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RESUMO

Neste trabalho apresentamos uma proposta de modelo BSM (do inglés, Beyond Standard
Model) para o setor escalar de Higgs da teoria eletrofraca. Esse modelo considera uma
correcao quantica de um lago, além daquelas ja compreendidas pelo Modelo Padrao. Tal
correcao introduz novos parametros livres ao setor de Higgs, os quais podem ser ajustados
para que a massa do béson W* concorde com os dados experimentais reportados pelo
CDF II (do inglés, Collider Detector at Fermilab), ou pelo LHC (do inglés, Large Hadron
Collider). Obtivemos a nova corregdo quantica a partir da medida funcional da integral
de caminho de Feynman, considerando aspectos de simetria da teoria eletrofraca. Essa
correcao foi, entao, introduzida a acao classica do setor escalar de Higgs. O potencial
efetivo do campo de Higgs, o qual inclui a nova corre¢do quantica, foi utilizado no calculo
das massas dos bésons de Higgs, W= e Z°, através do processo de quebra espontanea de
simetria. Obtivemos as expressoes para as massas em func¢ao dos novos parametros livres

introduzidos na teoria, os quais podem ser fixados pelos dados experimentais.

Palavras-chaves: Modelo Padrao. Teoria eletrofraca. Setor escalar de Higgs. Integral de

caminho de Feynman. Medida funcional.



ABSTRACT

In this work we present a proposal for a BSM (Beyond Standard Model) model for the
Higgs scalar sector of the electroweak theory. This model considers a quantum correction of
one loop, in addition to those already considered by the Standard Model. Such correction
introduces new free parameters to the Higgs sector, which can be adjusted in order to the
mass of the W= boson agree with the experimental data reported by the CDF II (Collider
Detector at Fermilab), or by the LHC (Large Hadron Collider). We obtained the new
quantum correction from the functional measure of the Feynman path integral, considering
symmetry aspects of the electroweak theory. This correction was then introduced to the
classical action of the Higgs scalar sector. The effective potential of the Higgs field, which
includes the new quantum correction, was used in the calculation of the masses of the
Higgs, W= and Z° bosons, through the process of spontaneous symmetry breaking. We
obtained the expressions for the masses in function of the new free parameters introduced

into theory, which can be fixed by the experimental data.

Keywords: Standard Model. Electroweak theory. Higgs scalar sector. Feynman path

integral. Functional measure.
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1 Introducao

Todas as interagoes observadas na natureza sao governadas por quatro forcas
fundamentais: forte, fraca, eletromagnética e gravitacional. As propriedades intrinsecas,
tais como massa, spin, carga, etc., exibidas pelas particulas elementares que constituem a
matéria ordinaria, determinam quais forcas fundamentais regem suas interagoes. Particulas
subatémicas (ndo elementares) também apresentam caracteristicas inerentes que dependem
dos tipos de particulas elementares que compoem suas estruturas, o que determina o modo
como interagem. Esse mecanismo continua sendo estendido a escalas maiores até o ponto
em que as interagoes fundamentais, ou pelo menos algumas delas, tornam-se perceptiveis

para nos.

As propriedades das particulas elementares podem ser investigadas experimental-
mente através do estudo de estados ligados e de efeitos como o decaimento e o espalhamento
de particulas [4]. Estas observac¢oes experimentais sdo comparadas a uma contraparte
tedrica, cuja formulacdo baseia-se em principios gerais da mecéanica quantica e da re-
latividade especial. Assim, essa teoria, denominada como Modelo Padrao de fisica de
particulas, fornece a descricao das interacgoes fraca, forte e eletromagnética, observadas

entre as particulas elementares.

O Modelo Padrao, foi desenvolvido ao longo das décadas de 60 e 70, a partir
de diversas contribui¢oes [5-12]. Em 1964, Peter Higgs propds um mecanismo capaz de
atribuir massa as particulas mediadoras das intera¢des fundamentais, conhecidas como
bésons de calibre [5]. O entao denominado mecanismo de Higgs foi utilizado por Abdus
Salam e Steven Weinberg, de forma independente em 1967, na unificagdo das interacoes
eletromagnética e fraca, que ficou conhecida como teoria eletrofraca [6, 7]. No inicio dos
anos 70, Gerard t’'Hooft desenvolveu a prova de que a teoria eletrofraca era renormalizavel

[8] e em 1978 houve a primeira corroboragao experimental desta unifica¢ao [11].

A segunda parte integrante do Modelo Padrao, denominada como cromodinamica
quantica, foi proposta em 1965 por Yoishiro Nambu, como uma teoria de Yang-Mills do
grupo de simetria SU(3) [9]. Essa teoria é responséavel por descrever a interagao forte entre
as particulas elementares que compoem hadrons, como protons e néutrons, as quais sao
conhecidas como quarks. Na década de 70, apds a observacao do quark charm [12], o Modelo
Padrao de fisica de particulas, composto pela teoria eletrofraca e pela cromodinamica

quantica, se tornou bem estabelecido.

O Modelo Padrao compreende um conjunto de particulas elementares, incluindo
bésons de spins 0 e 1 e férmions de spin 1/2. As particulas fermidnicas sao divididas entre

quarks, que interagem através de todas as forcas fundamentais, e 1éptons, os quais nao
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sofrem a acao da forca forte. Os bésons vetoriais (spin 1) sdo os responsaveis por mediar
as interacoes fundamentais forte e eletrofraca, descritas pelo Modelo Padrao. As particulas
que mediam a interagao forte sao denominadas como glions, enquanto o féton e os bdsons
W= e ZY sdo os mediadores da interacio eletrofraca. Por outro lado, o béson escalar
(spin 0), denominado como béson de Higgs, é o responsével pela atribuigdo de massa as

particulas elementares [4, 13].

As particulas leptonicas, identificadas pelo Modelo Padrao, sao classificadas entre
léptons carregados e neutrinos, as quais sao divididas em trés geracoes de particulas: elétron
e neutrino do elétron, compoem a primeira geracao; muon e neutrino do muon, fazem
parte da segunda geragao; tau e neutrino do tau, sdo as particulas da terceira geracao. Os
quarks também sao agrupados em trés geragoes: up e down, da primeira geracao; charm
e strange, sao as particulas da segunda geracao; e top e bottom, da terceira geragao de

particulas [4, 13].

Ainda que o Modelo Padréao se apresente como uma teoria bem sucedida, existem
questoes no cenario da fisica de particulas que nao sdo compreendidas por esse modelo. Um
exemplo é a matéria escura fria, cuja composicdo nao pode ser explicada pelas particulas
elementares descritas pelo Modelo Padrao. Outra questao é o fato de que nao observamos
a mesma quantidade de particulas e antiparticulas na natureza (simetria CP'), o que
também nao é explicado pela teoria. Além disso, o Modelo Padrao ainda nao comporta
a interagao gravitacional, uma das quatro intera¢oes fundamentais da natureza [14]. Por
esses motivos, ha uma busca pela construcao de teorias que propoem extensdes ao Modelo
Padrao, conhecidas como teorias BSM (do inglés, Beyond Standard Model) [15, 16].

Ademais, os fendomenos ainda nao compreendidos pelo Modelo Padrao nao sao os
unicos fatores que sugerem a necessidade de uma fisica além dessa teoria. As discordancias
entre previsoes tedricas realizadas pelo Modelo Padrao e observagoes experimentais, como
aquela vista no momento magnético andémalo do mion [17, 18], também indicam a existéncia

de uma fisica além do Modelo Padrao.

Em 2022, uma nova medida da massa do béson W=+, um dos mediadores da interacdo
eletrofraca, exibiu um desvio? de 7o em relacdo ao valor previsto pela teoria. Enquanto
o Modelo Padrao prevé uma massa de 80,377 GeV [19] para essa particula, o novo valor
observado pelo CDF II (Collider Detector at Fermilab) foi de 80,433 GeV [20]. Entretanto,
no ano seguinte uma reavaliacdo dos dados reportados em 2018 pelo LHC (Large Hadron

Collider), corroborou o valor previsto pela teoria [21, 22].

Embora ainda haja a necessidade de outras medidas experimentais que certifiquem

1
2

Simetria sob as transformacoes de conjugacao de carga e paridade.

O desvio padrao, expresso em unidades de o, indica o quanto uma medida experimental desvia da
hipétese. Um desvio suficiente do dado experimental em relacdo a hipétese indica uma nova descoberta.
Tipicamente, uma nova descoberta requere um valor de, no minimo, 50.
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a observacao relatada pelo CDF II, diversas teorias BSM propuseram-se a explicar o desvio
detectado na massa do béson W*. Exemplos dessas teorias incluem o Modelo Padrao
Supersimétrico Minimo [23], a Standard Model Effective Field Theory [24] e o Modelo de
dois dubletos de Higgs [25].

A massa do béson W prevista pelo Modelo Padrao inclui correcoes quénticas
de um e dois lagos (proporcionais & I e h?, respectivamente), as quais originam-se nos
diagramas de Feynman [26, 27]. Todavia, esses diagramas nao sao as Unicas fontes de
correcoes. A medida funcional da integral de caminho de Feynman, um dos formalismos
utilizados em teoria quantica de campos, também pode dar origem a corregoes quanticas.
Isso porque a medida funcional pode exibir aspectos nao triviais [28, 29]. Nesses casos,
esse objeto gera contribuigoes a integral de caminho que podem ser interpretadas como

corregoes quanticas de um lago [30].

Tendo isso em vista, nesse trabalho propomos a construcao de um modelo BSM
para o setor escalar de Higgs da teoria eletrofraca, o qual descreve o processo de geragao
de massa dos bosons W+ e Z0 através do mecanismo de Higgs. Essa construcdo baseia-se
na introducao de uma corre¢ao quantica de um lago, ao setor escalar de Higgs, a qual
origina-se na medida funcional da integral de caminho e ainda nao é considerada pelo
Modelo Padrao. A partir desse modelo, pretendemos obter uma nova massa para o boson
W= que possa concordar com a observacio experimental reportada pelo CDF II, ou

manter-se em acordo com a previsao realizada pelo Modelo Padrao e corroborada pelo
LHC.

O desenvolvimento desse trabalho foi divido em capitulos nos quais abordaremos
os assuntos que serao pertinentes a construcao do modelo BSM. Ao longo desses capitulos,
usaremos o sistema de unidades de Heaviside-Lorentz, além das unidades naturais® em
que h = ¢ = 1. Também utilizaremos a convencao de soma de Einstein, na qual indices
repetidos indicam a soma sobre os indices. Além disso, adotaremos a métrica de Minkowski

na assinatura (+, —, —, —).

No Capitulo 2, faremos uma introducao geral ao formalismo da integral de caminho
de Feynman, desde sua definicao em mecéanica quantica até sua generalizacao formal para
a teoria quantica de campos. No Capitulo 3, abordaremos os aspectos quanticos das teorias
de campos através da agao efetiva. As teorias de calibre abelianas e nao-abelianas (teorias
de Yang-Mills), serao introduzidas no Capitulo 4. Em especial, na Se¢ao 4.4 apresentaremos
o setor escalar de Higgs da teoria eletrofraca, principal objeto de estudo deste trabalho.
Ao longo do Capitulo 5, trataremos do mecanismo de quebra espontanea de simetria, em
teorias que exibem simetrias globais e locais. Na Secao 5.3, abordaremos especificamente o
processo de quebra espontdnea da simetria SU(2) x U(1) no setor escalar de Higgs, por

meio do qual ocorre a atribuicio de massa aos bésons W=+ e Z°.

3 1

Nesse sistema, [comprimento] = [tempo] = [energia] ~! = [massa] .
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No Capitulo 6, apresentaremos a construcao do nosso modelo BSM para o setor
escalar de Higgs e os resultados obtidos para as massas das particulas envolvidas nesse
setor (bésons W*, Z0 e de Higgs). Veremos como a correcdo quantica com origem na
medida funcional da integral de caminho foi obtida e introduzida ao setor escalar de Higgs.
Veremos também como as massas dos bésons de Higgs, W+ e Z° foram calculadas no
modelo BSM e quais foram as modificagoes observadas em comparacao as massas obtidas
no setor escalar de Higgs do Modelo Padrao. Por fim, nossas conclusoes serdao apresentadas

no Capitulo 7.
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2 Integral de caminho

A quantizacao canonica é um método aplicado a teorias classicas, através do qual
0s observaveis de um sistema fisico sao elevados a operadores Hermitianos e passam a
satisfazer relagoes de comutacao. Embora usualmente utilizada em mecanica quéantica e
também estendida a teoria de campos, a quantizacao canonica nao é o tinico método por

meio do qual uma teoria pode ser quantizada.

O formalismo de Feynman trata-se de outro método de quantizacao, especialmente
utilizado em teoria de campos, construido com base nas chamadas integrais funcionais, ou
de caminho. Nesse formalismo, o objeto central das teorias quanticas é denominado como
funcional gerador, expresso por uma integral de caminho, o qual fornece toda a informacao

fisica acerca da teoria.

Na Secao 2.1, faremos a deducao da integral funcional para a mecanica quantica,
partindo do formalismo candnico. Em seguida, na Secao 2.2, faremos a generalizacao
formal dessa construgao para a teoria de campos. Por fim, na Se¢do 2.3 apresentaremos
as chamadas funcgoes de correlagao, tanto no contexto da mecanica quantica, como no
das teorias quanticas de campos. Desenvolveremos esse capitulo com base nas referéncias

[1, 2, 31-33], além daquelas citadas ao longo das segoes.

2.1 Integral de caminho em mecanica quantica

Em mecanica quantica, um estado fisico é caracterizado por um vetor em um espaco
de Hilbert que, na representacao de Dirac, é denotado por um ket |a). Para todo vetor de
estado |a), existe um vetor correspondente em um espago de Hilbert dual, denominado

como bra (| [34].

Na representagao de Schrodinger, em que os estados quanticos sao dependentes
do tempo, a evolu¢do de um sistema fisico é obtida através da atuacao do operador de

evoluciio temporal U (t,t9) sobre o estado inicial:
|, to; ) = U(t, to) v, to) «— (o, to: t] = (o, to| U (2, 1), (2.1)

o qual evolui |, to) de ty a t > to. O operador U(t, ty), por sua vez, tem sua dindmica
regida por uma equagao diferencial da forma:

z'gtzft(t,to) = HU(L, 1), (2.2)

na qual Héo operador Hamiltoniano que descreve o sistema fisico. Assim, um estado
quéntico |a, to;t) definido em um tempo ¢ qualquer, pode ser determinado através da Eq.
(2.1), com U(t, ty) sendo solucao da Eq. (2.2).
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Ademais, o estado |, tp; t) também pode ser obtido diretamente através da equagao

de Schrodinger:
oot t) = ot 1), 2.3

que resulta da aplicacao da Eq. (2.2) ao estado inicial |, ty) e da definicao de |a, to; 1),
dada pela Eq. (2.1).

A dindmica de um sistema quéntico pode ser descrita também na representacao
de Heisenberg. Nesse caso, a propriedade de unitariedade do operador U (t,to) permite
que a dependéncia temporal deixe de manifestar-se nos estados quanticos e passe a ser
exibida pelos observaveis fisicos [33]. De fato, o valor esperado de um observavel qualquer

A, sugere duas interpretagoes:
(o, to; ¢ Ala, to; t) — (ool U (£, 10) ) A(U(t, o) |, o) ), (2.4)

ou

(a,to; tA(E) e, to; t) — (o, to (U (¢, t0) At U1, t0) ) |ev, to) - (2.5)

A primeira delas, indica que os estados quanticos sao os objetos que evoluem do tempo,
enquanto o operador A se mantém fixo, como ocorre na representacao de Schrodinger.
Por outro lado, na segunda interpretacao, os kets de estado permanecem iguais, ao passo
que o observével sofre a transformacao unitéria A(t) — UT A(t)U. Isso significa que na

representacao de Heisenberg os observaveis tornam-se dinamicos.

Embora a dependéncia temporal seja exibida por objetos distintos nas representa-
¢oes de Schrodinger e de Heisenberg, os estados quanticos, assim como os observaveis, sao

iguais em ambas representagoes para o tempo tg = 0:
la,tg =0), = |, tg=0)y e AI(0) = A®), (2.6)

sendo que os subscritos H e S denotam as representacoes de Heisenberg e Schrodinger,
respectivamente. Para tempos posteriores, |«,ty = 0) y bermanece inalterado, enquanto
AH) (t) evolui no tempo. Na representacao de Schrodinger, todavia, é |a,ty = 0) 4 quem

evolui no tempo ao passo que A®) permanece igual.

Na representacao de Heisenberg, a dinamica de um observavel AH) (t) é regida pela

seguinte equacao:

dA®E) 1 .

que fornece AU (t) para qualquer instante de tempo. A dependéncia temporal explicita nos

observaveis implica que seus autoestados também sejam dependentes do tempo, embora
os estados quanticos mantenham-se temporalmente independentes. Assim, para um tempo

t qualquer, um autoestado do observavel AU (t), denotado por |a,t),, é dado por

ja,t) gy = UT(t) [a) ¢ pla,t] = (a U(D), (2.8)
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sendo |a) o autoestado do observével fl, na representacao de Schrodinger. No tempo ty = 0,
ja, ) = la).
De modo equivalente, esses autoestados, também conhecidos como estados de base,

podem ser obtidos diretamente por meio da equacao de Schrodinger:
0 ~
Za |CL, t>H =-H |a’7t>H7 (29)

na qual o sinal negativo surge devido ao fato de que a evolugdo temporal dos kets de base

é regida por L?T(t), conforme expresso pela Eq. (2.8).

A dindmica de um sistema quéantico pode, portanto, ser descrita de modo equivalente
nas representacoes de Heisenberg e de Schrodinger. Em ambos os casos, podemos obter os
kets de estado, bem como os de base, para qualquer instante de tempo ¢. Com a dinamica
desses estados bem determinada, nosso interesse recai sobre a probabilidade de que o
sistema fisico seja encontrado em estado quantico especifico, ao evoluir temporalmente. O

objeto que nos fornece essa informacao ¢ definido como amplitude de transicao.

Como exemplo, considere que o estado inicial, no tempo ¢;, de um sistema quantico
composto por uma particula, seja representado por um autoestado |g;,t;); do operador
de posicao Q(t) Entao, em um tempo posterior ¢;, a probabilidade de que esse sistema
seja encontrado em outro autoestado de Q(t), expresso por |qg, ty),, ¢ dada pelo médulo
quadrado da amplitude de transi¢cao. Tal amplitude é definida como a projecao entre esses

dois estados:
s el i i) g (2.10)

ou, de modo equivalente, na representacao de Schrodinger

(sl (ts,t)lan) - (2.11)

na qual utilizamos a Eq. (2.8).

No formalismo canonico, a amplitude de transigdo expressa pela Eq. (2.10) (ou
pela Eq. (2.11)) pode ser obtida desde que o estado inicial |¢;, t;);; seja bem conhecido e
contanto que saibamos resolver as equagoes que fornecem |qy, ts) ;. Todavia, essa amplitude
também podem ser obtida através do formalismo das integrais de caminho de Feynman.
Nesse caso, tal objeto passa a ser definido em termos de uma integral funcional, a qual
considera todos os caminhos possiveis que o sistema fisico pode percorrer para chegar ao

estado |y, tf),, tendo partido de |g;, ;) -

Podemos explorar a ideia do formalismo de Feynman por meio do experimento da
fenda dupla. Para isso, considere um aparato experimental no qual uma fonte S emite uma
particula no tempo ¢y que, ao passar por uma tela com duas fendas, A; e As, é detectada
em um anteparo O, em um tempo posterior ¢ > ty. Pelo principio da superposicao, a

probabilidade P de que a particula seja detectada em O ¢é dada pela probabilidade de que
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a particula passe pela fenda A; e entao alcance O, somada a probabilidade de que ela

passe por Aj e entao se desloque ao anteparo:

Uma terceira fenda A3 pode ser adicionada a tela do aparato experimental. Nesse
caso, para que P seja obtida, a probabilidade de que a particula passe pela fenda As e
entao alcance o anteparo é simplesmente somada as probabilidades P, e P,. Também
podemos incluir no experimento uma segunda tela com novas fendas B, By, B3 e By,

conforme ilustrado pela Figura 1:

Figura 1 — Trajetorias que podem ser percorridas pela particula entre a fonte S e o anteparo
O. Retirado de [1].

Para que P seja obtida nessa configuracao, consideramos a probabilidade de que a
particula passe por uma fenda A;, em seguida por uma fenda B; e, por fim, se descoloque

até O, e somamos sobre os indices i e j:

1,J
Podemos adicionar, livremente, novas telas ao aparato experimental. Cada uma,
com um numero de fendas igualmente livre. Da mesma forma que nos casos anteriores, a

probabilidade de que a particula emitida em S seja detectada em O é dada pela soma das

probabilidades individuais.

De fato, podemos adicionar ao aparato, um nimero infinito de telas. Cada uma,
com um numero de fendas também infinito. Nesse caso, o espaco ocupado pelas telas é

simplesmente compreendido como um espacgo vazio, conforme ilustrado pela Figura 2.
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Figura 2 — Possiveis trajetérias realizadas pela particula, entre S e O, no aparato experi-
mental com um ntmero infinito telas e fendas. Retirado de [1].

Nao obstante, a probabilidade de que a particula seja propagada da fonte ao
anteparo é dada pela soma das probabilidades de que ela alcance O passando pelas

infinitas fendas das infinitas telas, isto é, por todos os caminhos existentes entre S e O:

P= Y P —O0) (2.14)

Caminhos

Através dessa discussao qualitativa, podemos concluir que a amplitude de transicao
expressa pela Eq. (2.10) pode ser obtida por meio da soma de todos os caminhos que a
particula do sistema quantico em questao pode percorrer para se propagar de ¢; a qy. A

soma sobre todos esses caminhos ¢, entao, expressa pela integral de caminho de Feynman.

Fagamos agora a construcao mateméatica dessa amplitude de transicao (Eq. (2.10))
no formalismo de Feynman. Para isso, vamos supor que o sistema quantico em questao
seja descrito pelo seguinte operador Hamiltoniano:

A

2

. P
= +V(Q) (2.15)

em que () e P sdo, respectivamente, os operadores de posi¢ao e momento que satisfazem a
relagdo de comutagao [(), P] = i. Para casos como esse, em que H nao depende do tempo

de forma explicita, o operador de evolugao temporal é dado por
Uty t;) = e M=), (2.16)

de forma que a amplitude de transicdo pode ser expressa como:
H<qf7 tt|qia tz>H - <qf|e_iH(tf_ti) |QZ> . (217)

A propriedade de composicao exibida pelas amplitudes de transicao permite que ,,{qs, ts|q, i)

seja escrita em termos de N amplitudes intermediarias. Assim, dividimos o intervalo de
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tempo ty —¢; em NN partes infinitesimais dt e inserimos, entre cada ponto intermedidrio de

{ar,tr|qi, ti) 5y, a seguinte relacao de completeza:

| dalaytal = . (2.18)

em que |g) é um autoestado do operador de posigao Q Com isso, obtemos:

N-1 .o
H<Qf7tt‘q”tz>H - H / deX
j=177%
(2.19)
(grle” ™ qn_1) (gn—1le " |gn—2) .. {qrle”""|q;) .

Nuvezes

Podemos analisar . (qy,ty|q;, i), considerando uma de suas N amplitudes inter-

medidrias, visto que todas exibem a mesma forma:

<Q2’@7imtfﬁh> (Q2!€ﬂ§rtnp Mtv@)eo(‘stz)]qﬁ, (2.20)

na qual substituimos o Hamiltoniano expresso pela Eq. (2.15) e utilizamos a férmula de
Campbell-Baker-Hausdorff [35, 36,

eATB = ¢A B g3 A Bl (2.21)
Os termos de ordens maiores em 6t foram desprezados na Eq. (2.20), visto que 6t se trata

de um intervalo de tempo infinitesimal.

Note que as fungoes exponenciais da amplitude de transi¢ao intermediaria (Eq.
(2.20)) sdo expressas em termos dos operadores Q e P. Para que essas fungoes sejam
compostas pelos autovalores desses operadores, inserimos na Eq. (2.20) a relagdo de

completeza:
— =1 2.22
|52 m el =1, (2.22)

sendo |p) um autoestado do operador de momento P. Assim, obtemos:

—iH d —i6tP i
(ke ) = [~ P (g e ) (e D), (2.23)

de forma que os operadores () e P agora podem atuar em seus respectivos autoestados,

lg) e |p). Como resultado, temos:

il o0 d ﬁ »
(gale H‘”Iqﬁz/ 2p (ga|p1) (pr]qu) e~ =0V (@)
:/ (;Z: _“5'557}”6 0tV (q1) ,ip1(g2—q1) (2.24)

/OO @ e—iétH(pl,m)eiPl(lD*m)
)
—00 27T
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em que utilizamos que as projecoes entre os autoestados de posicao e momento resultam

em ondas planas:
(alp) =€ e (alp)" = (pla) = e™"™. (2.25)

O resultado expresso pela Eq. (2.24) pode ser estendido as demais amplitudes de

transicdo intermedidrias que compéem , (qy, f]q,;, ti) - Dessa forma:

N N-1 pn(dn41—an)

dpk uit N H(ppygn)+ 2lnt1 =)
alartilasty = 11 H/ e[ 2 M e & ] (2.26)
k=1

Ao tomarmos os limites 6t — 0 e N — 00 nessa equacao, obtemos:

lim > 6t| — H(pn,qn) + p’l(q"?t_q")] = /: dt | — H(p(t), q(t)) + p(H)g(t)]. (2.27)

Com isso, a amplitude de transicao entre os estados |g;, ;) ;; € |qy, t) ;;, Passa a ser expressa

como uma integral de caminho de Feynman, no espago de fase:

i tilag te) /Dquezf o (w0~ H(q’p)), (2.28)
na qual definimos
DpDq = H H dg; (2.29)
k=1

Todavia, a integral de caminho mais usual é aquela definida no espago de configu-
ragao, a qual é expressa em termos da Lagrangiana do sistema, em funcao de ¢(t) e ¢(¢).
Para obté-la, retomemos a Eq. (2.24):

<q2|e—iﬁ5t|q1> — /OO @ 6‘“”% e~ 10tV (1) 6”@1(‘12—(]1)’ (2.30)
—o0 2T
na qual podemos identificar que a funcao de integracao no momento p; é do tipo Gaussiana,

que pode ser integrada'! sem grandes dificuldades. Com isso, temos:

1

2

A - 2 istim 2-q .

<q2|€—zH5t|q1>: <2Z;Ttl> 6615( /2)< )e—z&V(ql)‘ (2.31)
s

O resultado expresso pela Eq. (2.31) pode ser, entao, estendido as N amplitudes

de transigao intermediarias de <qf, trlgiti)

Nessa equacao, ja é possivel identificar o argumento da fung¢ao exponencial como uma

versao discreta da Lagrangiana que descreve o sistema fisico. Novamente, ao tomarmos o

limite em que N — oo e ot — 0, obtemos:

6t—0
N—oo N=1 ¢

Para detalhes dessa integragao, veja o Apéndice A

i, Sl (B9 0) v = [Cw e, e

1
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em que L(q(t),q(t)) é a Lagrangiana do sistema, cuja forma é
m .

L{q(t),4(t)) = 5 4°() = V(a(?))- (2.34)

Assim, a amplitude de transicao entre os estados quanticos de posi¢ao, passa a ser expressa

em termos da integral de caminho no espaco de configuracao:

sendo S[q] a agdo do sistema, dada por

Sl = [ dt L(g(t). (1)), (2.36)

t;

enquanto a medida funcional Dq assume a seguinte forma:

. —m 3 N
Dq = 61751£n>0 (27r5t> 1:[ dg;. (2.37)
N—oco j=1
O fator
N
. —im\ 2
Jim, (27r5t> ’ (2:38)
N—oo

da medida funcional, em principio, nao é bem definido devido aos limites 0t — 0 e N — oo.

Todavia, essa divergéncia nao gera problemas a amplitude de transicao.

Na integral de caminho, expressa pela Eq. (2.35), os pontos inicial ¢;(t;) e final
qr(ts), sdo mantidos fixos, enquanto as coordenadas intermediarias sao integradas sobre
todo o espaco. Desse modo, cada conjunto de pontos forma um caminho diferente ¢(t) que
conecta ¢;(t;) e q¢(ty), conforme ilustrado pela Figura 3. A integracao sobre todos esses
caminhos é, entao, representada pela medida funcional Dg. Assim, conforme discutido
anteriormente, a amplitude de transicao entre dois estados quanticos de posicao, no
formalismo de Feynman, é dada através da soma sobre todos os caminhos que conectam

as posicoes inicial e final.

ty

Figura 3 — Um possivel caminho ¢(t) percorrido entre as posigoes inicial e final, definidas
nos estados quanticos. Retirado de [2].
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A formulacao de Feynman da mecanica quantica, é completamente equivalente
a formulagao candnica usual, na qual a dindmica de um estado quantico é regida pela

equacao de Schrodinger [37].

2.2 Integral de caminho em teoria quantica de campos

Ao longo dessa secao, veremos o formalismo de Feynman no contexto da teoria
quantica de campos, a qual sintetiza os principios da mecanica quantica e da relatividade
especial. Esse tipo de teoria ¢ capaz de fornecer a descricao das interacoes entre particulas
elementares que compoem a matéria ordinaria. Nesse caso, as particulas sao associadas as
excitagoes dos campos que, por sua vez, sao compreendidos como sistemas que exibem
um nuamero infinito de graus de liberdade. Além disso, a teoria quantica de campos nao é
restrita ao contexto da fisica de particulas. Os métodos dessa teoria também podem ser
utilizados no ambito da fisica da matéria condensada, por exemplo [38, 39]. Ademais, é
possivel observar uma analogia entre a teoria quantica de campos e a fisica estatistica, por

meio da integral de caminho de Feynman [40].

A combinacao entre mecanica quantica e relatividade especial, fornecida pela teoria
quantica de campos, é necessaria uma vez que a mecanica quantica nao é suficiente para
descrever, corretamente, a dinamica de particulas relativisticas. Isso porque, nesse regime,
o numero de particulas pode nao ser conservado, o que nao é comportado pela mecanica

quantica. Por outro lado, a teoria quantica de campos é capaz de descrever esse fenomeno.

2.2.1 Teoria quantica relativistica

As primeiras tentativas para a construcao de uma teoria quantica consistente com
a relatividade especial foram fundamentadas na generalizacao da mecanica quantica para
o regime de altas velocidades [41-43]. Em principio, poderiamos supor que a dindmica
de uma particula relativistica pudesse ser descrita por uma generalizacao da equacao de

Schrodinger:

z’aatw(f, t) = V=VZ T m2 (i, 1), (2.39)

na qual ¥(Z,t) = (], ty; t) g é a fungao de onda. No entanto, o fato de que essa equacio
exibe derivadas espaciais e temporal de ordens distintas indica uma assimetria entre espaco

e tempo que nao deveria ser observada em uma teoria de carater relativistico.

De forma independente, Oskar Klein [41] e Walter Gordon [42] propuseram uma
equagao que fornece a descricdo de uma particula relativistica livre e sem spin. Diferen-
temente da generalizacdo da equagao de Schrodinger, a equagao de Klein-Gordon exibe
derivadas espaciais e temporal de mesma ordem:

32

(@) = (= V2 +m?)y(t). (2.40)
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Nesse caso, a assimetria entre espaco e tempo, associada as ordens das derivadas, deixa
de ser observada explicitamente. Isso sugere uma possivel consisténcia da equacao de

Klein-Gordon com a relatividade especial.

Um dos postulados da relatividade especial estabelece que, para qualquer referencial
inercial, as leis fisicas devem ser as mesmas [44]. Esse tipo de referencial é representado

por um sistema de coordenadas do espago-tempo, da seguinte forma:
o = (2%, 2t 2% 2?) = (1, 7). (2.41)

Através de uma transformacao de Lorentz, expressa pela matriz A* ,, x# é relacionado a

outro referencial inercial z#, o qual se move com velocidade constante em relacao a x*:
= A", xv. (2.42)
A matriz de Lorentz, por sua vez, satisfaz:
G\ y N 5 = gpo, (2.43)

em que g,, ¢ a métrica de Minkowski, dada por

, (2.44)

o O O =
|
—_

na assinatura (4, —, —, —).

Assim, a equacao de Klein-Gordon é consistente com a relatividade especial somente
se sua forma for mantida nos referenciais z# e ", relacionados pela transformacao de
Lorentz (Eq. (2.42)). Para verificar se essa condicao ¢ satisfeita, podemos reescrever a

equagao de Klein-Gordon em termos dos quadrigradientes, definidos como:

8ME£: (;,V) e 8“:£: <§;,—V), (2.45)
os quais transformam-se de forma covariante, assim como os referenciais inerciais,
oM =A", 0" e (1 = g\, 0", (2.46)
em que usamos J,, = gy, 0”.
Desse modo, a equacao de Klein-Gordon no referencial inercial z#, assume a forma:
(=0 +m?)v(x) =0, (2.47)
enquanto no referencial x*, essa equagdo é expressa como

(- 0> +m?)o(@) =0, (2.48)
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_ o

=5 — V2 é o operador d’Alembertiano.

nas quais 9% = 9"9,

Impondo que as funces de onda 1)(x) e ¥(Z) sejam iguais nos referenciais z# e z*,
as Eqgs. (2.47) e (2.48) sdo as mesmas somente se o operador d’Alembertiano também for

igual em ambos os referenciais. Através da Eq. (2.46), podemos concluir que 92 de fato é

igual a 0%
5 = v,
= g\ N ;0007 (2.49)
=09, = 0%,

em que também utilizamos a Eq. (2.43) e renomeamos os indices contraidos (indices mudos)

peo.

Portanto, a equacao de Klein-Gordon é consistente com a relatividade especial,
visto que sua forma é mantida em referenciais inerciais distintos. Entretanto, essa equagao
ainda nao fornece uma descri¢ao correta de um sistema quantico relativistico, pois exibe
uma derivada temporal de segunda ordem. Isso sugere que as amplitudes de transicao
entre dois estados quanticos podem depender do tempo, o que viola a conservagao da

probabilidade postulada pela mecanica quantica.

Outra proposta para a descrigao de uma mecanica quantica relativistica é fornecida

pela equagao de Dirac para férmions livres de spin 1/2 [43]:

¢§t¢a(x) = ( —i(a?)p0; + m(ﬁ)ab> Uy(), (2.50)

em que a fungao de onda ,(x), com a = 1,2, considera as configuragdes de spin £1/2,

enquanto o’ e 3 sdo matrizes de spin.

Diferente do caso anterior, a equacao de Dirac exibe apenas derivadas de primeira
ordem, de modo que a conservacao da probabilidade deixa de ser violada. No entanto, essa
equagao ainda apresenta um problema: a existéncia de estados quanticos com energias
negativas, o que implica na auséncia de um estado fundamental. Como solucao para esse
problema, Dirac propos que todos os estados de energia negativa ja estivessem ocupados
por elétrons, o que ficou conhecido como mar de Dirac. Assim, pelo principio de exclusao
de Pauli [45], outros elétrons nao poderiam ocupar esses estados. Entretanto, Dirac supds
uma configuracao na qual todos os estados de energia negativa estariam ocupados, exceto
um. Esse “buraco” no mar de Dirac interagiria com os campos elétricos como se fosse
uma particula carregada positivamente [43]. Tal particula, conhecida como pédsitron, foi

observada experimentalmente em 1933 [46].

Embora a generalizacao da mecanica quantica ao regime relativistico proposta por

Dirac tenha sido, até certo ponto bem sucedida, nao é possivel estendé-la as particulas que
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nao satisfazem o principio de exclusao de Pauli. Além disso, essa teoria requer um nimero

infinito de elétrons para que todos os estados de energia negativa estejam ocupados.

Através das equacoes de Klein-Gordon e de Dirac, é possivel notar que a generaliza-
¢do da mecanica quantica para o regime relativistico apresenta diversas dificuldades. Isso
ocorre devido a distingao com a qual tempo e espago sao tratados em mecanica quantica.
Nessa teoria, os observaveis sao descritos por operadores Hermitianos, como ocorre com a
posicao. Todavia, nao ha nessa descricao um operador Hermitiano associado ao tempo, o

qual é interpretado apenas como um parametro.

Desse modo, para que uma teoria quantica relativistica seja construida de modo
consistente, é necessario que tempo e espaco sejam fundamentalmente tratados da mesma
forma. Isso sugere duas interpretacoes: a de que a posicao seja tomada como um pardmetro
ou a de que o tempo seja descrito por um operador Hermitiano. A escolha usual, que da
origem ao que conhecemos como teoria quantica de campos, é a de que a posi¢ao passe a
ser compreendida apenas como um parametro, assim como o tempo. Nesse formalismo, os
parametros T e t passam entao a rotular um novo operador, definido como campo quantico
H(Z,t). Nesse sentido, uma teoria quantica consistente com a relatividade especial é, entao,

obtida através da quantizacdo de uma teoria de campos (classica) relativistica.

2.2.2 Teoria classica de campos

As teorias classicas de campos sdo expressas na formulagao covariante, a qual é
manifestamente invariante por transformagoes de Lorentz. Isso garante que essas teorias
descrevam a mesma fisica em qualquer referencial inercial. Usualmente, as teorias classicas
de campos sao descritas por Lagrangianas construidas em termos de quantidades fisicas que
se transformam de modo covariante. Essas quantidades podem ser escalares, quadrivetores

ou quadritensores, cujas transformacgoes sao definidas da seguinte forma:

1. Escalar:
S=38. (2.51)
2. Quadrivetor:
Al = AP AV (2.52)
3. Quadritensor? (ordem 2):
TP o= N NPT . (2.53)

Assim, para que uma teoria de campos relativistica seja consistente com a re-

latividade especial, a Lagrangiana que a descreve deve ser expressa em termos dessas

2 Tensores de ordem n transformam-se sob n matrizes de Lorentz, ou de modo geral, sob qualquer

representacao do grupo de Lorentz.
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quantidades, mas de modo que se mantenha igual em referenciais inerciais distintos. Isso
significa que a Lagrangiana de uma teoria de campos relativistica deve ser um escalar de
Lorentz, assim como o objeto S da Eq. (2.51). Por consequéncia, a agdo também é um
escalar de Lorentz, o que assegura que as equacoes de movimento que regem a dinamica

dos campos de uma teoria sejam iguais em qualquer referencial inercial.

2.2.3 Formulacao de Feynman

A quantizacido de uma teoria de campos relativistica, por meio do formalismo de
Feynman, pode ser realizada através de uma generalizacao formal da integral de caminho
que obtivemos para a mecéanica quantica (Eq. (2.35)). Para isso, consideremos uma teoria
que descreve um sistema de N particulas, cuja Lagrangiana é dada em funcao das posigoes
e velocidades de cada particula, denotadas por ¢,(t) e ¢, (), respectivamente. No limite em
que N — oo, o parametro discreto a que rotula as N particulas, passa a ser caracterizado
por um vetor de posicao tridimensional #. Dessa forma, a posicao torna-se um parametro
que, em conjunto com o tempo, rotula uma nova fun¢ao que definimos como campo: (z),
em que x = (Z,t). Nesse sentido, o campo é compreendido como uma funcao que assume

um determinado valor em todo ponto do espago-tempo [1, 31].

Desse modo, a Lagrangiana, antes descrita como uma funcao de q,(t) e ¢,(t), passa a
ser expressa em termos do campo ¢(x) e de suas derivadas, na formulagao covariante, o que
garante a consisténcia da teoria com a relatividade especial. Além disso, a soma discreta

sobre o parametro a passa a ser dada por uma integral sobre o espaco tridimensional:

> L(qa(t), da(t)) — /dgfc L(p(x), Oup()), (2.54)

em que L(p(z),0,0(x)) é definida como densidade Lagrangiana®.

Ademais, a medida funcional da integral de caminho passa a indicar a integracao

sobre todas as configuragoes distintas assumidas pelo campo, dadas suas condi¢oes de

contorno: N
. —im 5 N-1 N—-1
Y (M) [T ds; - D = A T di(a), (255)
N—oo J= J=

em que A corresponde ao pré-fator expresso em Dg.

Assim, em teoria quantica de campos, a integral de caminho fornece a amplitude
de transicao entre duas configuracoes de campo distintas, ;(x) e pr(x):
R R pr(x) ;
(sl = [ Do, (256)

em que a acao S[y] é dada por

Slel = [ d'z Lip(a), dup(a)) (257)

Ao longo deste trabalho passaremos a nos referir a £(¢(z), 9,¢(x)) apenas como Lagrangiana, seguindo
a formalidade usual dos livros de teoria quantica de campos.

3
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De modo geral, nesse tipo de teoria, estamos interessados nas amplitudes de
transicao entre estados de vacuo, ou estados fundamentais, os quais sdo compreendidos
como aqueles em que nao existem particulas. Nesse caso, tomamos as configuragoes inicial
e final do campo como sendo ¢;(x) = ¢¢(z) = 0 nos limites ¢, - —oo e t; — +00. Dessa

forma, obtemos:
4Cﬂ xT
Z[J] = (0]0), /D i(sterf s ”), (2.58)

na qual o termo

/ d'z J(2) (), (2.59)

descreve uma interagdo entre o campo ¢(x) e uma fonte externa J(z). Essa fonte é
introduzida na descricdo da teoria com o objetivo de gerar perturbagoes ao campo ao longo
da transicao entre os estados de vacuo. Desse modo, particulas, as quais sao compreendidas

como excitagoes do campo, sao criadas.

De maneira andloga a funcao particao definida em fisica estatistica, o funcional
gerador® Z[J] contém toda a informagao acerca do sistema fisico [47]. Como veremos na
Segao 2.3, Z[J]| gera todas fungoes de correlagao de uma teoria, a partir das quais as
amplitudes de espalhamento, mensuradas em processos de espalhamento e decaimento,

sao obtidas.

Dessa forma, a quantizacao de uma teoria de campos relativistica, por meio do
formalismo de Feynman, equivale a resolver a integral de caminho expressa pela Eq. (2.58).
Ao longo das préximas subsecoes, iremos obter as formas dos funcionais geradores para as

teorias que descrevem campos escalares livre e interagente.

2.2.4 Campo escalar livre

Uma teoria de campos bastante simples é aquela que descreve um campo escalar

massivo e livre de interagoes, cuja Lagrangiana é dada por:

Ly = ; M O, — ;mQ@Q(x). (2.60)

Para que possamos obter o funcional gerador desta teoria, substituimos a Lagran-
giana £y na defini¢do de Z[J], dada pela Eq. (2.58):

ZolJ] = / Dy exp z / d4x<£0+90(:c)J(:c)>]

= [Poesw i [ ats(5 0% o - gmer(a) + ot )

(2.61)

em que o subscrito 0 denota a teoria livre.

4O funcional gerador também pode ser definido em mecanica quantica, ao construirmos a amplitude de

transicao entre estados quanticos na presenca de uma fonte externa.
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Podemos reescrever Zy[.J] no espago dos momentos utilizando as transformadas de

Fourier do campo ¢(z) e da fonte externa J(x), definidas como:

o) = | (ZW’; (k) e J(@) = | (;ZW’; e (k) (2.62)

sendo kx o produto quadrivetorial k%t — k-7 Assim, o funcional gerador assume a forma:

Zo|J] =
; s (2.63)
[Peow | [ o (AR = o) + TR0 + Tt )|
no qual utilizamos a representacao integral da delta de Dirac, expressa por
/ 'z ¢ = (2m) 64 (k). (2.64)

A Eq. (2.63) pode ser simplificada através da seguinte redefini¢ao do campo ¢(z):

J (k)
p(k) = x(k) + CREEL (2.65)
em que x(x) é um novo campo escalar real. Com essa transformacao, a medida funcional

simplesmente passa de Dy para Dy e nao tem sua estrutura modificada. Desse modo,
Zy|J] fica:

ZO[J]:GXP<_¢ ik J(k)J(—k))

2] @y e »
2.66
[oxe |5 [ G (e = mnd-n)]

Podemos observar que o funcional gerador é expresso por um termo independente do
campo x(k), que ndo gera contribuigoes a integral funcional. Por outro lado, a integral de
caminho nao depende da fonte externa J(k) e, portanto, descreve a amplitude de transigao
entre dois estados de vacuo sem que haja perturbagoes ao campo x(k), visto que na teoria

livre, J(k) é a tnica fonte de interagdo. Nesse caso, a integral funcional em x(k) resulta

apenas em um termo constante que denotaremos como Zy[0].
Assim, o funcional gerador passa a ser dado por

Zo[J] = exp ( - ; (;ZW]; ‘]g;)_‘](;f ))ZO [0], (2.67)

que pode ser reescrito no espaco das posicoes, como anteriormente, através da transformada
de Fourier de J(k):
J(k) = /d4x ek J (). (2.68)
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Desse modo, o funcional gerador para o campo escalar livre assume a forma:
Zo[J] = exp ( - %/d% d'r' J(2)G (2 — :E')J(x)) Zp0], (2.69)

na qual utilizamos a delta de Dirac (Eq. (2.64)) e sua propriedade de filtragem. O termo
dAk efik(:pfx’)

) = i
Gyl =) 50+ (2m)* k%2 — m? + i€’

(2.70)

que surge entre as fontes J(x) e J(2'), é definido como o propagador de Feynman. Esse
objeto descreve a criacdo de uma particula no ponto x do espago-tempo e sua propagacao
até o ponto z’, onde é aniquilada. O fator ie, presente na integral, desloca os polos k = +m
acima e abaixo do eixo real, especificando o contorno no plano complexo para que a integral

possa ser realizada.

O propagador de Feynman também é compreendido como a fungdo de Green da

equagao de Klein-Gordon, a qual rege a dindmica de um campo escalar livre:

(8H3“ + mQ)Gf(x — ') =0z —a'). (2.71)

2.2.5 Campo escalar interagente

Outro exemplo de teoria de campos, é aquele que descreve um campo escalar

massivo e auto-interagente, cuja Lagrangiana é dada por:

1 1 A
L=3 0" up— 5m*¢*(z) — 6" (@), (2.72)

com A sendo a constante de acoplamento, adimensional, do termo de auto-interacao de
©(x). A Lagrangiana dessa teoria também pode ser expressa como:

A
L=1Ly— Ep‘*, (2.73)

sendo que Ly ¢ a Lagrangiana que descreve um campo escalar livre (Eq. (2.60)).

Para que possamos obter o funcional gerador dessa teoria, substituimos a Lagran-
giana dada pela Eq. (2.73) na defini¢do de Z[J] (Eq. (2.56)):

Z[J] = / Dy exp lz / d'z <£0 + J(x)go(x)ﬂ exp(—i / d4a:4):\!go4(x)>. (2.74)

Nessa equacgao, podemos ver que a fungao exponencial cujo argumento descreve a auto-
interagdo do campo (), é o unico termo que a distingue da Eq. (2.61), expressa para o
caso da teoria livre. Esse termo pode ser reescrito de um modo que nos permita reaproveitar
os resultados obtidos para aquela teoria. Para isso, introduzimos um objeto definido como

derivada funcional [48]:

J

T ==y ou g [dIe) =o@).  (27)
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a qual é apenas uma generalizagao do caso discreto as fungoes continuas:

J

4]
gl’j = 52']‘ ou 7(1‘]‘ kb) = ]{71 (276)

51’1'

Ao calcularmos a derivada funcional de Zy[.J] com relacao a fonte externa J(x),

fatores multiplicativos do campo ¢(z) sdo introduzidos na integral de caminho:

0 __ i [ dba (Lot I (@)p())
5J(:v1)ZO[J] = 5 (z) l/ Dpe
. (SJ(JJ) ; 4
_[p 4 i [ dia (Lo+J (@) () (2.77)
/ “0<2/d ‘ w(xl)“’(”’))e

— / D pp(ar) et ¢ Lot@et)

em que usamos defini¢cao da derivada funcional e a propriedade de filtragem da delta de

Dirac. Assim, podemos assumir a seguinte relagao [2]:

1 4
- 2.
e reescrever o termo de interagao quartica como
A, A1 6!
— — = ) 2.79
1% _>4!<¢5J(x)> (2.79)

Dessa forma, o funcional gerador passa a ser expresso por:

Z[J] = /D@ exp [?/d‘%(iéﬁx)ﬂ exp lz‘/d‘{x <£0+J(:U)<p(x)>]. (2.80)

Podemos ver que a primeira fungao exponencial do funcional gerador agora é independente

do campo ¢(x) e nao contribui para a integral de caminho, enquanto os termos restantes

correspondem ao funcional gerador da teoria livre Zy[J]. Logo, Z[J] pode ser reescrito

Z07] = exp [— Z/d‘*x(;w(zx)ﬂzou]. (2.81)

Ainda, para que a forma de Z[.J] seja obtida, as derivadas funcionais devem ser

Ccomao:

atuadas sobre Zy[.J]. Para isso, é necessario que a fungao exponencial seja expandida em

série de Taylor:

ol e ]2 o k)
) Jrliata) oty -

(2.82)
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Com isso, obtemos uma série de poténcias em termos da constante de acoplamento A. Por
uma questao de simplificagdo, consideraremos que a interacio A\p?(x) da teoria é pequena.

Portanto, nessa expansao, desprezaremos os termos de segunda ordem, ou mais, em .

Assim, com a expansao da fungao exponencial, o funcional gerador se torna:

cre - ()l
%‘Zﬂmll__(2?)L/(#x<5J(xQ6Jan;JCn95JCnQ>4] (2.83)

X exp ( - ;/d4x d'r' J(z)Gy(r — x')J(x')),

em que utilizamos Z[.J] dado pela Eq. (2.69).

Ao atuarmos as derivadas funcionais na Eq. (2.83), obtemos:

ﬂﬂ%%MP+ LG H0)G (0 /&
+ iafm) / d4x< [ 2y Gyl = ) (ws) [ d'ay Gl - u)J(m))
_63/d%(/ﬂ%@Gﬁx—x@J@g/ﬂﬂqGﬂm—xQJ@Q (2.84)
x/ﬂ%@Gﬂx—x@J@@/ﬂ%@Gﬂx—x@]@@ﬂ

X exp ( — ;/d% d*2' J(z)Gy(x — xl)J(ﬂf/)>,

na qual o termo

—Gf )G (0 /d4 (2.85)

¢ divergente, visto que a integral é realizada sobre o espaco-tempo e as funcgoes de
Green avaliadas na origem nao convergem. No entanto, estas divergéncias podem ser
absorvidas pelo termo Z[0]. Isso porque nas fungoes de correlagao, calculadas através
do funcional gerador, as divergéncias contidas em Zy[0] sdo canceladas, pois os mesmos

termos divergentes surgem no denominador e no nominador dessas fungoes. Desse modo, o
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funcional gerador para a teoria interagente pode ser expresso como:

ZlJ] = Zo[0]x

l1 + in(O) /d“x(/d%g Gylw = w)J(ws) [ d'a1 Gy(o - x4)J(x4)>

~ @2' / d%;( [ dasGpla = w5)J(ws) [ d'ea Gyl = 20) I (w2) (2.86)
x / d'zs Gy (x — 25)J (z5) / d*z6 G s (w — a:6)J(a:6)>1

X exp ( — ;/d% d'r' J(2)Gy(x — x')J($,)>,

que é somente valido até primeira ordem em A. Nessa expressao, podemos observar que Z[.J]

¢ dado pelo funcional gerador da teoria livre acrescido de termos de corre¢cao proporcionais
a .

2.3 Funcoes de correlacao

No contexto de teoria quantica de campos, as func¢oes de correlacao sao definidas
como o valor esperado do produto de N campos, as quais podem ser expressas por meio
das integrais de caminho de Feynman. E através desses objetos que as amplitudes de
espalhamento, mensuradas em processos de decaimento e espalhamento, sao descritas

teoricamente.

Podemos obter as fun¢oes de correlacao para a teoria quantica de campos, construindo-
as para a mecanica quantica e, entao, tomando o limite do continuo assim como fizemos
na Secao 2.2. Para isso, partimos da amplitude de transicao entre dois estados quanticos,

expressa por:
i [ dt L(q,q)
a eyl ti) g = /Dq el A Had) (2.87)

Em seguida, consideramos o elemento de matriz:
lar tr QU () QU (1) |gi i)y, com ty >ty >ty > 1, (2.88)

o qual fornece o valor esperado do produto, temporalmente ordenado, de dois operadores

de posicao definidos em tempos distintos, ou seja, uma fungao de correlacao de dois pontos.

Podemos determinar este elemento de matriz, inserindo a seguinte relagao de

completeza:
/ dqla,t) g gle, t =1, (2.89)
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entre os operadores QU (11) e QU (t,) da Eq. (2.88). Assim, obtemos:

mlar t|QU) (1) Q" (t2)| s, ti) g = ylar, t| QU (#1)1QM) (£5)1g;, ti) g
= [ dgdan o AP Wl 1)y 200

X H<91,t1|Q(H)(t2)|Q2,t2>H H<q27t2|qi7ti>H>7
que resulta em
H<Qf>tf|Q(H)(t1)Q(H)(t2)|%ti>H :[ dq1 dga (@h(t) @(t) g trla, th)
(2.91)
X lqtilge, to) H<Q27t2|qiati>[-])a

apos a atuacao dos operadores Q(H )(t) em seus respectivos autoestados.

Podemos identificar na Eq. (2.91) trés amplitudes de transicdo entre estados
quanticos: a primeira, entre o estado inicial e aquele definido no tempo t9; em seguida,
entre os estados definidos em t, e t1; e por fim, entre os estados caracterizados pelos
tempos t; e ty. Segundo a Eq. (2.87), essas amplitudes podem ser escritas em termos das

integrais funcionais. Assim, temos:

A N i to i t1 i tf
alar trl QU () QY (1) lgi i)y = /Dq q1(t1) g2(t2)e R *r(2.92)

em que dq; e dgo estao inseridos na medida funcional Dq. Ao somarmos os argumentos
das funcoes exponenciais, obtemos a fun¢ao de correlacao de dois pontos no formalismo

das integrais de caminho:

R R i (' dt L(g,q
a{ar 1 QU () QU (t2) i, 1) yy = /DQQ1(t1)Q2(t2)€ JiJ arbiaa), (2.93)

a qual pode ser generalizada para N pontos:
o R i [*F dt L(g,g
Aan T (QU(1)..QU () ais ), = /DQQI(t1>~--qN(tN)€ JLarad o 9.94)

em que Téo operador de ordenamento temporal.

Estas fungoes podem ser formalmente generalizadas para a teoria quantica de

campos, de modo andlogo ao que vimos na Secao 2.2. Com isso, obtemos:
(O (1) p(xn))|0) = / D p(1)... p(ay) ' @' E@ D)+ @)(a), (2.95)

Do lado esquerdo dessa equagao, os campos (x) atuam como operadores, o que justifica
a necessidade do operador de ordenamento temporal T'. Este tratamento nio é necessério
do lado direito da igualdade. Isso porque a integral de caminho ja fornece as fungoes de
correlacao com o ordenamento temporal correto, uma vez que os campos p(zy) tornam-se

apenas fungoes do espago-tempo e comutam entre si.
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As fungoes de correlagao também podem ser expressas de modo simplificado através
da derivada funcional, definida pela Eq. (2.75). Conforme vimos na Eq. (2.77), esse objeto
introduz termos multiplicativos do campo ¢(x) na integral de caminho, ao atuar sobre o
funcional gerador. Dessa forma, podemos escrever as fungoes de correlagao da seguinte

forma:

(2.96)

N
< 1 1 NZ1J]

0|7 (@ D 0)={-

(O ($(1)---p(2x) ) 0) (z) Z17] 6.0 (20)0] (22)--00(xn) |,

em que, ap6s atuarmos as N derivadas funcionais sobre Z[.J], podemos avaliar a fonte

J(x) como zero, uma vez que trata-se apenas de uma varidvel auxiliar introduzida com o

objetivo de gerar perturbagoes ao campo.

Como exemplo, calcularemos a funcao de correlacao de dois pontos para as teorias
livre e interagente, cujos funcionais geradores sao dados pelas Eqs. (2.69) e (2.86), respec-
tivamente. Essas funcoes, em particular, assumem um papel importante, pois fornecem os

propagadores das teorias, como veremos adiante.

Para a teoria que descreve um campo escalar livre, a funcao de correlacao de dois

pontos é expressa por:

1 52
Zo[J] 0J(x1)dJ (x2)

ot =(1)

ZolJ]

J=0

1 & (2.97)
Zo[J) 0T (x1)0 ] (x2)

X exp < — ;/d% d*a' J (2" )G (x — x’)J(x)) Z[0]

J=0

Ao atuarmos a primeira derivada sobre o funcional gerador na Eq. (2.97), obtemos:

Ol p(anl0) = 50 (5 [ @0 Gta = a0

(2.98)

Y

J=0

Ry

em que utilizamos a defini¢do da derivada funcional, dada pela Eq. (2.75), e a propriedade
de filtragem da distribuicao delta de Dirac. Apés a atuacao da segunda derivada funcional

sobre Zy[J], a funcao de correlacao de dois pontos resulta em:

Ol p(anl0) = & = 56s(or =2 = §Gston = 1)) = iGylor — ), (299)

na qual utilizamos o fato que as fungoes de Green sao simétricas. Dessa forma, podemos
ver que a fun¢do de correlacao de dois pontos para a teoria livre nos fornece o propagador
de Feynman, definido pela Eq. (2.70).
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Para a teoria interagente, a fungdo de correlagao de dois pontos é obtida de forma
analoga a que utilizamos para a teoria livre, com a diferenca de que o funcional gerador,
neste caso, é dado pela Eq. (2.86). Assim, apresentamos apenas o resultado para essa

funcao, sem passos intermediarios

OG0 =(3) i 2

| A1+ 5650 [

X (/d4$3 Gf(x—xg)J(xg)/d4$4 Gy(x —$4)J($4)>

J=0

) 4 4
_ J/d x</d 23 Gy(x — x3)J (23) (2.100)

X /d4x4 Gz — :E4)J(x4)/d4x5 Gz —x5)J (z5)

X /d4x6 Gz — xﬁ)J(xﬁ)ﬂ

X exp ( _ ; [ e dat (@) - x’)J(m’))}

J=0
. A
=iGy(r —x9) — EGf(O) /d4x Gz —x1)Gf(r — x9).

Nessa expressao, podemos ver que o primeiro termo do propagador da teoria interagente
¢ apenas o propagador de Feynman que obtivemos para a teoria livre. O termo restante
representa correcoes quanticas que descrevem interagoes entre particulas, que nao sao

observadas no propagador livre.

Funcoes de correlagao de mais pontos resultam em formas modificadas do propa-

gador, as quais incluem outras formas de corre¢oes quanticas. Por exemplo, a funcao de
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correlagao de quatro pontos para a teoria interagente é dada por:
(OIT(p(w1)@(w2) @ (23)(4))[0) =
— (Gf($1 — SBQ)Gf(l’g — $4) + Gf(ZL'1 — xg)Gf(SEQ — 1'4)

+ Gf(ﬂ?l — $4)Gf($2 — 333))

— —Gf /d4 Gy — 29)Gy(x — 23)G (1 — 14) ( )
2.101

+ Gp(r1 —x3)Gp(r — 22)Gp(r — x4) + Gy — 24)Gp(x — 22)G (2 — 3)
+ Gy(xg —23)Gp(r — 21)Gp(r — 24) + Gp(r2 — 24)Gr(x — 1) Gy — 29)
+ Gp(rs — 24)Gp(r — 21)Gp(x — x2))

— i)\/d4a:(Gf($ —21)Gy(x — 22)Gy(x — 23)Gy(z — :L‘4)>.

E importante notar que as funcoes de correlacao calculadas para a teoria interagente
foram obtidas em regime perturbativo, uma vez que obtivemos o funcional gerador Z[.J]
a partir de expansoes em A. Outras corregoes quanticas podem ser introduzidas nessas

funcoes ao considerarmos termos de ordens maiores em A.

Podemos observar que as fungoes de correlagao de dois e quatro pontos, obtidas
para a teoria interagente, exibem termos bastante distintos, envolvendo o produto das
funcoes de Green, Gf(z — y). As formas exibidas por essas funcoes se tornam ainda mais
complexas quando consideramos termos de ordens maiores em A no regime perturbativo.
Uma forma mais simples de compreender as interagoes exibidas pelas funcoes de correlagao,
é fornecida pelos diagramas de Feynman, os quais podem ser construidos a partir de

algumas regras gerais [48]:

1. Cada ponto do espago-tempo onde as fungoes de correlacao sdao calculadas é
representado por um ponto, enquanto cada propagador livre G(x; — x2) é representado

por uma linha que conecta dois pontos.
2. Cada fator proporcional & —\ [ d*z ¢ associado a um ponto interno.

3. Pontos internos onde quatro linhas se encontram sao denominados como vértices

e também sdo proporcionais a —\ [ d*x.
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I L4

Y3\ /Y4
L1 L2 T Y1 Y2 T2 ><

Z2 L3
(a) (b) (c)

Figura 4 — Diagramas de Feynman para a teoria interagente. Adaptado de [2].

Os diagramas de Feynman da Figura 4 representam os termos das funcoes de
correlagao de dois e quatro pontos, obtidas para a teoria interagente. O diagrama exibido

na Figura 4 (a) é associado aos termos da forma:

que ¢é apenas o propagador livre de Feynman, o qual descreve uma particula sendo criada

no ponto x; e propagada até o ponto s, onde é aniquilada.

As Figuras 4 (b) e 4 (c) representam, respectivamente, termos das formas

—iG0) [ d'y (Gyler = )Gyly —w2)) e
(2.103)
— )\/d4x (Gf(:vl — )Gy — 2)Gy(xg — )G y(21 — l")),

que descrevem interagoes entre particulas.

Os diagramas de Feynman podem ser divididos em duas classes: a dos diagramas
conexos e a dos desconexos. A primeira classe é formada por diagramas cujas linhas
estao ligadas a pelo menos uma linha externa, diferente do que ocorre com os diagramas
desconexos. As fungoes de correlagao, calculadas a partir do funcional gerador Z[J], sao
descritas por produtos de fungoes de Green associadas a ambos os tipos de diagramas.
Entretanto, apenas as fungoes de correlacdo que podem ser representadas por diagramas
conexos contribuem as amplitudes de espalhamento fisicas. Por esse motivo, definimos um

funcional gerador que produz apenas esse tipo de diagrama:

W1J] = —ilog Z[J]. (2.104)

Assim, as fungoes de correlagao sao agora calculadas a partir de W[J]:

<0|T(g5(x1), . ,@(xzv)) |O>C = (1> _ 5.J(

7

SNW[J]

.fEl), ey J(ZEN) J=0

, (2.105)

em que o subscrito ¢ indica que a fungao de correlagao é conexa. A prova de que W[J]
gera apenas diagramas conexos esta fora do escopo dessa dissertagao. Para mais detalhes
veja [49].
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3 Acao efetiva

Ao longo desse capitulo, veremos como ocorre a descricao de teorias que apresentam
um campo que exibe um valor esperado de vacuo nao nulo, isto é, quando o valor
assumido pelo campo, em seu estado estado de minima energia, é diferente de zero.
Quando desprezamos correcoes quanticas, esse valor é obtido através da minimizagao da
funcao que descreve a energia potencial da teoria. Entretanto, quando essas correc¢oes
sao consideradas, é necessario que haja uma nova func¢ao cujo minimo seja capaz de
descrever as modificagoes sofridas pelo valor esperado de vacuo devido as corre¢oes. Tal
funcao é denominada como potencial efetivo e inclui corregoes quéanticas, de quaisquer
ordens em h, ao potencial classico. Essa funcao é a componente potencial de um funcional
denominado como acgao efetiva: uma generalizacao da agao classica, que também inclui

correcoes quanticas.

Na Secao 3.1, veremos que o valor esperado de vacuo de um campo quantico é
descrito por um funcional denominado como campo classico, ou campo médio, o qual
minimiza o potencial efetivo. Nas Secoes 3.2 e 3.3, apresentaremos algumas caracteristicas
da ac¢ao e do potencial efetivos. Nessa ultima secao, em particular, calcularemos o potencial
efetivo para a teoria que descreve um campo escalar interagente, considerando corregoes
quanticas de um laco, isto é, aquelas proporcionais a h. Essas se¢oes foram desenvolvidas

com base nas referéncias [2, 48, 49], além daquelas citadas ao longo do texto.

3.1 Campo classico

O valor esperado de vacuo de um campo quantico ¢(x) é definido como uma fungao
de correlagao de um ponto, a qual fornece o valor médio assumido pelo campo no estado

fundamental, ou estado de vacuo. Alguns campos podem assumir um valor esperado de
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vacuo nulo, como é o caso do campo escalar livre:

Olp(an 0, = 3700
L 1y=0
1 1 )

" i Zo[J] 6 (x1)

« [exp ( - ; [ dta 1) Gy - x’)J(:c)) 20[0]1

J=0

=— ;/d% Gz —x1)J(z) — ;/d%' J(2")Gy(x1 — ')

J=0
=0,

em que utilizamos o funcional Zy[J] da teoria livre, dado pela Eq. (2.69), e a definigao da

fungao de correlagao conexa, expressa pela Eq. (2.105).

De modo geral, na auséncia de uma fonte externa J(z), os campos podem assumir
valores esperados de vacuo constantes, nao necessariamente nulos. Por outro lado, quando
a fonte é mantida, o valor esperado de vacuo de um campo quantico ¢(x), é expresso por
um funcional de J(z)

SWilJ] 1
6J(x) i

em que @.(x) é definido campo classico, enquanto o subindice .J indica a presenga da fonte

Z?J] gf}ﬁ = (0le(2)10); = ¢e(@), (3.2)

externa.

A descrigao do valor esperado de um campo quéantico ¢(x), fornecida pelo campo
classico, ou campo médio, inclui corre¢oes quanticas que modificam a configuracao classica
de minima energia exibida por ¢(x). Quando essas correges sao desconsideradas, ou seja,
no limite em que h — 0, p.(z) passa a descrever o valor esperado de vacuo de ¢(z), no
regime cldssico. Por esse motivo, ¢.(z) é chamado de campo classico o que, na realidade,
nao é uma boa escolha, dado seu carater originalmente quantico. Assim, ao longo deste

capitulo nos referiremos & ¢.(x) somente como campo médio.

3.2 Acao efetiva

A partir da definicao do campo médio

T = o) 33)

a acao efetiva, que generaliza a acao classica para o regime quantico, é definida como a
transformada de Legendre do funcional W[.J] [50]

Pl = W) = [ d'a(@)go(w) (3.4)
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Uma das caracteristicas da acao efetiva é que, no limite em que J(z) — 0, ela é
estaciondria. Isso pode ser visto ao calcularmos a derivada funcional de I'[¢.], com relagao

ao campo médio:

olp.]  oWI[J] A 6J(y) dpe(y)
5oe(2) &,oc:c - [ dy <% <x>”(y>5wc<x>>

_ . OWIJ] 6J(y) y SWI[J] 6J(y) 4 4
= S s ) sy [ A0

_ . OWLJ] 0J(y) - . OWIJ] 6J(y) r
_/d Y 5T(y) dpel) /d Y5T(y) dpel) /)

= —J(ZE),
na qual utilizamos a regra da cadeia no primeiro termo do lado direito da igualdade e que
3pe(y)
=d(x —y). 3.6
Soda) Y >0
Assim, da Eq. (3.5), concluimos que
L]
=0, 3.7
) (3.7)

quando tomamos o limite J(z) — 0.

A acdo efetiva também pode fornecer o propagador de uma teoria, com a inclusao
de corregoes quanticas proporcionais a quaisquer ordens de h. Para obter a relagao entre

esses objetos, calculamos a derivada funcional da Eq. (3.5) com relagao a fonte externa
J(x):

0 Tlpd _ 0 0
@) arar) 5@ 7)) .
=—0(x —xq)
A partir dessa equacao, podemos escrever:

4 5900 62 _ -1

[ i raratey ~ o -

, 62W[J] T |

fat 512000 () bl 2@

sendo que utilizamos a regra da cadeia e a definigdo do campo médio ¢.(z). Esse resultado

indica que o primeiro termo da integral é o funcional inverso do segundo termo:
( 52T [p.] )1__ §2W1[J]
doe(x1)dpc(2) dJ(x1)0J (x)

(rritled =) = Gte -
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na qual utilizamos que o propagador G(x — x7), expresso por uma fungao de Green, é

obtido através da funcao de correlacao conexa de dois pontos, conforme visto na Secao 2.3.

A Eq. (3.10) estabelece uma relagao entre a fungéo de correlagdo conexa de dois
pontos e a derivada funcional da agao efetiva. As fungoes de correlacdo de mais pontos,
continuam a se relacionar com as derivadas funcionais de I'[p.]. Para uma fungao de

correlagao de trés pontos, por exemplo, temos:

0°T[pc]
¢ - _ r® r® r®
5 00(11)0pe(22)0pe(T3) /dﬂ?l drydxs (z1,91) (72,92) (73,Y3) o
§ FPWIJ] |
0.J(y1)0J (y2)0T (y3)’
em que I'®(z,y) denota
0T 0]
2 o c
P =5 e .12

O resultado obtido na Eq. (3.11) é compreendido como uma fun¢ao de correlacao que
pode ser representada pelos chamados diagramas 1PI (do inglés, one-particle irreducible),
os quais nao podem ser divididos em duas partes por meio da remocao de uma unica linha.
De fato, a Eq. (3.11) pode ser generalizada para derivadas funcionais de ordens maiores,
de modo que acao efetiva é compreendida como o funcional gerador de todas as fungoes
de correlagao 1PT [50]:

"l [ip]
dpc(x1)...00c ()

=G (z1, .., ). (3.13)

Nesse ponto, vale a pena lembrarmos que o funcional Z[J] foi introduzido como o gerador
de todas as fungoes de correlagdo de uma teoria. Entretanto, vimos que somente as fungoes
conexas, fornecidas pelo funcional W[J], contribuem para as amplitudes de espalhamento
fisicas. Todavia, esse funcional gera um numero infinito de tais fungoes, diferente do que
ocorre com a agao efetiva, uma vez que as fungoes 1P1 formam uma base minima de

fungoes de correlagdo conexas.

Outro aspecto importante da acao efetiva é que podemos expressa-la em termos de

uma expansao em derivadas, quando as variagoes dos campos sao pequenas:

Cled = | d4x(veff<soc<as>> + 5 AGl@)pel)0 () + - ) (314)

Uma vez que as derivadas, assim como os campos, possuem dimensao de energia, o segundo
termo dessa expansao exibe dimensao de energia elevada a quarta poténcia. Dessa forma,
em baixas energias, os termos de ordens maiores em derivadas podem ser desprezados,
conforme expresso pela Eq. (3.14). O termo sem derivadas V.sr(¢.), é compreendido como

o potencial efetivo da teoria, o qual inclui as corre¢des quanticas de quaisquer ordens em

h.



Capitulo 3. Acao efetiva 41

Nos casos em que o campo médio ¢.(x) é constante, ou seja, quando nao hé a
presenca de uma fonte externa J(x), a acao efetiva é simplesmente expressa em termos do

potencial efetivo:
Tlpd = Vss(ee) [ d's
(3.15)
= Vers(@)VT,

na qual consideramos um espago-tempo finito de volume VT

3.3 Potencial efetivo

O potencial efetivo é definido como a funcao que descreve a energia potencial
classica modificada por corregoes quanticas. Para que possamos entender as caracteristicas
dessa funcao, vamos calcula-la para a teoria que descreve um campo escalar interagente,
considerando apenas as corre¢oes quanticas de um laco, isto é, aquelas proporcionais a h.

Ao longo dessa secao, passaremos a apresentar os fatores de A explicitamente.

Para isso, partimos da seguinte equacao:

ol [ep.]
dpe()

obtida através das Eqgs. (3.5) e (2.104) para o caso da teoria escalar interagente, cuja

A tAh

== (0,0" + m?)pe(x) - 31¥e(2) = - 2el(2)G(0), (3.16)

Lagrangiana é dada pela Eq. (2.72).

Os termos da Eq. (3.16) que nao sdo proporcionais a h, podem ser reconhecidos
como a equacao de movimento classica que rege a dinamica do campo interagente, obtida
através da extremizagao da agao classica S[p.| para essa teoria. Dessa forma, podemos

reescrever tal equagao como

gsz[fx]) :gj[fx1 - Mzh‘PC@)G(O)’ (3.17)

na qual a acao efetiva inclui corre¢oes quanticas de todas as ordens em h. No entanto,

estamos interessados apenas na expansao de um lago do potencial efetivo, ou seja, aquela
que inclui apenas as corregoes proporcionais a h. Dessa forma, para que possamos nos

restringir a expansao de um lago, partimos da seguinte equagcao:

. ) fve]
CiTled) _ /'DQO o (S[gp]ffd‘*x(w(x)ﬂpc(z))ég@i )’ (3.18)

obtida através da Eq. (3.5) e das definigoes dos funcionais Z[J], W[J] e I'[p.], expressas
pelas Egs. (2.58), (2.104) e (3.4), respectivamente. Por meio do método do campo de
background [51], o campo quantico ¢(z) pode ser expandido em torno do campo médio,

da seguinte forma:

p(x) = pe(z) + £(2), (3.19)
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em que ¢.(x) representa a parte classica de ¢(x), enquanto o campo &(x) computa sua
parte quantica. Dessa forma, podemos introduzir uma expansao analoga para a acao
efetiva:

Lle]l = Slec] + hSWpd + O, (3.20)

sendo S|y ] apenas a agao cldssica, enquanto S ) [oc] € a agdo que inclui todas as corregoes

quénticas de um lago. Desse modo, ao substituirmos essa expansao na Eq. (3.17), obtemos:

wmﬂmw%WWJ%gg‘gﬁmm@
) | (3.21)
ﬁ;&j__g%@mmh

a qual inclui apenas correcdes quanticas de um laco, devido a S [©c].

Na Secao 3.2, vimos que a acao efetiva pode ser expressa como uma expansao em
derivadas. Assim, uma vez que S [p.] é um dos termos da acio efetiva, também podemos

escrevé-lo da forma:
SUW¢J:zu/dﬁt<Vch@ﬂ)+-;/h(wdx)ﬁ%¢c@ﬂ3“wxx)+~'->, (3.22)

sendo Vi(p.(x)) o potencial de um lago no qual estamos interessados.

Por uma questao de simplificacao, vamos nos restringir ao caso em que o campo
médio é constante. Com isso, a acio S [p.] deixa de apresentar termos de derivadas e

passa a Ser expressa por:

SWled = [ ' Vi(eo), (3.23)
que pode ser, entao, substituida na Eq. (3.21). Assim, obtemos:
) i
d'y (= Vi(e. - = .G(0
soy M (S Vil + )| == Fee000)
V1 0pc(y) i
—/ =— 5%.G(0) 3.24
a%: 6pc() Po(2)=pc 2 ( )
oV A
_a - :_%(pCG(O)a
Pe pe(z)=pc

na qual utilizamos a Eq. (3.6) e a propriedade de filtragem da delta de Dirac.

Visto que a Eq. (3.24) depende do propagador G(0) da teoria interagente, precisamos
calculé-lo a fim de obter o potencial V;(¢.). Para isso, substituimos a expansao da acao
efetiva, dada pela Eq. (3.20), na Eq. (3.9). Entretanto, nesse caso, consideramos apenas o
primeiro termo da expansao de I'[¢.], o qual corresponde a acao classica S[¢.], uma vez

que o proprio propagador da teoria interagente ja exibe termos proporcionais a h. Dessa
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forma, evitamos que corre¢oes quanticas de ordens mais altas sejam incluidas ao potencial

Vi(g.). Dadas essas consideragoes, temos:

[t e — 05l T
Ja= 66— 5 e
/d4Z G(z — y)égof(z) [(aﬂau + m2)@c(x) — ;gpz(:ﬁ) o = —0(z—vy) .
/d4z G(z —y)d(x — 2) [(5’#8" + m2) + /\gpé(x) . =—d(x—y)

(00" +m2)Gla — y) = —d(x —y),

em que definimos mg;; como:

Moo

o (3.26)

O resultado obtido na Eq. (3.25) exibe a mesma forma da equagao de Klein-Gordon
(Eq. (2.71)), que descreve a dindmica de um campo escalar livre. Vimos na Secao 2.2, que a
solucao desta equagao é uma fungdo de Green, a qual definimos como sendo o propagador
de Feynman G¢(z —y). Assim, o propagador G(z —y) da teoria interagente, que soluciona

a Eq. (3.25), pode ser expresso de forma andloga & G¢(x — y), dado pela Eq. (2.70):

G(r —y) = lim

e—0t

/ dAk efik(wfy)
(

3.27
21 )4 k% —mZ;; + i€’ (8:27)

que se distingue de G¢(x — y) apenas pelo termo mgff.

Tendo obtido o propagador, podemos substitui-lo na Eq. (3.24). Com isso, obtemos:

M _ @ / (d : (3.28)

- SO )
dp. 2 2m) k2 —mZy;
sendo que avaliamos G ¢(z — y) na origem, isto é, tomamos = = y.

Integrando a Eq. (3.28) sobre ¢, temos:

Vipe) = —5/ @) ln< o —r > (3.29)

em que consideramos que o potencial Vj(¢.) assume um valor nulo quando avaliado na

origem.

Por hora, o potencial V;(g.) é dado por uma integral de quatro dimensoes no
espaco de Minkowski. Essa integral pode ser resolvida de modo equivalente no espaco

Euclidiano, através de uma rotacao de Wick!, na qual definimos as seguintes continuacoes

L A rotacdo de Wick é um método utilizado para que a solucdo de um problema no espaco de Minkowski

seja obtida através da solugdo de um problema anélogo, definido no espacgo Euclidiano.
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analiticas ao plano complexo [52]:
K =ik, k— kg e d%— id'kg, (3.30)
com o elemento de integracao id*ky dado por
id*kg = iky dkg d*Q, (3.31)

sendo d*Q) o elemento de 4rea superficial de uma esfera quadrimensional.

Assim, no espago Euclidiano, a Eq. (3.28) passa a ser expressa da seguinte forma:

= /d3Q/ ik k:3 [ k’2 +meff) —1In (k‘% +m2>1. (3.32)

A integracao sobre angulo sélido resulta apenas em 272, uma vez que a funcao de integracao

nao depende das variaveis angulares. Com isso, obtemos:

Vi(pe) = 1672 / dkipk; lln (kE + meff) In (k% T m2)] ’ (3.33)
no qual realizamos uma mudanca de varidvel de dk — dk?, reescrevendo

1
dkphsy = Sk k. (3.34)

Podemos observar na Eq. (3.33) que a integral sobre k% ¢ divergente, visto que o
limite superior é definido no infinito. Desse modo, para que o potencial V;(p.) seja obtido
como uma funcao finita, esse limite é substituido por um valor A, definido como cutoff

ultravioleta, o qual limita a escala de energia:
Vilee) = 755 / dk2 k2, lln (K3 +m2y) —In (k3 + m2>] (3.35)

Integrando a Eq. (3.35) sobre k%, obtemos:

1A A A A2
Vilpe) =35 { S9N — e <2m2 + 29@3) In <u2>

1 2, A2 1 4 2 1
+ — m2+é¢g In w _ _mi In ﬁ _ ,
2 2 12 2 2 12 2

com j sendo uma constante de escala, com dimensao de massa, introduzida para garantir

(3.36)

a dimensao correta a Vi (p.).

Podemos observar que, apds a integragao, o potencial V;(g.) é dependente de A
e, portanto, torna-se divergente no limite A — oco. Entretanto, essa divergéncia do tipo

ultravioleta pode ser eliminada através de um processo de renormalizacao. Esse processo
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esta fora do escopo de nosso trabalho. Detalhes acerca dos métodos de renormalizacao,

tais como a dimensional e a de Pauli-Villars podem ser encontradas em [47, 48].

Sendo assim, o potencial efetivo de um lago para a teoria de campo escalar intera-

gente ¢ dado por:

Verr(we) =V (ee) + Vilpe)

_)\ 4 1 Aoya Ay 2 A o A?
Veff@c)—zu%*gzﬂz{zw B CARRT  V (3.37)

1/ 5 X, m?+ 32\ 1] m? m?\ 1
- A (T ePe ) 2 M () 2
+2<m +2<pc>[n< 2 5 2 n 2 5| (7

o qual ainda deve ser renormalizado.

No inicio desse capitulo, mencionamos que o campo médio ¢.(x) descreve o valor
esperado de vacuo de um campo, considerando as corregdes quanticas que modificam
o valor cléssico. Nesse sentido, ¢.(x) também pode ser compreendido como aquele que
minimiza a energia potencial classica modificada por corre¢oes quanticas, descrita pelo

potencial efetivo. Em nosso caso:

oVeff
dp.

=0, (3.38)

we(z)=pc

uma vez que nos restringimos ao campo médio constante p.(x) — ¢.. Além disso, essa
restrigdo implica na auséncia da fonte externa J(x), conforme mencionamos no inicio da

Secao 3.1. Portanto, o campo médio ¢, também é um extremo da agao efetiva:

L[]
5900(I>

— 0. (3.39)

pe(T)=pc

Naturalmente, a configuragao classica de minima energia de um campo também
¢ modificada por corregoes quanticas de ordens mais altas em A, de modo que outras

expansoes do potencial efetivo devem ser consideradas para inclui-las.
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4 Teorias de Calibre

A estrutura das teorias de campo sao essencialmente determinadas por aspectos de
simetria que podem se manifestar de modo global, ou de maneira local como ocorre nas
chamadas teorias de calibre. A simetria local exibida por essas teorias é assegurada pelos
denominados campos de calibre, os quais possuem uma propriedade de transformacao

intrinseca.

No contexto da fisica de particulas, as teorias de calibre fornecem a descricao das
interagoes fundamentais forte, fraca e eletromagnética, mediadas por bdsons vetoriais
de spin 1 associados aos campos de calibre. A interacao eletrofraca, uma unificacao das
interagoes fraca e eletromagnética, é descrita por uma teoria de calibre com base no grupo
de simetria SU(2) x U(1), cujos mediadores sao os bosons W*, Z% e o féton. J4 a interacio
forte, mediada pelos gltions, é descrita pela cromodindmica quantica, uma teoria com base
no grupo de simetria SU(3). Juntas, essas teorias compoem o Modelo Padrao da fisica de
particulas, uma teoria de calibre do grupo SU(3) x SU(2) x U(1).

Comecaremos esse capitulo apresentando alguns aspectos gerais dos grupos de
Lie, em particular no que diz respeito a sua algebra, os quais utilizaremos na construcao
das teorias de calibre. Na Secao 4.2, veremos a constru¢ao de uma teoria de calibre
Abeliana com base no grupo de simetria U(1), através de um método denominado como
acoplamento minimo. Na Sec¢ao 4.3, estenderemos esse método as teorias de calibre nao-
Abelianas do grupo SU(N), também conhecidas como teorias de Yang-Mills. Por fim, na
Secao 4.4 apresentaremos o setor escalar de Higgs da teoria eletrofraca, principal objeto de
estudo desse trabalho. O desenvolvimento dessas sec¢oes foi fundamentado nas referéncias

3, 13, 47, 53, 54], além daquelas citadas ao longo do texto.

4.1 Grupos e algebras de Lie

Um grupo G é definido como um conjunto de elementos associados a uma operagao
de multiplicacdo, ou composicao, que quando efetuada entre dois elementos do grupo

resulta em um terceiro elemento também pertencente a G-

g1 g2=93€G, Vg, €G. (4.1)

Tal operacao deve satisfazer as seguintes propriedades:

1. Associatividade:

(g1-92) - 93=01-(92-93), Y g1,62,95 € G. (4.2)
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2. Existe o elemento neutro I que satisfaz:

Igg=g e gi-I=gq, Var €G. (4.3)
3. Existe um elemento inverso g; * para cada elemento g, € G:
glog=1 e g -g;' =1 (4.4)
Um grupo G ¢é dito Abeliano quando seus elementos g comutam entre si:

9192 = g2 g1, (4.5)

caso contrario, o grupo é denominado como nao-Abeliano.

Uma representacao do grupo ¢é aquela que associa um operador linear a um elemento

g, de modo que a estrutura de G é preservada:
Dgr(91)Dr(g2) = Dr(9192)- (4.6)

A partir de uma representacao, os elementos de um grupo, antes compreendidos
como objetos abstratos, passam a poder realizar operagoes sobre outros elementos definidos
em um espaco vetorial. Na representacao matricial, um elemento Dg(g) é expresso como
uma matriz quadrada, cuja dimensdo n é a mesma do espago vetorial sobre o qual Dg(g)
atua. Nesta representacao, a operacao de um elemento do grupo sobre um vetor qualquer

(¢t -+, @") é expressa da seguinte forma:
o' = (Drlg)) ;¢ (4.7)

E importante notar que os elementos de um grupo podem apresentar formas
distintas, dependendo da representacao. As matrizes unitarias com determinante igual a
um, por exemplo, as quais sao os elementos do grupo SU(N), podem ser representadas

como matrizes de outras dimensoes, sem que a estrutura do grupo seja perdida.

No contexto das teorias fisicas, os grupos desempenham um papel importante,
pois representam simetrias de um sistema. Nesse caso, uma simetria é compreendida
como a invariancia da teoria sob a agao dos elementos de um grupo. A teoria eletrofraca,
por exemplo, exibe simetria SU(2) x U(1). Isso significa que os campos que a compoem
transformam-se sob a operagao dos elementos desse grupo. Entretanto, ainda que os
campos nao permanecam iguais, a Lagrangiana da teoria eletrofraca se mantém invariante,
caracterizando a simetria. O mesmo ocorre com a cromodinamica quantica, cujos campos
transformam-se sob a acdo dos elementos de SU(3), enquanto sua Lagrangiana permanece
a mesma. Os grupos que representam as simetrias exibidas pelas teorias que compoem o
Modelo Padrao, SU(2) x U(1) e SU(3), sdo exemplos dos chamados grupos de Lie.
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Os grupos de Lie sao compostos por elementos g que dependem de parametros
continuos e diferencidveis 6%. A representagdo Dg(g) de um elemento de um grupo de Lie,
sempre pode ser expressa como uma fun¢do exponencial dos objetos definidos como os
geradores do grupo. Para demonstrar esta afirmacao, consideremos uma expansao em série

de Taylor de Dg(g(6*)) em torno do pardmetro continuo 0* = 0, dada por
Dr(9(6*)) = 1 + 10,5 + O((6)?), (4.8)

em que os geradores T sao definidos como:

. D
Te = _Zan' (4.9)

Uma vez que a expansao expressa pela Eq. (4.8) foi realizada em torno de 8* = 0, podemos

reescrevé-la da seguinte forma:

0, \"
Dr(g(8")) = lim <1+z'kT;g> . (4.10)

Utilizando uma das defini¢oes da fungdo exponencial,

k
¢® = lim (1 + m) , (4.11)

k—o0 k‘

podemos observar que o elemento Dg(g(6%)) de fato pode ser escrito como uma fungao

exponencial cujo argumento sao os geradores do grupo:

Dr(g(0%)) = eWeTh  — g(0%) = 0T (4.12)

Embora os elementos de um grupo de Lie possam sempre ser expressos conforme
a Eq. (4.12), a forma assumida por Dg(g(f#*)) ndao é independente da representacio,
pois os geradores T} dependem desse fator. No entanto, ha uma estrutura importante
correspondente ao grupo, denominada como algebra de Lie, que independe da representacao

de seus elementos.

A definicao da algebra de Lie, satisfeita pelos geradores TF, pode ser obtida a
partir da Eq. (4.6) que caracteriza uma representacao de G como aquela que preserva a
estrutura do grupo. Dessa forma, uma vez que os elementos de um grupo de Lie podem

ser representados segundo a Eq. (4.12), a estrutura do grupo deve ser mantida:
Dr(g1)Dr(g2) = Dr(g1gs) — e e i = /% i, (4.13)

No entanto, visto que os geradores T4 e T% sdo descritos por matrizes que podem nao ser

comutativas, o parametro 0. nao resulta simplesmente na soma de « e 3:

. a b - a a - a
ezaaTReszTR _ ewcaTRezﬁaTR 7& ez(aa—i-ﬁa)TR’ (414)
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em que usamos a relagao
eAeB £ ATE (4.15)

valida para quaisquer matrizes nao comutantes A e B. Desse modo, é necessario que a
forma assumida pelo pardmetro ¢, seja determinada. Para isso, expandimos as fun¢oes
exponenciais do lado esquerdo da Eq. (4.13) em série de Taylor até segunda ordem nos

parametros «a e 3 e tomamos a fun¢ao logaritmica:

i6.T5, = log [(1 + iat, T - ;(aaTE)Z) (1+ipTh - ;<6bT}é)2)]

(4.16)
. . 1 1
=log [1 + iaeTf + BTy, — 5 (TR = S (BTR) ~ B THTE].
Utilizando a expansao log(1 + x) ~ = — %2, obtemos:
1
615 ~ ia,Ta + i Th — iaaﬁb(Tng — TET4)
(4.17)

1
1615 ~ ia,Ta + i Th — 5a[Th, Th,

em que definimos o comutador [T%, T%] = T&TE—TETE. Essa equagio pode ser reorganizada
da seguinte forma:
_22(56 — Q¢ — BC)T}C% ~ aaﬁb[Tﬁv TI%]? (418)

na qual renomeamos os indices mudos a e b. Tendo em vista que essa expressao deve ser
satisfeita para quaisquer a, e (B, 0 termo —2i(d. — a. — () deve ser proporcional a esses

parametros. Logo:
_Zi(éc - Qe — Bc) = O‘aﬁbfabc; (419)
com f% . sendo denominadas como as constantes de estrutura. Com isso, a dlgebra de Lie

¢ definida como:
[Th, Tr) = if ™ T, (4.20)

a qual é satisfeita pelos geradores de um grupo de Lie, em qualquer representacao.

As constantes de estrutura nao dependem da representagao do grupo, embora o
mesmo nao ocorra com os geradores 1. Em particular, para grupos de Lie Abelianos,
nos quais os elementos g(6%) comutam entre si, essas constantes sao nulas. Isso porque os
elementos g(6*) podem ser expressos como fungoes exponenciais dos geradores do grupo
(Eq. (4.12)), de forma que a comutatividade desses elementos implica na comutatividade

dos geradores.

Um exemplo de representacao de um grupo de Lie é aquele definido como adjunto,
no qual os geradores T sao expressos como matrizes cuja dimensao é a mesma do grupo.
Nesse caso, os indices das matrizes sao iguais aqueles dos geradores T%. Assim, as matrizes

podem ser expressas pelas proprias constantes de estrutura que definem a algebra de Lie:

(Togi)ve = —if " pe- (4.21)
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Outra representacao bastante comum ¢é a fundamental, na qual os geradores T3 sao
descritos por matrizes cuja dimensao coincide com aquela em que os elementos do grupo

sao definidos.

4.2 Teorias de calibre Abelianas

As teorias de calibre Abelianas sao aquelas descritas por Lagrangianas que se
mantém invariantes sob a ac¢ao dos elementos de um grupo Abeliano, os quais dependem
de um parametro continuo e local #(x). O exemplo mais conhecido deste tipo de teoria é o
eletromagnetismo classico, que fornece a descrigdo da dindmica do campo eletromagnético

livre: )
L = _ZFWFW’ (4.22)

em que o tensor de intensidade do campo eletromagnético F),, (x) é definido por
Fun(@) = 0,Au() — D, A, (@), (4.23)
com A, (z) sendo o quadripotencial que representa o campo eletromagnético.

A Lagrangiana do eletromagnetismo é invariante sob a denominada transformagao

de calibre do campo A, (z):
Ay(2) = Ay(e) — 0,0(2), (124)

com o parametro continuo (z), sendo uma fungao qualquer do espago-tempo. De modo
equivalente, essa transformagao pode ser expressa em termos de um elemento U(z) do
grupo Abeliano U(1):

Au(w) = Au(z) = 0,(U)) U (), (4.25)

com U(z) = @),

Nos casos em que o pardmetro 6(z) da transformacao de calibre é meramente
global, isto ¢, nao depende do espago-tempo, o campo eletromagnético transforma-se na
representagao adjunta do grupo U(1). Nesse caso, a derivada em relagdo ao elemento
de U(1) se anula, assim como as constantes de estrutura que surgiriam nesse tipo de
representacao, visto que U(1) é um grupo Abeliano. Dessa forma, a transformacao do
campo eletromagnético é trivial, A,(x) — A,(z), diferente do caso nao-Abeliano que

veremos na Se¢ao 4.3, em que as constantes de estrutura nao sao nulas.

Podemos verificar a invariancia da teoria eletromagnética sob a transformacao de

calibre, aplicando essa transformacao ao tensor de intensidade F),, (z):

Fu () = 0, (Au(@) = 0,0(x)) = 0, (Au() = 0,0(x)) = Flu (), (4.26)

em que usamos a propriedade de comutatividade das derivadas. Com esse resultado,

concluimos que F),,(z) é invariante sob a transformacgao de calibre, o que implica na
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invariancia da Lagrangiana do eletromagnetismo, a qual é expressa pelo produto dos

tensores F),, ().

A transformacao de calibre de A,(z) assegura a simetria local exibida pelo eletro-
magnetismo. Tal propriedade intrinseca do campo eletromagnético pode ser estendida a
outras teorias por meio de um método denominado como acoplamento minimo. Através
desse processo, teorias que em principio exibem apenas simetrias globais, também passam
a ser invariantes sob transformacoes de simetria locais. Além disso, essas teorias, denomina-
das como teorias de calibre, passam a descrever a interacao entre o campo eletromagnético

e os demais campos que as compoem.

A Lagrangiana de Dirac, que descreve particulas fermionicas de spin 1/2, é um
exemplo de teoria que exibe apenas simetria global (U(1)), mas que pode se tornar uma
teoria de calibre através do método de acoplamento minimo. Antes desse processo, a

Lagrangiana de Dirac é expressa da seguinte forma:
Lp = V(iv"9, —m)V, (4.27)

na qual o espinor de Dirac W(x) é expresso em termos dos espinores de Weyl,

U= (Z}ig;) , (4.28)

em que os subscritos L e R representam férmions levégiros e dextrdgiros!, respectivamente.
As matrizes v*, na representacao quiral, sao:
0 __ 0 IQ><2 i
V= e
[2><2 0

0 o
. , 4.29
) (129
com o’ sendo as matrizes de Pauli,

01:<0 1), 02:<Q _i) e 03:(1 0). (4.30)
10 t 0 0 -1

A transformacao de simetria global do grupo U(1) que mantém a Lagrangiana de

Dirac invariante é dada por:
U(x) = U,¥(x), (4.31)

na qual U, = ¢'? ¢ a representacio de um elemento de U(1) com g, interpretado como a
carga do campo ¥(z), sendo o gerador do grupo. Podemos verificar que essa transformagao

nao altera a forma de Lp:

Lp — e OV (iy"0, — m)e VU = Lp. (4.32)

L Férmions dextrégiros exibem spin e momento linear paralelos. Nos férmions levégiros, essas quantidades

fisicas sao antiparalelas
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Por outro lado, a Lagrangiana de Dirac nao é invariante sob a transformacao de simetria

local do grupo U(1), definida da seguinte forma:
U(z) = Uy(x)¥(z), (4.33)

em que U,(z) = €@ com o pardmetro 6(z) agora sendo expresso como uma funcio

qualquer do espago-tempo. Ao aplicarmos essa transformagao a Lagrangiana Lp, obtemos:

Lp — e PO (int9, — m)e POV = U(iy"d, —m)U — qU(1"0,)V # Lp,  (4.34)
na qual vemos que L de fato nao é invariante sob a transformacao de simetria local de
U(1).

Para que a Lagrangiana de Dirac também exiba simetria local do grupo U(1),
utilizaremos o método de acoplamento minimo. Nesse processo, o campo eletromagnético

A, (z) é introduzido a teoria através de um objeto definido como derivada covariante:
D, ¥(x) = (9, + igA, (x)) ¥(a), (4.35)

a qual deve substituir a derivada ordindria 0, presente na Lagrangiana Lp. Esse objeto é
construido de modo que sua transformagao ocorra da mesma forma que aquela do campo

U(x), o que garante simetria local & teoria:

DU (x) = [0 + iq(Au(x) — 9u0(x))] €W (2)

(4.36)
— ) D ().
Ou, em termos do elemento do grupo U(1):
D,V(x) = Uy(x)D, ¥ (x), (4.37)

em que utilizamos as transformacoes locais dos campos A, (z) e ¥(z), dadas pelas Egs.
(4.24) e (4.33), respectivamente.

Ao substituirmos a derivada covariante na Lagrangiana de Dirac (Eq. (4.27)),

obtemos:

Lp =YD, —m)V, (4.38)
ou, de forma explicita,
Lp = V(i"d, —m)¥ — gA,Uy"V. (4.39)

Com essa substituigdo, a teoria se torna invariante sob as denominadas transformagcoes de

calibre, expressas pelas transformacoes locais dos campos A, (z) e ¥(x):

U(z) = C@U(x) e Ay (z) = A, () — 9,0(x), (4.40)
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que em termos dos elementos de U(1) sdo expressas por
U(x) = Uyz)¥(x) e Aulz) = Aullx) — (0,U(z)UT (). (4.41)

E importante notar que essa teoria nio deixa de exibir a simetria global do grupo U (1). Ao
tomarmos #(x) como um parametro global nas transformagoes de calibre, a Lagrangiana,

de Dirac (Eq. (4.39)) continua sendo invariante:

Lp — e Uiy 0, — m)e PV — qA, e O Uyte Y = L. (4.42)

Podemos identificar que, além de um termo cinético para o campo W¥(z), a Lagran-
giana de Dirac, expressa pela Eq. (4.38) também exibe um termo de acoplamento que

descreve a interacao entre o campo fermionico e o eletromagnético:
Eint = _qA,u\IVYu\Ija (443)

em que U~A*U é a corrente conservada devido & simetria global U (1), que pode ser obtida
através do teorema de Noether [55]. Entretanto, ndo identificamos nessa teoria um termo
cinético para A, (x) que é, entao, interpretado como um campo sem dindmica, o que nao é
valido. Isso pode ser corrigido por meio da introducao da Lagrangiana do eletromagnetismo
classico (Eq. (4.22)), que descreve a dinamica de um campo eletromagnético livre, a

Lagrangiana de Dirac:

1
Lo =W(iy" Dy —m)¥ — L F"F,,. (4.44)

E importante notarmos que a introducdo da Lagrangiana do eletromagnetismo nao viola
a simetria local U(1) exibida por Lp, pois também ¢ invariante sob a transformagao de

calibre do campo A, ().

A teoria de calibre Abeliana expressa pela Eq. (4.44) é conhecida eletrodindmica
quantica (QED, do inglés Quantum eletrodynamics). Essa teoria descreve a interagao de
particulas fermionicas de spin 1/2, a qual é mediada pelo campo eletromagnético, cujas
excitagoes dao origem aos fétons. Assim, a interacao entre férmions ocorre por meio da

troca dessa particula, compreendida como o béson de calibre dessa teoria.

Desse modo, através do método de acoplamento minimo, introduzimos o campo
eletromagnético a Lagrangiana de Dirac, de forma a acopla-lo ao campo fermionico e
garantir a simetria local U(1) a teoria. De modo geral, quando esse método é aplicado
a uma teoria que exibe uma simetria global qualquer, ha a introdugdo de um campo
A, (z) para cada gerador do grupo de simetria em questdo. Embora compartilhem da
mesma propriedade de transformacao exibida pelo campo eletromagnético, os campos
A, (x), denominados como campos de calibre, descrevem bésons vetoriais de spin 1 e nao

exclusivamente o foéton.
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O método de acoplamento minimo pode ser naturalmente estendido as teorias que
exibem simetrias globais associadas a grupos nao-Abelianos, a partir da construgao que
desenvolvemos para o grupo U(1). Para isso, as transformagoes de calibre (Eq. (4.41)) e a
derivada covariante (Eq. (4.35)) devem ser generalizadas, como veremos ao longo da se¢ao

seguinte.

4.3 Teorias de Yang-Mills

As teorias de Yang-Mills [56] sao teorias de calibre baseadas no grupo de simetria
nao-Abeliano SU(N), que generalizam as propriedades exibidas pela QFED, as interagoes

fundamentais eletrofraca e forte, descritas pelo Modelo Padrao.

Podemos construir uma teoria de Yang-Mills a partir do método de acoplamento
minimo, generalizando a construcao desenvolvida na Secao 4.2, para o caso nao-Abeliano
SU(N). Para isso, suponha uma teoria descrita por um conjunto de campos fermionicos
U (z), com v = 1,2,...,dim(R), sendo R uma representacao do grupo SU(N). Entao, a

transformagao dos campos W®(z), é definida como:
U(z) = Ug(z)¥(x), (4.45)
ou, em termos de suas componentes,
U (x) — (Ug(x))* ¥ (x)”, (4.46)

em que Ug(z) é a representacdo de um elemento do grupo SU(N). Conforme vimos
anteriormente, esse elemento pode ser expresso como uma fungao exponencial dos geradores
T% do grupo:

Ug(z) = 9" @7k (4.47)

no qual os parametros locais 0% (z) foram redefinidos como g #°(z), com g sendo interpretada

como a constante de acoplamento da teoria.

Para que a simetria local do grupo SU(V) seja garantida por meio do acoplamento
minimo, é necessario que campos de calibre sejam introduzidos a teoria. O grupo de
simetria em questdo exibe um conjunto de N? — 1 geradores, o que implica na introducao
de N? —1 campos de calibre. Para descrever todos esses campos, a matriz A,(z) é definida

como

Au(x) = Al (2) T, (4.48)

na qual os denominados campos de calibre ndo-Abelianos sdo denotados por Af(z). A

matriz A, (x), se transforma do seguinte modo:

Au(@) = Up() A, (2)U(x) = ~(9,Ur(2)) Up(x), (4.49)

)
9
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com Ug(x) dado pela Eq. (4.47).

Embora a transformacao da matriz A,(z) dependa da representacao do grupo
SU(N), o mesmo nao ocorre com os campos Af(r). Podemos demonstrar que a transfor-
macao de calibre desses campos independe da representacao, através de uma transformacao
infinitesimal

Ur(z) = 1 +ig0*(x) T + O(6?), (4.50)

aplicada & matriz A,(x). Assim, a Eq (4.49) se torna:

Au(w) = AR — (1 + g0 (2)TH) ALTE (1 — igh°(x)T5)
— ;[au(1 +ig" (x)T5) | (1 — igh°()TF,) (4.51)

= A, T+ (0,0 () Th — gAu0° () f**°T, + O(67),

em que usamos a defini¢io da algebra de Lie, expressa por [T'4, Th] = i f*T%, com fab
sendo as constantes de estrutura. Com esse resultado, concluimos que os campos de calibre

Af () transformam-se como:
Al(z) = A%(x) + 0,0 (x) — g f*"0" () AL (x) + O(67), (4.52)

na qual rearranjamos os indices mudos a,b e c. Essa transformacao é independente da
representacao do grupo SU(N), visto que as constantes de estrutura sdo as mesmas para
qualquer representacao. Isso também significa que quando o parametro da transformacao é

simplesmente global, f(z) — 6, os campos Af () transformam-se na representacao adjunta:
a a abcpnb Ac
A#(x) — Au(x) —qgf*0 Au(x), (4.53)

a qual ainda ¢ independente da representagao do grupo SU(N), devido as constantes de

estrutura.

Os campos de calibre sao introduzidos a teoria, através da derivada covariante que,

para o grupo SU(N), é definida como:
DY (x) = (9, — ig Al (x)T3) ¥(), (4.54)

cuja transformagao depende da representagao, assim as transformagoes do campo ¥(z) e

da matriz A, (x):
D) > |0, ~ i (Unay U} — L0000 [Unk(o) = Ua D80, (059

em que usamos as Eqs. (4.45), (4.48) e (4.49).

A partir dessa construgdo podemos, entao, obter teorias de calibre SU(N), ou de

Yang-Mills, por meio do método de acoplamento minimo. Nesse processo, as derivadas
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presentes na Lagrangiana de uma teoria invariante sob a transformacao de simetria global
SU(N), sao substituidas pela derivada covariante expressa pela Eq. (4.54). Como resultado,
campos de calibre nao-Abelianos sao introduzidos a teoria, a qual passa a exibir simetria
local do grupo SU(N).

Como exemplo, consideremos a Lagrangiana de Dirac composta por N campos
fermibnicos ¥ (x)

L = (i), — m)p®. (4.56)
Através da substituicao da derivada ordinaria pela derivada covariante (Eq. (4.54)), obtemos
L = (i (D)™ — myp®), (4.57)

ou, de modo explicito,

L= i)y (0u°) + g ALy (Th)qgt” — mip 9. (4.58)

Nessa teoria, podemos identificar termos cinéticos para os campos fermionicos,

assim como um termo de interacao entre os campos fermionicos e de calibre
Lint = QAZ&QV”(TE)QMM' (4.59)

Entretanto, nao identificamos termos cinéticos para os campos AZ(x), 0s quais sao, entao,
compreendidos como nao dindmicos. Para que isso possa ser corrigido, introduzimos o

tensor de intensidade dos campos de calibre nao-Abelianos:
Fn(@) = 9, A (@) — 0, A (@) — gl Ay, A, (4.60)
cuja transformagao é expressa por
Fou(z) = Ug(z)F(2)Uf(z). (4.61)

Esse objeto também pode ser escrito em termos dos campos de calibre nao-Abelianos
Af (), através da definicio da matriz A, (z) (Eq. (4.48)):

Fu = 0,(A3TY) — 0,(AUTR) — igASTRAVTY + ig AL TR AT,

= (0,4, — 0,A}, — z‘gfabCAZAf/)T]% (4.62)
= FﬁuTl%v
com Fyj, sendo
L (z) = 0,A,(z) — 9,A; () — igfabcAZ(a:)Ai(x). (4.63)

A partir do tensor de intensidade F),, (x), podemos construir o objeto que atribui

dindmica aos campos de calibre nao-Abelianos AZ(x), o qual deve ser invariante sob a
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transformacao de calibre do grupo SU(N). Essa condigao é satisfeita por um objeto da

forma ]
—§tr (FMVFMV), (464)

conforme podemos verificar:

1 1
— 5t (Fu F") = = St (UF,, ULURF*U})

1
==t (UrULE,, F™) (4.65)

1
— — itr (FuVFﬂV)7

em que usamos a propriedade ciclica do trago tr(ABC) = tr(CAB) = tr(BCA) e que
U RUIT% = 1. Também podemos escrever esse objeto em termos das componentes do tensor

de intensidade:

1 17 1 a a 17
—5tr (F,F") = — ST (Fg,T*F™"™ T

1
= — g Fn F" e (10T7)
1 (4.66)
a buv sab
—_ — ZF'LLVF " (5

1 a auy
:_ZF'U’VF“7

ab) __ 1 gab
na qual usamos que tr (77°) = 56.
Com a atribuicao de dindmica aos campos de calibre nao-Abelianos, a Lagrangiana
de Yang-Mills com campos fermionicos de Dirac é expressa da seguinte forma:

. n e a oo 1 a prapy
Ly = iy (9,0%) + gAYy (Th) q0° — map®y® — ZF‘“’F ", (4.67)

a qual exibe simetria local do grupo SU(N), ou seja, é invariante sob as transformagoes
de calibre, definidas pelas Eqs. (4.46) e (4.52).

O termo que descreve a dinamica dos campos de calibre nao-Abelianos Af(z),
presente na Lagrangiana Ly s, também inclui termos de auto-interacao devido a definigao
do tensor F};,(z). Isso significa que em teorias de Yang-Mills, os bésons de calibre, res-
ponsaveis por mediar as interacoes fundamentais, interagem entre si. Na cromodinamica
quéntica, por exemplo, uma teoria de Yang-Mills com base no grupo de simetria SU(3), é
possivel observar a interacao entre gltions, os bosons de calibre que mediam a interagao
forte. Isso nao ocorre em teorias Abelianas como a (QED, na qual a interagao entre fétons

nao é observada.
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4.4 Teoria eletrofraca: setor escalar de Higgs

A teoria eletrofraca, que em conjunto com a cromodinamica quantica compoe o
Modelo Padrao da fisica de particulas, é uma teoria de Yang-Mills com base no grupo
de simetria SU(2) x U(1), a qual descreve a interagao eletrofraca entre as particulas
leptonicas [6, 7]. Essa interacao é mediada por quatro bésons de calibre, denominados
como bésons W, Z° e féton. Trés desses bésons estdo associados aos geradores do grupo
SU(2), enquanto um deles corresponde ao gerador do grupo U(1), uma vez que em teorias
de calibre o nimero de bésons mediadores ¢ igual ao nimero de geradores do grupo de
simetria. Além disso, a teoria eletrofraca também descreve o mecanismo de geragao de
massa das particulas leptonicas e dos bésons W+ e Z9 através do acoplamento dessas

particulas com o béson de Higgs.

A teoria eletrofraca pode ser dividida em dois setores: o leptdnico, o qual descreve
as interacoes associadas aos léptons e o setor escalar de Higgs, no qual a interacao entre os
boésons de calibre e o de Higgs é descrita. Nesse trabalho, nos restringiremos a abordagem
do setor escalar de Higgs da teoria eletrofraca, visto que nosso objetivo é inserir uma
corregao quantica nesse setor, o que sera apresentado ao longo do Capitulo 6. A descri¢ao

completa da teoria eletrofraca, incluindo o setor de léptons, pode ser encontrada em [6, 7].

A Lagrangiana que descreve o setor escalar de Higgs é expressa pela soma das

Lagrangianas de calibre £, e de Higgs Lj:

Ly =Ly+Lh. (4.68)

A Lagrangiana de calibre, que descreve a dindmica dos bosons mediadores da teoria

eletrofraca é expressa como:

1 1
L= —7BuB" = JWa, W, (4.69)

na qual os tensores de forca sao dados por

B (x) = 0,B,(x) — 0, B,(x)
(4.70)
e Wi () = 0,W(x)=0,Wi(x) —igf W) ()W (x),

com a =1,2,3.

Os trés campos de calibre denotados por W (z) sdo associados ao grupo SU(2) e
por isso, sao nao-Abelianos, enquanto o campo Abeliano B, () é associado ao grupo U(1).
Conforme discutido na Secao 4.3, o termo que descreve a dindmica dos campos Wﬁy(x)
também introduz termos de auto-interacao, devido a definicao do tensor de intensidade

para o caso nao-Abeliano.

Os campos de calibre W) (z) e W2 (z) estdo associados aos bésons W*. Por outro

lado, os campos W () e B,(x) sao redefinidos em termos dos campos de calibre A, (z),
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associado ao féton, e Z,(z), associado ao béson Z° [6, 7, 10]:
W) (x) = sinbw Ay (z) + cosOw Z,(x) e By(x) = cosbyA,(z) —sinby Z,(x), (4.71)

em que Oy é o angulo de Weinberg. Na Secao 5.3, veremos que a rotacgao sofrida pelos
campos Wj (z) e B,(x) é necesséria para que apenas os bésons W* e Z° adquiram massa

através do acoplamento com o bdson de Higgs.

A Lagrangiana de Higgs £;, a qual descreve a dindmica do béson de Higgs, ¢é

definida como:
Ly, = (D) (Do) — V(p'p), (4.72)

sendo ¢(x) o dubleto de Higgs, expresso em termos de dois campos escalares complexos:

o(z) = (¢16za1) : (4.73)
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com as componentes ¢1(x), pao(x), ag(x) e as(x) sendo campos escalares reais. A derivada

covariante em L, é dada por:
Dup(x) = (9, — igT* Wi (x) — ig TB,(x) ) (), (4.74)

na qual g e ¢’ sdo as constantes de acoplamento, adimensionais, dos grupos SU(2) e U(1),

respectivamente. Essas constantes se relacionam da seguinte forma [6, 7]:

> 99

sendo e a carga elétrica adimensional, em unidades naturais. Os geradores dos grupos
SU(2) e U(1), T* e T, respectivamente, assumem as seguintes formas na representagao
fundamental:

o? 1

T4 = ? e T = §YW:H-2><27 (476)

em que Yy é a hipercarga fraca?, enquanto o sdo as matrizes de Pauli, definidas pela Eq.
(4.30). A representacao dos geradores dos grupos SU(2) e U(1), expressa em termos de
matrizes 2 X 2, é necessaria uma vez que o campo de Higgs é representado por um dubleto,

isto é, exibe dimensao 2.

O potencial V(pfp), presente na Lagrangiana de Higgs, é expresso como uma

auto-interacao do dubleto de Higgs o(z):

Viplp) = A22( fo —n?)?, (4.77)

A hipercarga fraca é associada a carga elétrica e a terceira componente do isospin. A relagao entre
esses geradores ¢ dada através da féormula de Gell-Mann-Nishijima [57, 58]:

2

s Y
=734+ 2
Q +5
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em que \ é a constante adimensional de auto-acoplamento de ¢(z), enquanto o pardmetro

71 exibe dimensao de massa.

Desse modo, podemos expressar a Lagrangiana do setor escalar de Higgs da seguinte
forma: . .
‘Ch,g = (DM@)T(DMQD) — ZBMVBMV — Z

a qual é invariante sob as transformagoes de calibre do grupo SU(2) x U(1), definidas

W, W +V (olp), (4.78)

como:
o(x) — @ BT () B, (r) — Bu(z) — 9,8(z), (4.79)

e Wi(r) = Wi+ 0,0%x) — gf“bceb(x)Wlf(x),
sendo 0%(x), com a = 1,2,3, e 5(x) os pardmetros locais dessas transformagoes.

Uma teoria de Yang-Mills, como a eletrofraca, nao comporta termos de massa
para os bosons de calibre, pois esses termos violam a simetria local. Por esse motivo, a
Lagrangiana do setor escalar de Higgs nao exibe termos de massa para essas particulas.
No entanto, os bésons de calibre W e Z° sdo observados experimentalmente como sendo
particulas massivas [59]. Dessa forma, as massas dessas particulas sdo geradas através de
um mecanismo que evita a quebra explicita da simetria de calibre SU(2) x U(1). Nesse
processo, o potencial expresso pela Eq. (4.77) atribui um valor esperado de vacuo nao nulo
ao dubleto de Higgs, o que induz a quebra espontanea da simetria SU(2) x U(1). Apés
essa quebra, os bosons W+ e Z° passam a interagir com o béson de Higgs e adquirem
massa, enquanto o féton permanece nao massivo. Veremos os detalhes desse processo,

conhecido como mecanismo de Higgs, na Secao 5.3.
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5 Quebra espontanea de simetria

A quebra espontéanea de simetria (global ou local), ocorre quando uma teoria exibe
uma familia de estados de vacuo que relacionam-se por meio de uma transformagao de
simetria, sob a qual a Lagrangiana ¢ invariante. Na teoria eletrofraca, esse mecanismo é
essencial para a geracdo de massa dos bésons mediadores W+ e Z° sem que haja a quebra

explicita da simetria SU(2) x U(1), exibida por essa teoria.

Na Secao 5.1, veremos que o processo de quebra espontanea de uma simetria global
implica no surgimento de particulas nao massivas, denominadas como bosons de Goldstone.
Na Secao 5.2, discutiremos sobre a quebra espontanea de simetria em teorias de calibre.
Veremos que, nesse caso, esse processo esta associado a geragao de massa dos bosons de
calibre. Por fim, na Secao 5.3 trataremos da quebra espontanea de simetria no setor escalar
de Higgs da teoria eletrofraca, a partir da qual ocorre a atribuicao de massa aos bdsons
W= e Z°. Essas secoes foram desenvolvidas com base nas referéncias [3, 47, 48] e naquelas

citadas durante o texto.

5.1 Quebra espontanea de simetrias globais

A quebra espontanea de simetria global ocorre quando a Lagrangiana de uma
teoria exibe tal simetria, enquanto apresenta uma familia de estados de vacuo que nao
sdo simétricos. A simetria €, entdo, quebrada espontaneamente quando o préprio sistema
escolhe um desses estados fundamentais, ao redor do qual a teoria é perturbada. Apds o
processo de quebra espontanea, a teoria passa a exibir particulas nao massivas denominadas

como bosons de Goldstone.

Para entendermos como esse processo ocorre, consideremos uma teoria descrita por

um campo escalar complexo e massivo, cuja Lagrangiana ¢é expressa por:

L= 0,0 0"p = V(|p(x)]), (5.1)

a qual é invariante sob a transformagao de simetria global do grupo U(1):

p(x) = U(0)p(z), (5:2)

0

em que U(f) = € é a representagao de um elemento do grupo U(1), com € sendo o

parametro global dessa transformagao, enquanto o gerador de U(1) é apenas a identidade.

O potencial V (Jp(x)|) dessa teoria descreve uma auto-interacao do campo escalar

p(): )

Vilp)) = 5 (le@P - )’ (53)
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com A sendo a constante de acoplamento, adimensional, da auto-interac¢ao de ¢(z), enquanto
n é um pardmetro com dimensao de massa. O potencial V' (|¢(x)|) é responsével por atribuir
um valor esperado de vacuo nao nulo a (), que caracterizard a familia de estados de
vacuo exibida pela teoria. A minimizacao desse potencial fornece o valor esperado de vacuo
do campo p(z):

X(le@)? =n*) =0 — |p(@)| =n. (5.4)

Uma vez que ¢(x) é um campo complexo, podemos expresséa-lo como:

p(a) = lp(x)]e®, (5.5)

com a componente a(z) sendo um campo real. Assim, todo campo ¢(x) cujo médulo
satisfaga a Eq. (5.4), constitui um estado de vacuo, de modo que a teoria passa a exibir

um conjunto desses estados, descritos da forma:

o(x) = ne ™, (5.6)
para qualquer campo «(x).

Podemos ver que, embora a Lagrangiana da teoria se mantenha invariante sob a
transformagao de simetria global do grupo U(1), definida pela Eq. (5.2), o mesmo nao

ocorre com um estado de vacuo arbitrario ¢o(x):
po(x) =ne*® — peiolel = @) o po(z). (5.7)

Dessa forma, a Lagrangiana exibe uma simetria que nao é compartilhada pelos estados

fundamentais da teoria.

O resultado expresso pela Eq. (5.7), indica que a transformagao de simetria de um
estado de vacuo qualquer, gera um segundo estado fundamental equivalente ao primeiro.
Desse modo, a teoria passa a exibir uma familia de vacuos equivalentes entre si. A quebra
espontanea de simetria ocorre, entao, a partir da escolha de um desses estados, ao redor
do qual a teoria é perturbada. Vale destacar que a teoria obtida apds a escolha de um dos
estados fundamentais é completamente equivalente as demais teorias que poderiam ser

obtidas caso outros estados de vacuo fossem escolhidos.

Dessa maneira, para que a simetria U(1) seja quebrada espontaneamente, escolhe-
mos um dos estados de vacuo equivalentes, ao redor do qual faremos uma perturbacao.

Por conveniéncia, escolhemos o vacuo real, expresso por:

p(z) =n. (5.8)

Para que esse estado seja perturbado, introduzimos um novo campo escalar complexo p(z):

Po) = 1+ (o) = 1+~ (x(@) + i0(@). (5.9)
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em que o fator 1/4/2 é usado por conveniéncia, enquanto os campos escalares reais x(z) e

Y (z) sao os componentes de p(x).

Assim, para que possamos analisar a teoria apds o processo quebra espontanea de
simetria, substituimos a expansao do campo ¢(z) (Eq. (5.9)) na Lagrangiana definida pela

Eq. (5.1). Com isso, obtemos:

1 1 A2
L= 00" X + 50000 — = (2vV20x +x* + 07

2
, (5.10)
na qual identificamos termos cinéticos para os campos x(x) e ¥(z), assim como termos de

interagao. Além disso, reconhecemos um termo de massa para o campo x(x):

1

L 5

(2X\%°)x%, (5.11)

enquanto ¥ (z) é descrito pela teoria como sendo um campo nao massivo.

A assimetria observada entre os campos x(z) e ¥(z), no que diz respeito as suas
massas, pode ser compreendida através da Figura 5. Nessa ilustragao, podemos interpretar o
campo ¥ (x) como excitagdes que tangenciam o estado de vacuo e que, portanto, conservam
a energia do sistema. Por outro lado, y(z) é associado a flutuagoes ortogonais ao estado
fundamental, de modo que a energia nao é conservada. Por esse motivo, o campo x(x) é

massivo, diferentemente de ¢ (x).

Figura 5 — Potencial que descreve a auto-interacao do campo escalar ¢(x). Retirado de [3].

Portanto, como consequéncia do processo de quebra espontanea da simetria global
U(1), a teoria, antes descrita apenas pelo campo escalar complexo ¢(z), passou a ser
expressa em termos de dois campos escalares reais: x(x), o qual é massivo e 1(x), que é
nao massivo. Além disso, apds a quebra espontanea de simetria, a Lagrangiana expressa
pela Eq. (5.10) nao exibe a simetria global do grupo U(1), uma vez que ¢ (x) e x(z) sao

campos escalares reais.
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O surgimento de um campo nao massivo apds a quebra espontanea de uma simetria
global é justificado pelo teorema de Goldstone [60, 61]. Nele, se estabelece que para cada
gerador do grupo de simetria que sofre quebra espontanea, uma particula nao massiva de
spin 0, denominada como bdson de Goldstone, surge na teoria. Apds a quebra espontanea
da simetria global U(1), abordada nessa se¢ao, observamos o surgimento de apenas um
béson de Goldstone, descrito pelo campo ¥ (z), uma vez que o grupo de simetria em

questao possui somente um gerador.

5.2 Quebra espontanea de simetrias de calibre

Os aspectos exibidos por uma teoria apds o fendmeno de quebra espontanea
dependem do tipo de simetria que ¢é violada nesse processo. Conforme vimos na se¢ao
anterior, quando uma simetria global é quebrada espontaneamente, particulas nao massivas,
conhecidas como boésons de Goldstone, surgem na teoria. No caso das teorias que exibem
simetria local, as implica¢oes de um processo de quebra espontanea sao diferentes. Embora
nesse caso também surjam bosons de Goldstone, a liberdade de calibre exibida por esse
tipo de teoria ¢é utilizada para que tais particulas sejam eliminadas. Como consequéncia
dessa exclusao, os bésons de calibre presentes na teoria tornam-se particulas massivas.
Esse processo, denominado como mecanismo de Higgs [5], é essencial para a geragao de
massa dos bosons de calibre, uma vez que as massas dessas particulas ndo podem ser

adicionadas diretamente na Lagrangiana da teoria pois violam a simetria local.

Para que possamos entender os processos envolvidos no mecanismo de Higgs,
consideremos uma teoria de calibre com base no grupo U(1), a qual descreve um campo

escalar complexo p(z):

L= (D) (D) = V(ipl@)) = {Fw ™, (5.12)

em que a derivada covariante é dada por

Dyp(z) = (94 + iqAu(2) ) (), (5.13)

com A,(x) sendo o campo de calibre. O potencial V (|p(x)|), presente na Lagrangiana, é
o mesmo que utilizamos na Sec¢ao 5.1, expresso pela Eq. (5.3), o qual é responsavel por

atribuir um valor esperado de vacuo nao nulo ao campo ¢(z).

A Lagrangiana definida pela Eq. (5.12) é invariante sob as seguintes transformacoes

de calibre do grupo U(1):
o(z) = p(x)e @ A, () = Au(z) — 0,0(x), (5.14)

em que f(x) é o pardmetro local das transformagoes de simetria.
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Devido ao valor esperado de vacuo nao nulo atribuido ao campo ¢(x) pelo potencial
V(|e(x)]), a teoria de calibre apresenta uma familia de estados de vacuo, caracterizados
por:

p(z) = ne®, (5.15)

para qualquer campo «a(x), assim como vimos na Se¢ao 5.1. Embora a Lagrangiana da
teoria seja invariante sob as transformacoes de simetria expressas pela Eq. (5.14), o mesmo
nao ocorre com a familia de estados fundamentais exibida pela teoria. Isso pode ser visto,

ao aplicarmos a transformacao de calibre sobre um estado de vacuo arbitrario ¢o(z):

po(x) = e — el ) — peior(®) oL g (), (5.16)

A quebra espontanea da simetria de calibre U(1) ocorre, entao, a partir da escolha
de um dos estados fundamentais exibidos pela teoria. Desse modo, para que a simetria em
questao seja quebrada espontaneamente, escolhemos um dos estados de vacuo da teoria e

realizamos excitagoes ao seu redor:

1
ﬁf(x),

em que a perturbacao {(z) é um campo escalar complexo, o qual também pode ser expresso

o(z) = e @ 4 (5.17)

na forma polar. Assim, obtemos:

o) = e+ Jopla)e = (14 Tpla)) e, 5.15)

sendo p(x) e ¥(x) campos escalares reais, componentes de £(x). Visto que qualquer campo

o/(z) constitui um estado de vacuo (Eq. (5.15)), escolhemos o (x) = 1(x).

Na equagao (5.18), podemos utilizar a transformagao de calibre, expressa pela Eq.
(5.14), para eliminar um dos graus de liberdade do campo ¢(x) através de uma escolha
conveniente do parametro local §(z). Ao aplicarmos a transformagao de simetria sobre o

campo @(z), temos:
1 . .
w@ﬁQw¢¢m}M%W% (5.19)

sendo que o parametro 0(x), expresso por uma fungdo qualquer do espago-tempo, pode ser
escolhido livremente (liberdade de calibre). Ao considerarmos 6(z) = —«(z)/q, o campo

©(x) assume a seguinte forma:

1
p(x) =1 ﬂp( ) (5.20)
o qual possui apenas um grau de liberdade, visto que a componente «(x) foi eliminada
por meio da liberdade de calibre.

Desse modo, podemos analisar a teoria apds a quebra espontanea de simetria,

substituindo o campo ¢(x), expresso pela Eq. (5.19), na Lagrangiana (Eq. (5.12)). Com
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isso, obtemos:

V2

na qual podemos reconhecer termos cinéticos para os campos p(z) e A,(z), assim como

1 ? \? 2 1
L= iﬁup tp+q° <77 + p) A AN — §(2\/§77p + p2) — ZF‘“’FW’ (5.21)

termos de intera¢ao. Além disso, podemos identificar termos de massa para ambos os
campos:

1 1
Lur = 5(20P7P) A A% — S(200P) 2 (5.22)

Podemos observar que a quebra espontanea da simetria de calibre U(1), nao
produziu nenhuma particula ndo massiva, diferente do que vimos na quebra espontanea da
simetria global U(1). Na verdade, a componente a(x) do campo ¢(z), que daria origem
ao bdoson de Goldstone, foi eliminada através da liberdade de calibre, na Eq. (5.19). Por
outro lado, o béson de calibre A, (z), descrito inicialmente como uma particula sem massa,

se tornou massivo apés o processo de quebra espontanea.

Um ponto que vale a pena ser discutido refere-se ao fato de que a liberdade de
calibre permite que qualquer um dos graus de liberdade do campo () seja eliminado. Na
Eq. (5.19), escolhemos o parametro §(z) a fim de que a componente «(z) fosse cancelada.

No entanto, também podemos escolher um parametro 6(z) da forma:
—1 i
0(z) = —In (vV2n) + —1In (V21 + p(z)), 5.23
() = — (v2n) p ( (v)) (5.23)

o qual permite que a componente p(z) seja eliminada. Com essa escolha, o campo ()

passa a ser dado por:
p(z) = e, (5.24)

o qual exibe apenas um grau de liberdade, a(x).
Ao substituirmos o campo ¢(z) (Eq. (5.24)) na Lagrangiana da Eq. (5.12), obtemos:
1
L = n*(0,a0"a) + ¢*n* A, A" + 2qn* A*(0,a) — ZFWF“”. (5.25)
Nessa Lagrangiana, podemos observar um termo de acoplamento cinético da forma:
Line = 2qn* A*(0,,0), (5.26)

indicando que o campo escalar a(x) se transforma no campo de calibre A, (x). Isso estd
associado ao fato de que os campos foram identificadas equivocadamente dentro da teoria
[4]. Por essa razao a liberdade de calibre é utilizada de forma a eliminar a componente

a(x) do campo escalar ¢(x), e ndo a componente p(z).
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5.3 Quebra espontanea de simetria no setor escalar de Higgs

No setor escalar de Higgs da teoria eletrofraca, a quebra espontanea de simetria é
responsavel por atribuir massa aos bésons de calibre W+ e Z°. Esse mecanismo torna-se
necessario uma vez que, experimentalmente, essas particulas sao identificadas como sendo
massivas e termos de massa para bosons de calibre nao podem ser adicionados diretamente
ao setor de Higgs, pois violam a simetria local SU(2) x U(1). As massas obtidas através
da quebra espontanea de simetria, por outro lado, permitem que a teoria eletrofraca ainda

seja renormalizéavel [8].

A Lagrangiana do setor escalar de Higgs exibe um potencial que é responsavel
por atribuir um valor esperado de vacuo nao nulo ao dubleto de Higgs, de modo que a
teoria passa a apresentar um conjunto de estados de vacuo nao simétricos. Assim como
vimos nas se¢oes anteriores, a quebra espontanea de simetria ocorre por meio da escolha
de um desses estados, em torno do qual a teoria é perturbada. Apds a quebra espontanea
da simetria SU(2) x U(1), os bésons W= e ZY passam a interagir com o béson de Higgs.
Como resultado desse processo (mecanismo de Higgs), os bésons W+ e Z° adquirem massa,
enquanto o féton, que também media a interagao eletrofraca, permanece sem massa, uma

vez que nao interage com o bdéson de Higgs.

Para entendermos os detalhes do mecanismo de Higgs no contexto da teoria
eletrofraca, consideremos a Lagrangiana do setor escalar de Higgs, definida na Secao 4.4
como:

1 1
Ly = (DMSO)T(DMD) - ZWZVWQW - ZBMVBHV — V(QOTQO), (5.27)

que é invariante sob as transformagoes de calibre do grupo SU(2) x U(1), definidas pela Eq.

(4.79). O dubleto de Higgs ¢(x) é expresso em func¢ao de dois campos escalares complexos

o(z) = (¢16ia1) : (5.28)

09 ela2

da seguinte forma:

com as componentes ¢1(x), pao(x), ag(x) e as(x) sendo campos escalares reais. A derivada
covariante dessa teoria, é dada por:
1

59 Bu@)Y (1) 5 7). (5.29)

(Dup(a))* = By () — TWi()(0)" 5 ¢° ()

com a = 1, 2,3, contabilizando os trés geradores do grupo SU(2), enquanto o = f = 1,2
compreende as duas componentes do dubleto de Higgs. Nessa representagao (fundamental),
os geradores do grupo SU(2) sdo expressos em termos das matrizes de Pauli, ao passo que

a hipercarga fraca Yy é o gerador do grupo U(1), conforme discutido na Secao 4.4.

O potencial V(p'p) presente em Ly, ,, é expresso como uma auto-interacio do

dubleto de Higgs:
)\2

V(e'e) = Z(ele = "), (5.30)
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o qual exibe a mesma forma do potencial que utilizamos ao longo desse capitulo. Tal
potencial atribui um valor esperado de vacuo nao nulo ao dubleto de Higgs, caracterizado
por:

oo = o) =n* = |e(x)] =n. (5.31)

Dessa forma, todo ¢(x) cujo médulo seja igual a 7, constitui um estado fundamental do
setor de escalar de Higgs. Assim, um conjunto de estados de vacuo (ndo simétricos) é

exibido pela teoria.

Conforme vimos da Secao 5.2, podemos utilizar a transformacao de calibre, nesse
caso do dubleto de Higgs, para eliminar alguns de seus graus de liberdade, uma vez que
podemos escolher livremente os parametros locais dessa transformacao. Na Secao 4.4,

definimos a transformacao do dubleto de Higgs da seguinte forma:

[1e %1 . ba

o(r) = PIE ) i@ @) T (5.32)
(p2€7/0!2

Assim, os pardmetros locais 0%(x), com a = 1,2, 3, e $(x) podem ser escolhidos de modo

que trés dos quatro graus de liberdade de ¢(x) sejam eliminados. Essas escolhas sdo feitas

a fim de que o dubleto de Higgs seja expresso em termos de um tnico campo real:

o(x) = (902(233)) : (5.33)

Dessa forma, a condi¢ao que caracteriza um estado de vacuo da teoria, definida pela Eq.

(5.31), pode ser reescrita em termos da tinica componente do dubleto de Higgs, yo(z):
plo = pi(x) =0’ = pa(a) = n. (5.34)

Sendo assim, podemos expandir o dubleto de Higgs ¢(x) ao redor de um estado

vacuo, conforme fizemos nas se¢oes anteriores:

0 0
#le) = (902(96)) B (77+ &‘5) ’ (5:35)

e, entao, analisar o setor escalar de Higgs apds a quebra espontanea de simetria. A
perturbagao x(x), realizada em torno do estado de vacuo, se trata de um campo escalar

real, o qual passa a ser denominado como campo de Higgs.

Dessa maneira, para analisar o setor escalar de Higgs apds o processo de quebra
espontanea de simetria, substituimos o campo (z), expresso pela Eq. (5.35), na Lagran-
giana Ly, ,. Primeiramente, podemos analisar como o termo cinético do dubleto ¢p(z) se

modifica apds a quebra espontanea. Para isso, substituimos (), na derivada covariante
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definida pela Eq. (5.29). Para primeira componente desse objeto, obtemos:
(D )1 _Q(Wl(al)l + W2(0'2)1 + W3(03)1 ) + X
wP) =5 W 2 p 2 1 2) " V2
ig' | X
- “ BN A
LB a(n+ )
9 X (e
== <n+ \/5> (Wu ZWM)

_ \fzg <n+§§> W,

(5.36)

na qual introduzimos a notacao [6]:

1
+ 1 Y172
Wt = ﬁ(WMiZWM). (5.37)

Analogamente, a segunda componente da derivada covariante resulta em:

(Dup)* = \}58,;( + ;(77 + \%) (ng - g'BM>. (5.38)

Essas duas componentes, expressas pelas Eqgs. (5.36) e (5.38), podem ser escritas na forma

0 ' —gV2W;
Dyup =0, ( . ) 42 (n X) ( 93\/_ " ) . (5.39)
n+%) 2 v2) \gW} - ¢'B,

Assim, podemos calcular o termo cinético do campo escalar ¢(x), a partir da

matricial como:

derivada covariante expressa pela Eq. (5.39):

1 g’ X\’ _
(D) (DM) = 5 IXOux + 7 (n + ) WHHw,

2 V2
(5.40)
9 X\ g g
+=(n+ =) (W —-=B*) (W —=B,],
4("\@)( g><“9“>
em que utilizamos a relagao (W, )* = W, obtida através da Eq. (5.37).
Podemos reescrever a Eq. (5.40), por meio das seguintes defini¢oes:
/
g=9>+ 3" 9 = cos Oy e 9 —sin Oy, (5.41)
g g

que estabelecem uma relagao entre as constantes de acoplamento g e ¢’ dos grupos SU(2) e
U (1), respectivamente, como o dngulo de Weinberg y, [10]. Esse dngulo esta relacionado as
rotacoes sofridas pelos campos Wg’(:p) e B,(x), as quais dao origem aos campos associados

ao bdson Z° e ao féton, conforme visto na Secdo 4.4.
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Desse modo, a partir das definigoes expressas pela Eq. (5.41), o termo cinético para
0 campo ¢(x), passa assumir a seguinte forma:
2

2
1
(D"0)!(Dyp) =50"xOux + gz (n + &%) (Wi, + ww?)

+ gz (77 + \%) <W3“ cos By — B* sin OW) (5-42)

X (W;’ cos By — By, sin 6)W>7

na qual também utilizamos a Eq. (5.37). Nesse ponto, os campos de calibre W2 (z) e B, (z)

sao redefinidos da seguinte forma [6, 7, 10]:
Wi(x) = sinbwAu(z) + cosOwZ,(x) e Byu(x) = cosbyA,(z) —sinbyZ,(z), (5.43)

em que A, (z) representa o campo eletromagnético, enquanto Z,(x) é o campo associado
ao boson Z°. Essas redefinicdes permitem que apenas os campos W/} (x), Wi(:v) e Z,(x)
acoplem-se ao campo de Higgs. Através dessa interacdo, os bésons W= e Z°, associados a

esses campos, adquirem massa, enquanto o foton permanece sendo nao massivo.

Dessa forma, apés as rotagoes sofridas pelos campos W2(z) e B,(x), a Eq. (5.42)

se torna:

1 g’ X\
(D"0)!(Dyp) =50"xOux + (n + ﬁ) (Whw, + w2 wz)
~2

2
9 X
— —= | Z¢Z
+ 1 <77—|—\/§> 1w

na qual identificamos os termos de massa para os campos de calibre Wj(z), W2(x),

(5.44)

associados aos bésons W=*:

My = \g/g (5.45)

assim como um termo de massa para o campo Z,(z), associado ao béson Z°,

_ g

M 5.46
Z \/5 ( )
As massas dessas particulas estao relacionadas através do angulo de Weinberg:
M,
WVZV = cos Oy . (5.47)

Para que possamos obter a descricao completa da teoria apds o processo de quebra
espontanea de simetria, precisamos também avaliar o potencial V (¢Tp) em termos do
campo ¢(z) expandido ao redor do estado de vacuo (Eq. (5.34)). Dessa forma, substituimos
esse campo no potencial expresso pela Eq. (5.30):

’ X

_ >\ 2.2 2 3 4
V(x) = 5 (277 xX°+ X ) (5.48)
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no qual identificamos um termo de massa para o boson de Higgs da forma:
My =2\, (5.49)

que, assim como as massas dos bésons W+ e Z°, é proporcional ao valor esperado de vacuo

do campo ¢(z), expresso pelo pardmetro 7.

Por iltimo, devido as redefini¢des dos campos W (x) e B, (x), os termos que

descrevem a dinamica dos campos de calibre passam a ser escritos da forma:

1 1
W2, W2 — ZZWZW - ZAWAW, (5.50)

1
4

1

L, = 1

1 luv
W, W —

na qual substituimos a Eq. (5.43) nas definigoes dos tensores de forga destes campos (Eq.
(4.70)).

Dessa maneira, apds a quebra espontinea da simetria SU(2) x U(1), a Lagrangiana

do setor escalar de Higgs assume a seguinte forma:

1 2 ?
Lng = 50" Xux + gz (n + 3/%) (Wl“Wj + WQ“Wj)

g X\’ Moo, 2 5 X (5.51)
< 707, — 2 (2 u :
*4(’7*&) - 2(”*&“*4)

1 1

1 1 luv 1 2 2uv v v
= WA W = SWR W = 2,2 — F P

4

E importante destacar que embora essa Lagrangiana exiba termos de massa para os
bésons de calibre, a teoria eletrofraca ainda permanece sendo renormalizavel, conforme

comentamos anteriormente.
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6 Modelo BSM

Neste capitulo, apresentaremos nossos desenvolvimentos para a construcao de um
modelo BSM para o setor escalar de Higgs. Nossa construcao baseia-se na introducao de
uma nova corregao quantica de um lago (proporcional a primeira ordem de k) ao setor de
Higgs. Essa correcao quantica, ainda nao considerada pelo Modelo Padrao na previsao da

massa do béson W*, origina-se na medida funcional da integral de caminho de Feynman.

Na Secao 6.1, apresentaremos como a corre¢do quantica com origem na medida
funcional foi obtida e introduzida ao setor escalar de Higgs. Na Secao 6.2, calcularemos as
massas das particulas desse setor, isto é, dos bésons W=, Z° e de Higgs, através da acdo
efetiva, a qual inclui a nova correcao quantica. Por fim, na Se¢ao 6.3, adicionaremos ao
nosso modelo as corregoes quanticas de um lago ja consideradas pelo Modelo Padrao na
previsdo da massa do béson W*. Ao longo desse capitulo, apresentaremos os fatores de
h explicitamente, para que as correg¢oes quanticas introduzidas ao setor escalar de Higgs

possam ser identificadas facilmente.

6.1 Correcdo quantica: medida funcional

Conforme vimos na Se¢ao 2.2, a medida funcional da integral de caminho ¢é definida

da seguinte forma:
Dy = A] dp®(2), (6.1)

o, T
com A sendo um parametro constante. Essa expressao denota o produto das integrais
realizadas sobre todas as configuragdes assumidas por cada campo ¢®(x) presente em uma

teoria. No entanto, esse é apenas um caso particular de uma defini¢do mais geral [28, 62]:

Dy = H de'y/Det Gy, (6.2)

em que o indice i, expresso na notacao de DeWitt [62], compreende o indice discreto «;,

assim como a coordenada continua z, de forma que dy’ = dp*(z).

A medida funcional, definida pela Eq. (6.2), garante que o funcional gerador Z[J]
de uma teoria mantenha-se invariante sob quaisquer redefinicoes dos campos ¢°. Isso é
assegurado pelo termo /Det G;;, que cancela os Jacobianos que surgem através de tais
redefini¢oes. O objeto G;;, presente nesse termo, é definido como a métrica do espaco de
configuracao dos campos. Esse espaco, por sua vez, pode ser compreendido como aquele em
que os campos de uma teoria formam os eixos de coordenadas, de modo bastante similar
ao espaco de configuracao definido em mecanica classica. Entretanto, nesse caso, para cada

ponto do espago-tempo, os campos que determinam os eixos assumem uma configuragao
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distinta, conforme ilustrado pela Figura 6. Desse modo, o espaco de configuracao dos
campos exibe dimensao infinita, diferente do que ocorre em mecanica classica. A métrica

G;; define, entao, qualquer medida geométrica neste espago.

9*(x)

°(x)

9*(x0)

¢'(x1)

Figura 6 — Exemplo de um espaco de configuracao para uma teoria composta por trés
campos.

No caso particular de uma meétrica trivial, isto ¢ G;; = 1, o termo /Det G; ¢ igual
a um, e a medida funcional é simplesmente expressa pela Eq. (6.1). No entanto, de modo
geral, esse termo gera contribui¢goes nao triviais a integral de caminho, que podem ser
interpretadas como correcoes quanticas de um laco a agao classica de uma teoria. Para
que a corregao quantica resultante nao viole a localidade exibida pelas teorias quanticas

de campos, a métrica G;; ¢ definida como:
Gij = Grs(¢")d(z — '), (6.3)

na qual a matriz G;(¢"), expressa como um funcional dos campos que compoem o espago

de configuracao, é obtida por aspectos de simetria.

Para que a contribuicao gerada pela medida funcional surja como uma corre¢ao
quantica de um lago a agao cldssica de uma teoria, partimos da definicdo do funcional

gerador (Eq. (2.58)), considerando a medida funcional expressa pela Eq. (6.2):

210 =11 / d'\/Det Gy e%(s[“"i”‘f“"i), (6.4)
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em que J;o' = [d'xJ,(x)p*(x), na notacio de DeWitt. O termo ,/Det G;;, pode ser

reescrito da seguinte forma:
\/Det Gy; = 3Pt Gii (6.5)

obtida através da seguinte propriedade da func¢ao logaritmica:
= x. (6.6)

Desse modo, o funcional gerador passa a ser expresso como:

Z[J] = H/dgoieé(seff"'JiWi), (6.7)

com "
S.sr = S['] — % In Det G (6.8)
Utilizando a relacao DetIn = Trln, a acao S.ss passa a ser dada por:
) 10
Seff = S[QOZ] — LTI“ In Gij
fh (6.9)
= S[p'] — 55(0) /d4xtrlnG1J,

em que utilizamos a defini¢do de G;; (Eq. (6.3)) e tomamos seu traco funcional Tr. Nessa
equacao, tr denota o traco matricial de G;;. Com esse resultado, podemos concluir que o
termo y/Det G;; de fato contribui com uma corregao quantica de um lago a acao classica,

uma vez que da origem a um termo proporcional a h.

Para que possamos obter a forma da contribuicdo gerada pela medida funcional e
introduzi-la como uma correcao quantica de um lago ao setor escalar de Higss, é necessério
que a métrica GGy seja construida para esse caso. Na Secao 4.4, vimos que a Lagrangiana
do setor escalar de Higgs compreende os campos de calibre B, (x) e W¢(x), com a = 1,2, 3,
além do dubleto de Higgs (), os quais, entdo, constituem o espago de configuracao desta
teoria. Dessa forma, a métrica desse espaco deve ser construida como um funcional desses
campos. Além disso, vimos que o setor escalar de Higgs exibe simetria de calibre com base
no grupo SU(2) x U(1). Assim, G1; também deve ser construida de modo a preservar essa
simetria. Ademais, para que a localidade da teoria nao seja violada, nao incluimos termos

de derivadas dos campos nessa construcao.

A partir dessas consideragoes, concluimos nao ser possivel incluir os campos de
calibre B, (z) e Wi(z) na estrutura de Gy, visto que fungdes que nio incluem suas
derivadas, como lineares, quadriticas, etc., violam a simetria de calibre SU(2) x U(1).
Desse modo, construimos a métrica apenas como um funcional do dubleto de Higgs.
Ademais, esse campo pdde ser introduzido na estrutura de G;; somente em sua forma
escalar, a qual é invariante sob as transformagcoes de calibre do grupo de simetria em

questao.
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Sendo assim, com base em nossas ponderacoes, o determinante da métrica para o
setor escalar de Higgs, assume a seguinte forma:
p(x)io(2)

DetG]J:A‘i‘BT, (610)
sendo A e B constantes adimensionais, enquanto A é uma constante de escala, com
dimensao de massa, que garante a dimensao correta de Det GGy;. A partir desse resultado
e da construgao expressa nas Egs. (6.4) - (6.9), obtemos a seguinte agao efetiva para o
setor escalar de Higgs:

. p(2) p(z)
Seff = Shiggs - QZ’Yh/dZLI trln (A + BT s (611)
na qual v é um outro parametro livre com dimensao de massa elevada a quarta poténcia

(M*). Nessa expressao, Shiges denota a agao classica:

Shiggs = [ 4 Liy (6.12)

em que a Lagrangiana do setor escalar de Higgs £}, é expressa pela Eq. (4.78).

Na Eq. (6.12) podemos observar que a contribuigao advinda da medida funcional se
comporta como uma correcao quantica imaginaria. Isso implica que a acao efetiva do setor
escalar de Higgs é complexa, o que gera algumas dificuldades com relagao ao calculo das
massas das particulas dessa teoria. Essas complicagoes incluem, por exemplo, o surgimento
de divergéncias na massa do béson de Higgs. Por esse motivo, trataremos nosso problema
no espago Fuclidiano. Para isso, realizamos uma rotagao de Wick na integral de caminho
definida no espago de Minkowski (Eq. (2.58)) e s6 entao introduzimos a contribuigao
gerada pela medida funcional. Essa rotacao é realizada através das seguintes continuagoes
analiticas ao plano complexo:

' = —iz’ e ¥ — Zp. (6.13)

Dessa forma, a integral funcional no espago Euclidiano é expressa como:

Z[J] = / Dgpe%(’s[‘””“"i), (6.14)

de modo que as contribuigoes geradas pela medida funcional deixam de receber o fator ¢

ao serem introduzidas na integral de caminho.

Dessa maneira, no espago Euclidiano, a acao efetiva para o setor escalar de Higgs
assume a seguinte forma:
p(x)io(2)
Seff = Shiggs — 2'}/h/d4,’L’E trln (A + BT s (615)
a qual é completamente real. E importante ressaltar que essa a¢do continua invariante sob

as transformagoes de calibre de grupo SU(2) x U(1), visto que construimos a métrica G

a fim de que essa simetria fosse preservada.
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6.2 Massas dos bosons do setor escalar de Higgs

Nesta secdo, calcularemos as massas dos bésons de Higgs, W* e Z°, através do
processo de quebra espontanea de simetria, utilizando a agao efetiva que obtivemos na
Secao 6.1:

1 1
Sers = / d'rp [(D“@)T(Dugo) — WL W = BB

(6.16)

:
—V(p'p) — 2hytrin (A + Bﬁf)],

sendo que utilizamos a Lagrangiana do setor escalar de Higgs dada pela Eq. (4.78).

Uma vez que a correcao quantica introduzida na teoria nao depende de derivadas
do campo ¢(z), podemos interpretd-la como uma corregao ao potencial V (p'¢), expresso

pela Eq. (4.77). Dessa forma, definimos o seguinte potencial efetivo:

A2 2 e
V;ff:?( Tg0—772) + 2vhtrln (A—i—BA2
(6.17)
A2 2
veff:?( fo —n?)" + 2hyIn(A) + 2hy In (14 Celyp),
B

com a constante C' = tendo dimensao de um sobre massa ao quadrado (M ~2). Nessa

A2
equagao, utilizamos que o traco matricial tr é trivial ao ser calculado sobre termos escalares.
A forma desse potencial, com valores arbitrarios para os parametros livres C' e v, esta

ilustrada na Figura 7.

S J-z200
00 e

.

.o
Refq)

Figura 7 — Potencial efetivo do setor escalar de Higgs. Consideramos os valores arbitrarios
n=A=246,\=0,13e A=B=vy=1.

Na Sec¢do 5.3, vimos que o potencial V(') atribui um valor esperado de véacuo
nao nulo ao dubleto de Higgs, caracterizando uma familia de estados fundamentais. A
partir da escolha de um desses estados, em torno do qual a teoria é perturbada, a simetria

SU(2) x U(1) é quebrada espontaneamente. Como consequéncia, os bésons W+ e Z°
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adquirem massa, enquanto o féton permanece sendo nao massivo. Embora tenhamos
alterado a forma de V (pTy) através da introducio da corregao quantica, o potencial efetivo
Vorp(olp) também atribui um valor esperado de vdcuo ndo nulo ao dubleto de Higgs,
de modo que a quebra esponténea de simetria ocorre de maneira analoga. Assim como
anteriormente, o valor esperado de vacuo de p(z) é obtido através da minimizacao do

potencial, nesse caso, do potencial efetivo expresso pela Eq. (6.17):

dVers(eTe) 2mC
=TT Nl — %) + ——=— =, 6.18
D) (Ple =)+ 1o (6.18)
de modo que os minimos sao:
Cn? — 1+ /(1 +Cn2)? — B
ol = v e R (6.19)

Quando desconsideramos a corre¢ao quantica, tomando o limite 2z — 0, os minimos
de V.;;(¢'¢) devem retornar ao resultado que obtivemos na Secéo 5.3, quando consideramos
o setor escalar de Higgs cldssico. Dessa forma, tomando o limite & — 0 na Eq. (6.19),

obtemos:

lim o O =1+ (1+Cn?)
hli%SOSO— °C 5

a qual retorna ao caso classico, ¢y = n?, somente quando adotamos o sinal positivo.

(6.20)

Assim, a configuracdo valida de ¢'¢ que minimiza o potencial efetivo é:

Cn? —1+44/(1+ Cnp2)? — B2
oo = \/ 50 A (6.21)

Dessa forma, qualquer dubleto de Higgs que satisfaca essa equacao constitui um estado de

vacuo no nosso modelo BSM do setor escalar de Higgs.

Conforme vimos na Secao 5.3, trés dos quatro graus de liberdade do dubleto de

Higgs podem ser eliminados devido a liberdade de calibre, de forma que esse campo passa

o) = (SD;()I)) : (6.22)

com @y(x) sendo um campo escalar real. Desse modo, podemos expandir o campo ()

a SEr expresso Ccomo:

em torno de um estado de vacuo, caracterizado pela Eq. (6.21):

0
p(z) = (@0 N &%) : (6.23)

com x(z) sendo um campo escalar real (campo de Higgs), enquanto ¢q é definido por:

Cn? =14+ /(1 +Cn?)? — SMQCQ
Qo = J \/( ) A~ (6.24)

2C
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Dessa maneira, a Lagrangiana do modelo BSM do setor escalar de Higgs, que inclui
a correcao quantica com origem na medida funcional, pode ser expressa em termos de
o(z) (Eq. (6.23)). Isso nos permite estudar as caracteristicas dessa teoria ap6s a quebra
espontanea da simetria SU(2) x U(1). Vimos anteriormente, que apds esse processo os
bésons W+ e Z° adquirem massas proporcionais ao valor esperado de vacuo do dubleto
de Higgs, obtido através da minimizac¢ao do potencial. Ainda que tenhamos modificado
a acao do setor escalar de Higgs, o processo de geracdo das massas dos bésons W+ e Z°
ocorre da mesma forma, com a diferenca de que essas massas se tornam proporcionais
ao novo valor esperado de vdcuo ¢y. Visto que os calculos das massas dos bésons W+ e
Z° sdo exatamente andlogos ao caso que descrevemos na Secdo 5.3, nos restringiremos a

apresentar apenas os resultados obtidos:

_ 9% _ 9%

My ===,
V2 O E T

com ¢y dado pela Eq. (6.24). Podemos observar que essas massas preservam a rela¢ao com

My (6.25)

o angulo de Weinberg, expressa pela Eq. (5.47), uma vez que mantém a mesma forma

daquelas obtidas para o caso cldssico (Egs. (5.45) e (5.46)).

Ao desconsiderarmos a correcido quantica, as novas massas dos bésons W+ e Z°
devem retornar aos casos classicos. Dessa forma, tomando o limite A — 0 nas massas

expressas pela Eq. (6.25), obtemos:

. B 9(9)\/0n2—1+(1+0n2)
hg Mwa) =5 20

~9(9)

- \/5777

que ¢é o resultado encontrado na Sec¢ao 5.3, quando consideramos o setor escalar de Higgs

(6.26)

sem corregoes quanticas.

E importante notar que os pardmetros livres C' e 7, introduzidos na teoria através
da correcao quantica, foram definidos com dimensdes que mantém a acao efetiva Scss
adimensional. Isso também garante que as massas das particulas exibam a dimensao correta.
Consideramos que os parametros C' e v apresentam dimensoes de poténcias de massa M 2
e M*, respectivamente. Além disso, sabemos que os pardmetros g, g e 1, definidos no setor
escalar de Higgs, apresentam as dimensoes M, M e M, respectivamente. Dessa forma,

podemos concluir que as expressoes da Eq. (6.25) exibem a dimensao correta.

Na Secdo 5.3, obtivemos a massa do béson de Higgs avaliando o potencial V (pTy)
em termos do dubleto () expandido ao redor do estado de vacuo. Analogamente, podemos
obter a nova massa do bdson de Higgs substituindo o campo ¢(x), expresso pela Eq. (6.23),
no potencial efetivo V,;;(¢'p). Entretanto, antes dessa substituicdo, ¢ necessirio que a

funcao logaritmica que surge nesse potencial seja expandida em série de Taylor. Isso porque
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os termos de massa sao sempre quadraticos nos campos. Assim, para que possamos obter
as contribuigoes da correcao quantica a massa dessa particula, o termo de correcao deve ser
expresso como um polindmio. Dessa forma, expandindo a funcio logaritmica de V. ;s (')

em torno do vacuo ¢y, até segunda ordem em o'y, obtemos:
)\2

Vers(olp) = 5(@@% — )% + 2hy In(A) + 2hyIn (1 + Cp)
6.27)
CQ 9 (
+2h7[ plp —¢g) - ——= (o' — ¢ ]

Com a expansao do potencial V.; f(gngo) podemos, entao, avalia-lo em termos do

campo ¢(x) expresso pela Eq. (6.23). Com isso, o potencial efetivo assume a forma:

\2 2 2
Verr(x) = 5 Kgﬁo + \>/<§> — 772] + 2hyIn(A) 4+ 2hyIn(1 + C’gpg)

2h~yC Y\, hyC? Y\ L)
+— + =] -t - — s + =] -
1102 cho \/§> 2l T aroge |\ g) T

X ©o + X +n' + iwz”x — 2pem* + is00><3 — i772900><
9 0 4 \/5 0 0 \/5 \/5

(6.28)
+ 2hyIn(A) + 2hy In(1 + Cp})
ACoox MO (x* 2 4
VE1+ 0 (+ 0P\ 4 V2T
1 2hyC 4hryC?p}
+ = 13N — X + —~ O\
2 [ N (e R (e o
no qual podemos identificar a massa do béson de Higgs como:
2h~C 4hyC2p3
My = |3X2p% — A2n2 + — : 6.29
" J AT CR) T (14 O (6:29)

Assim como as massas dos bosons mediadores, a massa do boson de Higgs retorna
ao caso classico, expresso pela Eq. (5.49), quando desconsideramos a corre¢ao quantica

tomando o limite A — 0:

, Cn?—1+£(1+Cn?)
— |3)2 22
%%MH_\JB)\ < 2C A

=2\

(6.30)

6.3 Correcao quantica: diagramas de Feynman

Ao longo deste capitulo, introduzimos uma nova correcao quantica de um laco ao

setor escalar de Higgs, a qual ainda nao ¢ considerada pelo Modelo Padrao. Nessa secao
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incluiremos em nosso modelo BSM, as correcoes quanticas associadas aos diagramas de
Feynman de um laco, j& consideradas pelo Modelo Padrao na previsao da massa do bdson
W#. Nos restringiremos a calcular essas correcoes apenas para as massas dos bésons W+
e ZY, visto que nosso interesse principal é a massa do béson W=, a qual esté associada a

massa do béson Z° através do Angulo de Weinberg.

As corregoes de um lago, com origem nos diagramas de Feynman, serdao obtidas por
meio da acao efetiva discutida no Capitulo 3. Naquele caso, vimos que através do método
de campo de background, um campo quantico ¢(z) pdde ser expresso em termos de uma
expansao ao redor do campo médio ¢.(x) (Eq. (3.19)). Associada & essa expansio, a a¢ao

efetiva I'[p.] pode ser escrita como:
Tlpc] = Slod + mSPed + O(1), (6.31)

na qual a acao S (1)[%] inclui todas as correcoes quanticas de um laco associadas aos
diagramas de Feynman. De modo geral, a solucao dessa expansao é expressa da seguinte
forma [63]:

h < 0%Spc]

e = Slee] — =Trln | ——————+—
bod =5led =3 0pe()0pe(y)
que assume diferentes formas dependendo da acao classica S|p.| da teoria.

) + O(R?), (6.32)

Uma vez que estamos interessados em obter as correcoes quanticas de um lago as

massas dos bdsons de calibre W+ e Z°, consideramos a seguinte acdo classica:

1 1 1
SIWi, B, = / d*z — ijywlw — ijyww — ZWEVW?’W
1 % 1 2 1 1n 2 21
— BB + gmiy (Wi w2 (6.33)

1
+ §m22 (Wj’ cos Oy — By, sin HW) (W3“ cos By — B sin QW),

a qual inclui a Lagrangiana de calibre (Eq. (4.69)), que descreve a dindmica dos campos
de calibre do setor escalar de Higgs, e os termos de massa dos bésons W= e Z°, obtidos
apds a quebra espontinea de simetria. As massas my, e my sao expressas pela Eq. (6.25)

e, portanto, ja incluem a correcdo quantica com origem na medida funcional.

Para o caso de uma teoria de calibre, cuja agdo classica é expressa pela Eq. (6.33),



Capitulo 6. Modelo BSM 81

a expansao de um lago da agdo efetiva é expressa como [63-65]:

LWe, B, =
[da l (— - +ah5< —9% >>W1W+W3V<— ! +ahﬁ< —9% ))WQ“”
4 m? 4 m?
1 —070, . 1 —-070, .
+W3u<_4+06h5< m2 ))WSM +B/ﬂ/<_4+ah/8< 2 ))B“ (634)
1
+ A (W W)
+ 31@2@% (I/V/i3 cos Oy — B, sin GW) (W3“ cos By — B sin 9W>],

em que o fator de forma B( = 28 ) computa todas as corre¢oes quanticas com origem nos

diagramas de um lago. O parametro o assume um valor que depende do ntimero e dos
tipos de campos presentes na teoria. Entretanto, para o nosso modelo BSM, optamos
por considerar o como um parametro livre, a fim de que, eventualmente, outros campos

possam ser introduzidos ao modelo.

A partir dessa acao efetiva, podemos obter as correcoes de um lago para as massas
dos bésons W* e Z9, identificando-as como os polos dos propagadores de seus respectivos

campos. Esses polos podem ser identificados de forma direta quando F[Wﬁ, B,] é expressa

no espaco dos momentos. Nesse caso, a acao efetiva assume a seguinte forma':

il ] (e
(et ) A ) e e
(- an(5)) ] - ()
S 5) S U ) 5 e

na qual os campos de calibre W (z) e By, (x) foram redefinidos em termos dos campos do

béson Z° e do féton, conforme visto na Secio 4.4.

Na acao efetiva expressa pela Eq. (6.35), os polos dos propagadores dos bdsons

L Os detalhes desse calculo sdo apresentados no Apéndice B
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W=+ e Z° podem ser identificados, respectivamente, como:

k® 2 2 k° 2 2
(1—4ahﬁ<m%{/>>k —my =0 e (1—4ahﬁ<m2z>>k —miy =0, (6.36)

em que avaliamos a massa m? do fator de forma em m3, e m%.

Ao tomarmos k? = M?, na Eq. (6.36), obtemos as massas fisicas M2, e M% dos

bésons W= e Z°, respectivamente:

M} M?
M, = myy, + 4ahp3 <2W> Mg, e M} =mj+ 4ahp (f) M. (6.37)
My mz

Nessa equagao, o fator de forma também é avaliado nas massas fisicas M3, e M%. Entretanto,
visto que essas massas ja incluem corregoes quanticas, podemos avaliar 3 somente em m?,
e m%, a fim de que corre¢oes quanticas de ordens mais altas em / nao sejam introduzidas.

Assim, podemos expressar as massas dos bosons mediadores como:

2 2
M2, =m?, (1 + dahf <mgV>> e MZ=m2 (1 + 4ah5<m§>>. (6.38)

miy ms,
Dessa forma, para obtermos a corre¢do quantica para as massas dos bdsons de
calibre, é necessario que o fator de forma (1) seja calculado. Para uma teoria de calibre,

esse fator assume a seguinte forma [66]:

1 1 p 1
Ba(p) = sy ds [,u +s(1 — s)] In [1 + ps(l — 3)}, (6.39)
que para p = 1, resulta em:
Ba(l) = —7.8 x 107°. (6.40)

Substituindo o valor assumido pelo fator de forma (1) nas expressoes para as
massas dos bésons W+ e Z° (Eq. (6.38)), obtemos:

Mz =mi (1 —3.12x 107%ah) e Mj =m5(1 —3.12 x 10 ah), (6.41)

as quais incluem todas as correg¢oes quanticas de um lago com origem nos diagramas de
Feynman, além da correcao quantica com origem na medida funcional, introduzida em
m¥, e m%.

Dessa forma, as massas dos bosons W=+, Z° e de Higgs, obtidas através do nosso

modelo BSM, sdo expressas por:

IO T =312 x 10%a, My

V2

=990 A =312 x 10 %a

My, = 7

(6.42)
2vC 4yC2p3

My = \|3X2p% — \2n2 + — :
¢ J AT TR 1+ 0R)

Nessas expressoes, retomamos a unidade natural A = 1, adotada neste trabalho.

2
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com o dado pela Eq. (6.24). A massa do bdson de Higgs My inclui a corre¢ao quantica
com origem na medida funcional. Enquanto isso, as massas dos bésons W+ e Z° também
incluem a correcao quantica associada aos diagramas de um lago, além daquela devido
a medida funcional. Todas as massas retornam as expressoes obtidas no setor escalar
de Higgs do Modelo Padrao (Eqs. (5.45), (5.46) e (5.49)), quando desconsideramos as

correcoes quanticas tomando o limite A — 0.

As massas dos bésons de Higgs, W* e Z°, obtidas em nosso modelo BSM dependem
dos novos parametros livres C' e «, introduzidos na teoria através da correcao quantica
com origem na medida funcional. Além disso, as massas dos bésons W+ e Z° dependem
também do parametro «, inserido no modelo através da correcao quantica com origem
nos diagramas de Feynman de um laco. Esses parametros livres nao sao observados no
Modelo Padrdo e podem ser utilizados para que a massa do béson W+ seja ajustada em
acordo com a observagao realizada pelo CDF II, ou em acordo com a previsao do Modelo
Padrao, corroborada pelo LHC. Para isso, valores numéricos para C', v e a, podem ser

obtidos através de dados experimentais.
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7 Conclusoes

Neste trabalho, exploramos os aspectos nao triviais do formalismo de Feynman na
constru¢ao de um modelo BSM para o setor escalar de Higgs da teoria eletrofraca. A forma
nao trivial assumida pela medida funcional da integral de caminho permitiu que uma nova
correcao quantica fosse introduzida ao setor de Higgs. Com isso, novos parametros livres,

ainda nao observados no Modelo Padrao, foram introduzidos a teoria.

A modificacao sofrida pela acao classica do setor escalar de Higgs, devido & intro-
ducdo da correcdo quantica, induziu uma mudanca nas massas dos bésons de Higgs, W+
e Z°, as quais passaram a depender dos novos parametros livres incluidos na teoria. O
ajuste numérico desses pardmetros pode permitir que a massa do béson W= assuma o
valor reportado CDF 11, de 80,433 GeV, ou mantenha-se em acordo com o Modelo Padrao,
conforme a andlise realizada pelo LHC. Ao mesmo tempo, esse ajuste pode preservar as
previsoes do Modelo Padrao para as massas dos bésons de Higgs e Z°, visto que, até entdo,

nenhuma observacao experimental exibiu desvios em relacao a essas previsoes.

Devido & forma similar exibida pelas massas dos bésons W* e Z%, encontramos
alguns desafios na obtengao dos valores numéricos para os novos parametros livres v, C' e
«. Nao obtivemos soluges para esses parametros através do sistema de equacgoes composto
pelas massas dos bésons de Higgs, W+ e Z°. Dessa forma, investigamos outra possivel
forma de se obter valores numéricos para esses parametros. Nesse caso, exploramos a
relacdo entre as massas dos bésons W+ e Z° com o angulo de Weinberg 6. Entretanto, o
valor experimental obtido para esse angulo inclui corre¢oes quanticas que também deveriam
ser introduzidas a Oy, teoricamente, para que valores numéricos para os parametros livres

pudessem ser obtidos.

Desse modo, para a extensao deste trabalho, sugerimos que corregoes quanticas de
um lago também sejam introduzidas ao angulo de Weinberg. Com isso, valores numéricos
para os novos parametros inseridos ao setor escalar de Higgs poderao ser obtidos. Dessa
forma, o ajuste desses pardmetros pode ser utilizado para que a massa do béson W+
assuma o valor reportado pelo CDF II, enquanto as massas dos bésons de Higgs e Z°
mantenham-se em acordo com as previsoes realizadas pelo Modelo Padrao. Similarmente,
esse ajuste também pode ser utilizado para que as massas de todas essas particulas
permanecam em acordo com o Modelo Padrao, visto que a anélise dos dados experimentais

realizada pelo LHC corrobora as previsoes dessa teoria.
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APENDICE A - Integral Gaussiana

A integral Gaussiana

oo o
/_oo € e, (A1)
pode ser reescrita completando-se o quadrado:

/Oo @eﬂlét% 6@'171(612*!11) — /Oo @ 6% Kpl_mw?s;ql))2_(’"(4%;‘“))2}' (AQ)

—00 27]' —00 27T

Para que possamos resolver a integral em p;, fazemos a seguinte mudanca na
variavel de integracgao:
m(g: — q1)
— (4.3)
de forma que a integral expressa pela Eq. A.2, assume a forma

2 2 2
[e's) —idt m(g2—a1) m(g2—q1) i6 [ m(a2—q1) [e%S) .
[ () (e ) ] _ () ey

oo 27T —co 2T

P1— Ty =p1—

Em seguida, efetuamos uma nova mudanga de variavel, expressa por:

T
T =T = ﬁ (A.5)

Com isso, obtemos:

2 2 2
o) —idt m(g2—q1) m(g2—q1) i5 [ m(a2—qy) )
[ ) () ] () g e g
—00

—00 2T

. 2
na qual @ = 20

Pra que a integral Gaussiana em z seja resolvida, calculamos seu quadrado e

renomeamos uma das variaveis de integracao de x para y:

2
(/ dx e“”’2> = / do dy e e = 27?/ drre (A7)
—00 —00 0

em que reescrevemos a integral em coordenadas polares. A integral em r pode ser resolvida

através da seguinte mudanca de variavel:
r—u=ar’. (A.8)
Assim, temos:

27?/ drre @ = E/ due ™ = T (A.9)
0 a Jo a

Ao substituirmos esse resultado na Eq. A.7, obtemos:

2
(/ dx e_“m2> =T / dr e~ = | Z. (A.10)
o a oo a
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Por fim, substituindo o resultado expresso pela Eq. A.10 na Eq. A.6, chegamos a seguinte
solucao para a integral Gaussiana:

1

/°° dpy 5 [(pr’"“%;‘“))Qf(”“%{"“)} _ em(m/2)(q25;1)2<—¢m>2 (A.11)

—o0 2T o2mot |

a1 ; 2
na qual utilizamos que a = 2“5%.
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APENDICE B - Ac3o efetiva no espaco dos

momentos

No espaco das posicoes a agao efetiva exibe a seguinte forma:

rwe, B,] =
4 o 1 808 1pv 2 o 1 808 2uv
/d [ W( rans( = W (o ahg( = ) W
s 1 ~9°0, » 1 —0°0, »
+WW< ;H B — 7 JWH 4 By (= +ahB| — B (B.1)
g S(Waw L W)
4 0

1_
+ 1g2903 (Wl‘j’ cos Oy — B, sin HW> (W?’“ cos By — B* sin HW).

Para que essa acao seja expressa no espago dos momentos, reescreveremos cada um
de seus termos através de transformadas de Fourier. Mostraremos os passos desse cédlculo
para um dos campos de calibre, W;} (), e entdo estenderemos o resultado aos demais.

Dessa forma, partimos da seguinte equacao:

1 —0°0, 1
LW,] = /d%; W ( -3+ aﬁﬁ( . ))Wuw + 198 (wiw)

m
B.2
o0, (B.2)

1 7 7 1 "
_ / dhe — W, W +ahwgyﬁ< )Wl“ Zg%og(ijh).

Para que a Eq. B.2 possa ser reescrita no espaco dos momentos, analisaremos seus
termos separadamente. Desse modo, comecamos pelo termo cinético do campo Wl} (x), 0

qual pode ser escrito da seguinte forma:
1 v 1 C (&
-3 / AW, W = — / d'z (9, WL = 0,W,} + g f e Wiwy)
x (0w — W g frew ) (B.3)
1
- / d'e (0, W W — 9, Wiorw),

em que utilizamos a definicdo do tensor W, (z) (Eq. 4.70), para a = 1, e desprezamos os

termos de ordens maiores em W, ().
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A Eq. B.3 pode ser reescrita no espago dos momentos por meio da transformada

de Fourier do campo W), (), definida como:

W () = / (Zwl;4e_ikal}(k). (B.4)

Com isso, a Eq. B.3 passa a ser expressa por:

1 ) d4k &K e
-3 / daWh, W == / o S0 (W R) )0 (e W W ()

o @L (e—ikaVI (k:)) o (e—ik/xwlu(k/)>

(B.5)
_ 1 iy d*k d*K o—ia(k'+F)
2 (2m)4 (2m)4
x (= kW (KW (K) + kW) (k)K" W (),
na qual podemos identificar a func¢ao exponencial como uma delta de Dirac:
/d4x ekt = (27)* 54 (k). (B.6)

Desse modo, utilizando a definicdo da distribuicao delta de Dirac na Eq. B.5,
obtemos o termo cinético para o campo Wl} () no espago dos momentos:
L, d'k d'%

1
= d4 1 lpw
4 / W W 2 ) “ T eny 2n)

(2m) 464 (k' + k)

x (= kW ()K" W™ (k) + kW) (kKW (K))

\ (B.7)
2/ TR WA (k) — BV ()R W (k)

d4k ) ,
= / k)RR W (—k) — W)k & W (—k),

sendo que utilizamos a propriedade de filtragem da delta de Dirac.

Seguindo o mesmo processo, podemos reescrever o termo de corre¢cao quantica no
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espago dos momentos:

ah/d4xW1 ( —070% )Wl’“’

—ah [ d'w(9,WH(x) = AW H(@) + of W) We(x))B <_?;2ag)

B0 ) (W@ - W) o W ) (B8

m2

d4k d4k/ |
—oh / d'z (a WE(k) — 8,WL(K) + g f W (R)WS (k) )e ™

<p( 2 )(aﬂww )= W)+ g WO (k) e

em que utilizamos a defini¢ao do tensor W¢,(z) (Eq. 4.70) para a = 1, além da transformada
de Fourier do campo W), (z), dada pela Eq. B.4.

Ao atuarmos as derivadas na Eq. B.8, obtemos:

ah / AW, 3 ( —070 >W1W

~ahi [ d'a ‘“ d4’“'< i) (KA (R) = BVE(E) + g Wik W (k)

xﬁ(k%)(—i)(kwwlwm KT (R g T (R (k) )44
(B.9)

= —ah / d'z (g:;ﬁ( :j ) (kW (k) = kWi (k) + g £ Wh(k)Wi(k))

X ( — EFWY (—k) + KW (k) + gflchb“(—k;)Wc”(—k:))

m2

= 2ah/ g:; < K >W“(k)(—k2n“” + KHE )W (=k),

na qual a defini¢do da delta de Dirac (B.6), assim como sua propriedade de filtragem,
foram utilizadas. Os termos de ordens maiores no campo W,}(k) foram desprezamos, assim

como realizado na Eq. B.3.

De maneira analoga, o termo de massa do campo Wl} (x) pode ser escrito no espago
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dos momentos, de seguinte forma:

/ d4k; d4l<;’

g27]2/d4xW1W1” e iz(k’+k)W;(k>W1u(k/)

(YW (—k) (B.10)

WKW (),
obtida através da Eq. B.4.

Desse modo, com todos os termos da Eq. B.2 expressos no espago dos momentos, a
acao I'[W] passa a ser dada por:
Wl = / d'k 1<W“(k;)k:“k”Wa(—k) — W (k) kb " W (—k))
(2m)4 2 " v a "

— QOM( K >W“(k:)(—k277“” + KrE )W (—k)

(39 ) min (B.11)

4 sl ()]

- (1- 404716(—1{:2))1{:“1@”] WE(—k).

Ao estendermos o resultado expresso pela Eq. B.11 aos demais campos de calibre,

podemos escrever a acao efetiva F[Wl‘j, B,] no espaco dos momentos como:

C[We, B,] = / (;Z&x

e :nwj (1 _ dahp (Z))/# _ _ (1 _ dahp <:;>>k”k W (—k)
-t e[ so ()25 - (s ) oo
(s () )~ (1o ) e

- ;By(k) [nwf<1 — 4ohf <:;>>k2 - <1 - 4ah6(—k2)>k“kz”1 B,(—k)

+ leg % <W3(k;) cos Oy — B, (k) sin QW) (W?’”(—k) cos By — B*(—k) sin HW).

(B.12)
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Para que essa acdo também seja escrita em termos dos campos associados ao béson Z° e
ao foton, utilizamos as redefini¢oes dos campos W2 (x) e B, (z), fornecidas pela Eq. 4.71.
Com as redefiniges dos campos de calibre, a acao efetiva I'[W, B,] assume a seguinte

forma, no espago dos momentos:

/ d4k

Wi, Bl ~ 9

_W;<k>{nw ( _Mﬁ(z)) ] (1 s ) g
—Wf(k:){n"” <1—4ah (’g)) 3_ (1—4%5(%))%1«”}%(—@
_zg<k>{nw[(1_4aw( )) g ] <1_4ah5<k2)>kukv}zg<_k>
AR [nw(l_mw( )) (1_4@5(’“2));{%”]@(_@.

(B.13)



