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RESUMO

MENA CORREA, C. S. Observdveis em modelos efetivos confinantes:

Potencial quark—antiquark e momento magnético de nicleons. 2023. 191 f. Tese
(Doutorado em Fisica) — Instituto de Fisica Armando Dias Tavares, Universidade do
Estado do Rio de Janeiro, Rio de Janeiro, 2023.

A compreensao da fisica hadronica, em funcao de quarks e gltions, continua sendo
um problema em aberto ja que o mecanismo do confinamento de cor ainda carece de uma
descricao analitica satisfatéria a partir de primeiros principios. Porém, com o intuito de
abordar o confinamento, tém sido desenvolvidos alguns enfoques que exploram ou até
conseguem acessar a informacao da regiao de baixas energias da Cromodinamica quantica
(QCD), i.e. a parte ndo perturbativa da QCD, onde é considerado que pode residir a expli-
cagao ao confinamento. Dentre os diferentes métodos, encontramos aqueles que surgem a
partir das consequéncias nao perturbativas das copias de Gribov, que modificam o compor-
tamento infravermelho dos propagadores da Yang—Mills, em especial o do propagador do
glion. Ao mesmo tempo, esses enfoques sao motivados nos resultados nao perturbativos
da QCD na rede. Nesta tese, estudaremos os seguintes modelos: Gribov—Zwanziger (GZ),
Gribov—Zwanziger refinado (RGZ) e Curci-Ferrari (CF, ou modelo do glion massivo). No
caso do propagador do glion, a informagao nao-perturbativa presente nessas abordagens
gera uma estrutura de pélos complexos, que viola o axioma de reflexdo de positividade
relacionado a interpretacao fisica de uma particula, o que poderia ser considerado como
um indicio de confinamento do glion. A busca de outros indicios de confinamento nes-
ses formalismos é obviamente de grande importancia para estabelecer o seu papel como
realizagoes infravermelhas consistentes da QCD. Com isso em mente, e supondo o confi-
namento como algo intrinseco a QCD, nesta tese investigamos em alguns observaveis as
consequéncias e o impacto fenomenologico das caracteristicas nao perturbativas dos dife-
rentes enfoques mencionados. Primeiro, relacionado ao observavel do espectro de energia,
focamos no calculo e analise do potencial estatico entre um par quark—antiquark pesado,
cujo comportamento linear, corroborado pela QCD na rede, é considerado um indicio do
confinamento. Nosso objetivo é ainda verificar o regime de validade dos enfoques mencio-
nados e a sua compatibilidade com as predi¢oes perturbativas, e também se tais modelos
podem produzir confinamento de quarks através de um potencial linear. Nossos resultados
indicam que os potenciais calculados estao em concordancia com o resultado perturbativo
de altas energias e também que esses potenciais apresentam corregoes nao perturbativas
interessantes. No caso de Curci-Ferrari (glion massivo), devido a inclusao sistematica de
mais efeitos da interacao que incluem corregoes a um e dois loops, estas se tornam muito
significativas dado o surgimento de um comportamento semilinear do seu potencial na
regiao de distancias intermediarias. O outro observavel estudado nesta tese ¢ 0 momento
magnético, em particular o do préton. Devido a dificuldade que o calculo apresenta, ado-
tamos o modelo de quark constituinte (CQM), que dentro das suas préprias limitagoes nos
permite calcular o momento magnético dos hadrons em fun¢do dos momentos magnéticos
dos seus quarks constituintes. A fim de extrair o momento magnético dos quarks e com o
objetivo de estudar nele o impacto fenomenologico dos diferentes tipos de propagadores
dos enfoques GZ, RGZ e CF, analisamos o vértice quark—féton (QPV) (até a ordem de
um [oop) focando na contribuicao vinda da QCD, que depende do propagador do glion.



Nossos resultados indicam que as contribui¢des dos diferentes enfoques ao momento mag-
nético dos quarks sdo menores em relagao ao resultado perturbativo (glion sem massa), ja
que estas sao suprimidas devido aos termos de massa presentes nos propagadores do glion,
que nos casos GZ e CF apresentam um comportamento muito similar mesmo quando o
caso GZ apresenta pdélos imagindrios e o CF nao (em nivel de arvore). No caso RGZ,
devido a estrutura mais elaborada e com pélos complexos do seu propagador, aparecem
mais contribui¢coes ao momento magnético dos quarks, podendo inclusive superar o valor
do resultado perturbativo para certos valores dos parametros RGZ. Referente ao momento
magnético do proton,calculado no CQM, o resultado mais interessante surge ao ajustar a
massa do quark constituinte para reproduzir a massa do proton. Neste caso, ao ajustar
os parametros de massa dos enfoques mencionados, podemos reproduzir o momento do
proton. Os valores obtidos inclusive sao comparaveis a outros valores de massa obtidos
para a massa do glion.

Palavras-chave: Cromodinamica Quantica. Confinamento e Modelos Efetivos para QCD.

Momento magnético anémalo. Potenciais nao Relativisticos.



ABSTRACT

MENA CORREA, C. S. Observables in effective confining models:

Quark—antiquark potential and magnetic moment of nucleons. 2023. 191 f. Tese
(Doutorado em Fisica) — Instituto de Fisica Armando Dias Tavares, Universidade do
Estado do Rio de Janeiro, Rio de Janeiro, 2023.

The understanding of hadronic physics, in terms of quarks and gluons, is still an
open problem, since the color confinement mechanism still lacks a satisfactory analytical
description from first principles. However, in order to address confinement, some appro-
aches have been developed that explore or even manage to access information from the
low-energy region of Quantum Chromodynamics (QQCD), i.e. the nonperturbative part of
QCD, where it is considered that the explanation for confinement may lie. Among the
different methods, we focus on those that arise from the nonperturbative consequences of
Gribov copies, which modify the infrared behavior of Yang-Mills propagators, especially
that of the gluon propagator. At the same time, these approaches are motivated by the
nonperturbative first-principle numerical results of lattice QCD. In this thesis, we will
study the following models: Gribov-Zwanziger (GZ), refined Gribov-Zwanziger (RGZ),
and Curci-Ferrari (CF, or massive gluon model). In the case of the gluon propagator, the
nonperturbative information present in these approaches generates a structure of complex
poles, which violates the positivity reflection axiom related to the physical interpretation
of a particle, which could be considered as an indication of gluon confinement. The se-
arch for other signs of confinement in these formalisms is obviously of great importance
to establish their role as consistent infrared realizations of QCD. With this in mind, and
assuming confinement as something intrinsic to QCD, in this thesis we investigate in some
observables the consequences and phenomenological impact of the non-perturbative cha-
racteristics of the different approaches mentioned. First, related to the observable of the
energy spectrum, we focus on the calculation and analysis of the static potential between
a heavy quark—antiquark pair, whose linear behavior, corroborated by lattice QCD, is con-
sidered a sign of confinement. Our objective is also to verify the validity of the mentioned
approaches and their compatibility with perturbative predictions, and also whether such
models can produce quark confinement through a linear potential. Our results indicate
that the calculated potentials are in agreement with the high-energy perturbative result
and also that these potentials present interesting non-perturbative corrections. In the case
of Curci-Ferrari (massive gluon), due to the systematic introduction of more interaction
effects that include corrections at one and two loops, these become very significant due to
the emergence of a semilinear behavior of its potential in the region of intermediate dis-
tances. The other observable studied in this thesis is the magnetic moment, in particular
that of the proton. Due to the difficulty that the calculation presents, we adopted the
constituent quark model (CQM), which within its own limitations allows us to calculate
the magnetic moment of hadrons as a function of the magnetic moments of their consti-
tuent quarks. In order to extract the magnetic moment of the quarks and with the aim
of studying the phenomenological impact of the different types of propagators of the GZ,
RGZ, and CF approaches, we analyzed the quark-photon vertex (QPV) (up to the order
of one it loop) focusing on the contribution coming from QCD, which depends on the
gluon propagator. Our results indicate that the contributions of the different approaches
to the magnetic moment of the quarks are smaller in relation to the perturbative result



(massless gluon) since these are suppressed due to the mass terms present in the gluon
propagators, which in the GZ and CF cases present a very similar behavior even if the GZ
case has imaginary poles and the CF case does not (at tree level). In the RGZ case, due
to the more elaborate structure and complex poles of its propagator, more contributions
to the magnetic moment of the quarks appear, which may even exceed the value of the
perturbative result for certain values of the RGZ parameters. Regarding the magnetic
moment of the proton, calculated in CQM, the most interesting result arises when the
mass of the constituent quark is adjusted to reproduce the mass of the proton. In this
case, by adjusting the mass parameters of the mentioned approaches, we can reproduce
the moment of the proton. The values obtained are even comparable to other mass values
obtained for the gluon mass.

Keywords: Quantum Chromodynamics. Confinement and Effective Models for QCD.

Anomalous magnetic moment. Non—Relativistic Potentials.
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INTRODUCAO

Por meio da ardua viagem do ser humano pela busca do conhecimento e enten-
dimento de como o mundo funciona chegou-se a descricao da natureza mediante quatro
forcas fundamentais: gravitacional, eletromagnética, fraca e forte. Essa tultima constitui
0 nosso principal interesse nesta tese.

As particulas observadas na natureza que respondem a interacao forte sdo conhe-
cidas como hadrons, subdivididas em barions (férmions) e mésons (bésons). Hoje, apos
mais de meio século da proposta do modelo de quarks, inspirado pela busca de um mo-
delo que pudesse explicar a grande quantidade de hddrons descobertos experimentalmente
((Griffiths, 2008), Cap. 1), nao ha davidas de que os hadrons sdo particulas compostas,
cujas caracteristicas podem ser explicadas por meio da atual teoria formal dos quarks:
a Cromodinamica Quantica (QCD)!. Uma revisiao abrangente pode ser encontrada em
diversos livros, como, por exemplo, na Ref. (Muta, 2010).

A QCD descreve a interacao forte em funcao de particulas fundamentais colori-
das, i.e. com carga de cor: quarks, férmions de spin 1/2 e carga elétrica fracionaria, e
gliions, bdsons de spin 1, mediadores desta interagdao que, diferentemente dos fétons da
Eletrodindmica Quéntica (QED), podem auto-interagir, conferindo-lhe propriedades nao
triviais a QCD. Uma dessas propriedades é a liberdade assintética, que faz com que a
sua constante de acoplamento () se torne pequena para altas energias. Esse fendmeno
nos permite usar a teoria de perturbagao (PT) para calcular, por meio do formalismo da
teoria quantica de campos (QFT), processos de interacao entre quarks e gliions no regime
de altas energias (Bethke, 2007). Por outro lado, para baixas energias (da ordem da massa
do préton ~ 1 GeV), a constante de acoplamento forte aumenta, o que dificulta o uso
da mesma como parametro de expansao e restringe o uso da PT. Além disso, a predicao
perturbativa da constante de acoplamento, devido as sutilezas da quantizacao da QCD
(das quais falaremos mais adiante), padece do chamado pélo de Landau (as; — 00) que
impede o uso da PT tradicional além desta regiao.

Além da liberdade assintética, que permite tratar as particulas coloridas como
particulas quase livres para altas energias, a QCD apresenta uma outra caracteristica, o
confinamento de cor (Greensite, 2011), que estabelece que as particulas coloridas como
os quarks e os glions nao podem ser observadas de forma livre, estando elas confinadas
em estados ligados incolores (hadrons). Esta caracteristica foi inicialmente associada &

QCD devido a auséncia experimental de quarks e glions livres e a observacao exclusiva

! Isso também é valido para os chamados hddrons exéticos, entre eles os tetraquarks (mésons) e penta-
quarks (bérions) (Aaij et al., 2020; Aaij et al., 2021).
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de hadrons no espectro fisico da interacdo forte (Workman et al., 2022)2.

A compreensao do mecanismo do confinamento tanto quanto das propriedades
hadronicas em funcao de quarks e glions sao atualmente questoes nao resolvidas com-
pletamente. Porém, é considerado que a explicacao desses fenéomenos reside na regiao de
baixas energias, i.e. na regiao nao-perturbativa da QCD, cuja resolugdo representa um
grande desafio.

A dificuldade de acessar as informagoes nao-perturbativas deve-se em parte ao com-
portamento da constante de acoplamento forte em baixas energias que, como mencionado
anteriormente, nao permite, pelo método perturbativo usual, calcular analiticamente e
de primeiros principios as propriedades da interacao forte em baixas energias. Por essa
razao, se faz necessario abordar a QCD infravermelha por meio de fenomenologia, teorias
efetivas ou técnicas numéricas, que possuem as suas proprias vantagens e desvantagens,
mas que nos permitem obter informagoes (aproximadas) da regido de baixas energias da
interacao forte. E, mesmo que ainda nao exista uma demonstragao formal do mecanismo
do confinamento, atualmente uma grande quantidade de evidéncias numéricas respaldam
a ideia de uma QCD confinante (Greensite, 2003; Alkofer; Greensite, 2007).

Na busca por entender o confinamento pode ser tentador acreditar que a sua origem
reside simplesmente no grande valor do acoplamento forte. Essa ideia pode ser um mal
entendido devido ao comportamento do acoplamento perturbativo nas proximidades do
pélo de Landau (as — o0). Porém, tudo isso deve ser analisado com cuidado, ja que
o polo de Landau nao é fisico e sim um resultado espiirio na regiao de baixas energias
devido as limitagoes do enfoque perturbativo usual na QCD.

As evidéncias parecem indicar que o acoplamento forte em baixas energias ¢ finito,
e que nao necessariamente os acoplamentos quark-glion, tri-glion, etc nos processos
infravermelhos devem ter o mesmo comportamento, podendo ter valores relativamente
grandes ou inclusive nulos ((Deur; Brodsky; Teramond, 2016), Tab. 5.2). Por outro
lado, no regime perturbativo todas essas defini¢oes do acoplamento devem coincidir com
o resultado de altas energias ((Peskin; Schroeder, 1995), Cap. 16).

Em si, mais do que a causa, o comportamento do acoplamento forte é mais um
ingrediente no confinamento de cor. Outro ingrediente, devido & sua auto-interacao,
parece ser a capacidade dos glions de formarem tubos de fluxo de cor entre os quarks.
Algumas tentativas de entender o confinamento apontam para um potencial entre um
par quark-antiquark pesado que cresce linearmente com a distancia entre eles, garantindo
assim que eles permanecerao confinados dentro de estados ligados, os mésons. Do ponto

de vista fenomenoldgico, isto seria devido a formagao de um tubo de fluxo de cor entre o

2 Uma outra caracteristica da QCD ¢é a quebra de simetria quiral (xSB) (simetria aproximada), respon-
savel pela massa dos hadrons ser muitas vezes maior do que a soma das massas de seus constituintes
isolados.
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par quark—antiquark, formando uma espécie de corda (modelo de tensdo na corda). Por
outro lado, a propriedade de crescimento linear do potencial é bem conhecida por estar
conectada com a noc¢ao de confinamento da lei de area do loop de Wilson na teoria de
calibre puro (QCD sem quarks) e tem sido explorada em diferentes contextos, recebendo
corroboragao robusta das simulagoes numéricas (Greensite, 2011).

Outra abordagem para tentar entender o confinamento e outras propriedades nao-
perturbativas é construir uma teoria consistente que seja simultaneamente valida no re-
gime de baixas energias da interagdo forte e passivel de investigagoes (semi—)analiticas.
Porém, esse tipo de formulagao representa ainda um obstaculo formidavel. Seguindo essa
linha, foram propostos modelos baseados na presenca de ambiguidades na integral de
caminho dos glions, as chamadas copias de Gribov (Gribov, 1978). A principal técnica
analitica de quantizacao de uma teoria de campos no continuo requer a fixacao do gauge,
pois na integracao funcional os campos de gauge apresentam uma redundancia de estados
fisicos equivalentes devido a simetria local da teoria. Na QCD, isso geralmente ¢é feito
através da proposta de Faddeev e Popov (Faddeev; Popov, 1967), que é consistente no ni-
vel perturbativo. Porém, como mostrou Gribov, campos equivalentes continuavam sendo
integrados.

A proposta de Gribov foi entao restringir a integracao do campo a uma regiao —
chamada de regidao de Gribov — livre de ambiguidades®. Mais tarde, Zwanziger formulou
uma acao local que implementa a ideia de Gribov modificando a teoria por meio da cha-
mada condigao de horizonte (Zwanziger, 1989b), que define o valor de um novo pardmetro
com unidade de massa. De fato, na obra seminal de Gribov ja estd presente um parametro
massivo, sendo conhecido como massa de Gribov.

O enfoque de Gribov—Zwanziger (GZ) mostrou-se em compatibilidade com as si-
mulagoes numéricas da época (Furui; Nakajima, 2004; Oliveira; Silva, 2005), mas as
predicoes desse formalismo para propagadores da teoria entrariam em conflito com os
resultados numéricos posteriores (Cucchieri; Mendes, 2008b; Cucchieri; Mendes, 2008a).
Isso motivou um “refinamento” do formalismo originando o que hoje é conhecido como
formalismo de Gribov—Zwanziger refinado (RGZ), que inclui na agao da teoria informagoes
nao-perturbativas adicionais, como sao os termos massivos relacionados a condensados de
dimensao 2, que permitem alcancar uma boa compatibilidade com as simulagoes numéri-
cas atuais (Dudal et al., 2008a; Dudal; Oliveira; Silva, 2018).

Antes de Gribov ja tinham sido considerados termos de massa para o glion na
agao do mesmo. um exemplo disso foi o trabalho proposto por Curci e Ferrari (Curci;
Ferrari, 1976b), mas o modelo foi abandonado por algumas inconsisténcias (Curci; Ferrari,

1976¢; Delbourgo; Twisk; Thompson, 1988). Apesar disso, devido ao comportamento

3 Apesar disso, nesta regido configuragdes equivalentes do campos ainda estdo presentes (Baal, 1992)
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do propagador do glion nas simulagdes numéricas, ha alguns anos surgiu novamente o
interesse nesse modelo e no seu termo de massa gludnica (Tissier; Wschebor, 2011). A
lagrangiana massiva do glion usada em (Tissier; Wschebor, 2011) é um caso particular
do modelo de Curci-Ferrari. Em (Serreau; Tissier, 2012), foi mostrado que é possivel
relacionar o termo de massa do glion com as cépias de Gribov. Porém, os autores de
(Tissier; Wschebor, 2011) preferem abordar o problema da origem do termo de massa do
glion de um ponto de vista fenomenoldgico. Isso permitiu a esses autores mostrar, de
uma forma mais simples, que a lagrangiana massiva do seu modelo consegue capturar o
comportamento nao perturbativo do setor gluénico da QCD em compatibilidade com as
simulagoes numéricas atuais (Gracey et al., 2019).

Em particular, nosso interesse reside nesse tipo de formalismo que estuda o com-
portamento do propagador do glion devido as consequéncias nao-perturbativas das copias
de Gribov e que ao mesmo tempo sao motivados pelas simulagoes numéricas de QCD na
rede, que mostram que o glion se comporta como um ente (particula) com um massa
dindmica de valor finito a baixas energias, mas que desaparece a altas energias, tal como
o prediz o enfoque perturbativo usual (de Faddeev e Popov). Devido ao confinamento nao
podemos pensar nesse termo de massa como uma massa fisica e nem conceber o glion
como uma particula fisica.

O propagador do glion (gauge de Landau) é modificado pela inclusao de escalas
nao-perturbativas como, por exemplo, uma massa efetiva para o glion, tal como no caso
do modelo de Curci-Ferrari (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019), ou modificado
pela presenca do horizonte de Gribov, que gera o parametro de massa de Gribov no
caso GZ (Gribov, 1978; Zwanziger, 1989b; Zwanziger, 1990), ou pela inclusdo adicional
de condensados nao-perturbativos no caso RGZ (Dudal et al., 2008b). Esses enfoques
tentam construir uma teoria consistente a altas energias e que ao mesmo tempo seja
capaz de reproduzir resultados da regido nao-perturbativa. E tudo isso é feito sondando o
problema da fixacao de gauge em baixas energias na abordagem da integracao funcional
(principalmente, nos casos GZ e RGZ). Esses modelos provam ser funcionais, obtendo
uma boa concordadncia com o propagador do glion na rede e outras quantidades. Ao
ajustar o propagador do glion na rede, esses modelos adquirem propagadores com polos
complexo-conjugados (Tissier; Wschebor, 2011; Reinosa et al., 2017; Gracey et al., 2019;
Oliveira; Silva, 2012; Dudal; Oliveira; Silva, 2018).

A estrutura do propagador com pdélos complexos, dos formalismos mencionados,
viola o axioma de reflexao de positividade, o que leva a nao poder identificar o gliion como
uma particula fisica (estado assintético). Esta caracteristica é consistente com a nogao
do confinamento. A busca de outras propriedades confinantes nesses formalismos é obvia-
mente de grande importancia para estabelecer o seu papel como realizacoes infravermelhas
consistentes da QCD.

Como isso em mente, a partir dos diferentes modelos mencionados, estudamos
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alguns observaveis nesta tese. Nossa abordagem serd supor o confinamento como algo
intrinseco a QCD, em vez de tentar prova-lo, e entdao examinar em alguns observaveis
as consequéncias e o impacto fenomenologico das caracteristicas nao-perturbativas dos
modelos que serao estudados.

Primeiro, focamos no cédlculo do potencial estatico entre um par quark—antiquark
pesado, relacionado com a propriedade do confinamento linear. Nosso objetivo é inves-
tigar o regime de validade dessas descrigoes e a sua compatibilidade com as predi¢oes
perturbativas, e também se tais modelos podem produzir confinamento de quarks através
de um potencial linear. Por sua vez, esse potencial esta relacionado ao espectro dos ni-
veis de energia do Quarkénio, que pode ser observado indiretamente (Brambilla; Sumino;
Vairo, 2001; Mateu et al., 2019).

O outro observavel analisado nesta tese ¢ o momento magnético, em particular o
do préton. Sabendo da dificuldade que o calculo apresenta, optamos por usar o modelo de
quark constituinte (CQM), que como qualquer modelo possui as suas préprias vantagens
e limitagdes. O CQM basicamente condensa os efeitos das interagoes fortes em quarks de
valéncia vestidos, tratando-os como quarks constituintes responsaveis pelas propriedades
do hadron.

Uma vez que esse modelo (CQM) permite calcular o momento magnético do préton
em fun¢ao dos momentos magnéticos de seus quarks (constituintes), analisamos o vértice
quark—f6ton (QPV) a fim de extrair o momento magnético dos quarks. O vértice quark—
féton (até a ordem de um loop) recebe contribuigdes da QED e da QCD. A corregdes de
QED possuem parametros perturbativos bem definidos, enquanto a contribuicao da QCD
depende do propagador do gliion, que, conforme mencionado acima, pode apresentar dife-
rentes estruturas analiticas de acordo com o modelo efetivo empregado. Com essa andalise,
foi possivel estudar o impacto fenomenoldgico desses diferentes tipos de propagadores do
gliion no calculo do momento magnético dos quarks e, consequentemente, dos prétons.

A tese estd organizada da seguinte maneira. No Capitulo 1 faremos uma rapida
revisdo sobre a historia da Cromodindmica Quéantica por meio das predigoes tedricas e
alguns enfoques fenomenolégicos que, junto aos resultados experimentais, contribuiram
com a aceitacao dessa teoria fundamental que rege a interacao de quarks e glions. Em
seguida, revisaremos brevemente o formalismo funcional da QCD e das respectivas ferra-
mentas matematicas envolvidas nele, terminando com o problema da fixacdo de gauge e
as copias de Gribov.

No Capitulo 2, faremos uma breve descri¢ao de diferentes abordagens nao-perturba-
tivas para a QCD. Em particular, descreveremos os modelos que serao usados nesta tese,
mas antes disso achamos prudente focar em algumas abordagens nao perturbativas que
tentam explorar a regiao de baixas energias da QCD, tais como o formalismo das Equacoes
de Schwinger—Dyson (SDE) e as simulagdes numéricas de QCD na rede. Finalizaremos

retomando a descri¢ao dos modelos de: (i) Gribov—Zwanziger, como uma reformulacao do
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enfoque de Gribov e as suas consequéncias no propagador do glion; (ii) Gribov—Zwanziger
refinado, como uma generalizagao do enfoque GZ por meio de condensados que permitem
recuperar a harmonia com os resultados nao perturbativos do propagador do glion; e por
ultimo falaremos do (iii) modelo massivo de Curci-Ferrari como uma extensao massiva do
enfoque perturbativo e a sua abordagem segura no infravermelho (sem geragao do pdlo
de Landau), que permite, por meio do termo de massa efetiva para o glion, capturar
informagao nao perturbativa.

No Capitulo 3, apresentamos os resultados para o potencial quark—antiquark esta-
tico calculado com os 3 modelos mencionados no Cap. 2 (GZ, RGZ, Massivo). Faremos
uma rapida introducao ao calculo do potencial estatico entre quarks massivos para de-
pois analisar os diferentes comportamentos do potencial, de cada modelo mencionado,
nas regioes de curtas, intermediarias e longas distancias. Nesta andalise, énfase é dada
aos resultados do modelo de Curci—Ferrari, devido ao comportamento semilinear do seu
potencial na regiao de distancias intermedidrias.

No Capitulo 4, apresentamos os resultados para o momento magnético dos quarks
e do proton. Fazemos uma breve introdugdo ao momento magnético e ao modelo de
quark constituinte (CQM) para depois detalhar os resultados da contribuigdo da QCD
ao vértice quark—foton e a extragdo, a partir desse vértice, do momento magnético dos
quarks para os modelos GZ, RGZ e Massivo (Curci-Ferrari). Finalizamos com a anélise
do comportamento do momento magnético do préton de cada modelo mencionado.

Finalmente, no Capitulo 5, apresentaremos as conclusoes e algumas perspectivas
desta tese.

Encerrando esta secao, queremos também indicar as nossas publicagoes que ser-
viram para o desenvolvimento dos capitulos desta tese: Quark-antiquark potentials in
non-perturbative models (Mena; Palhares, 2018), Quark-antiquark potential in the Curci—
Ferrari model (work in progress), e Quark-photon vertez in confining models (Mena; Pa-
lhares, 2023) (PRD under review).
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1 INTRODUCAO A CROMODINAMICA QUANTICA E O PROBLEMA
DE GRIBOV

Embora atualmente seja bem mais estabelecido que quarks e gliions formem estados
ligados incolores, conhecidos como hadrons, a aceitacao destas particulas coloridas como
entes fisicos e nao puramente matemdticos precisou percorrer um grande caminho de
resultados experimentais, cdlculos fenomenolégicos e predigoes tedricas. Diferentemente
dos hadrons, quarks e gliions nunca foram observados de forma direta no espectro da forca
forte, levando ao fendomeno do confinamento na QCD.

O modelo inicial de quarks (Zweig, 1964; Gell-Mann, 1964) ditava que existiam 3
tipos ou sabores (ntimero quéantico) de quarks e que todos os diferentes tipos de hadrons
eram formados por combinagoes desses quarks e/ou antiquarks, que no caso dos barions
(préton, néutron, etc) corresponderia a 3 quarks, e no caso dos mésons (pions, kions,
etc), a pares quark-antiquark?. Atualmente, entende-se os hadrons como particulas mais
complexas. No caso do proton por exemplo, sendo este um barion, ele estaria formado
nao s6 por 3 quarks, hoje considerados como quarks de valéncia, mas também por um
“mar” de quarks e glions virtuais que permeiam a sua estrutura (Fig. (1a)).

Na busca por entender do que o préton era feito, experimentos com processos de
aniquilagdo e~ e™ em hadrons e de espalhamento profundamente ineldstico (DIS), fei-
tos no SLAC (Stanford Linear Accelerator Center) por volta de 1968 (Friedman, 1991;
Bloom et al., 1969), levaram a conclusao de que o préton possuia uma estrutura interna
com constituintes pontuais, que no seu momento foram chamados de partons (Feynman,
1969). As predigoes tedricas (Callan; Gross, 1969; Bjorken, 1969) indicavam que esses
constituintes deveriam se comportar como entes livres a altas energias, algo que seria cor-
roborado experimentalmente (Bjorken; Paschos, 1969). Tudo isso e algumas coisas mais
aportariam as evidéncias tedricas e experimentais (embora indiretas) de que os hadrons,
e em particular o préton, eram particulas compostas por quarks (Kuti; Weisskopf, 1971;
Friedman; Kendall, 1972).

O comportamento assintoticamente livre dos partons permitiu identificd-los como
sendo os quarks® e mostrar também que a teoria formal dos quarks e glions, a cromo-
dindmica quantica (Fritzsch; Gell-Mann; Leutwyler, 1973), que mostrava a propriedade
da liberdade assintética para altas energias (Gross; Wilczek, 1973; Politzer, 1973), era

compativel com a natureza.

4 Nos anos 1960, existia o método de classificacio de hadrons chamado de Eightfold Way (Gell-Mann,
1961), mas este ndao permitia entender o porqué da extensa variedade dos mesmos.

5 Mais tarde os partons foram identificados como sendo os quarks, glions e o mar virtual de particulas
coloridas que compoem os hddrons.
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Os quarks, que inicialmente foram propostos como particulas hipotéticas para ten-
tar explicar a fenomenologia dos hadrons, hoje em dia, junto aos glions, possuem suficiente
evidéncia experimental (indireta) (Workman et al., 2022) que consolida o seu lugar na
fisica da interagao forte e a descricdo da mesma através da QCD (Fritzsch; Gell-Mann;
Leutwyler, 1973) em funcao destas particulas coloridas. Porém, como ji& mencionamos,
a ideia dos quarks enfrentava resisténcia na época, mesmo quando o modelo de quarks
comecou a fazer sucesso no entendimento dos hadrons, em parte devido a ndo observacao
experimental direta destas particulas coloridas, o que entre outras coisas levaria a pro-
posicao do fendmeno do confinamento de cor, no qual se estabeleceu que as particulas
com carga de cor nao podem ser encontradas de forma livre na natureza mas s6 formando
estados singletos de cor (cor neutra), neste caso os hadrons.

Apesar disso, ainda nao se tem uma demonstracao formal analitica de como o
confinamento, e a sua relacdo com essas propriedades da QCD, pode ser extraido a partir
de primeiros principios. O confinamento continua sendo hoje em dia um problema em
aberto.

Essa propriedade tao importante, a carga de Cor dos quarks, que confere o nome a
QCD, mesmo sendo inicialmente introduzida para solucionar problemas com o principio
de exclusao de Pauli (Fritzsch; Gell-Mann, 1971) (destacando o problema com o Bérion
A*T)® possui evidéncia experimental, mostrando que os quarks realmente possuem 3 tipos
de carga de cor (Halzen; Martin, 1984).

Podemos citar outros resultados experimentais que consolidaram a QCD como
a teoria das interagOes fortes. Entre elas estdo a ja mencionada evidéncia da Cor, a
espectroscopia de hadrons, a confirmacao da existéncia do glion através da producao
de tri jatos (Brandelik et al., 1979), os dados do DIS, das segdes de choque, etc. Esses
resultados experimentais podem ser achados em (Soding; Wolf, 1981).

Devemos destacar a espectroscopia de hadrons, ja que a partir dela aumentaria a
aceitagao dos quarks e posteriormente permitiria a abordagem fenomenolégica de sistemas
de quarks pesados. Um sucesso importante corresponde a descoberta do méson .J/v
(Augustin et al., 1974; Aubert et al., 1974), cuja melhor explicagdo era que essa particula
correspondia a um estado ligado quark—antiquark de um novo tipo de quark: o Charm, de
modo que essa particula ficou conhecida como Charmonium (Appelquist; Politzer, 1975a;
Rujula; Glashow, 1975b). Este acontecimento marcaria o inicio da chamada Revolugao
de Novembro (Griffiths, 2008) com posteriores descobertas de particulas que s6 eram bem
explicadas em termos de quarks. Estes deveriam, entdo, ser algo fisico e ndo puramente

matematico (Gilman, 1985).

6 0. Greenberg (Greenberg, 1964) sugeriu que os quarks poderiam obedecer um outro tipo de estatistica,
a chamada “paraestatistica” resolvendo o problema com o principio de exclusdo, mas nao ficou claro
se a paraestatistica fazia sentido numa teoria de campo dos quarks.
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Figura 1 - Modelo (espinorial) do préton e constante de acoplamento forte
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Legenda: (a) Evolugdo do modelo do préton (spin) a partir do modelo mais simples (dos anos 1980)
versus o modelo atual que inclui os quarks de valéncia, glions e o mar de particulas virtuais
coloridas. (b) Variagao da constante de acoplamento: Diminuigdo da sua intensidade a altas
energias (liberdade assintética) e, aumento da mesma para baixas energias.

Fonte: (a) Accardi et al., 2016, p. 4. (b) Workman et al., 2022, p. 164.

A descoberta do quark Charm no méson J/1 teve um grande impacto na espectros-
copia de hadrons (Appelquist et al., 1975b), j& que devido a sua grande massa, comparada
com a massa dos outros quarks, era possivel a abordagem efetiva nao relativistica de siste-
mas contendo quarks pesados (Appelquist; Politzer, 1975a; Eichten et al., 1975). Por sua
vez, naquela época a QCD nao ofereceu expressoes analiticas para sistemas como o Char-
monium ou estados ligados de quarks, em grande parte devido ao confinamento de cor e
sua relagdo com a sua constante de acoplamento que aumenta para baixas energias (Fig.
(1b)) limitando o uso da teoria de perturbacao. Ao nao poder descrever esses sistemas de
quarks a partir de primeiros principios, os investigadores optaram por recorrer a modelos
efetivos para a QCD nos quais fosse possivel manter caracteristicas e propriedades da
QCD e ao mesmo tempo realizar calculos fenomenologicos que pudessem ser contrastados
com resultados experimentais (DeGrand et al., 1975).

Um modelo fenomenoldgico que teve (Quigg; Rosner, 1977; Eichten et al., 1978;
Stanley; Robson, 1980; Godfrey; Isgur, 1985) e ainda tem sucesso na descri¢gao da espec-
troscopia de estados ligados de quarks pesados (vide (Mateu et al., 2019) e referéncias
ali citadas), foi o proposto em (Eichten et al., 1975) para descrever o espectro do Char-
monium. Este é o bem conhecido potencial de Cornell, que mistura as propriedades da
liberdade assintdtica, com um potencial do tipo Coulomb para curtas distancias e as ideias
de confinamento linear para intermedidrias e longas distancias (baixas energias).

Ja desde o inicio dos anos 1960 (Regge, 1959; Chew; Frautschi, 1962; Godfrey;
Isgur, 1985) era conhecido que os mésons e barions podiam ser ordenados em trajetorias

obliquas quase lineares em funcao do seu momento total J versus a sua massa ao quadrado,
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as chamadas trajetorias de Regge. Estas levariam a idealizacdo de um modelo onde
os quarks poderiam estar conectados (ingenuamente) por uma “barra” (ou corda) e o
giro ao redor do seu eixo perpendicular permitia explicar a relacdo linear de J vs m2,
J = (2r0)"'m?, onde ¢ tem unidades de massa/comprimento ou de tensdo na corda.
Esse enfoque indicava também que a energia entre os quarks dependia de forma linear
com a distdncia de separacao (Bali, 2001).

Uma maneira um tanto mais elegante de abordar a formagcao de tal objeto (barra
ou corda) entre os quarks, foi propor de forma fenomenoldgica a formagao de um tubo
de fluxo de cor entre eles (Kogut; Susskind, 1975; Casher; Neuberger; Nussinov, 1979;
Takahashi et al., 2002). Neste cendrio, as linhas de campo de cor estariam contidas numa
regiao aproximadamente cilindrica cuja area transversal se mantém quase constante a
medida que os quarks se afastam. Dessa maneira, a energia potencial contida no tubo
de fluxo cresce linearmente, mantendo os quarks confinados a estados ligados (Greensite,
2011). Uma representacao pictérica desse processo, para um par quark—antiquark (¢q),
pode ser visto na Fig. (2).

Essa tentativa de entender o confinamento através de um potencial quark-antiquark
estatico, que cresce linearmente com a escala de separagdao entre eles, teve apoio nos
resultados das simulagoes numéricas de potenciais estaticos (Bali; Schilling; Wachter,
1997; Bali, 2001) feitas usando a formulacao da QCD na rede (Lattice QCD) (Wilson,
1974). De fato, é bem conhecido que essa propriedade de crescimento linear do potencial
esta relacionada com a lei de drea do loop de Wilson na teoria de calibre puro’, que indica
que no limite de quarks muito massivos, os estados ligados podem ser descritos através
de um potencial linear efetivo.

Na época, o método desenvolvido por K. Wilson (Wilson, 1974) tinha como inten-
¢ao implementar um enfoque nao perturbativo da QCD a partir de primeiros principios
e que mantivesse a invariancia de calibre. Essa formulacdo fez uso de uma discretiza-
¢ao do espago-tempo Euclideano, permitindo assim abordar a QCD através de recursos
computacionais (Creutz, 1979; Creutz, 1980; Bali, 2001), os quais obviamente estavam e
estao (um pouco menos) limitados pela poténcia computacional da época. Este tipo de
formulacao numa rede regula a prépria teoria e aceita tratamentos em termos do inverso
da constante de acoplamento para valores grandes da mesma, complementando assim a
expansao perturbativa em funcao da contante de acoplamento. Em particular, as ideais
e técnicas presentes no desenvolvimento do método de Wilson estimularam a proposicao
de um modelo de tubo de fluxo para hadrons (Isgur; Paton, 1985).

O critério do confinamento linear para grandes distancias nao é completamente

satisfatério para uma teoria completa da QCD, ja que a inclusao de quarks dinamicos ou

7 Isto tem sido explorado também em diferentes contextos, recebendo corroboracdo robusta de investi-
gagoes de QCD na rede (Greensite, 2011).
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Figura 2 - Relagao qualitativa entre o modelo de tensdo na corda e o potencial ¢g estatico.

String—Breaking

Linear

Coulombic

(a) (b)

Legenda: (a) Formacao do tubo de fluxo de cor entre um par ¢q e posterior formagao de pares ¢g devido
& quebra do mesmo. (b) Representagio pictérica do potencial ¢g estético para QCD, cujo
comportamento, em distancias intermediarias e longas, estaria relacionado a formacao e
ruptura do tubo de fluxo, respectivamente.

Fonte: Greensite, 2011, p. 23-24.

de massa pequena, leva a quebra do tubo de fluxo (Philipsen; Wittig, 1998; Laermann et
al., 1999; Detar; Heller; Lacock, 2000) e a posterior formacao de pares quark—antiquark,
j& que isso seria mais favoravel energeticamente (Fig. (2a)). A quebra da corda implica
que o potencial deixa de ser linear e se torna constante, tal como é mostrado na Fig. (2b).
Por outro lado, a quebra da corda nao implica a falta do confinamento mas sim que este
poderia estar relacionado a transigao entre o potencial linear e o potencial constante apos
a ruptura do tubo de fluxo e a formagao dos novos pares quark—antiquark. Porém, como
muitas coisas relacionadas ao confinamento, o mecanismo do mesmo nao é bem entendido,
inclusive nestes casos. Além de tudo, o mais prudente é esperar que a ideia do potencial
sO seja aplicavel a casos de quarks massivos como o Charm ou Bottom, ja que para eles o
uso da aproximagao nao-relativistica de um potencial efetivo faz mais sentido do que no
caso de quarks leves.

Até este ponto, e sem intencao de fazer uma revisao historica, mencionamos re-
sultados experimentais, previsoes tedricas e abordagens fenomenolégicas, que permitem
ter uma ideia do porqué da QCD ser considerada a teoria da interacao forte. Também
mencionamos algumas maneiras de como tem sido abordado o confinamento dos quarks
por meio de modelos simples mas funcionais, como o do potencial linear, que permitiram
explicar em grande parte os resultados da espectroscopia dos hadrons.

O consideravel sucesso das abordagens fenomenolégicas nao elimina o desafio de
tentar entender como as propriedades associadas ao confinamento, tal como o crescimento
linear do potencial ¢g estatico, surgem a partir da prépria QCD. Porém, antes de abor-

dar essa questao nos préximos capitulos, apresentaremos de maneira formal uma breve
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introducao ao formalismo da QCD e ao chamado problema de Gribov nas se¢bes que

seguem.

1.1 A Lagrangiana da Cromodinadmica Quantica

A cromodindmica quantica descreve a interacao forte em fungao de quarks e glions
através de uma teoria de gauge nado-Abeliana (Yang; Mills, 1954; Park et al., 1989),
invariante sob a transformacao do grupo de simetria SU(3), que estd asociada a carga de
Cor dessas particulas®. Tal descricao é feita através da sua lagrangiana quantizada no
espago de Minkowski (Peskin; Schroeder, 1995):

1 1 _
GO = SR TG —m) by g 4 (D) ()

onde a parte que descreve puramente os gliions, chamada de lagrangiana de Yang—Mills,

Locp =

é:

1
Lya = —GoG%, G2, = 0,A% — 9,A% + g, freAb AC 2)

4

sendo Aj o campo dos glions, G}, o seu tensor do campo associado, gs um parametro
que depois serd associado a constante de acoplamento forte a,. Mais adiante, falaremos
da necessidade de fixagdo do calibre, que introduzira um termo extra na lagrangiana dos
glions.

O fator fo¢ corresponde as chamadas constantes de estrutura do grupo SU(N)
(SU(3) no nosso caso), relacionadas aos geradores do grupo t* (matrizes hermitianas), os

quais nao comutam e tém a seguinte relacao:
1
[t 7] = i fre A Te[t"t] = 56“*’, (3)

com a, b, ¢ sendo indices de cor, assumindo valores 1,2, --- ,d[G(N)] = 8, onde d|G(N)] =
N? —1 é a dimensao da representacao adjunta (G(NN)) & qual pertencem os geradores do
grupo e também o campo dos gluons.

A parte fermionica, as vezes chamada de matéria, que descreve os quarks é:
Lr = Uig [(iB = mg)™ 69 hj5 = i [ (10 —mg)* 67 + g, ()7 Aty |y, (4)

onde ;3 ¢ um spinor que corresponde ao campo dos quarks, o e § a indices de Dirac,

e i,j aos indices da representacao fundamental do grupo de simetria SU(N), i.e. i,j =

8 A QCD ¢é um caso particular das teorias de gauge ndo-Abelianas do Grupo SU(N), sendo a primeira
construida por C. Yang e R. Mills (Yang; Mills, 1954).
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1
Lr (Eq. (4))1° Tais quarks pertencem a representagao fundamental do grupo SU(3),

,...,IN = 3. Sabe-se que existem 6 sabores de quarks’, logo precisarfamos de 6 termos
de modo que a derivada covariante, D, estd definida na representacao fundamental em

termos das matrizes t%:
D, =0, —ig, A} t*. (5)

A notacio ) = v#*D,, corresponde a contracao da derivada covariante com a matriz gama
de Dirac, y*.

Na parte fermionica da lagrangiana da QCD, a derivada covariante acopla o campo
dos quarks ao campo dos glions através dos geradores do grupo t* com a intensidade do
parametro g,. Em fisica de particulas esta surge devido a exigéncia de manter a invariancia
local da lagrangiana e portanto do termo cinético ¥@y do campo ) sob transformacoes
SUN): ¢(z) — V(x)¢(x), com V(z) = Exp[if%(z)t*], sendo §°(z) os pardmetros da
transformacao.

Isso ¢é obtido através do comparador: uma matriz unitaria N x N que conecta de

forma continua pontos diferentes do espago-tempo, com a seguinte lei de transformacao:

Uly,z) = V) Uly,z) V (x) , Uly,y) = 1. (6)

A forma infinitesimal do comparador, em termos dos seus geradores (hermitianos), fica

escrita como:
U(r +en,z) = 1+ig,en’ Aj(x) t* + O(e?), (7)

que da origem de forma natural a um campo vetorial, AZ(m), o qual, na QCD, ¢ associado
ao campo dos glions. Outras expressoes tteis que podem ser extraidas dessas defini¢oes,

Egs. (6) e (7), sdo a lei de transformagao do campo Af(v):
"a qa a ;a i
A = V() (Agte + ;au)v+(x), (8)
e a sua forma infinitesimal:
/ 1
At — AT+ — (0, 0%) " + i [0° t“,AZ t]. 9)

Desta ultima equacgao pode ser extraida a seguinte relacao infinitesimal:

1
oA~ (Dieo%(x)) A D = 6"0, — g, f** AL, (10)

9 A saber: Up (u), Down (d), Strange (s), Charm (c), Bottom (b) e Top (t) (Workman et al., 2022).

10 Na Eq.(4), ndo explicitamos o indice de sabor a fim de manter a notacdo o mais simples possivel.
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sendo D;¢ a derivada covariante na representacao adjunta.

Para a construgdo da Lagrangiana do campo A5 (Eq. (2)), é usado um resultado
obtido através da lei de transformacgao do comutador das derivadas covariantes:
[Dy, DyJp(x) = V(2)[ Dy, D] 9(x) = [0, — igAst®, 8, — ig At (x) = —ig G, t*p(x),
onde definimos Gf,t* = 9,A%t* — 9, ALt* — ig,A% AL [t*,1"], que ndo é invariante de

gauge:

[ D, D, 1¥'(x) = V(2)[ Dy, Dy ] ()
G 1"y (x) = V() Gy, t* V() ¢/ (x)
Got" — GOt + [Pt GY 1], (11)

onde no tultimo passo foi aplicada uma transformacao infinitesimal. Com essas relagoes,
é possivel escrever um termo invariante, sendo este:

Tr[(G;f,jt“)2] = Tr[V G, t° VIVG V] = Te[(GY,t°)?] = $(Go,)?, (12)

1%

que corresponde a Lagrangiana de Yang-Mills.
A néo comutatividade dos geradores do grupo (Eq. (3)) gera na lagrangiana dos

glions (vide Egs. (2) e (11)) termos de auto-interagdes triplas e quarticas:
aoc a vc 1 aoc aae C ve
= f*C (A AP AYE — 2 g1 10 fO00 A AT AMIAYS, (13)

o que confere aos glions, mediadores das interagoes na QCD, propriedades de auto-

interagao nao triviais.

1.2 Quantizacao da QCD e o propagador do glion

O estudo de algum aspecto da natureza sempre envolve o uso de teorias que
permitem-nos obter algum tipo de informacao através de ferramentas matematicas. No
caso das interagoes fundamentais, isso ¢é feito através da quantizacao da sua respectiva
teoria classica, o que nos deixa com uma teoria quintica de campos'!, cuja informacao
pode ser codificada nas chamadas fung¢oes de Green de n pontos (ou de correlagao). Para
este procedimento, existem algumas ferramentas mateméticas tais como o formalismo

canonico ou de operadores, o qual é o ponto de partida para uma outra ferramenta, o

1A abordagem da gravitacdo, diferentemente do restante das interacdes fundamentais, ainda nao foi
formulada de maneira consistente como uma QFT.
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formalismo funcional (Feynman, 1948). Esta ultima serd adotada nesta tese.

A relagao entre o formalismo funcional e o candnico para func¢bes de n pontos,
calculadas como o valor esperado no vacuo do produto dos n operadores do campo em
tempo ordenado (7), pode ser escrita como (Peskin; Schroeder, 1995; Ryder, 1996; Muta,
2010):

_ DG (a1) .. blan) €' E

(01T [3a1) - da)]0) = et (14)

sendo £ a lagrangiana cldssica e ¢ um tipo de campo geral (escalar, espinorial, vetorial,
etc, para os quais devem ser levadas em conta as suas respectivas propriedades).

A Eq. (14) guarda uma estreita relagdo com o formalismo da mecénica estatistica
ja& que, a nao ser pelo fator ¢ nas integrais, nos lembra do calculo de valores esperados
usando a fun¢ao de particao canonica. Em certos casos, como por exemplo em simulacoes
numéricas, ¢ mais conveniente trabalhar com o cédlculo desse tipo de fungoes, no espago
Euclideano. A conexao entre estes formalismos pode ser feita através da rotagao de Wick
(Peskin; Schroeder, 1995) usando ¢t — —ir (7: “tempo euclideano”), que nos permite

escrever (vide apéndice E):

J Do d(x1) ... 6(,) e PoE [ DY G(a1) ... pla,) e S FoLe
fD(beifd‘lzﬁM o ID¢6_fd4xE£E

7 (15)

sendo L), e Lg as lagrangianas no espaco de Minkowski e Euclideano, respectivamente.
E til mencionar estas relacdes ja que alguns enfoques ou modelos para QCD que se-
rao usados nesta tese foram desenvolvidos no espaco euclideano, e quando for necessario
indicaremos que tipo de espaco esta sendo usado.

No formalismo funcional, um objeto crucial é o chamado Funcional Gerador Z[J],
que permite obter as func¢oes de correlacao através da incorporacgao de uma fonte artificial

J (Schwinger, 1951a) e o uso da derivagao funcional'?:

21J] = [ DoBxp [z [z L)+ J(@)o@)] | (16)
Por exemplo, a funcdo de correlacao de 2 pontos pode ser escrita como:

. I Dpo(m) dlaa) e E 1 (—i)262Z[)
(O[T [d(x1) d(x2)]]0) = [Dpet [ ¢t ~ Z[J)6J (1) 0 (w2) |,_,°

(17)

expressao esta que pode ser generalizada para qualquer funcao de n pontos:

12 Detalhes disto podem ser achados em diversos livros de QFT. Em particular, encontra-se uma apre-
sentagao bastante instrutiva nas Refs. (Das, 2006; Ryder, 1996).
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(i) Z|J]
Z1J) 6 (x1)-00 () | ,_

(0T [d(1) ..d(xa)]]0) = (18)

0

E importante também definir o Funcional Gerador das funcoes de correlacio co-
nectadas, W[J], definido como Z[J] = Wl j& que sio realmente estas tltimas as
que contribuem diretamente no célculo de amplitudes de processos fisicos numa teoria
quantica de campos (Peskin; Schroeder, 1995; Ryder, 1996; Muta, 2010).

Se tentarmos calcular a fungao de 2 pontos para o campo Af, o chamado propa-
gador do glion, usando as Eqs. (14), (16) e (18), veremos rapidamente que surge um
problema: o resultado diverge. Para ver isso, partamos da acdao Sy e da lagrangiana

classica do glion sem interacdo Ly (os termos de interagdo correspondem a Eq. (13)):

ur—a

1
So[A] = /d%zo N Lo= =7 Fa i N Fiy = 0,48 - 0,45, (19)
e do funcional gerador do glion livre Z;_[A] (sem incluir a fonte por simplicidade):
A 1
ZolA] = / DAe M A Si[A] = 3 / d'z Ag(z) [P — 00" | Al(x). (20)

E justamente no termo [02g" — O"0”] onde origina-se o problema do propagador do
glion!'®. Olhando para a sua representacao no espaco de Fourier, —p?gH” +ptp”, é evidente
que qualquer fator do tipo p, f(p) faz com que esse termo se anule, o que nos deixa com
Zy|A] = [DA — oo. Esta divergéncia ¢ entendida como um problema relacionado a
invariancia de gauge da teoria, pois estariamos integrando sobre configuragoes que sao
fisicamente equivalentes, ja que a integragao funcional leva em conta todas as configuracoes
possiveis do campo, inclusive aquelas conectadas por transformacgoes de gauge.

De fato, analisando a transformagcio infinitesimal do campo de gauge A, (Eq. (10)):
AZ/ = AZG — Aj + ;fo@c(x), percebe-se que, mesmo quando Aj = 0, hd contribui¢oes
do tipo 9,0%(x), o que mostra que estamos diante de uma redundancia na contagem de
estados fisicos. Faz-se necessaria alguma maneira de escolher apenas uma configuracao
representativa frente a todas as possiveis.

Faddeev e Popov (Faddeev; Popov, 1967) propuseram resolver esse problema me-
diante uma condicao de fixacao do gauge F(A), que no gauge de Lorenz corresponde a
condigao': F(A) = 9, A# = 0 (invariante de Lorentz). No procedimento de Faddeev-

Popov (FP) foi feito uso de uma generalizagao da integral da Delta de Dirac:

§ F(A?)

1 = / DO(x) §( F(A%)) ‘det <W> , (21)

13 Nesse termo foi feita uma integracio por partes desprezando termos de superficie.

%
14 Outros exemplos de condicdes sdo a de Coulomb: V- A, a temporal: Ay =0 e a axial: A3 =0.
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onde DI(x) nos permite integrar sobre as possiveis configuragoes, enquanto o §( F(A?))
garante que a integracao seja feita apenas sobre as configuragoes representativas que
cumprem com a condic¢ao da fixagdo do gauge. O jacobiano que aparece na equagao acima,
‘det (}" /)

crucial do enfoque de FP é considerar tal determinante como sendo sempre positivo'?,

, ¢ o médulo do chamado determinante de Faddeev—Popov. Uma hipdtese

algo que, como veremos mais adiante, nem sempre serd verdade.

Ao incluir o fator “1” na integral funcional do campo A, Z[A] = [ DAe*S  onde
S[A] = [d'x (—%GZVGZ“’), e usar a transformagdo de gauge do campo A, A — A% e a
invaridncia da sua acio, S[A] = S[AY], e da medida de integracio, DA — DAY (A ¢

uma transformagao linear sobre A), obtém-se:

§ F(A?)

Z[A] = / DAQDG(S(}"(AO))det< -

) Exp [i S[A%)] . (22)

A condicao de fixagdo do gauge pode ser escolhida de uma forma mais geral dentro
de uma familia de gauges covariantes onde F(A) = 9, A¥ — w,, sendo w,(z) uma fungao
escalar arbitraria. Ao usar essa condi¢ao geral e examinar o determinante de Faddeev e

Popov para uma transformagao infinitesimal do campo A (Eq. (10)), temos que:

§ F(A?) _ 0 w1 Iz = 1 #
det (50> = det <50 l@u Aa + ;(%D 9(1 — Wq = det ;a‘uD . (23)

Logo, a tnica dependéncia em A? na Eq. (22) fica nos fatores: DA? §( F(A?)) ¢S4 que

podem ser reescritos em fungao de A novamente aproveitando a invariancia de gauge:

1 )

Z[A] = /DQ/DA 5( 9 A — w, ) det (emw) ¢Sl (24)
gs

Neste ponto, adota-se uma técnica que consiste em multiplicar e integrar sobre todos os

possiveis valores de uma fun¢ao Gaussiana w?(x)/2¢ para um parametro arbitrario £. O

fator w®(x) podem entdo, ser eliminado da equagao devido as propriedades da delta de

Dirac, chegando a:

1

1 _ 1 .
ZIA] = / DA det <%8MD“> Exp [Z / d*x (—4(%”)2 — 25(auAg)zﬂ , (25)
onde os termos constantes, da forma [ D, podem ser desconsiderados (embora possam
ser infinitos), pois acabam sendo cancelados ao calcular as fungdes de n pontos (Eq. (14))
e, consequentemente, nao afetam os observaveis.

O segundo termo do fator exponencial da tltima equacao representa a parte da

15 Tsso permite deixar de lado o uso do valor absoluto no determinante.
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fixagdo do gauge:
1
2€

Com estes resultados agora sim é possivel obter o propagador do glion (Apéndice

Lor = ——(0,AM)?. (26)

E, Egs. (278) — (280)), onde duas escolhas muito usadas do pardmetro £ sdo & = 0 e
¢ = 1, que correspondem aos chamados gauge de Landau e Feynman, respectivamente!S.

Quanto ao determinante de FP, que depende do campo A, este pode ser repre-
sentado como uma integral funcional de campos anticomutativos ¢ e ¢ na representacao

adjunta!”:

det (18#7#) = [ Dez Bxp [l/ d'z 2 (—0,Dl ) | - (27)
Js

Estes sdo os chamados fantasmas de Faddeev e Popov (Faddeev; Popov, 1967), cuja
lagrangiana Lgpest = €, ( —0, D%y ) ¢, junto com a parte da fixacdo do gauge Lop, acaba
sendo agregada a lagrangiana classica da QCD, terminando aparentemente com o processo
de quantizacao.

E importante notar que ¢ e ¢ correspondem a campos escalares anticomutativos,
que violam o teorema Spin-Estatistical® e portanto nao podem ser considerados como
particulas fisicas. Estes campos s6 se acoplam de forma virtual (loops) ao campo de
gauge A}, cancelando os estados de polarizagao nao-fisicos do mesmo (Peskin; Schroeder,
1995), mas nao aparecem no espectro da QCD, sendo considerados um artificio necessario

para a quantizacao da teoria.

1.3 Fixacao de gauge e problema de Gribov

Como foi discutido rapidamente na se¢iao anterior, a proposta de Faddeev e Popov
trabalha com as hipoteses de que o determinante de FP é sempre positivo, de que a
condicao da fixagao do gauge é respeitada e de que apenas as configuragoes representativas
dos campos de gauge fisicos sao levadas em conta.

Dentre as diferentes configuragdes de um determinado campo A (Eq. (8)), conjunto

continuo este também chamado de d6rbita de calibre, as configuragoes representativas sao

16 No gauge em que ¢ = 0 (Landau), o propagador é transverso e existe uma formulacio de QCD na rede
amplamente utilizada, enquanto que a escolha £ = 1 permite simplificar consideravelmente os calculos
perturbativos.

17 Faddeev e Popov escolheram representar dessa maneira o determinante usando uma identidade para
integrais Gaussianas de varidveis anticomutativas (Berezin, 1966).

18 Campos escalares tradicionais comutam e obedecem & estatistica de Bose-Einstein enquanto que os
anticomutativos obedecem a estatistica de Fermi-Dirac.
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aquelas que intersectam apenas uma vez a condicao da fixacdo do gauge como podemos
ver na curva dada por L na Fig. (3a).

O método de Faddeev e Popov funciona muito bem a nivel perturbativo, permitindo
obter predi¢oes para a QCD no regime em que o acoplamento é muito pequeno. No
entanto, V. Gribov mostrou (no gauge de Landau) que a fixacao do gauge a la Faddeev—
Popov apresenta um problema: ela nao consegue realmente remover todas as configuracoes
equivalentes do campo A, e portanto existem Orbitas de calibre que intersectam mais de
uma vez a condicao da fixagao do gauge (Gribov, 1978). Tais configuragoes remanescentes
sao as chamadas copias de Gribov!'?. Isso é representado pela curva I na Fig. (3a)%.

A abordagem de Gribov foi desenvolvida no espago euclideano e portanto fare-

1

mos uso do mesmo nas contas a seguir’'. A lagrangiana de Yang-Mills (sem férmions

e incluindo o termo de fixacdo do gauge) no espago euclideano pode ser escrita como
(Vandersickel, 2011):

1
28

onde G}, = 0, A} — 0, A}, + gs f"bCAZAﬁ mantém uma forma matematica similar a Eq.

1 a a
~Ge,GY, —

Zocp = + Gl

(0u43)° +2 (9D ) (28)

(2), mas no espago euclideano.

A transformacao dos campos s6 depende da algebra de Lie dos geradores do grupo
e nao da natureza euclideana ou Minkowskiana dos campos. Portanto, as relagoes de
transformacao obtidas anteriormente podem ser mantidas da forma j& mostrada??. Neste
contexto, também é definido o operador de FP, M = ¢ F(A%)/60(x), sendo esta a sua
forma mais geral possivel. Para calibres covariantes lineares, esse operador pode ser escrito
como (Vandersickel, 2011):

M (z,y) = _auDZb(s(fU — ) loazo = —0Ou (au(sab - gsfabCAZ) 0(z = Y) lpazo - (29)

Podemos identificar mais claramente as configuracoes remanescentes se analisarmos
as configuracoes (AZt“)O = (A)Y que sdo copias de Gribov de Ant* = A. Nesse caso, elas
estdo relacionadas pela transformacéo de gauge A%%t* = V(A%*+i0,/g,)V" (Eq. (8)), e

tanto A quanto A? satisfazem a condicdo de Lorenz para a fixacdo do gauge F = 9A = 0:

04" =0 (V(A+id/g)V") =0, (30)

19 Singer (Singer, 1978) mostrou que tais cépias de Gribov aparecem para qualquer calibre covariante.
20 Gribov menciona que nio hé casos conhecidos do tipo L”.
21 Uma formulacio semi-euclideana da QCD pode ser encontrada no apéndice E.

22 Em (Vandersickel, 2011) é usado V(z) = Exp[—i60%(x)t*] enquanto que nés usamos o sinal +. Isto
nio gera problemas, ji que o sinal menos que pode ser absorvido por 6(x).
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Figura 3 - Orbitas de calibre

l}
Ap:af*%"‘a'm L: Al

k7§ — /_3\— -

[A]

(a) (b)

Legenda: a) Possiveis érbitas de calibre para uma dada condigao de fixagdo do gauge. Os eixos
representam as componentes transversal e longitudinal do campo A,,, respectivamente. b)
Orbita de calibre [A], Regido de Gribov (2) e regidgo Modular (A).

Fonte: a) Gribov, 1978, p 1. b) Alkofer, 2007, p. 2.

que, desenvolvendo as contas, pode ser escrita como:
gs(OVAV + g, VTAOV) +i(0VT) (V) +iVTI*V = 0. (31)

A partir da equagao anterior (Eq. (31)), podem ser estudadas as copias de Gribov para
os diferentes valores do campo A e de g,. Uma descricao detalhada e didatica, pode ser
encontrada, por exemplo, na Ref. (Sobreiro; Sorella, 2005).

Considerando apenas coépias infinitesimais, podemos verificar a relagdo entre as
copias de Gribov e os autovalores do operador de FP. Usando (A4)? = A — g—lsD“be (infi-

nitesimal), com dA = 0 e JA’ = 0, obtemos:

DA — DA — LD =0 — Mebgt — ~0,D50" = —0, (6", — g f"AL) 0" =0,  (32)

s

que nos diz que a existéncia de autovalores nulos do operador de Faddeev-Popov implica
na existéncia de copias de Gribov.

Observa-se que a equacao de autovalores do operador de FP,
M@ = (=05 + g, f*e AL, ) 0" = E0", (33)

¢ andloga a uma equacao de autovalores do tipo Schrédinger com A, atuando como um

potencial (Sobreiro; Sorella, 2005). Para valores pequenos de A,, (ou gs):
MO~ (=0%5) 0 = &6, (34)

esta tultima equacdo s6 possui autovalores positivos, & > 0. Isto significa que para

valores pequenos de A4, (ou g) de fato o operador de Faddeev-Popov é positivo definido.
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No entanto, isso nao pode mais ser garantido para valores maiores de A4, (ou gs), j4 que
em algum ponto o menor autovalor da Eq. (33), &, vai se tornar zero e depois negativo
(Gribov, 1978). No caso analogo da Eq. de Schrddinger, isso significa que o campo A, é
grande o suficiente para garantir solugoes de energia negativa (estados ligados) (Sobreiro;
Sorella, 2005). O mesmo acontece com os outros autovalores &, &3, etc?. Isso permite
dividir o espaco funcional dos campos em regices Cy, (1, ..., C,_1, nas quais o operador
M de FP possui 0, 1, ..., n— 1 autovalores negativos* (Gribov, 1978). Essas regioes estao
separadas respectivamente pelos “horizontes” [y, ls, ..., [,,, conhecidos como horizontes de
Gribov, onde o operador M de FP tem autovalor zero (Fig. (4a)).

E importante ressaltar que o fato do operador de FP possuir autovalores negativos
faz com que nao seja possivel garantir a positividade do determinante de FP (Eq. (21)).
detF ' (A%)

na medida de integracao funcional dos campos de gauge, invalidando a hipdtese do pro-

Dessa forma, torna-se necessario manter o valor absoluto do determinante,

)

cedimento de Faddeev e Popov.

1.3.1 Regiao de Gribov

Uma possivel solugao diante deste problema proposta por V. Gribov (Gribov,
1978), foi restringir a integragao funcional dos campos a uma regiao €2 (Fig. (3b)), onde a
condicao da fixacao do gauge fosse respeitada e intersectada apenas uma vez, i.e., que ape-
nas as configuragoes representativas do campo A sejam levadas em conta, o que implica

que o operador de FP seja positivo definido. Matematicamente, tem-se:
Q={As, 0,45 =0 /| M >0} . (35)

A fronteira desta regiao, €2, é o chamado horizonte de Gribov. Faz-se evidente que
a regiao Cy € a regiao {2, ja que na regiao Cy o operador de FP s6 possui autovalores
positivos, e que [ é 9Q (M® = 0) (Fig. (4a)). Algo importante que devemos mencionar
¢ que as configuracoes A, ~ 0, ou seja, o enfoque perturbativo, estdo contidas na regiao
de Gribov, ja que neste caso o operador de FP ¢é positivo (Eq. (34)).

Outro ponto relevante sobre a regiao de Gribov é que as érbitas de gauge a cruzam
pelo menos uma vez (Dell’Antonio; Zwanziger, 1991), significando assim que um campo
externo a regiao €2 tera sempre um equivalente na regiao de Gribov, tal como é mostrado

em (Zwanziger, 1982).

23 Se olharmos para o operador “restante” da Eq. (33), o trago deste termo é zero devido ao fator fave,
Logo, este operador possui autovalores negativos e positivos que somados anulam o trago do mesmo.

24 A condicio 0, A7, = 0 permite mostrar que o operador de FP é hermitiano, MT = M, logo s6 possui
autovalores reais (Sobreiro; Sorella, 2005).
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Figura 4 - Regides de Gribov e condi¢do de nao pélo

A

i ‘—p’ AL }p’%—q

|

|
|
i

| o

(a) (b)

Legenda: (a) Mostra-se um esquema das regides C,,_; e horizontes I, de Gribov. (b) Contribuigdes até
ordem g2 na inversa do operado de FP G(k, A) 4.
Fonte: (a) O autor, 2023. (b) Vandersickel, 2011, p. 58.

Tudo isto justificaria a restrigdo da integracao funcional a regiao Cy (2) pelo fato
de sempre ser possivel encontrar um campo A na regido C,, equivalente a um campo A na
regiao C,,_1, tal como podemos ver na Fig. (4a). Uma demonstra¢io para campos muito
préximos do horizonte [y, Ae A nas regioes (' e (), respectivamente, como podemos ver
na Fig. (4a), pode ser encontrada em (Gribov, 1978; Sobreiro; Sorella, 2005).

Outras propriedades da regiao €2 foram demonstradas pelo proprio Gribov em 1977
e estao demonstradas, de forma mais pedagdgica e com grande detalhe nas Refs. (Sobreiro;
Sorella, 2005; Vandersickel, 2011; Vandersickel; Zwanziger, 2012).

1.3.2 Regiao Modular Fundamental

Restringir a integracao funcional a regiao de Gribov parece uma opgao viavel.
Porém, nesta regiao ainda existem configuragoes equivalentes (Baal, 1992; Vandersickel,
Zwanziger, 2012). Mais exemplos disto, incluindo calculos analiticos, sdo dados em (Il-
derton; Lavelle; McMullan, 2007; Landim et al., 2014). Copias de Gribov na regiao (2
foram verificadas também em teorias de gauge na rede (Cucchieri, 1997; Hughes; Mehta,
Skullerud, 2013).

Ja que a regido de Gribov ainda contém copias, uma alternativa seria procurar
uma regiao, contida em 2, ainda mais fundamental e livre de copias (Zwanziger, 1994).
Essa regiao, representada por A (Fig. (3b)), é conhecida como a regiao modular fun-
damental (FMR). Pelo fato de A estar contida em Q (A € ), ela naturalmente herda

propriedades da regiao de Gribov, i.e., A é uma regiao fechada e com fronteira 0A, que
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coincide parcialmente com a fronteira 92, 9A N9 (Fig. (3b))*. Enquanto ainda nio se
conhece uma maneira satisfatoria de implementar a FMR na integragao funcional (Wil-
liams, 2003), na regiao de Gribov podem ser efetuados os célculos para as fungoes de
correlacao. Em 2003, Zwanziger apresentou a conjectura de que nao ha uma diferenca
significativa entre os calculos obtidos para as fungoes de correlacao através da FMR ou da
regiao de Gribov (Zwanziger, 2004). Além disso, na Ref. (Cucchieri, 1998b) é mostrado
que nao ha diferencas significativas nas fungoes de correlagao calculadas na rede para A,
quando comparadas com as calculadas para {2 (Cucchieri, 1997).

Em conclusao, a quantizacao e restricdo da integral funcional, na teoria de Yang-
Mills, deveria ser feita através da FMR, mas, como aparentemente as copias remanescentes
na regiao de Gribov nao desempenham um papel significativo, as mesmas poderiam ser
desprezadas, efetuando-se os calculos de interesse da teoria apenas usando a regiao 2.
Conjectura-se, assim, que as configuragoes representativas se encontram na regiao definida
pela intersecao da regidao de Gribov e a FMR, 992 N OA (Zwanziger, 2004; Greensite;
Olejnik; Zwanziger, 2004).)

1.3.3 Condi¢ao de nao polo

Gribov (Gribov, 1978) foi o primeiro a mostrar que restringir a integragao funcional
a regiao (), no gauge de Landau, traz profundas consequéncias para as caracteristicas
dos propagadores dos gltions e dos ghosts. Essas novas caracteristicas dos propagadores
parecem indicar que as copias de Gribov desempenham um papel importante no estudo
e compreensao da teoria de Yang-Mills na regiao infravermelha.

A restri¢ao da integracao funcional se faz mediante a implementagao do fator V' (2)

no funcional gerador, onde Z[J| — Zg[J]:
ZalJue] = D8] V(©) Bxp [— [ e (Lovr+ Lop + Lop + L) (36)

sendo a medida [D¢| dada pelo produto [DA][D¢|[Dc], e Jg. representa as fontes J, .

e x que correspondem aos campos A, ¢ e ¢, respectivamente. As lagrangianas sao (Eq.
(28)):

1
2€

enquanto que os termos proporcionais as fontes encontram-se em %, = JJ A + xic* +

1
SGeGh, N Lop = —

$YM:+4 v

(0,A%° A Lpp = (9,D) ¢, (37)

ch .

25 A apresenta cépias na fronteira dA, enquanto que a regido interna é livre das mesmas (Baal, 1997).
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Para chegar no resultado da expressdo de V(2), Gribov usou o fato de que a
funcao de correlagao de dois pontos dos ghosts esta relacionada & inversa do operador de
FP (valor esperado). A expressao dessa fungao de correlagao dos ghosts (acoplados a uma

fonte externa), na integral funcional, é:
_ 4:1? ca acy ¢ v a —1
(@) (y)) o [[DEDA o) ely) e "= OPVEHL) o (D) L (38)

Na tltima passagem, usando uma identidade?, foram integrados os campos de FP.

Esta relagao dada na Eq. (38) foi muito importante, porque permitiu obter infor-
magao de como construir o fator V(§2). Como este precisa restringir a integragdo numa
regido onde o operador de FP seja positivo definido (M > 0), entdo a sua respectiva
inversa precisa existir e nao pode apresentar divergéncias. A associacao com a fungao de
correlacdo de ghosts permitiu sondar sob quais circunstancias a inversa do operador M
nao apresentaria polos. Para isso, o passo seguinte de Gribov foi obter o resultado do

propagador do ghost renormalizado a 1 loop, que no espaco de momentos é:

_ 1 1
W (1 - 8N Log (A2/k2)

4872

G(k*)

(39)

)(3/22)(3/2—6/2) ’

onde A é um cutoff ultravioleta e £ é o pardmetro de gauge (¢ = 0 no gauge de Landau).

Ao analisar a Eq. (39), podemos notar rapidamente que existem 2 p6los, um deles
_ 4871'2
para k? = 0 e o outro para k3 = A?e¢ 9V . O primeiro p6lo, vindo de 1/k?, corresponderia

a um valor nulo do operador de FP. Dado que, para qualquer outro valor de k, o fator
1/k? é positivo, entdo M > 0, o que significa que estamos dentro de . Portanto, quando
k* — 0 estarfamos nos aproximando do horizonte de Gribov, onde M|gq = 0. O termo
restante da Eq. (39) nem sempre serd positivo para um dado k*. De fato, para um
k* < k2, a expressdo se torna complexa (C), indicando que ndo estamos mais dentro da
regiao de Gribov, onde hé apenas autovalores reais do operador de FP.

A partir dessa andlise, pode-se argumentar que o papel do fator V(2) é restringir
a integracao funcional a uma regiao onde o operador de FP seja sempre positivo e que ao
mesmo tempo nao desenvolva pélos, além da singularidade em k? = 0. Esta é a chamada

condicao de ndo polo. Ela é construida a partir do calculo da transformada de Fourier

26 Para varidveis de Grassmann €, c, X, X« e um operador B, pode-se obter a seguinte equivaléncia
(Peskin; Schroeder, 1995; Ryder, 1996; Vandersickel, 2011):

I= /[DE][DC]EXP [/ d'z d'y e (x)B*(z,y) " (y) +/d4xx‘i(af)0“(w) + 2 (y)x"(z)

1

[ = N, det(B) Exp [— [ty i ()] x”<y>} |
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G(k, A)y da inversa do operado de FP. Até ordem g2, esta recebe contribuigoes vindas
dos diagramas mostrados na Fig. (4b), onde o campo A é considerado um campo classico

externo (aproximacao semi-classica de Gribov). O resultado é o seguinte:

Gk, A = 75 (14 o(h, A)) G (40)

sendo o(k, A) o fator de forma de Gribov, cuja expressao é:

1 1 @3N kuk, [ diq A (—q)Al(q) qud
kA) = — “ / o oD (5 Aul A1
O'( s ) Vd_1N2_1 k2 (27T)d (k_q)2 I q2 ) ( )

onde foi introduzido um fator de volume V a fim de manter a dimensionalidade correta.
A condicao de nao poélo dita, entdo, que o(k, A) (Eq. (41)) seja menor que um, ou
seja o(k, A) < 1, Yk. Como também ja foi mostrado que o(k, A) decresce com k, temos
que o(k,A) < 0(0,A), e o(k, A) atinge o seu valor maximo quando k& — 0, ou seja, na
fronteira da regiao de Gribov. Logo, a condicdo de nao pélo, que garante a positividade
do operador de FP, esta ligada a relacao:
11 ¢*N [ d'q AL(=q9)AL(9)

0(0,A) <1 A 0(0,4) = %:12%0(]{;,14) = VaANT 1 o) " : (42)

Finalmente, usando a condi¢ao de nao pélo, Gribov propds construir explicitamente
o fator V(Q2) fazendo uso da representagao integral da fun¢ao degrau (fun¢ao de Heaviside),

de modo que®”:

100+4-€ dﬁ Y
V(Q) =00 -0(0,4) = [ Tt (43)

1.3.3.1 Propagador do glion e do ghost na regiao de Gribov

Ao usar a restricao V(£2) no gerador funcional (Eq. (36)), esta sé modifica a agao de
Yang—Mills, pois 0(0, A) sé depende do campo Af,. Portanto, o cdlculo do propagador livre
do glion serd afetado, para o qual apenas é necessaria a parte quadratica da lagrangiana
de Yang—Mills, (F lj‘,/)g = (8NAl‘ﬁ — 8VAZ)2, e sua respectiva fonte J:

1

ZolJ] = [[PAV(©) Exp l—/ddw (iFﬁuFﬁv T2

(9.42)" Jg(:r)AZ(:v)ﬂ L (44)

2T Detalhes sobre o célculo das Egs. (40)—(42) podem ser encontrados em (Gribov, 1978), e com mais
detalhes em (Sobreiro; Sorella, 2005; Vandersickel, 2011).
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No espago de Fourier, tem-se (vide Apéndice E, Egs. (278) — (280)):

a7 |- [ o (-3 (2) ) - T A00) | )
sendo:
K (p) = [52 Nf g 1 ;25,” o k2 (é _ 1) kukV] , (46)

onde o termo adicional, proporcional a 1/k?, vem do fator e #7(4) (Eq. (42)).

Com isso, pode-se obter o propagador do glion no espaco de Fourier®®:

Aa A 52 a —1/2 a -1
(D) B0)) = 5y U1 = € [ 485 455 (aerrczh() " (K22 0)
(As(-p) A(p)) = € [aBel® ( K“"( )) p (47)
com f(f3) sendo uma funcio que contém o fator (detK)~'/? (Vandersickel, 2011):
_ d—1 dq B 2Ng* 1
) =0~ Logls] = VIR 1) [ s (4 ). (48)

O parametro 5 da Eq. (47) é integrado usando a aproximagao de ponto de sela (no
limite termodindmico, V' — o0) considerando que: (i) a principal contribuicao a integral
venha das vizinhangas do seu ponto estacionario (3, e (ii) (Kzl’i (p)) ~ ndo seja uma funcio

muito oscilante. A integral pode entao ser aproximada pelo seu valor em fy:

[ dBer® ~ ef00 n £ (8) = (49)
A partir da equacao anterior, é obtida a seguinte relagao:
1 d-1 diq 1 By 2Ng?
l=—+——Ng* / — A== 50
Bo ! Y+ " T V(N - 1d (%0)

onde, a fim de se obter um fator ~ finito, foi considerado que By ~ V', e portanto o fator

3y ! tem contribuicdo nula na Eq. (50), chamada de equacao de gap. Sendo assim, conclui-

28 Para varidveis vetoriais {AZ, Jﬁ} e um operador B, pode-se obter a seguinte equivaléncia (Peskin;
Schroeder, 1995; Ryder, 1996; Vandersickel, 2011):

Iy = / (DAJExp { / dhz dy A%(2) B (2,y) Ab(y) + / P Jg(x)A;(x)]

o ()2 Bxp [+ [ e dty T30 (i) )]
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se que o fator v, que possui unidades de massa e é conhecido como parametro de massa de

Gribov, nao é um parametro livre; seu valor é determinado de maneira auto-consistente

pela equacgao do gap, onde este funciona também como um regulador infravermelho.
Finalmente, o propagador do glion no gauge de Landau modificado pela restri¢ao

a regiao de Gribov serd, a partir da Eq. (47)):

- _ -1 p2 Pubv
Ao (—p) A1 :C/d e/ (Fceb ’ _ g 5 — PPV ) 51
(As(-p) Ab(p)) B (Kw) | =0 (= (51)
onde foi escolhido Cef(%) = 1 como normalizacio do propagador.
Usando os resultados do propagador do glion, podemos calcular o propagador do
ghost, a partir das Eqs. (38), (40) e (41):
1 1

diqg ¢ k.k, Qudv
2\ __ abi 2 7 _ Yp
Gull) = % ey N o= [ s (v %) @2

que, quando k? — 0 (d = 4), comporta-se como (Vandersickel, 2011):

128722 (57“6

NE W (53)

Gablag =

Em conclusdo, ao implementar a restrigao de Gribov V(2) a integragao funcional,
os propagadores tanto do glion quanto do ghost sofreram modifica¢oes. O primeiro (Eq.
(51)) é suprimido no infravermelho, <14~lZ(—p) A (p) >‘ o 0 diferente do resultado

p

divergente, 1/p?| pso —> 00, do enfoque perturbativo usual, enquanto que o segundo (Eq.
(53)) adquire um comportamento mais singular (1/k?*) do que aquele previsto pelo enfoque
perturbativo a la FP (1/k?%). Vérios anos depois, Zwanziger (Zwanziger, 1989b; Zwanziger,

1993) formularia uma acao local?

para a teoria de Yang—Mills implementando também a
restrigdo da regiao de Gribov a integral funcional: a acdo de Gribov-Zwanziger (GZ).

Os resultados das Egs. (51) e (53) foram considerados corretos durante muito
tempo (Cucchieri, 1998a; Cucchieri, 1999; Bloch et al., 2004; Furui; Nakajima, 2004;
Oliveira; Silva, 2005), até que nas Refs. (Cucchieri; Mendes, 2008b; Cucchieri; Mendes,
2008a) foi mostrado (para d = 3 e 4) que realmente o propagador do glion satura num
valor nao nulo no infravermelho e que o propagador do ghost nao é ampliado no infra-
vermelho. Esses resultados levariam a proposta de um “refinamento” do modelo GZ em
compatibilidade com os resultados da rede (Dudal et al., 2008b) — a chamada teoria de
Gribov-Zwanziger refinada, que serd apresentada brevemente no préximo capitulo.

Um ponto importante que devemos ressaltar ¢ que o propagador do glion obtido

por Gribov (Eq. (51)), apresenta pélos imaginarios em p? = +iv% Essa estrutura

29 Lembrar que a abordagem de Gribov se vale da inversa (ndo local) do operador de FP.
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com poélos imaginarios, que no modelo RGZ se tornarao complexos, viola o axioma de
reflexdo de positividade. Dessa maneira, ndo é mais possivel interpretar o glion como
uma particula que faga parte do espectro fisico, o que poderia indicar a presenca de
confinamento. Ou seja, matematicamente, isto pode ser entendido como os gliions estando

confinados pela presenca do vinculo do horizonte de Gribov, através do fator da massa de
Gribov.



42

2 MODELOS EFETIVOS CONFINANTES PARA QCD

Atualmente, é bem aceito que a QCD consegue descrever as propriedades da in-
teragao forte. Por um lado, uma delas, a liberdade assintética, permite que o enfoque
perturbativo forneca uma excelente descricao da fenomenologia da interacao forte em al-
tas energias. Por outro lado, em baixas energias, temos o fenomeno do confinamento,
para o qual ainda nao existe uma descrigdo e/ou demonstracao analitica derivada a partir
de primeiros principios, que seja completamente satisfatéria e que nos permita entender
0 mecanismo que o gera.

O estudo do comportamento da QCD em baixas energias ¢ fundamental, entre
outras coisas, para entender um pouco mais sobre o confinamento e ter uma descrigdo
completa da fenomenologia da fisica hadronica no infravermelho. Esta tltima, mesmo
nao entendida completamente, em geral nos leva a aceitar que tanto os quarks quanto os
glions estao confinados. A tudo isso devemos acrescentar o fato de que existem simulagoes
numéricas que respaldam as propriedades confinantes da QCD neste regime de energia.

O problema do confinamento, ainda hoje, ¢ uma das questoes nao resolvidas mais
importantes da fisica teérica, e portanto uma fonte de estudo muito ativa. Dentre os
diversos estudos e abordagens que tentam entender alguns aspectos do confinamento,
aparecem os modelos fenomenoldgicos que, mesmo incompletos ou com aproximacoes,
oferecem boas informagdes sobre a regiao infravermelha da QCD.

Dentre os diferentes modelos fenomenolégicos estao aqueles motivados pelas con-
sequéncias das coépias de Gribov (Secao 1.3) nos propagadores da QCD (YM especifi-
camente) e, ao mesmo tempo, pelo comportamento desses propagadores nas simulagoes
numéricas de QCD na rede. Em particular, estamos interessados nesse tipo de modelo
baseado no comportamento do propagador do glion.

Hoje em dia, é bem aceito que o propagador do glton, diferente da predicao pertur-
bativa, nao diverge para momentos baixos, mas pelo contrario satura num valor finito na
regiao de baixos momentos. O fato do propagador do gliion saturar num valor finito, para
momento nulo, exige uma andlise teérica cuidadosa, mas esse valor finito ¢ comumente
entendido como a aparicdo de uma escala de massa na regiao infravermelha.

Como ja discutimos no capitulo anterior, a QCD é uma teoria invariante de gauge,
e tal invaridncia exige que o glion seja uma particula sem massa. Porém, diante dos
resultados obtidos até a atualidade nas simulagoes do propagador do glion em QCD na
rede, opta-se por interpretar esse comportamento como uma geragdo dindmica de massa
para o glion devido as fortes interacoes e auto-interagoes da QCD na regiao infravermelha.

Tal termo de massa nao deve ser confundido como a massa de uma particula (ou
estado assintdtico) mas deve ser pensado como um termo de massa efetiva que depende

da escala de energia e que desaparece para altos momentos, preservando assim a renor-
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malizabilidade e invaridncia de gauge da teoria.

Nas sec¢oes seguintes discutiremos as diferentes propriedades e caracteristicas de
alguns modelos que apresentam termos de massas (infravermelhas) no propagador do
glion. Finalmente, nos capitulos seguintes usaremos esses propagadores com massas
infravermelhas e estudaremos o impacto fenomenoldgico deste tipo de propagador em

alguns observaveis da teoria.

2.1 Alguns enfoques nao perturbativos para a QCD

Antes de entrar na descricao dos modelos usados nesta tese, achamos conveniente
fazer uma rapida descricao de alguns enfoques nao perturbativos que complementam o
estudo da QCD no infravermelho, e que de um ou outro modo tém relagao direta ou
indireta com os cédlculos apresentados aqui, seja por meio da comparagao com os dados
dos seus resultados ou com expressoes analiticas.

Dentre os enfoques que resumiremos nesta se¢ao estao o método numérico (com-
putacional) de QCD na rede, cujos resultados atualmente servem como um ponto de
referéncia para outros métodos. Além disso, faremos uma breve revisao de uma aborda-
gem numérica ou semi-analitica amplamente utilizada: as equagoes de Schwinger-Dyson
(SDE), que pertencem ao conjunto de métodos funcionais (Huber, 2020) (p. 18-30), en-
tre os quais, por exemplo, também se encontra o método do grupo de renormalizagao
funcional (FRG).

Este ultimo nao abordaremos em detalhes aqui, mas podemos dizer que é uma
abordagem nao perturbativa com uma implementacao moderna da ideia de Wilson sobre
o grupo de renormalizacdo e a sua integracao por camadas de momento. O elemento
principal deste enfoque é a acdo efetiva 'y, cujas flutuagdes quanticas para momentos
p? > k? sao integradas, e k atua como uma escala de corte no infravermelho. A acdo
efetiva I'y, por meio das suas equagoes de fluxo exatas, pode interpolar entre a acao
classica no UV e a agdo efetiva quantica no infravermelho (Wegner; Houghton, 1973;
Wilson; Kogut, 1974; Ellwanger, 1994; Gies, 2012; Litim, 2001; Braun, 2012; Dupuis et
al., 2021). Podemos citar alguns dos resultados do método FRG: o célculo do potencial
entre quarks no gauge de Landau (Ellwanger; Hirsch; Weber, 1998), propagadores da
QCD e interagoes efetivas entre quarks (Bergerhoff; Wetterich, 1998), condensado e massa
efetiva para o glion (Horak et al., 2022), ou resultados ligados a teoria da QCD em geral
(Pawlowski, 2001; Gies; Wetterich, 2004; Pawlowski et al., 2004; Dupuis et al., 2021).
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Figura 5 - Propagador e vértice para o ghost nas SDE

Legenda: Representagio esquemética das SDE para o (a) propagador do ghost (b) Vértice ghost-glion.
Em ambos os casos os circulos pretos representam quantidades vestidas.
Fonte: Fischer, 2006, p. 12-13.

2.1.1 Equacgoes de Schwinger-Dyson

As equagoes de Schwinger-Dyson (SDE) (Dyson, 1949; Schwinger, 1951a; Schwin-
ger, 1951b) sdo um conjunto infinito de equagoes acopladas nao lineares, derivadas no
contexto da integragdo funcional, que representam as equag¢oes de movimento de uma
teoria quantica de campos e portanto estao relacionadas as func¢oes de Green. Conforme
discutido anteriormente, estas func¢oes fornecem toda a informacio quéntica da teoria, o
que em principio permite calcular qualquer observavel em termos delas.

Essas equagoes podem ser derivadas a partir da consideracao de que a integral
funcional de uma derivada total é zero®". Aplicando tal propriedade ao gerador funcional,
Z|[J], obtém-se:

/[D(I)] (_gg + J(m)) o5+ [ dlz (@) I(x)) — <_gi + J(x)> =0, (54)

onde, apds mais uma derivada com respeito a fonte J(z), obtemos as SDE para o campo
.

O exemplo mais simples das SDE na QCD, cuja derivacao pode ser encontrada na
ampla literatura das SDE (Roberts; Williams, 1994; Alkofer; Smekal, 2001; Fischer, 2006;
Papavassiliou, 2022), é o do propagador do ghost. Para se ter uma ideia da estrutura

desse propagador neste formalismo, podemos partir de:
SQCD + Sfontes = S/ + /ddaj Eaau (auéac + gfabcAz> ¢ + /ddﬂf (X(ica + ﬁlxa) ) (55)

/ 7/ . /
onde S contém os outros termos relacionados aos glions, quarks, termo de gauge e fontes

relacionadas & QCD (Eq. (37)), que ndo se misturam com os ghosts. Usando a Eq. (55)

30 Dadas as condigdes de contorno apropriadas (cf. (Collins, 1986), p. 13-15).
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e tomando a derivada com respeito a x¢, a Eq. (54) para o anti—ghost ¢* pode ser escrita

COIMoO:

05, h_ e ac —a ac abc c
<8Ea(gx) ¢ (y)> =0"0(x —y) N Sen= /ddxc Oy (@5 +gf" AZ) c. (56)
Usando % = 0,D;c® e manipulando os termos resultantes com ajuda das pro-

priedades da delta de Dirac, o lado esquerdo da Eq. (56) pode ser reescrito como:
P (c*(z) () + / dz d"w (gf*0,.0(z — 2)d(z — w) (Al (2)c (w) (y))) | (57)

onde (c*(z)c(y)) e <A2(z)cd(w) Ec(y)> correspondem as fungdes de correlagao completas
de 2 e 3 pontos, respectivamente, e podem ser relacionadas ao propagador do ghost,
G*(x — y), e ao vértice ghost-glion, oc —D% (z — t) GY¥ (w — u)T/9(t, u,v) G%(v — y)
(fungoes conectadas)?'. Apés uma série de manipulagoes (Alkofer; Smekal, 2001) na Eq.

(57), teremos que a Eq. (56) para o ghost fica:

[/ d® 6(x — v)9? §%9 — /ddz dw d du dv (gf“bdau,zé(z —x)0(z — w)) X

DY (= = 1) GY (w — )Tt u,0)] G0 — ) = 5°°8(x — ), (58)

da onde, por defini¢do, podemos reconhecer que a expressao em colchetes na equacgao an-
terior (58) representa a inversa do propagador completo ou vestido do ghost, i.e. incluindo
todas as interagoes referentes a esse propagador.

O formalismo nao perturbativo das SDE faz uso de diagramas provenientes da
interpretacao a la Feynman da teoria de perturbacao. Assim a interpretacao pictorica da
Eq. (58) pode ser expressada pelos diagramas da Fig. (5a), onde o inverso do propagador
vestido do ghost, representado como uma linha tracejada com uma bola cheia, é dado
pela soma do inverso do propagador livre (linha tracejada), que corresponde ao termo 9?
na Eq. (58), mais a corregao a um loop. Esta ultima é, por sua vez, dada pelo resto
dos termos da mesma equacao, em que pode-se reconhecer que o termo proporcional
a gf™49, . representa o vértice ghost-gliion a nivel de &rvore, enquanto que os termos
Db (z—t), ¥ (w—u) e Tf9(t, u, v) representam os propagadores vestidos do glion (linha
espiral) e do ghost e o vértice ghost-gliion completo, respectivamente??.

Outro exemplo relativamente simples de mostrar, ¢ o do vértice ghost-glion®?, que

aparece na Fig. (5b). O vértice ghost-glion vestido pode ser expressado como a soma da

31 No capitulo 11 da Ref. (Peskin; Schroeder, 1995) pode-se encontrar detalhes sobre estas manipulagoes.
32 Nesta derivacdo, por simplicidade, fatores de renormalizacio forma omitidos.

33 Contas sobre a derivagdo desse vértice podem ser achadas, por exemplo, no apéndice da Ref. (Schlei-
fenbaum et al., 2005) ou no apéndice B da Ref. (Schleifenbaum, 2004).
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contribuicao a nivel de arvore mais a correcao a um loop, que envolve o proprio vértice
ghost—glion vestido e as corre¢oes dos propagadores vestidos do ghost e do glion. A partir
das Figs. (5a) e (5b), podemos observar a natureza recursiva (infinita) das fungoes de
correlacao calculadas no contextos das SDE. Em geral, neste formalismo, as quantidades
completas aparecem com um circulo vazio ou cheio.

Usando a Eq. (54), podemos obter todas as fungoes de correlagdo de uma teoria.
No caso da QCD, além do propagador do ghost (Eq. (58)), podemos obter obter os
propagadores do glion e do quark, e os vértices tri—glion, quadri—glion, quark—glion e
ghost-glion. No6s nao vamos nos aprofundar no calculo dessas fungdes, mas sim focar um
pouco nas consequéncias dos seus comportamentos infravermelhos.

Um caso interessante ¢ o do vértice ghost—glion, ja que pode ser mostrado que
no limite de baixos momentos, o vértice completo se comporta como o vértice a nivel de
arvore (Marciano; Pagels, 1978; Smekal; Alkofer; Hauck, 1997; Smekal; Alkofer; Hauck,
1998; Fischer; Alkofer; Reinhardt, 2002; Fischer; Alkofer, 2002). Essa caracteristica do
vértice ghost—glion foi usada nas SDE para mostrar uma relagdo no infravermelho entre

os propagadores do glion (D(p)) e do ghost (funcao vestida F(p)):
D(p* = 0) oc (p)"471 A F(p* = 0) o (p?) 7" (59)

Nesse limite e em quatro dimensoes, os fatores K tém a relacdo K4/2 = K. = k, onde
Kk ~ 0.595 (Zwanziger, 2002; Lerche; Smekal, 2002)34.

Da Eq. (59), pode ser rapidamente percebido que, no infravermelho e para k > 0.5,
o propagador do gliion tende a zero, D(p* — 0) — 0, enquanto que o propagador do ghost,
1/(p*)'**, é mais divergente que a nivel de arvore, 1/p?. Essa ficou conhecida como solugao
scaling, e na época foi considerado como um indicio do confinamento de cor (Kugo; Ojima,
1979; Zwanziger, 2004).

Os acoplamentos da Yang—Mills (sem quarks), definidos a partir dos préprios vér-
tices e de forma nao perturbativa e invariante pelo RG (Alkofer; Fischer; Llanes-Estrada,
2005), quando considerados os resultados da solucao scaling (Eq.(59)), tendem a valores

constantes nao-nulos (dependentes do esquema de renormalizagao), C;:

dra(p) = g p*D(p) F2(p) "= C1 A o®(p) PR G A a%(p) PR ¢y (60)

Tal propriedade foi interpretada como um ponto fixo no infravermelho (Aguilar; Natale;
Rodrigues, 2003; Pawlowski et al., 2004).

Acredita-se que o comportamento infravermelho das fungoes de correlagao da QCD
pode nos revelar indicios do confinamento. O exemplo mais pratico disso, é o do potencial

estatico linear entre um par quark—antiquark, que depende da convolugao do propagador

34 Os célculos iniciais mostravam um valor maior, x ~ 0.92 (Smekal; Alkofer; Hauck, 1997).
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do gliion com a constante do acoplamento (vértice quark—glion), integrando este que deve
se comportar como 1/p* no infravermelho. Diante de um acoplamento constante como o
suposto acima, esse comportamento recai sobre o propagador. Mandelstam (Mandelstam,
1979), que realizou a primeira aproximagao nas SDE para o propagador quenched (sem
quarks) do gliion no gauge de Landau, obteve um comportamento 1/p* no infraverme-
lho. Outro tipo de solugao viria depois (Cornwall, 1982; Cornwall; Papavassiliou, 1989;
Papavassiliou; Cornwall, 1991; Aguilar; Natale, 2005), onde o propagador do glion se

~1 com m*(p? = 0) — m, (constante), sendo o fator de

comportava como (p* + m?(p))
massa m(p), interpretado como uma massa dindmica para o glion. Ambos os tipos de
solucoes reproduzem o comportamento perturbativo para o propagador do glion®®. A
solugao scaling entrava em conflito com a ideia do potencial o< 1/p? no espaco de Fourier
no limite infravermelho. Uma forma de contornar isso foi propor (Alkofer et al., 2009)
que, diferentemente do vértice ghost-glion, o vértice quark—glion era singular no infraver-
melho, levando a um acoplamento quark—glion singular, a%(p* — 0) oc 1/p%. No célculo
do kernel do espalhamento quark-quark, junto com o propagador scaling do glion, isto
gerava um comportamento 1/p*, produzindo um potencial linear confinante.

Na Fig. (6a), mostram-se resultados (quenched) para o acoplamento calculado a
partir do vértice ghost-gliion obtidos a partir da solugao scaling das SDE (Fischer; Alkofer,
2002; Fischer; Pennington, 2006), e na rede (Sternbeck et al., 2005). Atualmente (Duarte;
Oliveira; Silva, 2016), o acoplamento do vértice ghost-glion possui um comportamento
similar aos dados da Fig. (6a), tendendo a zero como p* (Fig. (12b)), algo que outras
solugdes no formalismo das SDE conseguem reproduzir também (Ferreira, 2022; Aguilar
et al., 2022).

Na Fig. (6b), é mostrada a fungao vestida do gliion, comparando entre os resultados
das SDE e os da rede. Em ambos os casos, sao mostradps resultados na aproximacao
quenched (SDE: (Fischer; Alkofer, 2003) e rede: (Sternbeck et al., 2005; Bowman et al.,
2004)) e unquenched, que inclui quarks dindmicos (SDE: (Fischer; Alkofer, 2003) e rede:
(Bowman et al., 2004)).

Os dados atuais da rede no gauge de Landau (Cucchieri; Mendes, 2008b; Cucchieri;
Mendes, 2008a; Bogolubsky et al., 2009; Dudal; Oliveira; Silva, 2018) mostram que os
propagadores da Yang—Mills no infravermelho, nao se comportam como na solugao scaling,
i.e., o propagador do glion nao é nulo e sim tende a um valor constante Dy, como o faria

um propagador massivo. Por outro lado, o propagador do ghost se comporta como a nivel

35 Em (Buttner; Pennington, 1995b; Buttner; Pennington, 1995a), podemos encontrar uma discussio
interessante sobre o comportamento do propagador do glion no infravermelho (1/p? e/ou 1/p*) e suas
possiveis implicagoes relacionadas ao confinamento.



48

Figura 6 - Acoplamento ghost-gliion e propagador do ghost na SDE vs QCD na rede
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Legenda: (a) Comparacao do running (quenched) do acoplamento ghost—gliion calculado nas SDE e na
rede. Em ambos os casos o acoplamento é definido pela Eq. (60). (b) Fungéo vestida do
glion, Z(p) = p>D(p), comparada com dados da rede. Mais detalhes no texto.

Fonte: Fischer, 2006, p. 23, 31.

de arvore, com uma funcao vestida constante Fy:
D(p* = 0) = Dy A F(p> = 0) — F,. (61)

Esses novos resultados da rede levaram a procura de um outro tipo de solugao nas
SDE que fosse consistente com a rede. Na verdade, solugoes das SDE que utilizavam
aproximacoes diferentes e obtinham um propagador do glion finito no infravermelho ja
existiam antes das simulagoes da rede (Boucaud et al., 2008a; Boucaud et al., 2008b;
Aguilar; Binosi; Papavassiliou, 2008). Essa solugio ¢ conhecida como decoupling®, tam-
bém chamada de solugdo massiva. A solucdo scaling é um caso particular da familia de
solugoes decoupling (Fischer; Maas; Pawlowski, 2009)3".

Em principio, a formulagdo das SDE gera um sistema de equagoes exato, mas
recursivo e infinito, sendo muito complicado ou até impossivel de resolver sem alguma
aproximacao. Por isso, neste formalismo sao usados esquemas de truncamento na or-
dem das equacoes (Smekal; Alkofer; Hauck, 1998; Maris; Roberts, 2003; Bashir; Raya,
2006; Aguilar; Binosi; Papavassiliou, 2008; Huber; Smekal, 2013; Aguilar et al., 2022), e
implementados Ansdtze, i.e. hipdteses sobre a forma funcional e tensorial, para o compor-
tamento das diferentes fungoes de correlacdo completas. Tudo isso é feito cuidando para
que as SDE preservem as propriedades e simetrias da teoria.

Atualmente, e usando a solugao decoupling com seus respectivos truncamentos, o

formalismo das SDE consegue manter resultados que concordam com os dados de QCD

36 Nomeada assim porque os expoentes das funcdes do glion e do gléion nio estdo mais vinculados.

37T Uma andlise rédpido disto pode ser achado em (Greensite, 2011), p. 155-157.
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na rede (dentro das incertezas dos dados). No caso do propagador do glion, podemos
citar (Binosi; Ibanez; Papavassiliou, 2012; Strauss; Fischer; Kellermann, 2012; Ibanez;
Papavassiliou, 2013; Aguilar; Ibanez; Papavassiliou, 2013; Aguilar; Binosi; Papavassiliou,
2016). Para os propagadores do glion, do ghost e do quark, ha também a Ref. (Meyers;
Swanson, 2014), que resolve o caso unquenched. Para os vértices, temos: o vértice ghost-
glion (Aguilar; Ibanez; Papavassiliou, 2013), o tri—glion (Aguilar et al., 2020; Aguilar
et al., 2023), o quadri—glion (Binosi; Ibanez; Papavassiliou, 2014; Cyrol; Huber; Smekal,
2015), o quark—glion (Alkofer; Fischer; Llanes-Estrada, 2005; Alkofer et al., 2009; Agui-
lar et al., 2012; Oliveira; Frederico; Paula, 2020). Sobre as constantes de acoplamento
associadas a esses vértices, que até onde a rede mostra possuem valores finitos (Aguilar;

Binosi; Papavassiliou, 2010; Binosi; Ibanez; Papavassiliou, 2013).

2.1.2 QCD na rede

O formalismo de QCD na rede (Lattice QCD), se valendo de simulagdes numéricas,
é atualmente uma das principais ferramentas nao perturbativas e de primeiros principios
que permitem estudar as propriedades da interacao forte no regime infravermelho e conec-
tar a fisica dos hadrons com a dos seus constituintes: quarks, gliions e o mar de particulas
virtuais coloridas (Montvay; Munster, 1997; Ratti; Bellwied, 2021).

O método de QCD na rede, originalmente idealizado para provar o confinamento

dos quarks (Wilson, 1974), consiste na quantizagdo de uma teoria de campos de gauge

Figura 7 - QCD na rede, discretizagdo e resultados
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Legenda: (a) Representagio esquemdtica de uma rede de tamanho L e espagamento a. (b) Massas dos
hédrons my, calculadas na rede (pontos) vs. valores experimentais (linhas).
Fonte: (a) Ratti; Bellwied, 2021, p. 7. (b) Aoki et al., 2003; Luscher, 2003, p. 5.
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38 H

numa rede discretizada no espago euclideano®® (x%;). Este método preserva a invaridncia
de gauge da teoria e nao precisa de fixagdo de gauge, ja que os campos sao quantidades
discretas (varidveis angulares). Por outro lado, o método quebra a simetria rotacional
e a de Lorentz, mas espera-se que esses efeitos possam ser eliminados com uma analise
sistemética do comportamento conforme o espagamento de rede (vide Fig.7a diminui.

O objetivo deste método é proporcionar uma maneira de calcular, por meio do
formalismo funcional e de forma nao perturbativa, algumas quantidades de interesse,
como fungoes de correlagao, massas, acoplamentos, constantes de decaimentos, etc, que
estejam relacionadas com a teoria de campos em questao (Montvay; Munster, 1997; Ratti;
Bellwied, 2021). Dentre os resultados de QCD na rede, podemos destacar os de alguns
observaveis, como as massas hadronicas, por exemplo. Em particular, a massa do préton
(Durr et al., 2008) e a dos hadrons leves (Luscher, 2003; Aoki et al., 2003; Ishikawa et al.,
2008; Durr et al., 2008) (Fig. (7b)), assim como constantes de decaimentos para mésons
(Bali et al., 2013; Bali et al., 2021).

A mudanca ao espago euclideano permite que a quantizacao implementada por
meio da integral funcional, onde a integracao feita sobre todas configuragoes possiveis
do campo com um “peso” €™ (Egs. (14)) no espaco de Minkowski torna-se uma soma
sobre as configuragoes com um peso estatistico e 2 (Eq. (15)), de forma equivalente a

formulacao da mecanica estatistica:

[Doo() o) 5 > [ Do () o) e 5. (62)

Soma-se a isso a discretizacao do espaco euclideano, permitindo obter resultados numéricos

39 como o método

por meio da implementacao de algoritmos e simulacées computacionais
de Monte Carlo, por exemplo (Landau; Binder, 2021).

Diferentemente do continuo, onde a integral funcional cobre todas as configuragoes
possiveis, na rede, a integracao é feita sobre um certo nimero de configuragoes e pontos
no espago {x;}, ambos finitos. Em geral, os célculos de QCD na rede sao feitos sobre uma
rede isotrépica quadridimensional®® (euclideana) de lados L, espagamento a e espacos
N, tal que L = Na, onde a comumente ¢ usado em unidades de Fermis (fm). Uma
representacao bidimensional dessa rede pode ser vista na Fig. (7a), onde cada sitio, i.e.
ponto na rede, é associado ao campo fermidnico 1 (x) e cada conexao, i.e. espago entre os

pontos na rede, é associada aos glions.

38 Lembramos que este é uma continuacdo analitica do espago—tempo de Minkowski (zh), onde t — —ir,
tal que %, = (t, ) — z% = (Z,24 = 7).

39 Embora limitado a quantidades independentes do tempo e & limitacdo de precisio do calculo com-
putacional, além de enfrentar obstdculos importantes em algumas teorias que apresentam o chamado
Problema do Sinal.

40 A forma da rede e os espacamentos pode mudar como é feito nos estudos com redes anisotrépicas
(Gong et al., 2009; Fodor; Hoelbling, 2012; Forcrand; Unger; Vairinhos, 2018).
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A discretizagdo na rede permite definir os momentos (Skullerud et al., 1999):

2 . (pua 2mn,,
q, = — Sin <> N p,= , n,=0,1,.... L, —1, (63)
p 9 WL, p

a

onde L, é o comprimento da rede na direcdo p. A discretizacdo do momento impde
regularizagoes infravermelha e ultravioleta na rede, através do seu comprimento finito L
e do seu espacamento de rede finito a, respectivamente. Ou seja, os momentos minimo
(x 1/L) e maximo (x 1/a) sdo ambos finitos. Matematicamente, e diferentemente do
continuo, a discretizacao da rede leva a quantidades bem definidas desde o comego, o que
na verdade deve ser tomado com cuidado quando se trabalha com quarks (Eq. (71)).

Apos a realizagao dos calculos na rede, a estrutura da mesma deve ser eliminada
aplicando o limite do continuo @ — 0, cuja implementagao nao é trivial (Bonnet et al.,
2001; Davies et al., 2004). Idealmente, extrapola-se esse limite numa extensao fixa da rede
L = Na ~ const. Também, apos isso, deve ser tomado o limite termodinamico V' — oo
(V = L*). Em geral, o procedimento completo tem um alto custo computacional, pois
na pratica faz-se varios célculos mudando a e L, tentando mostrar que os resultados
nao dependem fortemente desses parametros. Ou seja, a fim de extrair corretamente a
fisica a partir da rede, devem ser tidas em conta algumas coisas, como, por exemplo, que
o espacamento a da mesma seja pequeno o suficiente para emular o continuo. Sempre
havera, no entanto, erros ou incertezas de discretizacao. Também deve ser considerado que
o tamanho da rede seja grande o suficiente para acomodar as distancias fisicas relevantes
do fendmeno que esta sendo estudado, o que por sua vez introduz os chamados erros de
tamanho finito. Em geral, o objetivo final é que os erros mencionados anteriormente, junto
aos erros estatisticos inerentes aos calculos, estejam todos sob o maior controle possivel.

Para muitos processos hadronicos, um espago de rede a < 0.1 fm pode ser conside-
rado perto do limite do continuo, enquanto que um valor de L = Na ~ 2 fm tende a ser
suficiente para acomodar mésons e barions no seu estado fundamental (Bali, 1998). Por
outro lado, para outras quantidades, como por exemplo os propagadores da Yang—Mills,
esses valores da rede nao sao o suficiente para poder observar corretamente o que acontece
em baixos momentos. Isso foi inicialmente discutido em céalculos semi-analiticos no for-
malismo de Schwinger-Dyson (Fischer et al., 2007), que sugeriram que o comportamento
do propagador do gltion observado na rede, que se anulava a momento zero, D(0) — 0*!
(Cucchieri, 1998a; Furui; Nakajima, 2004; Oliveira; Silva, 2005), estaria sendo afetado
por efeitos de tamanho finito da rede.

Nesse mesmo ano, os resultados apresentados em (Bogolubsky et al., 2007; Stern-
beck et al., 2007; Cucchieri; Mendes, 2007) (conferéncia Lattice 2007), para redes de
tamanho L (V = L%) igual a 13 (SU(3)), 19 (SU(2)) e 27 fm (SU(2)), respectivamente,

41 O formalismo de Schwinger-Dyson também previa esse comportamento.
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mostraram que, para baixos momentos e no gauge de Landau, o propagador do glion nao
era nulo (D(0) # 0). Além disso, também verificou-se na rede que o propagador do ghost
nio era mais ampliado ({1/p**, x> 0} — 1/p*)*2, algo totalmente diferente ao ja encon-
trado na rede anteriormente®®. Esses resultados foram extrapolados ao infinito (V — o),
confirmando que, em dimensoes 3 e 4, esse era realmente o comportamento infravermelho
dos propagadores da Yang-Mills (Cucchieri; Mendes, 2008b; Cucchieri; Mendes, 2008a).

Um ponto que queremos destacar é que, mesmo nao sendo necessaria a fixacao de
gauge na rede, existe na mesma uma grande quantidade de resultados no gauge de Lan-
dau**. Alguns deles, de interesse especial para nés (propagadores da Yang-Mills), estdao
relacionados com o propagador do glion na aproximacao quenched, ou seja, sem loops de
quark (Bonnet et al., 2000; Cucchieri; Mendes, 2007; Bogolubsky et al., 2009; Bornyakov;
Mitrjushkin; Muller-Preussker, 2010; Maas, 2013; Oliveira; Silva, 2012; Gracey et al.,
2019), e outros na aproximagao unquenched (Bowman et al., 2004; Silva; Oliveira, 2010;
Binosi, 2012), onde pode ser apreciado o efeito supressor dos loops de quarks no pro-
pagador do glion em baixos momentos*®. Outros resultados unquenched concentram-se
no propagador do quark (Bowman et al., 2005), no célculo de massas hadronicas (Ishi-
kawa et al., 2008) e no vértice de interagao quark—glion (Kizilersii et al., 2021), entre
outros. A formulagao da QCD na rede é bastante complexa. Na maioria dos casos, é mais
conveniente inicialmente trabalhar separando a parte da Yang—Mills pura e a parte dos
quarks.

Voltando agora a formulagdo matematica da teoria de Yang-Mills discretizada,
apresentaremos uma breve introducao as grandezas utilizadas. Primeiramente, na rede

nao ¢ usado diretamente o campo dos gliions, mas sim a fun¢do de conexao ou vinculo

(link) U,(x) (Leinweber et al., 1999b):

Uyz)="P {Exp [z’g /01 drA,(z + afi T)] } : (64)

onde P denota um ordenamento ao longo do caminho de integragao entre os pontos = e
xr+afi, e neste caso, i representa um vetor unitario na rede (Fig. (7a)). Essa fungio serve
para construir uma quantidade invariante de gauge, que por sua vez serve para escrever

uma versao discretizada da acao da Yang-Mills.

42 Em (Cucchieri et al., 2007; Sternbeck et al., 2007), foi mostrado que nio existe uma diferenca qualitativa
entre os resultados para os propagadores da Yang-Mills nos casos SU(2) e SU(3).

13 Em d = 2 (L?) esses comportamentos se mantiveram (Maas, 2007).

44 A fixacdo do gauge na rede é feita gerando um conjunto de configuraces a partir da acdo invariante,
para depois aplicar transformagdes de gauge nas mesmas e pegar aquelas configuragdes (na Orbita de
gauge) que satisfacam a condigdo da fixagdo de gauge (Cucchieri; Mendes, 1996).

45 No formalismo de SDE (Aguilar; Binosi; Papavassiliou, 2012) também é visto este efeito, o que pode
ser um reflexo do aumento do massa efetiva do glion.
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Tal invariante de gauge é construido a partir do trago da func¢ao conhecida como
plaqueta Uy, (), que numa rede hipercibica é definida como o menor quadrado possivel
(menor caminho fechado), como pode ser visto na Fig. (7a):

U(2) =Uppo =Upn U, .. UL UT (65)

l/,IE—i-,LL I/,$+/}I va’

onde a equagao anterior pode ser escrita como:

1 ,
Uw(xz) =1+ z'gazGW(:E) — §g2a4GiV(:v) + O(a®), (66)

da onde podemos identificar rapidamente o termo cinético da Yang—Mills (wa). A partir
disso, ¢ escrita a chamada ac¢ao de Wilson (SU(N)) (Wilson, 1974):

1 2N
Sw=p8> > (1 — NIR {Tr[UW(x)]}> o g==

2 )
x 1<p<v<d g

(67)

que deve recuperar a forma da acao de Yang-Mills no espaco euclideano no limite do

continuo, quando a — 0:
1
Sw s / d'aTr [G2, ()], (68)

em que [ foi definido de maneira tal que isso seja cumprido.

O fato de que os glions sejam definidos a partir da fungao link U,(z) é devido a
esta fazer parte de uma versao discretizada da matriz de transporte paralelo (Leinweber
et al., 1999b). Lembrando que no continuo os glions aparecem naturalmente a partir do

comparador e da sua lei de transformacao (Eq. (6)):
Uly,z) = V) Uly,2) VT (x) . Ulyy) =1 , V() = Explia®(z)t'], (69)

onde, ao levar em conta argumentos geométricos na covariancia da derivada e a preservacao
da invariancia de gauge, estes aparecem na derivada covariante (transporte paralelo), com
os glions sendo chamados de conexao (vinculo, link).

Nesse sentido, o comparador é usado para distancias infinitesimais, mas quando
este é usado para distiancias finitas x e y, ele torna-se dependente do caminho tomado
entre x e y. Isso leva a formulagdo da chamada linha de Wilson (Peskin; Schroeder, 1995),

que ¢ uma espécie de versao continua da Eq. (64):

Up(z,y) =P {Exp [ig /01 dSCZ;:AM(ZE(S))]} , xl, = sy - (70)

Ao considerar um caminho fechado C' na linha de Wilson Up(z,y) é gerado o
chamado loop de Wilson, definido como W¢ = Tr Up(z,C). A plaqueta (Eq. (65)) é um

andlogo discreto disso. De forma semelhante a Eq. (66), o loop de Wilson é um invariante
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de gauge e também permite escrever o termo cinético da Yang-Mills®,

Quanto a discretizagdo da acao dos quarks, esta tende a ser muita mais complicada.
Por exemplo, se a discretizamos diretamente, escrevendo as derivadas na aproximagcao de
diferencas finitas, 0¢(z) — 1 (¢(x + afi) — ¥ (x)), obtém-se um inverso de propagador
para o quark no espa¢o de momentos na forma:

. Sin(p,a
—z%({?) +m, (71)
que, devido a periodicidade da funcao seno, destréi o limite do continuo nos zeros de
Dpa, e os poélos no propagador levam ao problema da duplicidade de quarks, onde estes se
comportam como 2¢ espécies de férmions (16 na rede quadridimensional).

Essa questao é bastante complexa e esta fora do escopo desta breve revisao, mas
podemos dizer que existem algumas estratégias para tentar contornar o problema (Kogut;
Susskind, 1975; Susskind, 1977; Frezzotti et al., 2001; Bazavov et al., 2010), embora estas
introduzam outros inconvenientes, como violagao de simetria quiral ou nao localidade. A

ideia geral para lidar com isso é escrever uma agao fermionica, S,, de tal maneira que:

[PTIDUERD | -5, = ~a £ .00 = det (@), (72)

onde a matriz dos quarks @),,, que depende também do link U,(x), contém as corregdes
que permitem eliminar os férmions espurios que apareceram na discretizacao da acao
fermidnica livre. Como existem diversas maneiras de contornar esse problema, estariamos
diante de uma certa arbitrariedade na defini¢do da ac¢ao fermionica.

Tratado esse problema (Eq. (72)), a acdo para a QCD na rede pode ser escrita

CO1mo:

Saer=8Y. 3 (1= R{B{U)]}) - Logldet ()], (73)
@ 1<p<v<4
onde a contribuicao dos quarks estaria contida no fator Log [det (Q)].

Anteriormente mencionamos que existe a aproximacao quenched, que nao leva em
conta os quarks. Na pratica, neste formalismo a contribuicao deles pode ser desprezada
se considerarmos que det ()) = 1. Tal aproximagao corresponde a considerar quarks
infinitamente massivos, i.e. sem dinamica, que suprimem os loops de quarks. Por outro
lado, também se tem a formulacdo completa, unquenched, que leva em conta os quarks,
ou seja det (Q) # 1.

O loop de Wilson W, na aproximagao quenched e no limite de um tempo 7 (eucli-

T2 00 e T V(r)

deano) assintoticamente grande, se comporta como W¢ , O que por sua vez

46 Em (Peskin; Schroeder, 1995) (Cap. 15) pode ser encontrado um exemplo de como o invariante de
gauge Tr [wa] pode ser construido a partir de argumentos geométricos em teorias nao-Abelianas.
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permite calcular o potencial estatico entre um par quark-antiquark?:

V(r) = lim j_Log(WC>, r=|7. (74)

A Eq. (74) implementada na rede permitiu confirmar que o potencial estatico
quark—antiquark se comporta de forma linear para longas e intermediarias distancias.
Podemos citar alguns resultados para a aproximacao quenched (Stack, 1983; Griffiths;
Michael; Rakow, 1983; Otto; Stack, 1984; Booth et al., 1992; Bali, 1998; Bali, 2001) e
outros para o caso completo, unquenched (Bali et al., 1998; Aoki et al., 1999; Bali et al.,
2000; Bernard et al., 2000; Koma; Wittig; Koma, 2008; Kawanai; Sasaki, 2012).

2.2 Modelo Gribov—Zwanziger

No capitulo anterior, na secao 1.3, discutimos rapidamente a problematica das
copias de Gribov e a solucao proposta (Gribov, 1978) para a sua respectiva eliminagao (ou
quase eliminagao) através da restricdo do dominio da integral funcional a regiao de Gribov
), fazendo uso da chamada condi¢ao de nao pélo e trazendo importantes consequéncias
para o comportamento infravermelho dos propagadores dos glions e dos ghosts.

Posteriormente, baseado nas ideias de Gribov, D. Zwanziger (Zwanziger, 1989a;
Zwanziger, 1989b; Zwanziger, 1993) construiu um novo procedimento para restringir a
integracao funcional a regiao de Gribov, implementando a condi¢do de nao poélo a todas
as ordens na PT, através da chamada condigao de horizonte H(A), onde aparece um termo
de massa que pode ser identificado com o termo da massa de Gribov. Zwanziger, fazendo
uso da teoria de perturbagao degenerada, abordou a condi¢ao de nao poélo avaliando os
autovalores A(A) do operador de Faddeev—Popov (FP), M®> = X\(A) 6. Isso, no limite

termodinamico, leva & seguinte expressao*®:

Tr (M) = Vd(N* — 1) — H(A) >0, (75)
sendo H(A) a fungao horizonte:

ad
H(A) = g* [ dheatyf=at @) (M) e (y). (76)

A condigdo de positividade do operador de FP (Eq. (75)), equivalente a condicao

de nado podlo, pode ser incorporada a integral funcional usando a funcdo de Heaviside

47T Em (Brambilla; Vairo, 1999) (p. 15-20) encontramos uma derivacio resumida disso.

48 Uma revisdo detalhada e didatica da obtencdo dos autovalores e do traco do operador de FP pode ser
encontrada em (Vandersickel, 2011; Vandersickel; Zwanziger, 2012).
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(0(x)), de uma maneira similar a como foi feito no caso de Gribov. Neste caso, a restri¢ao

do dominio da integral funcional estaria dada por (Egs. (75) e (43)):

Vaz(9) = 0(\(A)) = 0(d(N? — 1) — H(A)/V) = 2(7156 B (d0v ) -HAV) (77)

O fato de H(A) ser um operador nao local, que depende da inversa do operador de
FP, M~ indica que as maiores contribuicoes & integral funcional virdo dos campos perto
da fronteira de Gribov onde M ™! comeca a divergir. Dado esse comportamento, pode-se
argumentar que seria valido usar a aproximacgao de ponto de sela no gerador funcional,
desconsiderando o fator 1/ na Eq. (77) no limite termodinamico, tal como foi feito no
caso de Gribov (Eq. (50)). Isso permitiria trocar §(A(A)) por §(A(A)), ja que, por meio
de uma rotacao de Wick, pode ser visto que a representacao integral da funcao delta de
Dirac é equivalente & fun¢ao de Heaviside, a ndo ser pelo fator 1/3 desta tltima*® (Egs.
(43) e (77)) (Gribov, 1978; Vandersickel, 2011). Ou seja, de forma equivalente, podemos
considerar desde o inicio na integral funcional uma funcao §(A(A)) ao invés da fungao
degrau O(A\(A)).

D. Zwanziger baseou-se entao na equivaléncia entre os ensembles microcanonico e
candnico no limite termodindmico (Zwanziger, 1989a; Zwanziger, 1989b; Zwanziger, 1993)
e conseguiu mostrar que a variagdo de H(A) tende a zero quando V' — oo, justificando
assim o uso da aproximagao de ponto de sela (Vandersickel; Zwanziger, 2012). Isto permite

expressar o funcional gerador como:

Z = / [DA][D] [De] 6 (d(N? — 1) — H(A)/V) e Sr

Z = / [DA] [De] [De] e~ [Srp " HA)/V—d(Nz-1)] _ / [DA][De] [DE] e~z (78)
com a a¢ao de Gribov—Zwanziger nao local S%, sendo dada por:

Sy = Spp +7 H(A))V — 74d(N2 —1)
Spp = /d4x (4@;; Ge, — % (a A“) +¢"8, DY cb> , (79)
onde H(A) é dada pela Eq. (76). Temos que lembrar que sempre seréd escolhido o limite

& =0, ja que a teoria foi desenvolvida no calibre de Landau.

O parametro v que aparece na a¢ado GZ tem unidades de massa, tal como no caso

49 Representacdo integral das funcdes degrau (6(z)) e delta (§(x)):

100+€ x 100+€
o(x) :/ 4B s :/ a5 b

Cicode 2mi B icode 2l
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de Gribov. Este pardmetro também nao é livre, mas sim determinado pela condicao de

Horizonte (Zwanziger, 1989b; Zwanziger, 1993):

(H(A))/V = d(N* - 1), (80)

que também permite estabelecer uma equacao de gap para esse parametro massivo em

O(g?) de forma muito similar ao caso de Gribov:

d
1= dleg2/ (;Z;-;d 4 i A X = 26PN, (81)
Nesta ultima equacao, a nao ser por alguns fatores constantes, o termo de massa v no
cenério GZ é equivalente & massa de Gribov (Eq. (50)). De fato, em (Capri et al., 2013),
foi demonstrado que para todas as ordens na PT, mesmo que as abordagens de Gribov
e Zwanziger sejam bastante diferentes, as duas formas de implementar a restricao da
integral funcional a regiao de Gribov sao completamente equivalentes.

Para garantir previsoes finitas para as quantidades 1teis numa teoria quantica de
campos, desde as fungoes de correlacao até os observaveis, é preciso ter uma teoria lo-
cal e renormalizavel. Dessa maneira, se faz necessario desenvolver uma expressao local
e renormalizavel para a acdo GZ. Zwanziger (Zwanziger, 1989b; Zwanziger, 1993; Van-

dersickel; Zwanziger, 2012), conseguiu obter tal acao local pagando o preco de introduzir

—ab
n

(<pzb,¢zb) representam campos bosonicos que aparecem na ac¢ao local quando se localiza

novos campos auxiliares (gou ,goﬂ ,w ,w?) a sua acao nao local, Eq. (79). Os campos
o operador (—M™!) da funcao horizonte H(A)). A introducao destes novos campos, por
sua vez, gera um fator det (—M)°. Este fator pode entao ser exponenciado tal como foi
feito com no procedimento de FP que introduziu os ghosts ¢, ¢ (vide a identidade usada
na Eq. (38)). Na teoria de Gribov-Zwanziger, os campos auxiliares introduzidos nesse
procedimento de exponenciagnao do determinante sao os novos campos anti-comutantes
(w“b wy, b). Mais detalhes pedagégicos sobre a localizacdo da acdo GZ podem ser encon-
trados em (Vandersickel; Zwanziger, 2012).

O funcional gerador da agao local GZ, que denotaremos como Sg 7 fica entao escrito

50 Para varidveis complexas conjugadas {goﬂ Py ,J“b J :b} e um operador B, pode-se obter a seguinte
equivaléncia (Vandersickel, 2011). Mais detalhes em (Vandersickel; Zwanziger, 2012):

1= [wApele |- [atedty B dr ) + [t (7@ + i T @)
I =N (det(B))™" Exp [+/d4xd4y Je(x) [Bib(x,y)] s (y)} ,

sendo N uma constante que serd cancelada no célculo das fungdes de correlagao.
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COIMo:
Z = / [DA] [Dc] [De] (D] [Dyp] [De] [Du] e~ (82)
onde Sz pode ser expressada como a soma:

Scz = Srp + S + S, (83)

do termo de Faddeev-Popov Spp, dado pela Eq. (79), com duas novas contribuigoes

referentes aos campos auxiliares e a fungao horizonte, Sy e S,

SO — /ddl’ <¢Zc Mab SOZC o wzc Mab w/lic —q (ay wﬁc) fabm (Dll;dcd) gDan) ’ (84)
S, = —’g /ddx <f“bc A ((pi’f +¢ZC) + ;i(N2 — 1)72) . (85)

Note que o ultimo termo da Eq. (84) ndo provém diretamente da localizacdo da agao
GZ, mas ¢é adicionado a esta a fim de se obter uma agao renormalizével (Zwanziger, 1993;
Dudal et al., 2005). Na Ref. (Dudal; Sorella; Vandersickel, 2010), este termo é discutido
em mais detalhes.

A partir das acoes local (Eq. (83)) e ndo local (Eq. (79)), a condi¢ao de horizonte
(ndo local) pode ser expressada de forma local através da seguinte relagao (Zwanziger,
1993; Vandersickel; Zwanziger, 2012):

| DA DA DA 5% = [ [DA] D] [De] [DF] (D] [Dw] (D] 57, (36)
onde, tomando a derivada parcial com respeito a ? e usando a Eq. (80), temos que:

—2y%(H(A))/V = —29%d(N? — 1) = ( gf ™ A5 (e +B) ). (87)

A equacdo anterior por sua vez permite reescrever a condi¢do do horizonte usando a

definicdo da acdo quantica I', tal que®:

Olaz

5 —0 A eToz— / (D], 502 (88)

Y2#0

Aqui utilizamos uma notagao simplificada da medida de integracdo da acdo GZ (Eq. 82).

5L A solucdo v = 0 em ag,y%z = 0 indicaria que a restri¢do a regido de Gribov ainda néo foi considerada

ou que as cOpias nao surtem efeito de geracao de escala na agdo quantica.
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2.2.1 Propagador do glion no modelo GZ

As ideias de Gribov, implementadas a quantizacao das teorias de Yang—Mills por
meio do formalismo proposto por Zwanziger, também levam a mudancas nos propagadores
da teoria. O propagador do glion em nivel de arvore pode ser obtido considerando apenas

a parte livre da acao de GZ que envolve os campos relacionados com o campo A. Tem-se:
GZ d Fe@ a —ab 2 _ab 2 abc fqa —bc
S¢ /d [ W) g(aA) + P20 — y2gfebeA (g0“+gou>]. (89)

Usando as equagoes de movimento (Euler-Lagrange) na equagao anterior (89), pode ser

obtida uma relac¢ao entre os campos {¢, P} e o campo A:

C —0C 1 aoc a
O =B = 9l AL (90)

permitindo assim, depois de um pouco de &lgebra (e usando f¢fdc = N§o) expressar

a Eq. (89) apenas em funcao do campo A:

s§2(A) = [d'a [ Fe)’ ,5(‘9 )’ —A;< 732)’4&] (91)

A expressao anterior (91), reescrita no espago de Fourier (Apéndice E, Eqgs. (278)
— (280)), permite obter o propagador do glion, de forma similar ao que foi feito nas Eqgs.

(45)—(47), por meio da inversa do operador A% tal que A% (AS)™" = 3%, :

d ~ ~
SPA) = [ i [5Ann) AL ) 2L (92)
sendo
b A 1 4 2,4
AL (p) = [(2)2%-]))5,“, +<§—1>pupl,] A AN =2Ng*y", (93)

onde o termo A\*/p? vem do tltimo fator da Eq. (91). A inversa de A é:

2 2
ab -1 ab p Pulv p Pubv
(A5w) =0 [p“ Y (5"” a ;92 ) sT ;2 ] (64

Portanto, no calibre de landau (£ = 0), o propagador do glion sera:

Aa A a a 2 Pubv
(A0 B0)) = (85h0) ' =07 (- 28, (95)

que, basicamente, é o mesmo resultado encontrado por Gribov (Eq. (51)).
Como o propagador do glion possui a mesma estrutura com pélos imaginarios
(p* = £i)?) tanto na abordagem GZ quanto na de Gribov, a interpretagdao do gltion como

uma particula que pertence ao espectro fisico também é invalidada, mantendo assim a ideia
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de que os gltions estao confinados por meio do horizonte de Gribov. Neste cenario, tal como
na abordagem de Gribov, o propagador do ghost também ¢é ampliado no infravermelho,

adquirindo um comportamento ~ 1/p? (Gracey, 2006; Vandersickel; Zwanziger, 2012).

2.3 Modelo Gribov—Zwanziger Refinado

Até meados da década 2000, o formalismo GZ no gauge de Landau conseguiu repro-
duzir dados e caracteristicas entao vistas em simulagoes na rede sobre o comportamento
dos propagadores dos glions e dos ghosts. Dentre elas estavam algumas caracteristicas
no infravermelho como um propagador do glion suprimido (nulo) a momento zero e um
propagador do ghost ampliado, com comportamento 1/p*. Além disto, tinha-se correspon-
déncia com alguns indicios atribuidos ao confinamento, tal como a violagao de positividade
do propagador do glion, um potencial linear confinante vindo do comportamento 1/p*
no propagador do ghost (Gribov, 1978) no gauge de Coulomb. Esse conjunto de resulta-
dos era obtido a partir da restricio do dominio da integral funcional devido as copias de
Gribov.

Apesar de todo o sucesso inicial e compatibilidade do formalismo GZ com a rede
e outras abordagens nao-perturbativas, quando foi possivel simular grandes volumes da
mesma’?, esta mostraria novos resultados para os propagadores do glion e do ghost que
contradiziam o regime infravermelho de achados anteriores (Cucchieri; Mendes, 2008b;
Cucchieri; Mendes, 2008a) (para d = 3,4.). A diferenga consistia em um propagador do
glion que, agora, saturava num valor nao nulo, D(0) # 0, mas mantendo a sua violagao
de positividade, enquanto que o propagador do ghost se comportava como 1/p*.

O conflito que passaram a apresentar as predigoes da GZ com os dados da rede
levaria a busca de uma maneira de reconciliar tais resultados. Isso foi logrado por meio de
um “refinamento” da acdo de GZ, no qual foram considerados condensados de dimensao
2, (A5 A7) e (97 if — Wi wic), que ainda preservam a renormalizabilidade da teoria e dao
como resultado o que hoje é conhecido como formalismo de Gribov-Zwanziger Refinado
(Dudal et al., 2008a; Dudal et al., 2008b; Dudal; Oliveira; Vandersickel, 2010; Dudal;
Sorella; Vandersickel, 2011; Dudal et al., 2019), em atual compatibilidade com a rede.

52 Quanto maior o volume da rede simulada menor o valor do momento que pode ser atingido.



61
2.3.1 Condensados

Os condensados ou, mais precisamente, o valor esperado no vacuo de um certo
operador local composto (LCO%) sdo um recurso muito importante em QFT, j& que, entre
outras coisas, eles permitem ter acesso a efeitos nao perturbativos. Exemplos deles sdao: o
famoso condensado de quark—antiquark, relacionado a quebra de simetria chiral, (qgq) # 0
(Shifman; Vainshtein; Zakharov, 1979a; Abramchuk; Simonov, 2021), e o condensado
do tensor do campo do glton, (a,G%,GY,) # 0, com vérias aplicacoes fenomenolégicas
(Shifman; Vainshtein; Zakharov, 1979a; Shifman; Vainshtein; Zakharov, 1979b). Um
valor nao-nulo deste condensado nao ¢ associado a quebra de simetrias, mas a presenca
nao-perturbativa de campos no vacuo da teoria. Ambos os condensados tém valor nulo
perturbativamente, mas diferente de zero no infravermelho (Miller, 2007).

Outro exemplo de condensado é (A7, A7), que poderia estar relacionado a um fator
de massa para o glion. Este tipo de condensado tem sido muito estudado (Gubarev;
Zakharov, 2001; Kondo, 2001; Kondo et al., 2002; Boucaud et al., 2006; Gubarev; Mo-
rozov, 2005), com bastante énfase no gauge de Landau (Gubarev; Stodolsky; Zakharov,
2001; Verschelde et al., 2001; Dudal; Verschelde; Sorella, 2003; Dudal et al., 2003b; Arri-
ola; Bowman; Broniowski, 2004; Gracey, 2005; Li; Shakin, 2005; Gracey, 2022).

A ideia do glion poder desenvolver uma massa efetiva sempre teve um grande
interesse tedrico e fenomenolégico (Parisi; Petronzio, 1980; Consoli; Field, 1994; Field,
2002; Giacosa; Gutsche; Faessler, 2005; Luna et al., 2005), jA que ela estd atrelada as
ideias do confinamento e ao gap de massa da teoria de Yang-Mills. Em (Verschelde et
al., 2001; Dudal; Verschelde; Sorella, 2003; Browne; Gracey, 2003; Dudal et al., 2003b),
sob o formalismo do LCO e no gauge de Landau, foi apresentado e calculado até segunda
ordem um potencial efetivo renormalizavel para (AZ AZ>54, mostrando que a presenca
deste condensado minimiza a energia do vacuo, favorecendo assim um valor nao nulo do
termo de massa proveniente deste condensado®.

O fator de massa dindmico previsto para (Aj A7) era da ordem dos 500 MeV
(Verschelde et al., 2001), que ndo se encontrava muito longe das predi¢oes da rede. O fator
de massa também servia para explicar algumas discrepancias entre fungoes de correlacao
e dados da rede (Gubarev; Stodolsky; Zakharov, 2001; Gubarev; Zakharov, 2001), em
particular para o gauge de Landau (Langfeld; Reinhardt; Gattnar, 2002) (propagador do

gluon SU(2), massa ~ 600 MeV) ou inclusive com outros métodos como a rede (Amemiya;

53 Em (Knecht; Verschelde, 2001) se mostra uma boa introducio e explicagdo do método LCO.
54 Atualmente tem-se o cdlculo até trés loops (Gracey, 2022).

5% Este tipo de potencial tem sido estendido a outros calibres, como por exemplo: Curci-Ferrari (Dudal et
al., 2003c; Dudal et al., 2003a), calibres lineares covariantes (Dudal et al., 2003d; Dudal et al., 2004b;
Capri et al., 2016b) e o calibre méximo abeliano (MAG) (Dudal et al., 2004a).
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Suganuma, 1999; Langfeld; Reinhardt; Gattnar, 2002; Alexandrou; Forcrand; Follana,
2002a; Alexandrou; Forcrand; Follana, 2002b; Bornyakov et al., 2003). Posteriormente,
as simulagoes da rede também explicitariam a necessidade de se implementar parametros
massivos no propagador de glion a fim de se obter uma boa compatibilidade com os
resultados®.

No formalismo GZ, por meio do método LCO (Verschelde, 1995), foi estudado
(Dudal et al., 2005) o impacto do fator de massa proveniente do condensado (Ag AZ>57.
A presenga deste condensado nao prejudicava a renormalizabilidade da GZ e mantinha
as predi¢oes da mesma, i.e. propagadores do glion e do ghost suprimido (D(0) — 0)
e ampliado (1/p*), respectivamente, em compatibilidade com os resultados da rede da
época. De fato, tal fator de massa, m?, reforcava a supressao do propagador do glion

(GZ, Eq. (95)) no infravermelho:
P

p4 + m2 p2 + 24 : (96)

D(PN(}Z +A2 —

Os efeitos desse tipo de condensado no propagador do glion ja tinham sido estuda-
dos previamente (Greensite; Halpern, 1986; Lavelle; Schaden, 1988). De fato, a ideia de
que os condensados desempenham um papel importante no vacuo da teoria de Yang—Mills
também ja tinha sido investigada anteriormente, e era relacionada a geragao de massa de-
vido a instabilidades do vidcuo da mesma (Savvidy, 1977; Fukuda, 1978; Fukuda; Kugo,
1978; Cornwall, 1982)

Em (Dudal et al., 2005), é discutido que a energia do vacuo da GZ sem o con-
densado (AZ AZ) é sempre positiva a um loop, independentemente do esquema e escala
de renormalizacao®. O fato de se ter uma energia positiva na GZ, diferente da energia
negativa da Yang—Mills (Verschelde et al., 2001), indicaria que a GZ nao possui um mi-
nimo, fazendo ela suscetivel a instabilidades dindmicas nao-perturbativas, que, neste caso,
favorecem a formagao de condensados (Dudal et al., 2008a).

Podemos ver da Eq. (96) que a inclusdo do condensado (Aj Af) ndo ¢é suficiente
para gerar um propagador do glion ndo-nulo no infravermelho, D(0) # 0, como indicavam
os mais novos resultados da rede. Isso seria resolvido com a inclusao do condensado
@ff e wZC), que aparece ao considerar efeitos nao perturbativos provenientes da

—ac

dindmica dos campos {@ZC P Wy Wy

po*p
usados para localizar a agdo GZ, mas, olhando para o acoplamento Ap (Eq. (84)),

}. Tais campos auxiliares inicialmente s6 foram

56 Nessa época ainda nio havia resultados para grandes volumes da rede (baixos momentos), pelo que
nao se podia concluir que o glion tivesse um comportamento massivo no infravermelho.

5T Em (Sobreiro et al., 2004), j4 tinha sido estudado o efeito do condensado A2, mas seguindo o formalismo
de Gribov.

58 Por outro lado, dentro da implementacdo da regido de Gribov, e no esquema de renormalizacio M S,
foi mostrado que para obter (AZ AZ> > 0, é necessario que m? < 0.
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suspeitou-se que efeitos nao considerados no campo ¢ poderiam ter impacto no campo
do glion. Ao mesmo tempo, analisando a condi¢io de horizonte, —27?d(N? — 1) =
< g f“bCAZ (o +¢)Zc> (Eq. (87)), poder-se-ia pensar na condensagao destes campos, ja
que a condi¢ao de horizonte escrita desta maneira é equivalente a um condensado de
dimensao dois. O passo a passo e os detalhes técnicos da construcao da acao RGZ, a
partir da inclusdo dos condensados (A, A5) e (@5 ¢)¢ — Wi wi®) podem ser encontrados
m (Dudal et al., 2008a).

Para investigar a existéncia desses condensados na GZ, pode-se introduzir nessa
acao os operadores AZ’“AZ’“ e Pif " — W, wy® por meio das fontes constantes, ¢ e J,

respectivamente, o que nos fornece (Capri et al., 2016¢):

e TN — [ [Dg] g e (ot € atadit i = [ (i i =i i), (97)

A um loop, e usando regularizagdo dimensional (Peskin; Schroeder, 1995), obtém-se o

seguinte resultado para os condensados:

e or(C, ) @ (d—1)(N? = )Ng'
(pac (pac — T 0l = / 98
< poTH H “> oJ ¢=J=0 (2m)®  E2(k* 4+ 2N g%4%) (98)
ar(c,J) dk (d—1)(N? — 1)Ng?y*
<Ah,a Ah,a> = 2/ R (99)
poom ¢ =J=0 )4 k‘2 (k* + 2N g?~4)
onde foi usada a expressao da agao efetiva I'((, J):
(d-1DN*=1) 1 d% 2, 2N97 (N
T, J) = / Log [k 2 N2 —1). 100

As Egs. (98) e (99) sao convergentes no UV e finitas para dimensoes® d = 3, 4.
Logo, a nivel perturbativo, os condensados, Egs. (98) e (99), calculados usando integragao
convencional ou dimensional (Peskin; Schroeder, 1995), possuem uma dependéncia v* no

60 Portanto, esses condensados estdo presentes inclusive a nivel

parametro de Gribov
perturbativo, desde que v # 0, o que naturalmente relaciona-se a restricao a regiao de
Gribov®!, mostrando que a geracao dindmica do pardmetro nao-perturbativo +? favorece
o aparecimento de condensados.

Em (Dudal et al., 2008a), é discutido que o pardmetro de Gribov nao é apenas

um parametro que aparece num determinado gauge, mas sim uma escala fisica, que pode

59 Para d = 2 os condensados ndo estdo bem definidos. Isto corresponde a uma patologia prépria das
teorias em d = 2 (Dudal et al., 2009a).

60O resultado também pode ser consultado em (Mintz et al., 2019) (Eq. 33).

61 £ importante lembrar que (A% A%) calculado através do potencial efetivo para A% é nao nulo (Verschelde
et al., 2001; Browne; Gracey, 2003), mesmo na auséncia da restricio do horizonte (7 = 0). Logo, na
GZ, um calculo mais completo deveria dar um valor ndo-nulo para este condensado.
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entrar no calculo de fungoes de correlagdo invariantes de gauge e até de observaveis.
Dessa maneira, os condensados da RGZ (Egs. (99) e (98)), que dependem do pardmetro
de Gribov e sdo independentes do parametro de gauge, podem ter também um significado
fisico associado.

Os condensados mencionados, (A A) e (P — Ww) ndo necessariamente sao os
unicos que podem ser considerados no refinamento do formalismo GZ. Ja foi estudada a
inclusdo de mais condensados (super RGZ) (Gracey, 2010; Dudal; Sorella; Vandersickel,
2011), no entanto, (A A) e (p ¢ —ww) parecem capturar completamente o comportamento
infravermelho das fungoes de correlacao da Yang—Mills, quando comparadas com a rede
(Dudal; Oliveira; Silva, 2018).

Um ponto nao tratado e no qual nao entraremos em muitos detalhes, é que, tanto
no formalismo GZ quanto no RGZ, acontece a quebra da simetria Becchi-Rouet-Stora-
Tyutin (BRST) usual (Becchi; Rouet; Stora, 1974; Becchi; Rouet; Stora, 1976). Esta é
uma simetria fundamental remanescente apds a perda da simetria de gauge na fixacao do
gauge e é usada para provar a renormalizabilidade e unitariedade de uma teoria (Taylor,
1971; Slavnov, 1972). Tal quebra da simetria é causada pelo parametro de Gribov, i.e.
pela restricao da integral funcional a regiao de Gribov.

Apesar disso, recentemente foi proposta uma maneira de impor a restri¢ao a regiao
de Gribov de forma invariante de BRST, permitindo assim estender o formalismo GZ e
RGZ, desenvolvidos inicialmente no gauge de Landau (e Coulomb), a gauges lineares
covariantes (Capri et al., 2015; Capri et al., 2016a; Capri et al., 2016¢c; Capri et al.,
2017b; Capri et al., 2017a): 9,4, = &b, onde b é um multiplicador de Lagrange e £ é o
parametro de gauge. Para isso, foi necessario introduzir um operador BRST modificado
por efeitos nao-perturbativos.

O campo Al®, presente no condensado (Al Al) (Eq. (99)), é um campo trans-
verso nao local que faz parte da formulacdio BRST néo perturbativa da RGZ (Capri et
al., 2015), denominada assim, porque as modificagbes propostas, que dependem explici-
tamente do parametro de Gribov, nao desaparecem no infravermelho, mas preservam a
simetria BRST intacta no regime perturbativo (y* — 0). Esse campo AZ’“ ¢ construido
de forma invariante de gauge por meio da minimizagao do funcional f[V] = [ ddxAl‘fAL/
e pode ser localizado com ajuda do campo auxiliar de Stueckelberg, £*:

Al = (0w — 0,0,/0°) (A, + O(0A A)) — 0,AL =0

i

i N apa
Al = (A%)"t* = KT A%t h + §h+8p,h, h = Explig £%]. (101)

A consideragado do campo AZ leva a uma reformulacdo da RGZ que mantém a
forma da acdo RGZ original (Landau), com termos que modificam a fungao horizonte
H(A) — H"(A) e o campo b — b". Ao impor a condicdo do gauge de Landau, 0A = 0,
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a formulagdo original é recuperada. Neste tltimo gauge, tanto o campo AZ quanto o
operador AZAZ se reduzem ao campo A, e ao operador AA, respectivamente.

Retomando o gauge de Landau, a acgdo RGZ Sggz pode ser expressa como:
m? 4 a pa 2 4 —ac , .ac __ —ac , ac !
SRGZ:SGZ—F?/d:UAHA#—i-M/dm(ng O —wuwu)—i—S, (102)

onde Sz é a acio do modelo GZ (Eq. 83), e os termos proporcionais a m? e M? corres-
pondem as contribuigdes dos condensados (Aj A7) e (75 i — Wi wi€), respectivamente.
Por outro lado, S’ representa outros termos necessarios para que, por exemplo, a acao
RGZ seja consistente com a formulagao de (Gribov) Zwanziger e a integragdo funcional
dentro da regiao de Gribov seja preservada (Dudal et al., 2008Db).

Os parametros massivos M e m, da mesma maneira que o parametro de Gribov 7,
nao sao parametros livres. Como discutimos, esse parametros sao gerados dinamicamente
(Dudal et al., 2008b; Dudal; Sorella; Vandersickel, 2011; Dudal et al., 2019) e respondem

as equagoes de gap:

OT'raz _0 OTraz OT'raz

OV |y 0 OME T om?

=0, (103)

que, em principio, podem ser resolvidas por meio da minimizagao da agao efetiva (Eq.
(100)), onde as fontes serdo associadas aos termos massivos: J — M? e ( — m?/2.

Mais recentemente, em (Dudal et al., 2019), onde também é mostrado detalhada-
mente o surgimento dindmico dos condensados, foi calculado e mostrado como a presenca
dos condensados (Af A%) e (P4 i — w5 wi®) minimiza a energia da GZ, o que leva ao
refinamento da teoria. Na Fig. (8a), podemos ver como a agao efetiva é minimizada em
presenca do condensado (A% A%) (m?) tomando um valor fixo para M?. O caso contrario,

com m? fixo, é qualitativamente similar.

2.3.2 Propagador do glion no modelo RGZ

Usando a parte livre da agio RGZ (Eq. (102)), junto & nova relagio: @i = gl =
ﬁfgfabc/lz (Eq. (90)), obtém-se:

m? 1
Sé%GZ /dd [ /ill’ é_ (3 Aa) + Aa (2 — Ng Y M) AZ] s (104)

cuja expressao no espago de Fourier (vide Apéndice E, Egs. (278) — (280)),

SO = [ 8 Ann A & (105)

permite obter o propagador RGZ do glion no espago de momento por meio da inversa do
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Figura 8 - Propagador do glion e energia do vicuo na RGZ
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Legenda: (a) Minimo da agio efetiva da RGZ em fungio de m? para um valor fixo de M?. (b) Fits do

propagador RGZ do glion comparado com a rede.
Fonte: (a) Dudal et al., 2019, p. 10. (b) Dudal; Oliveira; Vandersickel, 2010, p. 6.

operador Affl’,, tal que AZZ(AgbV)*l = 6§, sendo AZZL:

A 1
[ (W + m2 +p2> 6#1/ + <§ - 1) pypl,] A )\4 = 2Ng2’)/4.

Ay (p) = (106)

No gauge de Landau, o propagador do glion (AZ(—p) Ab(p)) = (AZ?,( ))_1 sera:

2 2
~a ~b o pT+ M 2\ sab
APV AP)) = i) i i O = Pape/p?) 0 (107)

Neste cenario, o propagador do ghost nao é mais ampliado com um comportamento tipo
1/p?, tal como acontece na abordagem de Gribov e GZ, mas ndés ndo entraremos em
detalhes neste caso ja que acaba nao sendo necessario para nossos interesses.
Levando em conta as contribuicoes dos condensados m? e M?, é facilmente reconhe-
civel, pelo menos de forma qualitativa, que o propagador RGZ do glion pode reproduzir o
resultado da rede, D(0) # 0. Isso pode ser atingido mesmo se considerarmos m? = (0. Por
outro lado, os resultados da rede mostraram que a inclusdo do condensado do gliion (m?)
¢ fundamental para lograr uma boa concordancia. Isso foi tomado como um a evidéncia
indireta da rede sobre o formalismo RGZ e o condensado do glion (AA) (Oliveira; Silva,
2012).
Pelo fato do propagador RGZ do glion, quando comparado com a rede (Oliveira;
Silva, 2012; Dudal; Oliveira; Silva, 2018), apresentar p6los complexos, a interpretagao do
glion como uma particula que pertence ao espectro fisico também é invalidada, mantendo
assim a ideia — ja presente na GZ — de que os glions estao confinados pelo horizonte de

Gribov e as suas consequéncias no infravermelho.
Quando falamos que o glion nao pertence ao espectro fisico por causa dos pélos
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complexos, nos referimos a interpretacao que se tem a partir da violagao de positividade da
funcao espectral p(mﬁ), na representacao de Kéllén—-Lehmann do seu propagador (Kallen,
1952; Lehmann, 1954)%, D(p) = [5°d(m2)p(m2)/(p*> + m2), onde essa representacao

permite associar as excitagoes dos campos com estados assintéticos ou particulas, e o pélo

2
g

quando p(mg) < 0, esse propagador nao pode ser associado a uma particula que pertence

do propagador com a massa da particula m, desde que p(m?) seja positiva. Portanto,

ao espectro fisico, algo que é considerado como mais uns dos indicios de confinamento
(Alkofer; Smekal, 2001).

Abordagens tedricas (Cornwall, 2013) e simulagoes da rede (Oliveira et al., 2017)
sugerem que a funcao espectral do glion possui um comportamento intercalado entre uma
funcao positiva e negativa. Uma maneira de analisar o comportamento da funcio espec-
2) ¢ por meio da fungao de correlagao temporal C(t), definida como (Cucchieri;

Mendes; Taurines, 2005):

tral p(m

Ct) = [~ dmyptmd) et = o [ D) (108)

T2 )

Nos formalismos GZ e RGZ, que apresentam poélos imaginarios e complexos, respectiva-
mente, mostrou-se que C'(¢) assume valores negativos num certo intervalo de ¢ (Zwanziger,
1989b; Cucchieri; Mendes; Taurines, 2005; Vandersickel; Zwanziger, 2012), o que implica
em violacao de positividade.

De fato, pode ser mostrado que, sempre que o propagador na Eq. (108) apresenta

polos complexo-conjugados 2% € C, C(t) pode ser expressado como®:

C(t) x e ¥ (A(zy, z_)Cos(axt) + B(zy, z_)Sin(zt)), (109)

onde, sem perda de generalidade, podemos escrever zy = +x — iy, para {x,y} > 0. Isso
nos permite intuir que quando houver pélos complexos, C'(t) podera apresentar regioes
onde a funcao espectral nao sera positiva.

O formalismo RGZ apresenta muitas caracteristicas e calculos enriquecedores, mas
que nao serao discutidos aqui ja que estao além das intencoes desta tese. Estes, por
sua vez, podem ser encontrados nos artigos ja citados e na literatura correspondente.
Por outro lado, queremos terminar esta secao indicando algumas das predicoes, além
das funcgoes de correlagao, obtidas a partir da RGZ, como sdo o caso dos céalculos das
massas das glueballs (Dudal et al., 2009b; Sorella et al., 2010; Dudal; Guimaraes; Sorella,
2011; Dudal; Guimaraes; Sorella, 2014) — ou seja, estados ligados incolores formados
puramente por glions—, o calculo da energia do efeito Casimir (Canfora; Rosa, 2013) e

outras incursdes em temperatura finita (Canfora; Pais; Salgado-Rebolledo, 2014; Canfora

62 Uma discussdo da violacdo de positividade pode ser encontrada em (Cornwall, 2013).

63 Uma analise similar encontra-se no apéndice C.
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et al., 2015; Wu et al., 2023).

2.4 Modelo Curci—Ferrari ou Modelo Massivo

Sendo a QCD uma teoria invariante de gauge, os termos quadraticos ou massivos
para o glion estao proibidos em sua ac¢ao classica ou com correcoes quanticas perturbati-
vas, mas, por outro lado, as simulagoes atuais de QCD na rede (nivel ndo—perturbativo)
mostram um comportamento infravermelho para o propagador do glion que pode ser as-
sociado a uma massa dinamica. Tal contribuicao é entendida como produto dos efeitos
quanticos nao-perturbativos da interacao forte®.

Tal como discutimos na subsecao 2.3.1, a possibilidade do glion adquirir uma
massa dindmica através de algum mecanismo sempre foi de grande interesse. Muito antes
dos resultados do gliion massivo da rede, que serviram de base numérica para acreditar
que o glion poderia se comportar massivamente no infravermelho, ja tinha sido estipulada
uma massa efetiva para o glion considerando ideias fenomenoldgicas (aplicadas a segdes
de choque, potenciais, etc) e varios enfoques teéricos e computacionais como as equagoes
de Schwinger-Dyson e a prépria rede (Greensite, 2011), entre outros (Cornwall, 1979; Ber-
nard, 1982; Cornwall, 1982; Bernard, 1983; Donoghue, 1984). Tudo isso serviu também
para que depois esse fator de massa continuasse sendo explorado e estudado com os mes-
mos métodos e outros diferentes (Mandula; Ogilvie, 1987; Cornwall; Papavassiliou, 1989;
Lavelle, 1991; Wilson et al., 1994; Kondo, 2001; Philipsen, 2002; Doff; Machado; Natale,
2012; Ibanez; Papavassiliou, 2013; Siringo, 2016; Machado, 2016; Comitini; Siringo, 2020;
Comitini et al., 2021; Papavassiliou, 2022).

Por outro lado, nos anos 1970, Curci e Ferrari (Curci; Ferrari, 1976b) propuseram
um modelo com uma lagrangiana renormalizavel com fixacao de calibre nao-linear que
incluia um operador de dimensao dois, %Aff + £¢%c?, que fornecia massa aos campos da
Yang-Mills (Kondo, 2001; Kondo et al., 2002)%°. Este modelo foi abandonado devido a
problemas com a nilpoténcia do operador BRST e a falta de unitariedade da teoria (Curci;
Ferrari, 1976a; Curci; Ferrari, 1976¢; Ojima, 1982; Delbourgo; Twisk; Thompson, 1988;
Blasi; Maggiore, 1996; Boer et al., 1996; Hurth, 1997). Porém, nos tltimos anos tem sur-
gido um novo interesse no uso desta teoria para o gliion massivo gracas ao comportamento
infravermelho das fungoes de correlagao da Yang-Mills.

Em particular, o modelo do gltion massivo ao que nos referimos (Tissier; Wschebor,

2010; Tissier; Wschebor, 2011) é um caso especifico do modelo de Curci—Ferrari no gauge

64 Como j4 discutido, uns desses efeitos podem ser os condensados, como os de gltons (Horak et al.,
2022).

65 Na época, a ideia desta massa servia como uma alternativa ao mecanismo de Higgs.
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de Landau®. Porém, no resto da tese nos referiremos a este caso em particular como o
modelo Curci-Ferrari (CF) ou simplesmente modelo do glion massivo.

A lagrangiana do modelo CF, baseada fenomenologicamente no comportamento
do propagador do glion (Tissier; Wschebor, 2011), comporta-se como uma deformagao

massiva da lagrangiana de Yang-Mills na quantizacio de Faddeev-—PopovS:

L= leGZvGZV + 0, (Dye)" + 100, A7 + ;mZAZAZ, (110)
sendo b* o campo bosonico de Nakanishi-Lautrup (Nakanishi, 1966; Lautrup, 1967), G =
DAL — 0,A% + gf** AL AS e (Dye)* = Ouc” + gf Al

A ideia por tras do modelo é mostrar que essa lagrangiana massiva (Eq. (110)) é
a forma mais simples de se obter uma teoria que capture informagoes nao-perturbativas
do setor gludnico da QCD® em compatibilidade com os resultados da rede.

Embora os autores de (Tissier; Wschebor, 2011) se inclinem mais por um aspecto
fenomenoldgico sobre a ideia do fator de massa para o glion, a consideracao de tal fator
também pode ser inspirada por uma abordagem de quantizagdo ndo-perturbativa (Ser-
reau; Tissier, 2012) na qual esse fator de massa gluonica pode ser conectado com as copias
de Gribov (vide também (Serreau; Tissier; Tresmontant, 2014; Peldez; Tissier; Wschebor,
2013; Serreau; Tissier; Tresmontant, 2015; Tissier, 2018)). Em (Serreau; Tissier, 2012),
apresenta-se inicialmente como, ao se tomar uma média sobre as cépias de Gribov pre-
sentes em cada 6rbita, a miltipla contagem poderia ser controlada, ao mesmo tempo em
que surge um termo de massa para o glion.

Como ¢ sabido, para se obter predi¢oes finita com uma teoria fundamental, valida
para todas as escalas de energia, precisamos que esta seja renormalizavel. A renormaliza-
¢ao do modelo CF foi provada, usando uma versao modificada da simetria BRST (Curci;
Ferrari, 1976b; Boer et al., 1996; Tissier; Wschebor, 2009)). Os fatores de renormalizagao

do modelo sao:

np=\ZaAl, cp=Z.C", 6%:\/26“, 98 = Zy g, My = Zyzm?, (111)

onde o subindice B indica as quantidades nuas (do inglés: bare). Os fatores Z introduzem
novas contribui¢ées chamados de contratermos que, escolhidos adequadamente, permitem

eliminar os termos divergentes gerados na expansao perturbativa. Neste modelo, sao

66 Isso elimina termos proporcionais ao condensado de ghosts e interacdes quérticas.

67 A fixacdo de gauge pode ser reescrita mais convenientemente introduzindo o campo bosénico b:
E L (9,40)° Db|E diz (679, 4% + S ()
Xp fi(u#) — [ [Db*|Exp |— AW #u+§( ) .

68 O modelo também tem sido estendido para incluir quarks (Barrios et al., 2021).
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usadas as seguintes relagoes — chamadas de teoremas de nao-renormalizacao — para os

fatores de renormalizacao Z:

TpZeZy=1, (112)
A Ze Do = 1. (113)

As partes finitas e divergentes dos fatores de renormalizagao Z satisfazem esses teoremas
de nao-renormalizacdo (Eqs. (112) e (113)) (Dudal; Verschelde; Sorella, 2003; Taylor,
1971), embora a forma das partes finitas dependa do esquema de renormaliza¢ao®.
Como realmente s6 estamos interessados nos propagadores do modelo CF, nos
centraremos nas relagoes vinculadas aos mesmos. Os propagadores do glion e do ghost

sao parametrizados da seguinte forma:

D2 (p) = D(p) 6™ (8w — pups/P?) A F™(p) = 6" F(p)/p?, (114)

sendo F(p) a chamada funcao vestida do campo fantasma (ghost dressing function) e

D(p) simplesmente a parte escalar do propagador do glion. Também é definido:

IP(p) =D (p) A T (p)=p*F(p), (115)

onde, em geral, a funcio I'® (p) representa a soma das contribui¢oes dos diagramas de

Feynman relacionadas aos propagadores™, cujas condicoes de renormalizacio sdo:
2 2 2
TP =0)=m? TQ(p=p) =m?+p?, T8 (p=p) = 2. (116)

Neste caso particular do modelo CF, foi usado o esquema de renormalizagao deno-
minado Taylor scheme (Taylor, 1971), que modifica os acoplamentos da teoria através da
modificacao dos fatores Z dos acoplamentos. A constante de acoplamento neste esquema
é definida a partir do vértice ghost-glion quando o momento do ghost é zero, o que ga-
rante que nao aparecerao correcoes quanticas ao vértice. Dessa maneira, o teorema da
Eq. (112) é satisfeito também pela parte finita dos fatores de renormalizagao Z.

Usando todas as condi¢oes mencionadas até primeira ordem e para SU(3) e d = 4,

69 Em (Tissier; Wschebor, 2009; Wschebor, 2008) foi demonstrado, para qualquer calibre £, que estes
teoremas de nao renormalizagdo sdo casos particulares dos encontrados no modelo CF.

70 No gauge de Landau, sé a parte transversa desta funcdo é relacionada com o propagador do gliion.
Por isso a parte longitudinal ndo pode ser acessada pelas simulagoes da rede nesse gauge.
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o propagador do glion obtido é (Tissier; Wschebor, 2011) :

D! A
D7) _ g S{(z — log(s) +2(1+57) (s> — 105 + 1)log(1 + s) + 11157

m? 24
(s* =205+ 12) log (M) — <s — ﬁ) } , (117)

Njw

—2572 4 (4571 + 1)

sendo A = 3a,/(47), s = p?/m? e o a escala de renormalizagio.

O comportamento deste propagador do glion (Eq. (117)) pode ser observado nas
Figs. (9a) e (9b)™, nas quais podemos ver uma boa concordancia com os resultados do
propagador da rede. Vale destacar que para momentos além da escala de renormalizacao
(escolhida como g = 1 GeV) é entendivel que nao haja uma completa correspondéncia
com a rede ja que neste ponto aparecem termos logaritmicos, proprios da expansao per-
turbativa, que precisam dos conceitos do grupo de renormalizacao para serem levados em
conta corretamente. Sobre isso falaremos na secao seguinte.

De qualquer maneira, é muito interessante como a adi¢do de um termo de massa na
lagrangiana de Yang-Mills, junto as condi¢oes de renormalizacao escolhidas neste modelo,

leva a captura de informagao nao-perturbativa (IR) dos propagadores da teoria.

Figura 9 - Ajuste do propagador do glion massivo (CF) a um loop
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Legenda: Fits para: (a) Propagador do glion (b) Funcao vestida do glion. Os dados da rede: circulos
(Bogolubsky et al., 2009) e cruzes (Dudal; Oliveira; Vandersickel, 2010).
Fonte: Tissier; Wschebor, 2011, p. 6.

™ Nos trabalhos das referéncias citadas sobre o modelo CF é usado G(p) ao invés de D(p).
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2.4.1 Equagoes do grupo de renormaliza¢io (RGE) e o esquema Infrared safe (IS)

Nesta subsecao, faremos uma revisao rapida sobre renormalizacdo e as equagoes
do grupo de renormalizacio (RGE)™ no caso da lagrangiana do modelo CF (Eq. (110)).

Temos as seguintes equagoes de Callan-Symanzik:

0 1 0 0
(“(‘m 2 (naya +neve) + ﬁg% + Oz 0m2> phrane) = 0, (118)

onde as fungoes e as dimensoes andémalas v dos campos sao definidas como:

dg om?
By(g,m?) = p== A Br2(g,m?) = p : (119)
d 9B,m2 I gB,m2
st B,M'p
oz 07,
Yalg,m?) = MTA A Yelg,m?) = 5 (120)
H 9B,my K gB.m%

A solugdo da equagao de Callan-Symanzik (Eq. (118)) permite estabelecer uma relagao
entre as funcoes do vértice de n pontos renormalizadas I'™ avaliadas em duas escalas

diferentes, g e u™:

rimamed (pp, g(p), m(p)) = 2042 (3, ) T8 (p, o, g(10), m(po)) - (121)

Na teoria de perturbacao, a medida que aumenta a ordem n no parametro de expansao g,
é usual que aparegam termos do tipo (¢%)" Log"[p?*/u?] que comprometem a consisténcia
da expansao perturbativa. Em (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019), é escolhido
um tipo de solucao a esse problema, na qual a escala de renormalizagdo p pode mudar
com o momento i — u(p), especificamente na forma p = p. Solucionado isso, junto as
condigoes de renormalizagdo (Eq. (116)) e as Egs. (115) e (121), podem ser obtidos o

propagador do glion e a funcao vestida do ghost, respectivamente:

Za(p, o)

D(p, o) = m

A F(p, po) = Ze(p, to)- (122)

Para obter tais fungoes, cujos pardmetros mudam com o momento (e/ou escala de renor-
malizagao), precisamos dos fatores Z que dependem das fungoes 5 e 7. Usando as Egs.

(111) e (112), podemos obter a fungao beta de g, tal que:

72 Uma descricio geral sobre renormalizacio e o RGE podem ser encontradas em diversos livros de QFT.
Vide, por exemplo, os Caps. 10 e 11 em (Peskin; Schroeder, 1995).

~ . ~ ” ol .
73 Em geral, esta equacdo permite estabelecer uma relacdo entre duas escalas u’ e p redefinindo os
~ "
acoplamentos e fatores Z em fun¢do da nova escala u .
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8, = g Q gg _OLogZ,] _ 10Log[Z4] | 0Log|Z]
“au%m K ou T IR T TR ST o, By
1
8 =9 (5 al0 ) + 9 (g.m) ) (123)

Por meio das Egs. (111) e (113), podemos obter a fungao beta de m?:

2 2
g om0 (mbY _ _ . OLoglZwl _ . (OLoglZi]  OLoglZ]
Ot ypmz, — OH O A o
Bz =m® (7alg,m”) + 7 (9,m%)) | (124)

onde as fungoes da dimensao anémala do glion e do ghost podem ser reescritas como:

2\ 6 Bm 2 B BmQ
) =2 (=2 B gty =2 (125)
e integradas, para depois obter os fatores Z4(u) e Z.(u) através de:
/ 2
LogZa(u / dy VA('fi = —2Log ( 9(1) ) + 2 Log < mz (1) ) (126)
Ho (o) m? (ko)
/ 2
LogZ.(p) = /M dy %(lf) =+2Log ( 9() > — Log ( m2 (1) ) , (127)
Ho H 9(o) m?(tto)
Estes fatores podem ser reescritos em funcdo do parametro de expansao™ \,
2
g~ Ne
= 12
= (128)
de modo que chegamos aos resultados para os fatores Z4(u) e Z.(u) na forma:
Alpo) m*(p) Alp) m*(n)
Zal) = N Zul) = (129)
A(p) m* (o) Ao) m*(po)

Podemos, entao, expressar o propagador do glion e a funcao vestida do ghost como:

Apo) m* () 1 _ AMp) m*(po)
\p) mi(uo) P2+ m2(p) Fp o) =

D(p, o) = : (130)

expressoes estas que sao validas para qualquer ordem na teoria de perturbacao, o que nos
permite calcular as corregoes a funcao vestida do ghost e, em particular, ao propagador

do glion, que é a funcdo na qual estamos mais interessados nesta tese.

™ Neste modelo é discutido que o real pardmetro de expansdo ndo é \ e sim a sua versdo efetiva, A(p).
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Para poder obter o propagador do glion (e a fungao do ghost), resta resolver as
RGE: Egs. (119) e (120), usando as Eqgs. (123) e (124), para assim obter g(p) (ou,
alternativamente, A(p)) e m?(p). Devido a complexidade destas funcdes, o grupo que
trabalhou o modelo CF fez uso de recursos computacionais para resolver tais equagoes
(Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019)7.

Os resultados para o propagador do glion a um loop, incluindo o fluxo do grupo de
renormalizacao, ou o que chamaremos simplesmente de “running” dos parametros, usando
o que chamaremos de esquema IS (Infrared safe scheme) (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey
et al., 2019), mostram uma melhoria na compatibilidade com os dados da rede para altos
momentos, mas com uma perda do ajuste num valor proximo a escala de renormalizacao,
po = 1 GeV. A inclusdo da corregao a dois loops (Gracey et al., 2019) consegue melhorar
o ajuste com os dados da rede, como pode ser visto na Fig. (10a).

O valor da massa do glion, obtida sem e com a inclusao do RGE, oscila ao redor
de 350 MeV. Tal valor encontra-se também na mesma faixa dos valores obtidos por outros
métodos (500 + 200 MeV) (Aguilar; Mihara; Natale, 2002; Aguilar et al., 2020).

Ao resolver as equagdes do RG deste modelo, observa-se que o fluxo da constante
de acoplamento pode desenvolver trajetorias onde ela mantém-se finita no infravermelho
(Reinosa et al., 2017), tal como podemos ver na Fig. (10b). As trajetorias a esquerda da
linha que conecta a origem com o ponto fixo no IR (separatrix), {0.6,1.64}, desenvolvem

um polo de Landau, enquanto aquelas a direita nao, representando assim trajetorias

Figura 10 - Ajustes do propagador do glion massivo (CF) a dois loops e o fluxo do RG

T T T
20 r . —— IS two —loop results
- IS one —loop results

~ (0.6, 1.64)

p (GeV)

Legenda: (a) Fits da funcao vestida do gliion no esquema IS a um (linha tracejada) e dois (linha
continua) loops. (b) Fluxo do RG no plano A(u) vs. m(u)/u no esquema IS.
Fonte: (a) Gracey et al., 2019, p. 9. (b) Gracey et al., 2019, p. 7.

“seguras” no infravermelho (Infrared safe). A linha tracejada (laranja), com origem no

™ Vide as referéncias em (Gracey et al., 2019) para mais detalhes.
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Figura 11 - Running dos parametros do modelo CF em SU(3) no esquema IS
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Legenda: Fluxo RG a um (linha tracejada) e dois (linha continua) loops de: (a) Massa do glion m(u);
(b) Parametro de expansdo A(u).
Fonte: Gracey et al., 2019, p. 9.

zero, representa a trajetéria usada para ajustar os parametros da teoria a fim de se obter
uma boa concordancia com os dados da rede (Gracey et al., 2019).

As Figs. (11a) e (11b) mostram o running dos parametros do modelo CF calculados
no esquema IS para a teoria SU(3) que permitem reproduzir o propagador do glion da
rede (Fig. (10a)). Na Fig (11b), podemos observar o comportamento do pardmetro de
expansao efetivo, A(p), cujo valor diminui a dois loops, melhorando o controle da teoria
de perturbacao.

Os autores deste modelo argumentam que mesmo que o parametro de expansao
desenvolva valores relativamente grandes para escalas menores que o = 1 GeV, a teoria
de perturbacao pode estar controlada pelos efeitos da massa do glion, onde o parametro
de expansao efetivo estaria suprimido por um fator que interpola o parametro de expansao

no UV com aquele relevante no IR (Tissier; Wschebor, 2011):

3p) = A2 (131)

p* +m?(p)’

cujo comportamento pode ser observado na Fig. (12a), o qual é notavelmente menor que o
do fator A(p), conforme esperado. Isso supoe que o modelo mantém um bom controle sobre
a teoria de perturbacao, podendo assim capturar informacgoes sobre a regiao infravermelha
da teoria por meio de uma expansao perturbativa.

A partir do teorema de nao-renormalizagdo do vértice ghost-glion (Eq. (112))
(Taylor, 1971), pode ser definida uma constante de acoplamento nao-perturbativa e inva-
riante sob o grupo de renormalizac¢ao (Smekal; Alkofer; Hauck, 1998; Gracey et al., 2019),

aT¥(p), que, reescrita em funcdo do pardmetro A(p) = 3a(p) /4,
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Figura 12 - Fluxo RG do pardmetro de expansao e ajuste do acoplamento da rede
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Legenda: (a) Pardmetro de expansdo relevante A(u) (b) Ajuste da constante de acoplamento no
esquema de Taylor com os valores da rede (Duarte; Oliveira; Silva, 2016)

Fonte: (a) Gracey et al., p. 9. (b) Gracey et al., p. 10.

fica:

p2

A3 (p) = Muo) p* D(p, o) F*(p, o) = AP) )

(132)

onde o pardmetro de expansao relevante (131), se mostra idéntico ao pardametro de ex-
pansao no esquema de Taylor (Eq. (132)).

A constante de acoplamento no esquema de Taylor, que chamaremos simplesmente
de constante de acoplamento de Taylor, a7%(p) = 47A"5(p)/3 (Eq. (132)), pode ser
comparada com os resultados da rede (Duarte; Oliveira; Silva, 2016) para o acoplamento
as de Taylor extraido do acoplamento no vértice ghost-gluon. O resultado a dois loops
calculado no modelo CF (linha continua da Fig. (12b)), no qual foi adicionado um fator
de correcao no UV, mostra uma boa concordancia com o resultado da rede.

Finalmente, é importante mencionar que este modelo massivo também apresenta
bons resultados quando sao considerados quarks dinamicos, mas que as corregoes consi-
derando quarks devem ser mais cuidadosas, ja que, ao que parece, a constante de acopla-
mento revela-se maior no setor de quarks (Peldez; Tissier; Wschebor, 2014; Pelédez; Tissier;
Wschebor, 2015; Peldez et al., 2017; Barrios et al., 2021; Peldez, 2023). Devemos destacar
que nao é esperado poder reproduzir completamente a QCD no IR, ja que os quarks estao
relacionados a fenémenos puramente nao-perturbativos, como a quebra de simetria quiral.
Uma revisao, considerando o setor de Yang-Mills e o da QCD, com muitos detalhes sobre
o modelo de CF, ¢ apresentada em (Peldez, 2021).

Tendo discutido as diferentes propriedades nao-perturbativas e caracteristicas rela-
cionadas ao confinamento dos modelos GZ, RGZ e CF e, em especial, o comportamento dos

seus propagadores, procederemos nos dois capitulos seguintes com o estudo do impacto
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fenomenolégico desses modelos no calculo do potencial quark—antiquark e o momento
magnético de quarks (e do prétons), respectivamente. Primeiro, investigaremos o célculo
do potencial quark—antiquark para os diferentes modelos com a finalidade de testar sua
compatibilidade com o enfoque perturbativo e principalmente indagar se esses modelos
podem produzir o termo linear do potencial ligado ao confinamento. Em seguida, nos
concentraremos no momento magnético de quarks e estudaremos como os propagadores
destes modelos modificam a contribuicdo da QCD no vértice quark—féton. Finalmente,
discutiremos sobre o momento magnético do proton calculado com a aproximacao do
modelo de quark constituinte incluindo as contribui¢oes do vértice quark—féton de cada

modelo.
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3 POTENCIAIS QUARK-ANTIQUARK

Uma das formas de abordar as propriedades do confinamento é através de modelos
nao-perturbativos e/ou fenomenoldgicos, tais como o potencial quark-antiquark estatico
(¢q), que tem demonstrado sucesso na descrigdo de sistemas mesonicos de baixa energia
tal como o Quarkénio (Eichten et al., 1978; Lucha; Schoberl; Gromes, 1991; Soni et al.,
2018; Mateu et al., 2019). O modelo do potencial estatico é respaldado por dados da rede
que validam suas propriedades fenomenoldgicas e o seu comportamento de confinamento
linear para distdncias grandes e intermedidrias (Bali; Schilling; Schlichter, 1995a; Bali,
1998; Brambilla; Vairo, 1999). Atualmente, o potencial de Cornell é o modelo mais

simples para ajustar o potencial da QCD na rede:

4o,
V. = _50‘7 tor, (133)

onde a, é o acoplamento de Cornell, que esta relacionado a constante de acoplamento
forte e, 0 ¢ a tensao da corda, sendo ambas, constantes fenomenoldgicas. Este modelo
relaciona duas caracteristicas importantes da QCD: I) liberdade assintética para peque-
nas distdncias, e II) o fendmeno de confinamento para longas distancias (confinamento
linear). Normalmente, «. é usado como uma constante para ajustar o potencial da rede,
mas como os dados indicam, esse fator diminui para pequenas distancias podendo ser
parametrizado com um fator 1/r?. Porém, ndo hd uma motivacao fisica para esse termo.
O enfraquecimento do acoplamento de Cornell é interpretado como um sinal da liberdade
assintotica (Booth et al., 1992; Bali, 2001). Embora o primeiro termo do potencial de
Cornell esteja relacionado com o resultado perturbativo, a PT nao consegue descrever o
potencial da rede (quenched) (mesmo para curtas distancias (Bali, 1999)), pelo qual em
alguns casos, recorre-se a inclusao de termos adicionais aos resultados perturbativos para
poder reproduzir os dados. Por isso, é comum encontrar em alguns trabalhos a adi¢ao ad
hoc do termo linear, or, no potencial ¢g para tentar completar a sua descricao.

Por outro lado, através do potencial estatico podemos estudar certos aspectos de
alguns modelos para a QCD, seja aqueles com inputs nao-perturbativos ou os chamados de
efetivos. Aspectos tais como o seu desempenho e/ou a sua validade na regido perturbativa,
junto a modificacbes na mesma regiao vindas das informacoes nao-perturbativas desses
modelos™ podem ser investigados. Além disso, podemos tentar explorar a influéncia dos
ingredientes nao-perturbativos desses modelos nas regioes de distancias intermediarias e
longas do potencial estatico. Por esses motivos, calculamos o potencial para os diferentes

modelos mencionados nesta tese, com a inten¢do de saber se as suas diferentes caracteris-

76 Os modelos efetivos ndo necessariamente sdo pensados para funcionar em regimes perturbativos.
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Figura 13 - Diagramas do processo quark-antiquark

Legenda: Diagramas de Feynman para os processos de criagdo—aniquilagao e espalhamento do par
quark-antiquark, respectivamente.
Fonte: O autor, 2023.

ticas e informagoes nao-perturbativas trarao melhorias consideraveis ao potencial, tais
como um termo linear relacionado ao confinamento de quarks pesados.

O potencial ¢ pode ser calculado através do processo quark—antiquark, que na mais
baixa ordem pode ser representado pela Fig. (13). O diagrama relacionado a criagao e a
destruicao do par nao gerard uma contribuigdo no potencial (Lucha; Schoberl; Gromes,

1991), j& que para uma configuragao do tipo singleto, onde i = j e [ = m, seu resultado

a 4a

¢ nulo, pois ele é proporcional ao fator tf; ¢$,, (vide o apéndice A):

a 4a a 4a 1 1
i Lim = Lty = B (511 Oii — N(Sli 5¢l) = 0. (134)

O diagrama restante (processo de espalhamento), no qual podem ser adicionadas
correcoes de ordem mais alta, permite obter um potencial ¢g invariante de gauge (dentro
dos gauges covariantes, Ap. A — Eq. (242)), que na aproximagao nao relativistica e de
troca de um glion (ou One gluon exchange (OGE)) gera (Apéndices A e B)™:

iCp [ ; .
Vi) = =L [ dppa(eDp)e | p=17l. (135)

Tr

Como ¢ sabido, a forma mais simples de obter um potencial ¢g estatico, através da
Eq. (135), que reproduz o comportamento linear do potencial de Cornell é gerando uma
divergéncia quartica no potencial no espaco de momentos. Isso pode ser feito adicionando
uma contribuicdo do tipo Gribov 1/p* ao produto a(p) D(p)™. Outra maneira é colocar

uma divergéncia 1/p* na constante de acoplamento junto com o propagador perturbativo

77 Usaremos as notacdes p? e p2 para o quadrado do médulo do quadri-momento e do momento vetorial,
respectivamente.

78 Nao necessariamente 1/p* deve ser pensada como uma divergéncia, pois pode ser analisada no sentido
de uma distribuigdo (Hersbach, 1993).



80

do glion 1/p? (Richardson, 1979). Alguns pesquisadores analisaram o comportamento
do potencial ¢gg colocando também a divergéncia ausente na constante de acoplamento,
obtendo boa concordancia com o potencial da rede (Vento, 2013; Ayala; Gonzalez; Vento,
2016). No entanto, uma divergéncia no propagador do glion ndo é compativel com os re-
sultados atuais de QCD na rede, que mostram um propagador do gltion finito para baixos
momentos. Aparentemente, uma situagdo semelhante ocorre com a constante de aco-
plamento que apresenta um comportamento finito nesta regiao (Bogolubsky et al., 2009;
Deur; Brodsky; Teramond, 2016; Duarte; Oliveira; Silva, 2016). A constante de acopla-
mento nao tem uma definicdo Unica para baixas energias e também pode ser concebida
sob o conceito de cargas efetivas de Grunberg™ (Deur; Brodsky; Teramond, 2016).

Mesmo que tentar obter conclusoes de aspectos nao-perturbativos usando apenas
uma equagao perturbativa para o potencial ¢g pareca um pouco ousado, pelo menos nos
permite pensar em possiveis explicagoes para este problema, ainda que parecam ingénuas.
Embora nao haja uma descricao do mecanismo do confinamento, esses formalismos obtém
uma descrigao razoavel do espectro do Quarkonio (Richardson, 1979; Gonzalez; Mathieu;
Vento, 2011; Vento, 2013; Ayala; Gonzalez; Vento, 2016; Cucchieri; Mendes; Serenone,
2019), com a adigdo a mao de um termo linear no potencial (Cucchieri; Mendes; Serenone,
2019).

3.1 Potencial com parametros constantes nos modelos massivo, GZ e RGZ

Ja que estamos interessados em calcular o potencial quark—antiquark, analisaremos
a forma geral que ele pode assumir dependendo da estrutura do seu integrando, que, como
vimos (Eq. (135), depende do produto da constante de acoplamento e do propagador do
glion. Para este ultimo, muitos modelos e/ou abordagens prevéem a existéncia de pdlos
puramente imaginarios ou complexos quando parametros sao ajustados com os dados da
rede (Gribov, 1978; Stingl, 1986; Zwanziger, 1990; Dudal et al., 2008b; Baulieu et al.,
2010; Dudal; Oliveira; Silva, 2018), enquanto outros analisam a influéncia desses pélos
no propagador de glion e suas fungoes derivadas (Cucchieri; Mendes; Serenone, 2019;
Hayashi; Kondo, 2019; Hayashi; Kondo, 2020). Os pélos mais simples tém a forma:
22 = —a? £ib* onde {a* b’} € RT, que de forma geral podem ser expressados como
21 =x+iyez = —x + iy, com {z} € Re {y} € RT.

A fim de calcular o potencial, precisamos integrar a Eq. (135). Para isso, definire-

mos:

™ Grunberg propos que o acoplamento forte poderia ser definido a partir de qualquer observével (expe-
rimental) que seja previsivel em pQCD, estabelecendo um conceito de carga efetiva que se adapta ao
fendémeno que estiver sendo estudado (Grunberg, 1984).
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f(2) = zas(2) D(2) Expli z7]. (136)

O teorema do residuo permite resolver essa integral com a férmula:

271
n—1)!

Jree - Em Y s le— e (137)

Z:Zj
sendo z; um pdlo da fungdo f(z) e n a ordem do mesmo.

Nossa analise inicial para o potencial gg estatico usara parametros constantes.
Consideraremos a constante de acoplamento como um pardmetro fixo (a,(z) = ay), pois
esta hipotese funciona como uma boa aproximacao em todos os regimes de distancias,
dando uma boa descricdo também para o espectro mesoénico (Kalashnikova; Nefediev;
Simonov, 2001). Isso significa que por enquanto o propagador do glion serd o principal
responsavel pelo comportamento do potencial. O uso de parametros constantes simplifica

muito o calculo do potencial ¢g, pelo menos na ordem inicial. Ao fixar ay, temos que:
f(2) = aszD(z)Explizr]. (138)

No caso de ter apenas dois pélos simples (n =1), 21 =  + iye z = —x + iy,
({z,y} € R"), podemos usar as Eqs. (137) e (138) para resolver o potencial na Eq.
(135). Isso é possivel, pois f(z;) — 0 quando |z| — oo (Eq. (138)). Chega-se, entdao, na

seguinte expressao (Apéndice C):

§ 1@z = (ima) Y e 25 (2 = %) D)., .

- J
Jj=1

ff(z) dz = (imag)e " (A(z, 22) Cos(z 1) 4+ B(z1, 22) Sin(z 1)) . (139)

Assim, a partir de pardmetros constantes e dois pdlos simples, o potencial ¢g (Eq. (135))

sempre pode ser escrito da seguinte forma:

Vi(r) = _asCr e ¥ (A(z,y) Cos(zr) + B(x,y) Sin(zr)) , (140)

r

onde A(z,y) e B(x,y) sdo fungoes que dependem dos pdlos do integrando do potencial,

80 Nao haverd poélos reais positivos no inte-

que sao oriundos do propagador neste caso
grando do potencial se as func¢oes envolvidas forem finitas e continuas, como indicam os
resultados atuais da rede para o propagador do glion e da constante de acoplamento, nos
quais nao aparecem descontinuidades.

Os integrandos dos modelos perturbativo, massivo (CF) e GZ sdo, respectivamente,

80 Os pélos do propagador estdo em funcdo do invariante de Lorentz p? enquanto que os pélos do potencial
estao em funcao de p.
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no nivel de arvore e sem incluir o fator e’ por simplicidade:

L(p) == | Tu(p) = —

b S gm0 o) = orT (141

O resultado para o caso perturbativo é quase imediato e pode ser resolvido no

plano complexo com pdlo no eixo real (p = 0), logo:

Valr) = dp = =—_= (142)

- )
TTr J-—oo p Tr zZ 3r

iCp [t  age'PT iasCFde e’ 4«

sendo este o conhecido resultado perturbativo do potencial ¢g: basicamente um potencial
de Coulomb vezes um fator de cor (Cr = 4/3). No entanto, a Eq. (142) representa um
potencial de longo alcance, o que nao é compativel com a nocao de confinamento dos
quarks.

Para o caso massivo, temos apenas um poélo, z; = 0 4 im. Logo, a Eq. (140) com
A(0,im) =1 (vide detalhes no Apéndice C)) fornece:

: ipr

onde este potencial, além do termo de Coulomb, tem um termo de decaimento exponencial
que depende da massa da particula, o que faz diminuir o alcance da interacao. KEsse
comportamento corresponde ao bem conhecido potencial de Yukawa.

No caso GZ, temos dois polos complexos, z; = x + 1x e 2o = —x + 12, onde
x = 7/v/2. Isso nos diz que A =1 e B =0 (Apéndice C)), logo o potencial GZ ser:

: 3 ipr
Vez(r) = :ch _’:Odpm = —;O;Se_wa/ﬂCos(vr/\/i), (144)
que, gracas aos polos complexos do integrando, provenientes da massa do Gribov, apre-
senta o tipico fator de decaimento massivo vezes um fator oscilante adicional.

A presenca de um fator cosseno indica que o potencial GZ se anula quando yr/ V2 =
(2k + 1)w/2, onde k € Z. O primeiro ponto onde Viz(r9) = 0 acontece quando ry =
7/(v/27), e a partir desse ponto Vgz(r) aumenta com a distancia (Vgz(r) > 0) até um
certo maximo. Naturalmente, depois de cada maximo a funcao cosseno diminui gradu-
almente, o que certamente nao gerard um potencial confinante para intermediarias ou

longas distancias. O maximo do potencial GZ é dado por:

Vaz
or

=0 — —(T)zT&n[@] AN O=rr/V2, (145)

T1

onde o valor que corresponde ao maximo do potencial é para # ~ 2.1712. Assim, obtemos

as seguintes relagoes:



83

Figura 14 - Potencial gg — Caso Perturbativo, massivo e GZ.
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Legenda: (a) A linha (verde) tracejada corresponde ao potencial GZ para v = 1 GeV, enquanto que a
linha sélida a v =3 GeV. (b) Zona D do potencial GZ. Foi usado as = 0.356.
Fonte: O autor, 2023.

0.605
= (7> fm A VAF“(r1, ) =~ (0.056 v as) GeV. (146)

as quais mostram que o ponto do maximo depende da inversa da massa do Gribov e o
maximo do potencial depende diretamente do valor da mesma. Ou seja, quanto mais longe
esse maximo acontecer, menor sera a amplitude do potencial GZ. Isto pode ser observado
na Fig. (14), onde sdo comparados o caso perturbativo, massivo e o préprio potencial GZ.
De qualquer forma, mesmo que o valor maximo do potencial GZ nao seja relativamente
grande, as caracteristicas deste potencial sao algo que os outros modelos considerados,
tanto o perturbativo quanto o massivo (em nivel de drvore), ndo podem gerar.

Daqui em diante vamos analisar o potencial ¢g dividindo-o em 3 regioes: a de curta
(0.00 — 0.20 fm), intermediaria (0.20 — 0.80 fm) e de longa distancia (r > 0.80 fm)3.

A breve anélise do potencial GZ nos serve de preAmbulo para entender as caracte-

risticas do potencial RGZ, cujo integrando é:

asp (p? + M?)

I = 147
RGZ(p) p4 + (M2 +m2)p2 + A\ + M2m27 ( )
que também gera dois polos complexos, z; = x + iy e 2o = —x + 1y, onde:
v = VM MPm? Sin [Tanl Ww T (ME — 2 (M — m2)] /2]

— N+ MPm? Cos [Tan_l {\/w (M2 — m2)2 /(M — m2)] /2} >0, (148)

81 A escolha de onde cada regido comeca e termina é debativel, mas a discussio que segue serd geral.
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cujo resultado mostra que A(x,y) = 1 e B(z,y) = k (vide Apéndice C)), logo:

4 _ M2 a2
Vraz(r) = — Sy (Cos(xr)+rSin(zr)) N k= m
3r AN = (M2 — m?)?

(149)

Este potencial, devido aos pélos complexos do seu integrando, provenientes dos termos de
massa dos condensados e do pardmetro de Gribov, apresenta, além do tipico fator de de-
caimento massivo, uma combinagao de fatores oscilantes. A contribuicao total resultante
dos condensados do propagador RGZ é o novo fator s Sin(z r). Tal combinagao sinusoidal
(Eq. (149)) permite que o potencial RGZ tenha caracteristicas similares ao potencial GZ.

O ponto onde Vraz(rg) = 0 serd dado por:
1

Tan[z rg] = ——. (150)
K

Se o valor de k nao for muito pequeno (algo que acontece com os dados da rede, onde
1/k ~ [0.1 — 0.25]), podemos obter a seguinte aproximagao:

ro A 1 (7r — 1) ~ (06) fm, (151)

K T

ou seja, aproximadamente, o ponto onde o potencial RGZ troca de sinal depende do valor
da parte real dos pdlos, algo bem similar com o que acontece com o potencial GZ.

As expressoes do ponto maximo e o maximo do potencial RGZ sao:

ri(zk —y) — 1 RGZ —x Coslzr](1+ K)e ¥
an(z 7] r(z+ yk) + K N Vrez (r1) 2+ (Lt yr)m a,Cp,  (152)

que, comparadas com as relagoes para o potencial GZ (Eq. (146)), estas sdo um pouco
mais complexas de analisar, ja que agora estamos em presenca de mais parametros. Um
estudo mais detalhado do potencial RGZ sera feito na se¢ao seguinte.

Algo que podemos destacar é que analisar os poélos complexos que aparecem no
propagador do glion (p? € C, segundo ajustes da rede), nos permite entender melhor
o comportamento dos potenciais GZ e RGZ, principalmente para distancias longas e
intermediarias. Como vimos, esses po6los marcam a diferenga entre os potenciais pertur-
bativo e massivo (pélo real no propagador) comparados com os potenciais GZ e RGZ
(polos complexos no propagador) e com qualquer outro potencial g¢ calculado usando a
Eq.(135) (veja as Egs. (138) e (140)). A presenga de pélos complexos no integrando
do potencial (p € C) sempre afetard o seu resultado. Por exemplo, quando temos
dois pélos simples como na previsdo em nivel de arvore do modelo RGZ (Dudal et al.,
2008b; Dudal; Oliveira; Silva, 2018), uma possibilidade é que aparegam termos do tipo:
Exp(—yr) (Cos(zr) + £ Sin(z 1)) (Egs. (140) e (149)). Na ordem subsequente de calculo
em teoria de perturbacdo (NLO), essa expressao seria modificada devido aos fatores de

logaritmos provenientes da implementagao do grupo de renormalizacao. Essas correcoes
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perturbativas irao gerar termos de complexidade algébrica no potencial devido aos cortes
de ramificacao no integrando, de modo que obter uma expressao analitica completa sera
uma tarefa dificil ou mesmo impossivel de ser feita. Todos esses termos, principalmente
os de seno e cosseno, irdo gerar uma regiao na qual o sinal do potencial gg muda e ele co-
mecga a aumentar com a distancia até certo ponto em que aquela fungao atinge o primeiro
maximo e entra em um comportamento oscilante devido aos fatores senoidais, tal qual ja
foi discutido brevemente no potencial GZ (vide Fig. (14b)). Esta regidao vai depender do
valor dos pélos complexos e vamos nos referir a ela usando o termo: zona D82
Poderiamos pensar em atribuir algum significado a essa zona D e tentar vinculd-la
a algum aspecto do confinamento, pois esse comportamento surge pela presenca dos polos
complexos no potencial devidos a incorporacao de escalas nao-perturbativas vindas da
regiao IR do propagador do glion (e também da constante de acoplamento). Por ou-
tro lado, esse comportamento pode ser o resultado de forcar a aplicacao da aproximagao
perturbativa. Esta ultima alternativa requer uma analise mais cuidadosa, pois estamos
usando uma férmula derivada de uma expressao perturbativa para tentar entender resul-
tados que pertencem a regiao nao-perturbativa. Porém, caso houvesse uma teoria efetiva
que pudesse obter informacao nao-perturbativa através de uma abordagem perturbativa,
poderiamos usa-la para explorar a regiao nao-perturbativa do potencial ¢g através da sua

equacao perturbativa. Esse caso sera analisado nas proximas secoes.

3.2 Potencial RGZ — Propagador fenomenolégico

Atualmente se sabe que o modelo RGZ é compativel com o propagador do glion
no IR, mas nao se tem uma expressao analitica que mostre como as correcoes pertur-
bativas afetam a estrutura ultravioleta do mesmo. Assim, inspirados no comportamento
infravermelho e ultravioleta do propagador do glion, em (Dudal; Oliveira; Silva, 2018),
é construida uma funcao que interpola ambos os resultados, dominando no IR a forma
dada pelo propagador RGZ, enquanto que no UV se tem um comportamento do tipo Log,
préprio do resultado perturbativo incluindo o grupo de renormalizagao:

p? + M7}
p' + M3p* + My

D(p) = (1+wLog [(p* +m2(p))/ Aécp})flgm , (153)

82 O nome é para fazer referéncia ao fato de que esses pélos vém da parte escalar do propagador do gliion:
D(p).
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sendo Z o fator de renormalizagao da rede, e w = 11Nag(p)/(127). Os fatores M; podem

ser expressados em fungdo dos parametros do propagador RGZ:
ME=M* A MZ =M +m> A My =X+ M*m?> (154)

2
g

desprezivel a altos momentos a fim de recuperar o resultado perturbativo.

Na Eq. (153), o termo massivo mZ(p) regulariza o fator logaritmico e deve se tornar

Como mostrado em muitos artigos (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019;
Dudal; Oliveira; Silva, 2018; Duarte; Oliveira; Silva, 2016), é comum usar aquele fator de
renormalizagdo Z (Leinweber et al., 1999a) no propagador do glion para obter uma boa
concordancia com os dados da rede, devido a razoes técnicas, como as diferentes condi¢oes
de renormalizagdo entre o continuo e a rede. Poderiamos incluir esse fator no potencial
(Eq. (135)). Uma forma seria:

Vi) = [~ dovat) (P2) v/ D) = 2, D(0). (159

T™r

onde basicamente estariamos usando o propagador da rede, mas redimensionando-o ao
mesmo tempo, o que seria equivalente a nao usar o fator Z (ou fixar seu valor em 1)
e pegar os valores do parametros obtidos na rede. Outra maneira é apenas incluir esse
fator como um fator multiplicativo (fator de escala) no potencial ou em outras palavras,
usando Dp,(p) em vez de D(p), ou seja, V(r) = ZV (r).

A influéncia do fator Z no potencial ¢g, que serd aplicavel a qualquer modelo
que use esse fator, corresponde apenas a um deslocamento nos valores do potencial, pois
Z é um parametro multiplicativo. Por outro lado, fixar Z = 1 mantém o potencial
independente do fator Z que é o apropriado, ja que o potencial ndo deve depender de
um fator nao fisico. Isso também permite que o propagador corresponda ao seu resultado
perturbativo para grandes momentos.

Antes de analisar os resultados do potencial RGZ fenomenolégico, partamos do
potencial RGZ a nivel de arvore (Eq. (149)), que foi calculado usando os parametros M7 =
2.521, M2 = 0.5082, M3 = 0.2795 (Dudal; Oliveira; Silva, 2018), que sdo relativamente

parecidos aos mostrados na tabela 1:

4

Vioz(r) = = (

0.3837
r

> e~0-62567 (C0s[0.3705 7] + 4.8897 Sin[0.3705 7)) . (156)

Ja que estamos interessados nas novas contribui¢oes que esses potenciais trazem ao resul-
tado perturbativo, podemos calcular como se comportam esses potenciais para distancias

curtas e até talvez distancias intermediarias:

la, daem  2mia,
V(1 ~ 0) ~ — Sff + O‘gm— mga r 4+ O@?), (157)
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Tabela 1 - Pardmetros do propagador RGZ fenomenolégico

Reg. Z M? M} M} ma A2 A2
RGZ 1.36522 2.518 0.6379 0.3927 — —
Massa Const. 1.36486 2.510 0.471 0.3621  0.216 —
Cornwall 1.36636 2.394 0.413 0.3963 0.1196 0.109

Cornwall corrigido 1.36992 2.333 0.514 0.2123 1.1533 0.100 -0.954

Legenda: Diferentes tipos de regularizagao do fator logaritmico do propagador fenomenolégico. Os
fatores de massa estdo em unidades de GeV.
Fonte: O autor, 2023.

4 oy n dag vy

3r 3v2

das  das(vh—y) | 2(2zys + 2% — y?)a,
——=2 - +

3r 3 3

Vaz(r ~0) = + O(r?), (158)

Vraz(r ~0) = r+ O(r?), (159)

onde vemos que o termo linear presente no potencial massivo (Eq. (157)) nao pode ser in-
terpretado como um fator de tensao na corda, pois ele tem o sinal errado, algo ja esperado
uma vez que o potencial massivo nao ¢é linear confinante. Ja o potencial GZ (Eq. (158))
nao apresenta contribuicoes do tipo linear, nem para curtas nem intermediarias distan-
cias, algo inesperado ja que se supoe que ele conta com contribui¢gdes nao-perturbativas
vindas do propagador do gltion. Para o caso RGZ, o panorama parece mais alentador
(Eq. (159)) ja que este aparentemente contém uma contribui¢ao linear para r pequeno.
Tal contribuicao, dependendo do valor dos seus parametros pode ser positiva e analoga a
um fator de tensao na corda aparecendo para curtas distancias. Porém, se usarmos a Eq.
(156), podemos verificar que tal termo linear, apesar de ser positivo, ndo necessariamente

pode ser interpretado como um fator de tensao na corda o:

0.1001

Vaaz(r ~ 0) ~ — — 0.6068 + 2.6136 7 — 4.1555r2 4+ O(r?), (160)

com /o = 0.718 (r fm), pois as contribuigdes de ordem maior ainda sdo relevantes e
acabam suprimindo-o (algo que ndo acontece no potencial massivo a um e dois loops,
tal como veremos mais adiante, na segao 3.4). Este comportamento do potencial RGZ a
distancias curtas pode ser melhor entendido como corre¢oes no valor do acoplamento.
Agora, voltando ao potencial RGZ fenomenoldgico (ph Vraz), este foi calculado
numericamente usando o propagador RGZ fenomenoldgico (Eq. (153)) para as diferentes

parametrizagoes de mg(p), as quais sao:
m;(p) = mg Massa constante, (161)

Cornwall, (162)
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Figura 15 - Resultados do Potencial RGZ — Nivel de arvore e fenomenolégico
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Legenda: Potenciais até a regido intermedidria, usando : (a) Z =1. (b) Z # 1. Mais detalhes no texto.
Fonte: O autor, 2023.
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O resultados dos potenciais sao mostrados na Fig. (15) e (17), para os casos (a) Z = 1
e (b) Z # 1, respectivamente (vide tabela 1). Nessas figuras, ph Vrgz 1, ph Vraz 2,
ph Vraz 3 e ph Vragz 4, correspondem as parametrizagoes de massa constante (161), tipo
Cornwall (162), Cornwall corrigida (163) e tipo RGZ (164), respectivamente.

Para investigar melhor sobre o comportamento dos potenciais ph Vrgz, podemos
analisar seus integrandos. Por exemplo, quando p — oo todos os seus integrandos tendem

ao fator 1/plog(p?):

Z
p (W Log [pQ/A?QCDD

13/22° (165)

0 que gera um comportamento assintético do tipo — 1/rlog(1/r?) quando r — 0 (Levine;
Tomozawa, 1979; Lucha; Schoberl; Gromes, 1991).

O resultado quase idéntico entre os potenciais (Fig. (15)), se deve ao fato de que
todas as parametrizagoes da Eq. (153) tém uma boa concordancia com o propagador
do glion na rede. (Vide Fig. (3) em (Dudal; Oliveira; Silva, 2018)). Portanto, os seus
integrandos serao uma funcao parecida, cuja diferenca s6 sera notada na regiao de lon-
gas distdncias devido aos diferentes pontos de ramificagdo de cada parametrizacao (Fig.

(17)). Ja que todos os potenciais ph RGZ se comportam de forma muito similar, pode-
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Figura 16 - Ajuste do potencial ph RGZ
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Legenda: Diferenga entre o ph Vraz 1, Vraz (Eq. (166)) (linha laranja sélida) e o fit do ph Vrgz 1 —
ajuste modificado com um fator logaritmico (Eq. (167)) (linha preta tracejada).
Fonte: O autor, 2023.

mos escolher um deles para explorar a forma analitica deste potencial. Primeiro vamos
considerar s6 os polos do integrando e nao o corte de ramificagdo devido ao logaritmico
no propagador e assim calcular o potencial. Procedendo como na Eq. (149) e usando os
polos da parametrizacao (161), zy2 = £0.4280 4 0,6470 ¢, obtemos:

Vraz(r) = —

4 (0.3837
3

: > e~ 064707 (C0s[0.4280 7] + 4.1074 Sin[0.4280 7)) , (166)

que difere ligeiramente do potencial ph Vgaz 1 para r pequeno e grande (Fig. (16), linha
laranja sélida).

Por outro lado, sabemos que quando » — 0, o potencial deve tender ao fator
—1/(rlog(1/r?)). Entdo, modificando a Eq. (166) com um fator logaritmico, e deixando
livre o argumento (Re(z;2)) e os coeficientes dos fatores seno e cosseno, e também o fator

exponencial (Im(z;2)), podemos obter um potencial do tipo —1/(rlog(1/r?)):

(167)

3

Py = (0.3837> —oass1, (05424 Cos[0.3632 1] + 1.9545 Sin[0.3632 1)

Vv, r) =
RGz r [Log (1 + (0.0727)2/r2)]*1%

Este ultimo potencial tem uma boa concordancia com o potencial ph Vragz 1 para r pe-
queno e grande (Fig. (16), linha preta tracejada).

Por outro lado, mesmo quando as parametrizacoes do propagador RGZ fenome-
nolégico melhoraram os fits do propagador da rede, o resultado para o potencial RGZ a
nivel de arvore e fenomenolégico nao é muito diferente. O potencial RGZ fenomenologico
tende a ter um comportamento mais perturbativo do que no nivel de arvore justamente
pela inclusdo do fator Log. Por outro lado, devemos esclarecer que nada pode ser dito
sobre o potencial RGZ a ordens superiores ja que as parametrizagoes vistas anteriormente
carecem da riqueza dos termos de interacao adicionais proprios da teoria RGZ. Mesmo
assim, usar esse propagador fenomenoldgico nos permitiu mostrar que um potencial com

pélos complexos e fatores logaritmicos pode ser escrito na forma da Eq. (167), que serd de
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Figura 17 - Zona D no Potencial RGZ — Nivel de arvore e fenomenolégico
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Legenda: Comportamento dos potenciais na zona D, usando: (a) Z =1. (b) Z # 1.
Fonte: O autor, 2023.

utilidade na proxima secao, quando estudaremos o potencial massivo a ordens superiores.
Os pontos de ramificacao s6 modificam os potenciais ph RGZ na regiao de longas
distancias tal como podemos corroborar na chamada zona D do potencial na Fig. (17).
Podemos destacar também que a amplitude do potencial RGZ nesta regiao ¢ muito menor
do que a amplitude do potencial GZ, sendo que os termos de massa da RGZ (M;) se
encontram no intervalo escolhido para a massa de Gribov (1 < v < 3). Isto é devido a
complexa relagao entre os termos de massa da RGZ com o ponto de mudanca de sinal (Eq.
(151)), o ponto do maximo e o maximo do préprio potencial RGZ (Egs. (151) e (152)).
Para o potencial RGZ, calculado na Eq. (156), com valores de = = 0.37053, y = 0.6256 e
k = 4.8897, se tem os valores aproximados do ponto de mudanca de sinal ry ~ 1.62 fm,
do ponto do maximo r; ~ 1.81 fm e o mdximo do potencial Vrgz(r;) ~ 4 x 107* GeV,

coincidindo com o resultado da Fig. (17) (linha vermelha sélida).

3.3 Potencial massivo do modelo Curci—Ferrari

Como ja foi mencionado, estamos interessados em calcular as melhorias que os
modelos efetivos podem trazer para o potencial ¢ggG. Neste caso, calculamos o potencial
nao-relativistico no modelo Curci-Ferrari (CF) (Curci; Ferrari, 1976b), na verdade, num
caso particular desse modelo (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019; Reinosa et al.,
2017) que é capaz de obter informagao nao perturbativa da QCD, em particular, para o
propagador do gltion, logrando um bom acordo com os dados da rede, tudo isso, através de
uma abordagem perturbativa “segura” no infravermelho, ja que evita um comportamento
divergente para a constante de acoplamento. Nosso objetivo é saber até que profundidade

podemos explorar, com este modelo, as regides de distancia do potencial, em particular,
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as regioes de intermediarias e longas distancias.

E bem conhecido que tanto o propagador do glion perturbativo quanto o mas-
sivo (nivel de arvore, Curci-Ferrari) falham em reproduzir os dados da rede, mas como
mostrado em (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019), o uso de condigbes de re-
normalizagao adequadas e um parametro de expansao relativamente pequeno permitem
que o propagador do gliion, no modelo Curci-Ferrari, obtenha uma boa concordancia com
os dados do propagador do glion na rede (também reproduz o resultado perturbativo do
acoplamento da QCD). A 1 loop, usando pardmetros constantes, a melhor concordancia
do propagador CF ¢é para valores menores que 2 GeV (Fig. (9b)). Em parte isso seria
esperado, uma vez que para grandes momentos, comparados aos parametros utilizados,
seria necessario incorporar as equagoes do grupo de renormalizagdo (RGE) e analisar a
influéncia da escala de energia sobre os parametros como esta claramente explicado nas
referéncias citadas recentemente.

O modelo CF tem um parametro de expansao, A, relativamente pequeno mas sua
constante de acoplamento associada (a; = 47w\/3) pode herdar um valor relativamente
grande (Tabela 2). Esse valor relativamente grande do acoplamento (as > 1) (compa-
rado com o acoplamento perturbativo, s < 1) afetard o comportamento de seu potencial
associado na forma de um deslocamento em relacao ao potencial perturbativo. Particular-
mente, gostariamos de obter calculos para pequenos valores da constante de acoplamento.
Por tanto, exploramos um resultado do propagador CF do gltion a 1 loop usando um valor
da constante do acoplamento relativamente menor, o valor da constante de acoplamento
de Cornell (Mateu et al., 2019) (aB ~ 0.356, Tabela 2), como podemos ver nas Figs.

Figura 18 - Propagador do glion (Curci-Ferrari) a 1 loop

(a)

Legenda: (a) A linha amarela representa o ajuste de (Tissier; Wschebor, 2011). A linha tracejada verde
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representa nosso ajuste. (b) Fungao vestida do glion. A linha horizontal é o resultado

perturbativo em nivel de arvore. Valores dos parametros na tabela 2.

Fonte: O autor, 2023.
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(18a) e (18b) (linha tracejada verde). Obtivemos um resultado semelhante para valores
inferiores a 2 GeV, mas também obtemos discrepancias para valores superiores a ele devido
a auséncia do RGE, conforme mencionado acima.

Para o potencial CF a 1 loop, optamos por integra-lo numericamente devido a com-
plexidade algébrica do propagador e a existéncia de cortes de ramificagdo na integragao:
Vin(r) = Cr /Oo dppasDer(p) eP”, (168)

—0

mr

sendo o propagador CF do glion a 1 loop (Tissier; Wschebor, 2011):

D! A
(v) =s+1+ S{(Q — s%)log(s) + 2 (1 + 3_1)3 (s — 10s 4 1)log(1 + s) + 11157+

m? 24
=205 12)iog (VT2 < (s 2 o

Njw

—2572 4 (4571 + 1)

onde A\ = 3a,/(4rw), s = p?/m? e pg é a escala de renormalizacao.

Nas Figs. (19a) e (19b), comparamos os resultados para os potenciais perturba-
tivo, Cornell, massivo a nivel arvore — CF — (V},,), massivo a 1 loop — 1L CF* (1L V,,%) e
1L CF (1L V,,) onde usamos o conjunto de pardmetros da tabela (2). Todos esses poten-
ciais aparentemente tendem a reproduzir o resultado perturbativo conhecido (Eq. (142)),
embora se espere que os resultados a 1 loop sejam diferentes do resultado em nivel arvore
pelo menos até a regiao perturbativa profunda.

Para ter uma ideia melhor sobre o comportamento desses potenciais, podemos
analisar seus integrandos. Por exemplo, quando p — oo todos os integrandos tendem ao

fator 1/plog(p?) (Valores dos pardmetros na tabela 2):

4.8564
b Z, el D N ) 170
dim Z1.p s Dor(p) plog(p?/1.1433) <p3log2(p2))> o)
1.5176
lim Zy b, Dape (p) ~ N 171
g1, Z1p s Dor (p) plog(p2/2.0076) <p3log2(p2))> )
1.9333
y b N N 172
o1, p s Dor (p) plog(p?/1.1433) <p3 10g2(1>2))> e

1.9333 Lo
p log(p?/2.0076) p3log?(p?)) )’

lim p a, Dop- 173
P Hoop s YCF (p) ( )
onde, como vimos anteriormente, isso vai gerar um comportamento assintotico do tipo
—1/rlog(1/r*) quando r — 0. Isso significa que, para grandes momentos ou curtas
distancias, esses potenciais se comportam como uma familia de curvas, aproximadamente.

As equagoes (170) e (171), pelo menos na primeira ordem, sao similares a nao ser por
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Figura 19 - Potenciais gg no modelo Curci—Ferrari
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As linhas azul (tracejada), rosa (sélida), preta (pontilhada), amarela (sélida) e verde
(tracejada) representam os potenciais perturbativo, Cornell, massivo V,,, (CF), 1L V,,, e 1L
Vin*, respectivamente. (a) Zp =1 (b) Zp # 1. Vide Tab. (2). Mais detalhes no texto.

Legenda:
Fonte: O autor, 2023.

uma constante (~ 3.2 vezes), que explica o resultado muito afastado entre seus potenciais
(Fig. (19b)), enquanto que as equagoes (172) e (173) tem um limite muito parecido,
que por sua vez explica o resultado mais préximo entre seus potenciais mesmo para um
conjunto diferente de pardmetros tal como podemos ver na Fig. (19a).

Na regido de distancias intermediarias®® (Fig. (19)), notamos no potencial 1L V}, o
peso das contribuig¢oes nao perturbativas provenientes do propagador e do grande valor da
sua constante de acoplamento, o que é manifestado como um deslocamento do potencial
em relagdo ao resultado perturbativo, que resulta menor para o caso 1L V,,,* onde usamos
uma constante de acoplamento menor. A grande diferenca entre os deslocamentos do
potencial 1L CF (Figs. (19a) e (19b)) é devida ao grande valor de Z = 2.512 (Tab. 2).

Para entender melhor o comportamento destes potenciais em intermediarias e lon-
gas distancias, precisamos analisar os polos complexos que aparecem no propagador CF
do glion (p? € C) tal como fizemos no caso do potencial RGZ.

Da SubFig. (19b), podemos notar que a zona D sé aparece para os potenciais 1L

Vi € 1L V% mas nao para o potencial em nivel de arvore (V},,) devido a presenca de pdlos

83 Nesta regido ¢ dificil estabelecer uma relacio aproximada entre o integrando e o potencial, pois néo

podemos usar um limite assintético na regido intermediaria.
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Figura 20 - Ajuste ao potencial CF a 1 loop — 1L V,,
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Legenda: Diferencga entre os potenciais 1L V;, e V,: RGZ-like (Eq. (176)) (linha tracejada roxa) e 1L
Vim vs. o fit RGZ-like modificado com um fator logaritmico (Eq. (177)) (linha solida laranja).
Fonte: O autor, 2023.

complexos nos primeiros. Os polos para o potencial 1L V,, sao:

p? = —0.21012 + 0.440371 —  propagador do glion,
p; = £0.37270 + 0.59078 — Integrando do potencial (174)

enquanto que para o caso 1L V,,*, temos que:
p? = —0.16965 + 0.35658% A p; = +0.33558 + 0.531281. (175)

Devido ao valor semelhante dos pélos (Egs. (174) e (175)), a mudanca de sinal
desses potenciais ocorre praticamente no mesmo ponto (Vide SubFig. (19)).

Para explorar uma forma analitica aproximada do potencial 1L V;, vamos consi-
derar s6 os polos simples do integrando como fizemos no caso do potencial RGZ fenome-
nolégico e nao os cortes de ramificagao do propagador 1L CF. Procedendo como nas Eqs.
(138) e (140), e usando os polos z; 5 = £0.37270 + 0.59078 ¢, obtemos:

VI(p) — —g (@, = 1.9107) e~ 059987 (10 5850 Cos(0.3727 r) 4 1.747 Sin(0.37277)) . (176)

r

Sabemos também que quando r — 0, o potencial deve-se comportar como o fator
-1/(rlog(1/r?%)), entdao modificando a Eq. (176) com um fator logaritmico e deixando
livre o argumento (Re(z;2)) e os coeficientes dos fatores seno e cosseno, bem como o fator

expoente (Im(z1)), podemos obter um potencial do tipo — 1/(rlog(1/r?)):

A L9107 g g5, (0-3031 Cos(0.3055 1) +0.2542 Sin(0.3055 7))

V() = ,
m (1) 3 7 (log(1 + 0.12362 /r2))?>°%

(177)

onde o fator exponencial e o argumento dos fatores seno e cosseno foram levemente modi-
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Tabela 2 - Conjunto de pardmetros usados para calcular os potenciais qq
Ao (as)o  mo GeV g GeV 7 s o, GeV
1L V,, 0.4562 1.9107 0.540 1.00 2:512 - 0.181 0.066

- 0.076 0.043

0.785  0.037 0.030

1L Vi * 0.0850 0.3560  0.303 7.50 B 0.050 0.034
1L IS V,, 0.2580 1.0807  0.342 1.00 - 0.300 0.061
2L IS V,, 0.2700 1.1310  0.330 1.00 - 0.338 0.094

Legenda: Ag corresponde ao pardmetro de expansio, (as)g & constante de acoplamento, mg ao termo de
massa, (o ao escala de renormalizagdo, Z ao fator de renormalizacdo da rede (propagador do
glton) e, o, e /7, sdo termos ingénuos que emulam os fatores de Cornell. (/o1 = 0.455GeV.

Fonte: O autor, 2023.

ficados. Seus coeficientes foram os mais modificados. De qualquer forma, como podemos
ver pela linha roxa tracejada na Fig. (20) (AV,, — RGZ — Like), a Eq. (176) é uma boa
aproximagao para o potencial 1L V,, (CF), diferindo ligeiramente apenas na regiao de
curta e longa distancia profunda. Por outro lado, a Eq. (177) estd em concordancia com
o potencial 1L V,,, como podemos ver na linha laranja sélida (AV,, — Fit) da Fig. (20).

Entao, similar ao potencial RGZ fenomenologico, aparentemente no potencial 1L
Vin, 0s fatores logaritmicos e seus pontos de ramificacao nao afetam tanto o comporta-
mento do potencial na regiao de longas distancias.

Posteriormente analisaremos a modificagao do potencial devido a implementacao
do RGE no céalculo do propagador do glion, e por isso usaremos uma férmula naive
(ingénua) do potencial de Cornell para fazer um ajuste exploratério na zona D e estudar

sua melhoria devido a inclusdo de mais termos de interagao vindas das corregoes dos loops:

4 ap,
Vv, = —30‘7+anr, (178)

onde «y, e 0, sao parametros analogos ao acoplamento e tensao da corda, respectivamente.

Da Fig. (19b) (veja a tabela (2) também) podemos notar que o potencial 1L V,,
(ZV,,) tem um valor maior no fator o,, do que o potencial 1L V;,, mas ainda ambos sao
menores em comparagao com o valor do o de Cornell na rede, /o, ~ 0.455 GeV (Mateu
et al., 2019). Além disso, precisamos de um valor «,, maior para ajustar a zona D do 1L
V,n do que no caso 1L V,,, sendo ambos menores em comparagao com o valor o, = 0.356.
Tudo o oposto ocorre com os parametros do tipo Cornell no potencial 1L CF* devido
a que usamos um «g < 1 e Z; < 1, contrario do usado no potencial 1L CF onde esses
parametros sao maiores que um.

Daqui em frente s6 mostraremos resultados do potencial para Z; = 1, pois como
foi mencionado é o mais apropriado ja que o potencial ndo deve depender de um fator

nao fisico. Também ndo usaremos mais o resultado do potencial 1L CF*, mesmo quando
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foi de bastante utilidade, ja que como mostraram os ajustes em (Tissier; Wschebor, 2011,
Gracey et al., 2019), os melhores valores para o propagador do glion no modelo CF giram

em torno de p = 1.

3.4 Potencial massivo: IS-RGE no modelo Curci—Ferrari

Como mencionamos no inicio deste capitulo, gostariamos de analisar o potencial
qq fazendo uso de uma teoria efetiva perturbativa e assim obter um calculo para o po-
tencial mais consistente com a sua equagao perturbativa. De fato, como ja discutido, o
modelo CF suporta uma abordagem perturbativa, que entre outras coisas pode reprodu-
zir o propagador do glion na rede, usando um esquema seguro (sem pélo de Landau) no
infravermelho (IS) através das equacoes do grupo de renormaliza¢do. O resultado deste

potencial, que chamamos de potencial IS, serda analisado nesta secao.

3.4.1 Propagador do glion a um e dois loops — [S-RGE

O uso do IS-RGE na corre¢ao a um loop do modelo CF melhora sua concordancia
com o propagador do gliion na rede, principalmente para grandes momentos, mas, por sua
vez, gera uma leve incompatibilidade com os mesmos dados em torno a 1 GeV (Fig. 5 da
Ref. (Tissier; Wschebor, 2011)). Essa discrepancia é melhorada com a corregao IS a dois
loops, obtendo-se uma descrigao muito boa dos dados da rede (Fig. 6 da Ref. (Gracey et
al., 2019)). Na Fig. (21b) podemos analisar esses resultados. Lembrando que o resultado
em um loop (linha amarela sélida) é o mais préximo dos dados da rede para momentos
menores que 2 GeV, enquanto o resultado em um e dois loops (linhas tracejadas) com o
IS - RGE estao mais proximos dos dados para maiores valores que isso. Sabendo disso,
analisaremos a influéncia dessas melhorias do propagador do gliion no comportamento do
potencial ¢g. Ao mesmo tempo, temos que lembrar que aparentemente apenas o fator
1/p* = a(p)D(p) quando p — 0 (Eq. (135)) geraria um termo linear e nao deverfamos
esperar obter um comportamento do tipo Cornell no potencial, mesmo quando o IS—
RGE ¢ incorporado, pois estamos usando um acoplamento e um propagador do glion,
ambos finitos. Aparentemente, se estivermos usando a equagao perturbativa, Eq. (135),
nao importa a abordagem que usemos para calcular o potencial ¢g, nao obteremos um
comportamento linear para a regiao de longa distancia, nao pelo menos se integrarmos
sobre todos os momentos dessa forma. Por exemplo, em (Vento, 2013) é discutido que o
potencial ¢g calculado da mesma forma (Eq. (135)) a partir de um propagador do glion
e uma constante de acoplamento (ambos finitos), na abordagem de Schwinger-Dyson,

também nao possui um comportamento de confinamento linear.
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Figura 21 - Uso do IS-RGE no acoplamento e no propagador do gliion
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Legenda: (a) IS “running” do acoplamento em um (linha preta ponto-tracejada) e dois (linha vermelha
tracejada) loops. A linha amarela solida é o acoplamento fixo do 1L CF. A linha preta
(s6lida) e vermelha (ponto-tracejada) representam ao pardmetro de expansao A(p) em um e
dois loops, respectivamente. (b) Funcdo vestida do glion. Comparagio entre os resultados do

CF e o IS (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019). A linha tracejada azul representa o
resultado perturbativo no nivel de arvore.

Fonte: O autor, 2023.

3.4.2 Potencial a partir do propagador do glion IS-RGE

Quanto muda o potencial 1L V,,, quando o [IS-RGE ¢ implementado no propagador
do glion e na constante de acoplamento? Comparando com o resultado anterior do 1L
Vi (Fig. (19a)), notamos uma clara diferenga em todo o regime de distdncia deste novo
“potencial seguro no infravermelho” (potencial IS) (Fig. (22)). Isso seria esperado, pois
agora o constante de acoplamento (Fig. (21a)) e o termo de massa dependem do momento.
O comportamento do pardmetro de massa é qualitativamente semelhante ao do “running”
da constante de acoplamento, mas atinge um valor maximo préximo a 0.5 GeV (Fig.

(11a) (Cap. 2) ou Fig. (7) da Ref. (Gracey et al., 2019)). A implementacdo do IS-RGE
transforma o propagador do glion a um (Eq. (169)) e dois loops na Eq. (179) (Tissier;
Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019), onde o reescrevemos em fungao da constante de

acoplamento em vez do pardmetro de expansao A = 3a/4m:

a(po) mi(p) 1
D(p) = . 179
) m*(po) as(p) p* +m?(p) )
Agora podemos escrever o integrando IS como:
(180)

P D) — ) pT0)
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que nos mostra que o integrando IS dependera basicamente do “running” do fator de massa
do glion e, consequentemente, também o comportamento do potencial qg. Integramos

numericamente o integrando IS para obter o potencial.
Para distancias curtas (Fig. (22)), o potencial IS (em um e dois loops) foi melhorado

em relacao ao potencial 1L V,, e agora tende a reproduzir o resultado perturbativo de uma
melhor maneira, o que até certo ponto era esperado, pois agora a constante de acoplamento
tem valores menores nesta regiao. Era esperado também que na regido profunda de curtas
distancias nao tivéssemos uma concordancia completa com os potenciais anteriores, pois

o potencial IS inclui o “running” do acoplamento enquanto os demais potenciais foram

calculados usando uma constante de acoplamento fixa (pardmetros constantes).

Podemos entender melhor esses resultados examinando o integrando do potencial
IS (Eq. (180)), assim como fizemos para o potencial 1L V,, (1L CF) (Eq. (172)). Quando
p — 00, o integrando a 2 loops do potencial IS tendem ao fator 1/plog(p?)%:

! ) : (181)

0.4917
lim pas(p)D(p) ~ ————~7m (
p—o0 p (log(p?))*3* p? (log(p?))
Figura 22 - Potencial IS
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Legenda: A linha tracejada azul, sélida rosa, preta pontilhada, sélida amarela, preta ponto-tracejada e
vermelha tracejada representam os potenciais perturbativo, Cornell, massivo (CF), 1L V,,, (1L

CF), 1L IS V,,, e 2L IS V,,,, respectivamente.

Fonte: O autor, 2023.

84 A um loop temos uma expressdo andloga, porém mais complexa para escrever aqui.
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onde, novamente, esse tipo de fator vai gerar um comportamento assintético do tipo
—1/rlog(1/r?) para o potencial ¢qg quando r — 0. Mas desta vez, o resultado serd mais
proximo do potencial perturbativo devido aos coeficientes mais baixos nos integrandos.

Nesta regiao notamos que as contribui¢ées nao-perturbativas vindas do potencial e
da constante do acoplamento ainda afetam o potencial IS, sendo menor para o potencial em
dois loops (linha tracejada vermelha) do que para um loop (linha ponto-tracejada preta).
Isso porque, para grandes momentos, o valor do integrando em dois loops serda menor
que para um loop. As contribui¢cbes nao-perturbativas do propagador e da constante
de acoplamento afetam o potencial IS deslocando seus valores em relagao ao resultado
perturbativo, como podemos ver na Fig. (22). Este comportamento pode ser observado
para todos os regimes de distancia do potencial.

As regides de distancias intermediarias e longas sao as mais afetadas devido a
inclusdo do “running” nos parametros. Na regido de distancia intermediaria, os valores
relativamente grandes da constante de acoplamento (Fig. (21a)) geram um deslocamento
consideravel em relagdo ao potencial perturbativo, ao contrario do potencial 1L V,,,.

Conforme discutido na anéalise do potencial 1L V,,,, a presenga de pélos complexos
no propagador do glion e, portanto, no integrando do potencial (Eq. (180)) ird gerar a
chamada zona D na regiao de longas distancias. Podemos entender melhor a diferenca
entre os potenciais IS a um e dois loops nesta regido se prestarmos atencao a compatibili-
dade incompleta do propagador IS do glion a um loop (Fig. (21b)) com os dados da rede
(e comparado com o resultado 2L IS). Isso gera uma estrutura completamente diferente
no plano complexo devido a diferenga dos pdlos (e também aos cortes de ramificagio)
presentes no integrando IS em um e dois loops (Figs. (39a) e (39¢c)), onde este ultimo
tem uma melhor concordancia com os dados da rede em torno de 1 GeV, tal como o
resultado 1L CF. Portanto, como comparacao, vamos focar nos resultados de um [loop
sem RGE (potencial 1L V},,) e no de dois loops incluindo o RGE (potencial 2L IS) devido
a melhor concordancia de ambos com os dados da rede para momentos em torno de 1
GeV. Em ambos os potenciais, a mudanca de sinal e o aparecimento da zona D ocorrem
em distancias semelhantes (r ~ 1.4 fm), mas o potencial 2L IS, ao contréario do potencial
1L V,,, é melhorado devido a inclusdo de mais termos de interagao (SubFig. (22)). Essa
melhoria foi quantificada usando o ajuste do tipo Cornell da Eq. (178) como podemos ver
na Tabela (2). Também podemos notar que tanto os potenciais 1L IS V,,, quanto e 2L IS
Vin tém um fator o, maior que o do 1L V,,, mas ainda menor que o valor da rede.

Podemos obter uma forma analitica aproximada para o potencial 2L IS, conside-
rando novamente os pélos do integrando como poélos simples, tal como ja fizemos ante-
riormente, e incluindo novamente fatores logaritmicos devidos ao limite assintético do
integrando IS (Eq. (181)). Os pdlos do integrando 2L IS sao:
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Figura 23 - Ajuste ao potencial IS a 2 loops
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Legenda: Diferenga entre o 2L IS V,,, e o ajuste modificado tipo RGZ (Eq. (183)).
Fonte: O autor, 2023.

+pio = £(4£0.0470 + 0.251114) ,
+pgs = & (£0.5467 + 0.56531)
+pse = £ (£0.5873 + 0.48614) . (182)

Usando a Eq. (138), os pélos p; o irdo gerar coeficientes aproximadamente nulos.
Apesar disso, ainda podemos pensar que o potencial terd uma estrutura composta, do
tipo RGZ, como na Eq. (177), devido aos outros dois pélos restantes. O ajuste produz o

seguinte resultado:

4

v = (

r

95.3667 ) o051, (0.0081 Cos(0.79407) — 0.0396 Sin(0.7940 7))
€
(log(1 + 5.14162 /r2))***!

04986, ( —0.0006 Cos(1.3077 ) 4+ 0.0440 Sin(0.4487r))
e

} sy
(log(1 + 0.51822/12))

onde o fator 95.3667 vem do fator a,(pg)/m*(po) presente no integrando 2L IS. Basica-
mente, a ultima equagao é uma soma de um fator seno e cosseno corrigidos com termos
logaritmicos. O potencial da Eq. (183) concorda com o potencial 2L IS, como pode-
mos ver pela pequena diferenca entre seus valores na Fig. (23) (linha vermelha, 2L IS
AV, —Fit). A presenca de mais pélos complexos no integrando IS, que vem da inclusao de
mais termos de interacao no propagador do glion e da constante de acoplamento, levam a
mais fatores no potencial IS melhorando seu comportamento para longas e intermediarias

distancias tal como vimos nos ultimos resultados.



101

Figura 24 - Constante de acoplamento TS e diagramas de Feynmann
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Legenda: (a) Acoplamento de Taylor em um (linha pontilhada preta) e dois (linha tracejada vermelha)
loops. As linhas preta (sélida) e vermelha (ponto—tracejada) representam o parametro de
expansao de Taylor efetivo TS (p) = 3aT(p)/4r em um e dois loops, respectivamente
(Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019). (b) Diagramas de Feynman: para o
propagador do glion (acima) e para o potencial ¢gg (OGE) (abaixo).

Fonte: O autor, 2023.

3.5 Potencial massivo: Acoplamento no esquema de Taylor

A partir dos diagramas de Feynman (Fig. (24b)) sabemos que a ordem da expan-
sdo na constante de acoplamento para o potencial OGE é uma ordem maior do que para
o propagador do glion e como o calculo do potencial depende do propagador do glion,
pode parecer que algum calculo perturbativo para o potencial, aproveitando o resultado
perturbativo do propagador do glion (IS), seria razoavel porque cada contribuicdo em
funcao da constante de acoplamento seria cada vez menor como seria de esperar de um
calculo perturbativo. Mas isso nao é tao simples quanto parece porque mesmo quando
a abordagem perturbativa IS for étima para o propagador do glion, a aplicacao direta
dessas caracteristicas no cdlculo do potencial ¢g nao parece tao facil como percebemos
neste estudo exploratorio do modelo IS. Isto se deve em parte a que o potencial ¢g con-
tém muita mais informagdo nao perturbativa do que o propagador do glion, que pode
ser percebido inclusive se usarmos a aproximacao OGE, onde o potencial depende do
produto a(p) D(p) onde se a constante de acoplamento (e ndo o pardmetro de expansio)
nao for moderadamente pequena, nossos resultados se desviarao um pouco do resultado
perturbativo (ou Cornell), como ja vimos na Fig. (22).

Sabemos que o resultado fisico do potencial gg nao deve depender do calibre, do
esquema ou da forma de calculd-lo, mas devido as aproximacoes feitas até este ponto,
nao esperamos atingir o valor exato do resultado do potencial da rede (Linear), mas
pelo menos esperamos que as caracteristicas da abordagem perturbativa IS nos fornecam

boas informacaes sobre o potencial gg. E por isso que vamos explorar outro resultado do
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modelo IS usando o acoplamento de Taylor, que concorda com o resultado da constante
de acoplamento da rede (Duarte; Oliveira; Silva, 2016) e possui valores moderadamente
menores que o tltimo acoplamento usado. Como é mencionado em (Gracey et al., 2019)
(e discutido em (Duarte; Oliveira; Silva, 2016)) ele vem do pardmetro de expansao efetiva
relevante A do modelo CF no esquema IS (ao invés de A) e pode ser escrito como (Eq.

(132) (Cap. 2) —Veja (Gracey et al., 2019)):

2

= 50) = ) D) o) = o) () s

a™(p) = 3

onde F'(p,po) € a fungao vestida do ghost.
Em uma anéalise rapida, podemos ver que para momentos intermediarios e baixos,

o acoplamento &l (p) possui valores menores (Fig. (24a)) do que o acoplamento c(p)
que foi usado nos tltimos cédlculos (Fig. (21a)). Assim, em comparagdo com os resultados
dos potenciais anteriores, esperamos pelo menos uma melhoria na regiao de distancias
intermediarias devido ao menor “peso” do acoplamento, ou seja, que este novo resultado
seja mais préximo do resultado do potencial perturbativo. Raciocinando dessa forma, nao

esperariamos a mesma melhoria para a regiao de longa distancia devido a tal diminuicao

no valor da constante de acoplamento.

Figura 25 - Potencial IS e IS no esquema TS
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Legenda: A linha tracejada azul, sélida rosa, preta pontilhada, sélida amarela, preta ponto-tracejada,
vermelha tracejada, preta ponto-tracejada (fina), vermelha tracejada (fina) representam os
potenciais perturbativo, Cornell, massivo V,,, (CF), 1L V,,,, 1L IS, 2L IS, 1L IS - TS e 2L IS -

TS respectivamente.

Fonte: O autor, 2023.
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3.5.1 Potencial para distancias curtas

Para grandes momentos, o acoplamento aZ(p) (Eq. (184)) tende a reproduzir
o resultado perturbativo a,(p). Entdo, em grandes momentos o integrando do potencial
nao serda modificado e corresponderd aos resultados anteriores para o integrando IS em
um e dois loops. Portanto, isso significaria que para distancias curtas esse potencial IS
no esquema de Taylor (IS TS) ndo seria afetado, o que serd mais valido para a regiao
profunda de distancias curtas, pois podemos notar que a regiao abaixo e proxima de 0.2
fm ¢ levemente afetada, assim o uso do acoplamento @X*(p) no potencial ¢ também traz
uma melhoria em relagao ao resultado perturbativo na regiao de curtas distancias, como
podemos ver na Fig. (25).

Sabe-se que o potencial gg obtido a partir da teoria de perturbagao padrao nao
pode reproduzir os dados da rede para distancias curtas (Bali, 1999), pelo menos nao sem
incluir algumas correcoes. Bem, neste caso usaremos nossos resultados dos potenciais 1L
Vin, IS e IS no esquema TS para testar se esses potenciais podem ter alguma concordéancia

com o potencial da rede naquela regiao. Para isso, usamos a seguinte equagao:

Vshortn(r) = AV (r) +Br +C (185)

onde, para obter concordancia com os dados da rede, tivemos que reajustar os valores
dos potenciais usando um fator adimensional A. Os fatores B e C emulariam a tensao da

corda e o fator de auto-energia do potencial, respectivamente.

Figura 26 - Ajustes no potencial da rede para curtas distancias
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Legenda: Ajustes do potencial da rede (quenched) (Bali, 1999) usando a Eq. (185) (Veja o texto
principal para mais detalhes.). Os dados estdo em unidades da escala ro =~ 0.5 fm

Fonte: O autor, 2023.
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Na Fig. (26), a linha amarela sélida, preta ponto-tracejada, vermelha tracejada,
preta ponto-tracejada fina e vermelha tracejada fina representam os potenciais 1L V,,, 1L
IS, 2L IS, 1L IS-TS e 2L IS-TS, respectivamente. Usando a Eq. (185), esses potenciais
podem reproduzir o potencial da rede para curtas distancias. Os valores dos parametros
A, B e C sao mostrados na Tabela (3).

Realmente gostariamos que o valor de A fosse 1, ou seja, nao precisar redimensionar
o valor dos potenciais pois isso afeta seus pardmetros principais. Quanto menor ou maior
que 1 esse for esse valor, significa que temos que redimensionar mais o menos o potencial.
Conforme mostrado na Tabela (3), o potencial 1L V,,, é o mais afetado, em parte, porque
a sua constante de acoplamento é grande. Para o potencial 1L IS, A apresenta um valor
muito proximo de 1 que ndo muda muito quando o acoplamento TS é utilizado. Para os
resultados de 2 loops temos uma situacao semelhante, com um valor de reescalonamento
proximo de 1 também. Isso é importante porque significa que o potencial representa
melhor o resultado dos dados em distancias curtas.

Espera-se que um potencial obtido a partir da PT precise de um termo linear
adicional para compensar a falta de aspectos nao perturbativos. Os parametros B e C
foram adicionados para ver se precisamos incluir tais fatores nao perturbativos. Conforme
indicado pelos valores de B na Tabela (3), esse fator acaba sendo desnecessario. Isso pode
ser facilmente entendido se analisarmos o comportamento desses potenciais para distancias
curtas. O pardmetro C foi necessario para obter uma boa concordancia com os dados.

A partir da Eq. (177), temos que o potencial 1L V},, para distancias curtas é:

1L aiff(r) 2 2
V.i(r ~0) ~ I + (1.0323)" r 4+ 0.1903 + O(r?) | , (186)
onde:
0.7721
alky(r) = (187)

(log(1 + 0'12362/7“2))0'2592 .

O fator 1.0323 (Eq. (186)) é um termo de tensao na corda com um valor grande
que aparentemente indica que existem contribuicoes nao perturbativas aparecendo em
curtas distancias (Bali, 1999).

Para distdncias curtas, o potencial IS 2L (Eq. (183), pode ser escrito como:

2L agff(r) 2 2
V2E(r ~ 0) ~ — — (0.7122)*r + O(r7) , (188)

onde:

%k (r) = 1.0276 ~ 0.0706
o/ (log(1 + 5.14162/r2))* 9" (log(1 + 0.51822/72))" 010 )~

(189)
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Tabela 3 - Conjunto de parametros usados para ajustar o potencial em distancias curtas

A VB GeV  C GeV

1L V,, 0.3314 ~0 ~0
1L IS V,, 1.1013 ~0 1.2044
2L IS V,, 1.3505 ~ 0 1.2381
1L IS V,,, =TS 1.1434 ~0 0.5970
2L IS V,,, - TS 1.4000 ~0 0.8055

Legenda: Ajuste da Eq. (185) com os dados de curtas distancias (Bali, 1999). A é um fator de escala, B
e C sdo termos de tensdo de corda e energia prépria, respectivamente.
Fonte: O autor, 2023.

Desta vez obtemos um valor de tensdo da corda menor (0.7122 GeV) do que para
o potencial 1L V,,,, mas ainda maior que a tensao da corda da rede (0.455 GeV). Pelo que
podemos ver, para este caso também existem contribuigoes lineares nao perturbativas
aparecendo em curtas distancias, as quais serao relevantes ainda na regiao intermediaria.
Assim, devido a existéncia desses fatores lineares, nao é necessario adicionar um

fator linear adicional (B) no ajuste para curtas distancias tal como vemos na Tabela (3).

3.5.2 Potencial para intermedidrias e longas distancias

Mesmo quando @X¥(p) tem valores menores no IR (comparado com ay(p) IS),

as regioes de intermediarias e longas distancias do potencial sao melhoradas devido a
estrutura IR do acoplamento a%(p). O fator extra 1/(p? + m%(p)) (Eq. (184)) altera a
ordem dos pélos no integrando do potencial IS porque o propagador do glion ja contribui
com o mesmo termo. Na Eq. (269) (Apéndice C), podemos ver um exemplo simples
para isso, onde no caso de pdlos simples de ordem dois aparecem contribuigoes adicionais
em relagao ao polo simples de ordem um, entao tais termos contribuiriam na “melhoria”
do comportamento do potencial tanto na regiao de distancias intermediarias como na
j& mencionada zona D. Devido a isso, poderiamos pensar que o comportamento desses
potenciais na zona D (Fig. (27)) nao depende completamente do valor grande ou pequeno
do acoplamento, mas das contribui¢coes que vém dos polos complexos, pelo menos com
este modelo.

Como ja mencionamos nas tltimas analises dos potenciais 1L V,, e IS, comparamos
sua melhoria devido & implementagao do RGE no propagador do gliion. Agora, focando
na regiao de longas distancias, particularmente na zona D, usamos novamente a férmula
do potencial do tipo Cornell (Eq. (178)) para ajustar esta parte do potencial (Tabela 4).

Os primeiros resultados (Tabela (2)), na zona D, mostraram para o potencial 1L

Vi um valor de tensao da corda (naive) de 0.043 GeV. Esse valor aumentou ligeiramente
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Figura 27 - Zona D dos potenciais IS e IS-TS
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Legenda: A linha amarela, preta ponto—tracejada, vermelha tracejada, ponto—tracejada (fina) e
vermelha tracejada (fina) representam os resultados 1L V,,, 1L IS, 2L IS, 1L IS-TS e 2L
IS-TS, respectivamente.

Fonte: O autor, 2023.

Tabela 4 - Parametros usados para ajustar a zona D do potencial IS-TS.

an  \Jo, GV
LIS V,, TS 0412  0.128

2L IS V,, = TS 0.451 0.147

Legenda: Ajuste na regido de longas distancias do potencial IS-TS usando a Eq. (178).
Fonte: O autor, 2023.

a medida que usamos os resultados do propagador de glion com o RGE. O pentltimo
resultado foi o do potencial 2L IS (2L IS V},,), com um valor de 0.094 GeV (tabela (2)).
Agora, os ultimos resultados para a tensao da corda também mostram um aumento em
seu valor, algo que também pode ser verificado graficamente na Fig. (27). Os maiores
valores obtidos foram para o potencial 2L IS TS, com um valor de 0.147 GeV (Tabela 4).
Esses valores ainda representam uma fragao do valor da tensao da corda na rede.

Como vimos, o uso do acoplamento a®(p) trouxe melhorias interessantes para a
regiao de longas distancias. Além disso, seu uso também trouxe melhorias na regiao de
distancias intermedidarias como pudemos verificar na Fig. (25) onde os potenciais IS-T'S
(@I5(p)) se aproximam mais do potenciais perturbativo do que os resultados anteriores.

Mas isso nao é tudo. Embora nao tenhamos enfatizado nisto primeiro, a presenca
de pélos complexos também afetou o comportamento desses potenciais na regiao de dis-
tancias intermediarias. Infelizmente devido a presenca de termos de seno e cosseno (Egs.
(177) e (183)) nao podemos usar aproximagoes e obter uma expressao mais clara sobre
o comportamento do potencial nessa regiao. Mesmo assim, a Fig. (25) mostra um fato
interessante, nessa regiao, os potenciais sao aproximadamente lineares, o que podemos

verificar usando um ajuste do tipo Cornell (Eq. (178)).
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Figura 28 - Comportamento semi—linear dos potenciais IS e IS-TS

0.0

Legenda: A linha preta ponto—tracejada, vermelha tracejada, ponto—tracejada (fina) e vermelha
tracejada (fina) representam os potenciais 1L IS, 2L IS, 1L IS-TS e 2L IS —TS,
respectivamente. As linhas finas s6lidas sao um ajuste linear. Veja a tabela 5.

Fonte: O autor, 2023.

Tabela 5 - Parametros do ajuste da regidao intermediaria dos potenciais IS e IS-TS

a,(p) al”(p)
o, Vo, GeVo S. GeV o, Vo, GeVo S GeV
1L IS V,, 0.275 0.532 -1.413 0.308 0.431 -0.685
2L IS V,, 0.220 0.530 -1.225 0.243 0.456 -0.770

Legenda: a,, \/0, € S. sdo termos que emulam os fatores de Cornell.
Fonte: O autor, 2023.

Lembrando que para curtas distancias os potenciais apresentaram fatores lineares
maiores que o valor da tensao da corda (Eqs. (186) e (188)) e, que também os potenciais
obtidos nao apresentam um comportamento linear para longas distancias, era esperado
que as contribui¢oes adicionais aparecendo em distancias intermediarias fossem mitigado
gradualmente o termo linear como a Fig. (28) mostra a partir de 0.20 fm, onde o potencial
tem um aumento suave e estavel com a distancia, até 0.65 fm, aproximadamente.

Os resultados do ajuste entre 0.11 fm e 0.70 fm sd@o mostrados na tabela (5).
Precisamos aumentar um fator constante S. para obter uma boa concordancia com os
potenciais. Analisando esses valores podemos ver que o ajuste dos potenciais oferece
resultados préximos aos encontrados na rede, destacando aqueles que vém dos potenciais
IS-TS, onde encontramos que a tensdo da corda assume valores de o7y = (0.431)% = 0.19
GeV? e ol = (0.456)% = 0.21 GeV?.

E realmente surpreendente encontrar esses resultados usando apenas a aproximacao

OGE para o potencial ¢gg. Especialmente, aquele para o potencial 2L IS TS onde a tensao
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da corda estda em concordancia com o valor encontrado na rede. Embora este resultado
seja valido apenas na regiao de distancias intermediarias, ¢ muito importante, pois como
mencionado em (Bali; Schilling; Wachter, 1995b), as energias de ligacao dos estados de
baixo nivel sdo menos sensiveis a forma do potencial fora da faixa de 0.2 fm - 1.0 fm, que
na verdade ¢ o intervalo que estamos tratando como a regiao de distancias intermediarias,
e como praticamente temos um potencial linear nessa regiao, poderiamos testar se esse

potencial consegue reproduzir essas energias de ligacgao.

3.6 Potenciais saturado e ad hoc linear

Como ja foi mencionado, uma forma de se obter um fator linear é considerar uma
divergéncia no IR do integrando do potencial. Isto ndo parece uma opcao valida ja que
os resultados da rede sado finitos tanto para a constante de acoplamento como para o
propagador de glion, logo:
1Cp

V(r— o0) ~ .
s

/ dppagDye®” =0, (190)
p—0

onde oy = a(p — 0), Dy = D(p — 0), ambos finitos®. Isso pode significar que a aborda-
gem perturbativa s6 pode produzir um potencial saturado a partir de quantidades finitas,
uma vez que este pode ser definido mais uma constante adicional. Esse comportamento é
observado em dados na rede quando sao considerados quarks dindmicos na aproximacao
unquenched, algo que nao esta sendo considerado em nossos cédlculos. Tudo isso parece
um resultado estranho, mas também temos que ter em mente que nossos resultados nao
sao um resultado exato do potencial qg e talvez essa aproximagao nao pode ir mais longe.
No momento podemos ajustar os potenciais obtidos mais uma constante para comparar
até que ponto eles podem dar uma semi-descrigao do potencial de Cornell e/ou da rede.
Poderiamos também considerar um termo linear adicional como é feito em outros tra-
balhos, citados anteriormente, para tentar encaixar o potencial em toda a sua extensao.

Definimos um potencial saturado (Vsc(r)) e um potencial ad hoc linear (Vpr(r)):

Vsc(?”) = CLV(T’) +c (191)
Ver(r) = AV(r)+ Br+C, (192)

85 Discutir as consequéncias de um potencial V (r) — 0 para grandes distancias: possibilidade de tunela-
mento e de espectro continuo (auséncia de confinamento) é por si mesmo um tema bastante interessante
mas que infelizmente nao abordaremos nesta tese, mas deixaremos para incluir em analises posteriores.
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Figura 29 - Potencial saturado e ad hoc linear
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Legenda: A linha tracejada azul, preta pontilhada, sélida amarela, preta ponto-tracejada, vermelha
tracejada, preta ponto-tracejada (fina), vermelha tracejada (fina) representam os potenciais
perturbativo, Cornell, massivo (CF), 1L CF, 1L IS, 2L IS, 1L IS - TS e 2L IS - TS
(modificados) respectivamente. Potenciais (a) Saturados (b) Linear ad hoc.

Fonte: O autor, 2023.

onde a e A sao fatores adimensionais de escala, B é um termo de tensao de corda e, c e C
correspondem a um termo de auto-energia.

Os resultados para os potenciais saturados (Vso(r)) sao mostrados na Fig. (29a)
e também na Tabela (6). Os ajustes com o potencial da rede (Bali; Schilling; Wachter,
1997) foram feitos no intervalo [0.2 - 0.45] fm, onde foi encontrado um melhor resultado.
Na se¢ao 3.5.1 foi discutida a influéncia dos fatores a e ¢ no potencial . Novamente o
potencial mais afetado foi o 1L CF. Seu fator de escala “a” deve ser pequeno para se
adequar aos resultados. Os fatores de escala para os potenciais IS e IS-TS sao proximos
de 1. Como observamos na se¢ao 3.5.1, para distancias curtas, o potencial 1L CF tem um
melhor ajuste com o potencial da rede. Nesta mesma regiao, podemos notar novamente
um ligeiro desvio dos potenciais IS e IS - TS em relagao ao potencial da rede. O fator c
foi necessario para obter um melhor ajuste com o potencial da rede, e por sua vez indica
o valor maximo que cada potencial atinge.

Finalmente, temos os resultados para o potencial ad hoc linear (Vpr(r)). Para o
ajuste do potencial da rede usamos o intervalo: [0.1 — 1.60] fm. Em geral, os resultados
de ajuste nao sao tao bons, pois o fator de escala é pequeno em todos os potenciais. Isso
porque, como vimos anteriormente, esses potenciais ja apresentam um fator de tensao na
corda maior que o fator da rede. Por essa razao, o ajuste forca o fator de escala a ser
pequeno para reduzir a influéncia do fator linear de curtas e intermediarias distancias e

assim poder dar prioridade ao fator linear de longas distancias que colocamos de forma
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Tabela 6 - Parametros usado no ajuste do potencial da rede

Saturado ad hoc linear
a c GeV A VB GeV C GeV
1L V,, 0.379 0.487 0.181 0.470 -0.058
1L IS V,, 0.801 1.109 0.346 0.427 0.236
2L IS V,, 0.891 1.009 0.332 0.442 0.117
1L IS V,, — TS 0.909 0.749 0.374 0.454 0.034
2L IS V,,, — TS 0.996 0.796 0.373 0.455 0.023

Legenda: Ajustes dos potenciais saturado e ad hoc linear com o resultado da rede (Bali; Schilling;
Wachter, 1997) (Ver Egs. (191) e (192)).
Fonte: O autor, 2023.

ad hoc. Por tudo isso, em geral, o fator B estd muito proximo do valor de tensdao da
corda da rede, o que é necessario para obter um bom ajuste. O fator C acaba sendo quase

desnecessario, pois possui valores proximos de zero em quase todos os casos.

3.7 Comentarios finais sobre o potencial quark—antiquark

Foi observado em todas as equagoes do potencial que, em relacao aos poélos reais,
a presenca de polos complexos no propagador do glion, contribui com termos adicionais
ao potencial. Os pdlos reais do propagador contribuem com termos proporcionais a ex-
ponenciais que decaem em funcao da distancia, o que mitigam suas contribuicdes para
grandes distancias, enquanto que os polos complexos nao apenas contribuem com termos
de decaimento, mas também com termos proporcionais a fatores seno e cosseno. Isto foi
proprio dos casos GZ, RGZ e CF (a 1 loop sem RGE), onde os pdlos complexos deram
origem a chamada zona D, que no contexto dessas resultados, poderiamos ter pensado
em associa-la a um surgimento de um indicio de confinamento cuja melhoria poderia vir
da inclusdo de mais termos de interacao. E, ja& que uma divergéncia IR no integrando
do potencial talvez nao seja a solugao para o potencial linear, poderiamos ingenuamente
perguntar se uma contribuicao multigludnica no potencial poderia oferecer melhores re-
sultados, pois estariamos na presenca de multiplas contribuigoes de seno e cosseno devidas
aos polos complexos do propagador do glion e da constante de acoplamento, algo assim
como uma soma de Fourier onde os termos sinusoidais se aproximassem a um termo li-
near para distancias maiores. Por outro lado, tem trabalhos indicando que a contribuicao
multigluonica no potencial nao muda significativamente a dependéncia radial do potencial
mas sim renormaliza a sua forca efetiva e o seu alcance de interac¢ao (Ding; Huang; Chen,
1987; Liu; Chen; Huang, 1990; Belkov; Dillig; Pilotto, 1996).

Por outro lado, os ultimos resultados para o potencial do modelo CF incluindo
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o RGE nos seus parametros, mostraram novamente a aparicao da zona D, pois estamos
na presenca de polos complexos novamente. Porém, um tanto mais importante e de-
vido principalmente ao fator de massa efetiva do glion deste modelo, foi a apari¢ao de
um comportamento semilinear nesses potenciais (IS e IS-TS, Fig. (28)) na regido de
distancias intermediarias, onde agora a contribuicao multigluénica no potencial poderia
ser um recurso interessante de adicionar ja que este nao mudaria significativamente a sua
dependéncia radial e sim o alcance do potencial, e poderia nos ajudar a estender o compor-
tamento semilinear desses potenciais para longas distancias. Diante disto, esperariamos
entao que a chamada zona D acabe desaparecendo pela extensao do comportamento li-
near. Isto planteia um inconveniente na existéncia da zona D no potencial, ja que mesmo
que ela sempre possa aparecer produto dos pélos complexos, torna complicado relaciona-
la com algum vinculo ou indicio de confinamento e terminaria sendo mais um produto

das aproximacoes matematicas envolvidas.
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4 MOMENTO MAGNETICO E VERTICE QUARK-FOTON

Os processos de fisica de altas energias sao extremamente importantes, pois ofe-
recem muita informacao sobre o comportamento das interagoes fundamentais envolvidas
nesses processos. Sendo assim, nos permitem testar previsoes tedricas e compara-las com
seus respectivos dados experimentais, obtendo-se em muitos casos uma boa concordan-
cia entre eles (Soding; Wolf, 1981; Workman et al., 2022). No caso da QCD, embora
esses processos a altas energias sejam tao relevantes, nos experimentos em aceleradores
de particulas que envolvem processos de espalhamento ou condigoes iniciais dos estados
hadronicos, os diferentes estdagios e/ou ingredientes nessas colisdes podem envolver escalas
de energia relativamente baixas, de modo que o enfoque perturbativo nao seja suficiente
e precisemos de informacoes nao-perturbativas.

A compreensao das propriedades hadronicas em funcao de quarks e glions é atu-
almente uma questao nao resolvida, ja que nao podemos calcular analiticamente suas
propriedades a partir de primeiros principios, razao pela qual a QCD acaba sendo abor-
dada através do uso de teorias efetivas ou aproximacoes numéricas que podem nos permitir
obter grandezas nao-perturbativas. Fatores de forma, por exemplo, sdo um campo de es-
tudo interessante, pois oferecem informacao sobre a estrutura e o comportamento elétrico
e magnético das particulas envolvidas. Mesmo quando nao podemos calcular analitica-
mente os fatores de forma para os hadrons (prétons, néutrons, ETC.) ou mesmo para os
quarks diretamente devido ao confinamento, podemos explorar os fatores de forma desses
constituintes hadronicos uma vez que eles podem interagir com os fétons. Isso nos leva
a estudar o vértice quark-féton (QPV), pois ele codifica todas as informagoes da intera-
¢ao. Para o estudo do momento magnético dos hadrons e dos quarks, além do vértice
quark-féton, existem algumas abordagens: sejam elas efetivas (fenomenolégicas) (Rijula;
Georgi; Glashow, 1975a; Chao, 1990; Jido; Weise, 2005; Jovanovic et al., 2010), semi-
analiticas, como o uso das equagoes de Schwinger-Dyson (SDE) (Frank, 1995; Chang; Liu;
Roberts, 2011; Fomin et al., 2020; Xing; Raya; Chang, 2021) ou numéricas, como a QCD
na rede (Martinelli et al., 1982; Beane et al., 2014; Leutnant; Sternbeck, 2018; Sternbeck;
Leutnant; Eichmann, 2019; Alexandrou et al., 2019).

Por outro lado, fazendo certas aproximagoes, podemos tentar explorar analitica-
mente os fatores de forma eletromagnéticos dos quarks usando o enfoque perturbativo.
Nas ordens mais baixas, eles receberdo contribuigoes eletro (QED) e cromo (QCD) mag-
néticas vindas do QPV. Em particular, focaremos na contribuicao da QCD que depende
do propagador do glion. E, como ja mencionamos no Cap. 2, existem alguns modelos que
tentam abordar o confinamento inspirados no comportamento do propagador do glion na
rede, cuja modelagem do seu propagador no gauge de Landau inclui a consideragao de

ingredientes nao-perturbativos como as escalas de massa presentes. Temos o modelo de
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Curci-Ferrari (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019), com uma massa efetiva para
o glion, o formalismo de Gribov-Zwanziger (GZ), que inclui a chamada massa de Gribov,
e o seu modelo refinado (RGZ), que introduz ainda alguns condensados de dimensao dois
(Gribov, 1978; Zwanziger, 1989b; Zwanziger, 1990; Dudal et al., 2008b).

Nesse contexto, nosso objetivo é explorar o impacto fenomenolégico desses tipos de
propagadores do gliion no vértice QPV em um loop. Especificamente, investigaremos o fa-
tor de forma magnético, mostrando que as modificacoes que aparecerao devido as escalas
nao-perturbativas dos modelos mencionados sdo consistentes. Por outro lado, queremos
ver quao profundamente podemos sondar a regidao de baixas energias e tentar obter al-
gumas informagoes ou valores dos parametros dos modelos estudados. Vale ressaltar que
os resultados apresentados em (Tissier; Wschebor, 2011; Reinosa et al., 2017; Gracey et
al., 2019) mostram que em alguns casos a regiao de baixas energias das QCD pode ser
explorada através do enfoque perturbativo mesmo quando a constante de acoplamento
nao é pequena o suficiente, mas sim o parametro de expansao associado. Isso é muito
interessante, pois em baixas energias nao ha consenso sobre um valor fixo da constante
de acoplamento, ja que dependendo do vértice de interacao do qual é extraida, esta pode
ter diferentes comportamentos e valores, nulos ou até grandes (vide a Tabela 5.2 na Ref.
(Deur; Brodsky; Teramond, 2016) e também as referéncias ali citadas). Mesmo assim,
para um conjunto grande de modelos de acoplamento que saturam no infravermelho, o
parametro de expansao no modelo de Curci-Ferrari, por exemplo, mantém-se abaixo de
1.

Outro objetivo é apresentar calculos e discussoes sobre o momento magnético do
préton, obtido por meio de um modelo efetivo, o modelo de quark constituinte (CQM).
Nele, introduziremos as modificacdes do fator de forma dos quarks devido aos modelos
mencionados acima. Todos esses resultados serao tratados com cuidado, explicitando as
limitacoes do modelo mesmo quando este consegue obter uma boa concordancia com o
momento magnético e o espectro dos hadrons (Rujula; Georgi; Glashow, 1975a; Perkins,
2000; Jovanovic et al., 2010).

4.1 Momento magnético

Para uma particula de massa m, spin s e carga e, o momento magnético do spin é

dado pela seguinte equacao:

(&

HMpart = & <277’L) Sa (193)
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Figura 30 - Diagramas de Feynman do vértice férmion-féton

Legenda: (a) Diagrama geral do vértice férmion-féton. p, g1 e g2 sdo os momentos do processo. (b)
Contribuigbes ao vértice quark-féton na ordem de um loop. As linhas retas, onduladas e
enroladas representam o quark, o féton e o glion, respectivamente.

Fonte: O autor, 2023.

onde g% é o fator de Landé, que representa a forca relativa entre o momento magnético
e 0 seu acoplamento spin-érbita.

O momento magnético de spin ou apenas o momento magnético também pode ser
calculado através da QFT via o vértice férmion-féton (Fig. (30)). O momento magnético é
um excelente observavel para explorar com QFT. Prova disso é a concordancia entre a pre-
visao do momento magnético do elétron (muton), através do vértice elétron (mion) —f6ton
em Eletrodindmica Quantica (QED), comparado com seu valor experimental (Aoyama,
Kinoshita; Nio, 2019; Zyla et al., 2020; Aoyama et al., 2020).

O vértice férmion-féton (FPV), pode ser representado com um diagrama geral de
Feynman como o da Fig. (30), que pode ser descrito de forma geral com a préxima
expressao (Minkowsky e on—shell) (Peskin; Schroeder, 1995; Schwartz, 2014):

py ot

My, = —ieU(q) [Fl (p?) v +i F (pQ)] U(q). (194)

m

onde U(q1) e U(go) sdo espinores de Dirac, o = 1 [y#, 7], sendo v* uma matriz de Dirac,
Dy = G2 — Qu, € Fy e F5 sdo os fatores de forma onde F) estd relacionado a carga elétrica
e F, ao momento magnético.

Sabe-se (Schwartz, 2014; Peskin; Schroeder, 1995) que a partir da expressdao ante-
rior (Eq. (194)) pode ser obtido o fator g, que é quasi como obter o momento magnético

da particula (Eq. (193)), em funcao dos fatores de forma:
g =2[F1(0) + F2(0)], (195)

onde F1(0) = 1, devido a conservagao de carga, e F» = 0 no nivel de arvore.

86 Nao confundir com o fator g relacionado com a constante do acoplamento forte, oy = g2 /4.
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O fator g, e o momento magnético do elétron (QED a 1 loop), sdo dados por:

e 8]
(1> 1
2m6> ( + 27r> KB, (196)

onde « é o acoplamento da QED, up = €/2m, é o magneton de Bohr e F5(0) = /27,

ne =g (50 5 = 1+ F0))

sendo /27 o conhecido resultado do Schwinger para QED. (Schwinger, 1948).

Mas e as outras particulas? O proton, por exemplo. Se calcularmos o momento
magnético do proton da mesma forma que para o elétron, obteremos um resultado seme-
lhante (Eq. (196)) ja que em 1 loop o fator g da tltima expressao ¢ independente da massa
da particula . Porém, diferentemente do elétron (g. ~ 2.002319 (Zyla et al., 2020)), o
momento magnético experimental do préton tem um valor muito diferente (g, ~ 5.585694
(Zyla et al., 2020)) do esperado para uma particula elementar o que é uma indicagao da
estrutura complexa do préton. Nos dias atuais, sabemos que o préton é uma particula
composta e também bastante complexa. Atualmente, a QCD modela o préton como uma
particula composta por trés quarks de valéncia e um mar de quarks e glions virtuais.

Como ja mencionamos, mesmo conhecendo a estrutura do préton, nao podemos
calcular analiticamente, a partir de primeiros principios, o seu momento magnético ape-
nas usando o momento magnético dos seus componentes fundamentais, em parte devido
aos efeitos do fendémeno do confinamento e seu efeito no comportamento da constante de
acoplamento forte. Por outro lado, podemos recorrer a algum modelo efetivo que simpli-
fique um pouco as coisas e tentar calcular o momento magnético do préton. Neste caso,

usaremos o modelo do quark constituinte (CQM).

4.1.1 Modelo do quark constituinte

O modelo do quark constituinte (Perkins, 2000; Griffiths, 2008) trata os quarks de
valéncia como quarks efetivos constituintes responsaveis pelas propriedades dos hadrons.
Esses quarks aparecem como quarks de corrente vestidos pela interagdo com a nuvem
de quarks e glions virtuais e por causa disso, sua massa, chamada de massa do quark
constituinte, é muito maior que sua massa nua, sendo aproximadamente 1/3 da massa do
nicleon para os quarks leves, Up (u) e Down (d).

Neste modelo assume-se que os quarks se comportam como particulas de Dirac

pontuais (spin 1/2, g = 2), entao seu momento magnético sera:
e M,
Kq ng<2mq> Hq Qq<mq>uzv7 (197)

onde m, é a massa do quark, M, ¢ a massa do préton, uy = e/2M, é o magnetdo nuclear

e @, ¢ um fator numérico que caracteriza a carga da particula, o quark neste caso.
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No CQM, o momento magnético do préton vem das somas vetoriais dos momentos
magnéticos dos seus quarks constituintes devido as propriedades de simetria da funcao de

onda de trés quarks, que produz (Fayyazuddin, 2012; Perkins, 2000):

4

1Qu Qd} %uw = %M = 2.7925 juy (198)
3 my

onde no resultado acima usamos a Eq. (197), Q, = 2/3, Qq = —1/3, M,, = 938.2720 MeV

(Zyla et al., 2020) e, m, = mg = m, = 336 MeV (Rujula; Georgi; Glashow, 1975a; Perkins,

2000; Griffiths, 2008), onde esta ultima aproximagdo permite ter uma boa concordancia

com o valor experimental p, = 2.7928... uy (Zyla et al., 2020).

A massa do quark constituinte pode ser fixada a partir de ajustes com o resultado
do espectro de massa dos hadrons. No contexto do CQM, a massa dos hadrons é modelada
como a soma das massas dos quarks constituintes mais um termo que leva em conta
as energias de ligagdo vinculadas a uma interacao hiperfina tipo Coulomb entre quarks
(potencial de intera¢ao). No caso dos nicleons (p e n), e baixo a aproximagao m, = mg =

My, podemos escrever sua massa de forma fenomenologica:
My = 3mg — 3K/m?, (199)

onde K é um parametro livre, que ajustado ao espectro de massa dos barions fornece
um valor de K /mg ~ 50 MeV (Gasiorowicz; Rosner, 1981; Perkins, 2000; Jovanovic et
al., 2010). Logo, no caso do préton, a massa do quark constituinte que se ajusta ao
espectro de massa sera de 363 MeV, proximo ao valor 336 MeV que se ajusta ao momento
magnético do mesmo.

E importante ressaltar que a Eq. (197) implica a auséncia de interagoes quark-
quark (g = 2), de modo que F», = 0. Mas, o que aconteceria se considerassemos as
correcoes vindas da QFT para o fator g dos quarks no CQM ao invés do valor fixo g = 2,
e também quais seriam as consequéncias no momento magnético do proton? Claro, dentro
dos limites deste modelo. Bem, seguindo essa linha de raciocinio, podemos incluir tais cor-
recoes no fator g, do quark usando o vértice quark-féton (QPV) que, independentemente

do modelo CQM, pode ser representado com o diagrama da Fig. (30a) (f — q).

4.2 Vértice quark—féton

No vértice quark-foton, até a ordem de um loop, as contribui¢oes para o momento
magnético do quark podem ser descritas com os diagramas de Feynman da Fig. (30b),
que exibem contribuicoes por parte da QED e da QCD através dos diagramas com um
propagador do f6ton interno (linha ondulada) e um propagador do glion interno (linha

enrolada), respectivamente. Dessas contribuigdes, estamos considerando como uma con-
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tribuicao fixa a contribuicao da QED ja que os valores dos parametros envolvidos sao
muito conhecidos até mesmo o valor do acoplamento da QED, a(0) (Zyla et al., 2020).
Entao, focaremos nossa atencdo apenas na contribuicdo da QCD que depende do pro-
pagador do gliion para o qual existem alguns modelos, modelos confinantes, que tentam
explicar o comportamento do mesmo. Pelas regras de Feynman (euclidianas, Ap. E.0.1.2)

as contribui¢oes a um loop na Fig. (30.b) podem ser escritas como:

M, — eQ,N U(%)/ d'k ({( Yo (B + K+ img)yu(f + img) .

@)t \[(k— q)2] [(p + k)2 + m2] [k* + mﬁ}) Ulq)- (200)

onde NV, para o diagrama com o propagador do féton interno serd e* Q7, e para o diagrama
com propagador interno do gltion serd g°> Cr (a contribui¢do do gauge-covariante nio
aparece nesta equacgao, pois afetarda apenas ao fator F; que nao é de nosso interesse no
momento. Consulte o apéndice F.). Sabe-se que a equacao acima (200) pode ser reescrita

em fungao dos pardmetros de Feynman (z,y e z) (Apéndice G), o que fornece:

d*k 1 2e N Q,N,
M, — /(2ﬂ)4/0 dxdydz[xA+yB+zC’]3’ (201)

onde N, = U(q) [%(p + F+img)v.(F + imq)%} Ulqp), A=k +m2, B = (p+k)*+m?
e C'=(k—q)? O fator A + yB + zC no denominador pode ser escrito como:

rA+yB+:2C = K*+ Ap, (202)

sendo K = k+yp —z2q1 e Ap = xyp* + (1 — 2)*>m?2, onde K e Ag foram obtidos

e
para um propagador do glion perturbativo (massa zero) e como foi mencionado, existem
alguns modelos confinantes para esse propagador e um de nossos interesses ¢ estudar o
seu impacto no fator g, do quark, portanto, daremos atencao especial a modificacao de
C' (que depende da estrutura do propagador) devida aos outros modelos do propagador e

a sua contribuicao para o fator Ag. Por exemplo, para o modelo do glion massivo, onde

2
g

que obviamente apenas modifica os termos proporcionais a z, entao, o fator Ag recebe

a massa do glion serd diferente de zero, m, # 0, o fator zC serd zC' — z(k — q1)* + zm

apenas corregoes do fator de massa presente no modelo do glion (Ver apéndice H):
Alass = zyp” + (1= 2)m + z2m? . (203)

O numerador N, (Eq. (201)) pode ser simplificado usando as relacoes dos mo-

mentos, da algebra das matrizes gama e dos espinores. Logo (Apéndice G, Eq. 322):
Ny = 7 [K? =201 = 2)(1 = y)p* + 201 =4z + 22y mZ| + pyog [22(1 = 2)mg],  (204)

que pode ser comparada com a proxima expressao geral do vértice quark-féton no espaco
euclidiano (anéloga a do espago de Minkowski (Eq. (194)). Ver Ap. (E.0.1.2), Eq. (299)):
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_ 77 2 Pv 0w 2
M, = eQq U(g) [% Fy (p ) + 2m, Fy (p )] Ulq), (205)
onde assumimos que as fungoes (euclideanas) F} e Fy acima desempenhardao um papel
analogo as da Eq. (194) (Minkowsky). Entao, para estudar a contribuigdo para o mo-
mento magnético precisamos apenas do termo proporcional a p, o, da Eq. (204), que

juntamente com as Eqgs. (201) e (202) nos fornecem a seguinte expressao (Apéndice G):

eQq\ | /! d'K 8N z(1—z)m] cQ,
(2mq> V iy | @) [K2+ Agf ]p””“”<2mq>F2(P2) Pu O, (206)

onde o fator Fy(p?) foi definido como o coeficiente do operador acima (Eq.(205)). Resol-

vendo a integral em K usando uma relagao no espaco euclidiano (Apéndice G), obtemos:

(207)

_ 2
(p?) = 4j7\r/2 l/oldacdydzé(x—i-y—i-z— 1) Z(lz)m] :

q
Ap

4.2.1 Contribuicao da QED no vértice quark—foton

Para a contribui¢io da QED no vértice quark—féton, temos que Ap = zyp?+ (1 —

z)?m? e N = e* Q2 (propagador interno do féton), entdo a Eq. (207) torna-se:

(208)

F2<p2>=@3(?)[/01dwdydz6<m+y+z—1> ki ]

zyp?+ (1 — Z)ng

onde, a = €2 /47, é a constante de acoplamento da QED. A Eq. (208) em p? = 0 produz:

o =i (2) [ o[t ar ()

onde para ,—,. = —1, recuperamos o resultado de Schwinger para a QED, a/2m.

4.3 Contribuicao da QCD no vértice quark—féton

4.3.1 QCD Perturbativa

Para a contribui¢do perturbativa da QCD no QPV, temos que Agp = zyp*+ (1 —
z)?m? e N = g*> Cp, entdao a Eq. (207) torna-se:

2(1—z)m

1
() = Cr (i‘r)/o drdydz6(z +y+ 2 — 1) (210)

ryp? + (1 — z)*my’
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onde a, = g*/4m, é a constante de acoplamento da QCD. Da Eq. (209), a contribuicio
perturbativa da QCD (Eq. (210)) em p? = 0 ser:

) = Cr (52). (211)

que é semelhante a contribuicao da QED vezes o fator de cor, Cp.

Ao contrario do acoplamento da QED, o acoplamento da QCD para momento zero
nao é tao simples de definir e/ou calcular, mas muitos estudos mostram que este poderia
ter um valor finito a momento nulo (Deur; Brodsky; Teramond, 2016) (ver também as
referéncias nele). Assim, pode ser muito 1til para nds redefinirmos a funcao F, indepen-

dentemente do acoplamento da QCD, como:

FQ<O> . WFQ(O)

= . 212
Cr o (212)

onde para o caso da QCD perturbativa, F'5(0) = 0.5.

4.3.2 Modelo massivo

Para o modelo massivo o fator Ag é modificado devido ao termo massivo, mf], no

propagador de glion (Veja apéndice H.0.1):

1 1
%
(k—q1)? (k —q1)* +m?

, (213)

que modifica o denominador na Eq. (200) e, como foi discutido para a Eq. (203), o fator
Ap serd Aprass = xyp* + (1 — 2)>m2 + zm?. Usando a Eq. (207), semelhante a Eq.
(210), e a Eq. (212), para p* = 0 obtemos:

—Mass WFQJWGSS(O) /1 Z(l — 2)2
I3 _ — I Sl 214
2 (0.0) Cr o, 0 dz(1_2)2 +za’ (214)

—Mass . ~
onde Fy, " (0,a) depende apenas de a = (m?2/m), ou seja, a razao entre as massas do

glion e o quark. Resolvendo a integral acima obtemos (Apéndice 1.0.1):

—Mass a a—2)2— ala —4)+a—
o (0,&):;—2[2—(&—2)Log[a]+<2)2Log[V( 2” 2”,(215)

a(a —4)

cujo comportamento da F;”“SS(O, a) é mostrado na Fig. (31) (linha verde sélida).

Os casos limitantes da Eq. (215) para a — 0 e a — oo sdo:

—Mass . 1 ™ 1/2 (1 + QLOg [a]) 157 3/2 2
Fy (0.0 0) = 5 — ga'l — : T +0(a?), (216)
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Figura 31 - Fungdo F5(0) para os modelos massivo e GZ

—— Massive
0.4 e GZ

0'%.0 0.2 0.4 0.6 0.8 1.0

2 2

2) ou de Gribov (7?), respectivamente, e m,, & massa do

Legenda: m? corresponde & massa do glion (m
quark (veja mais detalhes no texto) .

Fonte: O autor, 2023.

L =M ) s
que nos mostra que para a — 0 (ou m, = 0) a funcio F, " (0,a) terd um valor maximo

de 1/2 como era esperado. No outro extremo temos:

By (0a o0y =0 = ——5 5 1043

—Mass 1 12L -2 L — 1
M ogla] =25  60Log[a] — 97 N (’)( ) | (217)

4.3.3 Modelo Gribov—Zwanziger

Para o modelo Gribov—Zwanziger (GZ) (Gribov, 1978; Zwanziger, 1990) teremos

duas contribui¢oes Ag provenientes da decomposicao do propagador GZ do glion:

7Z2 —1 L + L (218)
l4+74 _2 lQ—Hd? l2—i72 ’

onde 42 é a massa de Gribov. O propagador acima também modifica o denominador na

Eq. (200) e como discutido para a Eq. (203), as contribuigoes Ag serdao (Ap. H.0.2):
NGz = ayp® + (1 —2) mg + 2 (£i7?), (219)

entdo, para p> = 0 e sob os mesmos argumentos usados na Eq. (214), obteremos:

—az B TFFZ(0) e 2(1 — 2)? 2(1 - 2)?
I3 (O,a)—7—§/o dz[( + (220)

Cras 1—2)2+iza (1—2)2—iza|’

onde o fator 1/2 na equagdo acima aparece pelo residuo do propagador (Eq. (218)).
—=GZ
Fyo(

e do quark. Resolvendo essa integral obtemos (Apéndice 1.0.2):

0,a) depende apenas de a = (?/ mz), ou seja, da razao entre as massas de Gribov
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—az 1 a [(a+ 26)? + 2] +ia — 2 —iy/a(a + 47)
Fy (O,a)—Q—Q(aLog[a]—ﬁ—i—MLog 5
(a ;(62;')_2;;)2] Log [—m —2 —;' a(a—4i)]) 221

O caso limitante da funcao F?Z(O, a), quando a — 0, é:

—=GZ 1 7 (V2\ , 0 15m (/2
F7(0,a—=0)==—= (= )a?+Za—- — [ |a®?+0(a? 222

2 (0,a=0)=3 2(2)“ T3 16(2 @ +0(e?), (222)
mostrando que para a — 0 (ou v = 0) essa fungao terd um valor maximo de 1/2 como era
esperado, e também, pela comparacao de seus coeficientes podemos corroborar que para
a < 0.2, a fungao FQGZ(O, a) terd um valor maior que a fungao F;wass((), a) (Eq . (216))

como podemos ver na Fig. (31) (linha laranja tracejada). No outro extremo temos que:

F2 (0,G—>OO)Z+T+$+

— 12Logla| — 25 3w 1
oz 8la] O( 4>, (223)
a
onde, comparado ao caso massivo, a funcao F?Z (0, @) ndo possui um termo linear inverso,
. . —GZ : S
0 que nos permite entender mais claramente porque F, " (0,a) decai mais rapido que a

funcao F;\MSS(O, a) quando a — oo, como podemos ver na Fig. (31).

4.3.4 Modelo Gribov-Zwanziger Refinado

O propagador do glion do modelo Gribov-Zwanziger Refinado também pode ser
decomposto como um par de propagadores “massivos” através da parametrizagao:
p? + M? Ay A

= 224
Pt (M2 4+ m?2)p? + A+ M2m? p2+o/,+p2+o/+’ (224)

onde M?%, m? e \? sdo termos de massa provenientes dos condensados usados para localizar
a acdo RGZ (Dudal et al., 2008b; Dudal; Oliveira; Vandersickel, 2010). A e a;F podem

ser escritos em fungdo dos termos de massa RGZ, tal que:

1 M2 — m2 M2+ m? M2 — m2)2 — 4)\4
AL = <1i\/< m ) ol = $\/( ) , (225)
M

2 2 _ m2)2 — 4\ + 2

que neste caso e como mostram os dados da QCD na rede, teremos pélos complexos
((M? —m?)? — 4\* < 0) (Oliveira; Silva, 2012; Dudal; Oliveira; Silva, 2018). Além disso,

esses dados mostram que m? < 0, entdo vamos definir m? = —m? > 0, e:
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M2 2 M2_—2 4AN4 — M2+m2 2
K= o >0,s:m,t:\/ ( ’ (226)
\/4/\4—(M2+m2)2 2 2

Tal como no caso GZ, no modelo RGZ teremos duas contribui¢oes Ag provenientes

da decomposi¢ao do propagador do glion (Egs. (224), (225) e (226)), como:
Az = wyp” + (1= 2) my + 2 (s Fit), (227)

entao, sob os mesmos argumentos usados nos tltimos modelos e, para p? = 0, obteremos:

—-RGZ B 1—ir)2(1 — 2)? (1+ik) 2(1 — 2)?
B (0,0,b,5) = Q/dzll—z )2+ 2 (a —ib) +(1—2)2%—2(a+2’b)]7 (228)

onde a = s/m? e b = t/m?. Os detalhes da solugao da Eq. (228) ({a,b} > 0) podem
ser encontrado no Apéndice 1.0.3. Os casos limitantes da funcao ERGZ(O, a,b, k) para

{a,b} = 0 e {a,b} — oo (em ambos os casos « ¢é fixo), sdo:

A 1 T \/§ 1/2 b 3/2
FRG (0,a - 0,b = 0,K) = 2—}—2(2)(!{—1)17/ +§(7T+/€(1+2L0g[b]))+(9(b/)
V2rk+1 7k —3—2Log[b] 4527 s )
+a<— . T 5 s _ (k—1)bY +O(b)>+(’)<a>, (229)

que tem uma estrutura mais complexa do que o caso Massivo ou GZ. Para obter uma

visao um pouco mais clara do que essa equacao representa podemos considerar a ~ b ~ 0:

7T\/_(

FY%00,a ~ 0, k) ~ < )a1/2+(/<;(7r+1)+7r—3+2(/<;—1)Log[a]);,

O |

onde o esse resultado mostra que a fungao Ff GZ(O) pode ter um valor maior que 1/2,
para um k fixo e a e b préximos de 0, ja que seus termos dominantes podem ser positivos
em contraste com o caso Massivo e GZ (Egs. (216) e (222)) (x pode ter um valor grande

(k > 1) como vimos anteriormente). No outro extremo, para {a,b} — oo, temos que:

1 1 12L -2
FRo7 <b K og[b] 5)

0,a — 00,b — 00,K) = wTels 15
a a

1 [ b 180Logla] —291 bk
3 30 30

= l-5- — —~ (60Log[a] — 155)) +0 <b3> : (230)

que mostra um termo linear inverso como no caso Massivo, indicando um decaimento
menos pronunciado do que o caso GZ. Outra caracteristica importante é que a expansao de
segunda ordem da funcao RGZ F3(0) (considerando a = b) é semelhante ao caso Massivo

exceto pelo termo adicional proporcional a x onde a e b competem em magnitude:
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Figura 32 - Fungdo F3(0) para os modelos Massivo, GZ e RGZ
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Legenda: a e b sdo razdes entre os parametros de massa e a massa do quark (mais detalhes no texto).
Fonte: O autor, 2023.

—RGZ

12L — 25
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3a 12a2 ’ (231)

onde este resultado difere do caso massivo e GZ devido ao termo proporcional a k, que
pode ser grande como ji mencionamos. Este termo fard com que a funcdo RGZ F(0)
decaia mais lentamente do que para os casos Massivo e GZ (Eqs. (217) e (223)) .

Ajustando a zero todos os pardmetros desses modelos confinantes recuperamos o
resultado da QCD perturbativa F»(0) (Eq. (211)) tal como podemos verificar a partir
das equagoes (214), (220) e (228) e corroborar com a Fig. (32a) para a = b = 0, sendo
a = m?2/m? ou v*/m para os modelos Massivo ou GZ, respectivamente. Em ambos os
casos nao ha dependéncia do parametro b. Para o modelo RGZ a e b possuem uma relacao
mais complexa com os pardmetros conforme vimos recentemente (Eq. (228)).

Da Fig. (32) notamos que a fungao F3(0) dos modelos massivo e GZ tem um
comportamento semelhante com um valor maximo de 0.5 que diminui & medida que o
parametro “a” aumenta ou o que é o mesmo, a medida que o parametro de massa do
modelo aumenta para uma massa do quark constituinte fixa. Em outras palavras, os
termos de massa desses modelos tem um efeito supressor no valor de Fy(0), que nio
excede o valor do resultado perturbativo. Pode parecer surpreendente que o modelo
GZ, mesmo tendo podlos imaginarios no seu propagador do glion (Eq. (218)), produza
uma fungdo F5(0) semelhante a o modelo massivo. Isso é porque na sua decomposicio
o propagador do modelo GZ é semelhante a um par de propagadores “massivos” com
contraparte conjugada o que faz com que as contribui¢oes imaginarias adicionais acabem
se cancelando deixando-nos com um resultado real e um comportamento similar entre
tais fungoes. Mesmo assim, comparado com FS/IQSS(O), essas contribuigoes adicionais
aumentam o valor da F;}Z(O) para pequenos valores do parametro “a” (a < 0.177) (para

my = 336 MeV, m, = v ~ 141 MeV). Para valores do pardmetro “a” maiores do que isso,
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Tabela 7 - Valor dos parametros RGZ

7 M2 MZ M M m )
0.S DATA 0.8333 4.473 0704 03959 2.1150 1.9414i 2.0331
D.0.S DATA 1 1 2525 0510 02803 1.5800 1.4195i 1.5222

D.O.S DATA 2 0.7296 4.157 0.5922 0.3350 2.0389 1.8881i 1.9730
Legenda: Pardmetros RGZ das Refs. (Oliveira; Silva, 2012) (O.S) e (Dudal; Oliveira; Silva, 2018)

(D.O.S). Todos os pardmetros estdo em poténcias de GeV exceto Z.
Fonte: O autor, 2023.

tais contribuigoes fazem que ng(()) diminua mais rapido que Féwass(()) (Ver Fig. (32)).

Como ja mencionamos, no modelo RGZ, o propagador do glion (Eq. (224)) tam-
bém pode ser decomposto como um par de propagadores do tipo massivo com polos
complexos conjugados neles (Oliveira; Silva, 2012; Dudal; Oliveira; Silva, 2018). Entéo,
o comportamento da funcio RGZ F,(0) serd mais complexo algebricamente porque os
polos complexos adicionam contribui¢oes adicionais aquelas que apareciam quando havia
apenas poélos imaginarios ou reais no propagador, que também é aumentado, em parte,
devido ao valor grande que o pardmetro k pode adquirir (que depende do valor dos pa-
rametros da RGZ, Eq. (228). Veja a Tabela 8). Por tudo isso, e em contraste com a
abordagem perturbativa e os modelos Massivo e GZ, o valor da funcao FfGZ(O) pode
ser maior que 0.5 em uma certa combinagdo de valores pequenos dos parametros a e b
(Eq. (229) - Fig. (32a)). Para valores grandes de a e b, F?GZ(O) diminui como os outros
modelos também, mas mesmo assim, sua contribui¢do sempre pode ser maior que a dos
outros modelos, como ja foi discutido (Ver Eq. (230) e Fig. (32b)).

Os fits do propagador do glion na rede (SU(3)) nos permitem obter valores para
os pardmetros da RGZ. Neste caso temos usado os dados de (Oliveira; Silva, 2012), que
chamamos de O.S DATA, e os da Ref. (Dudal; Oliveira; Silva, 2018), que chamamos de
D.0.S 1 e D.O.S 2 DATA (Ver tabela 7). Com esta combinacao de valores, e usando o
valor da massa de quark constituinte m, = 336 MeV, o valor de F3(0) é menor que 0.5,
sendo os valores Fp(0) = 0.2229, Fy = 0.1768 e F5(0) = 0.2416 para O.S DATA, D.O.S
1 e D.O.S 2 DATA, respectivamente (Ver Fig. (32b) e Tabela 8). Os valores semelhantes
para O.S e D.O.S 2 DATA sao devidos ao valor muito semelhante de seus pardmetros.
Eles compartilham um valor semelhante e menor que um para o fator de normalizacao
na rede (Z), que é compensado com um valor maior para o pardmetro M no modelo
RGZ, que afeta o valor do propagador do glion para momento zero. D.O.S 2 DATA
tem um valor de Z igual a 1, o que torna o valor do parametro M menor que os dois
casos anteriores. De qualquer forma, o parametro Z é um parametro nao fisico util para
ajustar o propagador do gltion. Se aplicarmos ao resultado de Fy para O.S e D.O.S 2
DATA, seus valores correspondentes seriam diminuidos porque o Z atuaria como um fator

multiplicativo menor que um.



125

Tabela 8 - Pardmetros usados para calcular a fungao F3(0) — RGZ

a b K F5(0)

0.S DATA 3.117  4.624 7.89 0.2229
D.O.S DATA 1 2.525 4.106 4.90 0.1768
D.O.S DATA 2 2.624 4.405 7.76 0.2416

Legenda: F(0) para uma massa de quark fixa, mg = 336 MeV.
Fonte: O autor, 2023.

4.4 Corregoes do vértice quark—féton no CQM

Da QFT sabemos que o momento magnético do quark pode ser escrito como:

= @0 (o) 5 R0+ FOD = (2] 1+ O] (232)

que a 1 loop, para a QED e QCD perturbativa (Egs. (209) e (211)), seré:

om0 () (s () v () o

enquanto que para os modelos confinantes usados (Egs. (209), (214), (220) e (228)), seré:

Qq< ><1+Q2< )+OF< >F2(0))uN, (234)

onde F'5(0) depende da razio entre as massas desses modelos e a massa do quark.
Usando as relagoes acima no p, calculado no CQM (,quM , Eq. (198)):
4 1 4 M 1 M M
cQM _ 2 =10, [ =2) == -r = =2 235
My =" = gl = S [3Q (mq> SQd (mqﬂ N (mq>/~bN7 (235)

podemos incluir de forma simples as corregoes quanticas dos modelos (Eq. (234)). Assim,

a nova expressio para o momento magnético (ut %) seré:

T =g [ (@2 (@2 - 02)) =+ Cr a0 2], (236)

onde a contribuicdo da QED sera considerada como um valor fixo porque o valor do
acoplamento QED é bem conhecido e, portanto, nos concentraremos apenas em como a
contribuicdo da QCD afeta a equagdo acima.

Se escolhermos alguma massa constituinte m, (tipo m, = 336 MeV) de modo que

o resultado de [LZ?QM seja proximo ao valor experimental e considerarmos « e «y diferentes

de zero, entao o ,u; QFT calculado a partir dessas corregdes (QFT) serd maior que quM

E‘zpt

e fi, e vice-versa.
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4.4.1 CQM — Modelo massivo

Como analise inicial para calcular o momento magnético do proton, a partir das
modificagdes aplicadas ao CQM, usaremos o valor de m, = 336 MeV® para a massa do
quark constituinte. Logo, usando a Eq. (236), onde F5(0) vem das Egs. (212) e (214),
podemos analisar o comportamento do momento magnético do préton através do CQM
modificado com corre¢des da abordagem perturbativa da QCD e do modelo do glion
massivo (MM), respectivamente.

Na Fig. (33a) vemos que o momento magnético calculado através do CQM (linha

amarela tracejada), para um m, = 336 MeV, estd muito préximo do valor experimental

cQM
p

calculado a partir da Eq. (236) sera maior

(linha azul s6lida (horizontal)) e como mencionamos acima, se o valor p estiver muito

+QFT
D

devido aos termos adicionais das corregoes da QFT. Esse valor maior

proximo do valor experimental, entao o p

Expt
p

pode ser apreciado para o momento magnético calculado com a QCD perturbativa (linha

que o ,uSQM el

vermelha sélida (obliqua)) e corre¢oes do modelo do glion massivo na Sub-Fig. (33.a).
Para o MM, como exemplo, escolhemos uma massa para o glion de m, = 140 MeV (linha
celeste mais tracejada) e 600 MeV (linha preta ponto-tracejada). Para cada valor de massa
do glion a partir de zero, observa-se uma diminui¢ao no valor do momento magnético e ao
mesmo tempo um crescimento linear em func¢ao da constante de acoplamento. De qualquer
forma, para o modelo perturbativo QCD ou Massivo, com a escolha de m, = 336 MeV o

+QFT ok : :
N sera sempre maior que o valor experimental.

cQM
b

(33b) estd em concordancia com o valor experimental (linha azul sélida (horizontal)).

Tal como na Fig. (33a), o resultado para pu (linha amarela tracejada) na Fig.

Neste caso, fixamos o valor da constante de acoplamento e expressamos o u;QF T em
funcao da massa do glion. O resultado para o caso QCD perturbativo correspondera a
my = 0 para cada valor fixo da constante de acoplamento. Para o modelo Massivo, os
valores definidos para a foram 0.1 (linha verde sélida), 0.4 (linha roxa mais tracejada)
e 1.0 (linha laranja ponto-tracejada). Neste caso, para cada valor fixo do acoplamento
observamos uma diminuicdo no momento magnético a medida que o valor do termo de
massa do glion aumenta. Obviamente, para o mesmo valor de m, = 336 MeV, o valor de
113 @FT serd sempre maior que o valor experimental, como na analise anterior.

No modelo CQM temos alguns valores para m,, um deles é 336 MeV, que produz
um valor muito préximo do momento magnético do préton. O outro valor é 363 MeV
que nao reproduz o momento magnético do préton, mas sim sua massa (e outras massas
dos hadrons) (Eq. (199)), e vice-versa. Entdo, se usarmos m, = 363 MeV para calcular

o momento magnético do proton a partir do CQM nao obteremos um valor tao préximo

87 Valor que sempre pode ser ajustado para reproduzir o valor experimental do momento magnético.
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(= 2.58477) mas nao tao absurdamente diferente do seu valor experimental (/ 2.79285).
Esse resultado difere do valor experimental apenas em um 7.45%.

Por outro lado, dentro dos limites do CQM, usar o valor de 363 MeV nos da a
oportunidade de explorar outras restricdes nos valores dos parametros dos modelos que
estamos estudando. Como mencionamos acima, podemos ver nas Figs. (33c) e (33d) que
o momento magnético calculado para o valor m, = 363 MeV no CQM (linha amarela
tracejada), é um pouco diferente do valor experimental (linha azul sélida (horizontal)).
Devido a isso poderiamos tentar preencher as informacoes faltantes com as contribuicoes
da QFT (Eq. (236)) para atingir o valor do momento magnético e ao mesmo tempo
reproduzir o valor da massa do préton.

Da Fig. (33c) (linha vermelha sélida) notamos que para o caso da QCD perturba-

tiva uma concordancia é obtida quando o, = 0.38 (Tabela (9) para m = m, = 0)).

Figura 33 - Momento magnético do préoton no CQM-MM
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Legenda: Comparagéo entre o momento magnético do préton (experimental ~Expt) (u,) €, os
resultados do CQM e do CQM modificado pela QCD e o MM. Para mq = 336 MeV: (a) pp, vs
as (b) pp vs my. Para my = 363 MeV: (c) pp vs as. (d) pp vs my. O ponto preto é para

as =4 e mg = 703.83 MeV. Mais detalhes no texto principal e nas tabelas 9 e 10.

Fonte: O autor, 2023.
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Tabela 9 - Ajuste do momento magnético do préton para um fator de massa fixo

m [MeV] 0 140 600
Mass 0.83 [ 0.198  3.24 [ 0.773
G.Z. as | Acr 0380091 ea 0196 530 || 1.265

Legenda: Valor do acoplamento para o qual o resultado dos modelos QCD, Massivo e GZ concordam
com o valor experimental fi,,.
Fonte: O autor, 2023.

Para o modelo massivo (MM), usando novamente m,, igual a 140 MeV (linha celeste
mais tracejada) e 600 MeV (linha preta ponto—tracejada), a concordancia é obtida quando
ay € igual a 0.83 e 3.24, respectivamente.

Tal como na Fig. (33c), o resultado do 59, para m, = 363 MeV, na Fig. (33d)
(linha amarela tracejada) difere do seu valor experimental (linha azul sélida (horizontal)),
mas desta vez notamos também que para um determinado conjunto de parametros esse
valor pode ser atingido. Assim como na Fig. (33b), na Fig. (33d) também fixamos o valor
do acoplamento e expressamos /L;—QF T como uma funcdo de massa do gliion. Novamente,
mg = 0 corresponderd ao caso da QCD perturbativa para cada valor da constante de
acoplamento. Os valores obtidos para o modelo massivo sao a; = 0.4 ¢ my; = 7.30 MeV
(linha roxa mais tracejada) e a; = 1.0 e 185.64 MeV (linha laranja ponto-tracejada). Para
um «; = 0.1 (linha verde sélida) o valor do momento magnético ndo pode ser atingido
com nenhum valor de my. De fato, para qualquer valor abaixo de a; = 0.38 0 momento
magnético nao pode ser atingido para qualquer m, diferente de zero, o que nos traz de
volta ao caso da QCD perturbativa (Ver Fig. (33c)). O ponto preto que se encontra na
linha azul sélida (horizontal) indica o valor extremo de as = 4 € my, = 703.83 MeV para o
qual o modelo Massivo esta de acordo com o valor do momento magnético (Ver Tab. 10).

Esses valores (ingénuos) estimados para o termo de massa do glion m,, no modelo
massivo, estao dentro da faixa de valores obtidos por outros métodos mais complexos
(my = 500 £ 200 MeV), como as Equagoes de Schwinger-Dyson e QCD na rede (Aguilar;
Mihara; Natale, 2002; Bicudo; Oliveira, 2010; Aguilar et al., 2020). Mesmo assim, isto
nao significa que nossos resultados sejam valores definitivos para a massa do glion. Por
outro lado, na referéncia (Deur; Brodsky; Teramond, 2016), um grande ntimero de valores
obtidos para a, em momento zero sao mostrados, dentro dos quais escolhemos um intervalo
entre 0 e 4. Este tltimo é um valor extremo. Como ja discutido, nos artigos (Tissier;
Wschebor, 2011; Gracey et al., 2019) foi mostrado que o glion massivo (Curci-Ferrari)
pode adotar um tratamento perturbativo para calcular o propagador de glions devido,
entre outras coisas, ao comportamento do acoplamento no IR (QCD na rede) (Bogolubsky
et al., 2009; Duarte; Oliveira; Silva, 2016)). Nesse modelo, o pardmetro de expansao é
proporcional ao acoplamento tal que Acr = 3a/4m (para SU(3)). Portanto, mesmo que a

constante de acoplamento nao seja pequena, o modelo pode ser tratado através da teoria
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Tabela 10 - Ajuste do momento magnético do préton para um acoplamento fixo

a, | Aer 038 ] 0.091 0.40 | 0.095 1.00 [[0.239  4.00] 0.955
Mass  my, [MeV] 0 7.30 185.64 703.83
G.Z. v [MeV] 0 9.70 179.77 516.80

Legenda: Valor dos pardmetros de massa onde o resultado dos modelos QCD, Massivo e GZ concordam

com o valor experimental fi,,.
Fonte: O autor, 2023.

de perturbagao devido ao valor pequeno do pardmetro Acr (Como vimos no Cap. 2, o
pardmetro de expansao efetivo Acp (p) é menor que Acp (Tissier; Wschebor, 2011; Gracey
et al., 2019)).

Para ay = 4, temos que A\¢p teria um valor proximo a 0.95 que tomamos como valor
extremo no calculo do momento magnético (Tabela 8). Pensando em tais resultados no
modelo Curci-Ferrari, poderfamos buscar resultados para s maiores que 1 (Acp < 1), pois
aparentemente em alguns casos o regime de baixa energia da QCD poderia ser explorado
de forma um tanto perturbativa, mas também tendo em mente que o comportamento

infravermelho da constante de acoplamento nao é totalmente compreendido.

4.4.2 CQM — Modelo GZ

Assim como no modelo massivo, no modelo GZ comegaremos usando m, = 336
MeV para calcular o momento magnético do préton através do CQM. Usando novamente
a Eq. (236), onde F5(0) agora vem da Eq. (220), analisaremos o comportamento do
momento magnético no CQM modificado com as corre¢oes do modelo GZ. Incluiremos
também o caso da QCD perturbativa.

Na Fig. (34a) podemos ver que o momento magnético do préton calculado com
o CQM (linha tracejada amarela) é préximo do valor experimental (linha sélida azul

(horizontal)) tal como vimos no caso do modelo massivo. Como j& mencionamos, esta

+QFT Expt
p p

comporta de maneira muito semelhante ao F5(0) do modelo massivo (Ver Figs. (31) e

situagao nos deixa com um p maior que uSQM e """, Como a fungao fQGZ(O) se
(32)), esperamos que o momento magnético proveniente do modelo GZ se comporte de
forma semelhante ao modelo massivo. De fato, isso pode ser verificado comparando as
sub-figuras das Figs. (33) e (34).

Da Fig. (34a) podemos apreciar um valor maior para o momento magnético calcu-
lado com corregoes QCD (linha sélida vermelha (obliqua)) e GZ do que para o ,quM sem
correcoes vindas da QFT. Para o modelo GZ, escolhemos um termo de massa de Gribov
v igual a 140 MeV (linha celeste mais tracejada) e 600 MeV (linha preta ponto tracejada)

tal como fizemos para o termo de massa no modelo massivo. Desta vez também vemos
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que para cada valor de massa de Gribov a partir de zero, ha uma diminui¢ao no valor do
momento magnético e ao mesmo tempo um crescimento linear em fungdo da constante
de acoplamento. Como o momento magnético GZ se comporta de maneira semelhante ao
do modelo massivo, a escolha de m, = 336 MeV nos deixa com um momento magnético
sempre maior que o valor experimental mesmo que a massa de Gribov aumente (lembre-se
que a contribuicao da QED tem um valor fixo).

Na Fig. (34b) o momento magnético é expressado como uma fungao da massa de

cQM
p

amarela) tem concordancia com o valor experimental (linha azul sélida (horizontal)) tal

Gribov para cada valor fixo do acoplamento. O resultado para p (linha tracejada

como na Fig. (34a). O resultado da QCD perturbativa corresponde a v = 0 para cada

Figura 34 - Momento magnético do préton no CQM-GZ
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Legenda: Comparacdo entre o momento magnético do préton (experimental —Expt) (i) €, os
resultados do CQM e do CQM modificado pela QCD e o GZ. Para m, = 336 MeV: (a) p, vs
as (b) pp vs mg. Para mg = 363 MeV: (c) pp vs . (d) pp vs my. O ponto preto é para
as =4 e v =>516.80 MeV. Mais detalhes no texto principal e nas tabelas 9 e 10.

Fonte: O autor, 2023.

valor fixo do acoplamento. Para o modelo GZ, os valores definidos para « foram 0.1
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(linha verde sdlida), 0.4 (linha roxa mais tracejada) e 1.0 (linha laranja ponto tracejada).
Tal como para o caso massivo, para cada valor de acoplamento fixo observamos uma
diminui¢cao do momento magnético a medida que o valor da massa de Gribov aumenta.

Agora continuaremos nossa analise usando o valor m, = 363 MeV. Das Figs. (34c)

cQM
p

valor experimental (linha sélida azul (horizontal)) tal como vimos na analise do modelo

e (34d) notamos que o p calculado (linha amarela tracejada) é um pouco diferente do
Massivo para m, = 363 MeV. Novamente, poderiamos tentar preencher a informacao
faltante com as contribuigoes vindas da GZ (Eq. (236)) tal como fizemos para o modelo
massivo, e atingir tanto o momento magnético quanto o valor da massa do proton.

Como nao alteramos as condigoes para o caso da QCD perturbativa, sua concor-
déncia permanece para «; = 0.38 (Tabela (9) para m = v = 0)) tal como vemos na Fig.
(34c). Para o modelo GZ, usando (novamente) um valor de 7 igual a 140 MeV (linha azul
mais tracejada) e 600 MeV (linha preta ponto tracejada), a concordancia é obtida quando
as ¢ 0.82 e 5.3, respectivamente. O primeiro valor é muito semelhante ao obtido para o
caso massivo, mas o segundo ¢ muito maior (consulte a tabela (9)).

Na Fig. (34d) expressamos o p@*" como uma fun¢io da massa de Gribov para
cada acoplamento fixo como fizemos na Fig. (34b). Mais uma vez, 7 = 0 corresponderd ao
caso da QCD perturbativa. Os valores obtidos para o modelo GZ sdao agy = 0.4 e v = 9.70
MeV (linha roxa mais tracejada) e ay = 1.0 € 179.77 MeV (linha laranja menos tracejada).
Em comparacao com o modelo massivo, o primeiro valor de v ¢ maior que o valor de m,,
mas o segundo é menor. Isso pode ser entendido a partir das Figs. (31) e (32) onde para
cada valor fixo de ay, quando o termo de massa m é pequeno (a = m? /mz), seja my ou
7, o valor da fungao FQGZ(O) ¢ maior que a funcdo F5(0) massiva, e quando o termo de
massa m é maior, a fungao F?Z(O) ¢ menor que a fungao F5(0) massiva.

Tal como na analise do modelo massivo, para qualquer valor abaixo de a, = 0.38,
o momento magnético nao pode ser atingido para qualquer valor do termo de massa a
nao ser zero, porque no limite de v — 0 voltamos ao caso da QCD perturbativa onde a
concordancia ¢ obtida para a, = 0.38 (Ver Fig. (34c)).

Lembrando que poderiamos pensar em buscar resultados de oy > 1, como discutido
para o modelo massivo (Curci-Ferrari), colocamos um ponto preto na linha azul sélida
(horizontal) da Fig. (34d) para indicar a concordancia do momento magnético do modelo
GZ com o valor experimental, sendo o parametro definido a, = 4 e v = 516.80 MeV, onde
7 é menor que o termo de massa m, (Veja Tabela 10) devido ao comportamento das suas

fungoes F5(0), como explicamos anteriormente.
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Figura 35 - Momento magnético do préton no CQM-RGZ

Expt

cam

+QCD
- = +RGZO.S
—-— +RGZD.0OS 1

cam

+QCD
— = +RGZO:S
—=— +RGZD.0.S1

Qas as

Legenda: Comparagéo entre o momento magnético do préton (experimental ~Expt) (up) €, os
resultados do CQM e do CQM modificado pela QCD e o RGZ. Para m, = 336 MeV: (a) p, vs
a. Para mg = 363 MeV: (b) u, vs as. Mais detalhes no texto principal.

Fonte: O autor, 2023.

4.4.3 CQM — Modelo RGZ

Finalmente, para o modelo Gribov—Zwanziger refinado, comecaremos usando o va-
lor m, = 336 MeV e, em seguida, o valor m, = 363 MeV para calcular o momento magné-
tico do préton através do CQM. Mais uma vez, usando a Eq. (236), onde desta vez F5(0)
vem da Eq. (228), analisaremos o comportamento do momento magnético RGZ através
da abordagem CQM modificada. Incluiremos também o caso da QCD perturbativa.

O modelo RGZ tem trés parametros que podem ser ajustados para reproduzir o
propagador do glion na rede. De momento, usaremos apenas os valores de QCD na rede
que chamamos de O.S DATA, D.O.S 1 e D.0.2 DATA na secao anterior (Tabelas 2 ¢ 8).

Como vimos para o modelo Massivo e GZ, usar m, = 336 MeV nos deixa com um
momento magnético maior que o resultado vindo do CQM (linha amarela tracejada) e do
valor experimental (linha azul sélida (horizontal), que nao é excegao para o modelo RGZ
como vemos na Fig. (35a). Os resultados semelhantes para O.S DATA e D.O.S 2 DATA,
devem-se ao valor semelhante de seus pardmetros (Tabela 7) e isso é refletido no resultado
semelhante do seu fator F'3(0), com valores de 0.2229 e 0.2416, respectivamente, tal como
vimos na Tabela 8. Como consequéncia, o valor do seu momento magnético, vindo do
CQM modificado com corregoes RGZ, é ligeiramente semelhante. Para D.O.S 1 DATA,
F5(0) foi 0.1768 (Tabela 8), que ndo ¢ muito menor que os resultados de O.S DATA e
D.O.S 2 DATA, mas como o momento magnético cresce com o acoplamento, o resultado
D.O.S 1 acaba ficando cada vez mais distante dos demais resultados a medida que o
acoplamento cresce tal como podemos ver na Fig. (35). A combinagao dos pardmetros

RGZ utilizados nos da um valor para o momento magnético dentro do valor obtido para
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Tabela 11 - Variagao dos pardmetros RGZ para calcular o p, no CQM-RGZ

o || Aor 0.40 || 0.095 1.00 ][ 0.239  4.00 || 0.955
{m,\} fixed || M [GeV] 1.6234 1.5870 1.3662
{M,\} fixed || m [GeV] 1.44871 1.41781 1.20131
{M,m} fixed || X [GeV] 1.5064 1.5231 1.6262

Legenda: Valores {M, m,\} para m, = 363 MeV. Os valores fixos s@o os de D.O.S 1 DATA (Tab. (7)).
Fonte: O autor, 2023.

QCD (linha vermelha sélida) e ndo maior que isso como poderia acontecer para uma certa
combinagdo deles como ja vimos acontecer no fator Fi5(0) na Fig. (32a).
Para o valor de m, = 363 MeV, o momento magnético RGZ pode obter uma con-

M & menor que o valor experimental

cordancia para algum valor de o, devido a que o ,qu
como podemos ver na Fig. (35b) (linha amarela tracejada). A concordancia corresponde
a oy igual a 0.77 € 0.71 para o O.S DATA e D.O.S 2 DATA, respectivamente. Esses valores
a sao semelhantes devido a que os valores dos parametros para O.S e D.O.S 2 DATA
sao semelhantes conforme ja foi discutido. Enquanto ao caso D.O.S 1, o valor ay, = 0.97
¢ maior do que nos outro casos devido ao menor valor da sua fungdo F(0) o que faz
necessario um valor maior de a; para atingir o momento magnético.

Por outro lado, se no modelo RGZ ao invés de usar os valores de QCD na rede
deixamos “livres” os seus parametros podemos explorar como se comporta o momento
magnético RGZ para uma maior gama de valores. O comportamento do momento mag-
nético no CQM-RGZ, para diferentes valores de { M, m, A} (|GeV]) e uma massa de quark
constituinte m, = 363 MeV, pode ser visto na Fig. (36).

Nas Figs. (36a) e (36b) temos o comportamento do momento magnético para
valores fixos do pardametro “m”. Nesses casos decidimos usar valores de m = 0.514,1.41951¢
e 2.07, que correspondem aos planos verde, vermelho e amarelo, respectivamente. Esses
valores estao devidamente indicados nas figuras também.

Nesses casos podemos ver que para cada valor fixo de m, existem muitos valores
que podem ajudar a atingir o valor experimental do momento magnético (plano preto).
M e A aumentam juntos mas M aumenta em maior medida.

O valor m = 1.41951%, nao foi escolhido aleatoriamente, ele corresponde ao valor
de “m” para D.O.S 1 DATA (tabela 7), e isso foi feito com a intengdo de comparar os
resultados para os diferentes valores dos pardmetros RGZ com os ja conhecidos.

Nas Figs. (36a) e (36b), foi usado um valor de s = 1.0 e s = 4.0, respectivamente,
com a finalidade de ver um pouco melhor a variacdo do comportamento do momento
magnético RGZ. Nessas figuras, respectivamente, as siglas D.O.S 1 M1 e D.O.S 1 M2
correspondem aos valores de M de M1= 1.5870 e M2= 1.3662, respectivamente, para
os valores fixos do D.O.S 1 DATA, m = 1.4195; e A = 1.5222 com os quais é possivel

reproduzir o momento magnético do préton. Esses valores sao mostrados na tabela 11.
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Destacamos que o valor de M1 é parecido com o valor de M = 1.5890 do D.O.S 1 DATA.
Nas Figs. (36¢) e (36d) também mostramos o comportamento do momento mag-
nético, mas neste caso é para valores fixos do pardmetro A, para o qual decidimos usar
valores de A = 1.0, 1.5231(1.6262) e 2.0, que correspondem aos planos verde, vermelho e
amarelo, respectivamente. Esses valores estao devidamente indicados nessas figuras.

Nas Figs. (36¢) e (36d), onde usamos valores de ag = 1.0 e oy = 4.0, respectiva-
mente, as siglas D.O.S 1 A1 e D.O.S 1 A2 correspondem aos valores de A de \1 = 1.5231
e A2 = 1.6262, respectivamente, para os valores fixos do D.O.S 1 DATA, M = 1.5890 e
m = 1.419514 com os quais também ¢é possivel reproduzir o momento magnético do préton.
Esses valores sao mostrados na tabela 11. Cabe destacar também que o valor de A2 é
muito parecido ao valor de A = 1.5222 do D.O.S 1 DATA.

Figura 36 - Momento magnético do proton no CQM-RGZ variando os parametros RGZ

. m = 1.4198
m=1.4195i ' “F‘
D.0.S1 Mz)

D.0.S 1 M1
H, J i/
Hy
(a) (b)
m[Gev] 20 m [Gev] 2.0
15
A=1.5231 0.0
D.O.‘S 1M1 20 D.0.S 1 A2
P
28

u

or 7] 27

by 2

V.
\/\ =1.6262 ,'
1.0 -'

M [Gev] ' ] M[Gev] 15 |
2.0 ' 2.0

1.0

(¢) (d)

Legenda: p, para diferentes valores de {M, m, A\} (M =im), as € my = 363 MeV. Com m fixo: (a)
as =1e (b) ag=4. Com X fixo (c) oy =1 e (d) oy = 4. O plano preto é o valor p;*?*. Os
pontos brancos correspondem ao caso em que dois pardmetros de massa assumem os valores
dos ajustes da rede (Tab. (7)), enquanto o terceiro pode ser encontrado na (Tab. (11)).
Fonte: O autor, 2023.
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Tabela 12 - Massa do quark constituinte no CQM-QCD

as || Aer mg [MeV] M, [MeV] % AM,
QCD 0.4 || 0.095 364.63 943.89 0.60
4.0 || 0.955 621.28 1713.85 82.7

Legenda: Conjunto de parametros usado para ajustar o p, através do CQM-QCD para um o fixo.
Fonte: O autor, 2023.

4.5 Fixando a massa do quark constituinte ao resultado do CQM — QCD

Ja que no modelo CQM a massa do quark constituinte é uma funcao de observaveis
tais como o valor do momento magnético ou a massa do préton (hadrons em geral),
poderiamos explorar variagoes para a massa dos quarks constituintes e ver como isso afeta
os modelos que estamos usando. Neste caso, podemos fixar o valor da massa do quark
constituinte através do CQM modificado com as correcoes da QFT, 1 ¢F (Eq. (236)).
Comecaremos com o resultado para a QCD perturbativa (Egs. (212)) e analisaremos
como os valores dos parametros dos modelos Massivo, GZ e RGZ sao afetados.

Lembrando que o acoplamento da QCD ndo possui um valor tnico para p* = 0,
vamos escolher alguns valores para poder realizar a nossa analise. Escolhendo um valor de
as = 0.4, é necesséria uma massa do quark constituinte igual a m, = 364.63 MeV®® para
reproduzir o momento magnético do préton no caso perturbativo. Com essa escolha de
parametros podemos atingir ao mesmo tempo o valor do momento magnético e a massa
do préton (com uma discrepancia de 0.6%, (Eq. (199), M, ~ 3m, — 150)) (Tab. 12).

Como ja mencionamos, mesmo quando o acoplamento da QCD seja grande o seu
parametro de expansao pode ser pequeno, tal como discutimos para o parametro Agp do
modelo CF. Escolhemos um valor extremo para oy = 4.0 que corresponde a Agp = 0.955.
Para ajustar o p, através do CQM — QCD para o = 4.0 é necessdria uma massa do
quark constituinte de m, = 621.28 MeV. Esse valor de massa constituinte é maior do
que o usado para reproduzir a massa do proton através do CQM. Portanto, para esses
parametros nao podemos atingir o valor do momento magnético e a massa do proton ao
mesmo tempo, onde para este tltimo hd uma discrepancia do 82.7% (Tab. 12).

Devido a essa discrepancia, vamos nos concentrar principalmente no caso ay = 0.4
e my = 364.63 MeV. Como mencionamos na analise dos modelos confinantes, seus termos
de massa tém um efeito supressor no valor do F3(0) e portanto no valor do seu momento
magnético calculado a partir do CQM modificado. Logo, se fixarmos o resultado da QCD

para ser compativel com o momento magnético do préton, os outros modelos nos darao

88 Esse valor estd muito préximo do valor m, = 363 MeV ja que ele, junto ao valor oy = 0.38, foram
usados para reproduzir a massa do préton através do CQM como vimos anteriormente.
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Figura 37 - Momento magnético do préton para uma massa constituinte fixada no CQM-QCD

M [GeV] 0.0

Hp

L |=— = Massas=4.0
[|-—--6Zas=04
[|=-—— GZas=40

o 200 400 600 800
m [MeV]

(a) (b)

Legenda: Ajuste do p, através do CQM mais correcoes de QCD (linha tracejada amarela) com o

momento magnético experimental (linha azul,Expt). Para o conjunto de parametros fixos de

QCD da Tabela 12: (a) Comportamento Massivo e GZ (e é o erro experimental do p, (Zyla et

al., 2020)), e (b) comportamento no caso RGZ com seus pardmetros livres para a; = 0.4.
Fonte: O autor, 2023.

um valor menor do momento magnético a medida que seus parametros de massa aumen-
tam. Isto pode ser apreciado de uma forma mais simples para os modelos Massivo e GZ
na Fig. (37a) que apenas obtém uma concordancia com o momento magnético para um
termo de massa m (m, ou v) da ordem de O(1077) (as = 4.0, linhas ponto-tracejadas
preta e verde) até O(107%) MeV (o, = 0.4, linhas tracejadas pretas e verdes), pratica-
mente no valor zero dos seus pardmetros de massa (Sub-Fig. (37.a)), ou seja, quando tais
modelos tendem a comportar-se como o caso perturbativo.

Para o caso do modelo RGZ, a situacdo pode ser diferente do que para os casos
Massivo e GZ, ja que ao contrario desses modelos, os termos de massa da RGZ nao
sempre tinham um efeito supressor no fator de forma RGZ, F¢%(0,a,b) (Eq. (229)).
Isso acontecia para combinagoes de valores pequenos dos parametros a e b da funcao
F3%7(0,a,b), sendo a = (M? —m?)/2m2 e b = \/4)\4 — (M2 +m?)?/2m (com m* =

—m? > 0), onde essa fungao podia ter um valor igual o maior do que o caso perturbativo

(0.5). Por tanto, podemos obter uma concordancia com o resultado fixado a partir do
caso perturbativo para diferentes combinagoes dos parametros RGZ e os valores fixos de
as = 0.4 e my, = 364.63 MeV. Isso pode ser visto na Fig. (37b), comegando a partir de
valores pequenos para o conjunto { M, m, A}, que ndo vai poder reproduzir o propagador
do glion na rede como os valores dos conjuntos O.S e D.O.S, mas esses valores podem
ir aumentando a fim de produzir o momento magnético do préton e em algum ponto
reproduzir o propagador do glion na rede. Algo semelhante a esse comportamento foi

visto nas Figs. (36) da subsecao anterior (4.4.3).
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Tabela 13 - Massa do quark constituinte a partir do CQM-MM. Caso GZ

@, = 0.4 || Aop = 0.095 @, = 4.0 || Aop = 0.955
my my ¥ M, % AM, m, ¥ M, % AM,
300 342.94  263.07 878.82 6.34 418.13 273.39  1104.40 17.71
500 339.96 392.14 869.89 7.29 380.15  402.20 990.44 5.96
700 338.58  505.85 865.73 7.73 363.22  514.76 939.67 0.15

Legenda: Parametros usados para ajustar o p, através do CQM com corre¢des do modelo massivo
usando um valor fixo para a massa do glion. As massas estdo em poténcias de MeV.
Fonte: O autor, 2023.

4.6 Fixando a massa do quark constituinte aos resultados do CQM-QFT

(modelos confinantes)

Assim como fixamos o valor da massa do quark constituinte através do CQM
modificado com corregoes da QCD na secao anterior, podemos fixar o valor da massa do
quark constituinte a partir dos valores dos parametros de um dos modelos estudados, e

analisar as consequéncias nos parametros dos outros modelos.

4.6.1 Modelo Massivo

Em QCD na rede (Bogolubsky et al., 2009; Oliveira; Silva, 2012; Duarte; Oliveira;
Silva, 2016) é mostrado que o propagador do glion no infravermelho se comporta como
um propagador com uma massa efetiva, e embora nao tenhamos um valor exato para a
massa do glion nessa regiao, na literatura podemos encontrar que a massa do glion é
de aproximadamente 500 £ 200 MeV (Aguilar; Mihara; Natale, 2002) (ver também as
referéncias citadas ali). Entdo, para o caso do modelo do gliion massivo vamos explorar
os valores que os parametros dos outro modelos adotam para tal faixa da massa do glion.

Escolhemos ajustar o momento magnético do préton no caso massivo para um
valor de oy = 0.4 e os valores de massa do glion de 300, 500 e 700 [MeV], que fixam a
massa do quark constituinte em 342.94, 339.96 e 338.58 [MeV], respectivamente. Com
esses respectivos valores obtemos um valor da massa do préton (M, ~ 3m, — 150) de
878.82, 869.89 e 865.73 [MeV], com uma discrepancia do 6.34, 7.29 e 7.73 % do seu valor
experimental, respectivamente (Veja a tabela 13).

Para o caso extremo de ay = 4.0, a massa do quark constituinte correspondente
aos valores da massa do glion de 300, 500 e 700 [MeV] é 418.13, 380.15 e 363.22 [MeV],
respectivamente. Por sua vez, esses valores produzem uma massa do proton de 1104.40,
990.44 e 939.67 com uma discrepancia do 17.71, 5.56 e 0.15 %, respectivamente (Veja a

tabela 13). Em geral, o ajuste para a; = 0.4 oferece melhores resultados do que o ajuste
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Tabela 14 - Massa do quark constituinte a partir do CQM-MM. Caso perturbativo e RGZ
as =04 || A\er = 0.095 as =4.0 || A\er = 0.955

DATA my Lp %0 Iy L %0 fp
342.94 2.9695 6.32 4.1498 48.59

pQCD 339.96  2.9955 7.26 4.5644 63.43
338.58  3.0078 7.70 4.7771 71.05

342.94 2.8436 1.82 3.3518 20.01

0.5 339.96  2.8673 2.67 3.5586 27.42
338.58  2.8785 3.07 3.6631 31.16

34294  2.8214 1.02 3.1185 11.66

D.O.S1 339.96 2.8452 1.87 3.3301 19.24
338.58  2.8564 2.28 3.4373 23.08

342.94 2.8524 2.13 3.4388 23.13

D.O.S2 33996  2.8761 2.98 3.6464 30.56
338.58  2.8873 3.38 3.7511 34.31

Legenda: Parametros usado para ajustar o p, através do CQM com corre¢des do modelo massivo para
um valor fixo de massa do glion. As massas estdo em poténcias de MeV.
Fonte: O autor, 2023.

para as = 4.0 para a massa do quark constituinte e a massa do préton.

Tendo fixado, a partir do modelo massivo, a massa do quark constituinte que
reproduz o momento magnético do préton, podemos analisar como isso afeta os outros
modelos. No caso do modelo GZ, para oy, = 0.4, os valores da massa de Gribov que
reproduzem o fi, sao: 263.94, 392.14 e 338.58 MeV, para uma massa do quark constituinte
de 342.94, 339.96 e 338.58 MeV, respectivamente. Os valores da massa do Gribov para o
ajuste em o, = 4.0 podem ser achados na tabela 13.

Para o caso perturbativo e o conjunto de dados do RGZ, os valores mais interes-
santes sao para oy = 0.4 ja que a diferenca entre o seu momento magnético e o valor
experimental é percentualmente pequena. Ja para a configuracao de oz = 4.0 os valores
do momento magnético se afastam do resultado experimental tal como podemos ver na
tabela 14.

4.6.2 Modelo GZ

No caso do modelo GZ sabemos que o seu propagador nao reproduz o compor-
tamento infravermelho do propagador do glion na rede. Isso dificulta obter um valor
para a massa de Gribov. Porém, supondo que tivéssemos algum valor semelhante ao caso
massivo, vamos designar um valor para a massa de Gribov de 300, 500 e 700 [MeV], onde,
junto ao valor de oy = 0.4, 0 momento magnético do préton calculado no caso GZ com

esses valores vai fixar a massa do quark constituinte no valor de 341.86, 338.63 e 337.38
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Tabela 15 - Massa do quark constituinte a partir do CQM—-GZ. Caso Massivo

@, = 0.4 | A\or = 0.095 @, = 4.0 | Aop = 0.955
Y my my M, %M, mg my M, %M,
300 341.86 354.17 87559 6.68 407.91 338.58 1073.73 14.44
500  338.63 689.19 865.89 T7.71 364.91 672.53 944.73  0.69
700  337.38 1089.95 862.14 8.11 349.80 1075.00 899.40 4.14

Legenda: Parametros usados para ajustar o j, através do CQM com corre¢des do modelo GZ para um
valor fixo da massa do Gribov. As massas estdo em poténcias de MeV.
Fonte: O autor, 2023.

MeV, respectivamente. Com esses valores, e usando novamente a Eq. (199), obtemos um
valor de massa do proton de 875.59, 865.89 e 862.14 MeV, com uma discrepancia do 6.68,
7.71 e 8.11 % do seu valor experimental, respectivamente (Veja a tabela 15).

Para o caso extremo de o, = 4.0, a massa do quark constituinte, correspondente
ao valor de 300, 500 e 700 [MeV] da massa de Gribov, é 407.91, 364.91 e 349.80 [MeV], o
que produz uma massa do proton de 1073.73, 944.73 e 899.40 MeV com uma discrepancia
do 14.44, 0.68 e 4.14 %, respectivamente

Tendo fixado, a partir do modelo GZ, a massa do quark constituinte que reproduz o
[tp, também podemos analisar como isso afeta os demais modelos. Neste caso s6 olharemos
para o modelo massivo, onde os valores da massa do glion que reproduzem o p,, junto
ao valor de ay = 0.4, sao: 354.17, 689.19 e 1089.95 MeV, para uma massa de quark
constituinte de 341.86, 338.63 e 337.38 MeV, respectivamente. Os valores de massa do
glion para o ajuste em oy = 4.0 podem ser encontrados na tabela 15.

Poderiamos analisar os valores para o caso perturbativo e o conjunto de dados
RGZ, tal como fizemos a partir do modelo massivo (Tabela 14), mas a fim de ndo tornar
muito pesada esta andlise nao colocaremos uma tabela de valores ja que lembrando que
o caso Massivo e GZ se comportam muito parecido, ambos os resultados serdao muito

parecidos também.

4.6.3 Modelo RGZ

Neste caso, ao invés de usar a massa do glion ou de Gribov para fixar a massa
do quark constituinte, usamos o conjunto de dados do modelo RGZ, para a; = 0.4,
obtendo um valor de 349.49, 346.59 e 350.65 MeV para a massa constituinte para o
conjunto de dados O.S, D.O.S 1 e D.O.S 2 DATA, respectivamente. Com esses valores,
e usando novamente a Eq. (199), obtemos um valor da massa do préton igual a 898.46,
889.76 e 901.95 MeV, com uma discrepancia do 4.24, 5.17 e 3.87 % respeito ao seu valor

experimental, respectivamente (Veja a tabela 16).
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Tabela 16 - Massa do quark constituinte a partir do CQM—-RGZ. Caso Massivo e GZ

@ = 0.4 [ Aor = 0.095 @, =40 | dop = 0.955
DATA my my v M, %M, m, M, YoM,
0.S 349.49 128.12 13092 898.46 4.24 560.89 1532.68 63.35
D.O.S1 346.59 183.81 176.90  889.76 5.17 491.56 1324.67 41.18
D.O.S2 350.65 110.78 11574 901.95 3.87 587.00 1610.98 71.70

Legenda: Parametros usados para ajustar o j, através do CQM com corre¢oes do modelo RGZ para um
valor fixo dos pardmetros RGZ. As massas estdo em poténcias de MeV.
Fonte: O autor, 2023.

Tendo fixado, a partir do modelo RGZ, a massa do quark constituinte que reproduz
0 [y, analisaremos como isso afeta os termos de massa dos modelos Massivo e GZ. Para
o modelo Massivo, os valores de massa de glion que reproduzem o p, sao 128.12, 183.81
e 110.78 MeV, enquanto que para o modelo GZ, os valores da massa de Gribov que
reproduzem o f, sao 130.92, 176.90 e 115.74 MeV, todos esses valores correspondem as
configuragoes dos DADOS O.S, D.O.S 1 e D.O.S 2, respectivamente.

Para a configuragdo oy = 4.0 e o conjunto de dados RGZ, os resultados obtidos
para a massa do quark constituinte nao sao muito interessantes ja que quando calculamos
a massa do proton a partir deles, os resultados ultrapassam o seu valor experimental, tal
como podemos ver na tabela 16.

Tendo estudado e analisado o momento magnético do proton a partir do CQM
modificado com as corregoes vindas do QPV para os diferentes modelos usados, perce-
bemos que exite uma grande liberdade na escolha dos valores dos parametros, mas que
mesmo assim podemos podemos encontrar valores para o termo de massa do glion que
seja compativel com os resultados obtidos por outros meios (Cap. 2). Por outro lado,
os polos complexos vindos dos propagadores dos modelos estudados nao tiveram um im-
pacto nao fisico no momento dos quarks nem do préton, pelo menos dentro dos limites

das aproximagoes feitas.
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CONCLUSOES

Hoje, ap6s o longo caminho de predicoes teoricas, resultados experimentais, cél-
culos fenomenoldgicos e simulagoes numeéricas, que deram forma e consolidaram a cromo-
dindmica quantica como a teoria que pode descrever as propriedades da interagao forte
em func¢ao de quarks e glions, ainda carecemos de uma descri¢ao satisfatoria sobre o me-
canismo por tras do fendmeno que mantém os quarks e os glions confinados em estados
ligados de hadrons. Esta questao é ainda hoje um problema em aberto. Porém, como
discutido ao longo desta tese, o problema do confinamento é uma fonte de estudo muito
ativa para a qual existem muitos enfoques ou abordagens que se centram, especialmente,
na informacao nao perturbativa da regiao de baixas energias da QCD, onde é conjecturado
que o confinamento ocorre.

Nesta tese, estudamos principalmente trés desses enfoques: Gribov—Zwanziger
(GZ), Gribov—Zwanziger refinado (RGZ) e Curci-Ferrari (CF, ou modelo do glion mas-
sivo). Como discutido no Cap. 2, tais modelos sdo influenciados, em especial, pelo
comportamento do propagador do glion no infravermelho: (i) devido as consequéncias
nao-perturbativas da analise de Gribov sobre as condig¢oes do método de quantizacao de
Faddeev e Popov para a QCD, e (ii) pelos resultados nao-perturbativos da QCD na rede.

Uma caracteristica muito importante dos propagadores do glion dos modelos es-
tudados é que, por causa das suas escalas de massa nao-perturbativas, eles possuem uma
estrutura com poélos complexos que leva a violagao do axioma de reflexdo de positividade.
Isso geralmente é considerado um indicio de confinamento, ja que essa violagao do axioma
pode levar a interpretar o gliion como uma particula que nao faz parte do espectro fisico.

Supondo o confinamento como algo intrinseco a QCD, e na busca por algum outro
indicio do confinamento presente nos modelos mencionados, nesta tese investigamos em
dois observaveis as consequéncias e o impacto fenomenologico das suas caracteristicas
nao-perturbativas, principalmente daquelas contidas nos seus propagadores. No Cap. 3,
investigamos o comportamento do potencial quark—antiquark estatico (ndo-relativistico)
para quark pesados, que por sua vez pode ser relacionado ao observavel (indireto) do
espectro de energia do quarkonio (c€, bb). Os potenciais resultantes dos modelos GZ,
RGZ e CF foram contrastados com o resultado perturbativo e o potencial de Cornell
(fenomenoldgico), que por sua vez, ¢ uma boa aproximagao ao potencial linear da QCD
na rede. Os nossos resultados indicam que todos os potenciais obtidos, em maior ou
menor medida, tendem a reproduzir o resultado perturbativo para altas energias ou curtas
distancias. Na secao 3.1, foi discutido o calculo dos potenciais por meio de parametros
constantes (constante de acoplamento e termos de massa), o que permitiu ter uma ideia
do impacto dos pdlos complexos provenientes dos termos de massas nao-perturbativas

dos modelos. Mais especificamente, mostramos como a nivel de arvore esses polos geram
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termos trigonométricos de seno e cosseno nos casos GZ e RGZ, que embora nao acabem
tendo um comportamento linear em distancias intermediarias ou longas, sao modificagoes
que nem o resultado perturbativo nem o massivo (nivel de arvore) podem gerar.

A partir da secao 3.3 até o final do capitulo, centramo-nos nos resultados do po-
tencial do modelo CF. Primeiro, investigamos o potencial para o seu propagador a um
loop, que era capaz de reproduzir o propagador do glion na rede para baixos momen-
tos fazendo uso de um acoplamento grande cujo valor, junto a inclusdo de informagao
nao-perturbativa por meio da massa efetiva do glion, resultaram num potencial bastante
afastado da predicao perturbativa. Em seguida, estudamos o potencial para o propagador
deste modelo a um e dois loops incluindo o fluxo do grupo de renormalizacdo chamado
de seguro no infravermelho por nao desenvolver o pdlo de Landau. Os resultados destes
potenciais melhoraram significativamente o resultado perturbativo do potencial devido a
inclusao do running tanto no acoplamento quanto no termo de massa. Outra melhoria
aconteceu quando incluimos o chamado acoplamento de Taylor, que, em relacao ao acopla-
mento anterior, possui valores menores para baixos momentos, mas reproduz o resultado
perturbativo.

Os resultados mais interessantes surgiram ao analisar as regioes de distancias in-
termedidrias e longas do potencial massivo a um e dois loops incluindo o RGE (secao 3.5).
No caso da regiao intermedidria, apareceu um comportamento semilinear no potencial
cuja parametrizacdo nos indicou que esses potenciais apresentam um fator de tensao na
corda similar a0 da QCD na rede (¢ ~ 0.21 GeV?). Lembrando que o comportamento li-
near do potencial é considerado um indicio do confinamento que em principio tem origem
no comportamento nao-perturbativo da QCD, é algo bastante relevante que possamos
obter tal resultado por meio da abordagem perturbativa efetiva do modelo CF. Tudo isto
mostrou que a introdugao sistematica de mais efeitos da interagao incluindo as correcoes
a um e dois loops é significativa devido ao surgimento do comportamento semilinear no
potencial CF na regiao de distancias intermediarias.

Finalmente, neste capitulo, discutimos sobre o comportamento do potencial a lon-
gas distancias e como a inclusao da interacao multigluénica pode ajudar a estender o
comportamento linear do potencial massivo. Outra perspectiva referente ao resultado do
potencial CF com RGE é calcular o espectro de energia do mesmo, ja que, mesmo que
este resultado seja vdlido apenas na regiao de distancias intermedidrias, é ali (0.2 fm — 1.0
fm) onde as energias de ligacdo dos estados de baixo nivel podem ser reproduzidas pelo
comportamento linear.

Referente ao outro observavel estudado nesta tese, este foi desenvolvido e inves-
tigado no Cap. 4. Neste caso nos concentramos no momento magnético, com énfase
no do préton. Para calcular este tltimo usamos o modelo de quark constituinte (CQM)
(subsegao 4.1.1), que nos permitiu calcular o momento magnético do préton em fungao

do momento magnético dos seus quarks constituintes. Tudo isso foi brevemente explicado
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na tese.

Com a finalidade de obter o momento magnético dos quarks, na secao 4.2), pri-
meiro analisamos o vértice quark—féton (QPV) até a ordem de um loop, onde, focando na
contribuicao da QCD, investigamos o impacto fenomenolégico da estrutura dos pélos dos
propagadores dos enfoques GZ, RGZ (complexos — nivel de arvore) e CF (reais — nivel
de arvore) neste vértice. Os nossos resultados indicaram que, na aproximagao de nivel
de arvore para o propagador, o momento magnético nao possui caracteristicas nao-fisicas
oriundas dos polos complexos, o que é mantido para o momento do préton calculado em
funcao dos momentos dos quarks, dentro das respectivas aproximagoes. Nossos resultados
também mostraram que as contribui¢goes ao momento magnético dos quarks dos enfoques
GZ, RGZ e CF sao suprimidas devido as escalas de massa nao-perturbativas desses mode-
los. No caso GZ e CF (nivel de arvore), cujos comportamentos sdo muito similares apesar
da diferenca da estrutura de polos do propagador, essas contribui¢oes sempre serdo me-
nores ou no maximo iguais ao resultado perturbativo quando a razao entre seus termos de
massa e a massa do quark constituinte seja relativamente grande ou nula, respectivamente.
Por outro lado, no caso RGZ, esse modelo possui um comportamento mais complexo, po-
dendo ter valores iguais, menores ou até maiores que o resultado perturbativo dada uma
certa combinacao dos valores de seus parametros e a massa do quark constituinte. Esse
comportamento permitiria ajustar o resultado da RGZ ao momento magnético do préton
com maior facilidade do que para os modelos GZ e CF. Para uma combinacao de valores
nulos dos parametros massivos dos modelos, recuperamos o comportamento perturbativo
usual.

Uma vez calculado o momento magnético dos quarks, incluimos as correcoes quanti-
cas dos formalismos GZ, RGZ e CF ao modelo CQM. Para obter uma melhor limitagao nos
parametros dos modelos mencionados, é necessario possuir informacgoes nao-perturbativas
como o valor do acoplamento no infravermelho (a momento zero especificamente) e tam-
bém um valor para a massa do quark constituinte. Esta ultima pode, de forma aproxi-
mada, ser calculada a partir do espectro de barions, tal como foi indicado na tese. Como
nao existe um consenso a respeito da constante de acoplamento a momento zero, esco-
lhemos usar alguns valores, indicados ao longo do Cap. 4, que nos permitissem estudar
o comportamento do momento magnético. Escolhidos os valores para os parametros do
estudo do momento magnético, analisamos as previsoes dos modelos. Devido ao resultado
similar do momento magnético dos quarks nos formalismos GZ e CF, o comportamento
do momento magnético do préton extraido desses modelos foi muito semelhante. Por sua
vez, pudemos notar que existem muitas combinacoes de valores dos parametros desses
modelos que podem reproduzir o momento magnético do préton. Porém, os valores de
massa encontrados para o glion podem encaixar dentro dos outros valores achados na
literatura para a massa do glion. Quanto ao modelo RGZ, esse modelo possui o respaldo

de valores numéricos extraidos da QQCD na rede, que em principio nos deixa com menos
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parametros livres para ajustar ao momento do préton. Por outro lado, se mexemos nos
valores dos parametros RGZ, vemos que estes possuem muita liberdade dentro do modelo
CQM corrigido (com os efeitos quanticos da RGZ), existindo um nimero muito grande de
combinagoes que podem reproduzir o momento do proton a partir de um dado valor da
constante de acoplamento e da massa de quark constituinte. Esses valores dos parametros
RGZ podem ser pequenos e ir aumentando até serem compativeis com os valores da rede
ou inclusive ser maiores.

Temos algumas perspectivas sobre os resultados deste tltimo capitulo. Primeiro,
nossos resultados podem ser estendidos a escalas de momento diferentes de zero, o que
poderia nos permitir investigar outros fatores de forma presentes no vértice quark—féton
(Chang; Liu; Roberts, 2011) ou no futuro fazer comparagoes com dados da rede (Leut-
nant; Sternbeck, 2018). Também, a extensao dos cdlculos a ordens superiores seriam
bastante tteis para verificar quao convergentes sao nossos resultados obtidos a partir dos
formalismos estudados.

Uma outra perspectiva, um pouco inspirada no calculo do momento magnético dos
quarks, é realizar o calculo do momento cromomagnético dos quarks a partir dos modelos
mencionados nesta tese e comparar aos resultados existentes, como o do quark top na
escala da massa do boson Z (ay(m%)) (Aranda et al., 2021). O célculo do momento cro-
momagnético apresenta uma divergéncia infravermelha que nao pode ser solucionada por
meio da regularizacdo dimensional, mas que propagadores finitos no infravermelho podem
ajudar a solucionar. Esses calculos poderiam ajudar a obter valores para os parametros
do formalismo GZ (RGZ) para altas energias e estabelecer quao pequenos devem ser nes-
sas escalas. No caso do modelo GZ podemos comparar diretamente com o resultado da

equagao do gap da massa de Gribov (Apéndice J).



145

REFERENCIAS

AALJ, R. et al. Observation of structure in the J/1 -pair mass spectrum. Sci. Bull., [s.1],
v. 65, n. 23, p. 1983-1993, 2020.

. Observation of new resonances decaying to J/¢ K™+ and J/v¢. Phys. Rev. Lett.,
[s.1.], v. 127, n. 8, p. 082001, 2021.

ABRAMCHUK, R. A.; SIMONOV, Y. A. Quark condensate from confinement in QQCD.
arXiv preprint arXiv:2109.03887, [S.1.: s.n.], 2021.

AGUILAR, A. C. et al. Nonperturbative results on the quark-gluon vertex. PoS, [s.1.],
ConfinementX, p. 103, 2012.

AGUILAR, A. C.; BINOSI, D.; PAPAVASSILIOU, J. Gluon and ghost propagators in
the Landau gauge: Deriving lattice results from Schwinger-Dyson equations. Phys. Rev.
D, [s.1], v. 78, p. 025010, 2008.

. QCD effective charges from lattice data. JHEP, [s.l.], v. 07, p. 002, 2010.

. Unquenching the gluon propagator with Schwinger-Dyson equations. Phys. Rev.
D, [s.l.], v. 86, p. 014032, 2012.

. The Gluon Mass Generation Mechanism: A Concise Primer. Front. Phys.
(Beijing), [s.1.], v. 11, n. 2, p. 111203, 2016.

AGUILAR, A. C. et al. Schwinger—Dyson truncations in the all-soft limit: a case study.
Fur. Phys. J. C, [s.l.], v. 82, n. 11, p. 1068, 2022.

. Schwinger poles of the three-gluon vertex: symmetry and dynamics. Fur. Phys.
J. C, [s.1.], v. 83, n. 10, p. 889, 2023.

AGUILAR, A. C.; IBANEZ, D.; PAPAVASSILIOU, J. Ghost propagator and ghost-gluon
vertex from Schwinger-Dyson equations. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 87, n. 11, p. 114020, 2013.

AGUILAR, A. C.; MIHARA, A.; NATALE, A. A. Freezing of the QCD coupling constant
and solutions of Schwinger-Dyson equations. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 65, p. 054011, 2002.

AGUILAR, A. C.; NATALE, A. A. A Dynamical gluon mass solution in Mandelstam’s
approximation. Int. J. Mod. Phys. A, [s.1], v. 20, p. 7613-7632, 2005.

AGUILAR, A. C.; NATALE, A. A.; RODRIGUES, P. S. Relating a gluon mass scale to
an infrared fixed point in pure gauge QCD. Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 90, p. 152001, 2003.

AGUILAR, A. C. et al. Gluon propagator and three-gluon vertex with dynamical quarks.
FEur. Phys. J. C, [s.l.], v. 80, n. 2, p. 154, 2020.

ALEXANDROU, C. et al. Proton and neutron electromagnetic form factors from lattice
QCD. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 100, n. 1, p. 014509, 2019.

ALEXANDROU, C.; FORCRAND, P. De; FOLLANA, E. The Gluon propagator
without lattice Gribov copies on a finer lattice. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 65, p. 114508,
2002a.



146

ALEXANDROU, C.; FORCRAND, P. De; FOLLANA, E. The Laplacian gauge gluon
propagator in SU(N(c)). Phys. Rev. D, [s.1], v. 65, p. 117502, 2002b.

ALKOFER, R.: FISCHER, C. S.: LLANES-ESTRADA, F. J. Vertex functions and
infrared fixed point in Landau gauge SU(N) Yang-Mills theory. Phys. Lett. B, [s.l],
v. 611, p. 279-288, 2005. [Erratum: Phys.Lett.B 670, 460-461 (2009)].

ALKOFER, R. et al. The Quark-gluon vertex in Landau gauge QCD: Its role in
dynamical chiral symmetry breaking and quark confinement. Annals Phys., [s.1.], v. 324,
p. 106-172, 2009.

ALKOFER, R.; GREENSITE, J. Quark Confinement: The Hard Problem of Hadron
Physics. J. Phys. G, [s.1.], v. 34, p. S3, 2007.

ALKOFER, R.; SMEKAL, L. von. The Infrared behavior of QCD Green’s functions:
Confinement dynamical symmetry breaking, and hadrons as relativistic bound states.
Phys. Rept., [s.1.], v. 353, p. 281, 2001.

AMEMIYA, K.; SUGANUMA, H. Off diagonal gluon mass generation and infrared
Abelian dominance in the maximally Abelian gauge in lattice QCD. Phys. Rev. D, [s.1],
v. 60, p. 114509, 1999.

AOKI, S. et al. The Static quark potential in full QCD. Nucl. Phys. B Proc. Suppl., [s.1],
v. 73, p. 216-218, 1999.

. Light hadron spectrum and quark masses from quenched lattice qed. Phys. Rewv.
D, [s.l.], v. 67, p. 034503, Fev 2003.

AOYAMA, T.; KINOSHITA, T.; NIO, M. Theory of the Anomalous Magnetic Moment
of the Electron. Atoms, [s.l.], v. 7, n. 1, p. 28, 2019.

AOYAMA, T. et al. The anomalous magnetic moment of the muon in the Standard
Model. Phys. Rept., [s.1.], v. 887, p. 1-166, 2020.

APPELQUIST, T.; POLITZER, H. D. Heavy quarks and ete™ annihilation. Phys. Reuv.
Lett., [s.1.], v. 34, p. 43-45, Jan 1975a.

APPELQUIST, T. et al. Spectroscopy of the new mesons. Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 34,
p. 365-369, Feb 1975b.

ARANDA, J. I. et al. Revisiting the top quark chromomagnetic dipole moment in the
SM. Eur. Phys. J. Plus, [s.1.], v. 136, n. 2, p. 164, 2021.

ARRIOLA, E. R.; BOWMAN, P. O.; BRONIOWSKI, W. Landau-gauge condensates
from the quark propagator on the lattice. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 70, p. 097505, 2004.

AUBERT, J. J. et al. Experimental observation of a heavy particle J. Phys. Rev. Lett.,
[s.1.], v. 33, p. 1404-1406, Dec 1974.

AUGUSTIN, J. E. et al. Discovery of a narrow resonance in ete~ annihilation. Phys.
Rev. Lett., [s.1.], v. 33, p. 14061408, Dec 1974.

AYALA, C.; GONZALEZ, P.; VENTO, V. Heavy quark potential from QCD-related
effective coupling. J. Phys. G, [s.1.], v. 43, n. 12, p. 125002, 2016.



147

BAAL, P. V. More (thoughts on) gribov copies. Nucl. Phys. B, [s.l.], v. 369, n. 1, p. 259
— 275, 1992. ISSN 0550-3213.

. Gribov ambiguities and the fundamental domain. In: NATO Advanced Study
Institute on Confinement, Duality and Nonperturbative Aspects of QCD. [S.1.]: [s.l],
1997. p. 161-178.

BALI, G. S. The Mechanism of quark confinement. In: QUARK CONFINEMENT AND
THE HADRON SPECTRUM, 3., 1998, Newport News. Proceedings, Newport News,
USA, June 7-12, 1998., [S.1.: s.n.], 1998. P. 17-36., 1998.

. Are there short distance nonperturbative contributions to the QCD static
potential? Phys. Lett. B, [s.l.], v. 460, p. 170, 1999.

. QCD forces and heavy quark bound states. Phys. Rept., [s.l.], v. 343, p. 1-136,
2001.

BALI, G. S. et al. Static potentials and glueball masses from QCD simulations with
Wilson sea quarks. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 62, p. 054503, 2000.

. Masses and decay constants of the  and 1’ mesons from lattice QCD. JHEP,
[s.1.], v. 08, p. 137, 2021.

. Mesons in large-N QCD. JHEP, [s.1.], v. 06, p. 071, 2013.

BALI, G. S.; SCHILLING, K.; SCHLICHTER, C. Observing long color flux tubes in
SU(2) lattice gauge theory. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 51, p. 5165-5198, 1995a.

BALI, G. S.; SCHILLING, K.; WACHTER, A. Quark - anti-quark forces from SU(2)
and SU(3) gauge theories on large lattices. In: RCNP Workshop on Color Confinement
and Hadrons (CONFINEMENT 95). [S.1.: s.n.], 1995b.

. Complete O(v?) corrections to the static interquark potential from su(3) gauge
theory. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 56, p. 2566—2589, Sep 1997.

BALI G. S. et al. Glueballs and string breaking from full QCD. Nucl. Phys. B Proc.
Suppl., [s.1.], v. 63, p. 209-211, 1998.

BARRIOS, N. et al. Two-loop corrections to the QCD propagators within the
Curci-Ferrari model. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 104, n. 9, p. 094019, 2021.

BASHIR, A.; RAYA, A. Gauge symmetry and its implications for the Schwinger-Dyson
equations. Trends in Boson Research, [s.1.], p. 183, 2006.

BAULIEU, L. et al. Gribov horizon and i-particles: About a toy model and the
construction of physical operators. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 82, p. 025021, Jul 2010.

BAZAVOV, A. et al. Nonperturbative QCD Simulations with 2+1 Flavors of Improved
Staggered Quarks. Rev. Mod. Phys., [s.1.], v. 82, p. 1349-1417, 2010.

BEANE, S. R. et al. Magnetic moments of light nuclei from lattice quantum
chromodynamics. Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 113, p. 252001, 2014.



148

BECCHI, C.; ROUET, A.; STORA, R. The Abelian Higgs-Kibble Model. Unitarity of
the S Operator. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 52, p. 344-346, 1974.

. Renormalization of Gauge Theories. Annals Phys., [s.1.], v. 98, p. 287-321, 1976.

BELKOV, A. A.; DILLIG, M.; PILOTTO, F. Dynamics of heavy mesons in the instant
and the front form. Acta Phys. Polon. B, [s.1.], v. 27, p. 3371-3375, 1996.

BEREZIN, F. A. The method of second quantization. Pure Appl. Phys., [s.1.], v. 24, p.
1-228, 1966.

BERGERHOFF, B.; WETTERICH, C. Effective quark interactions and QCD
propagators. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 57, p. 1591-1604, 1998.

BERNARD, C. W. Monte Carlo Evaluation of the Effective Gluon Mass. Phys. Lett. B,
[s.1], v. 108, p. 431-434, 1982.

. Adjoint Wilson Lines and the Effective Gluon Mass. Nucl. Phys. B, [s.1.], v. 219,
p. 341357, 1983.

BERNARD, C. W. et al. The Static quark potential in three flavor QCD. Phys. Rev. D,
v. 62, p. 034503, 2000.

BETHKE, S. Experimental tests of asymptotic freedom. Prog. Part. Nucl. Phys., [s.1.],
v. 58, p. 3561-386, 2007.

BICUDO, P.; OLIVEIRA, O. Gluon Mass in Landau Gauge QCD. PoS, [s.l],
LATTICE2010, p. 269, 2010.

BINOSI, D. Unquenching the infrared sector of QCD. PoS, [s.l.], ConfinementX, p. 092,
2012.

BINOSL, D.; IBANEZ, D.; PAPAVASSILIOU, J. The all-order equation of the effective
gluon mass. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 86, p. 085033, 2012.

. QCD effective charge from the three-gluon vertex of the background-field method.
Phys. Rev. D, [s.1l.], v. 87, n. 12, p. 125026, 2013.

. Nonperturbative study of the four gluon vertex. JHEP, [s.1.], v. 09, p. 059, 2014.

BJORKEN, J. D. Asymptotic sum rules at infinite momentum. Phys. Rev., [s.l.], v. 179,
p. 15471553, Mar 1969.

BJORKEN, J. D.; PASCHOS, E. A. Inelastic Electron Proton and gamma Proton
Scattering, and the Structure of the Nucleon. Phys. Rev., [s.1.], v. 185, p. 1975-1982,
1969.

BLASI, A.; MAGGIORE, N. Infrared regularization of Yang-Mills theories. Mod. Phys.
Lett. A, [s.l], v. 11, p. 1665-1674, 1996.

BLOCH, J. C. R. et al. Propagators and running coupling from SU(2) lattice gauge
theory. Nucl. Phys. B, [s.l.], v. 687, p. 76-100, 2004.

BLOOM, E. D. et al. High-Energy Inelastic e p Scattering at 6-Degrees and 10-Degrees.
Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 23, p. 930-934, 1969.



149

BOER, J. de et al. On the renormalizability and unitarity of the Curci-Ferrari model for
massive vector bosons. Phys. Lett. B, v. 367, p. 175-182, 1996.

BOGOLUBSKY, I. L. et al. The Landau gauge gluon and ghost propagators in 4D SU(3)
gluodynamics in large lattice volumes. PoS, [s.1.], LATTICE2007, p. 290, 2007.

. Lattice gluodynamics computation of Landau gauge Green’s functions in the
deep infrared. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 676, p. 69-73, 2009.

BONNET, F. D. R. et al. Infrared behavior of the gluon propagator on a large volume
lattice. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 62, p. 051501, 2000.

. Infinite volume and continuum limits of the Landau gauge gluon propagator.
Phys. Rev. D, [s.1.], v. 64, p. 034501, 2001.

BOOTH, S.P. et al. The Running coupling from SU(3) lattice gauge theory. Phys. Lett.
B, [s.1], v. 294, p. 385390, 1992.

BORNYAKOV, V. G. et al. Abelian dominance and gluon propagators in the maximally
Abelian gauge of SU(2) lattice gauge theory. Phys. Lett. B, v. 559, p. 214-222, 2003.

BORNYAKOV, V. G.; MITRJUSHKIN, V. K.; MULLER-PREUSSKER, M. SU(2)
lattice gluon propagator: Continuum limit, finite-volume effects and infrared mass scale
m(IR). Phys. Rev. D, [s.1.], v. 81, p. 054503, 2010.

BOUCAUD, P. et al. IR finiteness of the ghost dressing function from numerical
resolution of the ghost SD equation. JHEP, [s.1.], v. 06, p. 012, 2008a.

. On the IR behaviour of the Landau-gauge ghost propagator. JHEP, [s.1.], v. 06,
p- 099, 2008b.

. Artefacts and < A**2 > power corrections: Revisiting the MOM Z psi (p**2)
and Z(V). Phys. Rev. D, [s.1.], v. 74, p. 034505, 2006.

BOWMAN, P. O. et al. Unquenched gluon propagator in Landau gauge. Phys. Rev. D,
[s.1.], v. 70, p. 034509, 2004.

. Unquenched quark propagator in Landau gauge. Phys. Rev. D, [s.l], v. 71, p.
054507, 2005.

BRAMBILLA, N.; SUMINO, Y.; VAIRO, A. Quarkonium spectroscopy and perturbative
QCD: A New perspective. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 513, p. 381-390, 2001.

BRAMBILLA, N.; VAIRO, A. Quark confinement and the hadron spectrum. In:
ANNUAL HAMPTON UNIVERSITY GRADUATE STUDIES - HUGS’98, 13., 1998,
Newport News. Strong interactions at low and intermediate energies. Proceedings,
Newport News, USA, May 26-June 12, 1998., [S.].: s.n.], 1999. P. 151-220., 1999.

BRANDELIK, R. et al. Evidence for Planar Events in e+ e- Annihilation at
High-Energies. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 86, p. 243-249, 1979.

BRAUN, J. Fermion Interactions and Universal Behavior in Strongly Interacting
Theories. J. Phys. G, [s.1], v. 39, p. 033001, 2012.



150

BROWNE, R. E.; GRACEY, J. A. Two loop effective potential for < A(u)**mu > in
the Landau gauge in quantum chromodynamics. JHEP, [s.1.], v. 11, p. 029, 2003.

BUTTNER, K.; PENNINGTON, M. R. Should the Pomeron and imaginary parts be
modelled by two gluons and real quarks? Phys. Lett. B, [s.l.], v. 356, p. 354-358, 1995a.

. Infrared behavior of the gluon propagator: Confining of confined? Phys. Rev. D,
[s.L.], v. 52, p. 5220-5228, 1995b.

CALLAN, C. G.; GROSS, D. J. High-energy electroproduction and the constitution of
the electric current. Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 22, p. 156-159, Jan 1969.

CANFORA, F.; PAIS, P.; SALGADO-REBOLLEDO, P. Gribov gap equation at finite
temperature. Eur. Phys. J. C, [s.1.], v. 74, p. 2855, 2014.

CANFORA, F.; ROSA, L. Casimir energy in the Gribov-Zwanziger approach to QCD.
Phys. Rev. D, [s.1.], v. 88, p. 045025, 2013.

CANFORA, F. E. et al. Effect of the Gribov horizon on the Polyakov loop and vice
versa. Bur. Phys. J. C, [s.l.], v. 75, n. 7, p. 326, 2015.

CAPRI, M. A. L. et al. Exact nilpotent nonperturbative BRST symmetry for the
Gribov-Zwanziger action in the linear covariant gauge. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 92, n. 4, p.
045039, 2015.

. Local and BRST-invariant Yang-Mills theory within the Gribov horizon. Phys.
Rev. D, [s.1], v. 94, n. 2, p. 025035, 2016a.

. An all-order proof of the equivalence between Gribov’s no-pole and Zwanziger’s
horizon conditions. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 719, p. 448-453, 2013.

. Nonperturbative aspects of Euclidean Yang-Mills theories in linear covariant
gauges: Nielsen identities and a BRST-invariant two-point correlation function. Phys.
Rev. D, [s.1], v. 95, n. 4, p. 045011, 2017a.

. Local and renormalizable framework for the gauge-invariant operator A2, in

Euclidean Yang-Mills theories in linear covariant gauges. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 94, n. 6,
p. 065009, 2016b.

. More on the nonperturbative Gribov-Zwanziger quantization of linear covariant
gauges. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 93, n. 6, p. 065019, 2016¢.

. Aspects of the refined Gribov-Zwanziger action in linear covariant gauges. Annals
Phys., [s.l.], v. 376, p. 40-62, 2017b.

CASHER, A.; NEUBERGER, H.; NUSSINOV, S. Chromoelectric-flux-tube model of
particle production. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 20, p. 179-188, Jul 1979.

CHANG, L.; LIU, Y. X.; ROBERTS, C. D. Dressed-quark anomalous magnetic moments.
Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 106, p. 072001, 2011.

CHAO, K.T. Baryon magnetic moments with confined quarks. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 41,
p. 920-923, 1990.



151

CHEW, G. F.; FRAUTSCHI, S. C. Regge trajectories and the principle of maximum
strength for strong interactions. Phys. Rev. Lett., [s.l.], v. 8, p. 41-44, 1962.

COLLINS, J. C. Renormalization: An Introduction to Renormalization, The
Renormalization Group, and the Operator Product Expansion. Cambridge: Cambridge
University Press, 1986. v. 26. (Cambridge Monographs on Mathematical Physics, v. 26).
ISBN 978-0-521-31177-9, 978-0-511-86739-2.

COMITINI, G. et al. Screened massive expansion of the quark propagator in the Landau
gauge. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 104, n. 7, p. 074020, 2021.

COMITINI, G.; SIRINGO, F. One-loop RG improvement of the screened massive
expansion in the Landau gauge. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 102, n. 9, p. 094002, 2020.

CONSOLI, M.; FIELD, J. H. Effective gluon mass and the determination of a from i
and YT branching ratios. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 49, p. 1293-1301, 1994.

CORNWALL, J. M. Quark Confinement and Vortices in Massive Gauge Invariant QCD.
Nucl. Phys. B, [s.l], v. 157, p. 392-412, 1979.

. Dynamical mass generation in continuum quantum chromodynamics. Phys. Rev.
D, [s.1], v. 26, p. 1453-1478, Sep 1982.

. Positivity violations in QCD. Mod. Phys. Lett. A, [s.l.], v. 28, p. 1330035, 2013.

CORNWALL, J. M.; PAPAVASSILIOU, J. Gauge Invariant Three Gluon Vertex in
QCD. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 40, p. 3474, 1989.

CREUTZ, M. Confinement and the critical dimensionality of space-time. Phys. Rev.
Lett., [s.1.], v. 43, p. 553-556, 1979.

. Monte carlo study of quantized su(2) gauge theory. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 21, p.
2308-2315, 1980.

CUCCHIERI, A. Gribov copies in the minimal Landau gauge: The Influence on gluon
and ghost propagators. Nucl. Phys. B, [s.1.], v. 508, p. 353-370, 1997.

. Infrared behavior of the gluon propagator in lattice Landau gauge. Phys. Lett. B,
[s.1.], v. 422, p. 233-237, 1998a.

. Numerical study of the fundamental modular region in the minimal Landau
gauge. Nucl. Phys. B, [s.l.], v. 521, p. 365-379, 1998b.

. Infrared behavior of the gluon propagator in lattice Landau gauge: The
Three-dimensional case. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 60, p. 034508, 1999.

CUCCHIERI, A.; MENDES, T. Critical slowing down in SU(2) Landau gauge fixing
algorithms. Nucl. Phys. B, [s.l], v. 471, p. 263-292, 1996.

. What’s up with IR gluon and ghost propagators in Landau gauge? A puzzling
answer from huge lattices. PoS, [s.l.], LATTICE2007, p. 297, 2007.

. Constraints on the IR behavior of the gluon propagator in Yang-Mills theories.
Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 100, p. 241601, 2008a.



152

CUCCHIERI, A.; MENDES, T. Constraints on the IR behavior of the ghost propagator
in Yang-Mills theories. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 78, p. 094503, 2008b.

CUCCHIERI, A. et al. Just how different are SU(2) and SU(3) Landau propagators in
the IR regime? Phys. Rev. D, [s.1.], v. 76, p. 114507, 2007.

CUCCHIERI, A.; MENDES, T.; SERENONE, W. M. Lattice Gluon Propagator and
One-Gluon-Exchange Potential. Braz. J. Phys., [s.l.], v. 49, n. 4, p. 548-563, 2019.

CUCCHIERI, A.; MENDES, T.; TAURINES, A. R. Positivity violation for the lattice
Landau gluon propagator. Phys. Rev. D, [s.1], v. 71, p. 051902, 2005.

CURCI, G.; FERRARI, R. An Alternative Approach to the Proof of Unitarity for Gauge
Theories. Nuovo Cim. A, [s.1.], v. 35, p. 273, 1976a.

. On a Class of Lagrangian Models for Massive and Massless Yang-Mills Fields.
Nuovo Cim. A, [s.1], v. 32, p. 151-168, 1976b.

. The Unitarity Problem and the Zero-Mass Limit for a Model of Massive
Yang-Mills Theory. Nuovo Cim. A, [s.l.], v. 35, p. 1, 1976¢. [Erratum: Nuovo Cim.A 47,
555 (1978)].

CYROL, A. K.; HUBER, M. Q.; SMEKAL, L. V. A Dyson—-Schwinger study of the
four-gluon vertex. Fur. Phys. J. C, [s.l.], v. 75, p. 102, 2015.

DAS, A. Field theory: A Path Integral Approach. [S.1.]: World Scientific, 2006.

DAVIES, C. T. H. et al. High precision lattice QCD confronts experiment. Phys. Reuv.
Lett., [s.1.], v. 92, p. 022001, 2004.

DEGRAND, T. et al. Masses and other parameters of the light hadrons. Phys. Rev. D,
[s.1], v. 12, p. 20602076, 1975.

DELBOURGO, R.; TWISK, S.; THOMPSON, G. Massive Yang-Mills theory:
Renormalizability versus unitarity. Int. J. Mod. Phys. A, [s.1.], v. 3, p. 435, 1988.

DELL’ANTONIO, G.; ZWANZIGER, D. Every gauge orbit passes inside the Gribov
horizon. Commun. Math. Phys., [s.1.], v. 138, p. 291-299, 1991.

DETAR, C. E.; HELLER, U. M.; LACOCK, P. First signs for string breaking in two
flavor QCD. Nucl. Phys. B Proc. Suppl., [s.l.], v. 83, p. 310-312, 2000.

DEUR, A.; BRODSKY, S. J.; TERAMOND, G. F. de. The QCD Running Coupling.
Nucl. Phys., [s.l.], v. 90, p. 1, 2016.

DING, Y.; HUANG, T.; CHEN, Z. A possible unified quarkonium potential. Phys. Lett.
B, [s.l.], v. 196, n. 2, p. 191-195, 1987.

DOFF, A.; MACHADO, F. A.; NATALE, A. A. Chiral symmetry breaking in QCD-like
gauge theories with a confining propagator and dynamical gauge boson mass generation.
Annals Phys., v. 327, p. 1030-1049, 2012.

DONOGHUE, J. F. Gluon “mass” in the bag model. Phys. Rev. D, [s.l], v. 29, p.
2559-2562, 1984.



153

DUARTE, A. G.; OLIVEIRA, O.; SILVA, P. J. Lattice gluon and ghost propagators and
the strong coupling in pure SU(3) Yang-Mills theory: Finite lattice spacing and volume
effects. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 94, n. 1, p. 014502, 2016.

DUDAL, D. et al. An Analytic study of the off-diagonal mass generation for Yang-Mills
theories in the maximal Abelian gauge. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 70, p. 114038, 2004a.

. The Anomalous dimension of the gluon ghost mass operator in Yang-Mills theory.
Phys. Lett. B, [s.1.], v. 569, p. 57-66, 2003a.

. The BRST-invariant vacuum state of the Gribov-Zwanziger theory. Fur. Phys.
J. C,[s.l], v. 79, n. 9, p. 731, 2019.

. A Determination of A**2(mu) and the nonperturbative vacuum energy of
Yang-Mills theory in the Landau gauge. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 562, p. 87-96, 2003b.

. Dynamical gluon mass generation from < A**2 (mu) > in linear covariant

gauges. JHEP, [s.1.], v. 01, p. 044, 2004b.

. The Effects of Gribov copies in 2D gauge theories. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 680, p.
377-383, 2009a.

. Gluon ghost condensate of mass dimension 2 in the Curci-Ferrari gauge. Annals
Phys., [s.1l.], v. 308, p. 6277, 2003c.

. The Gribov parameter and the dimension two gluon condensate in Euclidean
Yang-Mills theories in the Landau gauge. Phys. Rev. D, [s.1], v. 72, p. 014016, 2005.

. New features of the gluon and ghost propagator in the infrared region from the
Gribov-Zwanziger approach. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 77, p. 071501, 2008a.

. Refinement of the gribov-zwanziger approach in the landau gauge: Infrared
propagators in harmony with the lattice results. Phys. Rev. D, [s.1], v. 78, p. 065047,
Sep 2008b.

. Renormalizability of the local composite operator Ai in linear covariant gauges.
Phys. Lett. B, [s.l.], v. 574, p. 325-331, 2003d.

. A Renormalization group invariant scalar glueball operator in the (Refined)
Gribov-Zwanziger framework. JHEP, [s.1.], v. 08, p. 110, 2009b.

DUDAL, D.; GUIMARAES, M. S.; SORELLA, S. P. Glueball masses from an infrared
moment problem and nonperturbative Landau gauge. Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 106, p.
062003, 2011.

. Pade approximation and glueball mass estimates in 3d and 4d with N, = 2,3
colors. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 732, p. 247-254, 2014.

DUDAL, D.; OLIVEIRA, O.; SILVA, P. J. High precision statistical landau gauge lattice
gluon propagator computation vs. the Gribov—Zwanziger approach. Annals of Physics,
[s.1], v. 397, p. 351 — 364, 2018. ISSN 0003-4916.



154

DUDAL, D.; OLIVEIRA, O.; VANDERSICKEL, N. Indirect lattice evidence for the
Refined Gribov-Zwanziger formalism and the gluon condensate (A2) in the Landau
gauge. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 81, p. 074505, 2010.

DUDAL, D.; SORELLA, S. P.; VANDERSICKEL, N. More on the renormalization
of the horizon function of the Gribov-Zwanziger action and the Kugo-Ojima Green
function(s). Fur. Phys. J. C, [s.1], v. 68, p. 283-298, 2010.

. The dynamical origin of the refinement of the Gribov-Zwanziger theory. Phys.
Rev. D, [s.1], v. 84, p. 065039, 2011.

DUDAL, D.; VERSCHELDE, H.; SORELLA, S. P. The Anomalous dimension of the
composite operator A**2 in the Landau gauge. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 555, p. 126-131,
2003.

DUPUIS, N. et al. The nonperturbative functional renormalization group and its
applications. Phys. Rept., [s.1.], v. 910, p. 1-114, 2021.

DURR, S. et al. Ab-Initio Determination of Light Hadron Masses. Science, [s.1.], v. 322,
p. 1224-1227, 2008.

DYSON, F. J. The S matrix in quantum electrodynamics. Phys. Rev., [s.1.], v. 75, p.
1736-1755, 1949.

EICHTEN, E. et al. Spectrum of charmed quark-antiquark bound states. Phys. Rev.
Lett., [s.1.], v. 34, p. 369-372, 1975.

. Charmonium: The model. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 17, p. 3090-3117, 1978.

ELLWANGER, U. FLow equations for N point functions and bound states. Z. Phys. C,
[s.1.], v. 62, p. 503-510, 1994.

ELLWANGER, U.; HIRSCH, M.; WEBER, A. The Heavy quark potential from Wilson’s
exact renormalization group. Fur. Phys. J. C, [s.1], v. 1, p. 563-578, 1998.

FADDEEV, L. D.; POPOV, V. N. Feynman Diagrams for the Yang-Mills Field. Phys.
Lett. B, [s.1.], v. 25, p. 29-30, 1967.

FAYYAZUDDIN, R. Modern introduction to particle physics. River Edge, N.J: World
Scientific, 2012. ISBN 978-981-4338-83-7.

FERREIRA, M. N. Ghost dynamics from Schwinger-Dyson equations. Rev. Mex. Fis.
Suppl., [s.1.], v. 3, n. 3, p. 0308100, 2022.

FEYNMAN, R. P. Space-time approach to nonrelativistic quantum mechanics. Reuv.
Mod. Phys., [s.1.], v. 20, p. 367-387, 1948.

. Very high-energy collisions of hadrons. Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 23, p. 1415-1417,
Dec 1969.

FIELD, J. H. A Phenomenological analysis of gluon mass effects in inclusive radiative
decays of the J/v¢ and Upsilon. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 66, p. 013013, 2002.



155

FISCHER, C. S. Infrared properties of QCD from Dyson-Schwinger equations. J. Phys.
G, [s.l.], v. 32, p. R253-R291, 2006.

FISCHER, C. S.; ALKOFER, R. Infrared exponents and running coupling of SU(N)
Yang-Mills theories. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 536, p. 177-184, 2002.

. Nonperturbative propagators, running coupling and dynamical quark mass of
Landau gauge QCD. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 67, p. 094020, 2003.

FISCHER, C. S.; ALKOFER, R.; REINHARDT, H. The Elusiveness of infrared critical
exponents in Landau gauge Yang-Mills theories. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 65, p. 094008,
2002.

FISCHER, C. S.; MAAS, A.; PAWLOWSKI, J. M. On the infrared behavior of Landau
gauge Yang-Mills theory. Annals Phys., [s.1.], v. 324, p. 2408-2437, 2009.

FISCHER, C. S. et al. Large volume behaviour of Yang-Mills propagators. Annals Phys.,
[s.1.], v. 322, p. 29162944, 2007.

FISCHER, C. S.; PENNINGTON, M. R. Finite volume effects in a quenched lattice-QCD
quark propagator. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 73, p. 034029, 2006.

FODOR, Z.; HOELBLING, C. Light Hadron Masses from Lattice QCD. Rev. Mod.
Phys., [s.l.], v. 84, p. 449, 2012.

FOMIN, A. S. et al. The prospect of charm quark magnetic moment determination. Fur.
Phys. J. C, [s.l.], v. 80, n. 5, p. 358, 2020.

FORCRAND, P. de; UNGER, W.; VAIRINHOS, H. Strong coupling lattice QCD on
anisotropic lattices. Phys. Rev. D, [s.1], v. 97, n. 3, p. 034512, 2018.

FRANK, M. R. Nonperturbative aspects of the quark-photon vertex. Phys. Rev. C, [s.1],
v. 51, p. 987-998, 1995.

FREZZOTTI, R. et al. Lattice QCD with a chirally twisted mass term. JHEP, [s.1.],
v. 08, p. 058, 2001.

FRIEDMAN, J. I. Deep inelastic scattering: Comparisons with the quark model. Rev.
Mod. Phys., [s.1.], v. 63, p. 615629, 1991.

FRIEDMAN, J. I.; KENDALL, H. W. Deep inelastic electron scattering. Annual Review
of Nuclear Science, [s.1.], v. 22, n. 1, p. 203-254, 1972.

FRITZSCH, H.; GELL-MANN, M. Proceedings of the International Conference on
Duality and Symmetry in Hadron Physics. Jerusalem: Weizmann Science Press, 1971.

FRITZSCH, H.; GELL-MANN, M.; LEUTWYLER, H. Advantages of the Color Octet
Gluon Picture. Phys. Lett., [s.1.], v. 47B, p. 365-368, 1973.

FUKUDA, R. String-Like Phase in Yang-Mills Theory. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 73, p. 305,
1978. [Erratum: Phys.Lett.B 74, 433 (1978)].

FUKUDA, R.; KUGO, T. Theory of Yang-Mills Field. 1. Instability of the Vacuum and
Singlet Pair Condensation. Prog. Theor. Phys., [s.1.], v. 60, p. 565, 1978.



156

FURUI, S.; NAKAJIMA, H. Infrared features of the Landau gauge QCD. Phys. Rev. D,
[s.1], v. 69, p. 074505, 2004.

GASIOROWICZ, S.; ROSNER, J. L. Hadron Spectra and Quarks. Am. J. Phys., [s.1.],
v. 49, p. 954, 198]1.

GELL-MANN, M. The FEightfold Way: A Theory of strong interaction symmetry. [S. ..
s. n.], 1961.

. A Schematic Model of Baryons and Mesons. Phys. Lett., [S. 1], v. 8 p. 214-215,
1964.

GIACOSA, F.; GUTSCHE, T.; FAESSLER, A. A Covariant constituent quark / gluon
model for the glueball-quarkonia content of scalar - isoscalar mesons. Phys. Rev. C,
v. 71, p. 025202, 2005.

GIES, H. Introduction to the functional RG and applications to gauge theories. Lect.
Notes Phys., [s.1.], v. 852, p. 287-348, 2012.

GIES, H.; WETTERICH, C. Universality of spontaneous chiral symmetry breaking in
gauge theories. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 69, p. 025001, 2004.

GILMAN, F. The november revolution. Slac Beam Line, [s.l.], p. 3-5, 1985.

GODFREY, S.; ISGUR, N. Mesons in a relativized quark model with chromodynamics.
Phys. Rev. D, [s.l.], v. 32, p. 189-231, 1985.

GONG, M. et al. Lattice Gluon Propagator in the Landau Gauge: A Study Using
Anisotropic Lattices. Mod. Phys. Lett. A, [s.1.], v. 24, p. 1925-1935, 2009.

GONZALEZ, P.; MATHIEU, V.; VENTO, V. Heavy meson interquark potential. Phys.
Rev. D, [s.1], v. 84, p. 114008, 2011.

GRACEY, J. A. Two loop MS-bar gluon pole mass from the LCO formalism. Eur. Phys.
J. C; [s.l], v. 39, p. 61-69, 2005.

. Two loop correction to the Gribov mass gap equation in Landau gauge QCD.
Phys. Lett. B, [s.l], v. 632, p. 282-286, 2006. [Erratum: Phys.Lett.B 686, 319-319
(2010)].

. Alternative refined Gribov-Zwanziger Lagrangian. Phys. Rev. D, v. 82, p. 085032,
2010.

. Three loop effective potential for (1/2 Aua2) in the Landau gauge in QCD. Phys.
Rev. D, [s.1.], v. 106, n. 6, p. 065006, 2022.

GRACEY, J. A. et al. Two loop calculation of Yang-Mills propagators in the Curci-Ferrari
model. Phys. Rev. D, [s.1], v. 100, n. 3, p. 034023, 2019.

GREENBERG, O. W. Spin and unitary-spin independence in a paraquark model of
baryons and mesons. Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 13, p. 598-602, Nov 1964.

GREENSITE, J. The confinement problem in lattice gauge theory. Prog. Part. Nucl.
Phys., [s.l.], v. 51, p. 1, 2003.



157

GREENSITE, J. An introduction to the confinement problem. Lect. Notes Phys., [s.l],
v. 821, p. 1-211, 2011,

GREENSITE, J.; HALPERN, M. B. Variational Computation of Glueball Masses in
Continuum QCD. Nucl. Phys. B, [s.1.], v. 271, p. 379-401, 1986.

GREENSITE, J.; OLEJNIK, S.; ZWANZIGER, D. Coulomb energy, remnant symmetry,
and the phases of nonAbelian gauge theories. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 69, p. 074506, 2004.

GRIBOV, V. N. Quantization of Nonabelian Gauge Theories. Nucl. Phys. B, [s.1.],
v. 139, p. 1, 1978.

GRIFFITHS, D. Introduction to elementary particles. New York, NY: Wiley, 2008. ISBN
978-3-527-40601-2.

GRIFFITHS, L. A.; MICHAEL, C.;: RAKOW, P. E. L. Mesons With Excited Glue.
Phys. Lett. B, [s.1], v. 129, p. 351-356, 1983.

GROSS, D. J.; WILCZEK, F. Ultraviolet behavior of non-abelian gauge theories. Phys.
Rev. Lett., [s.1.], v. 30, p. 1343-1346, Jun 1973.

GRUNBERG, G. Renormalization Scheme Independent QCD and QED: The Method of
Effective Charges. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 29, p. 2315-2338, 1984.

GUBAREV, F. V.; MOROZOV, S. M. < A**2 > condensate, Bianchi identities and
chromomagnetic fields degeneracy in SU(2) YM theory. Phys. Rev. D, [s.l], v. 71, p.
114514, 2005.

GUBAREV, F. V.; STODOLSKY, L.; ZAKHAROV, V. I. On the significance of the
vector potential squared. Phys. Rev. Lett., [s.l.], v. 86, p. 22202222, 2001.

GUBAREV, F. V.; ZAKHAROV, V. I. On the emerging phenomenology of <(A%)? >
Phys. Lett. B, [s.1.], v. 501, p. 28-36, 2001.

HALZEN, F.; MARTIN, A. D. Quarks and Leptons: an introductory course in modern
particle physics. [S.1.: sn.], 1984. ISBN 0471887412, 9780471887416.

HAYASHI, Y.; KONDO, K. I. Complex poles and spectral function of Yang-Mills theory.
Phys. Rev. D, [s.1.], v. 99, n. 7, p. 074001, 2019.

. Complex poles and spectral functions of Landau gauge QCD and QCD-like
theories. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 101, n. 7, p. 074044, 2020.

HERSBACH, H. Relativistic linear potential in momentum space. Phys. Rev. D, [s.l],
v. 47, p. 3027-3033, Apr 1993.

HORAK, J. et al. Gluon condensates and effective gluon mass. SciPost Phys., [s.1],
v. 13, 1. 2, p. 042, 2022.

HUBER, M. Q. Nonperturbative properties of Yang-Mills theories. Phys. Rept., [s.1.],
v. 879, p. 1-92, 2020.

HUBER, M. Q.; SMEKAL, L. von. On the influence of three-point functions on the
propagators of Landau gauge Yang-Mills theory. JHEP, [s.1.], v. 04, p. 149, 2013.



158

HUGHES, C.; MEHTA, D.; SKULLERUD, J. Enumerating Gribov copies on the lattice.
Annals Phys., [s.1.], v. 331, p. 188-215, 2013.

HURTH, T. Higgs - free massive nonAbelian gauge theories. Helv. Phys. Acta, [s.1.],
v. 70, p. 406416, 1997.

IBANEZ, D.; PAPAVASSILIOU, J. Gluon mass generation in the massless bound-state
formalism. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 87, n. 3, p. 034008, 2013.

ILDERTON, A.; LAVELLE, M.; MCMULLAN, D. Colour, copies and confinement.
JHEP, [s.l.], v. 03, p. 044, 2007.

ISGUR, N.; PATON, J. E. Flux Tube Model for Hadrons in QCD. Phys. Rev.D, [s.1],
v. 31, p. 2910-2929, Jun 1985.

ISHIKAWA, T. et al. Light quark masses from unquenched lattice QCD. Phys. Rev. D,
[s.1], v. 78, p. 011502, 2008.

JIDO, D.; WEISE, W. Strange magnetic moment of the nucleon and SU(3) breaking:
Group theoretical approach. Phys. Rev. C, [s.1.], v. 72, p. 045203, 2005.

JOVANOVIC, V. B. et al. Constituent quark masses obtained from hadron masses with
contributions of Fermi-Breit and Glozman-Riska hyperfine interactions. Phys. Rev. D,
[s.1], v. 82, p. 117501, 2010.

KALASHNIKOVA, Y. S.: NEFEDIEV, A. V.: SIMONOV, Y. A. QCD string in light -
light and heavy - light mesons. Phys. Rev. D, [s.1], v. 64, p. 014037, 2001.

KALLEN, G. On the definition of the Renormalization Constants in Quantum
Electrodynamics. Helv. Phys. Acta, [s.1.], v. 25, n. 4, p. 417, 1952.

KAWANAI T.; SASAKI, S. Charmonium potential from full lattice QCD. Phys. Rewv.
D, [s.1], v. 85, p. 091503, 2012.

KIZILERSU, A. et al. Quark-gluon vertex from Nf=2 lattice QCD. Phys. Rev. D, [s.1],
v. 103, n. 11, p. 114515, 2021.

KNECHT, K.; VERSCHELDE, H. A New start for local composite operators. Phys.
Rev. D, [s.1], v. 64, p. 085006, 2001.

KOGUT, J. B.; SUSSKIND, L. Hamiltonian formulation of wilson’s lattice gauge
theories. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 11, p. 395-408, Jan 1975.

KOMA, M.; WITTIG, H.; KOMA, Y. Determination of the relativistic corrections to
the static inter-quark potential from lattice qed. PoS, [s.1.], p. 105, 2008.

KONDO, K. I. Vacuum condensate of mass dimension 2 as the origin of mass gap and
quark confinement. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 514, p. 335-345, 2001.

KONDO, K. I. et al. Renormalizing a BRST invariant composite operator of mass
dimension 2 in Yang-Mills theory. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 65, p. 085034, 2002.

KUGO, T.; OJIMA, I. Local Covariant Operator Formalism of Nonabelian Gauge
Theories and Quark Confinement Problem. Prog. Theor. Phys. Suppl., [s.l.], v. 66, p.
1-130, 1979.



159

KUTI, J.; WEISSKOPF, V. F. Inelastic lepton - nucleon scattering and lepton pair
production in the relativistic quark parton model. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 4, p. 3418-3439,
1971.

LAERMANN, E. et al. String breaking in lattice QCD. Nucl. Phys. B Proc. Suppl., [s.1.],
v. 73, p. 447-449, 1999.

LANDAU, D.; BINDER, K. A guide to Monte Carlo simulations in statistical physics. 5.
ed. Cambridge, UK: Cambridge University Press, 2021. ISBN 110849014X,9781108490146.

LANDIM, R. R. et al. Revisiting Gribov’s copies inside the horizon. Fur. Phys. J. C,
[s.1], v. 74, n. 11, p. 3069, 2014.

LANGFELD, K.; REINHARDT, H.; GATTNAR, J. Gluon propagators and quark
confinement. Nucl. Phys. B, [s.l.], v. 621, p. 131-156, 2002.

LAUTRUP, B. Canonical quantum electrodynamics in covariant gauges. Kong. Dan.
Vid. Sel. Mat. Fys. Med., [s.l.], v. 35, n. 11, p. 3, 1967.

LAVELLE, M. Gauge invariant effective gluon mass from the operator product
expansion. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 44, p. 26-28, 1991.

LAVELLE, M. J.; SCHADEN, M. Propagators and Condensates in QCD. Phys. Lett. B,
[s.1.], v. 208, p. 297-302, 1988.

LEHMANN, H. On the Properties of propagation functions and renormalization contants
of quantized fields. Nuovo Cim., [s.l.], v. 11, p. 342-357, 1954.

LEINWEBER, D. B. et al. Modeling the gluon propagator. Nucl. Phys. B Proc. Suppl.,
[s.1], v. 73, p. 629-631, 1999a.

. Asymptotic scaling and infrared behavior of the gluon propagator. Phys. Rev. D,
[s.L], v. 60, p. 094507, 1999b. [Erratum: Phys.Rev.D 61, 079901 (2000)].

LERCHE, C.; SMEKAL, L. von. On the infrared exponent for gluon and ghost
propagation in Landau gauge QCD. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 65, p. 125006, 2002.

LEUTNANT, M.; STERNBECK, A. Quark-photon vertex from lattice QCD in Landau
gauge. PoS, [s.l.], Confinement2018, p. 095, 2018.

LEVINE, R.; TOMOZAWA, Y. Effective potential for heavy-quark-antiquark bound
systems. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 19, p. 1572-1581, 1979.

LI, X.; SHAKIN, C. M. Description of gluon propagation in the presence of an A**2
condensate. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 71, p. 074007, 2005.

LITIM, D. F. Optimized renormalization group flows. Phys. Rev. D, [s.l], v. 64, p.
105007, 2001.

LIU, T.; CHEN, Z.; HUANG, T. A study of a possible unified potential model. Zeitschrift
fir Physik C Particles and Fields, [s.1.], v. 46, n. 1, p. 133-140, 1990.

LUCHA, W.; SCHOBERL, F. F.; GROMES, D. Bound states of quarks. Phys. Rept.,
[s.1], v. 200, p. 127-240, 1991.



160

LUNA, E. G. S. et al. Influence of a dynamical gluon mass in the pp and p anti-p
forward scattering. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 72, p. 034019, 2005.

LUSCHER, M. Lattice QCD: From quark confinement to asymptotic freedom. Annales
Henri Poincare, [s.1.], v. 4, p. S197-S210, 2003.

MAAS, A. Two and three-point Green’s functions in two-dimensional Landau-gauge
Yang-Mills theory. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 75, p. 116004, 2007.

. Describing gauge bosons at zero and finite temperature. Phys. Rept., [s.1.], v. 524,
p. 203-300, 2013.

MACHADO, F. A. Transversality of gluon mass generation through an effective loop
expansion in covariant and background field gauges. 1 2016.

MANDELSTAM, S. Approximation scheme for quantum chromodynamics. Phys. Rev.
D, [s.1], v. 20, p. 3223-3238, 1979.

MANDULA, J. E.; OGILVIE, M. The Gluon Is Massive: A Lattice Calculation of the
Gluon Propagator in the Landau Gauge. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 185, p. 127-132, 1987.

MARCIANO, W. J.; PAGELS, H. Quantum Chromodynamics: A Review. Phys. Rept.,
[s.1], v. 36, p. 137, 1978.

MARIS, P.; ROBERTS, C. D. Dyson-Schwinger equations: A Tool for hadron physics.
Int. J. Mod. Phys. E, [s.1.], v. 12, p. 297-365, 2003.

MARTINELLI, G. et al. The proton and neutron magnetic moments in lattice qcd.
Physics Letters B, [s.l.], v. 116, n. 6, p. 434-436, 1982.

MATEU, V. et al. Calibrating the Naive Cornell Model with NRQCD. Eur. Phys. J. C,
[s.1], v. 79, n. 4, p. 323, 2010.

MENA, C.; PALHARES, L. F. Quark-antiquark potentials in non-perturbative models.
arXiv preprint arXiv:1804.09564, [S.1.: s.n.], 2018.

. Quark-photon vertex in confining models. arXiv preprint arXiw:2311.14178, [S.1.:
s.n.], 11 2023.

MEYERS, J.; SWANSON, E. S. The Gluon Propagator with Two-loop Schwinger-Dyson
Equations. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 90, n. 4, p. 045037, 2014.

MILLER, D. E. Lattice QCD Calculation for the Physical Equation of State. Phys.
Rept., [s.1.], v. 443, p. 55-96, 2007.

MINTZ, B. W. et al. Infrared massive gluon propagator from a BRST-invariant Gribov
horizon in a family of covariant gauges. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 99, n. 3, p. 034002, 2019.

MONTVAY, I.; MUNSTER, G. Quantum fields on a lattice. New York, NY: Cambridge
University Press, 1997. (Cambridge Monographs on Mathematical Physics). ISBN
978-0-521-59917-7, 978-0-511-87919-7.

MUTA, T. Foundations of Quantum Chromodynamics, 3. ed. Hackensack, N.J.:
World Scientific, 2010. v. 78. (World scientific Lecture Notes in Physics, v. 78). ISBN
9789812793539.



161

NAKANISHI, N. Covariant Quantization of the Electromagnetic Field in the Landau
Gauge. Prog. Theor. Phys., [s.1], v. 35, p. 1111-1116, 1966.

NOVIKOV, V. A. et al. ABC of instantons. In: ITEP Lectures on Particle Physics and
Field Theory: Volume 1. [S.1.]: World Scientific, 1999. p. 201-299.

OJIMA, I. Comments on Massive and Massless Yang-Mills Lagrangians With a Quartic
Coupling of Faddeev-Popov Ghosts. Z. Phys. C, [s.1.], v. 13, p. 173, 1982.

OLIVEIRA, O. et al. Gluon and Ghost Dynamics from Lattice QCD. Few Body Syst.,
[s.1], v. 58, n. 2, p. 99, 2017.

OLIVEIRA, O.; FREDERICO, T.; PAULA, W. de. The soft-gluon limit and the infrared
enhancement of the quark-gluon vertex. Fur. Phys. J. C, [s.l.], v. 80, n. 5, p. 484, 2020.

OLIVEIRA, O.; SILVA, P. J. The Infrared Landau gauge gluon propagator from lattice
QCD. AIP Conf. Proc., [s.1.], v. 756, n. 1, p. 290-292, 2005.

. Lattice landau gauge gluon propagator: Lattice spacing and volume dependence.
Phys. Rev. D, [s.1], v. 86, p. 114513, Dec 2012.

OTTO, S. W.; STACK, J. D. The SU(3) Heavy Quark Potential with High Statistics.
Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 52, p. 2328, 1984.

PAPAVASSILIOU, J. Emergence of mass in the gauge sector of QCD*. Chin. Phys. C,
[s.1], v. 46, n. 11, p. 112001, 2022.

PAPAVASSILIOU, J.; CORNWALL, J. M. Coupled fermion gap and vertex equations
for chiral symmetry breakdown in QCD. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 44, p. 1285-1297, 1991.

PARISI, G.; PETRONZIO, R. On Low-Energy Tests of QCD. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 94,
p. 5153, 1980.

PARK, I. H. et al. Experimental Evidence for the Nonabelian Nature of QCD. Phys.
Rev. Lett., [s.l.], v. 62, p. 1713, 1989.

PAWLOWSKI, J. M. On Wilsonian flows in gauge theories. Int. J. Mod. Phys. A, [s.1],
v. 16, p. 21052110, 2001.

PAWLOWSKI, J. M. et al. Infrared behavior and fixed points in Landau gauge QCD.
Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 93, p. 152002, 2004.

PELAEZ, M.; TISSIER, M.; WSCHEBOR, N. Three-point correlation functions in
Yang-Mills theory. Phys. Rev. D, [s.1], v. 88, p. 125003, 2013.

. Two-point correlation functions of QCD in the Landau gauge. Phys. Rev. D, [s.1],
v. 90, p. 065031, 2014.

. Quark-gluon vertex from the Landau gauge Curci-Ferrari model. Phys. Rev. D,
[s..], v. 92, n. 4, p. 045012, 2015.

PELAEZ, M. et al. Small parameters in infrared quantum chromodynamics. Phys. Rev.
D, [s.1], v. 96, n. 11, p. 114011, 2017.



162

PELAEZ, M. et al. A window on infrared QCD with small expansion parameters. Rept.
Prog. Phys., [s.1], v. 84, n. 12, p. 124202, 2021.

. Small parameters in infrared QCD: The pion decay constant. Phys. Rev. D, [s.1],
v. 107, n. 5, p. 054025, 2023.

PERKINS, D. H. Introduction to high energy physics. London, UK: Cambridge University
Press, 2000. ISBN 978-0-521-62196-0.

PESKIN, M. E.; SCHROEDER, D. V. An Introduction to quantum field theory. Reading,
USA: Addison-Wesley, 1995. ISBN 9780201503975, 0201503972.

PHILIPSEN, O. On the nonperturbative gluon mass and heavy quark physics. Nucl.
Phys. B, [s.1.], v. 628, p. 167-192, 2002.

PHILIPSEN, O.; WITTIG, H. String breaking in nonAbelian gauge theories with
fundamental matter fields. Phys. Rev. Lett., [s.1.], v. 81, p. 40564059, 1998. [Erratum:
Phys.Rev.Lett. 83, 2684 (1999)].

POLITZER, H. D. Reliable perturbative results for strong interactions? Phys. Rev.
Lett., [s.1.], v. 30, p. 1346-1349, Jun 1973.

QUIGG, C.; ROSNER, J. L. Quarkonium Level Spacings. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 71, p.
153157, 1977.

RATTI, C.; BELLWIED, R. The deconfinement transition of QCD: Theory meets
experiment. Lect. Notes Phys., [s.1.], v. 981, p. 1-216, 2021.

REGGE, T. Introduction to complex orbital momenta. Nuovo Cim., [s.l.], v. 14, p. 951,
1959.

REINOSA, U. et al. How nonperturbative is the infrared regime of Landau gauge
Yang-Mills correlators? Phys. Rev. D, [s.1.], v. 96, n. 1, p. 014005, 2017.

RICHARDSON, J. L. The heavy quark potential and the Y, J/¢ systems. Phys. Lett.
B, [s.l.], v. 82, n. 2, p. 272 — 274, 1979.

ROBERTS, C. D.; WILLIAMS, A. G. Dyson-Schwinger equations and their application
to hadronic physics. Prog. Part. Nucl. Phys., [s.1], v. 33, p. 477-575, 1994.

RUJULA, A. De; GEORGL, H.; GLASHOW, S. L. Hadron Masses in a Gauge Theory.
Phys. Rev. D, [s.1.], v. 12, p. 147-162, 1975a.

RUJULA, A. De; GLASHOW, S. L. Is bound charm found? Phys. Rev. Lett., [s.1], v. 34,
D. 46-49, 1975b.

RYDER, L. H. Quantum field theory. [S.l.]: Cambridge University Press, 1996.

SAVVIDY, G. K. Infrared Instability of the Vacuum State of Gauge Theories and
Asymptotic Freedom. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 71, p. 133134, 1977.

SCHLEIFENBAUM, W. The ghost-gluon vertex in Landau gauge Yang-Mills theory in
four and three dimensions. 2004. 56 f. Tese (doutorado) — TU Darmstadt, Darmstadt,
2004.



163

SCHLEIFENBAUM, W. et al. Infrared behaviour of the ghost-gluon vertex in Landau
gauge Yang-Mills theory. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 72, p. 014017, 2005.

SCHWARTZ, M.D. Quantum field theory and the Standard Model. New York, USA:
Cambridge University Press, 2014. ISBN 978-1-107-03473-0, 978-1-107-03473-0.

SCHWINGER, J. S. On Quantum electrodynamics and the magnetic moment of the
electron. Phys. Rev., [s.l.], v. 73, p. 416417, 1948.

. On the Green’s functions of quantized fields. 1. Proc. Nat. Acad. Sci., [s.1.], v. 37,
n. 7, p. 452-455, 1951a.

. On the Green’s functions of quantized fields. 2. Proc. Nat. Acad. Sci., [s.1.], v. 37,
n. 7, p. 455-459, 1951b.

SERREAU, J.; TISSIER, M. Lifting the Gribov ambiguity in Yang-Mills theories. Phys.
Lett. B, [s.l.], v. 712, p. 97103, 2012.

SERREAU, J.; TISSIER, M.; TRESMONTANT, A. Covariant gauges without Gribov
ambiguities in Yang-Mills theories. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 89, p. 125019, 2014.

. Influence of Gribov ambiguities in a class of nonlinear covariant gauges. Phys.
Rev. D, [s.1], v. 92, p. 105003, 2015.

SHIFMAN, M. A.; VAINSHTEIN, A. I.; ZAKHAROV, V. I. QCD and Resonance
Physics. Theoretical Foundations. Nucl. Phys. B, [s.1.], v. 147, p. 385-447, 1979a.

. QCD and Resonance Physics: Applications. Nucl. Phys. B, [s.l], v. 147, p.
448-518, 1979b.

SILVA, P. J.; OLIVEIRA, O. Unquenching the Landau Gauge Lattice Propagators and
the Gribov Problem. PoS, [s.l.], LATTICE2010, p. 287, 2010.

SINGER, I. M. Some Remarks on the Gribov Ambiguity. Commun. Math. Phys., [s.1],
v. 60, p. 7-12, 1978.

SIRINGO, F. Analytical study of Yang—Mills theory in the infrared from first principles.
Nucl. Phys. B, [s.1], v. 907, p. 572-596, 2016.

SKULLERUD, J. I. et al. The Structure of the gluon propagator. Nucl. Phys. B Proc.
Suppl., [s.1.], v. 73, p. 626628, 1999.

SLAVNOV, A. A. Ward Identities in Gauge Theories. Theor. Math. Phys., [s.l.], v. 10,
p. 99107, 1972.

SMEKAL, L. V.; ALKOFER, R.; HAUCK, A. The Infrared behavior of gluon and ghost
propagators in Landau gauge QCD. Phys. Rev. Lett., v. 79, p. 3591-3594, 1997.

. A Solution to Coupled Dyson—Schwinger Equations for Gluons and Ghosts in
Landau Gauge. Annals Phys., [s.l.], v. 267, p. 1-60, 1998. [Erratum: Annals Phys. 269,
182 (1998)].



164

SOBREIRO, R. F.; SORELLA, S. P. Introduction to the Gribov ambiguities in
Euclidean Yang-Mills theories. In: JORGE ANDRE SWIECA SUMMER SCHOOL ON
PARTICLE AND FIELDS, 13., 2005, Campos do Jordao, Brazil. [Proceedings...]. [S.1.:
s.n.], 2005.

SOBREIRO, R. F. et al. Gribov horizon in the presence of dynamical mass generation
in Euclidean Yang-Mills theories in the Landau gauge. Phys. Lett. B, [s.l.], v. 590, p.
265-272, 2004.

SODING, P.; WOLF, G. Experimental evidence on QCD. Ann. Rev. Nucl. Part. Sci.,
[s.1], v. 31, p. 231-293, 1981.

SONI, N. R. et al. QQ ( @ € {b,c} ) spectroscopy using the Cornell potential. Eur.
Phys. J. C, [s.1], v. 78, n. 7, p. 592, 2018

SORELLA, S. P. et al. Features of the Refined Gribov-Zwanziger theory: Propagators,
BRST soft symmetry breaking and glueball masses. PoS, [s.l.], FACESQCD, p. 022,
2010.

STACK, J. D. The Heavy Quark Potential in SU(2) Lattice Gauge Theory. Phys. Rev.
D, [s.1], v. 27, p. 412, 1983,

STANLEY, D. P.; ROBSON, D. Nonperturbative potential model for light and heavy
quark-antiquark systems. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 21, p. 3180-3196, 1980.

STERNBECK, A.; LEUTNANT, M.; EICHMANN, G. Towards lattice-assisted hadron
physics calculations based on QCD n-point functions. PoS, [s.l.], LATTICE2018, p. 068,
2019.

STERNBECK, A. et al. Towards the infrared limit in SU(3) Landau gauge lattice
gluodynamics. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 72, p. 014507, 2005.

. Comparing SU(2) to SU(3) gluodynamics on large lattices. PoS, [s.l.],
LATTICE2007, p. 340, 2007.

STINGL, M. Propagation properties and condensate formation of the confined
Yang-Mills field. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 34, p. 3863-3881, Dec 1986.

STRAUSS, S.; FISCHER, C. S.; KELLERMANN, C. Analytic structure of the Landau
gauge gluon propagator. Phys. Rev. Lett., [s.l.], v. 109, p. 252001, 2012.

SUSSKIND, L. Lattice Fermions. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 16, p. 3031-3039, 1977.

TAKAHASHI, T. T. et al. Detailed analysis of the three quark potential in SU(3) lattice
QCD. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 65, p. 114509, 2002.

TAYLOR, J. C. Ward Identities and Charge Renormalization of the Yang-Mills Field.
Nucl. Phys. B, [s.l], v. 33, p. 436-444, 1971.

TISSIER, M. Gribov copies, avalanches and dynamic generation of a gluon mass. Phys.
Lett. B, [s.l.], v. 784, p. 146-150, 2018.

TISSIER, M.; WSCHEBOR, N. Gauged supersymmetries in Yang-Mills theory. Phys.
Rev. D, [s.1], v. 79, p. 065008, 2009.



165

TISSIER, M.; WSCHEBOR, N. Infrared propagators of Yang-Mills theory from
perturbation theory. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 82, p. 101701, 2010.

. Infrared safe perturbative approach to Yang-Mills correlators. Phys. Rev. D,
[s.1.], v. 84, p. 045018, Aug 2011.

VANDERSICKEL, N. A Study of the Gribov-Zwanziger action: from propagators to
glueballs. 2011. 326 f. Tese (doutorado) — Gent University, Gent, 2011.

VANDERSICKEL, N.; ZWANZIGER, D. The Gribov problem and QCD dynamics.
Phys. Rept., [s.1.], v. 520, p. 175-251, 2012.

VENTO, V. Confinement, the gluon propagator and the interquark potential for heavy
mesons. Fur. Phys. J. A, [s.l.], v. 49, p. 71, 2013.

VERSCHELDE, H. Perturbative calculation of nonperturbative effects in quantum field
theory. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 351, p. 242-248, 1995.

VERSCHELDE, H. et al. The Nonperturbative groundstate of QCD and the local
composite operator A”. Phys. Lett. B, [s.1.], v. 516, p. 307-313, 2001.

WEGNER, F. J.; HOUGHTON, A. Renormalization group equation for critical
phenomena. Phys. Rev. A, [s.l.], v. 8, p. 401-412, 1973.

WILLIAMS, A. G. Nonperturbative QCD, gauge fixing, Gribov copies, and the lattice.
Prog. Theor. Phys. Suppl., [s.1.], v. 151, p. 154-160, 2003.

WILSON;, K. G. Confinement of quarks. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 10, p. 2445-2459, Oct
1974.

WILSON;, K. G.; KOGUT, J. B. The Renormalization group and the epsilon expansion.
Phys. Rept., [s.1.], v. 12, p. 75-200, 1974.

WILSON, K. G. et al. Nonperturbative QCD: A Weak coupling treatment on the light
front. Phys. Rev. D, [s.l.], v. 49, p. 6720-6766, 1994.

WORKMAN;, R. L. et al. Review of Particle Physics. PTEP, v. 2022, p. 083C01, 2022.

WSCHEBOR, N. Some non-renormalization theorems in Curci-Ferrari model. Int. J.
Mod. Phys. A, [s.1], v. 23, p. 2961-2973, 2008.

WU, W. et al. Heavy-quark potential in the Gribov-Zwanziger approach around the
deconfinement phase transition. Phys. Rev. D, v. 107, n. 11, p. 114033, 2023.

XING, Z.; RAYA, K.; CHANG, L. Quark anomalous magnetic moment and its effects
on the p meson properties. Phys. Rev. D, [s.1.], v. 104, n. 5, p. 054038, 2021.

YANG, C. N.; MILLS, R. L. Conservation of isotopic spin and isotopic gauge invariance.
Phys. Rev., [s.1.], v. 96, p. 191-195, Oct 1954.

ZWANZIGER, D. Action From the Gribov Horizon. Nucl. Phys. B, [s.l.], v. 321, p.
591-604, 1989a.

. Local and renormalizable action from the gribov horizon. Nucl. Phys. B, [s.1],
v. 323, 1. 3, p. 513544, 1989b.



166

ZWANZIGER, D. Nonperturbative Modification of the Faddeev-Popov Formula and
Banishment of the Naive Vacuum. Nucl. Phys. B, [s.1.], v. 209, p. 336-348, 1982.

. Quantization of gauge fields, classical gauge invariance and gluon confinement.
Nuclear Physics B, [s.1.], v. 345, n. 2, p. 461 — 471, 1990. ISSN 0550-3213.

. Renormalizability of the critical limit of lattice gauge theory by BRS invariance.
Nucl. Phys. B, [s.1], B399, p. 477-513, 1993.

. Fundamental modular region, Boltzmann factor and area law in lattice gauge
theory. Nucl. Phys. B, [s.l], v. 412, p. 657-730, 1994.

. Nonperturbative Landau gauge and infrared critical exponents in QCD. Phys.
Rev. D, [s.1], v. 65, p. 094039, 2002.

. Nonperturbative Faddeev-Popov formula and infrared limit of QCD. Phys. Rewv.
D, [s.1], v. 69, p. 016002, 2004.

ZWEIG, G. An SU(3) model for strong interaction symmetry and its breaking. Version
2. In: LICHTENBERG, D.B.; ROSEN, S. P. (Ed.). Developments in the quark theory of
hadrons. Vol. 1. 1964 - 1978. [S.1.: s.n.], 1964. p. 22-101.

ZYLA, P. A. et al. Review of Particle Physics. PTEP, [s.1.], v. 2020, n. 8, p. 083C01,
2020.



167

APENDICE A - Potencial quark-antiquark

Os diagramas da Fig. (13) nos permitem obter a seguinte expressao:

/

iM =V (k) [igy" t5] U(p) [Dib(¢® = (p+ k)| U (0) [ig 7" £, ] V" (K)

— U (p) [igy"t5 | U(p) [ Dib(a® = (0 = p)?)| V() [igy" th, | V'(K),  (237)
onde U e V sdo os espinores do quark e o antiquark em funcdo dos seus 4-momentos
respectivamente. A primeira linha da equacao acima é referente ao processo de aniquilagao

enquanto que a ultima linha ao processo de espalhamento.®’

Se sabe que os gerados do grupo t* cumprem a seguinte relagao (Peskin; Schroeder,

1995):
1 1
it = 5 (5jm 0 — N dji 5zm) - (238)

Logo, para o processo de aniquila¢ido na configuracao de singlete (i = j e [ = m)

teremos que:

1 1
Uity —> bty = B (511 0ii — N 0 51’1) =0, (239)

enquanto que para o processo de espalhamento:

a qa a ja 1 1 N2_]-
tiitim — tity = B (51'1511—]\]51‘1'511) = < 5N ) [=CFplI. (240)

Portanto, s6 o processo de espalhamento contribuird com o potencial ¢g, o qual

também depende do propagador do gltion:

Dou(?) = —i D(e?) (gw - é)ﬁ?”) | (241)

sendo este ultimo uma quantidade dependente do gauge, mas cuja contribuicao, para um

mesmo tipo de quark, por parte do termo de gauge, é nula”:

(1-¢)
q2

iMe x {L{SI(p/) [g]u%p)} V' (k) [g] V' (k)] =0, (242)

89 O sinal negativo é consequéncia da ndo comutatividade das particulas (Peskin; Schroeder, 1995).

90 Isso pode ser considerado valido enquanto ndo houver uma troca no sabor do quark (interacio fraca).
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jé que g = p — p, e portanto U () [§1U*(p) = U (#) [my — my ) U*(p) = 0.

Considerando a aproximacao NR para quarks muito massivos, a Eq. (237) pode ser
conectada com a amplitude de espalhamento (aproximacao de Born da Mecéanica Quantica
NR) (Peskin; Schroeder, 1995; Lucha; Schoberl; Gromes, 1991):

(BliM|P) =—iV(T)@2n)' o (p+k—p' —K) ,T=F —F. (243)

Os espinores nao-relativisticos podem ser expressados como:
S(ry — & S(ry — i’
U(p) = vm - A Vip)=vm | |, (244)

o que permite simplificar a parte restante da Eq. (237), [U~+"U][V~, V], onde teremos

termos proporcionais a:

T () 101U (p) = U () U (p) = rn (647 €+ (ﬁ) — 2 (245)
V' (5) [0 V7 (k) = 2,6 (246)
0 () [ 1) = my (65 €+) (‘g Z f) (2) -0, (247)

o que finalmente nos permite escrever®!:

iM = —4mia,Cr D(¢*) [2my 07| [2my 0™ (248)
e:
V(7)) = 47 as Cr D(TP). (249)

Logo, podemos aplicar a transformada de Fourier para calcular o potencial em
funcao da distancia de separacao entre as particulas, tal que:
P*q 5 iq.7 —i [ ¥ iqr
V) = [ s VAZD e = - [ daa V@),
(2 71') —0o0

472y

sendo isto valido para um potencial central e par no espaco de momento f/(q)

91 Em mecanica quantica nao relativistica os estados sdo normalizados como:
(P'1P) = (2m)363(p' — P), enquanto que em TQC é usada a normalizagio invariante de Lorentz:
(P'|P) = 2E5 (2m)30%( P’ — P ). Isto nos serd 1til no momento de comparar com as expressdes
da amplitude de espalhamento da TQC, além disso, na nossa aproximacdo de quarks muito massivos
teremos: E ~ m.
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APENDICE B - Potencial quark-antiquark no Espaco Euclideano

A andlise do potencial ¢g no espaco Euclideano sera feita de maneira andloga ao

apéndice anterior (A). A expressao da amplitude Mg do processo serd”?:

M = g*#5 18, U (p3) E 1U(01) [P (a2) |V (02) WE TV (pa)- (250)

Analogamente o termo D, (¢7) ¢ expressado também como o produto de uma

fungdo quadrética em ¢% e outra de forma tensorial:

e
Dol = D) (30~ (1- %) . (251)
E
Assim teremos também uma expressao geral para Mg:
Mg = 4maCp D(qp) U () [y 1U (pe)] V' (k) b 1 V" (Kp)]- (252)

Novamente precisamos dos produtos dos espinores e matrizes gama, os quais nao

mudam nesta aproximacgao de quarks muito massivos. Entao teremos que:

Figura 38 - Diagrama no Espago Euclideano do Processo Quark-Antiquark.

q,) qg,m
Pk TV kg
dE

<
a, i MNNVVW b, v
D(q%)
PE A TvkE
q,1 q,l

Legenda: Diagrama do processo quark-antiquark.
Fonte: O autor, 2023.

92 Estritamente falando um espalhamento é em principio um processo de evolucdo no tempo, sendo bem
definido apenas no espago de Minkowski. Como estamos tratando quarks supermassivos, o potencial
obtido esta relacionado com a correlagio entre correntes estacionarias, como é feito em QCD na rede
(Greensite, 2011).
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Mg = 4naCr D(g%) 2m 6% 2myo™™ (253)
e essa equagao sera comparada com uma expressao analoga a Eq. (243):
<]_9)/|ME|F >:_V(7)<2W)454(p/]2+k2?_pE_kE) ,7=7 -7, (254)

de maneira que teremos uma expressao andloga ao caso de Minkowski, onde V(¢) pode

ser calculado como?3:

V(q)= —4maCeD(qz) , ¢ =|7F=d , @=0 (255)

As Egs. (255) e (250) podem ser usadas para calcular o potencial ¢g.

93 Onde consideramos g4 = 0, porque os nossos potenciais estdo em funcdo do momento vetorial, e essa
variavel poderia ser tomada como uma constante
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APENDICE C - Integracio dos potenciais Massivo, GZ e RGZ

Partindo do teorema do residuo:

2w dn1

frE = T Y s ] (256)

z’l’b

e considerando uma funcao f(z) = zas(2)D(z) Exp[i 2 r], com pélos simples (n=1), z; 5 =
(=1) z1 + iy1, 234 = (—1)7 3 + 1ys, etc / {z;,y;} € RT, e que cumpre que f(z;) = 0

quando |z| — oo , podemos obter que:

FIOE = (T 6725 (5G).,) & SE) = (- 3) ) D),

ff(z) dz = (im)e " (A(z1, z2) Cos(x 1) + B(z1, 22) Sin(z 1)) (257)

onde para o caso apenas de 2 polos simples, 21 =  + iy e 25 = —x + 1y, teremos que:

A(z1,20) = (220 9(21) + 2225(22)) N B(z1,22) =1 (221 5(21) — 2225(22)) (258)
No caso particular de a,(2) = as, faremos S(z) = (2 — z;) D(2), logo:

ff(z) dz = (ima) e " (A(z1, 22) Cos(x 1) + B(21, 22) Sin(z 1)) , (259)

com A e B cumprindo a Eq. (258).

O coeficiente para o caso Massivo (Eq. (259)), com pdlos, z; = 0+ im e z = 0, é:

1

72 + m?

A(0,im) = 2(im) (z —im)

=1. (260)

Os coeficientes para o caso GZ (Eq. (259)), serao:

221(z — 21) 22 225(2 — 29) 22

IR — 1. 261

v | I v g | (261)
221 (2 — 21) 2* 2i29(2 — 29) 2°

-DE-D|._. @-DE-D|._ (262)

Os pélos no caso GZ sao:

2=71+0)/V2 N z=7(=1+0)/V2 (263)
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Os coeficientes da Eq. (259) para o caso RGZ serao:

221(2 — 21) (22 + M?) 229(2 — 29) (2% + M?)
A= 2 2\(,2 _ .2 2 _ . 2\(,2 _ .2 = 1. (264)
(22 — 27)(2* — 23) 2=z (22 — 21)(2* — 23) =29
B 2iz1(z — 21) (22 + M?) 2i29(2 — 29) (2% + M?)
(22 = 2)(2* = 23) [, (22 = 2)(# = 23) |,_,,
2 2 2M2 M2 - 2
By AT 2T = = K. (265)
2 — 25 \/4/\4_ (M2 — m2)?
Os pélos do propagador sao os seguintes:
1
7 = 3 (— (M2 +m2) + \/(M2 —m?2)? — 4)\4>
1
2322(_ (M2+m2) —\/(MQ—m2)2—4>\4>. (266)

Como ja foi mencionado, no caso RGZ aparecem polos complexos quando se fita o

propagador da rede, tal que:
n=x+iy N z22=—T+1y. (267)

onde:

= VA + M?m? Sin [;Tanl [\/4)\4 — (M2 —m?2)2/(M? — WZ)H

y = VAt + M2m?2 Cos [;Tan_l [\/4)\4 — (M2 —m2)2/(M?* — mz)” : (268)
Para podlos complexos de ordem 2, teremos:

f(2) = 2a,(2)D(2)Explizr] / n =2 & Sy(2) = (2 — 2;)* a,(2) D(2)

$1(z)dz = (im) ZZeizjrddZ(zSg(z) Expli 1)

ff(z) de = (im) Y2657 (ir2Sa(2) + 2 Sy, + Sal(2)) (269)

que comparado aos pélos de ordem um, agora temos um termo adicional z;S(z;) vezes
r que contribuird como uma constante devido ao termo 1/r no potencial. Os termos

2 S5(2)|.= -, + Sa2(2;) contribuem para o resultado perturbativo 1/r.
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APENDICE D - Integrandos IS e IS-TS em 3D

Figura 39 - Integrandos dos potenciais IS e IS-T'S em 3D.

Im[p] GeV

I(p) Gev ™!

Im[p] Gev

° I(p) Gev~?

Im[p] GeV

0.0

(¢)

(d)

Legenda: (a) e (¢) correspondem ao caso IS de um e dois loops, enquanto (b) e (d) ao caso IS de um e

dois loops com acoplamento TS, respectivamente.

Fonte: O autor, 2023.
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APENDICE E - Convencoes e Férmulas para o espaco euclideano

Convengoes euclidianas Para trabalhar com modelos euclidianos da QCD
temos usado as convengoes da Ref. (Novikov et al., 1999). Primeiro, partimos da métrica

convencional de Minkowsky:

ot = (2% = (t,7) & z,=(x0,2)=(t,-7) & ¢ =(+,—), (270)

sendo 4 e v indices de Lorentz. A transcri¢do para a métrica euclidiana, d,, = (+,+), é:

2= —ixy =2y & 2= -z = xf
po = —ipy=p & p'=-p = pf
A = A, =4, & AZ:—AZ:—AZE
. ; 0
P = i0, =0 & 0; =0 = 8JE =90 = Vv, (271)

onde o indice E indicarda uma quantidade euclidiana.

E.0.1 Formulacao euclidiana

E.0.1.1 Parte Bosonica

Usando as Egs. (271) e (2), o produto F, F/* e a quantidade invariante de gauge,

G, GhY, se transformam como (Minkowsky)(Peskin; Schroeder, 1995):

GZVGgV — Fe phav _'_4gfabc (auAg)AubAuc + 92 fabc fade AZ Ai A;LdAue’ (272)

ursa

onde:

Fo P = FgFX + FGFY + (Fg) (F°) + (FSFY)

urs a 05" a i oa
e

P F = Fiy (9740 — 0°47) = (97 43 — 0,A0) (0P A7 — 0,4P) = (Fe,Fs)”
. . E
FgFY = (=Fpy) (=F°) = FLFy = (FLF)

05" a a
FiFi = FAFS = (0,42 - 0,40) F = (0,42 - 0,40)" (F2)" = (FaFg)” . (213

logo: (Fg,Frr)"™ — (Fa,Fa)”.

puv= uv
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Os fatores (0,A%) AP A e Ab A AM A, se transformam como:

(0uAD) AP A" = (09 AG) A A + (0;A5) AT A% + (Do A AT A™ + (0;A7) AT AM
= (04AG) ALAS + (OF ADATPAS + (04 AP ") ALAD S + (0F A" AT AP
(0, ALY A A = (9F ABa) ABP ABe (274)

Ab AC AP Ave = Ab Ag AM A% - AD AS A% ATe 1 Ab AG AT A% | Ab Ag ATd Ak
=AY AGALAS + AL AT AGAT + APP A ADTAS + ATP AP AP ATC

A A A — (A3 A7 ALA7)” (275)
Portanto:
(o)™ = (enen). (276)

entao, a acao de Minkowsky torna-se uma acao euclidiana tal que:

E
ZSMmk — Z/dﬂfo dx (_Ga G/“/> = —/d]ﬁ‘4(€£’> <+ G* G¢ > — _SE[A] (277)

pr~a py = py

O funcional gerador (euclidiano) da agao gluénica livre pode ser escrito como:

Zoc = /DAe‘SéE[A] _ /DAExp [—/d‘*m (iF;VFgV - S(a )’ ﬂ , (278)
onde na acio livre, SE[A] = [dizg (iF o) ;j,,) foi adicionado o termo de fixacdo do

gauge o (8 A“) . A acao livre pode ser reescrita como:
1 a a 1 a 2
Sold] = 5 / Az [AM(xE) (=6 0* + 0,0,) Al(wp) — z (9,4) ]

— ; U (;ijf; d'y </d4x e/ +p). )A“( ) lépr—pMpu +§pupu] ﬁZ(p)]

) = 3 [ 52 Ay(p) [0 0w)] Ao (219)

E

sendo a transformada de Fourier e o propagador perturbativo do gltion, respectivamente:

ab

E E
AZ(ZEE) :/ d* PE Aa( ) i(p.x)p & Ddﬁ(pE) - = (5‘“/ - (1 o g)pu§u> ' (280)

(2m)* g Pk Pk
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E.0.1.2 Parte Fermidnica
A agao fermionica (Minkowsky) é (Peskin; Schroeder, 1995; Schwartz, 2014):
stint — [ ata ' (i DY = m) 0 = [ da (i 9 = m) e + P gy As T, (281)

sendo ¢ () o campo fermidnico, v* uma matriz de Dirac, t* os geradores do grupo

(matrizes) e D, a derivada covariante, que pode ser reescrita usando a Eq. (271):

D, =08, —igAit* & D" = 9" —igAkt’
Dy — i0y —ig(iAD)t* = iDy & D° — i0y —ig(iA$)t" = iD,
D; = 0f —ig(AP)t* = DF & D' — =97 —ig(—A7")t* = —DJ, (282)

J

logo, o termo com a derivada covariante pode ser reescrito no espago euclideano como:
V(" D) = = (1aDs + ¢ DY) = =0 (77 D), (283)

onde: 74 = vy and vF = —iy® = iy

0 1 0 —iUk
_ & AP = ’ 284
V4 ( X ®) Ve (m ®) (284)
44 44

sendo o as matrizes de Pauli. Das relagoes anteriores temos que:

H=1& (Wr=vu & (WF)P=1& (W)'=w — ()= (285)

o que implica que o gerador da algebra de Clifford que estamos usando é Hermitiano:

, 1 Y [ +
o =) & o= sl & (o) =0, (286)
A relacao de anti-comutacao satisfaz:
{7;1,7 } = fY,u fyu +71/ f}/u - 26/“" (287)

Por conveniéncia na transi¢cao ao espago euclidiano em(Novikov et al., 1999), o
campo fermionico se transforma como: ¢ — —i @E e ) — ¥, logo, a partir da acdo
fermionica (Minkowsky, Eq. (281)) e lembrando das Eqgs. (271), (282) e (283), temo que
iSMink . GF.

/d4:vE (@ (=inf0f — im) 6,07 + 0 (—grfty) APeyF) (288)
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Da Eq. (288) podemos obter o propagador livre (Sg) onde Sp' = (— iy o — im) que

satisfaz Sz'Sp = 6*(x — y). No espaco de momentos, o propagador sera:

. 1 po +im
Vipy —imo o pg+m?
onde foi usado que 77p7 = p¥ e (vVpl)? = pk.
O propagador (livre) do elétron e do quark serd, respectivamente:
g pE +im, & g ij (pE + z'mq) ) 5
3 =7 ¢ = o , 290
(ve) = Sm & (Silew), e (290)

sendo o e 6 indices de Dirac, e ¢ e 7 indices do grupo de simetria.

Da Eq. (288) podemos obter o vértice quark—glion (QGV) (regra de Feynman):

5 (07 (=9 (W), 1) AL 97)
B 5 0 6 A

= +9 () 1, (291)
e no caso do vértice quark-foton (QPV), temos que:

5 (05 (e Qo (0F), 9) A" 0F)
B 5 0 5 A

— eQq (’75)00 dij (292)

sendo @) o fator numérico que caracteriza a carga da particula, o quark neste caso. Para
o elétron serd ) = —1.

Na QED temos relages similares (com menos indices):
—E [ . , —E a
S% = [ oy (0" (—i9f 0F — im.) v + 0" (+ enf(AF ), (293)

sendo a derivada covariante, D, = 0, +ie A, (g — —e).

A regra de Feynman do vértice elétron—f6ton (EPV) sera:

535]nt

Relagoes espinoriais As quantidades fermionicas ¢ (U) (Eq. (288)) obedecem a

equacao de Dirac, tal que:
(=g 0F — im) v (ap) =0 = 0" (vp)(+iv0F —im), (295)
(v pfi = im) Upe) =0 = Ulpe)(vLps —im), (296)

onde usamos ¥ = U(pg) e "= sendo U(pg) um espinor no espaco Euclideano.

Da Eq. (288) podemos definir a corrente j,, que se conserva desde ¥ satisfaz a
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equagao de Dirac (Egs. (295)):
. —E :
Ju =0 " & 84y = 0. (297)

Lembrando das Eqs.(286), o, = $[v7, 7], (295) e (296) podemos escrever uma
expressao euclidiana andloga a identidade de Gordon, p/, + p, = 2my, — i 0y, ¢”. Come-

cando com U(py) [z ol qﬂ U(pg) e sendo ¢” = (p, — p,)¥, obtemos que:

Ulpg) [iog, 0| Ulpe) = Up) [2im~) — (0,7 + )| Ulpe). (298)

Por uma analise semelhante, podemos escrever a amplitude para o QPV euclidiano:

TT o Vpl/
M, — eQ, Ulg) lw F(p?) + TR (pz)] Ulg), (299)
que em nivel drvore é e Q, U(g2) 7, U(q1), em acordo com a regra de Feynman do QPV
(Eq. (292), o que significa que nesta ordem, Fy(p?) = 1 e Fy(p?) = 0, andlogo ao caso no
espago de Minkowsky (Schwartz, 2014; Peskin; Schroeder, 1995).
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APENDICE F - Contribuicdes no vértice quark—féton a um loop

Da Fig. (30b), ¢1 e g2 correspondem ao momento externo do quark de entrada e
saida, respectivamente, enquanto p é o momento externo do féton. No tridngulo formado
por dois quarks e um bdson (féton ou glion), k& é o momento para o quark de entrada,
k + p é para o quark de saida e k — q; é para o bdoson. Com esses esclarecimentos e
usando as relagoes (regras de Feynman) das Eqgs. (280), (290) e (291) calculamos as
contribui¢oes de um loop para o vértice quark-féton onde as contribuigoes da QED e da

QCD (perturbativa), respectivamente, sdo proporcionais as seguintes expressoes:

(e Qymv) Dualk — q1) S(p + k) (e Qgyp) S(k) (€ Qg¥a) » (300)
(9t“7) Dya(k —q1) S(p+ k) (e Q) S(k) (987a) (301)
onde t*t* = Cp = (N? — 1)/2N, sendo Cr o fator de cor, que para SU(3) é Cr = 4/3.

Devido as semelhangas das Eqs. (300) e (301), elas podem ser expressadas numa tnica

equacao:

QN Ul [ (( o (p+ K im) 3, (F + im) )

2m)* \\[(k = @] [(p + k) + m?] [k* + m?]

_ (1 — (%_g1)(¢+k+im)7u<%+im)(}é—%1)
1o < [(k — )2 [(p + k)2 +m?] [k* + m?] )) Ul),  (302)

onde m é a massa do quark, N é Q2 para a contribuicdo da QED e ¢*Cp para a

contribuigdo da QCD (perturbativa). Na equacdo acima (302) o numerador do fator

proporcional ao termo de gauge (1 — &) pode ser reescrito como:

Ulge) ((Kp + imk — g ¥+ K — ¢,p — img )7 (k> + m?)) Ulaqr), (303)

onde foi usado ¢ U(q:) = imU(q1) (Eqs. (296)). Ademais, a Eq. (303) pode ser sim-
plificada usando as relagoes espinoriais (Eq. 296) e das matrizes gamma (Eq. (287)) e
as expressoes na camada de massa (on-shell) ¢i, = —m* e p.gg = —p.gz = —p°/2

(p=q2—q1) , 0 que gera:
fp+imk — ¢ F=2kp & K — d.p—img, = k2 4 p? 4+ m?. (304)

Assim, o numerador da Eq. (303) se reduz a ((k + p)? + m?) (k* + m?) v, logo, o
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fator proporcional ao termo de gauge (1 — &) na Eq. (302) sera:

—(1-=¢) ((k—%ql)4> : (305)

que, de (Schwartz, 2014), sabemos que esta expressao serd zero | % = 0.

Para extrair a divergéncia UV, a Eq. (305) também pode ser escrita como:

1 (k2+m2)’>’u
(1 §)<[<k_ql)2]2[k2+m2]>, (306)

onde o denominador da Eq.(306) pode ser reescrito usando os pardmetros de Feynman
(Peskin; Schroeder, 1995):

! ' M T(mi)
— [ dayday, 6 (S s —1 i , 307
A~y e e () s (307)
onde paran =2,m; =2my = lex; =z, 20 =y, 0(z+y—1) e A = (k—q)?

Ay = k? +m?, obteremos:

1 2x

1
— [ dx , 308)
— ({1 0 —xqq 2 _ 2 — . 3
[(k —q1)?]? [k* +m?] / [(k )2 —22¢3 — axm? + (1 — 2)m?| (
entdo, a Eq. (306) pode ser escrita como:
(k? + m? / (1 —2?)m?)
dx
[F— a7 | k2 ) /cz AP (309)

onde K =k — zq; e Agr = (1 — z)?m?. Os termos lineares em K foram desprezados.
Mesmo quando o fator acima tem divergéncias, ele s6 afeta a fun¢ao Fi (proporci-

onal a 7,), logo o termo de gauge (1 — &) (Eq. (309)) nao contribui para a funcao F e,

portanto, nem com o momento magnético. Devido a isso, nao sera de nosso interesse no

momento. Para calcular a fungao F» podemos apenas escrever a Eq. (302) como:

d*k ( Y (p+ K+ im) v, (F +im) 7,
[(

k—aq)?][(p+ k)2 +m? [k + m2]> Ula). (310)
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APENDICE G — Funcio F5(0) e a expressio do vértice quark—féton

Da Eq. (307), o denominador da integral na Eq. (310) pode ser reescrito como:

1 1 2
—_— = dx dyd 311
ABC /0 T AT yB ¥ 20 (311)
onde A, B e C sao k> + m?, (p+k)*> + m? e (k — q1)?, respectivamente. Também:
TA+yB+ 20 = K*+ Ap, (312)

sendo, K =k +yp—z2q1 e Ap = zyp® + (1 — 2)*m?.
O numerador da integral na Eq. (310) pode ser simplificado usando as relagoes

dos momentos, matrizes gamma e as relagoes espinoriais, de tal forma que:

Nu = -2 [% ’Yu? + %’Yu% - 2im(pu + Qku) - m27u]
+ (4= d) [Pk + Bk = 2im b, — impy, — m*y, | (313)

onde adicionalmente usamos as seguintes relacoes (obtidas usando a Eq. (287)):

YoV = (4= )V — 27, & 1YY = 40ap — (4= d)Va s
VYo Y8 VoV = — 2%V Ve + (4 — d)Va V8 Vo - (314)

Nao consideraremos os termos com o fator (4 — d) no numerador da Eq. (313) ja
que, como veremos mais adiante, eles nao contribuirao para o calculo de nosso interesse.
Substituindo k = K —yp+ zq1 (da Eq. (312)) na Eq. (313), obtemos:

Ny = —2[[+I1I+1II+1V],, (315)

sendo os primeiros produtos simplificados como:

I = (1= y)Kyp — yprK + 2Ky, + 24,7, K x Koaa = 0, (316)
11— —y(1 = y)pyup = y(1 = y)P* 0, (317)
I — Ky, K = — ;K% + (42_dd> Ky, (318)

onde nas Egs. (316), (317) e (318), foi usado [(odd K) — 0 e spinor U(gs) pU(q1) = 0
(Eq. (296)) e as relagdes K, K, = 6,,K?/d, respectivamente. O tltimo termo é:
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IV =+4z(1- y)gﬂlﬂp — YEpuud, + 22%7;1511 o m27ﬂ
IV =(=14+2z+2)m* v, + 21 —9) p* v, + 2(z + 2*)imqu, + 22 (1 — y)imp,, (319)

onde para os termos em IV usamos a expressao (valida para qualquer valor de d):

YaV8Ye = —Vo VBV + 2704550 - 2’}/550¢U + 2705015 . (320)

Usando as Eqs. (315), (316), (317), (318) e (319), o numerador serd:

K2 4 —
N, 2 [—2+ (Qdd) K2+<1—m><1—y>p2—<1—2z—z2)m2] "

— 4im [(z(l —y)+2y—1) p, + (=2 + 2% qlu} : (321)

A fim de extrair o fator F; reescrevemos o termo independente de v, em funcao de
¢1 € ¢2 na forma [(go, + q1,) (@ +b) + (¢2u — q1) (@ — b)] /2, onde os coeficientes, a e b,
ssioa==z2(1—-y)+2y—1leb=—2(1—y)—2y+1—2+ 2% Os fatores a+b e a — b sdo,
respectivamente, —z(1 — z) e (x — y)(z — 2). Fazendo tudo isso podemos usar a relagao

(1 + C]2)u = 2im~y, —i0,, Py (Eq. (298)), obtendo:
[—2(2,2 —222)ym? 7y, + 2mz(1 — 2)0,, py — 2imp, (v — y)(z — 2)} :

onde o termo proporcional a p, nao contribuird para M,, (Eq. (310)) devido & identidade
Ward e porque sua integral é impar sob a mudanca de z — y e y — x (Veja Eq. (312)).

Finalmente, o termo independente de 7, (sem os termos (4 — d)) fica:

N, = +2mz(1 — 2)o,, Dy, (322)

que juntamente com as Eqgs. (310), (311) e (312) e por comparagdo com a expressao do

QPV (Eq. (299)) nos da a funcio Fy(p?) relacionada ao momento magnético:

e Qg 1 4 N z(1—z)m?
(5o [ et | G o2

onde a integral K pode ser resolvida usando a préxima relagao (espago euclidiano):

dlg 1 1 T(n—df2) 1\
/(277)d (1Z+Ap)"  (4m)¥2  T(n) (A) ’ (324)

que para d = 4 e n = 3 produz um resultado finito, 1/(327? Ag). Neste ponto, precisamos
lembrar que a Eq. (323) teria uma contribui¢ao da ordem € (e = 4 — d) (Eq. (313)) que
desaparece para € — 0 ja que a integral acima (324) é finita para d =4 e n = 3.

Lembrando que a fungio Fy(p?) foi definida como o coeficiente do operador o, p,,
e usando as Eqs. (299), (323) e (324), obtemos que:
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2(1—z)m}
zyp?+ (1 — 2)? m2

() = :\[WZ l/ol dedydzd(z+y+2z—1) (325)

A integral acima (Eq. (325)) pode ser resolvida mudando as varidveis, tal que:

r=1—-y—2z N y=1—-2)p N 0=1—2z A dydz= J(p,0)dpdd, (326)
J(p.0) = %z % _ o p - _9 1 9|0 1-2 1
(p7 )_ 82 9z — 0 1 = —t, A Z‘O_> |1 A y‘o _>10‘07

dp 90 N

2(1—z)m]

zyp? + (1 — 2)? mg

1
Li(p, my) :/dedydzé(quy—i—z—l)

(1—-0)m ng 4 p?
1(p, my) / de d,o S = Tanh |, (327)
—p)p? +m PA(p? + 4m3) P dmg
que para momentos baixos, pode ser escrita como:
1 2 4
Lip—0,my) = = — ——+ L4 O@p°/m". (328)

2 12m2 ' 60m}

Contribuigdo da QED no QPV: Neste caso a Eq. (325) se torna (N = e* Q?2):

Fy(p?) = QQ( )V drdydzd(z +y+z—1) z(l—z)mz ] (329)

zyp? + (1 — 2)?m?

sendo o = e%/4m, o acoplamento da QED. A equacio acima (329) para p* = 0 produz:

o =i (2) Lo

onde, como mencionamos no texto principal, se tivéssemos ¢ — e e Q. = —1 (vértice

“a(z) 0

elétron—féton) recuperarfamos o conhecido resultado de Schwinger para a QED.
Contribuigdo da QCD no QPV: Neste caso a Eq. (325) se torna (N = ¢* Cp):

2(1—z)m
ryp?+ (1 — ,2)277127

1
F(p®) = Cr (O‘> | dedydzote+y+z-1) (331)
T 0

sendo a, = g*/47 o acoplamento da QCD. A equagao acima (331) para p* = 0 produz:

B0 = Cr (52). (332)

que é semelhante a contribuicao da QED no QPV.
Para os modelos confinantes da QCD que usaremos, o resultado da Eq. (332) serd

alterado conforme veremos nos proximos apéndices.



184

APENDICE H - Contribui¢ées dos modelos na funcao F5(0) da QCD

Até a ordem de um loop, a contribuicao da QCD para o QPV foi escrita como a
Eq. (310), gerando a Eq. (325) (331) que depende da estrutura do fator Ag (Eq. (312)).
Uma propriedade importante segue do resultado da Eq. (312), que serd usada para os
modelos confinantes do propagador do glion, a qual é que, se o propagador de glion tiver

algum fator de massa, mg, ele s6 contribuiria para o fator Ag como z mg.

H.0.1 Contribuicao da QCD a partir do fator Massivo Ag

O propagador massivo (nivel drvore) tem um termo de massa adicional, mg:

! (333)
(k—q)? +m2’
onde se substituirmos esse propagador no QPV (Eq. (310)), obteremos:
tA+yB+ 2C = K? + AMaoss (334)

onde A, B e K sio os mesmos da Eq. (312), enquanto A** = xyp*+(1—2)*m2+2zm?,

mudou pela adigdo do termo de massa. Essas mudangas modificam a Eq. (331), tal que:

2(1 —z)m?
FMass 2\ C <%)/ q . 335
2 (p ) r Vs TYz :Eyp2—|—(1—z)2mg+zm§ ( )
onde [, . = Jo dvdydzd(x+y+ 2 —1). Para p? =0, a Eq. (335) torna-se:
1 2(1—2)?m?
FMas(0) = © (O‘) [ ‘ 336
2O = T) T e (336)

H.0.2 Contribuicao da QCD a partir do fator GZ Ag

Para o modelo Gribov—Zwanziger teremos duas contribui¢bes Ag, provenientes da

decomposi¢ao do seu propagador do gltion como um par de propagadores do tipo massivo:

<m> - ((k—qnluw i (k_ql; _wz> 7 (337)
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onde, semelhante ao modelo Massivo, se substituirmos o propagador GZ no QPV (Eq.
(310)) e usarmos novamente os pardmetros de Feynman para reescrever o denominador,

obteremos:
zA+yB+ 20 = K2+ AF,, (338)

onde K, A e B sdo os mesmos da Eq. (312) enquanto C* e C~ sdo (k — q1)? +iy? e

(k — q1)* — i7?, respectivamente. Os novos fatores A}, e Ag,, sdo:
AGy = ayp” + (1 —2)°m] + 2 (£iv%). (339)

Essas modificagoes alteram a Eq. (331), tal que:

TFA(p?) 1 2(1 —2)my n = 2)my (340)
Cras  2Joyz [ayp? + (1 —2)?m2 +iz7®  ayp®+ (1 — 2)°m2 — iz

Para p*> = 0, a Eq. (340) torna-se:

r FS(p .y [ — )P m 21— 2)*mg ] (341)

Cpas L—2)2m2+izy? (1 —2)*m2 —izy?

H.0.3 Contribuicao da QCD a partir do fator RGZ Ag

Para o propagador RGZ do gltion, podemos adotar uma decomposi¢ao semelhante

ao propagador GZ, através da seguinte parametrizacao:

124+ M? A A_
- =T+ —, (342)
B (M2 m2)2+ X4 M2m2~ 2+a,  124a
sendo [ = k — ¢; como nos outros modelos. Os parametros da equacao acima sao:
1 M? —m? M? +m? F \/(M? —m?)? — 4\!
A, == [1+ m Lo = U ) o (343)
2 \/(M2—m2)2—4)\4 2

2 —m?2)%2 —4\* for maior ou menor que

onde poderiamos ter pélos reais ou complexos se (M
zero, respectivamente. Podemos explorar o caso de polos reais que sempre terao que ser
positivos para evitar divergéncias no propagador do glion, mas como ja foi mencionado
no texto principal, os dados de QCD na rede mostram a existéncia de um par de polos

complexos e também que m? < 0.
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No caso de pélos complexos redefinimos os pardmetros da Eq. (343):

M2 4+ 2 M2 — 2 AN — (M2 + m2)2

K = tm , —m,t:\/ ( ’ (344)
\/4/\4 — (M2 + m?)? 2 2

sendo m? = —m? > 0.

Assim como o propagador GZ, o propagador RGZ também gera duas contribuig¢oes
Apg devido a sua decomposicdo como propagadores do tipo massivo—complexos— (Egs.

(342)), sendo tais contribuigoes:
Apaz = zyp* + (1 —2)*m] + z (s L it). (345)

Como nos casos anteriores, essas modifica¢oes (Eq. (345)) irdo alterar a Eq. (331),

onde obteremos:

. - 346
:pyp2+(1—z)2m3+z(s—it)+cc (346)

TERCZ(p?) 1 [ (1 —ik)z(1 — z) m?

C'Fozs 2 TYZ

Para p? = 0, a equacao acima torna-se:

FRSZ(0) = Cp (%) /01 p l( (1—ir)z(1— Z)ng (1+ir)z(1 — Z)ng

. 47
o L= opmetz(s—it)  Q-apmitera| O

A solugao das Egs. (336), (341) e (347) serao detalhados no apéndice seguinte.
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APENDICE I - Solucdo da integral F5(0)

No texto principal redefinimos a funcio F5(0) como F5(0) = (7F5(0))/(CF ) que
é independente do acoplamento a,. Agora vamos resolver esta integral para os diferentes

modelos confinantes: Massivo, Gribov—Zwanziger e Gribov—Zwanziger Refinado.

G,SS(

[.0.1 Caso Massivo — Integral F\, 0,a)

A fungdo Fy " (0,a), definida na Eq. (214) (também na Eq. (336)), é caracteri-

zada por um unico parametro, a, que ¢ a razao entre as massas do glion e do quark:

ass(

2

Mass 2(1 - 2)? z ((a—2)z+1)
dz - - /d —_— 4
/ (1—2)2 +za_>2 @zta Z(l—z)2+za (348)

onde separamos a equacao em partes integraveis e a integramos para um z arbitrario. O

novo numerador da integral foi reescrito de tal maneira que nos permitiu obter o resultado:
22+a—2
ivJa(a —4) ’

onde para obter a func¢ao F;w **(0,a) (a partir da equacdo acima) precisamos avaliar z de

2

— 2 —4
F2—>%—az+a w

inJa(a —4)

(e —2)
2

Log {(1 —2)% + za] -

0 a 1. Usaremos também a seguinte identidade trigonométrica:

‘ 1412
Tan™'[Z] = —ELog [11—22} :

. (349)

e assim, obtemos a expressio para a funcao F(0,a) do caso Massivo:

(a—2)2—2 ala —4) +a—2
[2 — (a — 2)Log[a] + mLog [ 5 ” , (350)

Mass 1

Fy, 7 (0,a) == —

)
(GRS

2 /o2
sendo a = mg/mg.

Também podemos obter os casos limites da Eq. (350) para a — 0 e a — oc:

—Mass ]._Z 1/2_(1+2L0g[a]) 157 3/2 2
N > T +0(a?), (351)

enquanto que no outro extremo temos que:

—Mass 1 12L -2 L — 1
F;\/[ (0.0 o00) = & — ogla] =25  60Log]a] 97+(’)< )

2
3a 12a2 10a3 (352)
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1.0.2 Caso Gribov-Zwanziger — Integral Fy (0, a)

A funcao ng((), a) foi definida na Eq. (220) (também na Eq. (341)). Assim como
no caso Massivo, a funcao GZ ¢é caracterizada por um tnico parametro, a, que desta vez

é a razao entre as massas de Gribov e do quark:

F?Z(O,a) = ;/01 dz << 21~ 2)2 + 21— Z)2 > ) (353)

1—2)2+iza (1—2)2—iza

onde podemos separar a equacgdo acima em partes integraveis e integra-la para um z

arbitrdrio, como fizemos para a fungao massiva F»(0,a), o que nos d4:

Fa(0,a) > — — g/dz <(Z(a t2)—0) , (la-20)4 i>> . (354)

(1 =22 +iza (1—-2)?2 —iza

Reescrevendo os numeradores da nova integral obtemos:

z(a + 2i) F1) (a + 2i) 9 . [(a % 2i)2 + 2]
dz Log [(1— 2)? + /d 355
/ 1—»22j:zza_> 2 og{( ?) zaz (1—2)2 +iza’ (355)

) . . - —=GZ o
0 que nos permite escrever a solugao da integragao de F, " (0,a) para um z arbitrario:

a ((ai%)
)) . (356)

2 2
Avaliando z de 0 a 1 na ultima equagao e usando o valor principal de Log[Z] e a

oz 2
2 2
identidade para Log[Z] (Eq. (349)), obtemos a solucao da fungao GZ F?Z(O, a):

F,7(0,a) —

Log {(1 -2+ iaz] +

—2+a+ 2z

i) [(a % 20)2 + 2] (Tan_l '
a(a £ 41)

ala + 47)

+ia —2—i\/a(a + 47)
2

Fy20,a) = = — % (aLog [a] — 7+ WLO

a(a + 41)

DN | —

[(a —2i)2 + 2] —ia—2—iy/a(a — 4i)

sendo a = 7*/m;. Os casos limites da Eq. (357) para a — 0 e a — 0o sdo:

_ 1 > 1 2
Fi%0,a—50) === (‘/_> a'/? + ga fg ({) a2+ 0 (a?), (358)

(359)
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1.0.3 Caso Gribov—Zwanziger Refinado — Integral FfGZ (0)

Ao contrario do caso Massivo e GZ, a funcdo RGZ serd caracterizada por dois
parametros, a e b, que serdo uma razao entre os termos de massa RGZ e a massa do quark
conforme detalhado nas Eqgs. (226) e (228):

—RGZ 1—ir)2(1 — 2)? (1+ik)2(1 — 2)?
Fy 7 (0,0,b,1) = 2/ [1—2 )2+ z (a — ib) +(1—z)2+z(a+ib)]’ (360)

onde, como nos casos anteriores, separamos a equacao em partes integraveis e a integramos

por um z arbitrario, o que nos dara uma expressao como:

F%0,a,b H)—>Z;—|—Z(b/€—a)—|—(1:;im> ((aqtib)(z(ajFib_erl ) (361)

1—2)2+z(aFib)

que pode ser reescrita de uma forma mais conveniente:

(1F k) (a Fib) <(a Fib—2)2: -1+ (aFib)] [(aFib— 2)% — 2] ) (362)
2 2 (1—=2)2+z(aTF1b) (1—=2)%2+z(aTF1b)

onde o primeiro termo da equacao acima gera:

u q;“””) <(“ T i) (‘f b= 2)> Log [(1—2)° + 2 (a F )], (363)

enquanto a segunda parte, inversamente proporcional a (1 — 2)% + 2 (a F ib), produz:

2z + (aFib—2)
iv/(aFib—2)2 -

Juntando todos esses resultados (Egs. (361), (363) e (364)) e usando o valor
principal de Log[Z], a identidade trigonométrica (Eq. (349)) e avaliando o pardmetro z

1 2
/dz [(1—2)2+z(a¢ib)] - i\/(a:Fib—2)2—4Tan 4]  (364)

de 0 a 1, obteremos a solugao da fungao FfGZ((), a,b, K):
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F?GZ(O,CL,[),/{)—;—F(Z)FL—CL)‘F

(1—ir) ((a—1ib)(a—ib—2)\ (Logla®+b*] .. _;[b
() (e )

(1+ik) ((a+ib)(a+ib—2)\ [Log[a®+ V?] e b
() (e )

(L—ir) ((a—ib)[(@—ib—2% 2]\ [ [Jla—ib—22 —4+a—ib-2]\
2 2y/(a—ib—2)2—4 g_ 2 |

(Ltir) ((atib)[(a+ib—2° -2\ [ [J(a+ib—2)? —4+a+ib—2] (365)
2 2 (a+ib—2)2 —4 ° 2 |

onde para dados RGZ de QCD na rede (consulte a Tabela 8):

M? +m° t
k= - >0, a=-"2>0,b=—>0 (366)
Jiv = % m;

M? — w2 AN — (M2 +m?)?
2m_0 &t:\/ (2 ) > 0. (367)

Os casos limites de F?GZ(O, a,b,rk) (Eq. (365)) para a — 0 e a — o0, sdo:

7 (V2\ E+1  mi—3—2Loglt] 457 (V2 1/2
a<_4<2>b1/2+ 2 _32<2 e
— — 6kL
+8/<; 3T 66/6 og|[b] bt O (b3/2)> +0 (aQ), (368)

enquanto que no outro extremo temos que:

F 1 12L —9
F?Gz(o,a%m,b—)oo,m):?m+cﬁ<b;_08§1[g]5>
1 [ 1 180Logla —201 bk 13
a?\ 3 — 3g (60Logla] —155) | + O | 7). 369
a? ( 3 30 30 (60Loelal )] +O( (369)
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APENDICE J - Equacio do gap da massa de Gribov no modelo GZ

A equacao no espaco euclideano do gap a 1 loop é dada por:

d—1 Q/dqu 1

L= =N | G (370)

d

que podemos resolver decompondo o integrando:

1 1 i d’q 1 d’q 1
2:(1_)<2){/ d 2 -2_/ d2_'2}
Ng d” \ 2\ (2m)% q% 4 i\ (2m)¢ ¢ — i

R e e e L6 B € M 3

[\

onde nos ultimos passos usamos a expressao (e omitimos o indice E por simplicidade):

dil 1 1 D(n—d/2) 1\
/ 2m)d (2+A)n (42 T(n) (A)

e Ay = iM% e Ay = N\?/i. Fazendo a mudanga, zI'(z) = I'(z + 1), para usar a regulari-

zacao dimensional (d =4 — e, e — 0):

9 . B 2—-d/2 2—-d/2
0 () T [ () ()
Ng? d”\ 2\ /) | (4r)2 1—4d/2 AN AV

o = () Grigroe){[s (@ie) - (@) |}

onde no ultimo passo fizemos uma expansao binomial em €. Usando:

[(e/2) 2 B A
(a—l—be)W = (a—i—be)(z—’ye%—Ln[élW]—Ln[A]) = —aLn[E]—l—Qb, (371)
podemos obter:

—1671'2 1 3 Al 5 3 AQ 5
Ng (w)ﬂ“(‘&“[m”g) +A2<—4Ln[u2]‘8>“
—327? 3 4, 41 O

N TR A R

que finalmente nos permite expressar a massa de Gribov como:

5 12872
1. (372)

)\4: 4E < o=
a Xp[:a 3N 2



