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1. Introdução

Nos últimos anos houve u» grande progresso na descrição

das interações fracas, fortes e eletromagnéticas, através das teo

rias de "gauge" , a ponto de se tornarem comuns, modelos que pre

tendem unificar estas interaçSes em uma única teoria1 :

Um dos aspectos fundamentais das teorias de gauge é o

processo pelo qual os bosons de gauge adquirem massa. Nestas teo

rias a invariança da simetria de calibre impede que coloquemos "a

mão" na lagrangeana um termo de massa para os bosons de gauge (is

to naturalmer**, nos modelos em que estes bosons devem ser massi-

vos). Para n HLarmos este problema as massas sao implementadas a»

través do í»*?ado mecanismo de Higgs ' (ou Higgs-Kibble-Brout -

Inglert-Our ^.iik-Hagen). Iste processo, que foi proposto em bases

puramente «nomenolégicas, implica na existência de bosons escala

res, nao observados experimentalmente até o presente momento.

•;om o passar do tempo a idéia da quebra espontânea de

simetria, f a utilização do mecanismo de Higgs, foi adquirindo

maior importancia, sendo hoje um dos pontos fundamentais das teo

rias de gauge. Servindo como ^ase, para a explicação de urna gran-

de série de problemas da fenomenologia presente e futura.

• Devemos lembrar que estaremos considerando a invariança de gau-
ge como um principio sagrado, porém mesmo que este nao fosse o

caso, a existencia de um termo de massa colocado "a mão" na la-
grangeana leva a um comportamento divergente ultravioleta, ou se-
ja, a teoria nao será renormalizavel.
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A nossa intenção com esta revisão será a de «presentar

uma visio da utilização do mecanismo de Riggs na quebra de sime-

trias. Verificando inicialmente, que estas idéias originaram-se

de uma analogia com a teoria fenomenológica de supercondutivida

de baseada na Lagrangeana de Ginzburg-Landau* ; Passando então a

exemplos de quebra de simetria, em teorias de gauge, e finalmen-

te, extrapolando a relaçio do mecanismo de Higgs com a supercon

dutividade , estudaremos a restauração das simetrias por influen

cia da temperatura.

Assuair-se-a o conhecimento de alguns dos princípios

básicos de teorias de gauge que podem ser encontrados nos textos

clássicos de Abers e Lee*1', Itíykson e Zuber*6' e Taylor*7', onde

podem ser estudados os aspectos de quebra de simetria. Quanto a

parte de restauraçio da simetria, um texto fundamental é o elabo-
ro \

rado por Linde* .

De forma geral, esta revisão estará longe de ser comple

ta, preocupar-nos-emos portanto em citar a bibliografia necessá-

ria para suprir os pontos que forem tratados superficialmente.

2. Quebra Espontânea de Simetria

Como comentamos na introdução, temos teorias em que os

bosons de gauge sào partículas massivas, no entanto, sabemos que

um termo de massa explícito na Lagrangeana irá eliminar a invarian

ça de gauge (o nosso princípio sagrado).
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Portanto, iremos discutir U M forma alternativa de que

bra de simetria, a qual é usualmente denominada de "quebra espon-

tânea de simetria". A idéia consiste em obter-se uma teoria cuja

Lagrangeana, seja exatamente simétrka sobre transformações do gru

po de gauge» porém esta mesma teoria deverá dar origem (por ra-

zoes dinámicas) a um estado fundamental que nao seja um invarian-

te por transformações de gauge. Devemos lembrar que em teoria

quântica de campos» o estado fundamentai é aquele caracterizado

pela ausência de partículas» ou seja o vácuo. A não invariança do

vácuo leverá a um padrão bem definido de efeitos de quebra de si»

metria.

A idéia que o vácuo não apresentasse uma simetria expl£

cita da natureza foi introduzida no campo das partículas elementa

res por Nambu e Jona-Lasinio porém» propriedades deste tipo já

eram conhecidas no contexto da física do estado sólido através da

teoria de transição de fase de Ginzburg-I.andaiT .

Ginzburg e Landau propuzeram uma teoria fenomenológica

para explicar as transições de fase de segunda ordem. Esta teoria

seria descrita pela seguinte densidade de energia livre

* Que não seja a simples adição £ Lagrangeana» de termos não inva
ri antes por transformações de gauge. *"
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ou seja a energia livre pode ser expandida ca um polinomio (bem

comportado) ao parámetro de ordem Y (que poderia, em particu -

lar, ser a magnetisaçio) e onde 7* é a energia livre do estado

nomal (estado na ausência de campo Magnético) e ot e f$ sio

funções regulares da temperatura . Para estaraos ea ua estado es

tável (ou equilíbrio termodinâmico) devemos ter

í | z O U-2)

o que nos leva a solução:

P

temos também a solução |̂ | ; 0 - Verifiquemos portanto qual

estado de menor energia livre segundo os gráficos abaixo

o

a)K>0

• Note que 6> 0 , para que a energia livre seja limitada por
baixo.
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o6 é maior que zero para temperaturas acima da tempera-

tura crítica (fase desordenada) e menor que zero abaixo, da tempe-

ratura crítica (fase ordenada) e a temperatura crítica por sua

ves é definida tal que oc seja nulo.

0 ponto importante a ser ressaltado é que existe um mí-

nimo de energia tal que f ̂  0 • Assim sendo, quando o(<o se o

parâmetro de ordem, por exemplo, Tor a magnetização fl[ , sua ma£

nitude estará especificada no mínimo, porém sua direção será "es-

pontaneamente11 determinada pelo magneto. Ou seja, o magneto "esco

lherá" uma direção entre os estados degenerados do mínimo, fazen-

do com que o sistema perca a simetria rotacional que inicialmente

possuia. A este processo damos o nome de quebra espontânea de si-

metria.

3. 0 Teorema de Goldstone

Goldstone foi o primeiro a idealizar em teoria de

campos, um modelo onde ocorre o processo de quebra espontânea de

simetria.

Seja a densidade da lagrangeana dada por

onde

vr



- 6 -

Ê visível a semelhança deste modelo, com a lagrangeana (densidade

de energia livre) de Ginzburg-Landau. Este modelo descreve um cam

po escalar complexo, de massa u" e interação quártica descrita

por um acoplamento A . Podemos procurar as soluções de campo es-

tacionario através da solução de

l % ( f <p)J [ty -- O

e verificamos que se txl > O a única solução será l|):0 , porém

se M X 0 existe uma segunda solução dada por

verifica-se portanto que o vácuo possue um valor esperado dife-

rente de zero.

0 campo § pode ser definido a menos de uma fase arbi-

trária, ou seja,seu módulo é especificado, porém sua fase terá a

mesma liberdade que a direção de magnetizaçao no caso da lagran -

geana de Ginzburg-Landau. Isso nos permite escolher direções tais

que

(deve-se observar que IX é um imaginário puro), podemos então de_

finir um novo campo \D¡ tal que

• Note que a expressão (3-4) é obtida ao nível clássico, e ao fa-
larmos em vácuo neste ponto, é devido ao fato que o caso clássi
co é a primeira aproximação para a teoria quântica. "~
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cujo valor esperado no vácuo é nulo.

Com esta definição a Lagrangeana será dada por:

portanto como resultado da quebra espontanea de simetria o boson

ficou sem massa. Este boson recebe comumente o nome de boson

de GoIdstone. Com este resultado Qoldstone estabeleceu o seguinte

teorema: "Existirão bosons «em massa (bosons de Golstone), sempre

que as equações de movimento tiverem soluções que nao sejam inva-

riantes, por uma simetria contínua da Lagrangeana1*. Posteriormente

foram elaboradas provas rigorosas deste teorema* 1;

Evidentemente estnmos sendo breves nu apresentaçio des-

tes resultados* Porém os mesmos encontram-se detalhados em um gran

de número de revisões, entre as quais podemos destacar especifica

mente a de Coleman (vide também os textos básicos citados na

4) 0 Mecanismo de Higgs

0 nosso problema fundamental era gerar massa para

cuias que nXo apresentam massa explicitamente na lagrangeana ini
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ciai. Na secçSo anterior no entanto, descobrimos como partir par-

tir de uma lagrangeana cujos campos sao massívos e chegar a uma

outra, onde alguns dos campos nao tem massa. 0 que sem dúvida, pa

rece indicar que estamos caminhando na direção contraria a deseja

da. 0 mecanismo de Hoggs nos indicará exatamente como tirar pro-

veito do teorema de Golds tone e gerar massa para os campos que

realmente devem ter massa.

Tomemos a Lagrangeana da eletrodinamica escalar com aut£

interaça"o

onde

Ela é invariante sob as transformações de gauge locais,

que agem sobre os campos da seguinte forma

Como vimos anteriormente, se u:< u , o campo Ç» irá

apresentar um valor esperado no vácuo diference de zero ou seja
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reais

Reparametrizando o campo d) em função de dois campos

is )L e ^ , temos

onde \T z ~)*j\ $ expandindo a exponencial chegamos a*

Ma realidade temos um processo idêntico ao elaborado no modelo de

Goldstone onde inicialmente tinhamos

porém

e redefinimos os campos por

5ubstituindo-se na Lagrangeana temos

+ termos cúbicos e quarticos

• O significado da escolha desta parametrizaçao está implícito na
invariança de gauge.

+ Os termos de maior ordem na expressão (4-4), podem ser elimina-
dos pelo fato de não desejarmos estas interações nu teoria.
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Constata-se que o campo )C não tem massa, o campo <*) tem uma mas

sa i ki" e o boson de gauge "ganhou11 uma massa Q J . Pode-se no-

tar também que apareceu um termo de propagador misto entre fy» e jC

Existe um procedimento para se manipular este termo misto. Porém,

podemos fazer uma particular escolha de transformação de gauge,

ta l que

(j)

e como a Lagrangeana é invariante sob estas transformações podemos

aplicá-las a (4-8) e verificamos que

M i
*•

• í T
(1-10)

Nota-se que o campo )L desapareceu na Lagrangeana acima.

Fisicamente podemos dizer que seu grau de liberdade foi "engulido"

pelo campo de gauge,gerando massa para este último.

Chegamos também, com a Lagrangeana acima, ao verdadeiro

espectro de massas, ou seja, temos presente apenas as partículas

físicas. Devemos lembrar porém, que para escrever esta Lagrangeana
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fizemos uma escolha de um gauge específico.

0 campo Ĉ é o boson de Goldstone de nossa teoria, e

este somente se desacopla do problema quando trabalhamos no gauge

Í13)
unitário . Porém, como podemos ver na Lagrangeana acima (4-10),

esta em nada difere da um modelo, no qual a massa dos bosons de

gauge é colocada "a mão". Portanto no gauge unitário perdemos a

evidência de renormalizabilidade da teoria , apesar do mesmo

mostrar claramente o espectro de partículas.

5. 0 Padrão da Quebra de Simetria de Gauge

Após a demonstração que as teorias de gauge são renorma

lizáveis, tornou-se possível a construção de uma teoria de campos,

que unificasse as interações fracas e eletromagnéticas . Bem co

mo teorias, em que fossem unificadas estas duas interações, mais

(2 18 ̂
as interações fortes. '

Na construção destas teorias partimos de uma Layrangna-

na de Yang-Mills baseada em um dado grupo de simetria, onde todos

os bosons de gauge não possuem massa. E então,quebra-se a simetxia

espontaneamente, com o potencial de bosons de Higgs adequado yerari

do as massas desejadas.

Como em geral nosso acesso fenomenológico as predições

das teorias unificadas é pequeno, temos uma certa liberdade na es

colha do grupo de gauge inicial, o que nos leva a enorme pro.life-
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(18)
ração de modelos unificados í Para trabalhar com varios grupos

(leia-se modelos) é necessário ter-se anteriormente um conhecimen

to das possibilidades de quebra de simetria, ou melhor, do padrão

de quebra de simetria para cada grupo, uma vez dado um certo po-

tencial invariante pelas transformaçSes deste grupo.

Para ilustrarmos o que dissemos acima, consideremos o

(18)

modelo padrão SU(3) x SU(2) x U(l), ou seja, o grupo de sime-

tria que descreve a fenomenologia conhecida atualmente. Se desejarÍ2 18 19)
mos construir uma teoria de grande unificação* ' ' , podemos pro

curar grupos simples que contenham a física do modelo padrão, por

exemplo: SU(5) * • Porém nada nos impede de realizarmos esco-

lhas mais complexas, como SU(7), S0(18), e t c . , desde que estes

grupos reproduzam a física do modelo padrão a baixas energias.

(Naturalmente estes modelos irao implicar em urna fenomenologia

mais rica, a qual não temos acesso no momento). É evidente que um

dos criterios para a construção de uma teoria unificada, é de que

a mesma apresente uma seqüência de quebras de simetria, resultan-

do no modelo padrão no final da seqüência. Por isso é necessário

o conhecimento do padrão de quebra de simetria, ao propor-se uma

nova teoria.

0 primeiro trabalho no sentido de estudar o padrão de

quebra espontânea de simetria foi realizado por L.P.Li. Posterior

mente Ruegg e seus colaboradores* ' ' refinaram o trabalho de

hi e estudaram particularidades na quebra de simetria dos grupos

SU(N) e SO(N).
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O procedimento para se estudar a quebra de simetria para

um determinado grupo pode ser resumido em: a) escolhe-se uca re-

presentação para os bosons escalares e escreve-se o potencial mais

geral possível para o grupo em questão, b) determina-se o míni-

mo deste potencial, c) calcula-se o número de bosons de gauge sem

massa que determinarão a simetria não quebrada.

Iremos descrever alguns exemplos simples e na próxima

secção resolveremos o problema da quebra de simetria no modelo de

Weinberg-SalanT ' e no modelo de grande unificação SU(5) .

5.a. Bosons de Higgs na representação vetorial de 0(N).

*
0 potencial mais geral para esta apresentação toma a for

ma

z2 4.CJV+ { iiA)1

onde i: 1,...,«J e A > 0 para o potencial ser limitado por

xo. 0 mínimo será dado por

écuja solução com quebra espontanea é dada por

Com o potencial mais geral possível, queremos dizer que tomamos to
dos os produtos de representações que formem um escalar, com in-
terações quarticas no máximo e desprezaremos termos cúbicos im-
pondo uma simetria de reflexão sobre os bósons de Higgs

(Obs. Isto impede a existência de um vácuo falso - vide secção
(15)).
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e s c o l h e n d o - s e o mínimo em uma dada d ireção U) =• (O.O. . 0 . \¡%

: = ¿>¿j V / A » ° t e r m 0 d e massa de bosons de gauge é dadoOU w; - O: .1 M'/A

por

ti
obtém-se assim (N-l) bosons de gauge massivos { W*; ) e (N-l)(N-2)/2

bosons sem massa W,- , ¿,j s !,.., d-i» que no total nos dão N(N-l)/2

bosons de gauge iniciais correspondentes a igual número de gerado

res de 0(N). Portanto, a simetria que permanece intacta é O(N-l)

correspondente aos (N-l)(N-2)/2 bosons de gauge sem massa.

5b) Representação vetoriai de SU(W)

0 potencial será dado por

em procedimento análogo ao caso 0(N), a solução de quebra será d£

da por y- ̂  t -F-r e calculando-se a matriz de massa dos bosons

de gauge, esta será diferente de zero para (2N-1) bosons e nula

2 1
para [(N-l) -1J bosons de gauge. 0 que indica a quebra de

• No apêndice A faremos um cálculo detalhado da obtenção de um
termo de massa, para o caso com dois vetores de bosons de Higgs
no grupo O(N).
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SU(N) [(N2-l) geradores] para SU(N-l) | [(N-l) -ijgeradores }

5c. Dois N-vetores de bosons de Higgs em 0(N)

Seja o potencial mais geral possível formado com dois

vetores Y e /*? no grupo 0(N)

apresentamos a seguir, os resultados dos cálculos obtidos no Apên

dice A . Sendo que cada item indicará a simetria restante, após a

quebra de simetria, e as condições sobre as constantes de acopla-

mento, para que cada simetria seja atingida:

O00.-1), ^

L

5d. Outras representações

Daremos aqui os resultados do padrão de quebra de sime-

Í15)

tria obtido por L.F.Li* •", nos casos de quebra de SU(N) por vá-

rias representações de bosons de Higgs (o mesmo para 0(N)). Resui
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tados mais específicos para SU(N) podem ser v is tos nos trabalhos

(16).
de Ruegg e colaboradores

brado pelas representações adjunta e spinorial

Os resultados de Li são:

como também para o grupo 0(10) que-

(17)

r
Representação dos I

bosons de Higgs ¡

vetorial

!k vetores

'Tensor simétrico
de 2* ordem

tensor antis.
de 2* ordem

I represent.
adjunta

Simetria resultante da
quebra de

0(N) _ i

O(N-l)

O(N-k)

O(N-l) ou

O(L)(¿)O(N-L)

aonde Lsfí"'

U(L) ou

0(N-2)

su(n)

Sü(N-l)

SU(N-k)

SU(N-l)

ou
O(N)

O(2L+1) t

ou SU(N-2)

SU(L)(5)SU(N-L)(5>U(l)

ou SU(N-l) •'{*]

6- O Mecanismo de Higgs em Teorias Unificadas

Os dois casos em que a aplicação das idéias de quebra

espontánea foram mais estudados, pela sua maior importância na

fenómenologia atual t futura, correspondem ao modelo de Weinberg-
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Salaar 4 ' e ao modelo de grande unificação SU(5)* . Iremos na se

quência, determinar o espectro de massa dos bosons de gauge no mo

délo de Weinberg-Saiam e t também, o padrão de quebra de simetria

no modelo SU(5).

6a. Quebia espontanea de simetría no modelo de Weinberc-Saiam

0 modelo de Weinberg-Salam, formulado para unificar as

interações fracas e eletromagnéticas, é caracterizado por umâ es -

trutura de grupo Sü(2) X'O(l), onde SU(2)L corresponde ao grupo

de isospin fraco e uma simetria de "hipercarga" U( l ) . A Logran-

geana que descreve os campos de gauge l ivres é dada por

aonde temos

ftri)

|A sao os campos de SU(2) e jy o de U(l) .

As evidencias fenomenologicas que possuímos p^ra as interações

fracas indicam a existencia de três bosons de gauge massivos, os

quais intermediam a interação fraca. Portanto se partirmos de SU(2)x

U(l) devemo^ quebrar o grupo de forma a sobrar apemas uma sime-
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tria ü(l) (resta o fotón,que mantem-se com massa nula), A sime -

tria que resta não será necessariamente o U(l) inicial.

Como vimos na secção anterior apenas um conjunto de bo-

sons de Higgs na representação fundamental de Sü(2) realizaremos

a quebra desejada.

Antes de introduzirmos simplesmente o potencial de Higgs

é conveniente verificarnos algumas peculiaridades do modelo. A

primeira delas, será a forma de escrever a derivada covariante

dos bosons de Higgs.

Dado um campo y , verifiquemos como sua Lagrangeana

livre comporta-se sob transformações de gauge locais, ou seja se

f 0 c*)« i
2

como será que \ü Lna s e transforma, se

temos então:

• y
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portanto ¿ l ¡ ( ( l . nao é invariante, a menos que, substitua-se a

derivada comum pela derivada covariante dada por

o que introduz um termo de interação

01

este termo, por sua vez, também não é invariante, a menos que A

se transforme como

1 • -

0 ponto a que queremos chamar a atenção, é a forma de

construir a derivada covariante em uma teoria não-abelidna. Em

nosso caso temos um grupo [SU(2) x U(l), com constantes de aco -

plamento 0 e Q* . Assim, dado um campo <j) , devemos fazer a gene

raiizaçao pura e simples de (6-6) e teremos a derivada de <p pas-

sando para

onde £ é uma representação de dimensão 3 de SU(2).
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Outro aspecto que devemos considerar, sao as represei ta

çoes e os números quânticos do modelo. Consideremos a parte Lept£

nica do modelo de Veinberg-Salam, os campos dos leptons sao intro

duzirtos em dubletos de mão esquerda tais que

L - .

e o operador carga é definido por

• o
Considerando-se um isospin fraco ("T")e uma hipercarga

( Y ) , temos uma relação de Gell-Mann-Nishijima generalizada para

os Leptons

• ;

aonde T e y são operadores associados aos geradores de SI (2)

• U(l) respectivamente.

Os bosons escalares em SU(2) % ü(l) serão introduzidos

•m um dubleto de forma idêntica aos Leptons. Teremos ajssim
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com os seguintes números quanticos

T T â y (fi*T% + y/«

' xk Vz -1 O

Podemos passar agora a quebra de simetria propriamente

dita. A Lagrangeana dos bosons de Higgs será dada por

onde as derivadas acima devem ser substituidas pelas respectivas

derivadas covariantes dada por (6-9).

Definindo-se o ângulo de Weinberg por

6w r X.

assim, teremos para a Lagrangeana dos bosons de gauge e de Higgs
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Esta Lagrargeana é invariante por transformações de gauge SU(2)

X ü(l)y . A simetria será quebrada espontaneamente supondo-se

que o vácuo :enha uma solução tal que <Ol <b I O > ̂ í o

Para não eliminar a invariança de gauge das interações

eletromagnéticas é necessário que se imponha que o vácuo tenha

uma carga eletromagnética nula , ou seja

(Q|ov> =0 -> <oi[«.4]io> = f ° °

o que implica que <0|<^10> deverá ser da forma

I 1

de onde tei.03

i < 0 » (J)" 10 > iO {(o-\<\)

keoarametrizando o campo como fizemos na secção 4. tere

mos

{?

A íirametrização descrita por (6-20) corresponde a escc?

lha do gau' e unitário, de forma que ^ será o boson de Qoldstone

* Com isto queremos dizer que o vácuo é invariante sob U(l)
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não aparecendo no resultado final em virtude de nossa escolha de

gauge. A Lagrangeana contendo apenas os bosons de Higgs f ís icos

será obtida através da substituição:

e chegamos a

• i

- 2

realizando-se as seguintes substituições

onde 'j (£oton), £ (corrente neutra) e W s (correntes cârreg<

das) sâo os verdadeiros campos físicos, daí chega-se a
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/

C o o resultado final os bosons •»» e £ adquiriram massa

e ficamos coa UM boson de Higgs físico de massa tm\ •= Z tfz X

6b. 0 padrão de quebra de simetria no modelo de grande unificação

SU(5).

0 primeiro modelo visando a unificação das interações

(2)fracas, fortes e eletromagnéticas foi proposto por Pati e Salean '

(baseado em um grupo semi-simples). No entanto, o modelo mais es-

tudado até o momento, foi elaborado por Georgi e Glashow baseado

no grupo SU(5).

A idéia dos aodelos de grande unificação é englobar em

urna única teoria, as teorias que descrevem a fenomenología atual.

Que no caso, seriam, SU(3) (cromodinâmíca quântica) e SU(2)xU(l)

(modelo de Weinberg-Salam), fornando o que denominamos anterior-

mente de modelo padrlo(SU(3) x 8U(2) x U(l)). 0 primeiro passo na

construção de uma teoria de grande unificação, é a procura de um

grupo, que contenha como subgrupo o modelo padrão. Pode-se verifí
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car que o modeló mínimo» de grande unificação, tem o grupo SU(5)

'2'como grupo de simetria de gauge

Sem nos preocuparmos com as inúmeras pecualiaridades do

•odeio de grande unificação SU(5) (vide Ref.18), vamos nos dedi-

car ao estudo de seu potencial de Higgs. 0 primeiro passo para is

to será imaginar todas as estruturas de potenciais de Higgs pass¿

veis de quebrar Sü(5) em SU(3) x SU(2) x U(l), e posteriormente

em SU(3)x0*(l) que é a estrutura de simetria das teorias que te-

mos * baixas energias. Voltando-se a secção 5* através dos resul-

tados de Li podemos notar que isto será realisado através de um

potencial de Higgs» com bosons nas representações adjunta e funda

mental de SU(5).

0 estudo da quebra de simetria em SU(5) foi realizado

por Buras et a r ' e posteriormente detalhado por Magg e Shafi '

do qual apresentamos parte dos resultados.

0 potencial mais geral possível formado por bosons de

Higgs nas representações adjunta e fundamental é dado por

5 *

Com modelo mínimo estamos nos referindo ao fato, que qualquer
outro modelo (que contenha Sü(3) * SU(2) xU(l)) ir& introduzir
novos aspectos fenômenológicos, além dos que sSo apresentados
por 80(5).



- 26 -

Para obtenção do mínimo de Vl^.M) impomos urna simetria discreta

$«-»-$ tal que C*O . (Isto é necessário para obtermos um mi

nimo simétrico, sem a existência de um vácuo falso. Vide nota ao

final 4a pág. 13). Bm (6.25) $ são os bosons de Higgs da repre -

sene ação adjunta (24), na notação matricial & s £ <j)a ( V / í )

( A são os geradores de SU(5)), e H °s campos da representação

fundamental (¿) ( di#i « i. • .* )

A matriz A pode ser diagonalizada por uma transformação

de gauge de SU(5), tal que

mantendo a condição de traço nulo

5

L <j>¡ = 0

E os componentes do setor complexo pentadimensional podem ser to-

madas u menos de uma f*»se idêntica para todas as componentes*

; -. X M; « t C

if.

* Isto é decorrente da forma do potencia] (6.25), que é independen
te da fase do campo H
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Desta forma o potencial resultante será

• f

• í

o passo seguinte será determinar os pontos de mínimo deste poten

ciai, porém, adotando antes, uma convenção tal que

(6-do)

com isto podemos estudar o último termo do potencial (6-29) =>

p 1*1 Tt H¿ (j)¿ e verificar que o mínimo para uma variação
A

de Hi irá ocorrer conforme a condição

ou seja, no mínimo (f)c);Opara Cs 1,2.5,̂  desta forma o último

termo em (6-29) pode ser escrito como
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Deve-se acrescentar ao potencial, vm terno devido a um multiplica

dor de Lagrange - <T ¿ <i •• Finalmente, as condições de extremo,

com relação A. 9¿ serio:

!<*>!*•

(*-**)

onde pode-se notar que ^¿)/<^V* P31"* £*».*•*. H e como vimos

¿interiormente (6-31) <^i)*<X)íi9 P » * i«l..../5

A determinação da solução das equações acima pode ser

vista no apêndice B do artigo de L.F.Li, de onde pode-se obter as

seguintes possíveis soluções

0

-s

* Este termo leva em conta a condição de traço nulo, permitindo-
nos variar os <¿¿ Independentemente.
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a substituição destas soluções nas equações de extremos, nos dará

os valores de & e £ em função dos parâmetros do potencial.

0 alor £ será da ordem de ($„} e caracterizará a qu£

bra do grupo SU(5) (¿<^ " *0 (̂ ««0 , 00 por sua vez, caracteri

zará a ordem de grandeza da quebra do modelo de Weinberg-saiam (a

representação fundamental é introduzida com apenas esta finalida-

de e <x> * i0 ^«^ )• A solução que nos interessará é aquela

que mantém VX//6 « i . Isto é o que conhecemos por hierarquia de

escalas de energias. Em todos os trabalhos sobre o padrão de que-

bra de simetria em modelos unificados, existe um problema para man

ter-se válida a relação {X*)/fc <*. 1 . Porém, este é todo um con

texto a parte, para o qual indicamos as referências (18) e (21) a

partir de onde poderão ser obtidos os trabalhos a este respeito.

Voltando às nossas soluções, verifica-se que cada uma

delas será um mínimo absoluto, apenas para certas condições dos

parâmetros do potencial. Abaixo apresentamos as condições obtidas

• A primeira análise das escalas de energia envolvidas em teorias
grande-unificadas, foi elaborada por H.Georgi, H.R.Quinn e S.
Weinberg, Phys.Rev.Lett.33(1974)451. Nestes modelos, duas esca-
las de energid são bem estabelecidas. Uma correspondente a qup-
bra de simetria do modelo de Weinberg-Salam, determinada atra-
vés da fenómenologia, como sendo da ordem de lO^ev. A outra es

cala será a da quebra da simetria de grande unificação, e será ca
racterizada pelo "threshold" dos bosons intermediários de su(s).
Como estes bosons causam o decaimento do proton, e a vida média
deste úlcimo possue um limite inferior de 10â0 anos, por simples
análise dimensional(19) j- t |f(1#u, e ^ , OH) ^

espera-se que ,

j > «o
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por Magg e Shafi* ' para o padrão de quebra de SU(5) com uma re

presentação adjunta mais uma representação fundamental de bosons

de Higgs

b > o

.1

a>o, b<o

ibi < -Jf- *

SÜ15)

— I

i
5013") * Sdu) A Ü( i)

SUÍ4)

Assim somente com as condições ô<0 e a > - - b e

obtemos o padrão de quebra de simetria desejado.

7. Quebra de simetria através das correções radiativas

S.Coleman e E.Weinberg foram os primeiros a notar que

as correções radiativas podem produzir a quebra espontânea de sím£

tria. Mesmo quando esta não existe explicitamente na Lagrangeana
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ao nível de árvore. Com isto queremos dizer que mesmo não existin

do um termo com uma massa imaginária ao nível de árvore na Lagran

geana, as correções quanticas do potencial simulam o mesmo efeito

de uma massa imaginária. 0 efeito das correções ao potencial pode

ser visto no gráfico abaixo

4) - A

Ul

0 cálculo das citadas correções é realizado dentro do

formalismo funcional idealizado por Scnwinger
(22)

e introduzido

no estudo da quebra espontânea de simetria por Jona-Lasinio

e por Goldstone, Saiam e Weinberg . Ao potencial mais suas cor

reções damos o nome de potencial efetivo, e pode-se verificar que

este será dado pela expansão em "Loops" da função de Green de n-

pernas. Não iremos nos detalhar nas peculiaridades da expansão

funcional, porém a seguinte relação de referencias poderá ser

útil para o estudo destes aspectos:

a) uma introdução pedagógica ao estudo dos métodos funcionais pode
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Í12)ser vista na revisão de Coleman , que nao difere em muito de

seu artigo original b) a determinação da ação efetiva atra-

vés do método do "Steepest descent1* pode ser vista de forma clara

na revisão de Abers e Lee c) o artigo de Iliopoulos ? li-

tros apresenta a dedução do potencial efetivo através da ex-

pansão em loops, deixando em evidência que esta é uma expansão em

série de potenciais de ti (isto foi notado pela primeira vez por

Nambu*) d) o trabalho mais detalhado a respeito é de Jackiw ,

aonde encontra-se também como exemplo o cálculo do potencial efe

tivo de uma teoria X(p até dois "loops". O resultado foi gene-

ralizado para teorias de gauge por Dolan e Jackiw ', onde é ve-

rificado um sinal da não dependência do gauge no potencial efeti-

vo ao nível de "1 Loop1». e) um método alternativo (como discuti^

do por Coleman ') é apresentado por Weinberg , onde a deriva

da do potencial é calculada através da equação que indica que a s£

ma dos "tadpoles" da teoria é nula (condição de estacionariedade

do potencial).

Nosso plano nesta sscção será o de dar uma descrição r¿

pida do cálculo realizado por Coleman e Weinberg^ , Discutindo

em seguida as correções radiativas no modelo da secção 3c. utili-

(24)zando-nos do formalismo desenvolvido por Jackivv ;

Seja o potencial dado por

V s ± tf (ti)

* Y.Nambu, Phys.Lett.268(1966)626.
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ao nível de árvore, que nos indica a existência de uma interação

quartica com um acoplamento A . As correções na ordem de "l loop"

serão dadas pela soma dos seguintes gráficos

0

Sem levarmos em conta os contratermos provenientes da renormaiiza-

ção, o potencial efetivo será dado por

tá
M * •'

onde o fator í vem da definição do potencial efetivo. 0 fator t/z

no numerador da fração é proveniente da estatística de Bose( a tro

ca de duas linhas externas no mesmo vértice não leva a um novo grá

fico) e o fator l/im indica que a rotação ou reflexão de um polígo-

no de n-lados não leva a uma nova contração na expansão de Wick.

0 resultado deste cálculo (já renormalizado) após somar

a série e integrar será

if. 1 <p - Í^ s (U í - &
Ml

cujo gráfico corresponde ao desenho pontilhado da figura á pag 31
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Ma verdade "escondeu-se o jogo* neste cálculo, pois, o

que descrevemos acima não é nada esclarecedor, porém os detalhes

(12)
podem ser encontrados na revisão de Coleman , a parte de anáii-

(25)se conbinatória de gráficos pode ser vista no "Diagrammar" .(Um

estudo detalhado da análise combinatoria em gráficos de Feynraan

(26)
foi realizado por Cvitanovic e outros ). Para compensarmos a

falta de detalhes no cálculo acima, resolveremos um caso mais com

plexo no apêndice B. Onde partindo da Lagrangeana (o mesmo modelo

apresentado na secção 5c. a menos dos termos de massa)

Lz

chegamos ao potencial efetivo

§*}*?)*§)
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Este resultado foi obtido no apêndice B, onde considera

mos o potencial massivo (o fato de termos massa ao nível de árvore

não altera a forma de cálculo do potencial efetivo), também não a-

presentamos acima a contribuição dos bosons escalares para o poten

ciai (o que está incluido no resultado do apêndice B).

As peculiaridades de modelos em que a quebra de simetria

é realizada através das correções radiativas, bem como o padrão da

(27)
quebra de simetria foi elaborado por B.Gildener . Uma aplicação

destas idéias ao modelo de Weinberg-Salam foi realizada por Weinberg

e Gildener^28)

Com este processo de quebra de simetria pode-se obter a

massa do boson de Higgs em função de outras massas da teoria ' ;

Portanto se a quebra do modelo de Weinberg-Salam for realizada via

correções radiativas, prevê-se uma massa da ordem de lOGeV pora o

boson de Higgs, este resultado suscitou uma imensa quantidade de

publicações a respeito da fenomenología do boson de 10 GeV (uma ex

célente revisão é o trabalho de Barbieliini e outros ).

Uma conseqüência importante da análise das correções ra

diativas é a imposição de um limite mínimo para a massa do boson

de Higgs do modelo de Weinberg-Salam (este limite corresponde a

uma condição de estabilidade do potencial frente as correções radia

t i va s ( 2 9 ) ) .

A quebra de simetria através das correções radiativas

em modelos de grande unificação também pode ser realizada. Aliás
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o único cálculo que existe neste sentido até o momento foi elabora

do por Bi l i s et al ' para o modelo SU(5).

8. Violação de CP através do Mecanismo de Higgs

Após a constatação experimental de que a simetria de CP

é violada no sistema K#-K° passou-se a procura das causas da não

conservação desta simetria. Atualmente existem duas hipóteses mais

estudadas sobre a origem desta violação. A primeira devida a Kobav,

(32)

ashi e Maskava* , baseia-se no fato que temos pelo menos seis sa-

bores diferentes de quarks. Portanto, pode-se mostrar que a matriz

de Cabibbo mais geral para estes quarks, apresenta ama Pase que

viola T e não pode ser eliminada por uma transformarão de gauge.

A segunda hipótese implica numa violação de T através do mecanis
(33)

mo de Higgs . A idéia é partir de uma Lagrangeana com um poten-

cial de Higgs invariante por T (e consequentemente por CP) que ad

mita um mínimo degenerado. No momento em que a teoria escolher um

determinado vácuo, a invariança por T que implicava (§>--$ ̂ * ($'- ^

é perdida. Podendo-se verificar que certas transições violam CP ex

plicitamente já na ordem mais baixa.

Um esquema simples de violação de CP "soft" (adota-se

esta terminologia no caso da violação via boson de Higgs; no caso

de Kobayashi e Maskawa temos a violação de CP "hard") foi elabora-

(33)

do por T.D.Lee ' para o modelo de unificação das interações tra-

cas e eletromagnéticas de Georgi e Gldshov e baseia-se na se-

guinte Lagrangectna:
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* i-tf - -;

onde / « *[ são tripletos de 0(3).

Devemos observar que temos a mesma Lagrangeana estuda-

da em secções anteriores e nos apêndices A e B, com exceção dos

dois últimos termos que nos dão o acoplamento dos tripletos de fer

mions da teoria com os bosons de gauge e bosons de Higgs, além do

fato que agora estes bosons de Higgs são carregados. Nos não nos

ateremos as peculiaridades da violação de CP, estamos apenas inte-

ressados na quebra de simetria através do potencial de Higgs. Para

um maior entendimento a respeito da violação de CP no sistema de

(35)

Higgs pode-se recomendar o texto de T.D.Lee ; Quanto a este es-

quema aplicado ao me delo de Weinberg-Salam pode-se encontrar o tra

balho de Weinberg . Para a introdução da violação de T em mode-

los mais complexos, pode ser necessária a introdução de uma maior,

quantidade de bosons de Higgs tornando a análise bastante trabalho

sa.

Um ponto importante a ser lembrado é que para existir a

violação de CP devemos introduzir mais bosons de Higgs na teoria,

de tal maneira que na diagonalização da matriz de massa chega-se a

campos diagonalizados com vértices que levam a interações não
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invariantes por CP. Poré» estes novos bosons de Higgs não devem

quebrar ainda mais a simetria de gauge da teoria. Portanto uma vez

promovida a quebra da simetria de gauge,os novos bosons de Higgs,

os quais devem ser acrescentados a teoria para violar CP, só podem

possuir uma "direção de Goldstone", que será a determinada pelo

sistema de Higgs que quebrou a simetria de gauge original. Na rea-

lidade, todos os bosons de Higgs participarão da quebra da sime-

tria de gauge, adquirindo diferentes valores esperados no vácuo em

direções paralelas.

Após o que discutimos acima, e como já discutimos no

Apêndice A o potencial dado por (8-1), podemos constatar que "a úiú

ca solução que nos interessa e que leva â violação de CP, será

aquela cujo mínimo é dado pela condição de campos paralelos (vide

apêndice A) ^<O", teremos então:

• -

f.f.-

cuja condição de estabilidade implica

Com esta escolha de mínimos a simetria inicial o O ) re-

duz-se a do eletromagnetismo 0(2)» Podemos também adotar a seguin e

estrutura de campos
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As matrizes de massa dos bosons carregados e neutros se

rao

f H

•£•

Pode-se diagonalizar a matriz de massa dos bosons de

Higgs carregados ta l que

• f f COS ô •
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onde D é dado por

a massa dos bosons neucros é dada pela diagonalização de (8-6) .

Como já dissemos, rns nos preocupamos aqui, apenas com

a estrutura da quebra de simetria através do potencial de Higgs.

(Detalhes sobre a violação de CP podem ser vistos nos trabalhos

de T.D.Lee(33'35>).

9. Teorias de Gauge a Temperatura Finita

Como dissemos anteriormente (secção 2) o mecanismo de

Higgs possue uma analogia com a física dos supercondutores. Sabe-s^

também que quando um supercondutor é aquecido o m*»smo scfre uma

transição de fase correspondente a uma mudança no 3inal de QC na

equ.(2.l) (vide gráficos a pag. k ).

Kirzhnits e Linde seguindo esta analogia por compLe-

to, argumentaram que em uma teoria de gauge onde a simetria é que-

brada â temperatura zero, esta deverá ser restaurada, quando o si¿

tema for aquecido. Estes efeitos serão de importância vital no es-

tudo de Cosmologia, onde conforme ocorrer a evolução do Universo,

estaremos partindo de uma simetria total das interações, a qual

vai sendo quebrada a medida que a temperatura diminua. Este efeito

também poderá 3er observado n& presença de campos eletromagnéticas

intensos conforme será visto mais adiante.
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A introdução da temperatura na análise de processos em

teorias de gauge, segue urn formalismo proveniente de estudos real¿

zados em mecánica estatística, muito anteriores às idéias de se es

tudarem transições de fases em teorias de gauge. Sendo que grande

parte do formalismo utilizado em teorias de gauge (isto mesmo a

temperatura zero) são originários de estudos em mecânica estatísti^

ca.

Em mecânica estatística podemos deduzir a expansão de

Wick, as funções de Green e as regras de Feynman em função da tem-

(36)
peratura. Este formalismo foi estabelecido por Matsubara ,

/17) (37) ^7)

kosov et a i w / ; Fradkin* ' e Martin e Schwinger . Uma explana
ção bastante suscinta destes trabalhos pode ser vista no livro de

(38)

Fetter e Walecka* '(o cap. 7 deste livro resume tuio o que é ne-

cessário para um entendimento do formalismo quantico relativístico

dependente da temperatura). Um segundo texto clássico é o livro de
(38)

Abrikosov e outros . Exporemos aqui os resultados principais

dos trabalhos acima, sendo que basicamente nossa intenção é obter

as regras de Feynman dependentes da temperatura.

A função de Green dependente da temperatura para um da-

do campo será obtida através da média de Gibbs do produto ordenado

temporal dos operadores de campo.

t , V , T« « *
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onde fts 1/kT e *i a Hamiltoniana do sistema. Sendo que â

funções de Greén i rão depender de um tempo imaginario it it acnde

"í i r á var iar no intervalo LO. V / T J . A p a r t i r desta definição,

pode-se determinar a expansão de Wick. Um ponto crucial nà dedução

das regras de Peynman dependentes da temperatura, é o fato que,par

tindo-se da definição (9.1) pode-se demonstrar que as funções de

Greem são funções da diferença do tempo ( í i - Zt* t ) , sendo que

este é definido no intervalo -ftT\<r<^ti (vide Fetter e Walecka^38'
(38)pag.236 e Abrikosov . pag.131). Is to permite que a função de Green

seja expandida em uma sér ie de Fourier de período Zñ'h , portanto

onde

N..s refs.(38) é desenvolvido todo o formalismo diagrama

tico da expansão de Wick e equações de Dyson. Com relação as teo-

rias de gauge é conveniente utilizar-se o formalismo funcionare a

dedução das regras de Feynman no formalismo funcional foi reaiizd-

(39)da por C. Bernard .

Os resultados de Bernard podem ser sumarizados como:
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i) A função de partição T * ***-. £ <tf I €

(a função de partição faz o mesmo papel da ação efetiva, ou seja,

suas derivadas funcionais nos dão as funções de Green) é uma quan-

tidade dependente do gauge e só terá significado físico quando tra

balharmos em um gauge no qual não apareçam partículas não físicas

(gauge unitário, porém neste gauge não é possível observar a res-

tauração de simetrias*40').

ii) As regras de Peynman são exatamente us mesmas de tem

peratura zero, realizándole as modificações

onde cO/n z Z$ **/& par* os bosons e para os fantasmas de Fadeev-

Popov e (^(*i+i)Tf/^ para os fermions.

Devemos observar os seguintes pontos:

a) como o tempo é uma função periódica da temperatura ,

temos como resultado a troca da variável fe» por iu)m e a inte -

gral pela somatória devido a expansão da função de Green como umo

soma de Fourier.

b) Bernard praticamente assume Na priori" a estatística

de Bosons pora os Fantasmas de Fadeev-Popov, a prova que isto é

coerente somente foi realizada recentemente
(41 \
v ;
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Portanto, qualquer cálculo em teoria de gauge, que en-

volva temperatura, poderá ser realisado de forma idêntica ao pro-

cedimento de temperatura zero. Desde, que se realize as alteraçSes

citadas acima.

Após o trabalho de lirzhnits e Linde* 'f Weinberg ' e

(42)

jackiv e Do1an ' elaboraram trabalhos fundamentais para o estudo

de teorias de gauge â temperatura finita, estudando o comportamen-

to do potencial efetivo, e a determinação da temperatura crítica,

em gauges renormalizáveis bem como no gauge unitário. Alguns des-

tes aspectos serão vistos nas secções seguintes.

10. 0 potencial efetivo á temperatura finita

A temperatura crítica

Nesta secção calcularemos o potencial efetivo para um mo

delo 0(N), determinando a temperatura crítica para o mesmo. Como

vimos na secção anterior as funções de Green ¿ temperatura finita

são idênticas as da teoria a temperatura zero. A diferença estará

nas condições de contorno temporal que, para temperatura finita,

são determinadas como periódicos no tempo imaginário.

De maneira geral o procedimento que iremos expor aqui,

poderá ser aplicado de forma idêntica, a qualquer teoria de gauge,

(mesmo que não tenhamos bosons de Higgs), as únicas mudanças que

ocorrerão estarão ligadas com as particularidades do modelo seja

est# quadri-dimensional ou bi-dimensionai (modelo de Ftehwinger
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modelo de Gross-Neveu, etc...)* Podendo a análise do potencial ser

realizada através da expansão em Loops, ou com considerações sobre

a expansão l/N , etc... . Na seqüência definiremos a temperatura

crítica e determinaremos o potencial efetivo para uma teorio de b£

sons escalares, cujo cálculo será tomado como padrão,ecuja Lagran-

geana será dada por

(para que exista quebra de simetria /m será sempre imaginario)

a. Definição da temperatura critica

Estaremos trabalhando com teorias cujo potencial efetivo

a temperatura zero V (<f J (o potencial sera sempre função de ti

aonde tf é um valor constante para o campo) apresenta uma solução

do tipo

o doz)

0 potencial dependente da temperatura V (<ty ) deverá re-

duzir-se a V ((D1) para 6 infinito (T « o ) , e nós estaremos procu

rando uma solução que elimine a quebra de simetria, tal que
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para a qual vDa s O

e garantiremos que não há quebra de simetria desde que

para que a simetria persista, podemos escrever

iíííU

Aíiecompondo-se V' (ly) em uma parte que nos dá o potencial à tem

peratura zero V ($l) e uma parte dependente da temperatura V (i£

assim, temos a condição (10-4) dada por

(.0-5)

porém o parâmetro de massa da teoria renormalizada é dado por

Wb- = es<
(ÍÇ-o

substltuindo-se em (lO-í>) teremos

Oo-í)
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definimos portanto a temperatura crítica como

Oo-

Para a teoria que iremos examinar a seguir teremos ape-

nas uma temperatura crítica 6 C onde para T [»/(?] < ~í*c ['

a simetria estará quebrada, ou seja, teremos um mínimo para

e para T > T c a simetria será restaurada e o único mínimo do po

tencial ocorrtrá em ^- O

b. Potencial efetivo dependente da temperatura na aproximação de

"1 Loop"

Seja o potencial da Lagrangeana (10-1)

- ¿ w» f * • \ f

conforme vimos anteriormente a teoria dependente da temperatura só

será alterada, através das condições dadas por (9-3), Portanto, o

propagador (para o tempo imaginário) dos bosons escalares livres

será dado por

*
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Considerando agora nossa Lagrangeana com interação qucu_

tica, podemos escrever os termos quadráticos da ação com a Lagran-

geana "deslocada" (vide procedinento no apêndice 8)

(iC-'i)

onde

(iC-13)

como vimos no apêndice B o potencial efetivo será dado por (eq.

(B-6))

realizando-se as transformações (9-3) temos

v, upo * -L >.

r P1
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onde

_i soma sobre On diverge, porém pode ser calculada após as seguin-

tes operações, seja

• • i*) (UM*)

derivando-se com relação a b , temos

usando-se a relação

r

i TÍz

pode-se verificar que

integrando-se chegamos a

-- ifl I 4 • ír L 2 P J de
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portanto o potencial será dado por

(10-2:)

¡o »2S ,
onde y, ((f ,' e a parte do potencial a temperatura zero

ft T
IP At.

e v. (.̂  ) a parte dependente da temperatura que pode ser escrita

como

' i r '

o qual para ^ -» «o C""*0) é claramente nulo.

Ê interessante notar que Vj ((p£) é exatamente o poten-

cial calculado sobre o espaço quadridimensional, ou seja

isto, porque, a integração na componente temporal a menos de urna

constante infinita*, nos dá urna constante que pode ser absorvida

na renormalização, ou seja

* Estes infinitos serão eliminados pelos contra-termos apropriados,
que poderão ser ajustados para absorver a constante em (10-26)
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I

;
-00

- ¿ t

o que é interessante notar, nisto é que todo o comportamento críti

co da teoria está descrito em uma teoria tridimensional fato este,

que será relevante em discussões que faremos adiante.

0 problema que agora temos por frente é a resolução da

integral em \¡, (¿*) , o primeiro fato a observar é que ela se-

rá finita, assim sendo os únicos contra-termos necessários na teo-

ría são os de temperatura zero; o segundo ponto é crucial e está

ligado ao fato que queremos utilizar o resultado da integral para

determinarmos a temperatura crítica. Porém a temperatura crítica

é determinada por Yj (Á l) em ^ =o e para valores pequenos

de (¡¡ , M2=^r>*'^l^<^ é negativo e ^ torna-se compl£

xo (devemos lembrar que ccn Co) isto levará a uma temperatura cri

tica complexa. 0 que está ocorrendo é que as contribuições de or-

dens maiores, não podem mais ser desprezadas se desejarmos um cál-

culo preciso de ftc „

Para podermos obter um resultado para nosso potencial

vamos assumir que & Nj é suficientemente pequeno para que possa

servir de parâmetro de expansão*, desta forma, após expandirmos

) em potencias de P*\ temos como solução

• isto é equivalente a expandir o potencial para grandes temperatu
ras 6 -> o
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«ir

onde c ' — + 2ÍA^« - 2 ^

a dedução da expressão acima pode ser vista no Apêndice C.

Utilizando-nos dos dois primeiros termos da expansão

(10-27) (que sao suficientes para determinarmos Ac sem que es-

te seja complexo) podemos determinar a temperatura crítica, que de

acordo com a definição (10-8) será

Colocando isto de uma forma rr.ais simples, podemos '• -r'i-

nir a massa lependente da temperatura }\ { B) $ (iUfc -̂ ''á '• ̂ o-u-

ciente do termo quadrático em l[ no potencial eOrivo, e ier-rrni

nar a temperatura crítica como umô solução de A|" ( f̂c. ) ~ r

Como citamos anteriormente temos problemas -1* divf?r:jôn-

cias infravermelhas na expansão do potencial of^fiv. M̂ dn-io n• >•-,
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* (44)

aproximamos da temperatura critica, Kirzhnits e Linde fazem

uma análise do comportamento dos termos de maior ordem na expansão

em número de "loops" do potencial efetivo e verificam que estes

não poderão ser desprezados em uma região delimitada por

|T-T C!/T C $ %

isto se reflete basicamente na expansão da integral ao nível de 1

"Loop" (como é realizada no Apêndice C) no sentido do quanto é rea¿

mente boa a expansão em fj M C ^ / T )

É interessante, para verificar-se a importância dos te£

mos de maior ordem, um estudo do cálculo realizado por Dolan e

Jackiw ao nível de dois "Loops" para o mes:no modelo de bosons

escalares com simetria O(N) discutido acima, bem como o resultado

de fálculos de gráficos de maior importância no limite de N grande

(são retidos os gráficos de maior importância na expansão l/N), es

tes cálculos não serão estudados aqui em virtude de sua tediosa e u

boração. Sendo que na prática o cálculo de diagramas ao nível de

"1 l,oop" já é suficiente (nu maioria doy casos) para os estudos de

transirão de fase.

Voltando ao nosso exemplo podemos escrever o potencial

efetivo como
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onda estamos tomando apenas os dois primeiros termos em \A l¿> )

e não estamos considerando as contribuições ao nível de "1 Loop"

da parte independente da temperatura (que será proporcional a

, e portanto de menor ordem). Elaborando um gráfico

deste potencial a varias temperaturas obteremos

T = O

"B =?• O< T <

Devemos lembrar que o potencial efetivo pcsiu» o mesm^

significado que o potencial termodinâmico, a partir do quai, pod^

mos derivar as densidades de entropia e energia. Lembrando tombem

que todas estas quantidades apresentarão derivadas discontinuas na

temperatura cr í t ica . Podemos verificar i s t o através da discontinua

dade no calor específico.

00-52)

- T
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{<j}- J^~.*) - T • > **" )é a densidade de energia(aonde

é calculado nas proximidades da discontinuidade

Infelizmente estes conceitos não são de muita utilidade

para o estudo da transição de fase. Nas próximas secções estudare-

mos as transições de fase de forma mais detalhada.

11. Transição de füse em um modelo 0(N) com dois vetores de bosons

de Higgs.

Nesta secçao iremos estudar a restauração ia simetria

devido a temperatura no modelo cuja quebra de simetria e potencial

efetivo, foram discutidos respectivamente nos apêndices A e B.

A Lagrangeana do modelo é dada pela eq. (t-4) ««; l'V̂ ) e o

potencial efetivo a temperatura zero foi calculado no apêndice B.

0 procedimento para o cálculo do potancial a temperatura finita

foi bem detalhado na secção anterior. Portanto, apenas colocaremos

aqui o resultado final, o qual foi elaborado para o caso de mínimo

dos campos na condição perpendicular (vide apêndices A e B)
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NJ-21) C - ^ ? • f , ^

(!••!)

y)

onde consideramos apenas os dois primeiros termos na expansão de

\j. . Ĵ [¿ é dado no apêndice B.

Inicialmente estabeleceremos a estrutura de fases <* tem

peratura zero, assim, a partir do apêndice A, sem se c\^:i ' r:r a

solução trivial onde não temos quebra de simetria (em ~ ; 0 ) , a-j n

ses são as seguintes

Fase ~ondic;ão de estf.uiiici.i.!•' da fase

X f.



o

0(N-1
1 ' AM? I /Y*i 1

Como dissemos acima nosso potencial foi calculado para

a condição c ) . Onde as direções dos campos Ĉ e ^ no mínimo são

perpendiculares entre s i . Temos portanto uma quebra hierárquica de

simetrias. Ou seja; as simetrias serão restauradas na seguinte or-

dem ( 5É <JÚ(TiO
<)> >> < <*].(T

• T

Onde as temperaturas críticas são determinadas de acor

do com (10-8) e obtemos

(11-2)

'

Desta forma, pensando no caminho inverso ao colocado ac¿

ma (0(N-2) —»O(N-1)—*0(N)), se imaginarmos que no iníc io do Univer

so tivéssemos uma simetria de interações 0(N) poderia ser por ex. o

grupo de simetria de grande unificação, ou um sistemu para explicar

a violação de CP J . Se resfriassemos a temperatura do Universo ao
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atingirmos Icy a simetria 0(N) seria quebrada para O(N-l), conti-

nuando o resfriamento ao atingirmos !<» passaríamos a fase

J(M-2).

Na realidade podemos adotar o procedimento de Kirzhnits

(44) Tl T z ~

e Linde e encarar U^ e 'c« nao como temperaturas criticas,

mas sim, como temperaturas limites da região de metaestâbilidade

separando as fases ordenada e desordenada (isto porque quanto mais

desejarmos nos aproximar da temperatura crítica , mais termos de or

dens superiores deverão ser levados em conta). De à<joT^. em diante

referirnos-emos as temperaturas acima ¡̂ 11-2) e (ll-3)j como "TI

e li* .

Para estabelecer a região de metaestâbilidade podemos

acrescentar ao potencial termos da ordem M /j3 . Para fazer isto

sem precisar acrescentar os outros termos na ordem de "1 Loop"

(ou "2 Loops"), devemos nos certificar que a expansão em M/T é

realmente boa na região em que estamos interessados. Isto pode ser

verificado através do critério de Ginsburg. Definindo a temperatura

de Ginsburg: (l~̂ êj - ̂  ^i(T^) onde f¿ é a maior constante de aco

piamento da teoria e M¿CT*) a maior massa dentre todos os bo-

sons escalares.

Portanto, na fase ordenada nossa aproximação não será

perturbada por flutuações, desde que, estejamos em uma região de

temperatura I , na qual M(T)<T£ iĉ  . ou seja,"as massas

da teoria devem ser menores que T ,onde i pode tomar valores

até "t\ , o limite da região de metaestâbilidade11. Km outras pai_a



vras; a relação acima indica o quão boa é a expansão do potencial

efetivo, em uma série de potências do parâmetro de ordem L A ̂  •

( ̂ m) ] .
Acrescentando-se os termos da ordem ^ /A ao potencial

efetivo temos:

^ ]

onde Vl«[,X.T) é dado por (ll-l) .

As massas dependentes da temperatura são dadas por:

Para obtermos os parâmetros de ordem, devemos resolver

simultaneamente à^í«(,tV Afl^'0 e dvír|.XT)/à)C»O . Após

algum cálculo verifica-se que, este problema não tem uma solução
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simples, além do fato, que se desejarmos < fi C'-.o)) » <"<*£CTiO)>

(21)*

teremos presente o problema de hierarquias . Em particular ire-

mos nos interessar especificamente na primeira transição de fase.

Assim consideraremos que a hierarquia de transições é possível, e,

estudaremos isoladamente a transição de fase na primeira quebra de

simetria. Portanto, a partir de <&V/ò)6 |«J=o"0 obtém-se

A presença do termo cúbico leva a existência de uma di_s

continuidade no parâmetro de ordem, indicando aparentemente que t£

mos uma transição de fase de 1* ordem.

Podemos agora determinar o outro limite da região de -e

taestabilidade (veja que "TL é uma das soluções da equação (11-7)

a outra será T,, ) que será dado por:
r

-1

eu-a)
- -TH

Apenas com relação ao campo "J/L , podemos verificar

• Vide secçao 6b.
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e para "T> 'jpara T~<Tjv temos uma solução para p-=? \p/jv e pora • * ^y

temos <jC>= O . N o en tan to , no i n t e r v a l o T ^ <TC < Tt, temos

t r ê s soluções poss íve i s que se rão : dois mínimos em < / ) = ^Cli

e < o t ) = o , e um máximo em <jC)" ^z^ T ^ » i s t o pode ser v i s u a -

l i zado em um grá f ico para o parâmetro de ordem

Traçando-se um perf i l do potencial para diferentes tem-

peraturas (devemos ltj.ibrar que estamos tratando o campo JÍ i s o l ¿

damente ) teremos

B

C

0 < T

T C <T<T 2 X
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Onde uma aproximação para a temperatura crítica será obtida atra

vés de

Novamente lembramos aqui, o fato de estarmos trabalhan-

do apenas com o campo fi . Portanto, a análise acima não é realí_s

tica para o modelo em questão, devido a existência do campo *•? .

Foi forçada a análise, para mantermos a consistência com os cál -u-

los já elaborados dentro deste modelo. Um cálculo com menos aproxi_

mações, realizado no modelo de Higgs abeliano, portanto, bem mais

fácil para se trabalhar, pode ser visto no trabalho de Kirzhnits e

(44)
Linde ; Todo este estudo foi repetido por Iliopouloq e Papanico-

lau , para o caso em que a simetria é quebrada através das cor-

reções radiativas.

Faz-se necessário lembrar aqui, um "approach" diferente

ao problema que resolvemos, conforme foi elaborado por Moh»p '?r ¡

e Senjanovic . Eles estabeleceram os limites de estibi] î i-üie de

cada fase a temperatura zero. Depois via qnipo de ren< >rma ¡ i/n./ão

dependente áa temperatura verificaram como estei limites varirn,

determin ¡ndo o ponto de cada transição de fase.

12. Análise do tipo da transição de fase

Como iremos ver mais adiante a análise do tipo de tr m-

siç~o de fase, ou seja, a de* '.••rrninação se a mfisma é de pi in\> 1 r •
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ou segunda ordem é de extrema importancia principalmente no que se

refere a evolução do Universo.

Basicamente uma transição de fase de primeira ordem,

ocorrerá quando tivermos um grande salto no parâmetro de ordem na

temperatura crítica. Enquanto a transição de fase de segunda ordem

será caracterizada por uma evolução <*.o parâmetro de ordem à tempe-

ratura crítica. Na verdade isto não é muito realístico dada a nos-

sa limitação na determinação da temperatura crítica.

Conforme vimos na secção anterior, o modelo 0(N) apre-

senta características de possuir uma transição de fase de primeira
!

ordem, dada a discontinuidade em seu parâmetro de ordem (vide grá-

fico â pág. 61). Linde e Kirzhnits propuseram a quantidade

para medir o quanto a transição de fase é de primeira ordem forte

ou fraca. \t e h são os limites da região de metaestabi1idade

dados pelas eq. (11-2) e (11-8). Se Ò«L a transição será de pri

meira ordem fraca, se & * l será de primeira ordem forte.

Para o modelo 0(N) discutido na secção anterior podemos

estudar a transição de fase do campo % , determinando & que se

rá dado por;
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- i

Devemos lembrar que em nossos cálculo estamos desprezando termos

com constantes de acoplamentos dos bosons escalares (*{il) cujas

potencias sejam maiores que a unidade, ou seja estamos consideran-

do f y ^ .

A yartir da equação (12-2) pode-se verificar que AsOl'

para tf até 0 (15) com *) , p-jr-a N=20 temos A V 0[\0 ). (os va

lores das constantes de acop1.amanto utilizadas para obtermos os re

(31)
sultados dcima, são aqueles estimados para o modelo su(5) .Pois

no caso estamos tratando o modelo 0(N) corno o sistema de Higgs pa-

ra um modelo unificado de brinquedo, isto não chega a ser correto,

devido as diferentes cargas não abelianas (op. de Casimir), nas re

presentações dos bosons de Higgs de SU(5), mas serve para uma ana-

lise grosseira).

Concluimos portanto que a transição de fase é de 1* or-

dem. Sendo fraca para um pequeno grupo de simetria e Forte, quanio

aumentamos N. Isto é uma influencia do aumento do número •)« partí-

culas . u nosso resultado é correto, o^ra temperai urns Kor i .i.i

região de metaectabilidade. 0 tratamento feito acima pu.!* ;-•/• r• • • t_i_

nado, considerando-se que, o comportamento crítico pole ser isola-

do em uma teoria efetiva em tres dimensões resultante cio modo de

freqüência zero .



Como foi visto na secção 10.* todo o comportamento crí-

tico realmente se reduz ao comportamento da teoria no espaço do

trwnomentum. Isso foi demonstrado por Ginsparg , que utilizou-se

do fato para comparar as transições em teorias de gauge com o com

portamento previsto experimentalmente em estado sólido; bem como,

previsões da mecânica estatística para supercondutores.

Iremos reproduzir em poucas palavras o trabalho de Gins_

parg. Cuja idéia básica, está em isolar o comportamento crítico em

uma teoria de três dimensões, analisando as equações do grupo de

(49)

renormalização obtidas através da expansão £ . Nota-se que, te£

rias assintoticamente livres, as quais não possuem um ponto fixo

estável (que não seja o trivial) na expansão £ do grupo de renor-

malizaçao, apresentam transições de fase de primeira ornem fraca.

Caso contrário estas teorias apresentarão transições de Fase de s_e

gunda ordem. Com isso resumimos todo o resultado do trabalho. Entre_

tanto alguns pontos merecem um maior esclarecimento.

Inicialmente podemos discutir o que queremos dizer com

vim ponto fixo estável. Para uma discussão sobre os trabalhos a re¿

peito citamos os artigos da ref. (50) e em particular, a revisãj

elaborada por Politzer ' (Phys.Rep.). 0 proble-:ia básico consiste

na análise da função ô do grupo de renormalização, que é uma in

dicadora do comportamento assintótico da teoria, sendo que, os pon

tos fixos são aqueles no qual a função a se anula e indicam a con

vergência das funções de Green da teoria (as teorias não-abeiianas

* Obs. o que vimos na secção 10. não garante a s'Jiyy-i<:'Ár- de Gins-
oarg (ou melhor, garante apenas para i parf<-> i^; --.../K!f.-¡t...de T ) F , . - . , . .
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com poucos ou nenhum boson escalar, por ex.: QCD, possuem um ponto

fixo estável ultravioleta na origem ' ) . Um estudo da função A

para um grande número de teorias foi elaborado por Eichten, Cheng e

Li , de onde retiraremos alguns resultados referentes ao nosso

modelo 0(N).

Um segundo ponto, mais importante, no trabalho de Gins

parg, é o fato que o leva a afirmar que uma teoria assintoticamen

te livre com um ponto fixo estável na expansão t possue uma

transição de fase de primeira ordem fraca. Não existe uma prova

rigorosa para este fato, isso decorre apenas da analogia com o es-

tudo experimental da transição de fase de certos elementos, que

sendo de primeira ordem fraca, foram identificadas teoricamente

como tal, através do grupo de renormalização

Podemos exemplificar o que dissemos acima com um exem -

pio simples, seja a Lagrangeana

aonde (0 é um vetor com N-componentes. Consideremos também g

equações do grupo de renormalização, que nos dão a evolução das

constantes de acopiamento em um espaço de 4-€ dimensões
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pí(j â (J sj ot-5)

aonde |Lu*»*) e jMjJ*'^ s a ° a s f^ÇÕes $ no espaço de quatro

dimensões. Um ponto fixo é um ponto (<j • \ ) t a l que

= O

Desta forma aplicando estas idéias a Lagrangeanâ (12.3)

temos

6

(as funções ft em 4 dimensões que iremos apresentar podem ser

obtidas do artigo de Cheng, Eichten e Li^5 ' ) . Eq. (12.7) apresen-

ta um ponto fixo para p em

portanto a transição de fase neste modelo é de segunda ordem.

Podemos elaborar o mesmo cálculo para o modelo 0(N) com

dois vetores, que foi estudado nas secções anteriores. Os possíveis

pontos fixos poderão ser obtidos a partir das soluções de
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os de Ginsparg que elaborou o mesmo cálculo para este modelo

no limite de m-vetores de bosons de Higgs ao invés de apenas dois

vetores (o? c í>) • Portanto a transição de fase será de primeira or

dem fraca.

Recentemente Linde fez uma crítica à forma de deter

minaçao do tipo de transição de fase através do estudo da quantida

(4
ihnitsvde A (vide Eq. (12.l)) proposto por ele e Kirzhnitsv , bem co

mo ao estudo da função fi no espaço de 4- € dimensões . Quanto

ao estudo dos pontos fixos estáveis, Linde afirma que o mesmo nãc

é adequado para o estudo de transições de fase de primeira ordem

forte, o que nos parece bastante razoável, já que muito pouco se

conhece sobre transições de fase de primeira ordem forte. Também

pelo fato que o formalismo descrito por Ginsparg, foi aplicado em

mecânica estatística apenas para transições de fase de primeira or

dem fraca. Quanto a análise do "Loop de hlsterese" ( £ ) , Linde

nota que esta não é uma quantidade suficiente para determinar o t:L

po da transição de fase. t necessário também, uma análise da dife-

rença entre os valores âo parâmetro de ordem a temperatura zero e

nas proximidades da temperatura crítica, podemos verificar na figu

ra a seguir, que é possível obter-se o mesmo valor A com dife-

rentes comportamentos do parâmetro de ordem (valor esperado do vá-

cuo J ) onde *TC p
r> \c ser muito maior ou da ordem de J"o [j(T*

e mais ou menos próxi .os de J"»o ("•">\¿) . Com isto estamos n£

vãmente querendo nos referir ao tamanho do salto no parâmetro de

ordem
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(12-***)

onde na primeira equação temos

tomando-se os valores dos operadores de Casimir temos

portanto de (12.9a) temos

Em nosso caso í d > 3 / não há um ponto t'ixo e s t á v e l par<a

A^CQ1 f €.) (com exceção do trivial 41--Ü ) . As outras equações

podem ser resolvidas aproximadamente, verificando-se que eJas não

apresentam pontos fixos estáveis, (podem exis t ir soluções poróm e¿

tas não serão real ís t icas) . Nosso resultados estão de acordo com
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Assim se Jc - <5 ( T c = »Cl) =o o u ^«Jo- vT lT sO)

a transição de fase será de segunda ordem ou de primeira ordem

fraca. No entanto se o sa l to em 0~ para ~-~c, ?or grande, t a l

que \Tc»Jo t a transição de fase será de primeira ordem.

A análise do t ipo da transição de fase em teorias de

grande unificação, dado seus aspectos correlacionados a Cosmología,

vem sendo bastante estudada ultimamente. Iremos r e l a t a r algumas de

suas conseqüências em secções poster iores . Entre alguns trabalhos

neste sentido podemos c i t a r o de Linde . Onde é estudado o tipo

de transição de fase para qualquer modelo grande-unificado (predi-

zendo uma transição de fase de 1* ordem para qualquer T.G.U.), e

(52) (52)

os trabalhos de Vayonakis e Daniel ' e Daniel ' que referem-se

ao modelo SU(5) em par t i cu la r . Os cálculos nestes trabalhos seguem

basicamente, as linhas desta secção, como também das anter iores .

13. Comportamento da violação de CP "soft" a a l tas temperaturas

Na secção 8. discutimos como podemos introduzir a viola_
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ção de CP em uma Teoria de Gauge através do mecanismo de Higgs (o

que denominamos de violação de CP "soft"). Como viraos até agora, o

efeito da temperatura é modificar o potencial de Hig.js dí forma a

restaurar a simetria. Portanto, podemos esperar que a violação de

CP para um dado potencial vigore ate uma dada temperatura acima

da qual esta simetria não será mais quebrada. Sob e^tes aspectos

nao teríamos muito a acrescentar sobre o funcionamento deste meca-

nismo, além do que foi dito nas secções anteriores. Porém, como ve

remos a seguir, teremos situações, nas quais o nosso interesse se-

rá que a quebra da simetria CP rião seja restaurada. Ou então que

isto ocorra somente a altíssimas temperaturas.

Um dos problemas da Cosmologia está no fato que: supon-

do-se que no início do Universo existisse um equilíbrio entre müré

ria e antimatéria, como poderia ser atingido o estágio atual, onde

observa-se a predominância da matéria. Este problema encontrou uma

possível solução, na co-existência de interações descritas pela

grande unificação (cuja importância estará na violação do número

barionico), e pela violação de CP, combinadas a uma nãu existência

de equilíbrio termodinâmico, isto nas escalas de energia de grv-mde

unificação (* 0(»0 C2«'U . Portanto, para que exista um mecanismo

através do qual, suprima-se a antimatéria em favor da mate/ia, de-

veremos ter um sistema de Higgs o qual não tenha a simetria CP xestau

rada, ou então, que ela seja restaurada apenas para temperaturas

maiores que 10 Ge
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Iremos apenas destacar alguns dos modelos nos quais a

simetria CP, não será restaurada ou apenas restaurada a altíssi -

mas temperaturas. Este tema foi extensivamente abordado por Mohap£

tra e Senjanovic ' em uma série de artigos (a ref. (53) con -

tem uma bibliografia sobre os demais trabalhos), baseados princi -

pálmente em modelos simples descritos por Weinberg e por Lin -

de , nos quais ocorre a persistência da quebra de simetria.

13a. üm modelo com persistência de simetria a altas temperaturas

Apresentaremos um dos muitos modelos devidos a Mohapa -

(53)tra e Senjanovic no qual são determinados limites para as cons

tantes de acoplamento de forma a não ocorrer a restauração de sime

tria a altas temperaturas.

Seja o potencial

4 A, kWh)1 • Z

onde Çi e <ÇZ são dois campos escalares carregados e o potencial

é invariante por uma simetria U(l).

Os valores esperados do vácuo do potencial a temperatu-

ra zero serão indicados por <<pj>s ̂ //ç e ^ i ) s ̂ /Vz' sendo que

as condições de extremos serão:
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(iò-2)

as condições de posxtividade da matriz de massa dos bosons escala-

res são dadas por:

O potencial dependente da temperatura ao nível de Hi

Loop", calculado conforme vimos nas secçBes anteriores, tem a se

guinte forma

((T1, If

Como vimos anteriormente, estes são os termos que irão cancelar o

efeito dos termos quadraticos que quebram a simetria. No entanto,

se algum dos termos entre parênteses for negativo ao invés de res-

taurarmos a simetria estaremos quebrando-a mais ainda. Neste caso

se tomarmos Aj<0 (com X,^ 2 >O para que o potencial seja limitai

do por baixo para grandes valores de <p ) então para
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o coeficiente do termo em )̂¿ Q^ será negativo; reforçando assim,a

quebra de simetria em tyi • Para ^scnter as outras condições Afi de

verá ser grande (mas da ordem de 9 )

Como resultado verifica-se que a simetria manter-se-á

quebrada a qualquer temperatura. Bstudando-se os mínimos verifica-

se que na temperatura zero tem-se J¿>>J¿ com as condições acima,

e também que não é possível obter os dois valores <^¿>j^0 a altas

temperaturas. Pode-se colocar estes resultados em gráficos que i-

lustrarão claramente a situação obtida.

(53)Mohapatra e Senjanovic* ' determinaram uma série de mo

delos cuja simetria nao é restaurada a altas temperaturas. São ca-

sos mais complexos do ir^delo acima, o qual acreditrjnos, por si, já
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é suficiente para ilustrar o problema.

12b. Um modelo com restauração de simetria a altíssimas temperatu-

ras.

Ao invés de elaborarmos um modelo no qual a simetria CP

permanece quebrada a qualquer temperatura, pode-se procurar um es-

quema no qual a simetria é restaurada somente a muito altas ener -

gias (da ordem de 10 Gev). Um modelo deste tipo foi elaborado tam

bém por Mohapatra e Senjanovic , tratando-se por coincidência

do modelo 0(N) com dois vetores de Higgs já tão discutido nas sec-

ções anteriores. Não iremos nos detalhar muito neste caso, pois

com o que vimos até aqui o trabalho em questão pode ser facilmente

estudado. Neste modelo um dos valores esperados do vácuo é da or-

dem de 10 Gev, ^o passo que o outro é 0(10 Gev). A análise das

transições é idêntica a do item 13a. onde as condições sobre as

constantes de acoplamento, são obtidas através do estudo do grupo

de renormalizaçao em função da temperatura.

14. Restauração da simetria pela ação de campos eletromagnéticos

A analogia entre a quebra espontânea de simetria e a su

percondutividade pode ser ampliada em todos os seus aspectos. Por

exemplo: sabe-se, que um campo magnético externo destroi a super-

condutividade, portanto, podemos esperar algum efeito de campos
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eletromagnéticos sobre a quebra espontânea de simetria.

De uma forma genérica podemos pensar que as partículas

carregadas da teoria irão interagir com o campo magnético, dando

novas contribuições ao potencial efetivo, cujo resultado como vere

mos, será produzir um efeito semelhante ao da variação do sistema

com a temperatura.

Existem poucos trabalhos a respeito do efeito de campos

eletromagnéticos sobre a quebra de simetria. Discutiremos o traba-

lho que talvez seja o mais importante entre estes, que foi elaborai

do por Saiam e Strathdee . Onde é determinado o potencial efe-

tivo, considerando o efeito dos campos eletromagnéticos e é reali-

zada uma aplicação dos resultados ao modelo de violação de CP des-

crito na secção 8.

Apesar de ser bastante interessante a forma como Saiam

e Strathdee apresentam a dedução do potencial efetivo, o qual

leva em conta a presença de um campo eletromagnético; não iremos

discuti-la, já que, sob certos aspectos, ela assemelha-se com a

, (AO 24^

que e elaborada para levar em conta os efeitos da temperatura l

Considerando-se a existência de um campo magnético dir¿

gido ao longo do eixo Z a energia corresponderá a excitações dadas

por
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Onde kt é a projeção do momento Ife da partícula de massa M na

direçlo do campo magnético. Pode-se verificar que, as regras de

Feynman serão modificadas, através do novo propagador

aonde as integrações temporais corresponderão agora, a uma soma

sobre as energias discretas, exatamente como no caso de tempera

tura finita, e as integrais sobre o tri-momentum serão trocadas

por

0 resultado final para o potencial efetivo ao nível

de "l Loop11 na primeira ordem em <-| terá a forma

onde o termo neutro é dado por

~z LE ŵ czj+i) M^ X ;
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sendo que M são as massas, /v» representa as diferentes part¿

cuias com spins j = 0, »/i , 1 .

A correção magnética é dada por

I*

onde a soma estende-se sobre as partículas carregadas. (Pode-se

verificar que no caso de um referencial em movimento temos H -*•

H2- íl).

Para o modelo apresentado na secçSo 8. o espectro de

partículas é:

a) um férmion neutro de massa rm

b) dois bosons escalares carregados de massa

c) dois bosons escalares neutros de massa Hm1^,^ (resul-

tado da diagonalizaçâo da matriz de massa (8.6))

d) um par de fermions carregados de massa

/

e) um fotón

f) um boson vetorial carregado com massa



Os diferentes termos do potencial ao nivel de •w:

"Loop* serão

Mo* "0 \

• '<i 7*) "̂IO)/

e a correção magnética dada por

. JU« /-- ( !ÜL1 ).

•••i1

.<-z

Para determinar o campo crítico Mc (necessário para rej

taurar a simetria quebrada pelo campo ,̂ ) é preciso resolver

se ¿»s equações ^¡o'f, -o e áv/è of:0 sujeitas a condição ^ :

(já que (,f>)» <<^) ). Tem-se portanto
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'^ = 0

1c(X,0) J

o que nos dá

a partir do que o valor do campo crítico pode ser determinado.

Um dos interesses deste tipo de estudo, seria verify

car se o efeito de campos magnéticos no interior de um núcleo

seriam capazes de restaurar as simetrias quebradas para M= 0 .

Cálculos de Salam e de Linde mostraram que para valores realís-

ticos de massas, o campo magnético nuclear é insuficiente para

restaurar quebras de simetria, que sejam da ordem do modelo de

(8)

Weinberg-Salam. Em sua revisão Linde especula sobre a possi-

bilidade de restauração de simetria em campos magnéticos menos

intensos. Porém, efeitos deste tipo aparentemente terão lugar

apenas no inicio do Universo, sendo que, os pouquíssimos traba-

lhos a respeito deste tipo de transição reflete a baixa probab¿

lidade de observar-se efeitos desta natureza.
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15. Conseqüências de uma transição de fase de primeira ordem .

"Supercooling". Implicações Cosmológicas.

0 relacionamento entre a Cosmologia e as teorias vuú

ficadas, vem se tornando cada vez mais estreito. De forma que,

os aspectos de transição de fase nos modelos de grande unifica-

ção e no modelo de Weinberg-Salam são extremamentes relevantes

para o estudo do comportamento inicial do Universo. Portanto,

mesmo que estes modelos sejam uma primeira aproximação para uma

teoria grande unificada mais realística, eles nos dão ima gran-

de quantidade de informações sobre a formação do Universo.

(47)Linde verificou recentemente, que a transição de

fase no modelo SU(5) é de primeira ordem forta, e extrapolou es

te resultado para qualquer outra teoria de grande unificação,b¿

seado que em teorias com mais partículas mais forte será a tran

sição (vide o comportamento de nosso modelo 0(N)), também no mo

delo de Weinberg-S«lam quando a quebra de simetria for realiza-

da através do mecanismo de Coipmen-Weinberg a transição se-

rá de primeira ordem forte (neste caso o fato de termos um bo-

son de Higgs leve é primordial, Higgs pesados fazem com que a

passagem de uma fase a outra seja mais rápida).

Investigações sobre o efeito de uma transição de fa

se de primeira ordem forte, no modelo de Weinberg-Salam foram

elaborados per Witten* ' e Steinhardt , no modelo SU(5) te-

mos as análises de Billoire e TamvaJcis ' e Cook e Mdh mtha-
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ppa . Iremos discutir principalmente alguns aspectos levanta

dos por Witten , que de certa forma foram seĝ .iclcs nos outros

trabalhos.

A transição de fase é produzida através da formação

de bolhas preenchidas com matéria na nova fase. Isto é colocado

em analogia com as transições de fase observadas experimental-

mente em 5stado sólido, aonde na região de flutuação são cria -

dos "germens" do material na nova fase, a partir daí, estes "ger

mens" irão crescendo até o material adquirir a nova fase. Em te£

rias de gauge serão formadas bolhas, cujas paredes irão expandir

com velocidades aproximadamente igual a da luz, de forma, a lo-

go preencher o Universo com a matéria na nova fase.

Em teorias de gauge a formação de bolhas é um proce¿

so de tunelamento devido a presença de flutuações quãnticas .

Basicamente, a transição de fase pode Sc.r vista como a passagem

de um dado mínimo de potencial para um outro mais profundo. Es-

te tipo de cálculo (com o potencial não dependente da temperatu

(59)ra) foi estudado por coleman . 0 ponto fundamental, uma vez

dada uma teoria com um vácuo falso (vide figura) é calcular A



taxa na qual o Universo estando na fase falsa, túnelará para o

vácuo verdadeiro. Se a taxa de decaimento for grande então o

Universo permanecerá quente (ou melhor, passará para a nova fa-

se ainda a altas temperaturas) quando o vácuo falso decair. No

entanto, se a taxa de decaimento for pequena o Universo resfria

rá no vácuo falso ("supercooling"). Porém ao ocorrer finalmente

a transição, toda a energia potencial será liberada na forma de

energia cinética gerando o que se pode chamar de um novo "bang"

(47)(ou "grand bang" como descrito por Linde* ' ) .

A discussão que fizemos acima corresponde a uma s¿

tuaçao na qual o potencial varia com a temperatura, porém os

primeiros cálculos realizados sobre o decaimento do vácuo falso

foram elaborados para um potencial constante. Sua generalização

para o caso dependente da temperatura, só foi elaborada muito r

centemente. Em particular os cálculos de Coleman mostram que a

taxa de decaimento do vácuo falso ¡erá proporcional a exponen

ciai da ação calculada para a equaçaode movimento no espaço Eu-
(59)

clideano. Coleman resolveu o problema aproximadamente. Pos-

teriormente Brezin e Parisi 'determinaram um resultado é
co para um potencial da forma 1/(̂ )2 -^m1^1* ^ ty* , como fun

ção de <v*\ e *k . Não discutiremos os detalhes deste cálculo

Í6l)que podem ser vistos na revisão de Colemanx .

Discutiremos a seguir a transição de fase e o "Super

cooling" no modelo de Weinberg-Salam rea izado por Witten. Sen-

do que neste trabalho, foi elaborada uma solução para o probie-
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ma do tuneiamento dependente da temperatura. Inicialmente ire

mos apresentar "fotos" do potencial que quebra a simetria do m£

delo de Weinberg-Salam.

0.)
T»TC b) T-.TC

T--0

e)

Estes gráficos correspondem ao potencial efetivo d£

pendente da temperatura do modelo de Weinberg-Sa3am. A parte do

' (24 28 29)
potencial independente da temperatura e dada por ' '
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aonde {ò\ 5- 25OGev. A parte dependente da temperatura corres

ponde a

10

Verifica-se que o potencial final* apresenta um ter

mo logarítmico (í/v»$/«J)>) 9ue impede a resolução do cálculo da

ação e da conseqüente taxa de decaimento, na forma elaborada

por Coleman ou utilizando os resultados de Brezin e Parisi

no entanto pode-se escrever

JLJL ,
<$> \ *T

zr
(i

já que Myo1 QÍtyfZito* 9w » Porém nota-se que a baixas tempe-

raturas o termo Jt/w C/^*) torna-se grande, ao passo que no tempo

que o túnel amento é efetivo tem-se €<p/T ~ i , assim desprezam

do-se um dos termos chegar-se-á ao potencial final

• 0 potencial final V<<J.',f) , corresponderá a soma da parto inde-
pendent-e da temperatura (15 . l ) , mais a parto dependent e de T
(15.ü).
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(•5-M)

x _ m _. - - t ** Y •*•£. (f e o

(60)calculo de Brezin e Parisi para a ação poderá ser utilizado

e o resultado da ação será

A
3e

De posse da ação, Witten calcula a taxa de decaimen-

to do vácuo e verifica que o tunelamento somente torna-se-á efe

tivo a temperaturas da ordem de 300 eV ! Com este resultado é

evidente porque falamos em "supercooling" para transições de fa

se de primeira ordem forte. 0 mesmo efeito foi observado para o

modelo SU(5) onde existe um resfrifjnento da ordem de 10~ ;

Podemos com o que foi visto entender agora o que Lin

(47)de disse a respeito de um grande "bang" posterior ao " big

bang". Em teorias de grande unificação ocorre um super-resfria-

merito, sendo que, após a transição realmente efetivar-se toda e

nergia potencial é convertida em cinética, gerando um grande

"bançr". Assim nos modelos em que temos uma seqüência de transi-
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ções de fase poderemos ter uma série de "bangs" o que irá alte-

rar toda a concepção anterior de um Universo calmo após o M big

bang".

Antes de encerrarmos esta secçao, será interessante

verificar um efeito previsto por Witten, que irá apressar o de-

caimento do vácuo falso na transição de fase no modelo de Wein-

berg-Salam . Witten verificou que o acoplamento de Yukawa da-

rá uma contribuição ao potencial efetivo, quando o par fjã ad-

quirir um valor esperado no vácuo, causando a quebra da simetria

chiral.

0 acoplamento dos quarks aos bosons de Higgs é dado

por

k
se considerarmos que o valor esperado de cff em função da tem-

peratura for dado por <^("0 ( a contribuição do termo acima ao

potencial efetivo será

este termo pode ser colocado na forma

¿ \ \¡ z - <fc ( i C C N
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O efeito desta correção será o de eliminar a barreira de poten

ciai, fazendo com que o falso vácuo decaia a uma temperatura da

ordem de 200 Mev. Ou seja, a partir do momento em que AOT pas

sa a possuir um valor esperado do vácuo diferente de zero; gra

fieamenté teremos:

Uma das características deste tipo de transição cor -

responderá a um aumento da entropia do Universo o que poderá a

carretar valores muito baixos para a razão barion/entropia (vi-

de ref.(16)) porém, resolverá o problema da razão monopolos/en-

tropia, cujos aspectos serão discutidos na próxima secção.

16. Supressão de monopolos magnéticos» 0 problema do termo cos-

mológico nas eguaçSes de evolução do Universo»

0 estudo de transições de fase em teorias unificadas

tem produzido ultimamente uma verdadeira revolução no estudo da

Cosmologia. Sendo que, discutir sobre o assunto é bastante del¿

cado, pois além de sua complexidade natural, estes problemas en
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contram-se atualmente em tal fase de evolução que trabalhos e

proposições varias tornara-se obsoletas de um instante para o ou

tro. Nesta secçao em particular, discutiremos alguns aspectos

da supressão de monopolos magnéticos e do problema de urna expan

são do Universo dominado por um termo cosmológico.

Monopolos magnéticos aparecem quando uma teoria de

gauge não abeiiana é quebrada espontaneamente, surgindo na que-

bra um subgrupo abeiiano U(l), não existente inicialmente, por-

tanto em modelos de grande unificação, por ex.: SU(5), onde te-

mos a quebra SU(5)—• SU(3) X SU(2) X U(l), geramos monopolos

magnéticos de qrande massa (associados cora a quebra de simetria

(62)
vista acima). Zeldovich e outros ' e posteriormente Pres-

(62)
kill ' partindo de cálculos associados a núcleossintese deter

minaram um número limite para a razão entre a densidade de mono

polos e a densidade de fotons

_ 3

ao passo que dados em Astrofísica estabelecem um limite aproxi

mado de
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Foram elaboradas varias suposições para explicar a

supressão de monopolos magnéticos. Uma delas, elaborada por

(63)Bais e Rudaz , investiga a possibilidade da existência de e-

quilíbrio termodinâmico durante a formação dos monopolos (este

é um dos pontos criticados do trabalho, pois não se sabe qual é

a termodinâmica de objetos tão complexos como os monopolos).

Existindo pois o equilíbrio, a densidade de monopolos segue a

equação de Boltzman e teremos

T

O-3)

aonde /W1M, /Wi^ e ^ x são respectivamente a massa do monop£

Io e as massas dos bosons de Higgs e de gauge do modelo S\J(5),\

é a temperatura de Ginzburg (já definida anteriormente), porém

a supressão só existirá se

z(Mx ) » { (tf

aonde a" é a constante de acoplamento de gauge e f a dos b£

sons de Higgs, que darão a escala de /wx e ^ respectivamente.

Uma outra hipótese menos viável é a de Langacker e Pi ,aonde
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os monopolos seriam gerados em uma quebra de simetria, tal que,

o subgrupo U(l) aparecesse ao final, somen/ r a baixas temperatu

ras. A suposição mais aceita atualmente ^ a de que os monopo-

los sao suprimidos como decorrência »e uma transição de fase de

primeira ordem forte.

Guth e Tye ' v -bicaram que na existência de uma

transição de fase de 1* edem forte ter-se-á um "supercooling11.

Com o Universo aquecendo-se apés a efetivação da transição até

uma temperatura "T^ (com T a ¿ lC4tit ) na qual seriam formados os

monopolos e consequentemente em menor quantidade. Cálculos ex-

plícitos para a obtenção da densidade de monopolos são trabalho

sos e baseiam-se na idéia de Kibie , de que os monopolos são

formados no nó, ou melhor, na colisão de domínios de campos de

Higgs casualmente separados e que estejam em diferentes fases.

Estes domínios são as bolhas ."ormadas na transição de fase. A

densidade de monopolos será da ordem do número de bolhas forma-

das na transição de fase. A densidade de monopolos será da or

dem do número de bolhas, cujo cálculo pode ser elaborado após o

escudo do tunelamento na forma proposta por Witten (conforme

foi visto na secção anterior).

De forma geral, não existe (até o presente momento)

um modelo detalhado pa^a explicar a supressão de monopolos. Apa

rentemente uma transição de fase de primeira ordem forte é suf¿

ciente para sua explicação. Porém poderá gerar problemas com re

lação a razão M^fw* , introduzindo também modificações na
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forma de expansão do Universo, acarretando mudanças na razão bá

rion-antibárion '.Ou seja, todos estes aspectos estão entre-

laçados e multo trabalho deverá ser realizado até chegarmos a

resultados mais realísticos.

Um outro ponto que envolve o problema de restauração

de simetria, é o da possibilidade de ter existido um termo cos-

mológico, que dominou o comportamento das equações de Einstein

no início de Universo.

Temos que para qualquer instante do Universo o ten-

sor *"erqia-momento da matéria é conservado i este pode ser di-

v*diao em duas partes

tendo que < T » ^ pode ser denominado tensor de substância e

de densidade de energia do vácuo, o qual pode ser interpretado

como uma constante cosmológica,

Se olharmos para uma das equações que governam a ex

ptniio do Universo temos

. - JL
5 ' R
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onde £]w é a constante de gravitacao de Nevton, P e a densidade

de energia e k é" um parâmetro de curvatura, que pode ser -1,0

conforme o Universo for fechado, aberto ou chato, f é considerado

como a densidade de energia de radiação, onde a princípio despre-

zamos um termo cosmológico Afc<*^ cuJ0 valor atual é

/ \ átuAL V V * c/ ^

Sabemos entretanto que houve uma variação em 6 U ) ,

proporcional a variação do valor esperado do vácuo nas teorias

que conhecemos, ou seja

* l \ = S €CiT) = S < 0 l v / l 0 > t

? A 1 4 P 0 3^ ° m°delo deif? A*»!
lv ^J*^ Weinberg-Salam

-ÍO / k para teorias de
* I U zF1 grande unificação

o que implica que no início do Universo a constante cosmológica a.

tingiu grandes valores. Em particular a densidade de energia do

vácuo pode ter sido maior que a energia de substância, ( princi-

palmente na presença de uma transição de fase de primeira ordem)

acarretando uma expansão exponencial do Universo (vide ref.(67)).
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Ultimamente muito trabalho tem sido dedicado a este problema, a.1

guns citados na ref. (68). Certos resultados podem inclusive e-

liminar a possibilidade da quebra de simetria no modelo de Wein

berg-Salam através do mecanismo de Coleman-Weinberg. Porém,aqui

existem aspectos suficientes para muitos trabalhos antes que se

chegue a uma solução aceitável.

Podemos citar como interessante e também como uma

(69)saída totalmente não convencional, o trabalho de Mohapatra ',

que para eliminar a variação em £ <iT) , acrescenta ao potencial

efetivo um termo dependente da temperatura (nulo para T: o ) que

anula a todo instante as variações de CcJ) . Apesar de carecer

de qualquer fundamento físico, pode-se encarar esta estratégia

como uma possível solução. Provavelmente estes problemas serão

motivos de estudo ainda por muito tempo.

17. Transição de fase em modelos com quebra dinâmica de simetria

Ao discutirmos nas primeiras secções a quebra de si-

metria de gauge, utilizamos para este fim o mecanismo de Higgs.

Porém, esta nao é a única forma de implementarmos quebras de si_

metria (gauge, CP, chiral, etc*..). Na realidade a existência

dos bosons de Higgs não passa de um mero artefato, para obter -

mos a geração de massa em teorias de gauge, que inclusive leva
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a alguns problemas, quando implementados a quebra de simetria

(21)
em teorias de grande unificação1 .

Uma segunda possibilidade de quebrar-se a simetria

de gauge (ou CP, ou chiral) é através de um mecanismo dinâmico

onde o papel do boson de Higgs será realizado por um estado li-

gado de fermion-antifermion.. Isto na"o é totalmente estranho

uma vez que os bosons de Higgs estão plagiando a Lagrangeana de

Ginzburg-Landau; cujo parâmetro escalar {^) (vide eq. (2.1))

foi determinado posteriormente, como sendo um estado eletron-bu

raco, ou o que é chamado par de Cooper . Estes esquemas fo-

ram muito estudados à alguns anos atrás , adquirindo impor -

tância recentemente em uma nova interpretação, nas que são cha-

(72)
madas teorias de "Technicolor" . Não iremos entrar em deta -

lhes sobre todos estes aspectos, que pedem por si só um estudo

a parte. Não iremos discutir o problema da quebra chiral de si-

metria e confinamento em teorias não abeiianas para as quais

temos métodos não pertúrbativos de análise. Ou então em teorias

de gauge numa rede onde não temos um potencial efetivo para

análise da transição e a mesma é feita através do comportamento

(73)do "Loop" de Wilson ; Apresentaremos apenas a discussão sobre

um único modelo que será o de Gross-Nevev \ sendo que este m£

delo apresenta geração dinâmica de massa dos fermions. Ou seja

quebra da simetria chiral; formação de um estado ligado escalar
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e é assintoticamente livre. Em outras palavras, apresenta mui-

tas das características de modelos não abelianos, como a cromo-

dinámica quântica.

A Lagrangeana do modelo de Gross-Neveu é dada por

uma interação de quatro fermions em duas dimensões (1 espaço-1

tempo)

onde $ é um campo fermiônico sem massa com N componentes. Po

de-se verificar que para N grande a1 diminui como ijtk de for

ma que podemos definir

assim

M

é possível demonstrar que esta teoria pode ser descrita como

Vide comentólos no Apêndice D a respeito da quebra de simetrias
em duas õ
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sendo que as duas Lagrangeanas possuem funções de Green idênti-

cas ( isç < = > Jfcy} ,

0 potencial efetivo para esta teoria, pode ser caleu

lado na expansão l/N cujo termo de primeira ordem será dado

pela soma dos seguintes gráficos

--•O - tí. • —Ct-

temos então

L i/n

ff\

z I (ScV- JL <S:c
l [ JU A i - JU

que pode ser renormalizado com a condição

5c2

e chega-se a

j l ' - l - A
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pode-se demonstrar que este potencial possue UM mínimo para

Ocorrendo portanto, a quebra de simetria, acarretando em uma mas

$a para o féraion dada por

Da mesma forma que estudamos anteriormente, o poten

d a l em questão pode ser deduzido a uma temperatura finita e

chegamos

j A tf).

onde u)^* (tM\4j)1fT . s da mesma forma que em problemas anterio

res, podemos determinar a temperatura na qual a simetria será

restaurada, que e dada por

'0

Conclui-se portanto que existe uma temperatura Wa;T

na qual a simetria chirai é restabelecida, cálculos recentes in

dicam que a transição de fase i de segunda ordem^ .
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Muito pouco se conhece a respeito de modelos onde a

quebra de simetria é realizada dinamicamente, cálculos em duas

dimensões como nos modelos de Schwinger, Gross-Neveu, CP ,

QCD¿ , não garantem a extrapolação para quatro dimensões. Al-

guns cálculos indicam a existência de fases confinantes e não-

confinantes, conforme a temperatura, porém o problema ainda es-

tá longe de sua resolução.

0 estudo da quebra e restauração de simetria em teo-

rias de gauge ainda está longe de ser totalmente entendido, não

sabemos ainda se a quebra de simetria de gauge é realizada atra

vés dos bosons de Higgs ou dinamicamente. Se a quebra de sime-

tria for realizada através do mecanismo de Higgs, então estamos

engatinhando ainda, no entendimento de suas implicações cosmoló

gicas. Porém se a quebra de simetria for dinâmica estamos em

uma situação pior ainda, mudando drásticamente nossa concepção

do início do Universo. De qualquer maneira não resta dúvida que

muito deverá ser discutido e estudado, para chegarmos mesmo a

uma idéia grosseira dos primeiros instantes do Universo.
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APÊNDICE A

Quebra de simetria en 0(N) através de dois vetores de bosons de

0 grupo 0(N) é caracterizado por N(N-l)/2 geradores

e a cada um desses irá corresponder um boson de gauge \\j.- ,que

se transforma da forma

i = - Jji

onde €ií"- *í¿ s^o parâmetros infinitesimais que caracterizam

rotações infinitesimais em 0(N). Os campos ^(* se transformam

sob transformações de gauge de segunda espécie da seguinte forma

o
A Lagrangeana de 0(N) com dois N-vetores ( t e 0| ) se_

rá dada por

1- -; f2 K * ^ - i j»;<y - i i-
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(por simplicidade suprimimos o símbolo de vetor em JÍ * •*? ) on

de

e as variações de Y e (f são dadas por

as derivadas do potencial são dadas por

Bstudando-se o potencial, verifica-se que |. e í-, de

vem ser maiores que zero, para que o potencial seja limitado

por baixo, e também que se \^7^ ° mínimo deverá ocorrer com

os campos perpendiculares entre si. Se L<0 o mínimo deverá o-

correr com os campos paralelos, desta forma nossas soluções se-

rão Í

a) campos nerpendiculares,
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D ¿ . O , ^ ^ i (,.«a)

2) V s , _ ^ L . A!1- Or i l

3 ) ' ( ( . ( '

b) campos paralelos, ft * a

p de-se verificar que o valor do potencial nos extremos é dado

por

A condição de positividade da massa dos bosons de

Higgs (segundo (A-8c) e (A-8d)) nos dão (quando iw\\ y jwl

Mo («-«c)
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Portanto, no caso que os campos forem perpendiculares a quebra

poderá ser para O(N-l) ou 0(N-2) (vide resultado de Li pa-

ra k-vetores); e para o caso de campos paralelos a quebra será

para O(N-l). Para que isto fique claro vamos calcular, a se

guir, a matriz de massa dos bosons de gauge.

Consideremos o caso em que os campos são perpendicu

lares no mínimo cuja solução seja dada por (Ar-8c) definindo-se

o campo deslocado (como realizado nas secções 3. e 4.) tem-se

ionde

€ c - S^i € t \T, -- olM.. vJ (A-vO

onde £ e \f *> nivel de árvore são dados por (A-3c) com isto o

termo de massa dos bosons de Gauge pode ser obtido da Lagrangea

na, e sua forma será

Os bosons de gauge podem ser definidos como

€ - r*
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onde t*, são os geradores de 0(N)t descritos por sua vez por

tensores antissimetricos de segunda ordem, que na base de Cartan

Veyl são matrizes coa dois elementos nao nulos, sendo um deles,

o termo ¿i , igual a -1. Desta forma a matriz de massa será da

da por,

CO »*J*

\

portanto teremos

1 /

ít ..

•f«
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Verifica-se que sobrou uma simetria 0(N-2) corresponden

te ao número de bosons sem massa*. As outras possibilidades de

quebra e suas matrizes de massa são mais simples do que esta e

facilmente dedutíveis.

* c número de geradores de 0(N-2) é igual a (K-2) (N-.3)/2, que
por sua vez, é igual ao número de bosons inici-Himtmte sen mas
aa, menos os que ganharam massa ^ N(N-i} - £(N-I )+(ti-::) ] "~
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APÊNDICE B

Cálculo das correções radiativas do potencial efetivo em teorias

de gauge.

Na secção 7. discutimos sobre o efeito das correções

radiativas ao potencial de Higgs. Dissemos também que as corre-

ções na ordem mais baixa, correspondem a soma dos gráficos de l

"Loop", que é dada por (7.2) para uma teoria X<p .De forma

geral isto pode ser estendido para uma teoria de gauge, onde o

potencial efetivo terá como contribuição, na ordem de ni Loop",

gráficos contendo bosons escalares, bósons de gauge, fantasmas

de Fadeev-Popov e férmions que estejam contidos na teoria.

Assim devemos realizar a soma dos seguintes gráficos

* " ' • • / —

- •
> . •

\ - -

T w'1t *Vi «/Ml
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assim em uma teoria de gauge obtemos quatro integrais do tipo da

que aparece em (7*2).

Podemos poupar o trabalho de construir d série de grá

fieos e elaborar a sona se seguirmos o formalismo funcional ela-

(24)
borado por Jackiw ; que partindo do funcional gerador dos grá

fieos de Peynman chega a uma expressão para o potencial efetivo.

A dedução desta expressão para o caso de uma teoria de g*uge é

extremamente longa. Nós iremos apenas dar os resultados e aplicá-

los â teoria com simetria de gauge 0(N) descrita por (7.4). A de

dução do potencial efetivo poderá ser vista no artigo de Jackiu

(24)e Jackiw e Dolan ;

Seja a Lagrangeana mais geral possível (contendo inte

rações renormalizáveis) com bosons de gauge ( f\^) t bosons esca-

lares (íĵ  e os fantasmas de Fadeev-Popov (<p) (no caso de termos

fermions o tratamento será análogo aos fantasmas).

* Jo (Bi)

Define-se um novo campo y A dado pory

onde y a é um campo constante, com esta definição a Lagrangeana

será função de
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e a ação poderá ser escrita COMO

Devemos observar os seguintes pontos; a) nao estamos

acrescentando a acSo a parte da Lagrangeana de interação, que só

irá contribuir para ordens maiores (dois "Loops" ou mais) b) con

forme afirmado no item anterior, a açSo acima s¿ contém termos

quadráticos nos campos, onde D* ,A"1, M . $'* s3o propagadores

da teoria com o "Shift" (correspondente a nossa redefinição do

campo)*

Com estas definições o potencial efetivo ao nível de

"1 loop* será dado por

aonde
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y

I ; ¿\'L

onde os J w correspondem ao resultado da soma que aparece no

cálculo de Coleman e Veinberg (vide eq. (7.2)), e onde ijak({i,«{)

é dado por

Í , Io *rb(í,-k> (a-í

Utilizando-se desta expressão iremos determinar o po-

tencial efetivo na ordem de "1 Loop", para o modelo 0(N) com

dois vetores de bosons de Higgs, discutido nas secções 5., 7. e

8..

A Lagrangeana completa será dada por
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onde t"t- e D estão definidos por (7.4) e (A.5) com a variaçãc

dos campos de gauge W v- dada por

(B'O

termo -i lc>j3 corresponde ao termo que quebra o gauge '

(77)
e será dado no gauge

onde \T- e t. correspondem aos "shifts" dado aos campos

Como pretendemos determinar o potencial para o caso em que a si-

metria for quebrada de 0(N) para 0(N-2) iremos tomar o mínimo na

comdição de campos perpendiculares (vide Apêndice A)
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onde € e O" ao nível de árvore são dados por (A.8c).

O ultimo termo na Lagrangeana (B-8) corresponde ao

termo dos fantasmas de Fadeev-Fopov, já com o "shift* do campo

realizado eles contribuirão na Lagrangeana com a seguinte exprés

são

•'"3-1 i)

Realizando-se o "shift" em todos os termos de bosons

escalares da Lagrangeana.isolando os termos quadráticos nos cam

pos e determinando a transformada de Fourier dos propagadores e¿

taremos aptos a calcular o potencial efetivo.

Por exemplo, para os bosons de gauge teremos o segvtin

te termo de propagador

onde

\
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(o c&iculo da matriz de massa foi realizado no Apêndice A), onde

a matriz de massa aparece na forma di ago ^1, portcuito, para cada

boson com sua respectiva massa (temos (N-l) + (N-2) bosons massif

vos) teremos que calcular urna integral do tipo

JU Jet

pode-se verificar que para um espaço de dimensão on temos

assim nossas integrais serão:

JU

que podem ser integradas utilizando-se um "cut-off.

Teremos algum trabalho quando formos determinar a ma

triz de massa dos bosons escalares.

Para os bosons escalares verificaremos que temos(N-2)

bosons t̂ com massa wjt - -/***e*fi t *r2^ e (N-2) bosons M com

massa m\ z -/w^rJ2^* e'-fj porém os bosons %. e i*|¿ com ¿«J-i, 4

possuem uma matriz de massa não diagonal
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/ "[*!

z

\ €C

/

podemos diagonalizar estas matrizes e teremos

CO6

Cúficofi

> w
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aonde \. zoc- H * * * (B-2C)

Após un longo trabalho, calculamos os termos do poten

ciai efetivo ao nivel de "I Loop". Os resultados estarão em fun-

ção do "cut-off" que desaparecerão após a renormaiizâçao da mas

sa e das constantes de acoplamento (condições de renormaiizâçao:

l̂ -p,; -tsO- -Çl ,etc.) o resultado final será (a menos

de termos sem significado físico que sempre podem ser eliminados

por uma condição de renormaiizâçao apropriada)

M £ J
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No cálculo acima adotamos o gauge de Landau ( « .• j )

e ^ é o ponto de renormalização. Os dois últimos termos, cor

respondem a contribuições de campos não físicos, que só desapare

ceriam no gauge unitário.

De forma geral o procedimento será idêntico para qua¿

quer outra teoria de gauge. Para a teoria em questão [o(N)j, no

caso de campos paralelos no mínimo, mudaríamos a forma do "shift"

e consequentemente o espectro de massas.

Obs. importante; em nossos cálculos do potencial efetivo % e <*[

que aparecem no resultado final, não correspondem ao campo dinâ-

mico i e <*? da Lagrnageana original. Mas sim, a uma solução de

valor constante do campo, ou seja, a utilidade deste resultado

está apenas na determinação do mínimo do potencial. Alguns auto-

res diferenciam explicitamente os símbolos dos campos da Lagran-

geana e os do resultado do potencial (por exemplo §-+&><•$) e

<J> _*. v(.<̂ ) ). Não fizemos isto por simplicidade, porém é sem

dúvida o que deveria ter sido feito, se desejássemos que nosso

resultado estivesse formalmente correto.



APÉNDICE C

Expansão do termo dependente da temperatura no poten

cial efetivo ao nível de »1 Loop" (Eg.10.24).

Temos que resolver a integral
* -

onde a1- &z lA* « A expansão desta integral torna-se necessá

ria, em virtude dos problemas de divergência infravermelha que

surgem nas proximidades da temperatura crítica que é exatamente

o ponto no qual estamos interessados.

Com uma simples expansão em série de Mac Laurin (esta

será uma expansão para altas temperaturas, A«*o em função de aZ )

j
I*

V1

dx x¿

que é o primeiro termo em (10.27)•

0 segundo teimo será proporcionai a

r
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a--

correspondente ao segundo termo em (10.27).

Quanto aos outros termos estes são de dedução mais

trabalhosa, seja

(«U rf* i I _ --1

L ¿x2 I 0MV*[Mpiuf

(c-ô)

é conveniente estudar esta integral mais detalhadamente, seja

] })'11o}) (C-í)

consideremos agora a integral regularizada

òx «'
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coa £ < 1 • Fazendo-se uso das expansões utilizadas para deduzir

a parte do potencial dependente da temperatura (vide Bq. (10.17)

a (10.19)) pode-se representar I^*) por

aonde

i ( i

com (Ai O , ± J , . . . .

0 problema agora é calcular as integrais acima e obter sua soma

no ponto regular € * o

A primeira integral pode ser colocada na forma

.
I •• * '

(c-ii)

r r - i 1
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Verifica-se que estas somas possuem ura limite quando

6 -* O tal que

"W- JL + TÍ~V*€ |(.*O * ¡«O + 0(f) (C-M)

COM

e 1 (i4 C) é a função zeta de Riemann dada por

aonde [*. 0.by$--- Finalmente podemos escrever

Quanto a 1 ^ i*) temos

, -€tl , -€ f . X

( i -t A )

2 - t «- '

desde que
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e com £ •+ O teremos

e finalmente

de onde deduzimos os demais termos de (10.27)
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Apêndice D

Quebra de simetria em duas dimensões ?

Deve-se tomar um certo cuidado ao falar-se em quebra de

simetria em duas dimensSes, já que nesta situação não é possível a

formação de um boson dt Qoldstone, conforme teorema demonstrado por

Coleman*78'.

Neste apêndice nao iremos discutir os problemas que ocoy

rem em duas dimensões, queremos apenas ressaltar que os aspectos da

quebra e restauraçSo <Je simetrias em duas dimensões ainda não estão

completamente entendidos e sem dúvida a discussão ingênua da secção

17* está aquéY e muito do que se tem feito atualmente, tanto no mo

delo de Gross-Neveu como em modelos bidimensionais em geral.

Uma discussão sobre a validade do potencial efetivo e a

expansão i/ti em modelos bidimensionais foi realizada por Vitten" ;

De modo geral o estudo das fases em duas dimensões é realizado á ia

JCosterlitz e Thouless examinando a função de correlação a gran-

des distâncias.

Existem muitos trabalhos recentes sobre a termodinâmica

de modeles bidimensionais, entre os quais podemos citai1 os de Lovev

Takada e Misava*82' e Dittrich e Englert^83*.

Com relação ao modelo de Gross+Neveu que foi discutido na

secção 17. é interessante ressaltar o trabalho de Davis e Kasdan ;

onde a existência de estados "intermediários", é sugerida como res-

ponsável pela evasão ao teorema de Coleman.
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