, como esta mostrado na Figura 29. O
primeiro deles é formado por uma linha externa de Goldstone e um loop com linhas inter-
nas de Goldstone e Higgs. O segundo diagrama contém uma perna externa de Goldstone

e um “tadpole”. A soma desses dois diagramas resulta em

x (mi) + =x (¢ém?)| . (270)

Do nono grupo temos apenas um diagrama, que é mostrado na Figura 30. O

diagrama possui uma perna externa de Goldstone e um loop com linhas internas de foton
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Figura 30 - Nono grupo de diagramas de (V, (p) V., (—p)).

SO

Legenda: Contribuicao para (V, (p) Vi, (—p)) com uma perna externa de p e vértice I'y 4.
Fonte: O autor, 2022.

Figura 31 - Décimo grupo de diagramas de (V, (p) V., (—p)).

=@ -

Legenda: Contribuicao para (V) (p) Vi, (—p)) sem pernas externas e vértices I'y,,.
Fonte: O autor, 2022.

e de Higgs. O resultado desse diagrama é

<m@mww>:ﬂm%%@mw
x {(p* +m3) (my — &m® + p?) n (6m?, mi, p?)
- [(mi —m?+p?)" ¢ 4m2p2} n (m? mi,p°)
= (p* +mj) x (ém?) +m?x (mj)
+(p* + mj, —m?) x (m?) } . (271)

O décimo grupo contribui, também, com apenas um diagrama, que é mostrado na
Figura 31. Esse diagrama nao possui pernas extenas, apenas um loop formado com linhas

internas de Goldstone e Higgs. O céalculo do diagrama resulta em

A e ICE

X { [(—mi +&m? +p°)° + 4mip2} 1 (m,, &m?, p?)

+ (=mj + &m? — p*) x (6m?) — (—=mj + Em* + p°) x (m}) }
1

_4_pz£uu (p) x

x {— (mj — &m?® — p?) (mj — &m® + p*) n (§ém®,mj,, p?)

+ (my — &m® — p*) x (Em?) — (mj — Em® +p°) x (m})

_p477 (€m27 m%pr)} : (272)
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Figura 32 - Décimo primeiro grupo de diagramas de (V, (p) V., (—p)).

O -,

Legenda: Contribuicao para (V) (p) Vi, (—p)) sem pernas externas e vértices I'p4.
Fonte: O autor, 2022.

O décimo primeiro grupo, e o ultimo que contribui a 1-loop, contém apenas um

Y Y
diagrama, que é mostrado na Figura 32. Como o anterior, esse diagrama nao possui
pernas externas, mas somente um loop formado com linhas internas de féton e Higgs. O

resultado desse diagrama é

VeV (o) = P @)
X {[( Z_tm?+p ) + 4§m2p2] n (mj,&m?,p?)
+ [4 (d —2)m*p* — (mh m? +p2)2} n (m2,mi,P2)
— (m} — &m? + p?) x (Em?) + (md —m? + p?) x (m?)
— (€= 1)m?*x (m})}
by ) { (= )7 . 7)
+ [(mi —m?+ p2)2 + 4m2p2} n (m2, mi,pQ)
+m? (§ = 1) x (m}) + (m — &m* +p*) x (§m?)
+ (=mj +m? —p®) x (m?) }. (273)

Se somarmos todas as contribuic¢oes, obteremos a fungao de Green regularizada

até 1-loop, ja que algumas das contribuigoes foram consideradas com o seu nivel arvore

junto. A parte tranversal dessa funcao, que denotamos por

Puv (p) (Vi (p) Vi (=p)),

V)V (-p)*" =

d—1 ’
a 1-loop tem a forma
AV BY
V@)V (=Pl = - +cv, (274)

(P> +m2)°  p*+m?
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sendo
m2 | m? ((mi —m?+p?)° —4(d—2) m2p2>
AV - — | — 77 (m2a m}21,7 pQ)
4 (d—1)p?
+m2 (2(d— 1) m?p® + m3 (52 —m?) +mj) ¥ (m?)
(d — 1) p*mj,
m? ((2d — 1) p* — m2 + m?) )
275
BY = m2 _m% (=2 (3 = 2d) m*p* —m* —p? + 2my, (m* — p?) — mgﬁ (mQ7 m2, p2)
2(d—1)m;p?
3dm3ip? + m?*m2 — 3mip?
- s (m7)
2(d—1)mip
2(d—1)>m2p? — m*m3 +mip® + mj 5 m? 9
— — 276
2(d— 1) m2p? X (m®) | + 2X(mh)7 (276)
4(d —2)m?p? — (m3 —m? —I—p2)2
Voo h 2 2
C - 4(d_1)p2 U(m7mh>p)
2 2, 2 2 2, 2
mp —m-+p 2y, M- —my, +p 2
“h TP 277
4(d—1)p? X (m*) + 4(d—1)p? X (mh) (277)
Vale destacar, para fins futuros, que
4
1%
lembrando que II7 (p?) é a parte transvesal da autonergia do féton. (V (p) V (—p))fﬂop

possui uma estrutura andloga a fungao (O (p) O (—p)), no entanto, os coeficientes A"

BY e CV sao individualmente independentes do parametro de calibre, diferentemente dos
coeficientes A9, B e C9, vide Eqs. (233)-(235). Expandindo em série de Laurent esses

coeficientes em torno de € = 0 (¢ = 4 — d), obtemos que as partes divergentes sao

et [ p? e 1 1
S Y SV
oy (50 (53) e rot) 2

v2e? Geto? p? 1

= —3e*v? — = + 3 % ) -

(47T)2€< \ e“v 3~|— v)g,
1

= W (9€2U2 — p2 — 3)\1)2)

m | =

, (279)
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enquanto que as partes finitas sao

\%
Aﬁn

\%
Bﬁn

627,74 {pQ m2 m%
b — + L omPK (mi, m?, PP
2(4m)' L6 2 2 (s %, 27)
2 2 2 2 2 2 2
o |PT+my, —m 9 2 o mh mh m m mp —m
o | T In A P
mh[ 2p? (e %, ) = 2 e Ty e T T g
2 4 2
+m2 (1 “In m—zh) + = (1 - 3lnﬁ)} (280)
pt) o omj u?
m2

4( 2 2 mj,
W{&nh(mh—m —7p )hl MQ

—3m;, [2p2 (m2 — 5m2) + (mi — m2)2 —l—pﬂ K (mi,mQ,pQ)
-3 (mh m mh) +9p? (mzm,zl + 3mj + 2m4) + 2p*m?

2
—3m® [m;, (p* — m*) + mj, + 18m*p*| In %} : (281)

m {3m2 (mj —m? +p2) In Zl—j
+3m2 (—m3 +m? + p?) In "2 2 Lt 6 (57 — m)

—5p* (3mj, — 9m? + p*) + 3my, + 3m* — 54m?p* + 3p’

+3[2m;}, (p* — m?) + my, + m* —10m*p* + p*] K (m®,m;,p*) }. (282)

1% Voox
Parte das divergéncias de AY, , BY. e CY sao canceladas pelos contratermos que renor-

malizam a parte transversal da funcdo (4, (p) A, (—p)) e a funcao (h(0)) (“tadpoles”).

As divergéncias restantes precisam ser renormalizadas com a introducao de novos contra-

termos. Como utilizaremos o esquema M S, esses novos contratermos devem ser ajustados

de tal forma a serem consistentes com esse esquema. A andlise detalhada da renorma-

lizagao desses operadores é mostrada no Capitulo 5. Portanto, a fungao renormalizada

em d = 4 até um 1-loop é

WovEn = S (ot k)

4 p2 +m?2 (p2 + m2)2
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em que
() = g (Al (7 + %) B+ (024 m?)° )
1
= —9 (47_[_)2 (32’[}4m% {_18m4 (mi + m4) + 9m]21p4 (mi i mQ)

—?nnip2 [Qp2 (mi — 5m2) + (mfb — m2)2 —|—p4} K (mi,m2,p2)
2

+2m,2lp6 + 3mi [p2 (mi + 11m2) +6m* — pﬂ In %

2

+3m? [—mip4 + p? (—mfl +mim? + 36m4) + 18m6} In %

—3p* (my, + 10mym? + mjm* + 12m°) } (283)

2
4 JQ, a ressoma deve ser

feita com os mesmos cuidados utilizados para tratar a funcao (O (p) O (—p)) . Neste caso,

Como II¥, (p?) também possui termos do tipo p* fol dx In

utilizamos a identidade
pto= (PP +m?)’ —2p*m?® —m?, (284)

Reescrevendo os termos problematicos de (283) com essa identidade, obtemos

2t 1 Tz (pZ)
Vp)V(-p)" = 4 Cy (p* 285
de modo que
- 4
(7)) = o (Ah+ 02+ ) B+ (6 +m)" )

1

= — {—18m4 (mi + m4) + 9m3p* (m,% + mz)
9 (47)° e2vim?

0 (mf = m?)" = 2m3p? = mt| K (m}, m?,p?)

+2m;p°® + 3my, [p* (mj, + 11m?) + 6m* — p*| In TIZ—EL

+3m? [—mjp* + p* (—=my, + mim® + 36m*) + 18m°] In 7:—22

—3p* (m§, + 10mym?* + mpm* + 12m°) } (286)
e
Cv (7)) = ——y (2m 4 57) K (7). (287)

12 (47)
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Figura 33 - Grafico de (V (p) V (—p))T>".
58
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00—
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v=1pe =
Fonte: DUDAL, 2020, f. 18.

Assim, temos que a funcao ressomada é

V)V (=)™ = GZZ (p? +m? 1_ 1z (p2)> +Cv (1) (288)

A Figura 33 mostra o grafico de (V (p) V (—p))""™ em funcéo de p para os valores e = 1,

v=1pe = % Pelas mesmas razoes que levam a Eq. (258), temos
Iy (-m?) = 10y (—m?). (289)

Novamente, podemos tomar o limite v — 0 e verificar se Cy (p?)|,_, = #K (0,0, p%)

corresponde ao valor da parte transversal da funcéo (V) (p) V,, (—p)) na QED escalar sem

. . 1 2
massa, em que V, = ep*pA, — 1¢*0,p + L¢0,¢*. Analisando com cuidado %—HW(’) )

(p>+m2)*
verificamos que nesse limite essa funcao tende para — 9(24’;2 7 Portanto, na QED escalar
sem massa temos

2
p 1 2

(47?)2 12 9

Apesar dessa situacao ser um pouco diferente de (O (p) O (—p)) e Co (p?), a conclusao é
a mesma, os termos que dificultam a ressoma nao estao relacionados ao mecanismo de
Higgs. Pelo contrario, é o mecanismo de Higgs que produz essa estrutura com polos que

pode ser observada ja a nivel arvore.
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Para a parte longitudinal de (V,, (p) V,, (—p))d, que é

V) VE™ = Luw®) (V@) Vi (=), (291)

encontramos o resultado

V)V (-p)* =t =

2 2

+v2—32 ) (mi—milnm—2}‘+m4—3m4ln%)
mm H H

+0 (¢). (292)

Note que, a parte finita de (V (p) V’ (—p))L ¢ independente do momento, isso significa que

a parte longitudinal nao estd associada a nenhum modo fisico de propagacao.

4.5 Polos e densidades espectrais das fungoes de Green dos operadores

compostos

4.5.1 Polos e Residuos

Nesta secao é feita uma analise dos polos e das representacoes espectrais de Kallén-
Lehnmann de (O (p) O (—p)) e (V (p)V (=p))" . Basicamente, a teoria utilizada é a
mesma da Subsegao 3.3.3, onde tratamos das densidades espectrais das fungoes (h (p) h (—p))
e (A(p) A (—p)}T. As funcoes de 2-pontos ressomadas dos operadores compostos até 1-

loop tem a forma

2 = K 1 2
D) = ko gy T W) (203

em que kp € um parametro que possui a dimensao de massa correta para que a expressao
(293), dimensionalmente, faga sentido. Comparando (293) com (250) e (288), temos
que ko = v2 e Ky = €X' sio as constates de (O (p) O (—=p))™ e (V (p)V (—=p))"",
respectivamente. C' (p?) ¢ uma fungao analitica em quase todo plano complexo, exceto,
em parte do eixo real negativo, onde possui um corte. Até 1-loop, o polo de D (p?), que

denotamos por M2, é dado por

M = —M? 4T (-M?), (294)

enquanto que o residuo é obtido pela expressao

R = rp |1+ 5 . (295)
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No caso do operador escalar, temos que o polo de (O (p) O (—p))™®, que denotamos
por Mé, até 1-loop, é dado pela expressao
My = —mi+To (—m2). (296)
Vimos que o (—m3) = I (—m2), Eq.(258). Como
1 2
o (p?) = — A%+ B (0 +mi) +CF (5" +m})’| (207)

e AC = 02, (p?), veja as Eqs. (244) e (236), entdo, IIp (—m2) = I, (—my2). A conclusdo

que segue é que
My = —mi+1, (—m}), (298)

ou seja, até 1-loop, o polo de (O (p) O (—p)) ¢ igual ao polo de (h (p) h (—p)).
Como a fungao do operador vetorial V), (x) é completamente analoga & funcao de
T, res

O (z), podemos seguir o mesmo caminho e demonstrar que o polo de (V (p) V (—p)) ,

—9 ,
que chamamos de My, é
2

M, = —-m’+1I" (-m?). (299)

Assim,(V (p) V (=p))" e (A (p) A(—p))", até 1-loop, possuem o mesmo polo.

4.5.2 Densidades espectrais

Definindo II (p?) = II(p?) — I1(—=M?), assim como fizemos na Subsecio 3.3.3,

podemos reescrever a Eq. (293) como

R R(ﬁ(pQ)Jr(pQ_W)%

P = (p2 — W2) ! <p2 — Mz)z

p2‘M2> +C (%) (300)

Assim, temos que D (p?) subtraida da sua parte com o pélo é

) ([ + (- 37) £

D(p*) = R 5
() (pQ—Mz)

Olhando para as Eqgs. (247)-(249) e lembrando das propriedades da funcao

ﬂ}w)+c@ﬂ

K (mi,m3,p%),
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Figura 34 - Densidade espectral po ().
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Legenda: Densidade espectral po (t) para os valores e =1, v = 1u, A = % ep=1GeV. té
dado em GeV?2.
Fonte: DUDAL, 2020, f. 25.

podemos concluir que a fungao (O (p) O (—p)) possui “thresholds” em p* = —4m? e
p? = —4m? . (O (p)O(—p)) ndo possui o “threshold” nao fisico em p?> = —4&m? da

fungao (h (p) h (—p)). O gréfico da densidade espectral de (O (p) O (—p)), po (1), para os
valorese =1, v = 1u, A = % e i = 1GeV é mostrado na Figura 34. Para esses valores dos
parametros, m;, < m e os “thresholds”, que correspondem aos dois saltos na densidade
espectral, estao localizados em t = ZéGeV2 e t = 4GeV?, como mostra a Figura 34. Os
fatos mais importantes a respeito da densidade espectral po (t) é que ela é positiva e

independente do parametro de calibre £&. A analise que fizemos aqui também pode ser

encontrada no trabalho (DUDAL et al., 2020).

—_——

A densidade espectral de (V (p) V (—p))T, que denotamos por py (t), é mostrada na
Figura 35. Analisando IIy (p?), vemos que deve existir um “threshold” em t = (m + my)>.
De fato, parae =1, v =1u, A = % e n = 1GeV, que sao os valores utilizados para gerar
o grafico da Figura 35, encontramos um “threshold” em t ~ 2, 1GeV?. Esse mesmo
“threshold” foi encontrado em p4 (t), veja a anélise feita na Segao 3.3.3. Assim como as
densidades espectrais das fungdes dos outros operadores invariantes de calibre, py () é
positiva definida, como mostrado também em (DUDAL et al., 2020).

Uma questao que nao podemos deixar de mencionar é o da reconstrucao das funcoes
de Green a partir das densidades espectrais. Pela forma como foi definida a densidade
%
de po (t) na Figura 34, podemos notar que essa densidade espectral nao tende a zero

espectral, se resolvermos a integral fooo dt devemos obter D (p?). Analisando o gréfico
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Figura 35 - Densidade espectral py (t).
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Legenda: Densidade espectral py (t) para os valores e = 1, v = 1u, A = % epu=1GeV. t é
dado em GeV?2.
Fonte: DUDAL, 2022, f. 26.

quando ¢ — oo. No caso de py (t), as coisas ficam ainda piores, como mostra a Figura 35,
pois a densidade espectral cresce. Esse tipo de comportamento de po (t) e py (t), implica
que a integral acima diverge. Esse é um fato ja esperado, devido a dimensionalidade
mais elevada dos operadores compostos. Como discutido por (WEINBERG, 1995), nesses

casos, a férmula para obtermos D (p?) a partir de p(t) ¢

1

D) = 34 (=8 DW (1)
e [ 0
e /0 o (t+ A" (2 +1) (301)

em que A é um ponto arbitrario e n é um inteiro positivo que deve ser suficientemente
grande para que a integral convirja. Uma demonstracao® dessa férmula pode ser encon-
trada no Apéndice C. A férmula (301) tem uma semelhanga grande com o esquema BPHZ,
que ¢é utilizado para tornar finitas as integrais inicialmente divergentes que aparecem nos
diagramas de Feynman. Em ambos os casos, aparece um polindmio nos momentos ex-

ternos que precisa ser fixado. Se as partes finitas dos contratermos que renormalizam

20 Se néo se trata de uma demonstragdo rigorosa, ¢ ao menos um forma mneménica de lembrar de (301)
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(O (p)O(=p)) e (V(p)V (—p)) coincidem com > p_;+ (p* — A" D®) (A), cada escolha

de valores para o conjunto {D(k) (A); k=1, ..., n} corresponde a um esquema diferente
de renormalizacao de D (p?). Como o esquema de renormalizagao nao afeta os observdveis
fisicos, podemos escolher {D("’) (A); k=1, ..., n} da forma mais conveniente possivel.!.

4.6 Comentarios finais

Os resultados mostrados nas se¢oes anteriores a respeito da fungoes de Green dos
operadores O (z) e V), (x), combinados com os resultados do capitulo anterior a respeito
de AT

;,L?
variantes de BRST. Nao existem “thresholds”nao fisicos e as densidades espectrais sao

evidenciam as vantagens, ao menos, conceituais de se trabalhar com objetos in-

independentes do calibre, o que facilita a interpretacao dos resultados. Obviamente, as
dificuldades computacionais aumentam, ja que estamos lidando com operadores compos-
tos. Além disso, temos a questdao da escolha da ressoma, que se trata de mais uma

aproximacao.

21 Podemos sempre escolher a parte finita dos contratermos da maneira que quisermos, desde que essa
escolha seja compativel com as identidades de Ward da teoria. Pelo grupo de renormalizagao sabemos
que os observaveis fisicos sao independentes dessa escolha.
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5 RENORMALIZAGAO DOS OPERADORES COMPOSTOS O (X) E
V,(X) NO CALIBRE DE LANDAU; APLICAGAO DO TEOREMA DA
EQUIVALENCIA AO MODELO DE HIGGS U(1)

Este capitulo é uma continuacao do capitulo anterior e tem como objetivo explorar
alguns topicos importantes que foram abordados de maneira superficial, como a renor-
malizagdo dos operadores compostos O (z) e V, (z). Além disso, através da aplicacao
do Teorema da Equivaléncia, tentamos dar substancia a afirmacao de que as fungoes de
Green desses operadores sao fisicamente equivalentes as funcoes de Green dos campos
elementares. Na Secao 5.1, através da andlise da cohomologia do operador de BRST, sao
estabelecidos os operadores envolvidos na renormalizacao de O (z) e V, (z), além disso,
sao apresentadas as identidades de Ward da teoria depois da introdugao desses operadores
na acao de partida. Na Segao 5.2 é encontrado o contratermo local invariante necessario
para renormalizar a teoria. Na Secao 5.3 sao apresentados os resultados explicitos dos
fatores de renormalizacao até 1-loop e discutida a consisténcia deles com as identidades
de Ward do modelo. A Secgao 5.4 contém uma andlise a respeito da relagdo entre os
“tadpoles”e a energia do viacuo. Na Secao 5.5 s@o mostrados alguns resultados exatos
para a fungao (V, (z)V, (y)). O capitulo é encerrado com a Segao 5.6, onde ¢ aplicado
o Teorema da Equivaléncia para demonstrar que o conjunto de funcoes de Green dos
operadores O (x) e V,, (z) ¢ fisicamente equivalente ao conjunto de fungoes de Green dos
campos elementares h (z), p(x) e A,. Este capitulo é baseado nos trabalhos (CAPRI et
al., 2020; DUDAL; PERUZZO; SORELLA, 2021a), portanto, para obter mais detalhes a

respeito dos assuntos tratados aqui, o leitor pode consultar essas referéncias.

5.1 Introducao dos operadores invariantes de BRST

5.1.1 Estudo da cohomologia de BRST

Para implementarmos as identidades de Ward necessarias para a analise da renor-
malizagdo dos operadores O (z) e V), (z), primeiramente, devemos estudar a cohomologia
do operador de BRST, s, como é discutido por (PIGUET; SORELLA, 1995). Esse es-
tudo mostrara as possiveis misturas que podem haver entre os operadores compostos no
momento da renormalizacao, como discutem (KLUBERG-STERN; ZUBER, 1975) e (JO-
GLEKAR; LEE, 1976). No trabalho de (DUDAL et al., 2009), por exemplo, é mostrada
a matriz de mistura do operador composto invariante de calibre F}, (z) F, (z), que estd
presente nas teorias de Yang-Mills nao abelianas.

Comecemos pelo operador O (x), definido na Eq. (213). Esse operador é escalar,
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possui dimensdo de massa 2, [N;] = 0 (ntmero de fantasma) e é par em relagao a con-
jugagao de carga (125) (isto é, O (z) — O (z)). Assim, devemos buscar a quantidade nao
integrada, que denotaremos por A (z), com os mesmos nimeros quanticos de O () e que
seja invariante de BRST, ou seja, devemos encontrar a solucao mais geral possivel para a

equacao

sA(z) = 0. (302)
Fazendo isso, obtemos que a solu¢ao mais geral possivel de (302) é

A(r) = a10(z)+ ax?, (303)

em que a; e ag sao coeficientes arbitrarios. Portanto, se quisermos estudar O (x) devemos
considerar também a quantidade invariante por BRST [ d*z v?J (z). Embora tenhamos
escolhido O (x), em vez de ¢* (x)p (z), para nos livrarmos desse termo constante v
ele reaparece inevitavelmente por causa da renormalizacao. Um fato que merece ser
mencionado é o de que A (x) nao possui partes triviais, como mostra a Eq. (303). Dito
de outra forma, nenhum termo de A (x) pode ser escrito como um BRST-exato.

O operador V, (z) é um vetor que possui dimensao de massa 3 e [NV;] = 0. Além
disso, como foi discutido na Subsecao 4.2.2, esse operador é impar em relagao a conjugagao
de carga (125). Denotemos por A, (z) a quantidade nao integrada mais geral possivel

com os mesmos nimeros quanticos de V), (x) e que ¢ invariante por BRST, ou seja,

sA, (z) = 0. (304)
A solugao da Eq. (304) é

A, (z) = aV,(x)+c0,F,, (v) + c30,b, (305)

em que ¢, ¢y e ¢z sao coeficientes arbitrarios. O termo 0, F,, (z) = 8214/7; ja foi encontrado
por (CLARK, 1975) no seu trabalho a respeito do modelo de Higgs abeliano no calibre de
Landau. O tnico termo que pertece a cohomologia trivial do operador s é 9,b = —is (0,).
Esse termo ndo desempenha nenhum papel relevante, pois, além de b(z) nao ser um
campo interagente, as identidades de Ward, que serao apresentadas a seguir, implicam
que 0,b(z) ndo contribui para a renormalizacdo dos outros operadores. Nao ¢ dificil
de prever isso, ja que, a invariancia de BRST da teoria implica em (V, (z) (0,b) (y)) =
i (s[V (@) D2 ()]) = 0 ¢ (O () (0Lb) (1) = —i (s [rFh () (2) D, (9)]) = 0. Se-
guindo o que estabelece (COLLINS, 1986), o resultado (305) indica que a renormalizac¢ao
de V, (z) e 0,F,, (x) serd matricial, com os fatores de renormalizacao das fontes externas,

que sao necessarias para introduzir esses operadores, formando uma matrix 2 x 2.
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5.1.2 A agao inicial completa 3 e suas identidades de Ward

Agora que todos os operadores necessarios para introduzir O (x) e V,, (z) ja foram

listados, sabemos que devemos adicionar o termo

Shn = /d4x [J () O () + n (z)v?
O (2) Vi () + T (2) (0, Fop) () + O, () (9ub) ()] (306)

na agao inicial. As fontes externas J (z) e 7 (x) dao conta de O () e v?, respectivamente,
que sdo as quantidades envolvidas na renormalizacao de O (). Ja as fontes extenas Q, (z),
T, (z) e ©, () tratam dos operadores V, (z), (0,F,,) (x) e (0,b) (z), respectivamente. O
termo Sa é invariante por BRST se tomarmos todas as fontes externas como sendo,

também, invariantes por BRST, isto é,
s]=sn=50,=sY,=s0,=0 . (307)

Adotando o calibre de Landau, temos o termo de fixacao de calibre

gf

Sipnden = / d*z (ibd, A, + cd*c) (308)

que corresponde a tomarmos £ = 0 no calibre de 't Hooft, definido na Eq. (99). Assim, a

acao de partida que vamos analisar é

Y = Shiggs + St + S, + Sa, (309)

que ¢ invariante de BRST,
s = 0. (310)

Lembrando que, Spiggs ¢ definida na Eq. (90) e Sy = [ d*z [H (sh) + R (sp)] é o termo
com as transformagoes nao lineares de BRST dos campos h (z) e p ().
A agado ¥ satisfaz um numero significativamente grande de identidades de Ward,

que sao listadas a seguir:
(i) A identidade de Slavnov-Taylor

S(X) = 0, (311)
sendo
ox 0X 00X 00X oY ox
_ 4 _ = o= o= S Nt
S = /dx( aﬂcéAu+5H5h+5R5p+Zb56)' (312)

A Eq. (311) expressa a invariancia de BRST da agao X na forma de uma equagao funci-
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onal;
(ii) Equac@o de movimento de b (x)
ox
b 10y Ay — 0,0, (313)

O lado direito da Eq. (313), sendo linear nos campos quanticos, é uma quebra cléssica,
portanto, nao é afetada por correcoes quanticas, como discutido no Capitulo 1. A Eq.
(313) expressa, na forma funcional, o fato de b (x) ndo ser um campo interagente;

(iii) As equagdes de movimento dos campos fantasmas,

0X

= — 92 14

5 d“c (314)

e

(;_Z = —0°¢— Re(v+h)+ Hep. (315)
c

Essas equacoes expressam, de forma funcional, o fato de que os campos fantasmas de
Faddeev-Popov se desacoplam da teoria no calibre de Landau;
(iv) As transformagoes de calibre globais (101) podem ser estendidas as fontes

externas da seguinte forma:

duwh = —ewp, dwp = ew (v + h)
0uA, = 0, dwC =0, dpe =0, dub =0,
0bH = —ewR, 0,R =ewH,
dud = 0w =06,2,=0,T,=06,0,=0, (316)
assim
0,2 = 0.

Dessa forma, temos a poderosa identidade de Ward

0% 0X 0% 0%
4 E— —_— —_— — —_— g
/dx[ p5h+(v+h)5p RcS +H5R 0. (317)

Vale a pena destacar que essa simetria e, consequentemente, essa identidade de Ward nao

existem no calibre R;



113

(v) A invariancia por conjugacao de carga

A, — —A, h — h,

p = —p b— —b,

c — —c, c— —c,

— H, R — —R,

J = J, Q, — —Q,,

T, = =T, O, — —0,, (318)
(vi) Identidade do nimero de ghost
N, () = o, (319)
em que
o 4] ) )
= [d2|c——-¢—=—-H— — R— 320
Ny / v (C(sc ¢ UeH 53) ’ (320)
(vii) Identidades das fontes externas

0x

PR — '1.12,

on

0x
o~ L Fy )
01, Lz

0x
= = 90 321
50, g (321)

Nesse caso, também temos quebras lineares nos campos, que nao sao afetadas por corregoes
quanticas. Essas identidades implicam que o contratermo invariante mais geral possivel é
independente das fontes n (z), T, (z) e O, (z).

A contagem de poténcias e as identidades de Ward listadas acima permitem que
sejam introduzidos termos puramente quadraticos, cibicos e quarticos nas fontes J () e

Q, (z), como

/d4x J?, /d4x QMGQQM, etc.

Esses termos dao origem a termos de contato nas funcoes de Green com mais de uma

__ew
6J(x)6J (y) J:O'

Como estamos estudando a renormalizacao perturbativa dos operadores compostos, esses

insergao dos operadores compostos O (z) e V, (z), como (O (z) O (y)) =

termos nao sao incluidos na agao cldssica de partida X, Eq. (309), ja que, as divergéncia
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ultravioletas relacionadas a eles surgem de correcoes quanticas 22. Todos os termos nao
lineares nas fontes J (z) e €, (x) serao identificados e analisados quando escrevermos o

contratermo mais geral possivel compativel com as identidades de Ward.

5.1.3 Identidades de Ward adicionais devido aos operadores compostos

O conjunto de identidades (312)-(321) existiria na teoria mesmo se os operadores
O (z) e V, (z) nao fossem considerados. De maneira surpreendente, quando esses ope-
radores sao adicionados na acao de partida, acoplados as suas correspondentes fontes
externas, novas identidades de Ward sao geradas. Esse tipo de situacao nao ocorre com
tanta frequéncia, tanto que, as pistas da existéncia dessas identidades nos foram forne-
cidas somente apds o cdlculo a 1-loop da funcdo de correlagao (V, (z)V, (y)). Por isso,
decidimos abrir uma subsecao somente para elas.

A acao Shiges possui uma quebra da simetria global

v = —w,

5h = w, (322)

que estabelece que v e h (z) devem aparecer sempre na combinagao v+ h (x). O potencial
de Higgs com o acoplamento em \ é o responsavel por essa quebra. De fato, o que resulta
dessas transformacoes é a equacao

6SH1 8SH1
4 ggs ggs 4
/d Ty ) ” = /d z A0 (z) . (323)

Note que, do lado direito da Eq. (323) temos exatamente o operador composto O ().
Como a quebra é quadrética nos campos, a Eq. (323) nao pode ser traduzida em uma
identidade de Ward a nivel quantico, a menos que O () seja introduzido desde o comego,
que é justamento o nosso caso. Assim, com algumas pequenas modifica¢oes, devido ao

termo de fixacao de calibre, termos de fonte, etc, temos a identidade de Ward

0% 0% [)>
4 PR R - — 4 —
/dx (5h AU(SJ) 5 /d xv(J—2n). (324)

22 Na verdade, pode ser que um operador composto condense devido a efeitos ndo perturbativos. Nesse
caso, existe uma contribuicao ja a nivel arvore que precisa ser levada em consideragao.
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Além da identidade (324), a acdo ¥ possui a identidade

ox ox ox ev?
Y, PN Y i
SA, 2669# ef, 57 O, F,, —10,b + 5 Q,

+0°Y, — 0,0,7,. (325)

Os termos que aparecem do lado direito de (325) sao termos lineares nos campos, portanto
nao sao um problema. Essa identidade (325) é ainda mais restritiva que (324), pois nao
¢ integrada. Analisando o correspondente cldssico da Eq. (325), podemos perceber um
fato importante a respeito de V, (z). A equagdo de movimento de A, (x) que resulta da

acao de Higgs é

5SHi S
5Tig == —&,Fyu—f—QeVM, (326)
assim,
1 .. 0SHiges
OVul) = 50—, (327)
m

o que mostra que, a nivel classico, V), ¢ uma corrente conservada. A identidade de Ward
(325) expressa na forma funcional e “off-shell” essa propriedade do operador V,,. Se temos
uma corrente conservada, naturalmente existe uma simetria por detrds dela. De fato, V),
¢ a corrente da simetria de calibre global U (1), caracterizada pelas transformagoes (316).

A Eq. (317) pode ser reescrita como
/ Az W ()8 = 0, (328)

em que W (z) é o operador local

o o o o

= _ h - H 2
W) = —p() gy + 04 h@) s — B0 s + HE) spes. (329
Assim, pelo teorema de Noether
W(x)Y = 0,J,(x). (330)
Fazendo o célculo explicito, chegamos ao resultado que
2
J,(x) = — <Qu () O (x) + %Q“ () +2V, (:z:)) . (331)
Tomando todas as fontes {J,7,8,,T,,0,} a zero, temos
) )
(@) gy + A @) 5o ) (St S =20,V (2) (332)
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Assim, fica claro que V,, é a corrente conservada da simetria global U (1). Como os

operadores O (z) e V,, (x) j& est@o na acdo de partida, a Eq. (330) pode ser transformada

na identidade de Ward

5% E) SR ) SR> 5T 5% 12
—pg (W h) R+ H :—a“((z 2—+UQN>

op oH TSR 57, T2 (333)

Combinando as Egs. (325) e (333), obtemos a conhecida identidade de Ward local com
quebra linear

dy——+e +@w+h)——-R—+H—= —i0%b, (334)

5T [ 6% 5% 6% 4%
"SA, Psh op  6H 'R

que pode ser obtida através da anticomutacao da identidade de Slavnov-Taylor (312) com

a equagao de movimento do campo fantasma ¢ (315).

5.2 Caracterizagao do contratermo local invariante

Para encontrarmos o contratermo local invariante mais geral possivel, seguimos os
métodos da Renormalizagao Algébrica, apresentados em (PIGUET; SORELLA, 1995).
Primeiramente, perturbamos a acao inicial ¥ da seguinte forma: ¥ — X + X, em
que € é um parametro de expansao. De acordo com a contagem de poténcias, X é um
polindmio local integrado nos campos, parametros de massa e nas fontes externas, de
dimensdo quatro, invariante por conjugacao de carga e com [N,] = 0. Exigindo que a
acao perturbada, ¥ + X satisfaca as mesmas identidades de Ward que X até primeira

ordem no parametro de €, temos de imediato as equacgoes:

gEgE gyt

T Fa (335)
assim como,

th th th

OXT X7 T (336)

on 30, oY,

Como (335) implica que X é independente do campo antifantasma, ¢, e as fontes
(H, R) tém [N,] = —1, néo é possivel formar nenhum contratermo local com essas fontes
que tenha [Ny] = 0, isso quer dizer que
oxct oxet

s = = =0, (337)

As Egs. (335)-(337) ja impoem restrigoes importantes aos tipos de campos e fontes que
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aparecem no contratermo, devemos ter que
YU = XU (A h,p,v, J Q). (338)

Em especial, a Eq. (337) simplifica bastante a identidade de Slavnov-Taylor (312), que se

torna equivalente a
su = 0. (339)

Das Egs. (324) e (325), obtemos as duas condi¢oes adicionais

52ct 52ct azct
4
_ — = 4

/dx(éh )\’U(SJ) 5 0 (340)
e
5zct 5zct 6Ect

_ _ — = 41
5A, 2659# eS,, 57 0, (341)
respectivamente.

O contratermo mais geral possivel que satisfaz as Eqs. (335)-(341) é

. 1 1 1 1
b)) vt = /d4£If {ao |:Z NVF/‘«V — %QM&,F’W — @QanQu -+ @Quﬁu&,Qy}

) 1 1
+a; {(Dﬂw) Dy +Q,V, + gzﬂQ#QH - ZOQHQ#]

A 2\? 1 1
taz |5 (go*go - %) +JO = 09,0 + o= (2,2,0,9Q, +16J* — 8JQ,0,,)
ot 1 ) 1L/ 5, 1,
+(0a) | + o (2,2,0,Q, +16J% — 8JQ,Q,) — 1 (07— 700,
v? o, N A 1
+(0) | (W + 2vh + p )+ 3 ([ J0* = 0P - 2J0 + 5099,
1
o (2,2,0,0, +16J% — 8JQMQM)] } : (342)

em que ap, as, az, 00 e da sao parametros livres. Tomando as fontes externas a zero,
fica claro o significado de alguns desses parametros: ag esta relacionado a renormalizacao
de (A, () A, (y)), a1 estd relacionado a renormalizacao de (h(z)h (y)) e (p(z)p(y)) e
as deve estar associado a renormalizacao da constante de acoplamento quartico A. Ja o
significado do contratermo invariante de BRST (d0) % (h* + 2vh + p?) pode ser extraido
do seu termo linear em h. Esse contratermo comeca a partir de ordem h e é responsavel
por renormalizar a funcdo de um ponto (h) (“tadpoles”), que na maioria das vezes é

tomada como sendo zero,

(h) = 0. (343)
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A existéncia desse tipo de contratermo é um fato bem conhecido nos modelos onde o me-
canismo de Higgs é empregado, veja por exemplo (KRAUS; SIBOLD, 1995; HAUSSLING;
KRAUS, 1997; BECCHI; ROUET; STORA, 1975; BECCHI; ROUET; STORA, 1974). O
termo % (h? (z) + 2vh (z) + p?), que nada mais é do que v20, é removido da acio inicial
quando o campo escalar ¢ é expandido em torno de um dos minimos do potencial de
Higgs. Ja o contratermo (da) % é responsavel por renormalizar a energia do vacuo. Os
contratermos (6a) v20 e (da) % serao discutidos com mais detalhes na Segao 5.4.

Em relagao ao contratermos com as fontes externas, algumas caracteristicas cha-
mam a atencao. A primeira delas é a presenca do termo 2,0, F,,,, lembrando que 2, ¢ a
fonte usada para introduzir V), na teoria. Esse termo mistura na renormalizacao de V, o
termo 0, F),,, como ja haviamos antecipado. Algo semelhante acontece com as quantida-
des O e v?, j4 que existe o contratermo v%.J. As identidades de Ward também permitem
termos quadraticos, ctibicos e qudrticos nas fontes externas, como 2,0%°Q,,, JQ?, Q4 etc,
nao apenas em %L, mas também na acao de partida. Contudo, como j4 foi explicado, to-
dos eles, exceto possiveis termos originarios de condensados, comecam a partir da ordem
h.

Depois de encontrarmos o contratermo local invariante por BRST mais geral possivel,
Eq. (342), podemos determinar qual é a agdo “bare”do modelo, ¥p,.. Uma das proprie-

dades que a agao “bare”deve ter é

45 = Shae + O (€9). (344)



119

Nao é dificil de se convencer que

Ybare = 2 (Ao, ho, po, bo, co, Co, Vo, €05 Aoy Jo, M0 Lo, Tou, Oops Ho, Ro)

em que

4
+/d4$ (5&)0 [Ui + —= (QO#Q()#QOVQOV + 16J2 8JQQO#QOH)

2
+ / d4$ 50’01}5O (hg + 2U0h0 + pg)

Zs—1
+ / d'x % (—20,.0° U + Q20,.0,0,Q0,)

€0

Zp—1) (1
+/d4l‘ % (5?}(2) + O()) QOMQOM

1
+ / d'z (Z) + 27, — 3) [—ZOOQOMQOM

1
+35 TN (Q20,00.20,Q0, + 16.J5 — 8JOQOMQOM)}

1 1 1
+/d4x ((50’)0 |:)\—0 <_ZU(Q]QONQOH + §OOQO;LQOM>

-3 AQ (20,920,920, 0, + 16.J3 — 8JOQOHQO#)}

v
+ _QO,LLQO,LL s

4 16)\2 4o
(345)

1
ZiA,  hy=Z’h,
ZPQ P Vo = ZEU7
Z2b, co=Zlc,
Z2c, eo = Zee,
Z7\A, Hy=ZyH,
ZrR, Oy = ZeO,, (347)

_ Zoa Zar Q,
Zya Zry T, 7
Zny Ly n

As matrizes em (348) expressam, em termos das correspondentes fontes (2,,Y,,J,n), a

mistura entre as quantidades V,, (z) e 9, F,, (x), assim como entre O () e v2.
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Inspecionando as Eqgs. (342), (344) e (345), com as defini¢oes dos fatores de renor-
malizagao, (347) e (348), obtemos que

1 1 1 1
Zh? = Zﬁ:Z5:1+§ea1,
Z)\ = 1+6(a2—2a1),
Z: = 7

Zoo = 1,
Zor = 0,
z ! Lz, -1
= ——€Q _— —
TOQ 266 0 % A 5

1 1

Z’r'r = ZA2:1—§ea0,
0

Zyg = 1+e(a2—a1—270),
ZJn = 0,

oo  da
ZUJ = € <7 — T) a

1

Ly = 4,7 =1—¢€n (349)
e

(d0), = €(d0), (0a), = €(6a). (350)
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Portanto, para a acao “bare”, obtemos?

Ebare - / d4l’

+ / d4$ (506200 —+ z'bO@#AOM + JOOO -+ 770?)[2) -+ QOH%H —+ TO“&,FOW)

4 2 2

1 % )\0 % ?J2 2
—Fouw Fopw + (Dowwo)” (Dopo) + = | o0 — =

2
+ / d*z 500%0 (h3 + 2uphg + pg)

Zy—1
- / dz {(QT) (=007, + 20,00, 0,)
0
Zn—1) (1
% (51)3 + O()) QOMQOM

1 1
+(Z\+ 27, —3) {_ZOOQOMQOM + 39 (QOMQO;J,QOVQOV + 16J3 - 81]090;190;;)}
0

1 1 1
+ (60), L\—O (—ZUSQUNQOM + §OOQOMQOM)

1
~3 (Q20.20,20,Q0, + 1605 — 8JOQO“QOH)}
0
US 1 2 U%
+0)s | 7+ T3 Q0000000 + 1673 = 81000, 000) + 100,00 |
(351)
em que
FO/u/ = 8HAOV - 81/140/17
Dy, = 0, +1iegAy, (352)
e
7; |

2
0

A Eq. (351) mostra que, com a excecdo do termo [ d*zdog2 (kg + 2voho + pj) € os

23 Como néo estamos interessados no calculo de funcoes de correlacio com insercdes dos operadores BRST
exatos (sh, sp), ja consideraremos o caso em que as correspondentes fontes externas sao nulas, isto é,
H=R=0.
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demais termos nao lineares nas fontes®* que comecam a partir de 1-loop, o contratermo
invariante mais geral possivel compativel pode ser absorvido na agao de partida (309)
através da redefingdo dos campos, parametros e fontes, Eqs. (347) e (348). Com isso,
estabelecemos a renormalizagao do modelo de Higgs com os operadores compostos V,, (z)
e O (z). A acdo “bare”final (351) deve ser o ponto de partida para o célculo perturbativo
de qualquer funcao de Green do modelo de Higgs abeliano, com ou sem insercoes desses
operadores compostos, ja que, se tomarmos as fontes externas (2, = J = 0, recuperamos o
resultado obtido por (BECCHI; ROUET; STORA, 1974; HAUSSLING; KRAUS, 1997).
A Eq. (349) merece alguns comentarios adicionais:

(i) Os fatores de renormalizagdo de v e dos campos h (z) e p (z) sdo iguais, isto é,
Ty =7, =7, (357)

Essa propriedade se deve ao conjunto de identidades de Ward do calibre de Landau. Em
especial, a identidade de Ward (317) que expressa a simetria global U (1). Esse resultado

implica que

O() (.T) = ZhO (LC) s

Vou (x) = Z,V, (x), (358)
que sdo relagoes muito 1teis para o cdlculo dos fatores de renormalizagao das fontes J ()

e Q, ().

(ii) O fator de renormalizagao da carga elétrica, Z., ndo é independente do fator

24 E importante mencionarmos que esses termos de ordens mais elevadas nas fontes podem ser absorvidos
através de redefini¢oes nao lineares das fontes (J, 7). Podemos tomar

Jo = J+e(nd + 29,0, + z30?) (354)
e
Mo = n+e|zn+ T + 7000, + f}—‘; (Q* + 1672 — 8JQ2) | , (355)
em que

Zzy = az—a —26—0 P

J — 2 1 Y ) Q= 4 ’

oo

z3 = 7, Zn = —aq,

~ o ~ oo as oo

zy = S ZQ__E7 24—@—w- (356)

Note a similaridade entre (z;, 2,) e os fatores Z;; e Z,,, da Eq. (349).
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de renormalizacao do campo de calibre A,. O que temos ¢é

~1, (359)

NI

60140“ = eA ZeZ

s

que é um resultado bem conhecido das teorias de calibre abelianas, como a QED, veja
(PESKIN; SCHROEDER, 1995). A verificacao explicita dessa propriedade a 1-loop, ou
ordens mais elevadas, pode ser feita através da analise da parte divergente na massa do
béson de calibre. Comentaremos mais a respeito disso a seguir.

(iii) Para finalizar, vamos escrever explicitamente as matrizes de mistura

QOM . 1 0 QOM
Toy N —ieao (1 - %ao) Yoy
Jo\ _ [ (+e(a—a—-2%)) 0 )(J)
( m ) ( %) -ean J\n) (360

Essa renormalizagao segue o padrao geral fornecido em (KLUBERG-STERN; ZUBER,
1975; JOGLEKAR; LEE, 1976).

5.3 Fatores de renormalizagao Z até 1-loop

Com a agado “bare”(351), podemos obter as regras de Feynman corretas para o
calculo perturbativo de qualquer funcao de Green. Como nenhum fator de renormalizagao
novo é necessario para a renormalizacao dos operadores compostos O (x) e V), (), todos os
fatores de renormalizagao da teoria podem ser obtidos a partir do cédlculo das fungoes de
correlacao dos campos elementares. Gragas as simetrias que existem no modelo, também
nao ¢é preciso calcular todas as fungoes de correlagao com os correspondentes contrater-
mos na agao bare. Neste modelo, é suficiente calcularmos as fungoes (h (0)), (h (z) h (y)),
(p(x)p(y)) e (A, () Ay (y)). Os célculos que fornecem os fatores de renormalizacao e
verificam a validade da analise algébrica feita na secao anterior podem ser encontrados
nos trabalhos (CAPRI et al., 2020; DUDAL; PERUZZO; SORELLA, 2021a). Aqui apre-

sentaremos apenas os principais resultados.
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Expandindo os fatores de renormalizacao até ordem A, ou seja, até 1-loop,

Zy = 1+hz)
Zn = 1+hz"
Zy = 1+hz)
Zyy = 1—1—th1}

Zyy = hZ}

Zpm = 0

Loy = Zﬁl

Zoo = 1+hZ5)

Zvq = hZ{)

Zor = 0

Zyy = Z5*

(d0)y = h(s0)",

(ba), = h(6a)V, (361)

obtemos a agao “bare”e as regras de Feynman do Apéndice A. Com essas regras, no
trabalho (CAPRI et al., 2020) foram calculadas até 1-loop as fungoes dos campos ele-
mentares: (h), (h(x)h(y)) e (4, (x) A, (y)). Nesse mesmo trabalho existe uma subsecao
com o calculo da fungao (p (z) p (y)), que mostra explicitamente que o modo de Goldstone
permanece sem massa no calibre de Landau. Também existe uma se¢ao com o cédlculo das
fungoes (h (z) O (z)) e (A, (z)V, (y)), que possuem uma insergao de operador composto.

A funcao de um ponto (h (0)) até 1-loop, com a inclusao do contratermo, vale

(W (0D 1100p = %x (my) +e’v(d—1)x (m?) + (60) V) P, (362)

Impondo que os “tadpoles’se anulam a 1-loop, ou seja,

<h(0)>1-loop = 0’

obtemos que

o) = 1 {—62 (d—1) X(W)-%AX (m,%)}, (363)

V2

cuja parte divergente no esquema M S é

1 1 2
(50)&3} = a )QE (362m2 + g)\mi> (E —v+In (4#)) : (364)
7r

em que ¢ = 4 — d). Os fatores de renormalizacao Z(l),Z(l),Z(l) podem ser obti-
A Dn 54N
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dos através do calculo a 1-loop das fungdes de 2-pontos (h(z)h(y)), (A, (x) A, (y)) e

{p(z)p(y)). Aplicando nessas funcdes de Green o esquema M S, obtemos

A% “ (2w )
= — - — T
A ase2 \e 7 ’
2

(1) . 36 2

Z,’ = 602 <g —~v+1In (47r)) ,
4

a 1 e 2 2

Z, = = <5)\ + GX — 6Ge ) (E —v+1In (477)) : (365)

A partir dos fatores ZS) e Z/(\l), como mostrado por (RAMOND, 1981), podemos deter-

minar que as funcoes § de e e A, até 1-loop, valem

3

e
/68 - 487_[_27
1
By = 53 (5% — 6e° X\ + 6e*) (366)

respectivamente, que concordam com os resultados fornecidos por (KRAUS; SIBOLD,
1995). 1

A respeito da relagdo Z.Z3; = 1, que foi mencionada anteriormente e implica em
epAp, = eA,, existem algumas formas de verifica-la. Por exemplo, poderfamos calcular
as corregoes perturbativas ao vértive ve?hA,A,. No entanto, a forma mais simples de se
verificar essa relagao é através das correcoes a massa do béson de calibre. A relagao acima

implica que

1 Z 7
5o Avu o, = The%QAMAM = TthAMA

o

o que significa que a renormalizacao da massa do boson de calibre deve ser feita intei-
ramente pelo fator de renormalizacao do campo de Higgs h, Z,. Esse é precisamente o
resultado que encontramos em (CAPRI et al., 2020) através do cdlculo a 1-loop da fungao
(4, (p) A, (=p)).

Vejamos agora os demais fatores de renormalizacao, que sao aqueles envolvendo as
fontes externas. Os fatores (Z;lj, Z&%, Z&%) podem ser extraidos das fungoes (h () O (y))
e (A4, (z)V, (y)). Como fizemos em (CAPRI et al., 2020), para obter essas funcoes, primei-

ramente, calculamos as funcoes de 1-ponto (h (z)); e (A4, (z))q, em que os indices “J” e

(R
“C)” significam que essas fontes nao sao tomadas iguais a zero ainda, sendo tratadas como
campos externos nas regras de Feynman, veja o Apéndice A. Depois do calculo a 1-loop

de (h(x)), e (Au(x))q, essas funcdes sdo derivadas em relacdo a J e €2, respectivamente,
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para obtermos as funcoes desejadas, isto é,

J (h(z)),
5J(y) oo - <h (ZL’)O(y»,
0 (A (7)) _
o= @), (367)

A corregao a 1-loop do fator Z;; é obtido a partir de (h(z)O (y)). O resultado que

encontramos no esquema M S é

1 2
A o (22— 3¢%) (g —~v+1In (47r)> . (368)

Esse resultado concorda com aquele estabelecido a partir das identidades de Ward e da
analise algébrica, Eq. (349), que é
1
(60 )éi\)/

Z0 = Z§”+Z,§”—2T. (369)

Outros resultados fornecidos pelas identidades de Ward e a andlise algébrica sao

Zaoa = 1

Y

1
7 = —— (44 —1 370
10 26( A—1), (370)

que significa que Zgo nao recebe correcoes perturbativas, enquanto que Zyqg comeca a
partir de 1-loop e é expresso em termos do fator de renormalizagao do campo de calibre,

Z . A 1-loop, o que encontramos sao

Zhe = 0,

e

1 2
2 = gz (2-rrmam),

veja (CAPRI et al., 2020), que estd em total acordo com a predicao (370).

5.4 “Tadpoles”, energia do vacuo e o condensado (O (z))

Analisemos agora a energia do vacuo, que denotamos por &,. A 1-loop?’, o resul-

tado que segue da soma de todas as bolhas de vacuo é

1 d—1 !
o= g [tk ) 4 S5 [ (6 )+ (50 a7

25 O valor da energia do vécuo a nivel cldssico é zero, j4 que ¢ = % é um minimo do potencial.
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Derivando a Eq. (371) em relagao a v, temos

0&,

5 vy (mi) +e*v(d—1)x (m2) + (5a)(1) V3, (372)

que pode ser reescrita como

o€,
ov

= (R ysgop + (50) 0 — (50) D 0 — 2x (), (373)

através da Eq. (362). Escolhendo o contratermo (6a)") como sendo

(5@)(1) _ (50)(1)_{_%)((7”%)
_ %[—eZ(d—l)X(m2)—Ax(mi)], (374)

o resultado que segue é

0&,
v = <h>1-loop = 0’ (375)

se os “tadpoles” forem cancelados. De maneira geral, os dois contratermos invariantes por
BRST, (60), e (da),, podem ser fixados ordem a ordem na expansao em loops de tal forma
que as duas condigoes: cancelamento do “tadpoles”e minimizagao da energia do vacuo,
sejam simultaneamente satisfeitas.

Se as duas condicoes descritas no paragrafo anterior forem satisfeitas (% =0e
(h) = 0), a identidade de Ward (324) impde que, perturbativamente, o operador O ()
nao condensa. Podemos verificar isso explicitamente a 1-loop com os resultados obtidos

até agora. Por definic¢ao,

oy = 2| (370)
J=0

em que W é o gerador das fungoes conexas. Para o cédlculo de (O (0)), somamos todos

os diagramas de Feynman conexos que possuem um vértice com a fonte J (0) e nenhuma

perna externa (J (p) ¢ a tranformada de fourier de J (z)). Depois disso, derivamos em

relacao a fonte J e tomamos todas as fontes externas como sendo zero. Olhando para

agao bare (351) e os fatores de renormalizacao (347), vemos que os termos lineares em J

estao contidos em
/d4x (JOOO + 7701)8) ) (377)
Fazendo o célculo, como foi feito em (DUDAL; PERUZZO; SORELLA, 2021a), obtemos

1

©©) = Sx(m)+
= 0, (378)
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em que o anulamento se deve exatamente a condigao (374).
Da identidade de Ward (324) resulta a identidade

or or or
4 4
— — W= | -= = -2
/d x ((5h )\v&]) ’ /d zov(J —2n) (379)
para o funcional gerador 1PI, I'. Tomando todos os campos e fontes a zero, obtemos
o€
° = (h) — X {0). 380

Até onde néds sabemos, (DUDAL; PERUZZO; SORELLA, 2021a) é o primeiro trabalho
onde a relacao entre o cancelamento dos “tadpoles”e o procedimento de minimizacao da
energia do vacuo &, é estabelecida através de uma identidade de Ward, (379). Claro, essa
identidade depende da introdugao do operador composto O (x) desde o comego.

Como (d0), e (da), sao independentes entre si, poderiamos escolher outras condigoes
08,
ov ?
(380). A Eq. (380) resulta de uma identidade funcional da teoria, portanto, a principio,
=0

ordem a ordem em teoria de perturbacoes, o que garantiria a equivaléncia entre o can-

de renormalizagao para (h) e que resultariam em (O) . # 0, de acordo com a Eq.

pert

sua validade deve ir além da teoria de perturbagoes. Assim sendo, mesmo que <O>pert
celamento dos “tadpoles”e a minimizagao da energia, efeitos nao perturbativos poderiam
levar a (O)ﬁ_pert # 0. No modelo de Higgs abeliano nao esperamos que esse seja o caso, ¢

mais provavel que esse condensado nao perturbativo exista em modelos nao-abelianos.

5.5 Resultados exatos para a funcao de correlacao (V) (p)V, (—p))

Nesta secao, sera demonstrada que a parte transversal da fungao de 2-pontos do
operador composto V,,, P, (V,, (p) V. (—p)), pode ser expressa exatamente em termos da
funcao de 2-pontos do campo de calibre, (A4, (p) A, (—p)). Além disso, a mesma identidade
implica que a parte longitudinal, £, (V,, (p) V. (—p)), é independente do momento p e a
tnica corregao quantica resulta de (O). Esse iltimo resultado, em especial, implica que
L, (V. (p) Vi, (—p)) ndo pode ser associado a nenhum modo fisico de propagagao. Esse é
um importante teste de consisténcia para a descricao do béson vetorial massivo em termos
do operador composto V,,. Apenas a parte transversal da funcao (V, (p) V, (—p)) contém
um polo em p? # 0, o que implica na existéncia de uma particula vetorial massiva no
espectro da teoria.

A demonstragao comeca pela identidade de Ward

or or or

@ @i T 700 = 00) A (@) —i0b (@)

2
+%Q# () + 0°Y,, — 0,00 Y, (381)
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que resulta da identidade de Ward (325) da acao . Essa identidade (381) pode ser

reescrita em termos do funcional gerador das fungoes conexas

W= T+ > /d“xﬁqﬁ,

campos ¢

resultando em

—JA - Qeél — 20 oW

SW SW
A O R @) 57

— _ (AH? _ _g
= (000 — 0,00) 5 i@ s

2
+%QM () + 0*Y ) — 0,0a e, (382)

em que J;' e J* sdo as fontes de A, e b, respectivamente. Atuando com §/4.J; (y) em

(382) e tomando todas as fontes a zero, obtemos

Bl () + 2V (0) A () = ((27)" Gpa — O505) (Aa (2) A, (0)
i} (b (x) A, (1)) (383)

em que as funcoes conexas sao definidas como

V@A) = - i

PE@AW) = - ]

A4 0N = = s| (384)
Da identidade de Ward (313) resulta que

b)) = — [ e, (385

assim como a transversalidade da funcao (A4, () A, (y)), devido ao calibre ser de Landau,

0,A, = 0. Assim, a Eq. (383) pode ser reescrita como

26 (Va0 A ) = 0 (4 (0) 4, )+ (80— 20} 6° (=) (356)
ou, equivalentemente, no espago dos momentos,
2¢(V, () A (=p)) = —1" (A (p) A (=p)) + P (D) - (387)

Agora, atuando com 0/6€, (y) em (382), obtemos uma relaco entre as fungoes (V,, (z) 4, (y))
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e (Vi (1) V, (1), que ¢
2e <Vu () V., (y)) — 65#1/54 (r—y)(O(2)) = (825ua - 6uaoz)x (Ao (2) V), ()
+ 105 (b(2) Vi (4)) + -0 (x —y) . (389)

A equacao acima pode ser simplificada gragas a invariancia de BRST da teoria e do

operador V,,, que implicam em

@)V, () = —i(sle(x) Ve (y)]) =0. (389)

Utilizando a Eq. (386) na Eq.(388), encontramos

WD) = (0 (4,0 4 0 + (@) (8= ) 0= )

+ (m*+2¢* (0)) 6,,,0" (z — y), (390)
que no espaco dos momentos corresponde a
142 (V. (0) Vi (=) = P {4 (9) Ay (=p)) = P*Pou (p) + (m® +2¢°(O)) 6. (391)

Separando a Eq. (391) nas componentes longitudinais e transversais, obtemos os resulta-

dos ja anunciados:

4

Pous (@) V)V () = 5P (1) {4, () A ()
B —m =262 (0))
4e?

(392)

v? (O
Lo V@V () = 5+ (393)
Essas relagoes foram verificadas explicitamente até 1-loop no trabalho (DUDAL; PE-
RUZZO; SORELLA, 2021a). Em especial, (392) é uma prova algébrica de que a parte
transversal de (V, (p) V., (—p)) possui o mesmo polo da parte transversal de (A4, (p) A, (—p)),

concordando com o resultado a 1-loop do Capitulo 4.
5.6 O modelo de Higgs revisitado através do Teorema de Equivaléncia
Como O (z) e V, (z) parecem levar aos mesmos resultados dos campos elementares

h(z) e A, (x), no entanto, com o adicional da invariancia de calibre, podemos pensar em

reescrever toda a acao de Higgs com o termo de fixacao de calibre, isto €, Shiggs + Sef,
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em funcao desses operadores. Este tipo de mudanca de variaveis no modelo de Higgs
pode ser encontrado na literatura, como em (POKORSKI, 2005), no entanto, isso é feito
geralmente a nivel classico, sem levar em consideracao o Jacobiano que aparece na integral
funcional e no calibre unitario. A seguir, faremos algo semelhante, mas sem negligenciar

esses pontos.

5.6.1 Passo 1: das coordenadas cartesianas para as coordenadas polares

Seja a funcao de particao do modelo de Higgs
ZHiggS — / [D@] e—(SHiggs(A,h,p)+f d%(ib@A—&-E&%)) (394)

em que Shiges (A4, h, p) é a acdo de Higgs expressa em termos de coordenadas cartesianas
(h, p) do campo ¢ (x) = \/iﬁ (v+h(z)+ip(x)), vejaa Eq. (90). A medida [D®] denota a
integragao sobre os campos (A, h, p, b, ¢, ¢). O campo ¢ (x) também pode ser expresso
em termos de coordenadas polares (b, p'), em que o (z) = (v+ K (z)) . Facamos a
mudanca de coordenadas cartesianas para coordenadas polares com uma transformacao

adicional no campo A,:

h = (k' +wv)cos(p) —v,
p = (W +v)sin(p),
1
A, = A —Z0,p, (395)

a e

os demais campos (b, ¢, ¢) sao mantidos inalterados. Fazendo a mudanca de varidveis na

funcao de particao, temos?®

ZHiggs _ /[D(I)/] (det M) e_(SHiggS(A,,h,7p/)+fd4$(ib<8A,—é62pl>+682C))7 (396)
em que [D®'| = [DA" Dh' Dp' Db D¢ Dc| e (det M) é o Jacobiano resultante de (395),

cos(p) — (W +v)sin(p’) 0
(det M) = det [ 6" (x—y) | sin(p) (K +v)cos(p)) 0 . (397)

19z
L S

26 SHiggs (A/a h/a pl) = SHiggs (A (Al7 hl7 PI) 9 h (A/a h/a P/) apl (A/a h/a P/))
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O determinante que aparece em (396) pode ser exponenciado com a ajuda de um novo

conjunto de campos fantasmas (7, 0, &,) e campos antifantasmas (ﬁ, T, Eu),

(det M) = /[D (novos fantasmas)] e~ hosts. 1, (398)

sendo [D (novos fantasmas)] = [D7 D& DE Dy Do D¢] e

Spoter = / iz (m cos () — Tior (' + ) sin () — %zuaua)

+ / d*z (onsin (p') + o (' +v)cos (p') + €,&,) - (399)
Dai resulta que
Ziges = /[DQ)’] [D (novos ghosts)] e~ %, (400)
em que

Set = S0+ Sghosts, 1,

1
Sttiggs (A, W', p') + / t (ib (GHAL - 582/)') + aa?c) .

SO (A/7 hl? pl)

Nao ¢ dificil de verificar que Seg é invariante pelas seguintes transformagoes nilpotentes
de BRST

sA, = 0,

sh/ = 0,
sp = ec, sc=0,
sc = b, sb =10,

ST = ecT]. (401)

Como é mencionado por (BLASI et al., 1999), a existéncia da transformacdo de BRST
(401) garante que as redefinigoes (395) sdao imperceptiveis para as quantidades fisicas,
como é estabelecido pelo Teorema da Fquivaléncia (BERGERE; LAM, 1976; HAAG,
1958; KAMEFUCHI; O’RAIFEARTAIGH; SALAM, 1961; LAM, 1973). Os novos campos
fantasmas (7, 0,¢,) e antifantasmas (ﬁ, T, Ey) sao responsaveis por compensar os efeitos
da mudanga de varidveis, veja (BLASI et al., 1999).
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Vejamos o que aconteceu com a acao de Higgs escrita em coordenadas polares:

2

1 e
2

1
St (A1) = [ e [{F (A0 4 @+ G (AP (1)

4

A
+3 (" + 2h’v)2] , (402)
em que, de acordo com as transformagoes de BRST (401), as novas variaveis (AL, h ) sao
invariantes de calibre. Isso significa que nao existe mais nenhum rastro da simetria de
calibre local U (1) original, pois tudo estd expresso em termos de campos invariantes de
calibre. Da Eq. (395) é possivel notar que, de fato, o béson de Goldstone p' foi “absorvido”

pelo campo vetorial, que é o contetdo fisico principal do mecanismo de Higgs.

5.6.2 Passo 2: das coordenadas polares para os operadores invariantes de calibre (O, V)

O Passo 1 pode ser melhorado, nao apenas para formalmente banirmos do se-
tor fisico da teoria os novos campos fantasmas (ﬁ, 7,& u) e antifantasmas (n,0,§,), mas
também para mostrar que o termo Sgpests, 1 ¢ um termo do tipo “fixacao de calibre”.

Primeiramente, notemos que os operadores (O, V,,) nas novas variaveis sao

1 2
0O = —(w+h)y?-= ng

5 > (v 4 h)* A (403)

”w

Como esperado, O e V,, nao dependem do campo de Goldstone p’. As relagoes (403)

podem ser invertidas,

v? 1 V
No= 2<O+5>—v, A= (404)

que por conveniéncia escrevemos como

0 0 1% 0
W= ;(1+<f1(§)), Au:gg(ucf?(ﬁ)), (10)

em que o parametro ( foi introduzido na frente das partes nao-lineares f; (v%) e fo (v%),
que sao séries de poténcias em v%. O papel de ( ficard claro em breve. Podemos usar
(405) e fazer outra mudanga de varidveis na fungao de particdo Zpiggs, (396). Como
fizemos antes, podemos introduzir um novo conjunto de campos fantasmas e antifantasmas
(w, W, wy, W,) para exponenciar o Jacobiano da transformacao. Procedendo dessa forma,

a nova acao classica resultante é

, 2v, O ,
Snew (V;u O, P ) - SO (_ﬂ D) P) + CSI (V;u 07 1Y ) + Sghosts,l + Sghostsﬂa (406)

ev?’ v
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em que
, 2V, 0\\ O o\\ |,
(5 (V. 0.4) = S, (—‘; (1+Cf2 (—2)>,—<1+Cf1 (—2>)p)
ev v v v
2V, O
_ I 407
S0 (55 50) (a07)
(§]
1 O +6f1
L(1 1 () + ¢ 0
S osts = /d4£L' W W v v > 00
hosts2 G >< 25 sl 70 (L+Cfo)

( “ ) . (408)

Como O e V, sao invariantes de calibre, as transformacao de BRST podem ser natural-

mente generalizada para os novos fantasmas,
sSw = s = sw, = sw, = 0. (409)

Além do operador de BRST s, podemos introduzir um outro operador nilpotente

anticomutante d, com as transformacoes

§B" = 7, §B° =7, 6BS =¢,,
B = w, 0B =w,,
of = ¢ oC=0,
0 (demais campos) = 0, (410)

em que, seguindo (BLASI et al., 1999), foram adicionados novos campos fantasmas
(B”, Be, Bg, B, B;;’) e um parametro grassmaniano (3, todos eles invariantes pelo ope-
rador de BRST, ou seja,

s(B", B°, BS, B*,B% . 3,() = 0. (411)
Das transformacoes geradas por s e §, seguem os resultados
2 =0, {s5,6} = 0. (412)
Por conveniéncia, vamos fazer a substituicao de Sgnosts,1 da Eq. (399) por
Samet = ¢ [t (mcos ) 70 (L 146+ ) sin () - 1,00

C/d4x (67] sin (p') + o <% (14+Cfi) + v) cos (p') + El,ﬁ,,) : (413)

que corresponde a multiplicar por /¢ cada um dos campos (ﬁ, T, Ew n, o, @L). E impor-
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tante notar que essa redefinigdo nao altera as transformagoes BRST (401). Feitas essas

alteragoes, podemos agora reescrever a nova ac¢ao (406) como

, 2v, O ,
SneW(V/anp) = SO (e_vg>;ap) +6[551 (Vu707p)+gl+g2]7 (414)

em que
G = C/d4x (B”n cos (p') — B'o (% (1+Cf1)+ U> sin (p') — %Bfﬁua)

+C/d4x (B"En sin (p') + Bo (O (1+Cf1) + U) cos (p) + Bﬁfu) )

v

1 o] 5f1
_ 4 w w ;<1+Cf1)+;<% 0
Gy = /dm( BY B ) ( 9V 82 26, (L+(fo)

ev? 60

( “ ) (415)

Equivalentemente, nés poderiamos ter introduzido uma invariancia de BRST estendida,

como no trabalho de (DELDUC et al., 1996), que corresponderia ao operador nilpotente

5 =540, 59w = 0. Nao usaremos esse abordagem, aqui trabalharemos com s e §%.
Os ghost que foram introduzido para exponenciar os Jacobianos possuem um novo

numero de ghost, que denotaremos por [./T/'g]. [JT/Q] = +1 para (o, 7, &, w, w,), [/T/g] =

—1 para (E, 7, E#, w, wu,ﬁ) e rg} = —2 para (B”, B, Bﬁ, B‘”,ij). O operador 9
aumenta em uma unidade [JT/ g]. Os outros campos e, obviamente, a agao Spe, possuem
[/T/ 9} =0.

Para definir o subespago fisico da teoria, podemos identificar a cohomologia do
operador de BRST s, que, além dos operadores invariantes de calibre ja conhecidos do
modelo de Higgs abeliano, contém outros operadores formados com os novos fantasmas
e que nao sao s-exatos. Para remover esses operadores adicionais do subespago fisico,
podemos impor a restricao de que os funcionais dos campos, além de pertenceram a coho-
mologia de s, devem pertencer a cohomologia do operador §. Denotando por s N d a
intersecao da cohomologia de s com a cohomologia d, isso significa que o subespaco fisico
deve estar contido em sN¢. Esse é um exemplo de “constrained cohomology”, um conceito
que ja foi empregado em outros casos, como na caracterizacao dos observaveis de teorias
de Yang-Mills topolégicas, veja (DELDUC et al., 1996; OUVRY; STORA; BAAL, 1989;
STORA, 1996). No nosso caso, como todos os campos fantasmas introduzidos no Passo
1 e Passo 2 formam dubletos do operador 9, pelo Teorema dos Dubletos (PIGUET; SO-

RELLA, 1995), qualquer funcional F' formado com esses campos fantasmas e invariante

27 As duas formulaces devem ser equivalentes, veja (DELDUC et al., 1996)



136

por § é d-exato, isto é, I = 6(...). Portanto, s N conterd apenas os operadores invari-
antes de calibre ja conhecidos, como o desejado. Além disso, esses operadores podem ser
expressos em termos de O e V.

A dependeéncia da acao efetiva I', e consequentemente da matriz-S, em relacao ao
parametro ¢ esta sob controle e pode ser expressa na forma de uma equagao fucional. O

operador § pode ser escrito em forma funcional como

5 5o 0 5 50
D = A [— - 55— — 4w ot — . 41
/d v <”53n T 755 e TV T S +<8ﬁ) (416)

Podemos ver que, assim como 4, o operador D é nilpotente, isto é,
D? = 0. (417)

Como D é linear, ele pode ser usado a nivel quantico sem modificagoes. Além disso, nao

é dificil de demonstrar que

0 oOF oOF

—DF-D— = —. 418
aC o ~ o (418)
para qualquer funcional F. Ja que S, € invariante por 9, entao DS,ew = 0 €, conse-
quentemente,

DI = 0, (419)

que é uma identidade de Ward nao anomala, ja que, os termos de quebra devem pertencer
a cohomologia trivial de § 2.

A Eq. (414) pode ser reescrita como

Snew = SO + Dya (421)
em que
Y = BS(V,0,0)+ G + G (422)

28 Ao invés de (419), poderfamos ter
DT — KA, (420)

em que A (o termo e quebra) ¢ um polinémio local integrado nos campos e com [Ny = 1. Da
nilpoténcia de D, resulta DA = 0. Como todos os campos que possuem a carga [N g] formam dubletos
de 4, pelo Teorema dos Dubletos (PIGUET; SORELLA, 1995), entao A = DA. Assim, encontramos
um funcional T =T’ — A" A que satisfaz a identidade de Ward, DT = 0+ O (h"+1). Isso quer dizer que
a identidade de Ward nao é anoémala.
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Atuando com ( a% em (421) e utilizando a propriedade (418) do operador D, obtemos

8"SYI’IGW ay
= D|(— Sy |- 423
2 (5 +55) (423)
Lembrando que Sy é independente (. Pelo Principio de Agao Quantica, veja (PIGUET;
SORELLA, 1995), o resultado a nivel classico (423) resulta em

ar

9c = D@y T+ALT), (424)

em que Ay - T' = C%—%’ + O(h) e Ay -T = pBS; + O(h) sado as insergdes quanticas que
se reduzem aos operadores presentes em (423) quando A — 0, veja o Capitulo 1. O
que foi demonstrado com o resultado (424) é que os termos dependentes de ¢ da agdo
efetiva pertencem todos a cohomologia trivial de ¢, portanto nao afetam os valores dos
observaveis fisicos. A fortiori, os termos nao renormalizaveis que resultam de f; e f; em
(414) nao resultarao em divergéncias ultravioletas incurdveis nas fungoes de correlagao
fisicas.

A anélise feita acima implica que, no final, as partes da acao relevantes fisicamente

podem ser expressas em termos dos operadores de calibre O e V,,, em que apenas os termos

lineares em (405) sao relevantes. Concretamente, isso significa considerarmos

1 2V, 1 2 4 A

4 2 2 2 2

Snew - /d T |:ZF (ﬁ) + 2—1)2 (GMO) + EVM + FV;AO + EO
4 2c a 1_62 /

Note que em (425) existem dois termos exatos, um em relagdo a s e outro em relagao a
0, esses termos nao devem ser relevantes fisicamente. O termo s-exato tem a sua origem
no termo de fixacao do calibre de Landau. As funcoes de correlacoes fisicas devem ser
completamente determinadas pela primeira linha da Eq. (425), que é escrita em termos

dos operadores invariantes de calibre.
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6 PROPRIEDADES ESPECTRAIS DOS OPERADORES INVARIANTES
DE CALIBRE NO MODELO DE HIGGS SU (2)

Neste capitulo submeteremos o modelo de Higgs SU (2) ao mesmo tipo de anélise
aplicada ao modelo de Higgs abeliano. No caso SU (2) as fungoes de correlagao dos cam-
pos elementares também dependem do calibre, além do que, a parte transversa do campo
de calibre, AzT, nao ¢ mais invariante de calibre. Seguindo a estratégia utilizada no caso
U (1), estudaremos um conjunto de operadores invariantes de calibre, {O (), R% ()},
que fornecem resultados equivalentes aos dos campos elementares, ao menos até 1-loop.
Na Secao 6.1 a acao de Higgs SU (2) no calibre R com o campo escalar na representacao
fundamental é definida. Nessa mesma secao sao discutidas a quebra espontanea de si-
metria e a simetria custodial. Na Secao 6.2 sao apresentados os calculos das fungoes
de Green (A% (p) A (—p)) e (h(p)h(—p)) até 1-loop, enquanto que, na Secao 6.3 sao
mostrados os resultados explicitos das funcgoes de Green dos operadores invariantes de
calibre, (R% (p) R} (=p)) e (O (p) O (—p)), também a 1-loop. Na Secéo 6.4 sao analisados
e comparados os polos e as densidades espectrais dos dois conjuntos de fungoes de Green

calculadas nas secoes anteriores. Os resultados mostrados neste capitulo também podem
ser encontrados no trabalho (DUDAL et al., 2021b).

6.1 A acao e suas simetrias

6.1.1 A agao de Higgs SU (2) e a quebra espontanea da simetria

A agao euclidiana do modelo de Higgs SU (2) com um campo escalar complexo na

representacao fundamental, ¢ (), é definida como sendo

SHiggs = / d4£E

DO | >~

1w a 02\ ?
ZFNVFMV + (DMSO)T (DNSO) +5 (SOT(;O - _) ] ) (426)

29 Alguns dos sfmbolos utilizados no modelo de Higgs U (1) serdo utilizados aqui, mas com significados
diferentes, que é o caso de O (z). Quando quisermos nos referir a algo do modelo abeliano que tem
0 mesmo simbolo, para ndo causar confusao, indicaremos explicitamente com o indice “U (1)”. Por
exemplo, o operador escalar invariante de calibre (213) sera denotado como

ovM (z).
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em que Fj, ¢ o tensor intensidade de campo,

Fo = 9,A% — 9,A% + gete AL AC (427)

v

e D, a derivada covariante,
T
Dup = Oup—ig Aup. (428)

7 (a = 1, 2, 3) é uma matriz Pauli e €% é 0 stmbolo de Levi-Civita. g e A sdo as constantes
de acoplamento da teoria, enquanto que, v é um parametro massivo que corresponde
ao valor esperado no vacuo do campo ¢. A acado de Higgs é invariante em relacao as

transformacoes de calibre

. 1
Al = UA#UHL@(@LU) Ut
¢ = Uyp

em que U = exp (—ig50*) € SU(2) e 6*(z) é um parametro local. Como estamos
trabalhando na representagao fundamental de SU (2), podemos adotar a seguinte para-

metrizagao para o campo escalar:

oo Lt
o ﬁ(—mxmp%x))

1 (1
= @i <x>r>(0>, (430)

1

sendo 7 (), p' (x), p* (z) e p? (x) campos escalares reais. Analisando o potencial de Higgs

Vip) = % (soTso - %2>2 (431)

,. ~ ~ ~ 2
notamos que os seus pontos de minimo absoluto sao solucdes da equacio pfp = % Isso
significa que (p) # 0, logo o vdcuo nao pode ser invariante por transformacoes de calibre,
ou seja, temos a quebra espontanea de simetria. Escolhendo como minimo representativo

a configuragao de campo

1

sOOZE(O), (432)
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podemos considerar ¢ (x) — ¢, como sendo o campo relevante, ou seja, podemos considerar
a parametrizacao

o) = ——((w+h @) +ip (z) ) ( L ) (433)

0

Sl

em que h (z) = 7w (z) —v. Reescrevendo a agao (426) em termos dos campos h (z) e p* (),

encontramos

I

1 A 1 1
SHiges = /d4x {—F“ F* + Z0v?h? + 5)«1113 + §Avhp“pa

1 1 1
_)\h4 ZARZ% % 4+ =)\ a a\2
AT AR A S A (p%%)

1 1 1
5 (Ouh) (Duh) + 5 (Dup®) (D) + 594,0" (Dh)

1 a a 1 aoc a C
=59 (V+h) AL (0up") + 59" AL (Oup”)

1 a a 1 a a
+§g2AuAH (v+h)*+ gQQAMAMpbpb} . (434)
Analisando a Eq.(434), podemos ver que o campo de calibre A, e o campo de Higgs h

adquiriram massas, dadas por

1
mo= Sgv, mp = VA, (435)
respectivamente, enquanto que o campo p® () nao possui massa, desempenhando o papel
de campos de Goldstone. E importante notar que a simetria de calibre de Spjggs continua
presente, ja que a acao apenas foi reescrita em termos de novos campos. As transformagoes

de calibre (429) para 0% infinitesimal sao

5A, = —DPo",
TCL
Sp = —igh"—
2 199" 5 ¢,
Spl = igh” T%, (436)

o que implica que as transformagoes de calibre infinitesimais dos campos (h, p®) sao
g

oh = Z0%"°,
2 p

pt = —g [w* (v + h) T — e™w’p°] . (437)
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6.1.2 Fixacao do Calibre e a simetria BRST

Como o modelo de Higgs possui a simetria de calibre local, podemos fazer sempre
uma transformagao de calibre de tal forma a eliminarmos o campo de Goldstone, p® (x),
completamente da teoria. Essa propriedade ja foi discutida no caso do modelo de Higgs
U (1), veja a Secao 2.1. Como também ji foi discutido, a remocao do campo p®(z)
corresponde a fixarmos um calibre, que chamamos de calibre unitdrio. A nivel quantico
esse calibre produz uma teoria que nao é renormalizavel, entao utilizaremos o calibre
Re. A implementacao desse calibre a nivel quantico através do método de Fadeev-Popov
resulta no termo de fixacao de calibre
S = / d'z (gb“ba+ibaauAZ+E“8“Dzbcb
—Em*ec” — gémhcic” — fge“bcéacbpc) , (438)

em que (%, ¢*) sao os campos fantasmas de Faddeev-Popov e b* o campo de Nakanishi-

Lautrup. Assim, a acao da teoria que consideraremos é
S = Shigs + Sep. (439)

Essa acao é invariante pelas transformacoes de BRST

sAL = —Dzbcb,

sh = gcapa,

sp” = —g [ca (v+h)— eabccbpc] ,

sc® = geabccbcc’

2

sc¢t = b°,

sb* = 0, (440)
ou seja,
sS = 0, (441)
em que
Dl‘jb = 5“1’0# — geabcAZ (442)

é a derivada covariante na representagao adjunta de SU(2).
Olhando para a Eq. (438), podemos notar que os campos fantasmas ganharam
uma massa, v/Em. Integrando no campo b%, também fica claro que o campo de Goldstone,

também, possui a mesma massa, v/Em. Tomando a parte quadrética nos campos de S
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Figura 36 - Principais propagadores do modelo de Higgs SU(2).
a b

< A(p) Allp) > =
a o)

<ppip>=

<h@hEp)>= —-omemoe

<t p>= —

Legenda: Representagao diagramética dos propagadores do modelo de Higgs SU(2) no calibre
Re.
Fonte: O autor, 2022.

e calculando os propagadores da teoria, como é feito no Apéndice E, obtemos que o

propagador do campo A§ no espago dos momentos é

Pl , i)
pP4+m?2 2 +Em? )

A - o (143)
Note que, além da massa na parte transversal, existe uma massa, \/Em, na parte lon-
gitudinal de (A% (p) A (—p)). O fato das massas dos campos fantasmas, do campo de
Goldstone e da parte longitudinal de Af, serem iguais nao ¢ uma simples coincidéncia. A

origem de todas essas massas ¢ o termo de fixacao de calibre, que é um termo BRST-exato,

ng = s / d'x {—ig&“ba +c* (8MAZ — fmp“)} . (444)

Todas essas propriedades também foram encontradas no modelo de Higgs U (1) no calibre
R, tanto que, os propagadores nos dois modelos sao os mesmos, exceto, eventualmente,
por uma delta de Kronecker, §%°, como mostra o Apéndice E.

A notacao que utilizaremos para representar os propagadores da teoria nos diagra-

mas de Feynman ¢ mostrada na Figura 36. Os vértices de interacao da teoria podem ser

encontrados no Apéndice E.
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6.1.3 Simetria Custodial

Além da simeria BRST, existe uma simetria global adicional, que denominamos

de simetria custodial, caracterizada pelas transformacoes:

a abc, b Ac
AL = P AC
5pa — Eabcwbpc7
§c¢ = 6abcwbcc7
56(1 — Eabcwb607
Y eabcwbbc7
§h = 0, (445)

em que w® é um parametro global. Note que, todos os campos que possuem indice
a=1,2, 3, ouseja, (AZ, p*,ct, ¢, b“), se transformam na representacao adjunta do grupo
SU (2), enquanto que, o campo h é deixado invariante, isto é, se comporta como um
x SU (2)

Higgs (426). Para vermos isso, é conveniente reescrevermos a a¢ao (426) através do campo

singleto. A origem dessa simetria é uma simetria SU (2) da agao de

calibre global

escalar
v - ( i ) (446

como ¢ feito por (SHIFMAN, 2012), em que ¢" = v + h +ip® e ¢° = ip' — p*. Nao ¢é

dificil de demonstrar que a acao

Stigss = / d'z {%Tr (D,®)" (D,®) — % (Trofo — v2)2} (447)
¢ invariante pelas seguintes transformagoes do grupo SU (2) e X SU (2) gopar

= Ux)dM 1,

A, = U@@)oU ™ (z) + éU () 8,U" (x) (448)

em que M € SUgopal (2) é uma matriz que independe do ponto do espago. Nessa nova

notagao, a expansao (433) corresponde a

1
® = —|(v+h)I+1ip'TY, 449
7 [(v+h) I +ip*T"] (449)
o que significa que o valor esperado no vacuo de ®, (®) = \%[ , nao € invariante em

relagdo as transformacoes (448). Contudo, (®) é invariante em relagao ao subgrupo dia-

gonal global de SU (2) x SU (2) que corresponde a tomarmos U (z) = M. Esse subgrupo
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¢ isomorfico ao grupo SU (2). Essa é a simetria custodial, que corresponde as trans-

formagoes infinitesimais (445).

6.2 Fungoes de Green de 2-pontos dos campos h(z) e Af ()

6.2.1 Fungao conexa (h (p) h (—p))

Os diagramas de Feynman que contribuem a 1-loop para a funcao de Green conexa
(h (p) h (—p)) sao mostrados na Figura 37. O cdlculo de cada diagrama em particular pode
ser encontrado em (DUDAL et al., 2021b), aqui apresentaremos apenas os resultados

finais. Encontramos que, até 1-loop, a funcao regularizada com a RD tem a forma

1 1

+ ¢ (p?) 450

(h(p)h(—p)? =

em que II¢ (p?) é a autoenergia de h a 1-loop regularizada. Expandindo I1¢ em série de

Laurent em torno de ¢ = 0 (¢ = 4 — d), obtemos que o termo divergente vale

iy’ [3 (Q — )mi+3(3—§)p2 é, (451)

div. T 3972 o2

I, (p%)

em que j ¢ o parametro massivo introduzido pela RD. Essa parte divergente pode ser
eliminada através da introducao de contratermos locais na acao de partida. Além dos
contratermos [ d*z (&; (9,h)* + d2h?), naturais da funcéo (h(z)h(y)), como os “tadpo-
les”nao foram cancelados, existe também a contribui¢ao de um contratermo [ d*z (d5v%h),
necessario para renormalizar a fungdo de 1-ponto (h(0)). Os coeficiente dy, do € d3 sao
ajustados de tal forma a implementarem o esquema de renormalizacao MS. Fazendo isso,

obtemos que a autoenergia renormalizada em d = 4 ¢é

3g°

m, (p?) = Sy {—12m*+2(1 - &) p* — 26m;,
2 2 Em® 2 2 m?
+2¢ (my +p )ln7+2(6m —p )1nF
4
— (12m2 + p_2 + 4p2) K (mz,mz,p2)
m
4 4
p —m
+ThK (£m2,£m2,p2)
4 2
—% {—2 In % + 3K (m2,m2,p?) + 2] } (452)

em que K (m?,m3, p*) é definida pela Eq. (157).

Antes de tentarmos fazer qualquer ressoma, ja que isso é possivel pois a funcao
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Figura 37 - Corregoes a 1-loop para (h (p) h (—p))

-
P /(:5-\“‘032,
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Legenda: Diagramas de Feynman que contribuem para a fungao (h (p) h (—p)) a 1-loop.
Fonte: DUDAL, 2021, f. 19.

(h(p) h (—p)) se organiza como uma série geométrica, tratemos dos termos do tipo

p*zr (1 —x)+ M?
n

4
p-1
112

)

que invalidam a ressoma para p? suficientemente grande. De fato, se fizermos a ressoma
sem tomar esse cuidado, esses termos dao origem a taquions, como acontece no caso U (1)
e no modelo ndo abeliano estudado por (MAAS; SONDENHEIMER, 2020). Seguindo o
que foi feito no Capitulo 4, podemos utilizar novamente a identidade p* = (p* + mi)2 —

4 2,2
m; — 2p“mj;, € reescrever

pt p?z (1 —z) + M?
2 2 In 2 B
(p? +my,) p p
_my, + 2p*mj, n Pz (1 —z)+ M?
(p* +m3)” p '

2 1 — M2
el f)+

(453)

O termo da segunda linha da Eq. (453) pode ser ressomado sem problemas, ja que ele
decai rdpido o suficiente para p® grande (tem o mesmo comportamento ultravioleta da
contribuigao a nivel arvore). Dai segue que a contribuigao a 1-loop podem ser reescrita

CcOo1mo

A

1T, (p2) _ 11, (p2) 9
(p? +m2)* (2 +m2)? +Cn (p%), (454)
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em que
(1) = gy {12+ 20 =€) 26

+2¢ (mj, +p*) In fu_nf +2(6m*> —p?) In 7;&—22

_ <12 s Myt 2592m% ! 2) K (m?,m?,p?)

2 ) e g7

—Z% [—2 In %% + 3K (mj,mj, p®) + 2] } (455)
.
O7) = g (6 (o) = K (e, . 17)) (156)

Assim, obtemos a funcao ressomada

1
P? + mj, — 1 (p?)

(h(p)h(=p))" = +Ch (%) - (457)

E importante destacar que (h (p) h (—p)) e (h(p) h (—p))™ dependem explicitamente do

parametro de calibre &.

6.2.2 Funcao conexa <AZ (p) A° (=p))

A simetria de Lorentz e a simetria custodial implicam que a funcao de Green conexa

de 2-pontos de Aj tem a forma

(4L () A, (=p)) = o {(A(p)A(—pDTPW () + (A(P) A(=p)" Lo ) (458)

j4 que d% é o tinico tensor invariante de ordem dois, sendo

ﬁ(sab% (A% (p) AL (—p)),

1
AW AC)" = 307 Lo (AL () AL () (459)
os fatores de forma tranversal e longitudinal, respectivamente, ambos funcoes de p? ape-

nas. Os diagramas de Feynman que contribuem a 1-loop para a funcao (A% (p) A% (—p))

sao mostrados na Figura 38. Até 1-loop, encontramos que a componente transversal
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regularizada é

I, 460
p2+m2 + (p2+m2)2 A > ( )

(Ap)A(-p)"?" =

em que Hg’d ¢ a componente transversal da autoenergia de A}, regularizada. O calculo de
cada diagrama da Figura 38, que contribui para HZ’d, pode ser encontrado no trabalho
(DUDAL et al., 2021b). Expandindo Hz’d em série de Laurent em torno de ¢ = 0

(¢ =4 — d), obtemos que a parte divergente é

2 2
g 9e ¢ 3 o 3 4 25 &\ H|1
= (I8 sy 2 e 2 2 _5) | = 461
div w2[ (64)\+8+32)m 2"\ T8)V ¢ (461)

Esse termo divergente é eliminado com a introducao de contratermos locais bilineares

Hz, 4—¢ ( pz)

em Af e, nao podemos esquecer, do contratermo que renormaliza os “tadpoles”. Esses
contratermos sao ajustados de tal maneira a implemetarmos o esquema M.S. Dal resulta

que a parte transversal da autoenergia renormalizada em d =4 é

2 2
s (»?) = — g {—27m4m42—|—3m4m4 m? —m? + 2p° ln%
A (p ) 36 (471’)2 m4p2m]21 [ h«p h ( h p )j| Iu2
2
—=3¢m*m; (2m* (€ — 1)+ (4E+T)m’p* +2(£+9)p*) In %
Em?

—27¢m®m;p? In 7

+3m*m; (m* (26 — 1) + m* (46 + 45) p* + 2(£ + 9) p*) In 7:—22
+3m* (—m*mj, — 54m*p*) In Zb—j
+m* [6m*my +my (3m* (2(£=2) &+ 1) +3m* (£ —1) (4¢ — 1) p?
+2 (3¢ (E+4) — 17)p*) — 3mj, + 54m*p’]

+27m*mip® (mj + &m?)

—3m,21 [m4 <2p2 (m,% — 5m2) + (m,% — m2)2 + p4> K (mQ, mi,pQ)
—2 (m? +p2)2 (m* (& - 1)% + 2m?p? (€ — 5) +pY) K (m* &m?, p?)
4 (p4 _ m4) (4§m2 +p2) K (§m2, §m2,p2)

+p? (4m2 +p2) (12m"L — 20m?p® + p4) K (mQ, mz,p2)} } : (462)
Analisando (462) notamos que existem termos do tipo p*In p%(ly;fH e p®ln p%(lu;fH .
Reescrevendo esses termos como fizemos anteriormente, obtemos que
S | e (%), (463)
(p* +m?) (p* +m?)
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sendo
ﬂﬁ (pz) = — g { [—27m4m%p2 + 3m*my, (m,zl —m?+ 2p2)} In m_,%
36 (47)° mAp2m2 w2
2
—3¢m*mi (2m* (€ — 1)+ (4 +T)m’p* +2(£+9)p") In ‘%
2
—276m®m2p? In %
2
+3mtm2 (m* (26 — 1) +m? (46 +45) p* + 2 (£ +9) p*) In %
m2
+3m* (—QOﬁt — 54m4p2) In F
+m* [6m*my, + mj (3m* (2(€ —2) &+ 1) +3m”* (£ — 1) (4¢ — 1) p?
+2(36(E+4) —17) p4) —3m$ + 54m4p2} + 27m*m3p? (m,zl + §m2)
—3m; [m4 <2p2 (mi — 5m2) + (m,% — m2)2 +p4> K (mz,mi,pQ)
—om? (& — 1)2 (m2 +p2)2 K (mQ, §m2,p2)
—2m* (4 — 1) p* (p* +m®) K (Em*, &m?, p?)
435 (2m52 — mlp") K (m?,m )]} (461)
e
2
C 2 — g— —4 2 —5)—2 2 K 2 2 2
4 (p%) 12(4ﬂ)2m4{[ m?® (€ —5) — 2p°] K (ém*,m*, p?)
+ (4§m2 +p2 — 2m2) K (§m2,£m2,p2)
+ (—18m2 —|—p2) K (m2,m2,p2)} . (465)

O primeiro termo do lado direito de (464) pode ser ressomado sem problemas, assim

definimos a funcgao ressomada como sendo

1
P 1T 77)

(A A(=p)"™ = +Ca (17 (466)
Assim como a funcao de 2-pontos de h (z), as funcoes (A (p) A (—p))" e (A (p) A (—p))"™

dependem explicitamente do parametro de calibre £. Isso acontece porque AZT nao € in-

variante de calibre, diferentemente do caso abeliano. Na Secao 6.4 serao mostradas as

consequencias desse fato para as densidades espectrais dessas funcoes.
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Legenda: Diagramas de Feynman que contribuem a 1-loop para a fungao <Afj (p) Ab (—p)>. .
Fonte: DUDAL, 2021, f. 20.

6.3 Funcoes de Green dos operadores invariantes de BRST

6.3.1 Fungao conexa do operador O ()

O operador escalar invariante de calibre mais simples que podemos construir é
¢ (z) ¢ (z). Expandindo esse operador em termos dos campos h () e p® (x) encontramos
um termo constante %, que também é invariante de calibre. Para nao termos que trabalhar

com esse termo, consideraremos o operador

O(x) = ¢'(@)p(2) -+ (467)

que também ¢ invariante de calibre. Reescrevendo (467) com a expansao (433), obtemos
1
O(r) = 3 (h* (z) + 2vh (2) + p* (z) p* (2)) (468)

O operador O () possui um termo linear em h (x). Dai resulta que, a nivel arvore, a fungao

de 2-pontos de O (z) é proporcional a fungao de 2-pontos de h (), mais especificamente,

(O@) 0 W)iee = V" (h(2) D () ree

’U2

= —. 469
Isso mostra a conexao entre o operador escalar O (z) e o bdson de Higgs existente na
teoria. A invariancia de BRST de O(z) é imediata pois esse operador nao contém campos
fantasmas.

Para que possamos calcular fungées de correlagao do operador composto O (z),
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devemos introduzi-lo na acao de partida acoplado a uma fonte externa, que neste caso

denotaremos por J (z). Assim, a agdo S serd modificada para
S — S+/d4xJ(x)O(x)

e, consequentemente, o funcional gerador conexo também,

w = W'[J],

de modo a obtermos as regras de Feynman para o calculo das fungoes de Green com
inser¢oes de O (x). Em especial, temos que a funcao de Green conexa de 2-pontos é
definida como

52w’

O@OW) = = 57T m),

As regras de Feynman modificadas sdo mostradas em (DUDAL et al., 2022).

Os diagramas que contribuem para (O (p) O (—p)) sdo mostrados na Figura 39. Os
célculos desses diagramas podem ser encontrados no trabalho (DUDAL et al., 2021b), aqui
apresentaremos apenas os resultados mais importantes. A funcao até 1-loop regularizada

tem a forma

OO = = fm%)zﬂ‘é (+)
em que
5 (") = U—12{g[4(61—1)m4+4m2p2+p4}n(mz,m2,p2)
+;<p — 2m2) (i, mk ?)
_3p?[2(d Wllgm +mh]x(m2)—3P2X (mi)} (470)

Expandindo 1% (p?) em série de Laurent em torno de € = 0 (¢ = 4 — d), encontramos que

a parte divergente é

_ 1 9g*p*v?  9g*tvt 9
d—e (2 _ 2,2 2
5 (p )’div T 422 ( 16\ + 16 + gg pv (471)
1 1
+p* + §Ap2u2 + )\2v4> - (472)

que ¢ local no momento p? e na massa v. Encontramos em H40_E (p2)’ termos que nao

div
N . . C 4 . -~
sao encontrados nas autoenergias de teorias renormalizdveis, como £, mas isso nao ¢ um
. . P .
problema, ja que, esse é um operador composto. Esse termo £, em especial, pode ser
€

eliminada através da introdugdo de um contratermo quadratico na fonte J (x), ou seja,
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[d*z6J? (x) em que § ~ L. Mais detalhes da renormalizacao do operador O () podem

ser encontrado no Capitulo 7. Aplicando o esquema M S, obtemos a fungao renormalizada
em d = 4:
1
Ilo (p2) = 321}2—7r2m,21 [—24m%m4 + 6p° (mfb +mim? + 2m4)
A 2

m? m
—6m*p? (m,% + 6m2) In T 6m;p*In M—;

(7~ 2m3)” K (i 17)

—3m3 (12m4 + 4dm?p? —|—p4) K (m2, m2,p2)} ) (473)

. 2
Procedendo da mesma forma que nos casos anteriores com os termos p* In 2 :; de Ip (p?),

obtemos a funcao ressomada

U2

(O(p)O(-p))™ = - + Co (p?), (474)
p* +mj — 1o (p?) )

em que

- 1

IIp (p2) = o5 [—24m,%m4 + 6p? (mfl + mim2 + 2m4)

32v2m2m;

2 2

—6m*p? (mi + 6m2) In ﬂz — 6mjp*ln m_;
H H

—3m;, (12m* + 4m*p* — m;, — 2p*m3) K (m®*, m*,p*)] . (475)

Como esperado, ao contréario de (h (p) h (—p)), a fungao (O (p) O (—p)) é independente do

parametro de calibre &.

6.3.2 Funcdo conexa do operador R ()

No modelo de Higgs SU (2) podemos identificar trés operadores compostos invari-

antes de calibre:
0 1
T
- T
0: - (01, (476)

que sao os operadores apresentados por (ITZYKSON et al., 1980). A invariancia de

calibre de Oi ¢ aparente. Para O:, podemos mostrar a invariancia de calibre usando uma
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Figura 39 - Corregoes a 1-loop para (O (p) O (—p)).

y AY
J J J J J / VoS
- — - - - - - - — - e — — —! [ ]
4 ’
N s
. -
r/‘_\\ P
) [ é % i )
\ Fd N e
T T
J IJ J g J IJ J IJ
- - — - —- * s - — - - - - R - - - — - —- *
//_H\\
4 |
{
J a ¢ J J
\ s
N ;
~ -

Legenda: Diagramas de Feynman que contribuem a 1-loop para a fungao (O (p) O (—p)). .
Fonte: O autor, 2022.

matriz de transformagao 2 x 2 genérica do grupo SU (2),

U = (Z _ab> (477)

com determinante det U = |a|2 + |b|2 = 1. Para uma transformacao de calibre escrita

dessa forma, temos

O, — (UsO)T< ! é)Du(USO)

= sOT( ! 1>D,u90a (478)

o que mostra a invariancia de calibre de O:[ e, consequentemente, de O, . Podemos
reescrever o primeiro operador utilizando a expansdo do campo ¢, Eq. (433), o que

resulta em

1
O, = [_ (0 + 1) Bup® + p*Ouh — p'0up® + p*0up + 59 (v + h)* A

1
2 2

1
—g(v+h)? A3 —g(v+h) (Ap® — A2p') — 90" 0 AL + gp” " A

+%auo. (479)
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O dltimo termo do lado direito de (479), 29,0, é invariante de BRST, portanto o termo
entre colchetes em (479) também ¢é invariante de calibre. Assim, podemos considerar os

seguintes operadores invariantes de calibre:

i -
R;lt - §(O:_Ou)’
1 -
R, = 5(07+05),
i
R, = 0.— 300, (480)

que podem ser expressos através de um tinico operador:

1
RZ e —5 |:(U + h) 8Hpa - paaﬂh’ _'_ eabcpbaﬂpc - gAZ (U + h>2
abe c 9 ia a
e Aup® (v B) + S — g ALt (481)

em que a = 1, 2, 3. Obviamente, temos que

sk, = 0, (482)

a

%, nao contém os campos fantasmas de

pois, assim como o operador escalar O (z), R
Faddeev-Popov.
Podemos mencionar alguns fatos a respeito de ;. O primeiro deles sdo os termos
lineares nos campos,
u v
M llinear 2

(mAs —8,p") (483)

que sugerem que [ deve ser a versdo invariante de BRST de A}, Outro fato relevante a

respeito do operador R}, ¢ a sua transformagao em relagao a simetria custodial (445):
a abe, b pc
R, = e"WR, (484)

ou seja, R, se comporta como um tripleto. No trabalho (DUDAL et al., 2022) e no
Capitulo 7 é mostrado que R é o tnico operador vetorial de dimensao trés, invariante de
calibre e que se transforma como um tripleto, que pertence a cohomologia nao-trivial do
operador de BRST. Além disso, é mostrado que R} é, na verdade, a corrente de Noether
cléssica da simetria custodial. Como consequéncia disso, jd que R, é introduzido na agao
de partida, existe uma identidade de Ward local adicional associada a simetria custodial.
Essa identidade tem profundas consequéncias sobre a renormalizagao de Rj;. A principal
delas, a dimensao anomala de R € nula, como € o esperado para uma corrente conservada.

Como R}, ¢ um operador composto, devemos aplicar a ele os mesmos métodos
que foram empregados para os outros operadores compostos estudados até agora. R}

serd introduzido na agao de partida acoplado a fonte externa (2, assim temos a seguinte
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modificacao na agao

S — S+ / d'z QRS (485)
o que implica em uma modificagao no gerador funcional conexo

W o — WQ. (486)
Dessa forma, a fungao de Green conexa de 2-pontos de R}, ¢ definida como

b s
(R, () R, (y)) = Qe (x)vgﬂ‘;(y)

J=0

A fonte 2 herda de R, a invariancia de BRST e a transformacao
a abc, bc
o = €Wy (487)

em relacao a simetria custodial.
Devido as propriedades de transformagao do operador R em relacao a simetria

custodial, Eq. (484), a funcao de 2-pontos conexa <Rz (p) R® (—p)> pode ser decomposta

(R (p) R, (=p)) = o [(R (p) R(=p))" P (p) + (R(p) R(=p))" Lo (p)}, (488)
em que

(RO)R D) = 550" P ) (R 0) B ().

(RG)R(-p)" = 0"Lo (p) (R () R (~0)) (189)

Note as semelhancas dessa funcao com a funcao <Az (p) A® (—p)>. A nivel 4rvore, apenas

os termos lineares de I, contribuem para a fungao, resultando em

(R: (D) Ry (—D))poe = 1—16921)4 (A% (p) Ai(—p)>tree+iv2pupu (0" (0) 1" (—P))\ e

3 1 3
vt P (p) + 0" Ly () - (490)

B 1_691}102—|—m2 4

A Eq. (490) mostra explicitamente aquilo que ja foi mencionado, (R (p) R (—p))", assim

como (A (p) A (—p)>T, possui um pdlo na massa do béson vetorial, enquanto que, a parte

longitudinal ¢ uma constante, (R (p) R (—p))" = 302,

Os diagramas que contribuem para <RZ (p) R® (—p)> até 1-loop sao mostrados na

Figura 40. O calculo desses diagramas pode ser encontrado em (DUDAL et al., 2021b).
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A componente transversal da funcao (R{ (p) R} (—p)) regularizada tem a forma

Cownhd Loy 1 1 d (2
em que
4
g, (p*) = —W{—p2 [2(3 = 2d) m*p* — 2mj; (m* — p?)] n (m*, mj, p°)

—p” (mj, +m* +p*) n (m* mi, p°)

— (4m* +p*) [A(d — 1) m* + 4 (3 — 2d) m*p* + p*| n (m?, m*, p*)
2(—8(d? — 3d+ 2)m* + (15 — 8d) m?p? + 3p*

+mh< ( )mmi ( ) m*p p)X(mQ)

—6d—12 4 2 4 92 2,4
n ( >m(mm2+p)+pmhx(m2)
h

+ [-2(d — 1)m* + (5 — 4d) m*p* — p’mj, +p*] x (m}) } . (492)

Expandindo 114 (p?) em série de Laurent em torno de ¢ = 0 (¢ = 4 — d), obtemos que a

parte divergente é

g _m%p4 O9m? N Im?2p? N mip?
div. o x2 \ 0 32mt  16m2 8mi  8m?
my _ p° 23 7_p2> 1 (493)

5 (9%)

+ 16 48m4  96m?2 + 8 )&

T,4—e

Note que, a divergéncia de (R (p) R (—p)) ¢ polinomial em p? e v2, portanto, pode

ser eliminada através da introducgao de contratermos locais na acao. Impondo o esquema

de M S, obtemos que a fungao renormalizada em d = 4 é

2 1 4(, 4 4 P4m;% 2 2 2
+p? (m4m,% + 10m*m;, +m$ + 36m6)

2
m
+mj [—p2 (mi + 11m2) —6m* —i—pﬂ In ,U_Qh
m2
+m*mj, (—48m* — 17m*p* + 3p*) In —
i
2

+m? [pgmfZ — 54 (m6 + 2m4p2)} In %
+m3 [2p4 (m% — 5m2) + (m2 — mi)2p2 + pﬁ] K (mi, m2,p2)
+m3 (48m6 — 68m*p? — 16m?p* + p6) K (mQ, m2,p2)} . (494)

p2x(l—xz)+...

2z(1—z)+... -
Polloo)t. ,;H epSln e obtemos a versao

Reescrevendo os termos de I (p?) com p* In
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ressomada de (R (p) R (—p))",

1 1
R(p)R(-p)""™ = —g** - +Cr (p® 495
(R(p) R (~p)) 60 o PO ) (495)
em que
. (02 — 1 4(, 4 o Pimy 2 2 2
+p* (m*mj + 10m*my, + mj, + 36m°)
2
+mj [—p2 (mi + 11m2) — 6m* —l—pﬂ In %
m2
+m*mj, (—48m* — 17m*p® + 3p*) In i
m2
+m? [me;lL — 54 (m6 + 2m4p2)} In F
+m3 (mip2 —2mim* — 6mim2p2) K (mi, m2,p2)
—|—m% (12m6 + 24m4p2) K (Mi, m2,p2)
+33m; (2m°® — m*p?) K (m? m? p*)} (496)
e
1
Cr(p?) — _18m2 + 02 K (m2. m2. p?
r(F) = e L1 ) K ()
+ (2m; — 12m* + p°) K (m;, m*,p)] . (497)
Para a parte longitudinal de <Ra (p) Rb (— > 0 que encontramos é
R RE = Gl (-0 ) L
47r
1 mj — 3mj In mh +9m* — 27Tm*In ’ZZ—;
(47r) th
+0(e). (498)

Esse resultado mostra que a corregao a 1-loop, assim como a contribuicao a nivel arvore,
¢ independente do momento externo p. Isso quer dizer que nenhuma particula esta as-
sociada a parte longitudinal de <R“ ) RY (— )> Seria interessante termos um resultado
semelhante que valesse para todas as ordens. De fato, como é mostrado no trabalho (DU-
DAL et al., 2022) e no Capitulo 7, devido a R}, ser a corrente de Noether da simetria
custodial, a parte longitudinal da funcao de Green de 2-pontos conexa ¢é independente do
momento. Além disso, todas as corredes perturbativas de (R (p) R (—p))” resultam da

fungao (O), que com condigbes de renormalizagao apropriadas (cancelamento dos “tad-
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Figura 40 - Corregoes a 1-loop para (R (p) R (—p)).
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Legenda: Diagramas de Feynman que contribuem a 1-loop para a funcao (R (p) R(—p)). Os
diagramas que contribuem para as fungées (h), (p (p) p (—p)) e (A% (p) p (—p)) sdo

mostrados no Apéndice F.
Fonte: O autor, 2022.

poles” e minimizacao da energia do vacuo) é nula.

6.4 Propriedades espectrais das funcoes de Green

Nesta secao analisaremos as representacoes espectrais de Kallén-Lehmann e os
polos das fungoes de Green calculadas nas segoes anteriores. Como a teoria é a mesma que
foi utilizada nos Capitulos 3 e 4 para estudar o modelo de Higgs abeliano, nao repetiremos

aqui todos os passos.

6.4.1 Propriedades espectrais das fungoes dos campos elementares

Primeiramente, analisaremos as fungdes dos campos elementares h(z) e Af (z)
para dois conjuntos de valores, que denominamos de Regiao I e Regiao II e sao mostrados
na Tabela 2. O parametro massivo v é expresso em unidades da escala de energia pu.
Como m? = 1¢%v? e mj = \?, temos que m? = 0,234% ¢ mj = 0,192u* na Regido I e

m? = 0,625u2 e mj = 0,205u na Regiao I1.

e Campo de Higgs
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Tabela 2 - Parametros usados para analisar as densidades espectrais.

’ \ Regiao I \ Regiao I1 ‘

v 0,8u 1p
g 1,2 0,5
A 0,3 0,205

Legenda: Regioes de parametros I e II.
Fonte: Dudal, 2021.

Para o campo de Higgs, encontramos que o polo até um 1-loop vale: para Regiao I
m; = —0,207p% (499)
e para Regiao II
m; = —0,206p% (500)

para todos os valores de £, ou seja, o polo de (h (p) h (—p)) é independente do parametro
de calibre. Esse é um resultado que decorre das identidades de Nielsen, que existem
também no modelo de Higgs SU (2). A derivagao dessas identidades e a demonstragao
da independéncia do pdlo de (h (p) h (—p)) é completamente andloga ao caso U (1), veja
(GAMBINO; GRASSI, 2000). O residuo de (h(p)h(—p)) em p? = m3, que denotamos
por Ry, por outro lado, depende de £, como mostra a Figura 41. Para valores muito
pequenos de &, o residuo nao esta bem definido, pois o que seria o polo se encontra sobre
o corte de (h(p)h(—p)), essa situacao é semelhante ao que encontramos no modelo de
Higgs abeliano, veja o Capitulo 3.

Na Figura 42 sdo mostradas as densidades espectrais de (h (p) h (—p))"™ subtraida
da parte com o pdlo, py, (t), para trés valores de & 1, 2 e 5. Na Regiao I, podemos
ver, através dos saltos da densidade espectral, que o primeiro “threshold” surge em t =
(mp 4+ mp)® = 0, 7682, seguido por outro em ¢t = (m +m)* = 0,922u2. Depois, aparece
um “threshold” que depende do valor de & em ¢t = (\/Em + \/Em)z, que corresponde
ao estado nao fisico com dois bésons de Goldstone. Para £ < 3, a densidade espectral
apresenta valores negativos, a causa provavel para isso talvez seja o mau comportamento
da fungao (h (p)h(—p)) para p? grande, veja a discussao feita na Secao 3.3.3. Para a
Regiao II, os resultados sao essencialmente os mesmos: um “threshold” para dois bdsons
de Higgs em ¢t = (my, + mh)2 = 0,81u2, um “threshold” para dois bésons de calibre em
t = (m+m)®> = 0,254 Também vemos um “threshold” nio fisico para dois “bésons de
Goldstone” em ¢t = (\/Em + \/Em)2 e a densidade espectral com valores negativos para
&< 3.

e Componente transversal do campo de calibre
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Figura 41 - Residuo da funcao (h (p) h (—p)).
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Legenda: Residuo da funcao (h (p) h (—p)), Ry, em fungao do parametro de calibre £, para a
Regiao I (em azul) e a Regido II (em laranja).
Fonte: DUDAL, 2021, f. 12.

Figura 42 - Densidades espectrais de (h (p) h (—p))".

3 = 3
10° A(t) 10° A
10} 3t it
2t A
°f B
1 i
] 1
0 LY L L L I t "
2 4 6 - N 0 0 ! : e f
------------------------ R e I 15 2.0

Legenda: Densidades espectrais de (h (p) h (—p))"® subtraida da parte com o polo, py, (t), para
¢ =1 (em verde), £ = 3 (em vermelho), £ =5 (em amarelo), em que ¢ é dado em
unidades de p?. Do lado esquerdo temos os parametros da Regido I, enquanto que,

do lado direito temos os parametros da Regiao II, como mostra a Tabela2
Fonte: DUDAL, 2021, f. 13.
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Figura 43 - Residuo da funcéo (A (p) A (—p))”.
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Legenda: Residuo da funcao (A (p) A (—p)>T, R4, em funcao do parametro de calibre &, para a
Regiao I (em azul) e a Regiao II (em laranja).
Fonte: DUDAL, 2021, f. 13.

T, res

Para o campo de calibre, obtemos que o polo de (A (p) A (—p)) vale: para a

Regiao 1

me = —0,2744°, (501)
e para Regiao II

m? = —0,065u°. (502)

Aqui também obtemos que o polo é independente do parametro de £, em acordo com as
identidades de Nielsen do modelo. Ja o residuo depende de &, como mostra a Figura 43,
e para valores muito pequenos de £ nao esta bem definido, pois o pdlo se encontra sobre
o corte da funcdo (A (p) A (—p))".

Na Figura 7.6 sao mostradas as densidades espectrais para os valores de £ = 1,
& = 2¢e & =5 Neste caso encontramos quatro “thresholds”. No caso da Regiao I,
vemos o primeiro “threshold” para duas particulas em t = (m;, + m)2 = 0, 84312, seguido
de um “threshold” para dois bésons vetoriais em t = (m +m)* = 0,9224%. Existe um
“threshold” nao fisico em t = (m + \/fm)Z, que corresponde a um “bdson de Goldstone”e
um boéson de Higgs, a partir desse valor, encontramos regioes onde a densidade espectral
¢ negativa. Na Regiao II, as mesmas caracteristicas sao observadas, mas com valores

diferentes para as energias de cada “threshold”.
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Figura 44 - Densidades espectrais de (A (p) A (_p)>T7 res.
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Legenda: Densidades espectrais de (A (p) A (—p))7>™ subtraida da parte com o polo, pa (£),

para £ =1 (em verde), £ = 2 (em vermelho), £ =5 (em amarelo), em que ¢ é dado

em unidades de p2?. Do lado esquerdo temos os parametros da Regido I, enquanto

que, do lado direito temos os parametros da Regiao II, como mostra a Tabela 2.
Fonte: DUDAL, 2021, f. 14.

6.4.2 Propriedades espectrais dos operadores compostos

e Operador escalar O ()

Para o operador composto escalar O (x), cuja fun¢ao de dois pontos é dada pela

Eq. (474), encontramos que o polo até 1-loop vale: para Regiao I

my = —0,207u%, (503)
e para Regiao II

my = —0,206u7 (504)

que coincide com o polo da fungao (h(p) h(—p)), Egs. (499) e (500). Esse resultado
¢ verdadeiro para quaisquer valores dos parametros, a demonstracao ¢ andloga ao caso

abeliano. Os residuos, que agora sao independentes de £, tém os valores

Ro = 1,11v% (505)
para a Regiao I, e

Ro = 1,014 (506)

para a Regiao II.
A densidade espectral de (O (z) O (y))™ subtraida da parte com o polo, po (t),

calculada através da Eq. (647), é mostrada na Figura 45. Podemos notar a existéncia
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Figura 45 - Densidades espectrais de (O (p) O (—p))™.

3 = 3 =
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Legenda: Densidades espectrais de (O (p) O (—p))"® subtraida da parte com o polo, po (t), em
que t é dado em unidades de 2. Do lado esquerdo temos os parametros da Regido I,
enquanto que, do lado direito temos os parametros da Regiao II, como mostra a
Tabela 2.

Fonte: DUDAL, 2021, f. 15.

de um “threshold” para dois bésons de Higgs em t = (my, + mh)2 e outro “threshold”
para dois bdsons vetoriais em ¢ = (m + m)Q. Comparando com a densidade espectral de
(h(z)h(y)), Figura 42, vemos que po (t) nao possui o “threshold” nao-fisico com dois
“bosons de Goldstone”em t = (\/Em + \/Em)2, além disso, po (t) é positiva para todos os
valores de t.

e Operador vetorial R}

Para a parte transversal da fungao de 2-pontos de R, (), Eq. (495), obtemos os

seguintes polos: na Regiao I temos
my = —0,274p% (507)

e na Regiao II temos

myp = —0,065u% (508)
que sao os mesmos polos de (A (p) A (—p))T. De forma andloga ao caso abeliano, podemos
demonstrar que (A (p) A(—p))" e (R(p) R(—p))" possuem o mesmo polo até 1-loop,
independentemente dos valores escolhidos para os parametro da teoria. Os valores obtidos

para os residuos sao

127 , ,
16007 ¥

R (509)
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Figura 46 - Densidades espectrais de (R (p) R (—p))” ™.

1 10: _f‘%(r) o)

: o5k
20f
150
100

5r
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Legenda: Densidades espectrais de (R (p) R (—p))""™, po (t), em que t é dado em unidades de
12, Do lado esquerdo temos os parametros da Regido I, enquanto que, do lado
direito temos os parametros da Regiao II, como mostra a Tabela 2.

Fonte: DUDAL, 2021, f. 16.

na Regiao I, e

105
—— g%,
1600

R =

(510)

na Regiao II.

A densidade espectral de (R (p) R (—p))"™ com a parte de polo subtraida, g (£),
é calculada por meio da Eq. (647) e mostrada na Figura 46. Podemos notar que existe
um “threshold” em ¢t = (my, + m)2, que corresponde a um estado com duas particulas
(um béson de Higgs e um bdson vetorial). Além desse, existe um outro “threshold” em
t=(m+ m)2, que corresponde a um estado com dois bdsons vetoriais. Os “thresholds”
nao fisicos presentes em py4 (t) nao sao observados em pg (t). Além disso, vemos que pg (t)
é positiva para todos os valores de t.

Devido as dimensoes elevadas dos operadores O(z) e Rf(z), para reconstruirmos
(O(p)O(—p)) e (R(p) R(—p)) a partir das densidades espectrais, devemos utilizar a
formula do Apéndice C, que possui as subtragoes necesséarias para que a integral dispersiva

convirja.

6.4.3 Calibre Unitario

As contribuigbes negativas para as densidades espectrais py (t) e pa (t) dos “th-
reshold” nao fisico podem ser suprimidas se tomarmos o limite & — 0o, que corresponde
ao calibre unitdrio. Nesse limite, as densidades py, (t) e pa (t) se assemelham qualitati-

vamente as densidades espectrais po (t) e pr (f), respectivamente, sdo positivas e os “th-



164

Figura 47 - Densidades espectrais de (h (p) h (—p))™.
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Legenda: Densidades espectrais de (h (p) h (—p))™, pr (t), no calibre unitdrio, em que ¢ é dado
em unidades de p2. Do lado esquerdo temos os parametros da Regido I, enquanto
que, do lado direito temos os parametros da Regiao II, como mostra a Tabela 2.

Fonte: DUDAL, 2021, f. 25.

resholds” sdo os mesmos. Os gréficos de po (t) e pr (t) no calibre unitério sao mostrados

nas Figuras 47 e 48, respectivamente.
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Figura 48 - Densidades espectrais de (A (p) A (—p))?".
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Legenda: Densidades espectrais de (A (p) A (—p))7>", pa (), no calibre unitério, em que t ¢
dado em unidades de ;2. Do lado esquerdo temos os parametros da Regido I,
enquanto que, do lado direito temos os parametros da Regiao II, como mostra a
Tabela 2.

Fonte: DUDAL, 2021, f. 26.
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7 IDENTIDADES DE WARD E RENORMALIZACAO DO MODELO DE
HIGGS SU (2) NO CALIBRE DE LANDAU COM OS OPERADORES O (X)
E RZ‘(X)

No capitulo anterior foram apresentados os resultados até um 1-loop das funcoes de
Green de 2-pontos dos operadores invariantes de BRST O (z) e R, () do modelo de Higgs
SU (2). Este capitulo é uma continuagao do anterior, cujo objetivo principal é estabelecer
a renormalizagao de O (z) e Rf () a todas as ordens perturbativas. Como as fungoes de
correlagao desses operadores sao independentes do calibre, utilizaremos o calibre de Lan-
dau, que, além da simplicidade, preserva a simetria de calibre global. O contratermo local
invariante é analisado através do método algébrico descrito por (PIGUET; SORELLA,
1995), que ja foi utilizado no caso U (1). Também discutimos um pouco mais a simetria
custodial e a sua correspondente identidade de Ward, que com a introdugao desses dos
operadores compostos O () e Rf, () passa a ser local. Na Segao 7.1 apresentamos o termo
de fixacao de calibre. Na Secao 7.2 é estudada a cohomologia do operador de BRST para
determinar todos os operadores compostos que estao envolvidos na renormalizacao dos
operadores O (z) e Rf. (r). Na Secdo 7.3 discutimos a simetria custodial e sua corrente.
As demais simetrias e identidades de Ward da teoria sao mostradas na Secao 7.4. Na
Secao 7.5 ¢ determinada o contratermo local invariante e a acao “bare”da teoria. Nas
ultimas duas segoes, Segao 7.6 e Segao 7.7, derivamos algumas relagoes importantes entre
as funcoes de Green com a ajuda das identidades de Ward obtidas com a introducao dos
operadores compostos na teoria. Este capitulo estd baseado no trabalho (DUDAL et al.,
2022).

7.1 Fixador de calibre

Tomando o limite £ — 0 em Eq. (438), obtemos o termo de fixagao de calibre no

calibre de Landau:

,%f::l/d%ﬂm%%AZ+a%hD$&}. (511)
Desse modo a acao que consideraremos, por enquanto, é

S = Shiges + S (512)

Como essa agao ¢ um caso particular da acao (439) no calibre Rg, nada é alterado em
relagdo a simetria BRST (440) e a simetria custodial (445). No modelo de Higgs, o

calibre de Landau possui a propriedade especial de preservar a simetria de calibre global,
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que é quebrada no caso geral £ # 0, além disso, temos a tradicional transversalidade do
propagador de Aj. Veremos a seguir que o conhecido teorema de ndao renormalizagao
do vértice T gz, que é encontrado em outras teorias com o calibre de Landau, veja por
exemplo (TAYLOR, 1971; BLASI; PIGUET; SORELLA, 1991), e tem um papel relevante
nos estudos das equagbes de Schwinger-Dyson, como mostram (ALKOFER; SMEKAL,
2001; BINOSI; PAPAVASSILIOU, 2009; HUBER, 2020), também estd presente no modelo

de Higgs SU (2) com o campo ¢ na representagao fundamental.

7.2 Cohomologia do operador de BRST

7.2.1 O operador escalar O (x)

O operador escalar O (x) possui dimensao dois e é um singleto em relagao a simetria

custodial, veja a Eq. (468). Procuremos pela solugdo mais geral possivel da equacao
sA(z) = 0, (513)

em que A (z) é um polindémio escalar de dimensao dois, local nos campos (AZ, h, p*, b, c?, E“)

e em v e um singleto em relacdo a simetria custodial. A solugao geral da Eq. (513) é
A(z) = bO(z)+ byo?, (514)

em que by e by sdo constantes arbitarias. O (x) e v* nao sao BRST-exatos, ou seja, nio
existem A; (x) e Ay (z) tais que sA; (z) = O (z) ou sA, = v?. Note a semelhanga entre
(514) e o andlogo abeliano (303).

7.2.2 O operador vetorial R? ()

Como foi feito para o operador O (x), procuremos pelos operadores invariantes de
BRST com os mesmos nimeros quanticos de R (), isto é, pela solugdo mais geral da

equacao

sAf (r) = 0, (515)
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em que A} (x) é um polinémio local nos campos e em v, possui dimensao trés, se comporta
como um tripleto em relacao & simetria custodial e tem nimero de fantasma zero 3°. Com

um certo esforgo algébrico, é possivel mostrar que a solugao da Eq. (515) é

AL () = ol +s (CQEabcAZEC — 032'@6“)

= RS+ oy (=™ (D) e + e ALYY) + 5 (0,0%) (516)

em que ¢ e ¢y sao constantes arbitrarias. O resultado (516) mostra que R}, é o tinico
operador que nao é BRST-exato. Como ele também nao contém os campos (b%, ¢, ¢*),
esse ¢ o unico operador de dimensao trés invariante de calibre. No caso SU (2) nao existe
o andlogo de 0, F,,, do modelo abeliano. O candidato seria DﬁbF,fu, mas esse operador
nao é invariante de BRST, apenas covariante, isto é,

s(DPF),) = ¢ (DYFY,) ¢ (517)

portanto ndo aparece em (516).

7.3 O operador vetorial R como a corrente de Noether da simetria

custodial

Nesta segao analisaremos o operador R, (x) do ponto de vista da simetria custodial
global. Para isso, modifiquemos um pouco a notacao e as transformagoes da simetria

custodial da seguinte forma:

5CAZ = ge“bcwaZ,
h = 0,

5Cpa — geabcwbpc7
(5CCa abc, b c

= ge"w’c’,
5(3 o = g 6abc wbEc,
50" = ge™wbhe, (518)

em que w® é um parametro global. Comparando (445) e (518), vemos que a diferenca
entre elas é apenas a constante g. O significado de (518) ¢ bem claro: todos os campos
(AZ, pe,ct e, b“) se transformam na representacao adjunta de SU (2), enquanto que, o

campo de Higgs h é um singleto. A invariancia de S, Eq. (512), em relagao as trans-

30" Assim como no modelo de Higgs U(1), existe uma niimero de fantasma, [A;], para os campos. [Ny] =1
para ¢, [Ny] = —1 para ¢® e [N,] = 0 para os demais campos.
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formagoes (518),
€S = 0, (519)

nao é dificil de ser verificada, ja que os indices do grupo (a, b, ¢, ...) estdao perfeitamente

contraidos em S. As transformagoes (518) gozam das seguintes propriedades:
[s,6] = o, {s,...} #6°, (520)

que significam que §¢ comuta com o operador de BRST s, a0 mesmos tempo que nio pode
ser obtido a partir da anticomutacao de s com outro operador. Quando traduzido em
termos de correntes de Noether, (520) implica que as correntes associadas a 6 pertencem
a cohomologia nao-trivial do operador s, ou seja, nao sao BRST-exatos.

A relevancia de (520) pode ser compreendida através da comparagdo com outra

simetria. A agao (512) também é invariante frente ao conjunto de transformacoes globais

R pa abc, b pc
OTAL = gew AL,
1
5Rh — %0
599 P,
1
5Rpa — §gwb (_ (’U + h) 5ab + Eabcpc) ’
5'Rca — gEabcwaC,
5REQ — geabcwbéc7
ORbr = ge®ewbe, (521)
isto é,
RS = o0, (522)

que nés chamamos de simetria R. Assim como 6, pode ser verificado que
[s,6%] = o0, (523)
no entanto,

{s,69 = o, (524)
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em que 69 é dado por

G qa

§9AL = 0,

&h = 0,

§9p° = 0,

§9c¢ = W,

69" = demwbe, (525)
(§]

595 = 0. (526)

Portanto, as correntes de Noether correspondentes a simetria R sao BRST-exatas, ao
contrario daquelas associadas a d¢. Assim sendo, as correntes da simetria R nao estdo
associadas a nenhuma excitacao fisica.

Vejamos agora quais sao as correntes de Noether da simetria custodial. Para essa

finalidade, vamos reescrever a Eq. (519) como
/ d'zrC*(r)S = 0, (527)

em que C* (x) representa o operador local

ce (l’) _ _geabc (Az (.I’) 5A;(x) + pc (x) 5pb5<x) +c° (l’) 6Cb6(x)
+¢° () —55;5(;[) +0° (2) 6bb5(x)) ' o

De acordo com o teorema de Noether, que foi discutido na Segao 1.2, a simetria custodial

de S implica em

C* ()8 = 9, (J°), (w), (529)
em que (J C)Z () é uma corrente. Fazendo o célculo explicito, obtemos que
05
(A a ab=b
(J)u = gRM—(SAZ—s(DMc). (530)

A Eq. (530) estd mostrando que, a menos de equagoes de movimento e termos BRST-
exatos, os operadores locais [}, sao as correntes de Noether da simetria custodial. Res-
saltamos que a Eq. (530) estd em perfeito acordo com a andlise feita na Subsegao 7.2.2 a
respeito da cohomologia de BRST, em que o operador R}, pertence a cohomologia de s e
nao pode ser escrito como um BRST-exato. A seguir serd mostrado que as Eqgs. (529) e

(530) dao origem a uma importante identidade de Ward nao integrada.
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7.4 Simetrias e Identidades de Ward

7.4.1 Operadores compostos a nivel quantico; Identificando a acao completa X

Agora, temos todos os elementos principais para comecar a andlise da renorma-
lizagdo dos operadores compostos (O (), R%(z)). Como foi jé discutido no Capitulo
1, para calcularmos funcoes de correlacao com insercoes desses operadores, devemos
introduzi-los na agdo de partida acoplados a fontes extenas, neste caso (J (x),$, (z)).
Seguindo o formalismo da Renormalizagao Algébrica, apresentado em (PIGUET; SO-
RELLA, 1995), na verdade, todos os operadores pertencentes a cohomologia de BRST
devem ser introduzidos na teoria através de fontes externas. No caso especial de R, te-
mos que tratar de maneira adequada o operador BRST-exato —e* (Dzdcd) Ec—i—ieabcAZbc =
s (e Abze). Introduzindo as fontes Y% (z) e ¢4 () que formam um dubleto de BRST,
isto é,

sTS = (0 s(t =0, (531)

z ©

podemos obter o operador acima acoplado a uma fonte externa através do termo BRST-

exato

4 a _abc Ab—=c o 4 a _abc Ab—=c
s(/me#e Auc> = /dxC#e A
+ / dHTE (e (DY) 2 1 et AVYF) (532)
Uma das vantagens desse dubleto de fontes é que conseguimos aumentar o niimero de iden-
tidades de Ward da teoria, como veremos a seguir. Em relagao ao termo 0,b* = —is (9,,¢*),
que pertence a mesma cohomologia, como ele € linear no campo, basta introduzi-lo através
de apenas uma fonte externa, que neste caso denotaremos por @Z (). Assim sendo, o

termo com todos os operadores compostos invariantes de BRST que deve ser adicionado

a acao S é
Sa = / d'z {JO +nv® + QRS + (™ A

+Y5 (=€ (D) e + e ADbC) +i0%,b" } (533)
em que (J (), n(z), Q% (x), ©%(z)) sao fontes externas invariantes de BRST, ou seja,
s, = 5O = sJ = sn = 0. (534)
As transformagoes (534) junto com (531) garantem a invariancia de BRST de Sa, isto é,

sSa = 0. (535)
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Além de Sa, devemos adicionar um termo com as transformacoes de BRST nao
lineares dos campos (AZ, c*, h, p“), que denotaremos por Ss. Com esse proposito, intro-
duziremos as fontes invariantes de BRST (Kﬁ, L* H, P“),

sK, =sL"=sH = sP" =0, (536)

assim, podemos escrever

S, = / d'z [K{ (sA5) + L (sc®) + H (sh) + P* (sp™)] . (537)
Note que
sSg = 0.

Reunindo todos os termos, temos que a acao cldssica de partida, ¥, a partir da

qual comecaremos a analise das identidade de Ward ¢é
Y = S+5+5a. (538)
Obviamente, como cada termo é invariante de BRST, temos

sY = 0. (539)

7.4.2 Identidades de Ward

A agdo X possui um numero significativo de simetrias que resultam nas identidades
de Ward listadas abaixo:
(i) Identidade de Slavnov-Taylor,

S(®) = 0, (540)

em que

5T 6T Y Y 6% 6% 6%
¥) = 4 i Y
) /d v (5K35A; T szase T 5w T SH on
R
5P ope  CrgTa

(541)

¢ o operador de Slavnov-Taylor. A identidade (540) é consequéncia da invaridncia de
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BRST da teoria, cujas transformacoes sao

sAy = =D,

sh = gc“p“,

spt = —g [ (v+h) — e“bccbpc} ,

st — % eabechee

sct = ib®,

sb* = 0,
sTh = ¢,

s¢, = 0,
sK;, = sL*=sH=sP"=0,
sV, = sJ=sn=s0}=0; (542)

(ii) A equagdo de movimento do campo b,

0X

5 = i0, A%, — i0,00 — ic" AT (543)

B

que expressa a condicao de calibre de Landau em forma funcional. Note que, do lado
direito de (543) existe uma quebra linear nos campos, mas que nao sera afetada por

corregoes perturbativas, veja o Capitulo 1 (PIGUET; SORELLA, 1995);
(iii) A equagao do antighost,

52 52 abcb 52 abc Ab ¢
ﬁ -+ a'u'éKa + € T“m = € Augu. (544)
1 Y

A Eq. (544) também possui uma quebra linear nos campos;

(iv) A equagao nao integrada do campo fantasma,

= _ getbeigb == abey a,[—) = A 545
50‘1 ge 1c 5bc +g€ “5<ﬁ +g )2 5@—'3 cly ( )
em que A% denota a quebra linear
AY = 9% — DZbKZ + g€ Lbct — gete (8,&);) fed

—SHp" + TP (v ) =SP4 e, (Th7) (546)

Vale a pena chamar a atencao para o fato de (545) nao ser integrada. Em outros modelos,
veja por exemplo (PIGUET; SORELLA, 1995; BLASI; PIGUET; SORELLA, 1991), a
identidade do campo fantasma é integrada. No caso que estamos tratando, ela nao é

integrada gracas a presenca das fontes externas (TZ, Cﬁ);
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(v) A simetria exata R,
R (X) = 0, (547)
em que

) 0 0 ) )
Ra = g EabCAb + €abCKb + 6abccb_ + EabCLb— + 6abcal)_ + 6abcbb_

HoAC HOK dce dLe dece dbe
e S L e ey L
_% (Ho — eobe ph) 55pc abcTZ T(SC abchégﬁ ; (548)
(vi) A identidade de Ward ¢ — ¢,
() = 0, (549)
em que
T(Y) = /d% {c % — (%;LE +$gg£§ﬁ — ( 9, Y5, + 140 @a> ;LZ} (550)

(vii) A equacao do campo de Higgs h integrada,

) ox ox.
a, (05 04 Ox 4 _
/dx<(5h )\U(SJ) 5 /d zv(J—2n). (551)

Note que, (551) também possui um termo de quebra, mas que nao depende dos campos;

(viii) A identidade de Ward nao integrada associada a simetria custodial,

5 1
C' (%) = —gv*0,8 + i 9, (T)b°)

1
e, (Ce°) — igeca), (bO%) — 0%, (552)
em que
. 55,08 0% 08,08, 6%
a(y) — abc Ab b b~ b Kb
CE) = ge ( w5As TP T e T e T e T i
S 0% 08, 0% 0%, 6%
Lb Pb Qb Tb b b
R T T e T T s VA 7 “5@;)
o3 6% > 5%
—f—@“m — g@uﬁ — 598“ (QMW) + gau 6T‘1 (553)

A Eq. (552) possui do lado direito uma quebra linear nos campos que é uma derivada

total, 0, (...). Integrando (553), obtemos o operador

/ d*2C* (%) = C*(%) (554)
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associado a simetria custodial global, veja a Secao 7.3. J& que o lado direito de (554) é

uma derivada total, temos a identidade de Ward integrada

(D) = 0; (555)

5% ,

rrl (556)
(§]

5% o

or i0,b°. (557)

Essas equagoes implicam que, a nivel quantico, e ©}; nao devem aparecer no contratermo
necessario para renormalizar a teoria;

(x) Equacdo do nimero de fantasma,

N, (Z) = 0, (558)
em que,
5 5 5 5
_ 4 a_ -  _ =a_— a _ a

Ny = /d ! <C s~ e Muske 2o

5 5 5

—HZ _po « %)
5H ' spe #5@*;;) (559)

7.5 Analise algébrica da renormalizabilidade a todas as ordens

7.5.1 Caracterizacao do contratermo local invariante

De acordo com a contagem de poténcias, o contratermo local invariante X, que
deve ser adicionado a cada ordem perturbativa, ¢ um polinomio local de dimensao quatro
integrado, formado com os campos, fontes e parametros massivos da teoria. De acordo
com (PIGUET; SORELLA, 1995), a caracterizagao de ¥ é feita através da exigéncia de

que a acao “bare” ¥ ,.e, definida como
Y4 = Shae + O (€9), (560)

satisfaca, até a primeira ordem no parametro perturbativo €, as mesmas identidades de

Ward da acao a nivel arvore ¥. Impondo que X, satisfaca as mesmas identidades de
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Ward de 32, temos o conjunto de equagoes:

S (Zpare) = 0, (561)
5Ebare . a . a . abe c

She 10, A}, — 10,0, — ic b AZT#, (562)
5Ebare (5Ebare abeArnb 5Ebare abc Ab ~c

5 + au (SK;; +e€ T'U‘(S—f(ﬁ = € A.U w (563)
5Zbare 6Ebare abeArnb 6Ebare abc Ab ~c

(560’ -+ au 5Kﬁ + € T'ué—f(ﬁ = € AP«CN' (564)
5Zbare be -—b 5Zbare be~rb 5Ebare 5Ebare

_abe aberp N 565

(SCG’ g€ [1& (Sbc + g€ o (SCﬁ + gaﬂ (ch cl» ( )
R (Zpare) = 0, (566)
T (Ebare) = 0, (567)

5Zb e 5Ebare 8Zbare /

4 - — = [d -2 568
/dx( 5h Av 57 > 5 zv(J—2n), (568)
T 1 - _bac c
C* (Zpare) = ng%ﬁﬁ + i oy (TZb )

+"°0, (¢)e°) — ige™€o, (b°0%) — i0%b°, (569)
52537”6 = (570)
5Zbare .
S (571)
CH g

Ny (Zpare) = 0. (572)
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Da Eq. (560) e das equagoes da Subsegao 7.4.2, resulta entao que o contratermo X deve

satisfazer as seguintes equacoes:

52ct

= 0
obe '
5zct

pu— ()7
on
52ct

pr— O,
30

52ct 520‘5 62Ct
a abch = 0
o CORe T TesRe T

520t (SZCt 5ECt 52(:1:
— ge®ic —— 4 gettex? + g0, (—) = 0,

Sce 5b° e a¢s
52ct 520‘5 6’2“
4 — — fry
/dx<5h Maj) v 0
c* () = 0.

Em especial, temos que o contratermo deve ter nimero de fantasma zero, isto é,

Ny () = 0.
Devido a nao linearidade do operador de Slavnov-Taylor, temos que

S (Zpare) = S(X) + €8s (zct) +0 (62) ’

/d%{(sz 508 5 085 NS
0K2§As ' §As5Ke | §Labet | gea gL
pip P50 080 08
oc ' GHOh ' 6hSH ' §Padpe
5% 6 5 }

Toprope T T

é o operador de Slavnov-Taylor linearizado. O operador By, é nilpotente, isto é,

BsBs, = 0,

(573)

(574)

(575)

(576)

(577)

(578)

(579)

(580)

(581)

(582)

(583)
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veja (PIGUET; SORELLA, 1995). Como S (Xpare) = 0 e S(X) = 0, entdo temos a

condicao
By () = 0, (584)

que significa que o contratermo pertence a cohomologia do operador linearizado By.
Para encontrarmos a expressao mais geral para X, comecemos pela condigao (584).
A propriedade de nilpoténcia de By, Eq. (583), implica que o contratermo se separa em

dois termos:
= A4 BgA(_l),

em que A e BsAY sdo a cohomologia nao-trivial e a cohomologia trivial, respectiva-
mente, do operador By. A1) é um polindémio local integrado dos campos e fontes com
N, = —1, pois By possui o mesmo numero de ghost de s, que é N, = 1 .Levando em
consideracao as Eqgs. (573)-(575) e fazendo uso dos resultados gerais a respeito da coho-

mologia de teorias de calibre nao abeliana, que podem ser encontrados em (PIGUET;
SORELLA, 1995), obtemos que

1
A = /d4x {ao—F“ F* + a,0% + aov*0 + a3 JO + agJv* + asv*

4 nvs pv
+agQli RS + a7 Q00 0% + agQ Q00 + agJ” + aro JQULQ,
+arr (9,98) (0,0 + apQL0* Q8 + a3 Q000,05

+a Q0000 + Q00000 Q0 4 (585)
€
ALY = / d'z [ (10, A% + a0, + ds0, Y0 + dae™™ AN,

+dse ™ AL TS + doe Q8 TE + dre™ T + dghp? + dgup”)
K (dipA% + din Q2 + dipT2)
+H (d13U + d14h> + d15Papa + d16LaCa] s (586)

em que (ag, ..., aiz) € (dy, ..., dis) sdo parametros livres adimensionais.
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Impondo as demais restrigoes, Eqs. (576)-(579), encontramos o seguinte resultado:

1 2 1
A = /d‘lx{ 01 Pl + <02+—J0+F72 Qamo)

2>\ neop
aa aOa b b
tay <—WJQ %+ 4/\29#(2“9”9”)
2
2 2 aMa, 2
< O——JO+)\J -5 ——AQ#Q# )
1 a a(ya ayabObd
(FJQ Qc + 2)\QMQMO - wQ QMQVQV)
<v ——JU + 2 2y )\QZQZ 2)
2 a(a 1 aa b b 1 a a
——JQ Q WQMQMQVQV — §a12}"/w (Q) ‘Fuv (Q) (587)
e
1
ACY = / d'z {—d1 (Kg + 0,2" 4 €™ 1)e) (Ag — ET;)
+d13 [H (U + h) + Papa]} 5 (588)
sendo
Fo(Q) = 0,008 — 0,00 — e (589)

Vemos que o contratermo local invariante na sua forma final contém sete parametros
livres, que s@o: (ag, a1, az, as, aj2) e (dy, diz). Em particular, podemos notar a presenga
de termos nao lineares nas fontes (J, €1), que ndo estao presentes na agao a nivel arvore,
Y. Alguns desses termos que aparecem a partir de 1-loop em diante sao necessarios para
renormalizar as funcoes de Green de 2-pontos (O (z) O (y)) e (RS (z) RE (y)), que foram
calculadas no Capitulo 6.

Analisando com cuidado X, vemos que ele se assemelha bastante ao contratermo
do modelo abeliano, veja Eq. (342). Aqui também aparece um contratermo BRST in-
variante responsavel por renormalizar os “tadpoles” que comeca a partir de 1-loop, que é
asv?0. O parametro ay é fixado, na maioria das vezes, de tal forma a cancelar os “tad-
poles”, ou seja, a garantir que (h) = 0. Encontramos também o contratermo de vacuo
asv?, que é permitido pela contagem de poténcias e pela dimensionalidade. O parametro
as pode ser escolhido de modo que o condensado perturbativo de dimensao dois (O)

pert
se anule ordem a ordem. Combinado a identidade de Ward (551) com as duas condigoes

(h) =0 e (O) o =0, obtemos que a energia do vdcuo, &, atinge o seu minimo em v, ou
seja, 88; = 0. Voltaremos a discutir esse ponto a seguir, na Se¢ao 7.6.

Em relagao a X, também chama a atencao em (587) o termo a9 7, () Fp, (£2).

Olhando para a defini¢ao de F, (€2) na Eq. (589), notamos a semelhanga desse termo
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com Fi, F, . Isso se deve a identidade de Ward local (579) associada & simetria custodial,

cujas transformagoes de Af, e (2} sao muito parecidas:

0A, = — uw“+geabcwa;,

0, = g (O + eabcwaZ) : (590)

7.5.2 Identificando a acao bare e os fatores de renormalizacao Z

Uma vez identificado o contratermo local invariante necessario para cancelar as
divergéncias que aparecem no modelo de Higgs SU (2) com os operadores compostos
O (z) e R, (x), o préximo passo para concluir a renormalizagao é obtermos a agao bare
Ypare, definida em (560). Levando em consideragao os termos nao lineares nas fontes
externas, que comecam a partir de 1-loop, assim como os contratermos invariantes de

BRST necessérios para renormalizar os “tadpoles”e o condensado (O) obtemos que a

pert’



181

acao bare deve ser

Ybare = /d4x {iFiu (Ao) Fyy,, (Ao) + %Uohg + %Uohg + %Uohopgﬂg
+%th6‘ + ithﬁpgpﬁ + %)\0 (Pr§)" + % (Buho)” + % (Bur)”
008,08 (Duh0) — S0 (v0-+ ho) (D) Al + L00e™ Al 50,05
S GRAGAG, (i -+ Do) + SGRAD AR08 + 30,45, + T0,DL (Ao) &
— K, D™ (Ag) & + Lg%eabccgcg
+HoS o + P (=3¢t (v0 + ho) + De™clof)

+<]OOO -+ 7701}3
+Q5, R, + Y5, (—€e™ (D (Ao) ¢5) G + i€ Ag,,bp)
(5, € AG, 5 + 65,065 + da0v3 O

Mo (1 1

2 a a
+(Zy,-1) 5 ()\—%JO — 2)\OQOMQOMOO)

)\0 1 a Oa 1 a e
+ (Z)\ - 1) E <_2)\2 JOQOMQOM + 24 )2 QOMQOMQSVQ8V>
0 0

/\0 2 2 1 a a , 2 1 a a
-+ (50'0 — 7 (Zh — 1)) (_/\_gjo — RQOMQOM’UO -+ )\_(Q)JOQONQON)

/\0 1 a a 1 a a
+ <(50'() - 7 (Zh - 1)) (2—)\090#90“00 - 8_>\(2) QOMQO/LQSVQSV>
4 4 1 . .
+dag (vé — /\—OJOUS + /\—%Jg + )\_OQO,LLQO}L/US)
2 a a 1 a a
+dag (—FJOQO#Q(M + e QO#QOuQSVng>
0 0

000, (Q0) Fp, (Q0) + Zir (—K,Gh, — (0,78) Gou — 60T, b (591)

em que o subindice “0” denota as quantidades bare, enquanto que

0o = 5 (W +200ho + ) (592)
€
R, = —% [(vo + ho) upl — 5o + € POl — %Aﬁu (o + ho)”

+g0e™ Ab,pf (vo + ho) + 2 AG phob — go AL o0} - (593)

2
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As quantidades bare estao relacionadas as quantidades renormalizadas através dos fatores

de renormalizacao da seguinte forma:

a —
Vo —

o =
H(]:

Cou =

50‘0 =

em que

1 1 1 1
Z3AC+ 230 ho=ZZh,  ph=Z7p"
1

1 1 1 1
Z2v, = ZE*, =220, b= Z2b°,
Zyg,  Ao=2  K§ =ZkK:  Li=7Z,L%

ZuH,  PS=ZpP', Q% = ZgQt, T4, = ZyT0,
Z:Cy, op = 20O, Jo=2Zj;J + Zpn,

3 I

€00, dag = €da, 060y = €0, (594)

€ € o parametro e expansao. Por exemplo, no caso de uma expansao em loops,

em que o contratermo é determinado recursivamente, ordem a ordem, o parametro de

expansao € nao ¢ nada mais do que h".

Reescrevendo a acao bare em termos das quantidades renormalizadas e dos fatores

de renormalizacao, definidos pelas equagoes de (594), obtemos da Eq. (560) que os fatores

de renormalizagao até ordem e sao:

da =

1 1
——(ZjA+Zg—2>,
g
L,
1+€CL17
1 1 L1
7 =Zi =1+ edy = 2,7 7,3,
1 1 1
Zp =252 Z342, ",
11
ZQQZAjv
a2
1re(—2%2 )
€ \ + ag
0,
[25) as
2 4%y )
6( N T
a2+)\d13,
a1z
2 Y
as. (595)

Como ja haviamos antecipado, os coeficientes {dog, dag, 66y} assim como {Zj,, Z,}

comegam a partir de 1-loop. Em especial, os fatores de renormalizagao {Z;,, Z,,} dao

origem a uma matriz de mistura entre as fontes externas J e n que estao acopladas a O e
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v?, respectivamente, uma caracteristica que também foi encontrado no modelo de Higgs

abeliano, veja o Capitulo 5 ou (ITZYKSON; ZUBER, 1980).

Devido a introducao do operador BRST-exato s (e“bCAZEC) acoplado a fonte 17,
veja a Eq. (532), a renormalizagdo do campo AZ possui uma mistura com a fonte TZ,
como mostram as Egs. (594) e (595). De fato, a fonte T} possui os mesmos nimero
quanticos de A}, ambos possuem dimensao de massa um, [N,] = 0 e nao sao invariantes
de BRST. A Eq. (595) mostra que

1 d

Ziy = —e—, (596)
g
ou seja, a mistura comeca a partir de 1-loop. A existéncia dessa mistura significa que
o campo elementar Af possui uma superposi¢ao nao nula com o operador composto
S (e“bCAZEC), isto é,
52w

(A% (2) [s (€AY (y)]) = — #0 (597)

i v a b ’

5T @0, W),

em que W é o funcional gerador conexo. O fator de renormaliza¢do (596) é necessario
para cancelar as divergéncias de fungoes de Green como (597). Como 1§ e ¢ formam um
dubleto de BRST, pelo Teorema dos Dubletos que é mostrado por (PIGUET; SORELLA,
1995), essas fontes devem pertencer apenas a parte trivial da cohomologia de BRST.

Devido aos resultados bem gerais

(O (1) ... O (xn) sQ (y)) = (s(O(x1)...0(2a)) Q(y)) =0, (598)

(R (1) ... Ry (1) sQ (y)) = (s (R (1) ... Ry (20)) Q () =0, (599)

em que () (y) é uma quantidade local qualquer, temos que o operador s (e“bCAZEC) nao
possui superposigao com os operadores O () e R} (x). Levando em consideragao que, apés
a derivacao de W em relagao as fontes J ou 2, todas as fontes sao tomadas a zero, o
termo de mistura com a fonte TZ presente na acao bare nao possui nenhuma consequéncia
pratica para as fungoes de correlacao de operadores invariantes de BRST.

Terminaremos esta se¢ao mencionando dois resultados importantes, validos a todas
as ordens, que seguem da andlise algébrica feita acima:

(i) o teorema de nao renormalizagao para o vértice I" 4z, expresso pela relagao
1
2 —
Z,72.7%, = 1, (600)

se generaliza ao caso do modelo de Higgs com o campo escalar ¢ na representagao fun-
damental. Este teorema possui implicagoes importantes no estudo das fungoes de cor-

relagdo das teorias de calibre ndo abelianas na regiao infravermelha. Os trabalhos (ALKO-
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FER; SMEKAL, 2001; BINOSI; PAPAVASSILIOU, 2009; HUBER, 2020) sao exemplos da
aplicacoes do teorema de nao renormalizagao no estudo das equagoes de Schwinger-Dyson.

(ii) como consequéncia da ndo renormalizacio da fonte 2, Eq. (595), ou seja,
Zo = 1, (601)

a dimensao anomala de I, ¢ nula a todas as ordens, isto ¢,

0
YR = ,ua—luln Zo =0, (602)

em que p representa o parametro massivo introduzido na renormalizacao da teoria. Esse
resultado esta em perfeito acordo com o fato de R} ser a corrente de Noether da simetria

custodial, como foi discutido na Secgao 7.3.

7.6 “Tadpoles”, energia do vacuo e o condensado perturbativo (O)

Exploremos um pouco das consequéncias da identidade de Ward (551), que a nivel

quantico resulta em

or or or
4 - - - — 4 —
/d x <5h )\U(SJ) 5 /d zv(J—2n), (603)

em que [' é o funcional gerador das funcoes 1PI. Essa identidade existe apenas porque
O (z) foi introduzido na ac¢ao desde o inicio. O modelo de Higgs U (1) no calibre de Landau
possui uma identidade andloga, veja a Eq. (324). Tomando todas as fontes externas a

zero, de (603) obtemos a equagao

o€,
ov

= (h) =22 (0), (604)

que estabelece uma relagao entre a densidade de energia do vacuo &,, os “tadpoles” (h) e
o condensado de dimensao dois (O).

Como (603) é uma equagao para o gerador funcional T', esse resultado deve ser
verdade além da teoria de perturbagoes. A nivel perturbativo, como foi discutido na
Subsecao 7.5.1, temos a liberdade de escolher as condigoes de renormalizacao (h) = 0
€ <O>pert
resultado que segue de (604) é que a densidade de energia do vdcuo mantém o seu minimo

= 0, em que (O)__. ¢ o condensado perturbativo de O(z). Fazendo isso, o

pert
em v apds a renormalizagdo da teoria a cada ordem perturbativa. Caso O(z) condense
devido a efeitos nao perturbativos, a configuracao de minimo serd modificada. Até o

momento nao podemos afirmar nada a respeito de (O) essa ¢ uma analise que

nao pert’

pretendemos fazer futuramente.
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7.7 A parte longitudinal da funcao de 2-pontos <R“ )R (y )>
Nesta se¢ao discutiremos as consequéncias da identidade de Ward (552) sobre a

parte longitudinal da funcdo conexa de 2-pontos <RZ (z) R® (y)> A nivel quantico a
identidade (552) resulta em

co(r) = %ngQLQZ—I—z’eb“c@M (T50°)
+€"0), (¢e°) —ige™, (b°O),) — id*b". (605)

Passando para o funcional conexo, W, através da transformada de Legendre
= W-=>) / d'z J%9, (606)
¢

a identidade (605) pode ser reescrita como

5W ow ow
oW sW L OW W

c\p "' b - K — L
) sEm U ) S Meskm Y sTm
W W, W oW 5W>

P

gpm  TegQm o TagYm Cegem e sQm
—0a (J1), ~ gaaél - %gaa (Q”éw) + 900 oW

5 5] “5Yn
_ 1 2 n - mnp m 5W mnp m 5W
= Z9v 0u S, + €™ 0, (Ta(;(Jb) ) + €™M0, <a(5(JE)p
ow ow
__aqemnp m 92 T
ge™™P o, (@a 5 ) i0 00k (607)

em que (JA)Z, (I, (J), (J9)" e (Jb)a sao as fontes dos campos A%, p?, %, T e b7,

respectivamente. Atuando com §/ 5Qlﬁ em (607) e tomando todas as fontes a zero, obtemos

1
9% (Rl () B2 (2)) = 595" 05 (5 (2 = ) (O) )
1 nl qx . z n
= ng2(5 18554 (x—y)+i (82) <Rlﬁ (y)b (:c)> . (608)
Esse resultando pode ainda ser simpliﬁcado jé que:
i) (RS (y)b" () = —i(s [Rh(y)c" (x)]) = 0, devido & simetria de BRST da
teoria,

(ii) como foi discutido na Subsegdo 7.5.1, é possivel ajustar o contratermo asv* de

se anule ordem a ordem: (O) .., = 0.

tal forma que (O)

pert
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Como consequéncia disso, deriva o importante resultado

O (RY (y) BL (2)) = 02026 (z — y)

4
n 1 nl
= Lo (B (1) R (2) = %875 (2~ ). (609)
A Eq. (609) estabelece que a parte longitudinal de <RZ (z) R (z)) nao recebe corregdes
quanticas ao seu resultado a nivel arvore, o que significa também que é independente
do momento externo. Isso quer dizer que a componente longitudinal do operador R, (x)
nao estd associada a nenhuma particula fisica. Apenas a parte transversal de R} (x) é

relevante fisicamente.
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CONCLUSOES

Como mostram as analises feitas até 1-loop nos Capitulos 3 e 6, as fungoes de Green
dependentes do calibre podem nao gozar das propriedades mencionadas na literatura
tradicional, como (PESKIN; SCHROEDER, 1995; WEINBERG, 1995). Esse nao é um
fato novo a respeito das teorias de calibre, veja por exemplo (STROCCHI, 2013). Nos
modelos que estudamos isso nos foi mostrado através das densidades espectrais, que para
certos valores do parametro de calibre apresentam violacao de positividade. Por causa
de fatos como esse, alguns autores costumam chamar as funcoes de Green dependentes
do calibre de nao fisicas. Denomina-las dessa forma nao é um erro, mas, ao menos
perturbativamente, isso nao significa uma desqualificacao grave. Veja os exemplos da
QED, do setor eletrofraco do Modelo Padrao e até mesmo da QCD a altas energias. Mesmo
sendo definidas através de um conjunto de funcoes de Green dependentes do calibre, todas
essas teorias conseguem fazer predicoes fisicas acertadas a respeito da fenomenologia que
se propoem a descrever. Isso acontece porque, com grande esforgo, desde (GUPTA, 1950;
BLEULER, 1950) até (BECCHI; ROUET; STORA, 1974) e (KUGO; OJIMA, 1978),
entendemos os mecanismos que fazem com que perturbativamente, por exemplo, a matriz
S de uma teoria de calibre seja unitaria e independente do calibre.

Fazemos questao sempre de destacar e lembrar que conhecemos bastante bem ape-
nas as teorias de calibre perturbativas. Fora do regime perturbativo, que nas teoria de
calibre nao abelianas com liberdade assintética, como a QCD, corresponde ao regime de
baixas energias, a situacao é bem diferente. Esse assunto se relaciona com o tema desta
tese, pois é sabido que os modelos de Higgs nao abelianos também podem apresentar
liberdade assintdtica, veja o trabalho de (GROSS; WILCZEK, 1973), e uma fase confi-
nante, veja (FRADKIN; SHENKER, 1979). Em relagao ao regime nao perturbativo, nao
precisamos mencionar o problema extremamente dificil da existéncia ou nao de uma teoria
de campos interagentes no continuo em quatro dimensoes. Podemos falar de problemas
mais concretos que surgem nas regioes onde a teoria de perturbacoes nao faz mais sentido,
como a da fixacao do calibre, que ja mencionamos na Introducao. O método de fixagao
do calibre de Faddeev-Popov em teoria de calibre nao abelianas sofre com o problema das
cépias de Gribov. Esse problema é mais relevante a medida que nos afastamos da regiao
perturbativa, pois o termo do operador de Faddeev-Popov responsavel pela existéncia
de cépias depende da constante de acoplamento, veja as discussoes de (GRIBOV, 1978;
ZWANZIGER, 1989a; CAPRI et al., 2013).

Existem varias abordagens que tentam extrair informagoes nao perturbativas a res-
peito das teorias de calibre nao abelianas, como as Equagoes de Schwinger-Dyson (SDE),
as simulagbes numéricas na rede, a teoria RGZ, o Grupo de Renormalizagao Funcional,

etc. No caso das teorias de Yang-Mills puras, é possivel observar uma certa convergéncia
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entre essas varias abordagens, vide o exemplo do propagador do glion no calibre de Lan-
dau, que na rede (CUCCHIERI; MENDES, 2007), na RGZ (DUDAL et al., 2008) e nas
SDE (BOUCAUD et al., 2008; AGUILAR; BINOSI; PAPAVASSILIOU, 2008) apresenta
0 mesmo comportamento na regiao infravermelha.

Como ja foi mencionado, as teorias de calibre formuladas na rede nao necessitam
da fixacao de calibre, entao para que seja possivel fazer a comparacao entre a rede e uma
abordagem no continuo, o calibre deve ser fixado também na rede. No caso do modelo
de Higgs, poderiamos entender a fixacao de calibre como bem vinda, uma vez que, para
que haja a quebra espontanea de simetria, de acordo com o teorema de Elitzur, essa é
uma necessidade. No entanto, como discutido nos trabalhos de (CAUDY; GREENSITE,
2008; GREENSITE; LUCINI, 2008) a respeito do modelo de Higgs SU(2) na rede, se
fixarmos o calibre e tentarmos extrair, por exemplo, um diagrama de fases que mostra
as regioes dos parametros onde temos uma fase tipo QCD (confinante) ou uma fase tipo
Higgs (ndo confinante), esse diagrama dependerd da escolha do calibre. Em virtude de
situagoes como essa, tem ganhado forca na rede a abordagem invariante de calibre de
FMS, veja (MAAS, 2019) e as referéncias contidas nele.

Com este estudo que fizemos a respeito do modelos de Higgs U(1) e, principal-
mente, do modelo de Higgs SU(2) acreditamos ter desenvolvido um conjunto de ferra-
mentas fundamentais para o estudo das regides nao perturbativas do modelo de Higgs.
Os operadores invariantes de BRST O (z) e Rj, (z) também sdo invariantes de calibre, o
que os torna fortes candidatos a serem estudados na rede também (MAAS, 2019). Talvez,
com a introdugao de elementos nao-perturbativos, como aqueles da teoria RGZ invariante
de BRST (CAPRI et al., 2015; CAPRI et al., 2018), seja possivel fazer uma conexao com
as predi¢oes de Fradkin e Shenker na rede (FRADKIN; SHENKER, 1979).

O passo natural que pode ser dado em direcao ao Modelo Padrao ¢ o estudo do
modelo de Higgs SU (2) x U (1). Esse um projeto que ji iniciamos, até o momento,
conseguimos caracterizar um conjunto de operadores invariantes de calibre que descrevem
cada particula do espectro do modelo. Alguns desses operadores nao sao locais, por isso
temos que introduzir na teoria o campo auxiliar de Stueckelberg para localiza-los. Assim
como em outros grupos nao abelianos diferentes do grupo SU(2) que possui a simetria
custodial, no caso SU (2)x U (1) temos que trabalhar com um conjunto menor de simetrias,

o que torna o estudo mais desafiador do ponto de vista da renormalizacao.
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APENDICE A - Regras de Feynman do modelo de Higgs U (1)

A acao do modelo de Higgs U (1) no calibre R¢ com os operadores compostos O (z)

eV, (x)é
S = Sugs S5+ [ d' (J@)0(2) + % (@) Vi 0)

1 1 1
_ / ' {ZFWFW + 50uh0h + 50,0,

1 1
—1—56211214#/4“ +evA,0up + 5)\v2h2

1 1
—eA,pd,h + eA,hd,p+ e*vhA,A, + §e2p2AuAu + 562h2AMAu
Loa by 1y g 1 2, Lyo o
8)\h + 8)\p + 2>\vh + 2>\vhp + 4)\h p
§b2 +ib (9, A, + Emp) — T (=8¢ + Emec (v + h))
1
+§Qu [—p0,h+ (v + h)Dup + €A, (v* 4 20h + B* + pQ)}

+

+

1
+57 (h* + 20h + p2)} . (610)

Lembrando que J (z) e Q, (z) s@o as fontes externas necessarias para introduzir os ope-

radores compostos O (z) e V, (z).

A.1 Propagadores

A parte quadratica nos campos e sem fontes externas da acao (610) é

1 m2 1 7712
Squad = /ddx {Z wFu + TAMAM + §auhauh + 7hhz
1
+§8Hp8up +mA,0up
b2
+§5 +ib (0, A, + Emp) — ¢ (8%c — EmPc) }

O (—0* +m*) + 0,0, —id, mo, A,

1
:/d4x E[Aﬂbp} i0, £ itm b
—md, iEm  —0? p
1 Mi o 2
—i—iﬁuhauh—i- 7h —¢(0%c—&m’c) ¢ . (611)

Como o campo de Higgs e os campos fantasmas estao desacoplados dos demais campos,

de imediato, temos que o propagador do campo de Higgs e o propagador dos campos
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fantasmas no espago dos momentos sao:

M@ Do =
_ 1
€ c(=p)y = e (612)

E conveniente trabalharmos com todos os campos com a mesma dimensao de massa, por
isso redefinimos o campo de Nakanishi-Lautrup como sendo b (x) = fb(z), em que 3 e
b (z) possuem dimensdo de massa igual a um. Assim, os campos (Au» 0, 5) possuem todos
a mesma dimensao de massa. Como (611) nao contém [, os propagadores dos campos
(A,, p, b) também nao devem conter esse parametro. Os propagadores de (A#, 0, 5) sao

dados pela inversa da matriz

O (=0 +m?) + 0,0, —if0, md,
M(z—vy) = i3, 8% itBm | 6z —y). (613)
—mad, i&Bm  —0*

Passando (613) para o espago dos momentos, via transformada de Fourier, obtemos

(p* +m?) Py, (p) +m*Ly, (p) —PBpu —imp,
M(p) = Bp, g% ipm |, (614)
imp, iEpm - p?

em que (27)46 (p+q) M (p) = [ dix e PrFa M (z — y) . Todos os elementos de M (p)
possuem dimensao de massa igual a dois, essa é uma das consequéncias a redefinicao do
campo b(z), feita anteriormente, com a introdugao do parametro 8. A inversa de M (p),
M1 (p), j& pode ser escrita levando-se em consideragao a simetria de Lorentz da teoria,

ou seja, ja podemos escrever os elementos de M ! (p) com a sua estrutura tensorial:

B AP)Poa(p) + B(®*) L (p) C ") D0*)ps
M~ (p) = E (p*) pa F*) G | (615)
H (p?) pa I(p*)  J()

Multiplicando M1 (p) por M (p), devemos obter a matriz identidade I, que neste caso é

5n 00
I =] 0 10]. (616)
0 01

Fazendo essa multiplicacao, obtemos

1

AW) = o (617)
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e um sistema de equagoes algébricas, que pode ser escrito em notagao matricial como

sendo

m2 -8 —im B(p*) C@*) D@
p’e Bx i&fm PE@) F@*) G@°) | =

E (618)
p*mpB igpm (p*+&m?) | [ PPH@?) 1(0°) g

o O =
o = O
= o O

O sistema (618) pode ser resolvido pelo método de eliminacao de Gauss, resultando em

1

2 Por (p) + Z%gmzﬁm (p) ,%;mzpu 0

—~ 1

M~ (p) = SEmPA 0 I_,zif—g;; : (619)
0 e T

Os propagadores da teoria no espago dos momentos podem ser lidos diretamente da matriz
(619), de acordo como a origem da matriz M(x — y), veja a Eq. (611). Assim, além de
(612), temos os propagadores:

A D) A By = P ) + s b ),
(A = =) Au-n)y = s,
(Au(@)p(=p))y = —{p(p)Au(=p)), =0,
(b(p)b(=p))y = O, |
B = (PEbP= 5
(p)p(=p)) = m. (620)

Note que o parametro § nao aparece em (620), como deveria ser. A Figura 1 mostra a

notacao utilizada para os principais propagadores.

A.2 Vértices de interagao

Vértices de interacao que surgem do termo de interacao

Sy = /ddx {—epA,0,h + ehA,0,p — m&ecch

4—d 2 4—d 2
B A AN + 2R A A+ B A A
47d)\ 47d)\ 2—4)\ 47d/\ 2—4)\
fH Apa B pt+ AT & 'u—h2p2 + %vhﬁ : (621)

8 8 2 4
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Figura 49 - Vértices de interacao de S;.

A AAA
XA A A

Legenda: Representagao diagramatica dos vértices de interacao de Sy, cujos fatores de vértice

- S

sao mostrados na Eq. (622).
Fonte: O autor, 2022.

(Canp), (poa,r) = iep 2 (g — 1) 20) 6% (p+q +7),

(Caan), (pra,7) = _2“2_%6%‘5#1/ @m)*ot (p+q+r),
(Caaws) (P 0,75) = —2u' %8, (2m)" 0% (p+ g+ 7+ ),
(Tanyp) (0, q,7,8) = =242, 2m) 0% (p+q+7+5),

(Chwn) (p,a,7) = =3p*~ 220 (2m) 6% (p+ g + 7).

qr
= =39\ (27r)d S p+q+r+s),

= 3N g+ +s),

(Thnpp) (prqirs) = —p* A @m) 6% (p+q+71+5),

(Thpp) (o 0:7) = =2 2h0 (2m)" 0% (p+ g +7),

(Pacr) (o, 7) = 2 2mée (2m)* 6% (p+q+7) . (622)

(Chinn) (05 q, 7,8
(Fpppp) (p7 q,7,8

)
)
)
r)

Para o célculo desses fatores de vértice, foi utilizada a definicao (16). A Figura 49 mostra
a representacao diagramatica desses vértices.

No calibre de Landau, a anélise algébrica feita no Capitulo 5 mostra que os con-
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tratermos a 1-loop sao:

(Th) (p) = (60)Mo® (2m)" 6 (p),

(Can 1.0) = = (20 (0P8 —pus) + 20m*6,,) @) 6% (p+ ),

(Tw) pa) = = (292 + (20 +22") mi + (00)V o) 2m) 8" (p + q)
Co) (00) = — (292 + (00) ™ 0?) (2m) 6% (p + q)

(Ca) (00) = —ievZ g, 2m)" 5 (0 +0).

(Canp), (poar) = e (g —r,) 2 (2m) 0% (p+q+7),

(FAAh)/w (p,q,r) = _2627}2}51)6W (277)d & p+q+r),
(FAAhh) (p7 q,T 73) = _26221(11)5MV (27T)d 5d (p +q+r+ 3) ,
(FAA,O,D) (p7 q,7, S) = _2622(1)5,“/ (27‘[‘)d (5d (p —+ q +r 4+ S) ,

(Cumn) (,0,7) = =330 (20 +22") (2m)" 0 (p+q + 7).,
(Tun) (p0,75) = =3 (27 +220) 2m) 62 (0 + g 47+ ),
(Lpppp) (0 q,7,8) = —3A (Z Y4 22(1)) (27T)d St(p+q+r+s),
(Tunge) (pra,7s5) = =X (20 +22") 2m) 6 (p+ g+ 7 +35),

(Thp) (0s,7) = —Xo (Z 4270 )) @2m) 6 (p+q+7), (623)

em que os fatores Z(!) sdo definidos pela Eq. (361).

A.3 Vértices especiais para o calculo de funcoes de Green dos operadores

compostos O(z) e V()

Os vértices que decorrem do termo [ dzJ(z)O(z) sao:

) () = —vJ(p),
() (pa) = —J(p+aq),
(T2,) (pa) = =T (p+q), (624)

em que J(p) é a transformada de Fourier da fonte J(z). Lembrando que

)
O(z) = %(hQ(x)—l—%h(x)—i—pQ(I)).

Para o calculo desses fatores de vértice, foi utilizada a definigdo (16). A Figura 50 mostra

a representacao diagraméatica desses vértices.
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Figura 50 - Vértices de interacao para o cdlculo de fungoes de Green de O(z).

J J J
o ®
|
|
|
|

Legenda: Representacao diagramética dos vértices de interacao de [ dxzJO, cujos fatores de
vértice sao mostrados na Eq. (624).
Fonte: O autor, 2022.

Os vértices que decorrem do termo [ d?z(, (z)V, (x) sdo:

W o~

(T5) () = =5pu (),
(T3), () = —7?2 ().
(T%), () = —evQu(p+9q),
(Th,) (0. 0) = —% (6 = P) 2 (P +4).
(T%), 0 am) = —eQu(p+q+7),
(%), (poasr) = —eQu(p+g+r), (625)

em que SNZN(p) ¢ a transformada de Fourier da fonte Q,(z). Lembrando que

1
Vo(z) = 5 [—pOuh + hO,up + vO,up

+eA, (v2 + 2vh + h? + pQ)} :

Para o célculo desses fatores de vértice, foi utilizada a definicao (16). A Figura 51 mostra
a representacao diagramatica desses vértices.

No calibre de Landau, a analise algébrica feita no Capitulo 5 mostra que os con-
tratermos a 1-loop necessarios para renormalizar as funcoes de Green até 2-pontos dos

operadores compostos sao:

e = —v(20+2") T o),
T7,) (p,a) = — <Z§1} + Z}(Ll)) J(p+q),

() ) = —(29+2") Tw+a), (626)
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Figura 51 - Vértices de interacao para o calculo de funcoes de Green de V,,(z).

0 0 0
R /
i /
p /
N ’
\\ ;

0

Legenda: Representagao diagramadtica dos vértices de interagao de [ ddeu(:z:)Vu(x), cujos
fatores de vértice sao mostrados na Eq. (625).
Fonte: O autor, 2022.

(&
() (p) = —%i (Zg(zl) + Zﬁ”) 2,2 (p)
(9,0 = |5 (28 + 2) 8 + 28 (%80 - pn)| 8, 0),
(%), a) = —ev(Zha+2") %o +a),
() (g) = —% (qu — py) (Z&)z + Zﬁ”) Qu(p+q),
(M) par) = e (Zo+2") Qo+ a+7),
(Fﬁpp) (p,q,7) = —e (Z&’z + Z,(ll)> (NZH (p+q+r), (627)

em que os fatores Z() sdo definidos pela Eq. (361).
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APENDICE B - Reducoes das integrais de Feynman

No calculo dos diagramas de Feynman sao encontradas as integrais com indices de

Lorentz e momentos no numerador:

2 2 2 _ ddk k//'

R e (e o
2 .2 2\ _ d’k kuky

eGPt d) = (@) (k2 +md) (k= p)" +m3) 029

A forma mais 1til de resolver essas integrais é utilizando o método de Passarino-Veltman
(PASSARINO; VELTMAN, 1979).
Comecemos pela integral (628). Como as simetrias de Lorentz sao preservadas pela

Regulariza¢do Dimensional, veja por exemplo (COLLINS, 1986), devemos ter

L, (p*,mi,m3) = p.F (p°), (630)
em que o fator de forma, F (p?), depende apenas do escalar p* e das massas m? e m3.

Contraindo (630) com p,,, obtemos a seguinte expressao para o fator de forma

1

F@(*) = Ep“fy (p*, m3, m3)
1 dik k-p
_ = , 631
p? / (2m) (k2 + m?2) ((k— )’ + m3) (631)

O produto escalar k - p, que aparece no numerador de (631), pode ser reescrito como

kep = S [(F+md) = ((k=p)° +m3) +p* —mi +mj]. (632)

N | —

Assim, temos que o fator de forma se decompoe em integrais mais simples

F?) - 1 d% 1
2p% ) (2m)" (k — p)® + m3
1 [ d%k 1
P / dh 1 633)
2p? (2m)* (k2 +m?}) ((k = p)* +m3)



Relembrando das defini¢oes das integrais

s s oo dek 1
n (mi, ms, p*) = /(%)d(k2+m§)((/¢—p)2+m5)’

d?k 1
XW”Z/@ﬁﬁm

definidas em (144) e (143), temos o resultado

L (p*m2m2) = 2oy (m2) = x (m3) + (p* —m2+m)n (m2, m2, p?)].

2p?

A integral (629) pode ser resolvida de maneira andloga. Devemos ter

L, (p>,mi,m3) = F(p*)Puw (p)+G () L (p),
em que

DPubv
,P,uzz (p) = 5,ull_ ;;2 )

PuPv
L (p) = ;_2

sao os projetores tranversal e longitudinal, respectivamente. Dai segue que

P (p) L (p*,mi,m3) = F () P* (p) Pu (p) + G (07) P (p) Lo (p)

= F(p*) P" (p) P (p)
= (d=1F(p°),

ou seja,

P = P () L (% mi,mi3)

d—1

Fazendo o mesmo com o projetor longitudinal,

L (p) Ly (P2, mi,m3) = F (p*) L (p) P (p) + G (0°) £ (p) Ly (p)

= G () L" (p) Lo ()
= G (pQ) )
Assim,
1
IIW (p27 m%’ mg) = ﬁpaﬁ (p) IOcB (p27 m%a mg) P;w (p)

+L (p) Lg (p*, m7, m3) Ly (p) .
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(634)

(635)

(636)

(637)

(638)

(639)

(640)
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Analisemos a estrutura de P*? (p) 1,5 (p?, m?, m3), que é
d%k k2
pas (p) ]aﬁ p2,m2,m2 _ /
Wombms) = | G G ) (kP )

L d%k (k- p)°
p? / (2m)* (k2 + m2) ((k - )+ m3) ' (641)

O primeiro termo do lado direito de (641) possui k% no numerador, que pode ser reescrito

simplesmente como
K = kK +m]—mi, (642)

o que resulta em

/ dk k2 _ / dk 1
(2m)" (k2 + m3) ((k — p)* +m3) 2m)* (k —p)® +m3

2 d'k 1
—m? _ i
(2m)" (k2 +m3) ((k —p)” +m3)
= x (m3) —min (m7, m3, p*) . (643)
A segunda integral do lado direito de (641) possui (k -p)2 no numerador. Neste caso, a

identidade (632) pode ser usada repetidas vezes até obtermos

dk (k-p)? (PP +mi - m%)Q 2 .2 2
| o o )
GEIEZI ()
T B o
Portanto, temos o seguinte resultado
P p) Lag (0, mi,m3) = x (m3) —min (mi, m3, p?)
2
P 774%2_ i), (m2,m2, p?)
_3p? +$§ — m%X (m2) + WX (m?)
A parte longitudinal de I, (p*, mi, m3) é dada por
1 [ d% k- p)
LY (p) Ing (p*,m?,m3) = .~ / peien m%)(((kp_) it (645)

como mostra a Eq. (640). A integral (645) ja foi resolvida acima, em (644). Dessa forma,



reunindo todos os resultados, chegamos a seguinte expressao para a integral (629):

1
B (o) = s D ) = i (. i, )

2 2 2\2
pT+m;—m
S 2 ()
3p2+m2—m2 p2—|—m2—m2
e (m) T (mi) | P ()

(p2+mi_m%)27l( 2 2 2)

+

2 2 _ 2 2 2 _
+3p +7Z2 mlx(m2) _pTtmy mlx(m2)} L, (D).

205



206

APENDICE C - Reconstrucao das funcoes de 2-pontos a partir das densidades

espectrais

No caso dos operadores compostos, a funcao D (p?) também possui um corte no

semi-eixo real negativo de p?. No entanto, a fungao espectral pp (t) obtida pela equagao

_ 1 /= = |

po(t) = 5 lim <D(—t—ze)—D(—t+ze)>. (647)

em que

- R

D) = D)~ =5 (648)
p*—Mp

pp(t)
PP+t

compostos devido & sua dimensao mais elevada. Para estabelecermos a relagao entre D (p?)

produz uma integral fooo dt divergente. Esse tipo de situacao é comum em operadores

e pp (t) podemos utilizar a férmula de Cauchy

~ 1 [ D)
DW) = 55

dt. (649)

A Figura 52 mostra no plano complexo o caminho C' (em azul) onde serd calculada a
integral e o corte da funcdo D (p?) (em vermelho). Se a contribuicio da integral sobre

o circulo de raio R que compoe C' é nula quando R — oo, entao obtemos o resultado

pp(t)
p2+t )

tradicional utilizado no Capftulo 3, que é D (p?) = fooo dt sendo pp (t) dado pela Eq.

(647). Quando isso nao acontece, podemos reescrever

1 S A e Vi
= + — . (650)
t — p? ; (t— A=A p?)
A férmula (650) pode ser obtida através da iteragao da férmula
1 1 1 1
= - +
t— p? t—p?> t—A t—A
2 A 1
S ) RS (651)

t—p)(t—A) t=A

Assim o que temos é

e 27 _ A)k“ 27
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Figura 52 - Contorno no plano complexo.

Re p2

Legenda: Contorno no plano complexo utilizado para reconstruir a funcao de Green a partir da
densidade espectral.
Fonte: O autor, 2022.

Se A ¢ um ponto onde D (p?) ¢ analitica, entao

1 D(t) 1
— @ ——2L—=dt = —D®(A). 653
A1 fé (t . A)k+1 k! ( ) ( )
Tomando n suficientemente grande de modo que a integral sobre o circulo de C' nao
contribua quando R — oo, temos

1 ~

) () = Z ¥ (- A)k DW (A) + (—p* + A)”H/0 dt i A)an-l—Et()pg )

(654)

Essa férmula pode ser encontrada em (WEINBERG, 1995).
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APENDICE D - Polologia

Resultado I - Seja a funcgdo de correlagio (®;, (x1) ... ¥y, (x,)) dos operadores
locais ®;, (x1), ... , ®;, (x,) (que podem ser campos elementares ou operadores compostos).
Sejam também | M ) um estado de particula com massa M>' e |0) o vdcuo. Passando para

o espaco dos momentos essa funcao de correlagao, através da transformada de Fourier,

temos

Giri (1o ipn) = / By . AT (B (1) Dy (1)) (655)
O momento total carregado pelos campos ®;,, ... , ;. €

q = pr+...+pr (656)
(Por conservacao do momento, temos que o momento total carregado por ®; . ,..., ®; ¢
—q¢ = Pry1t..FDn) (657)

Se (0@ ... 05 [ M)F#O0e(M|P;,, ... P |0)#0, entdo a funcao G, (P1,--.,Pn)
possui um polo em ¢*> = M?. Dito de outra forma, se existe uma superposicao entre
o estado | M) e os estados ®;, (z1)...D;. (x,.)|0) e @ITH (). .. CIDZTn (xn)|0), entao a
fungdo Gy, i, (p1,--.,pn) deve mostrar isso através de um polo em ¢* = M?.

Esse resultado tem o status de ser nao perturbativo e é demonstrado utilizando
conceitos de espacos de Hilbert, como o de operadores, estados, conjunto completo, etc,
que sao encontrados na quantizacao canonica. E sabido que em teorias de calibre ( que
envolvem estados sem norma, campos fantasmas, etc) tais conceitos precisam ser utilizados
com cuidado, como ¢é discutido por (STROCCHI, 2013). Levando em consideragao essas
questoes e o fato de que este trabalho utiliza o formalismo funcional, o mais prudente é
utilizar o Resultado I para entender o significado dos polos das funcoes de correlagao mas
sem apego. O caso mais importante para este trabalho é o das fungoes de 2-pontos, que

pela invariancia translacional tem a forma
Gij (prp2) = (2m)" 6" (p1 +p2) G (n?) - (658)

Se @;|0) e ®,;|0) possuem uma superposi¢ao nao trivial com | M ), pelo resultado acima,

31 O estado pode conter outros niimeros quanticos, que aqui foram omitidos.



209

temos

Rilig

Gul?) = e

(659)
se ¢> — M? em que R;,;, ¢ o “residuo”. Encontramos exatamente essa estrutura de polo
para (A (p) A (=p))" e (h(p) h (—p)) cuja interpretacao é bem conhecida, existe um béson
vetorial massivo e um um bdéson de Higgs no espectro fisico da teoria. Obviamente, nao
podemos dar a mesma interpretagao para (p (p) p (—p)) cujo polo depende de &.

Além do resultado acima, que é obtido a partir de consideragoes formais, pode-
mos utilizar outro “quase resultado” (resultados que esperamos encontrar) a respeito das
funcoes de correlacao que tem uma importancia pratica maior que o anterior, embora
sejam deduzidos através de uma analise das estruturas dos diagramas de Feynman, isto é,
sem muito rigor matematico. Como ¢é mostrado no Capitulo 5, gracas as identidades de
Ward que existem no modelo de Higgs U (1), é possivel dar, também, uma demonstracao
algébrica rigorosa para o caso da funcao (V,(x)V,(y)).

Resultado II - Sejam ®;, (1), ... , ®;, (v,) operadores locais ( que podem ser
campos elementares ou operadores compostos) e (¢ (p) ¢ (—p)) a fungdo de 2-pontos do

campo elementar ¢ (x) com um polo em p*> = M?. Se

(@i (p1) -~ @i, (pr) 0 (=p)) # O (660)
<90 (_p) (I)ir+1 (pr-i-l) cet (I)in (pn)> 7é Oa (661)

entdo a func¢ao de correlagcdo

(®iy (p1) - D, (Pn)) (662)

possui um polo idéntico ao da fungdo (p (p) @ (—=p)) em p* = M?, em quep = p1+. . .+p, =
—Pr41 = - = D
A validade desse resultado pode ser inferida através da andlise dos diagramas de

Feynman que contribuem para (®;, (p1) ... ®;, (pn)), que é representada na Figura 5.1-a.
Se

(i (p1) -+ @i, (pr) 9 (=p)) # 0

(o (=p) Pirry (pry1) - P, (pn)) #0,
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Figura 53 - Fungao (®;, (p1) ...

Legenda: a) Funcao (®;, (p1) ... <I>ln (pn)) ; b) Amputa(;ao das funcoes

(®iy (p1) - @i (pr) @ (=p)) € (¢ (=P) P,y (Prs1) - i, (pn)); ) Contribuicao
para a funcao (®;, (p1) ... @i, (pn)) obtlda com a ligagao das fungoes amputada em

b) através da fungao (¢ (p) ¢ (—p)).
Fonte: O autor, 2022.

podemos amputar as pernas externas com ¢ dessas fungoes, como mostra a Figura 5.1-b,
e depois ligar as fungoes amputadas através da fungao (¢ (p) ¢ (—p)). O resultado final
disso é o diagrama da Figura 5.1-c, que possui o mesmo polo de (¢ (p) ¢ (—p)). Note que,
o diagrama da Figura 5.1-c é uma das contribuigoes para a funcao (®;, (p1) ... ®;, (pn)).
Portanto, (®;, (p1) ... ®;, (pn)) deve possuir um polo idéntico ao da fungao (¢ (p) ¢ (—p))
emp’=M? sendop=pi+...+Dr = —Drg1— - — Dn-

Tomando novamente o caso particular da fungao de 2-pontos. Se (®; (p) p (—p)) #
0e (¢(p)®,;(—p)) # 0, entao a funcao (P, (p) ¥, (—p)) # 0 deve possuir o mesmo polo
da funcéo (¢ (p) ¢ (—p))-
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APENDICE E - Regras de Feynman do modelo de Higgs SU(2)

E.1 Propagadores

Os propagadores da teoria sao determinados a partir da parte quadratica nos cam-

pos, que neste caso é

1 a a 2 m2 a a
St = / i {Z (042 — 0,42)° + - Ava

1 2 mfZL 2 1 a\2 a a
5 (Guh)" + S+ 5 (0up")” = mAL,p
+ib"0, A}, + P — EmPT S —iEmbp”} (663)

Procedendo da mesma forma que no Apéndice A, obtemos os seguintes propagadores:

(A% () AL (—p)), = o (Lm@HLa <p>),

p* +m? p?+Em2H
(0" (0) " (=p)), = ]%‘Zmz?
By =
AP ), =
() " (=p)), = ]%
E D), = e (664)

os demais propagadores sao nulos. A notacao diagramatica utilizada para representar

esses propagadores ¢ mostrada na Figura 36.
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E.2 Vértices

Vértices de interacao que surgem do termo

4—d 2
S = / d'a {,ﬁ—igeabc (9uAz) AL AL+ Eerteente ) AT AL A

e ey Vel

1 1
—l——u%g Avh? 4 §,u2*%)\vhp“p“

2
1 4—dn 1,4 1 4—d\1.2 a a 1 4—d a a\2
HgHTIART A+ AR " g TEA (p%0")
1 2_d a 1 24 a a
HoH g A" (Ouh) — 2 gh Ay (0,u0")
1 -4 _abc pa c 1 - a pa d_
o H g AL (9,0°) + St g ALA, (2u2 2uh + h2)
1 - a a —Q aoc —=a (&
T AL AL P+ R ge ™ (9,27 A

—,uQ_%gfth“ca — §,u2_ggeabcméacbpc} : (665)



(FAph)Zb (p.q,7)
(Capp)yy” (0,4,7)
(Taan)y, (0, 4,7)
(FAAhh)Zl; (p.q,7)

(FAApp)Z?/Cd (pu q,T, S)

(Lhan) (ps g5 7)
(thp)ab (p,q,7)
(Lhinn) (s a7, )
(thpp>ab (p,q,7,8)
(Fpppp)ade (p, ;7 8)
)

(FAAA>ZI:,CU (pu q,T

abcd
(F'4444) e, (1 G, 7 8)

(FEAC)ZbC <p7 q, 7ﬁ)
(FEhc)ab (pa q, T)

(FEcp>abC (pa q, T)
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gHTT? o,
50" (e —q) @m0 (0 + g+ 1),
iG>t d
5 € (@u—7) (2m)70 (p+ g+ 1),
PRGN o
—y 0w 2m) 0 (p+ g+ ),
4—d 2
g0, (2m) S (p gt s).
(204=d)

—ng5uyaab5cd 2m)'6(p+q+r+s)

—3u% 2w 2m)'s(p+q+r+s)

— 122 g 2m)' (p+q+r+s)

=3t IN@m) S (p+ g+ +5)

—u N 2m) S (p+ g+ 4 5)

— AN (67059 4 5°6M 4 §996) (2m) S (p+ g + 7 + )
—ip? " ge™ [(py = 1) b

+(ry = 4u) vo + (25 — Po) 6] 2m) S (D + g+ 1),
Iu4—d g [ geab ecd (60000 — OrupOyer)

- gcacgebd ( 8rusBup — O (5”)

e (8,0, — 0,0p0)] (27)1 0 (p+q+7),

i 2 gep, 2m) S (p+ g+ 1),

5 2
P 28970 abe (900 5 (p 4+ g + 1) (666)

Esses vértices sao mostrados na Figura 54

E.3 Vértices de interagao especiais para o calculo de funcoes de Green dos

operadores O(r) e I ()

Vértices de interagao que surgem do termo [ d%z J (z) O (z):

) () = —vi(p),
() (n0) = —J(p),
(T2)" (pg) = —0T (p), (667)
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Figura 54 - Vértices de interacao de S;.

LAAXAK

Legenda: Representacao diagramatica dos vértices de interacao de Sy, cujos fatores de vértice
sao mostrados na Eq. (666).
Fonte: O autor, 2022.
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Figura 55 - Vértices de interacao para o cdlculo de fungoes de Green de O(z).

J J J
o ®
|
|
|
|

Legenda: Representacao diagramética dos vértices de interacao de [ dxzJO, cujos fatores de
vértice sao mostrados na Eq. (667).
Fonte: O autor, 2022.

em que J(p) é a transformada de Fourier da fonte J(z). Lembrando que O(x) é definido
na Eq. (468). Esses vértices sao mostrados na Figura 55

Vértices de interacio que surgem do termo [ d®z Q% (x) R% (x):

i
a w o o~
()" 0) = S ()
2
a guT ~,
(F%# () = T (p)
a Zq ~a
(T5)" (n,q) = -5 A+a),
ab ’Lq abcyc
()" a) = S ™G +a),
a gu =,
(), () = =5 p+a),
ab U abetye
(Fﬁp)“ = %E ’ Q,u (p + Q) )
a 9=a
(thh)u<p7Q7r) = _EQ“ (p+q+r),
b 9 _abeye
(ngh),u = 56 bQ,u (p_'_q—i_r)a
(ngp)zbc _ g (5bc5da . (sac5bd - 5ab(scd) ﬁz <p +q+ T) (668)

em que ﬁz(p) é a transformada de Fourier da fonte 2f(z). Lembrando que Rj, é definido

na Eq. (481). Esses vértices sdo mostrados na Figura 56
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Figura 56 - Vértices de interagao para o célculo de fungdes de Green de O(x).

0 0o
0 0a 0 0
S K
5 N
y .
i i
Q 0 Q
PR S
; 5 N
; . N

Legenda: Representacao diagramatica dos vértices de interagao de [ ddeZRZ, cujos fatores de

vértice sdo mostrados na Eq. (668).
Fonte: O autor, 2022.
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APENDICE F - Funcdes de Green envolvidas no estudo do modelo de Higgs SU(2)

F.1 Funcao de Green (h)

Na Figura 57 sao mostrados os diagramas de Feynman que contribuem a 1-loop

para a funcao de 1-ponto do campo h(z). Os célculos desses diagramas podem ser encon-

trados em (DUDAL et al., 2021b).

F.2 Fungao de Green (p°(z) o’ (y))

Na Figura 58 sao mostrados os diagramas de Feynman que contribuem a 1-loop

para a fungao de 2-pontos do campo p*(x). Os calculos desses diagramas podem ser

encontrados em (DUDAL et al., 2021b).

F.3 Fungao de Green (A (z) o’ (y))

i

Na Figura 59 sao mostrados os diagramas de Feynman que contribuem a 1-loop
para a fungao de 2-pontos dos campos Af.(z) e p®(x). Os cdlculos desses diagramas podem
ser encontrados em (DUDAL et al., 2021b).

Figura 57 - Fungao de Green (h)

Legenda: Diagramas que contribuem para a fungao de Green (h) a 1-loop.
Fonte: O autor, 2022.
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Figura 58 - Funcao de Green p°( b

O @@v

ﬁgﬁ

Legenda: Diagramas que contribuem para a fungao de Green <pa (z) p? (y)> a 1-loop.
Fonte: O autor, 2022.

Figura 59 - Funcao de Green A

m@ﬁ m/\

Legenda: Diagramas que contribuem para a func¢ao de Green <AZ (z) p? (y)> a 1-loop.
Fonte: O autor, 2022.
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