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Resumo

Usualmente os modelos efetivos utilizados para a descrigdo da fisica de hddrons
de baixa energia ndo sao renormaliziveis. O objetivo da presente investigacdo é
discutir o papel da renormaliza¢do no tratamento de um modelo efetivo. Estu-
damos o Modelo o-Linear na sua versido renormalizada e descobrimos a presenca
de polos fantasmas. Investigamos entdo as consequéncias de-introduzir na teoria
um parametro cutoff, A, com a precaucio de manter no possivel as propriedades
de simetria da Lagrangiana original. Mostramos que nessa versao regularizada os
polos ndo-fisicos desaparecem quando o parametro cutoff é menor ou da ordem de
Ae~ 1.2 GeV. E possivel fixar o valor de A em A, e interpretar autoconsistente-
mente as propriedades fisicas associadas com os propagadores. Uma ressonancia
centrada em 880 MeV com uma largura de 400 MeV aparece no propagador sigma,;
o nucleon é um estado ligado e no seu continuo duas ressonancias de Roper podem
ser identificadas.



Abstract

Usually the effective model utilized for the description of low energy hadron
physics are not renormalizable. The purpose of the present investigation is to discuss
the role of the renormalization in the treatment of a effective model. We study the
o-Linear Model in it renormalized version and find the presence of ghost poles. We
then investigate the consequences of introducing into the theory a cutoff A, taking
care of mantaining the simmetry properties of the original Lagrangian. We show
that in the regularized version the nonphysical poles disappear when the cutoff
parameter value is less than A, =~ 1.2 GeV. It is possible to fix cutoff value in
A, and get a selfconsistent interpretation of physical properties associated with
the propagators. A resonance centered at 880 MeV with a corresponding width
~ 400 MeV appear in the sigma propagator. The nucleon is a bound state and in
its continuum two Roper resonances can be identified.
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Introducao

Certamente, as Lagrangianas efetivas, as quais incorporam ( numa forma tratavel)
caracteristicas importantes da QCD, tém desempenhado um papel preponderante na pre-
sente compreensao da fisica de hadrons de baixas energias. Lagrangianas do tipo Nambu-
Jona-Lasiniol!! (NJL) tém tido sucesso impressionante na descrigdo de mésons leves como
pares qg, os seus espectrosl?l, a suas larguras de decaimentos radioactivos®~%, etc. Os
mésons mais pesados (como, fo, K* e p) ndo se ajustam tao bem num tal esquemal®~4.
No presente, existem evidéncias, tanto experimentais como teéricas, de que eles sao “bons
candidatos” para estados de quatro quarks (ou ainda de dois mésons) ou outras estruturas
mais complexasl® 4. Por outra parte, existe a questdo da importancia da simetria quiral
para as propriedades da matéria nuclear, cuja descricdo em termos de partons é ainda
muito complicada. Neste contexto uma teoria efetiva mais apropriada seria o Modelo
o-Linear"® (LSM). Uma das diferencas principais entre modelos do tipo NJL e o LSM é
que o ultimo é renormalizdvel. Qual a influéncia da renormalizacdo na fisica contida no
modelo ? A resposta a esta pergunta é o propdsito principal da presente contribuiggo.

Mostramos que na aproximagao de one-loop os propagadores renormalizados do pion
e do méson sigma exibem um pélo nio fisico. E bem conhecido que esta caracteristica
nao desejavel, é apressentada pelos modelos sem liberdade assint6tical'”l.

Investigamos as consequéncias de introduzir na teoria um parametro cutoff, A ; com a
precau¢do de manter no possivel as propriedades de simetria da Lagrangiana original (ndo
renormalizada). Com este objetivo, seguimos de perto o procedimento de renormalizagao
utilizado por D. Bessis e G. Turchettil'®! exigindo que para qualquer valor do cutoff se-
jam satisfeitas as Identidades de Ward-Takahaski de acordo com PCAC, e que para um
valor fixo de A a teoria regularizada fique dependendo do mesmo nimero de parametros
independentes que a teoria original.

Demonstramos que os p6los fantasmas desaparecem para valores do cutoff A < A, ~
1.2 GeV , tanto para o propagador do pion como para o do méson o . Fixando A ~ A,
é possivel encontrar um conjunto de parametros independentes que permitem uma inter-
pretacao autoconsistente das propriedades fisicas associadas aos propagadores. Encon-

tramos assim uma ressonancia larga (correspondendo ao decaimento ¢ — 77 ) centrada
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em 880 MeV com uma largura de ~ 400 MeV. A existéncia de uma tal particula escalar
permanece sendo uma questdo controvertida, tanto do ponto de vista tedrico como experi-
mental. Os resultados de um trabalho recentel'® dio suporte a presenca de particulas com
as propriedades geralmente atribuidas ao méson o em varios mecanismos de reagao. No
que concerne as propriedades do nucleon somos capazes de descrever quantitativamente
duas de suas bem estabelecidas ressonancias de Roper.

Acreditamos que resultados fisicos interessantes surgirdo quando se estudar a versao
SU(3) do modelo e se introduza densidade finita e temperatura. Isto, ndo obstante, pode
ser adequadamente conseguido uma vez que a descricio do vacuo esteja livre de pdlos

nao—fisicos. O presente trabalho representa um primeiro passo nesta diregao.

O conteddo deste trabalho esta estruturado da seguinte maneira:

Comegaremos, no primeiro capitulo, fazendo uma revisdo historica da evolugao das
1déias em torno da Fisica de Hadrons. O objetivo principal é compreender a génese do
Modelo o-Linear e o seu ressurgimento como um modelo efetivo que pode servir como

vinculo entre a Fisica Nuclear de Baixas Energias e a Teoria das Interages Fortes (a

saber, a QCD).

No segundo capitulo comecamos apresentando algumas nogdes sobre simetrias con-
tinuas, detendo-nos no estudo de simetrias de calibre globais, por ser esta a ferramenta
basica para compreender a simetria que parece governar a fisica de hadrons leves, a saber,
a Simetria Quiral. Faremos também uma breve abordagem a simetrias de calibre locais,
a qual permite compreender a génese da QCD.

Logo abordamos alguns dos fenomenos especificos de Teoria de Campos, como multi-
pletos degenerados e quebra espontanea de simetria.

Finalmente nos dirigimos & compreensdo da Simetria Quiral por ser esta a linha mestra

dos desenvolvimentos levados a cabo no presente trabalho.

No terceiro capitulo apresentamos a Lagrangiana da QCD, estudamos as suas simetrias

e as condigles relativas as quais as mesmas sao realizadas, quebradas ou violadas.



Em seguida abordamos o Modelo o-Linear na sua versio original ['° detendo-nos nas

principais propriedades que deram respeitabilidade a teoria.

No quarto capitulo apresentamos a nossa versao regularizada do Modelo o-Linear e
mostramos detalhadamente como se obtém os propagadores do pion, do méson o e do

nucleon neste contexto.

Finalmente, no quinto capitulo mostramos os resultados que obtivemos de um estudo

[16] & dos

numeérico dos propagadores renormalizados obtidos por D.Bessis e G.Turchetti
obtidos na nossa versao. Finalmente discutimos as semelhangas e diferencas entre as

previsbes de ambas teorias.

A notacao para as matrizes e espinores de Dirac utilizada através de todo o trabalho

encontra-se no apéndice A. A mesma corresponde a utilizada no livro do Bjorken-Drell [°],






Capitulo 1

A Evolucao das Idéias
em torno da Fisica de Hadrons

Neste primeiro capitulo faremos uma revisao histérica da evolugao das idéias em torno
da Fisica de Hadrons. Exporemos através de uma sintese, necessariamente seletiva, os
aspectos que julgamos mais importantes deste processo historico que, sem menosprezar as
contribuigdes recebidas desde a época de Newton, situamos entre os anos 30 até os nossos
dias. O nosso objetivo é situar neste contexto das grandes idéias a contribui¢do pequena,
mas constante, proporcionada por teorias simples.

O relato é feito evitando, enquanto for possivel, férmulas matematicas e tentando que

os conceitos do presente nao condicionem a visdo do passado.



1.1 Desde Comecos dos Anos 30
até a Chegada dos Aceleradores

Com a descoberta do neutron por Chadwick em 1932, ficava totalmente estabelecida
a composicao dos dtomos. O préton (p), o neutron (n) e o elétron (e) eram consideradas
as particulas constituintes de toda a matéria.

Em 1928 P.A.Dirac tinha formulado uma teoria mecanico-quantica e relativistica dos
elétrons, para a qual necessitou admitir a existéncia dos anti-elétrons (&), os quais foram
encontrados em 1932 por C.Anderson, na radiagao césmica.

W.Pauli, em 1931, postulava a existéncia do neutrino associado com o elétron (v.)
afim de poder explicar a desintegracao  dos nicleos atémicos sem violar os principios de
conservacao de energia, momento € momento angular.

Assim, em fins de 1932, tinha-se conhecimento de seis particulas elementares, a saber:
p, 0, €, &, Ve (V. ndo confirmado experimentalmente) e o féton (7), este ultimo conside-
rado contituinte e mediador das interagdes eletromagnéticas; e estava bem estabelecida a
existéncia de quatro tipos de interagoes fundamentais, a forte, a fraca, a eletromagnética
e a gravitacional.

Em 1934 E.Fermi incorpora o conceito de correntes nao eletromagnéticas na fisica de
particulas. Ele propde que o decaimento 3 nuclear podia ser descrito por uma interacao
com a forma de um produto de duas correntes, uma descrevendo a transformacio do p
em 1, € a outra a criagao do par e—7..

Nesse mesmo ano, J.Tamm sugere que a idéia bésica da eletrodindmica quantica, a
saber, a natureza quantica das interagoes, podia ser estendida a outros tipos de interagoes
incluindo a nuclear. Ele tenta explicar a forca de interagao entre nucleons supondo que
existia um mecanismo de troca de particulas leves entre eles o qual é responsavel pela forga
nuclear. Ele supde no principio, que tais particulas poderiam ser elétrons e neutrinos, mas
logo mostra que estas particulas ndo podiam ser consideradas quanta nucleares ja que nao
podiam explicar simultaneamente o pequeno alcance desta forca e a elevada energia de
ligacdo. A idéia de Tamm foi continuada por H. Yukawal??l, o qual postula a existéncia dos
mésons 7 como mediadores das interagdes fortes. O conhecimento de varias propriedades

das forgas nucleares, permitem-lhe prever uma massa para estas particulas da ordem de
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200-300 m..

Em 1937 S.Neddermeyer e C.Anderson descobrem o mion (p*,x~) na radiacio
cosmica com m, =~ 200 m.. A principio supde-se que era a particula postulada por
Yukawa, mas néo se tarda muito tempo em comprovar que estas interagiam fracamente
com os nucleons e portanto ndo podiam ser as responsaveis pela coesao destes.

Durante estes anos dedica-se muito esforco para a pesquisa das propriedades dos p e
7, e para a procura de leis que explicassem suas interacoes.

As correntes introduzidas por Fermi ndo eram as mais gerais possiveis. Logo foram
geralizadas afim de estudar outros processos, mas até 1956 ndo se produziu um quadro
consistente, j4 que ndo se achava uma forma padrao para descrevé-las. Nao obstante,
entre 1948 e 1949, Fermi, Lee, Puppi e outros, independentemente, sugerem a idéia de
Universalidade das interagées fracas, a qual tinha sido engendrada na percepcao de que
0s processos nos quais participavam muons tinham uma grande similaridade com aqueles
que envolviam elétrons (em cada processo interagiam quatro férmions e a constante de
acoplamento coincidia em alto grau).

Em 1939 foi descoberto que o deuterom apresentava um momento quadrupolar %3 o
qual sugere que os pions deveriam ser particulas pseudo-escalares. Os pions carregados
(7%, 7~) foram detectados em 1947 4 na radiagio césmica (7° foi detectado em 1950 em
experiéncia em acelerador).

No fim dos anos 40 estavam bem estabelecidas as teorias da relatividade de Einstein
(TR) e a eletrodinamica quéantica (QED) iniciada por P.Dirac e recebindo grandes con-
tribuicoes de S.Tomonaga, R.P.Feynman, J.Schwinger e outros, as quais governavam as
interacdes gravitacionais e eletromagnéticas, respectivamente. Dispunha-se também da
Teoria de Fermi (generalizada) que explicava alguns dos fatos basicos das interacoes fra-

cas, e tinha sido demonstrado que os pions podiam ser considerados os quanta nucleares.

1.2 As Tentativas de Explicar o Espectro Hadronico

O periodo seguinte, que poderiamos estabelecer entre 1949 e 1964, estd caracterizado
pela descoberta de muitas particulas novas (para o qual contribuiram os novos aceleradores

que comecgaram a entrar em funcionamento), e o grande esfor¢o na tentativa de explicar
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as suas propriedades, modos de desintegragio, relagdes e forcas que atuam entre elas,...

Durante este periodo foram descobertas e investigadas particulas estranhas como:
Kéons (K*,K~,K° K, descobertos na radiagio césmica em 1947), Lambdas ( A em
1951, A em 1958), Sigmas (X*,5~ em 1953, £° em 1956), Cascatas (=~ em 1952, =°
em 1959) e Omega (2~ em 1964). Foram descobertos os anti-nucleons (p em 1955, 7 em
1956). Foi confirmada experimentalmente a existéncia dos neutrinos e anti-neutrinos do
elétron e do mion (v., 7. em 1956, v,, 7, em 1962). E foram descobertas uma grande

quantidade de ressonancias.

Durante os anos 50 procurava-se intensamente uma simetria que permitisse ordenar
o conjunto de particulas conhecidas. Houve varios ensaios, mas a medida que iam-se
descobrindo novas particulas a classificagdo resultava inadequada.

Assim, enquanto se dispunha de teorias que davam conta dos mecanismos das inte-
racoes gravitacionais, eletromagnéticas e fracas, as interagoes fortes apareciam agora como

um emaranhado de campos misteriosos e particulas ressonantes.

A descoberta dos mésons 7 estimulou o desenvolvimento de versoes especificas tomando
em conta as propriedades dos nucleons e dos pions.

Vérias versoes da Teoria do méson foram obtidas em analogia com a QED, ndo obs-
tante todas apresentavam uma dificuldade inerente a qual ndo permitiu que estas previs-
sem resultados quantitativos. A alta intensidade da for¢a nuclear conduz a uma elevada
densidade da nuvem mesénica que rodeia o nucleon e a troca multi-méson tém quase a
mesma probabilidade que a troca de um méson. Assim, todas as contribui¢des a ampli-
tude de interacao sao de magnitude comparavel. Numa série em diagramas de Feynman,
todos os termos sdo importantes, o que esta indicado por uma constante de interacdo da
ordem da unidade.

Varios modelos comecam a ser desenvolvidos, impondo certas restri¢ées acerca do
fenomeno em consideragao, a partir dos quais foram construidas teorias de mésons semi-
quantitativas capazes de explicar algumas caracteristicas da interacdo forte. Estas res-
trigoes estao baseadas numa comparacio com as propriedades das forgas nucleares esta-
belecidas experimentalmente. Por exemplo, o tamanho do nicleo, o qual dd uma esti-

mativa da distincia entre nucleons (a baixas energias) indica que a troca multi-méson
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nio é muito significativa neste caso. Os trabalhos realizados nesta dire¢do culminam com
a propostal?®®! de subdividir o alcance da for¢a nuclear em trés regides: a regiao classica
(d > 2 fm), a regiao dindmica (1 frm < d <2 fm) e a regido fenomenoldgica (d < 1 fm),
com d indicando a distancia entre o centro de dois nucleons. A regiao classica é dominada
pela troca de um pion que desempenha um papel importante na origem das forcas nuclea-
res. Ainda hoje é aceito que a troca de um pion permite descrever a interagao nuclear
para distancias entre nucleons superiores ao comprimento de onda Compton A, ~ 1/m,.
Na regido intermediaria, a troca de dois pions e a troca de mésons p e w sd30 0s pProcessos
mais importantes. Finalmente, na regido fenomenoldgica, processos de varios tipos de-
sempenham um papel importante: troca de muitos pions e de mésons pesados e trocas
que envolvem graus de liberdade de quarks e gluons. O caracter fisico desta subdivisao é
ainda hoje significativo, particularmente em aproximagoes baseadas na QCD.

A mais bem sucedida versdo especifica da Teoria do méson é a chamada Teoria pseudo-
escalar com uma ligacio 7-N axial. Nesta teoria a constante de interagao n-N é muito
menor que a unidade permitindo considerar alguns fendmenos na aproximagao de troca
de um pion. Nio obstante, na descrigio das propriedades basicas da for¢a nuclear, a
Teoria do méson requer, em adigdo aos pions, a introdugdo de mésons vetoriais (p, w), €

do hipotético méson escalar o, como quanta de interacao.

Foram construidas vérias teorias de interacao nuclear entre nucleons fazendo uma
selegao fenomenoldgica de potenciais de interagdo N-N satisfazendo os resultados experi-
mentais.

Os potenciais N-N produzidos na década de 50 eram sujeitos a vinculos tedricos, além
daqueles provenientes das simetrias de paridade, rotacio e isospin. Tais potenciais pura-
mente fenomenoldgicos eram bastante imprecisos 1?8 e reproduziam mal as propriedades
do nucleo mais simples, o deuteron.

Na década do 60 foram produzidos potenciais semi-fenomenolégicos, tais como os de
Hamada-Johnston 7], Yale {28! e Reid [?°), os quais foram construidos parametrizando-se
as partes de curto e médio alcance da interacao e atribuindo-se a parte de longo alcance a
troca de um pion entre dois nucleons. A troca de um pion é interpretada como a absorgao

por um dos nucleons de um pion virtual emitido pelo outro. O potencial correspondente é
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conhecido como OPEP (one pion exchange potential). Esse modo de abordar o problema
representou um importante avango tedrico, a0 mesmo tempo que permitiu o aumento de
precisao dos potenciais devido a redugdo do mimero de parametros a serem ajustados

fenomenologicamente.

Uma técnica utilizada nessa época em problemas hadronicos foi a chamada Teoria
da matriz S. Nesta abordagem todas as propriedades das interacoes sao obtidas a partir
da estrutura analitica das amplitudes, sem utilizar lagrangianas. O estudo da matriz
S deixou vérias contribuicGes, principalmente no que diz respeito ao conhecimento das
propriedades analiticas das amplitudes e as técnicas de relagoes de dispersao.

Uma outra técnica hadronica desenvolvida nesses anos foi a baseada no conceito de
correntes, as quais ja tinham aparecido no contexto da eletrodinamica e também exten-
sivamente utilizadas no estudo das interacoes fracas. No caso das interagoes fortes elas
tém um papel muito importante ja que servem de base aos modelos baseados na simetria

quiral.

Neste periodo € introduzido o conceito de Simetrias de Calibre néo abelianas.

C.Yang e R.Mills e, independente e simultaneamente, R.Shawn prestam atencio as
teorias melhor estabelecidas nesses anos. A QED é uma teoria que resultou de combinar
os campos de matéria do elétron com os campos eletromagnéticos. E uma teoria de calibre
abeliana com simetria local, na qual a transformacgio local de simetria é realizada com
respeito a variagoes locais na fase do elétron e o campo que compensa as mudancas desta
fase e conserva a invarianca de todos os observéaveis é o campo eletromagnético, cujo
quantum € o féton. A TR também é uma teoria baseada numa simetria de calibre local.
Esta simetria ndo é a de um campo distribuido através do espago e do tempo, mas da
mesma estrutura espago-fempo. A transformacéo local da simetria é uma variagdo local
de coordenadas e o campo que reestabelece a simetria é o campo da gravitacao, cujo
quantum € o graviton.

Inspirados nestas teorias de calibre, Yang e Mills (Y-M) propéem que para construir
uma teoria das interacoes fortes se deve partir de uma simetria global j4 existente e analizar
as consequéncias de transforma-la numa simetria local. A simetria considerada na Teoria

de Y-M B9 ¢ & simetria de spin isotépico, a qual consideram como sendo uma simetria
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exata e tentam converté-la numa simetria local. Para que as leis da fisica permanecam
invariantes necessita-se adicionar seis campos novos. Todos eles sdo campos vetoriais e
tém alcance infinito. Um par deles descreve o campo do foton. Os outros dois pares
correspondem a particulas com as mesmas propriedades de um féton mas portadores de
carga elétrica. As principais obje¢des a esta teoria foram que a mesma estava baseada na
suposi¢ao que o spin isotopico era exato e no fato que esta prediz fétons carregados, os
quals tornariam o universo irreconhecivel.

Uma primeira tentativa para evitar estas dificultades foi dotar de massa (artificial-
mente) aos quanta dos campos carregados. Essa modificagdo tornava a teoria mais rea-
lista, mas quando tentou-se obter uma interpretacao mecano-quantica surgiram problemas
de infinitos os quais ndo eram soluveis pelas técnicas de renormalizagao existentes.

Mesmo a formulagéo inicial da teoria de Y-M que tinha sido totalmente inapropriada

para descrever o mundo real, resultou logo ter uma importancia fundamental.

Uma outra tentativa audaz para elaborar uma teoria dindmica completa das particulas
elementares dentro do marco da teoria de campos quanticos foi realizada por J.
Schwinger®!l em 1957. O seu trabalho estava baseado numa simetria global a qual
permitia-lhe ordenar aos hddrons conhecidos (sem levar em conta as ressonancias) em
multipletos de isospin. A teoria apresentava varios pontos obscuros, nio obstante, de-
vemos destacar que foi ele quem, neste contexto, introduz na literatura o méson—o. Ele
sugere a existéncia de uma particula o, sem spin, escalar isotopica e escalar no espaco de
Lorentz, argumentando que se a sua massa real fosse maior que duas vezes a massa do

pion esta seria altamente instdvel e por isso muito dificil de detectar.

Entretanto tinham-se conseguido grandes progresos na descricdo dos processos fracos

que ao mesmo tempo forneciam informacdo acerca das interacoes fortes.

Por esses anos tinha surgido um intrincado problema (paradoxo 6 - 7), i.e., tinha-se
conhecimento de duas particulas instaveis, § e 7, para as quais uma analise dos seus es-
quemas de decaimento revelava que poderia tratar-se de uma mesma particula (K*), mas
uma tal conclusdo era incompativel com o fato de que apresentavam diferentes paridades.

Muitas tentativas foram realizadas para resolver este problema. Em 1956, Lee e Yang 32,
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a partir da observacdo de que o calculo de paridades estava baseado na suposi¢ao de que
a lei de conservacao desta era obedecida pelas interagoes fracas, propoem como solugdo
ao problema, que efetivamente tratava-se da mesma particula, o K+, e que no proceso de
decaimento os kdons violavam a lei de conservacao da paridade. Essa suposicao conduzia
a conclusao de que o decaimento S—nuclear também envolvia violacdo da paridade, desde
que ambos processos tinham constante de acoplamento similar. Lee e Yang realizam uma
analise detalhada afim de estudar se tal violacao nao seria uma caracteristica geral dos
processos fracos. Tanto os resultados de experimentos existentes como de outros novos
focalizados no problema confirmaram a suposi¢do e assim ficou estabelecida a violagao

da paridade nas interacgoes fracas.

Assim, a nao conservacdo da paridade conduzia ao padrao procurado nos processos
fracos e todas as medidas experimentais de constantes de acoplamento fraca davam suporte
a idéia de universalidade sugerida nos fins dos anos 40.

Este padrdo de interagdo universal de 4-férmions foi postulado como uma teoria em
1958, por Gell-Mann e Feynman[®® e independentemente por Marshak e Sudarshan[®,
a qual esta baseada na hipdtese que uma corrente vectorial fraca é conservada, ou em
outras palavras, que as correntes fracas do tipo ev,, uv,, np, Ap devem ter intensidade
equivalente.

A Lagrangiana de interagio postulada por eles é da forma G J,J*', onde G ¢
uma constante suposta a ser a mesma para todas as correntes vetoriais e que assegura
a natureza universal da interacdo, e J é a corrente fraca total a qual é uma soma de
contribui¢ées hadronicas e leptdnicas e cada contribuicdo é da forma V — A, sendo V e A
as correntes vetorial e pseudo-vetorial as quais transformam g em v,, e em v, n em p, ...
A forma V — A garante a violagio da paridade no proceso.

A forma das contribui¢des leptonicas tinham um sélido suporte experimental. Por ex.
para o par ev, tinha-se ev,(1 — vs)v.. A teoria universal sugeria uma forma similar para
os hadrons.

Feynman e Gell-Mann destacavam que o fato que a constante de acoplamento para
aqueles processos envolvendo hadrons coincidisse num alto grau com aquela medida para

processos nos quais intervém so léptons era muito surprendente devido a que o espe-
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rado era que a presenca da interagio forte renormalizara a constante de acoplamento
a um valor diferente. Eles sugerem que a causa poderia ser atribuida a existéncia de
um mecanismo, analogo aquele que na eletrodinamica assegura a universalidade da carga
elétrica renormalizada. Um tal mecanismo requer que o acoplamento fosse através de
uma corrente conservada pelas interacoes fortes. Destacam ademais que uma tal corrente
estaria disponivel para o acoplamento vetorial, sendo esta a corrente de spin isotdpico,

mas deixam aberta a questdo do acoplamento axial.

Aqui existia um outro problema. Devido a presenca das interacoes fortes nao ne-
cessariamente se observava directamente G. Por exemplo, no decaimento # do neutron
poder-se-iam medir os elementos de matriz (GV,) e (GA,) entre estados de nucleon livre
e momento transferido menor que 1 MeV (devido a pequena diferenca de massa entre
neutron e préton) e neste limite se teria [G(p|V,, — A,|n) — U717 (Gv — G4vs)ui| onde

u; € uy sao os espinores do nucleon livre inicial e final respectivamente.

Assim, enquanto muito esfor¢o era investido na procura de modelos a partir dos quais
pudesse ser obtida uma corrente pseudo-vetorial conservada, os experimentos estavam

focalizados na medicdo de Gy e G4.

J.C.Polkingorne 1% propoe construir esta corrente axial utilizando a sugestdo de
Schwinger sobre a existéncia do méson o. Investiga uma Lagrangiana que é essencial-
mente aquela proposta por Schwinger, limitada ao sistema N-7-0, e supde que a massa
nua do nucleon é nula (atualmente conhecida como a Lagrangiana Simétrica do modelo
o-linear). Obtém uma corrente axial conservada, mostra que transladando o campo o é
possivel gerar uma massa para o nucleon, mas ndo consegue interpretar o significado de
termos lineares no campo ¢ que surgem neste processo.

Taylor ¥ tenta achar esta corrente no sistema N-7 com um acoplamento méson—
barion pseudo-vetorial. Com a suposi¢ao de que a massa nua do 7 é zero e sem acopla-
mento méson—méson consegue uma corrente axial conservada. Polkingorne **1 mostra que
é impossivel ampliar este modelo de maneira que com relacao a mesma transformacao a
corrente continue conservada e ao mesmo tempo a massa real do pion seja diferente de

ZETO0.

Entrementes Taylor 7, e independentemente Goldberger e Treimann 8], concluiam

17



que a divergéncia da corrente axial ndo podia se anular, pois isto conduziria a que a taxa
de decaimento do pion carregado seria nula. Outras investigacdes [* concluiam que se
num modelo tedrico particular existisse um limite no qual a divergéncia da corrente axial
fosse zero, este seria um limite delicado no qual a massa do pion ou a massa do nucleon
teriam que anular-se, e mesmo assim, a questdo se neste limite G4/Gy = 1 deve ser
cuidadosamente pesquisado.

[40]  dentro de uma precisio de 1%, que

Nesta época, obtinha-se experimentalmente
o valor medido para Gy coincidia com a quantidade correspondente medida no decai-
mento do muon (Gy ~ G, = G}, confirmando a hipdtese de universalidade da constante
de acoplamento. Entretanto, o fator de renormalizacdo da corrente axial (G4/Gv) era
diferente da unidade, embora muito préoximo a ela.

O fato de que G'v nao fosse renormalizado pelas interacoes fortes estava bem de acordo

com a interpretacdo de que a corrente vetorial V, € conservada. Entretanto o fato de que

G 4 # Gy seria compativel com a nao conservacao da corrente axial.

Goldberger e Treiman 4! obtiveram uma férmula para a taxa de decaimento do pion
carregado. A dedugdo da mesma estava baseada na teoria pseudo-escalar e a definig¢do con-
vencional de corrente axial py,vsn, mas a derivagao envolvia varias aproximagoes violentas
que nao eram plenamente justificadas. Nao obstante, a férmula resultante apresentava

uma concordancia incrivel com os dados experimentais.

Outras investigacoes [*? interpretam o fato de ser G4/Gy préximo & unidade como
proveniente dos efeitos da nuvem mesonica que envolve os nucleons. Um calculo perturba-
tivo da renormalizagio da intensidade de acoplamento devida aos efeitos da nuvem virtual
conduz a uma divergéncia logaritmica, o qual sugere que talvez exista uma lei de con-
servacao aproximada para o vetor axial do acoplamento do decaimento 8. Gell-Mann 9]
sugere que a nao conservacao da corrente axial teria de ser a menor possivel, compativel
com o decaimento do pion, e portanto uma teoria das interagoes fortes teria que fornecer
uma corrente vetorial conservada e uma corrente vetorial axial parcialmente conservada
(PVC e PCAC).

M.Gell-Mann e M.Lévy 13 propdem que a férmula de Goldberger e Treiman para

a taxa de decaimento do pion carregado podia ser obtida de forma comvincente se se
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considerar a posibilidade de que a corrente vetorial axial no decaimento-f seja propor-
cional ao campo do pion. Eles apresentam trés modelos para a interacao pion—nucleon

que satisfazem a propriedade requerida.

O primeiro deles é uma extenssio do modelo proposto por Norton e Watson (43 e
J.C.Taylor %44 no qual a interagdo forte 7~N tém a forma gradiente. Destacam a
vantagem do modelo ser facilmente generalizado para incluir particulas estranhas. Em
contraposicao, é um modelo nao renormalizavel e introduz as correntes vetorial e axial de
forma assimétrica (existiam fortes evidéncias de que as interacdes fracas eram simétricas

entre V e A, esperava-se um comportamento similar para o caso forte).

O segundo modelo, ao qual chamaram Modelo-o, consideram uma Lagrangiana para
as interacdes fortes que é essencialmente a proposta por Schwinger!®! (limitada ao sistema
N-7-0) e a forma sugerida por Polkingornel®® para construir a corrente vetorial axial.
Eles mostram que os pardmetros de massa nua dos mésons foram escolhidos de forma
que através de uma translacdo do campo o evidéncia-se que a Lagrangiana proposta é
a soma daquela analizada por Polkingorne mais um termo linear no campo o. Desta
forma evidenciam que é este termo o responsavel pela ndo conservacao da corrente axial
e a0 mesmo tempo permite que o nucleon adquira massa (o termo de quebra de simetria
cancela exatamente os termos lineares no campo ¢ que aparecem na lagrangiana simétrica
no processo de geragio de massa baridnica).

O modelo apresentava a vantagem de ser renormalizavel. Além disto, a invaridncia
quadri-dimensional da Lagrangiana (quebrada somente pelo termo linear no campo o) da
completa simetria entre as correntes V e A. Entretanto, era curioso que o acoplamento
o fésse responsavel de gerar a massa do nucleon, e tal mecanismo poderia resultar in-
satisfatorio se néo fésse capaz de explicar as massas de todos os barions. Por isso entéo
nao se via claro como poder estendé-lo para incluir outras particulas, mas o ponto mais

questionado € a presenca de uma, particula para a qual ndo existia evidéncia experimental.

A terceira proposta, é o chamado Modelo o nao-linear, o qual surge de substituir o
campo ¢ por uma funcdo do campo 7 no modelo anterior mantendo as propriedades de
simetria daquele. Logo mostram que a Lagrangiana obtida pode ser deduzida por métodos

ligeramente mais gerais conduzindo a uma teoria independente das outras duas propostas
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anteriores. O modelo ndo-linear nao aparece como renormalizavel, ndo obstante evita a

introducao da particula o.

O conceito de quebra espontanea de simetria (a saber, sem introducao explicita de ter-
mos nao invariantes), ja tinha sido introduzido por W.Heinsenberg na descri¢do dos mate-
riais ferromagnéticos. Uma importante contribuigdo para a compreensao deste mecanismo
foi devida a J. Goldstonel®®!| que mostrou, pela primeira vez num modelo simples e mais
tarde de forma geral que a quebra espontianea de uma simetria continua leva ao
aparecimento de bdsons sem massa. A existéncia do modo Goldstone, dos bdsons
sem massa devido a quebra espontanea de simetria é o conteudo principal do Teorema de

Goldstone.

O conceito de quebra espontanea permitiu comprender o mecanismo subjacente exis-
tente no modelo o simétrico quiral e pode ser interpretado melhor o papel do termo de

quebra.

Em 1961, Nambu e Jona-Lasinio ¥ introduzem um modelo para explicar a quebra
espontanea de simetria quiral do vacuo fisico. Ele foi construido em analogia com a teoria
da superconductividade de BCS e em particular da analise desta teoria a luz da teoria de
Bogoliubov-Valatin. Este modelo foi construido como uma teoria de nucleons que atuavam
via uma interagao efetiva de dois corpos. O mesmo procurava uma descricio de mésons
através deste campo espinorial ndo massivo (representado pelos nucleons). Baseava-se na
idéia de que a massa de uma particula é uma propriedade dinamica resultante da auto-
energia proveniente da interacdo entre os espinores. Assim, embora a sua simplicidade, o
modelo ilustra o mecanismo de quebra dinamica de simetria quiral e o aparecimento de
exitagoes coletivas. E portanto uma teoria de geracdo dinamica de massa. O modelo de
NJL nao é um modelo renormalizvel e requer a introdugao de um cutoff, o qual é um
parametro importante da teoria. Nao obstante, nessa época, o fato do modelo nio ser

renormalizavel fez com que ele fésse abandonado.

Um outro modelo importante que surgiu nesses anos foi o de Skirmel*®l. Neste modelo
uma Lagrangiana explicita pode ser dada em termos de graus de liberdade fermionicos os

quais aparecem como solitons topolégicos.
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1.3 O Periodo Quarks—Pré-QCD

No inicio da década de 60 o nimero de particulas (incluidas as ressonancias) tinha
aumentado de tal maneira que comegavam a existir duvidas sobre a natureza elementar
das mesmas. Por outra parte, o nimero de isomultipletos era tao grande que a classificagdo
delas de acordo com o spin isotdpico resultava ser inadequada e comegou a procurar-se
uma simetria maior que permitisse a sua classificagdo. Surge assim a hipétese da Simetria
Unitéaria, baseada na existéncia dos chamados multipletos unitarios, cada um dos quais
continha varios multipletos isot6picos de particulas com um grupo de propriedades em
comum (spin, paridade, nimero baridénico e massa média) e diferenciando-se entre elas
pelo isospin e a estranheza.

De acordo com a hipdtese de simetria unitéria, uma interacio forte consiste de
duas partes, uma interacdo muito forte independente da estranheza, isospin e carga da
particula, a qual gera multipletos unitarios degenerados nos quais todas as particulas
sao idénticas; a outra, moderadamente forte, a qual é responsavel por remover a de-
generescéncia com relagao a estranheza e separar um multipleto unitario em varios mul-
tipletos isotopicos. Por ultimo, a interacao eletromagnética remove a degenerescéncia de
carga dentro de um multipleto isotépico e separa este dentro de particulas individuais.

Varias versoes especificas foram consideradas para a simetria unitaria. A mais bem
sucedida destas foi introduzida em 1961 por Gell-Mann®” e Neémanl*®l cujo esquema
foi chamado “a via do octeto” (atualmente conhecida como SU(3)) e constitue o ponto
de partida da teoria moderna dos hadrons. A importancia desta é que estd baseada
na Teoria de Grupos. Este esquema surgiu da observagio que ambas separacdes dos
multipletos unitarios (de acordo com a estranheza e a carga elétrica) eram simétricas,
apontando para uma simetria especifica na violacédo de simetrias unitdrias na natureza. A
descri¢do desta violacdo em termos da Teoria de Grupos SU(n) unimodulares e unitarios
especiais conduz para n=3 a uma simetria octeto a qual era exibida pelo octeto béarion
1/2 de paridade positiva.

A simetria SU(3) permitiu classificar as particulas que apresentavam in-
teracoes fortes, além disso, conduzindo a predigdo de vdarias outras particulas. O seu

triunfo foi especialmente marcado pela descoberta em 1964 do hiperon 2~ para o qual a
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teoria tinha previsto todos os seus nimeros quanticos.

Logo surgiu uma outra questio. Mésons e barions podiam ser acomodados nas re-
presentacgdes da SU(3), mas a representagdo mais simples do grupo SU(3), (um triple-
to) ndo se encontrava na natureza. O fato de que a teoria de SU(3) mostra que to-
das as representagdes devem estar inter-relacionadas conduziu a procura deste tripleto.
Muitas tentativas falidas foram realizadas afim de identificar trés barions como um tripleto
unitario. Em 1964, Gell-Mann*®! e Zweigl®®, de forma independente, postulam que o
tripleto unitario estava formado por novas particulas, as quais Gell-Mann chamou quarks,
e argumentavam que devido ao fato de que elas tinham propriedades nao usuais era muito
dificil (ou impossivel) encontra-las na natureza. Estas propriedades permitiam que qual-
quer hadron pudesse ser contruido a partir delas.

De acordo com Gell-Mann e Zweig, todos os hadrons podem ser construidos a partir
de trés tipos (sabores) de quarks (geralmente denotados u (up), d (down), s (strange)) os
quais tém carga elétrica e nimero baridnico fraciondrios, spin igual a 1/2, dois deles tém
estranheza S =10 e o outrotem S =-1.

A idéia fundamental do modelo com quarks consiste em que os barions sao estados
ligados de trés quarks (qqq), e os mésons estados ligados de um quark e um anti-quark
(¢9). O modelo 3-quarks, além de ser muito elegante, resolve o problema da existéncia da
representacao mais simples do grupo SU(3) no dominio das particulas elementares, tendo
ademais, a propriedade de completeza. Até a descoberta da particula J/¥ em 1974, trés

quarks eram encontrados suficientes para a formagido de qualquer hadron.

O modelo precisou ser refinado afim de ndo violar o Principio de Exclusdo de Pauli
na formagao de barions. Postulou-se ’!l que cada quark tém associada uma carga
especifica, chamada de cor, a qual pode apresenta-se em trés estados possiveis, nomea-
dos, vermelho, azul e amarelo. O nome cor, e os estados que pode tomar, foram escolhidos
simplesmente para expressar a regra de formacao de hadrons, a quai exige que todas as
combinagbes permitidas devem ser brancas (sem cor) satisfazendo assim o Principio de
Exclusdo de Pauli.

Logo, na formagdo de um barion, cada um dos quarks tem uma cor diferente con-

duzindo ao branco; num méson, as cores sdo complementares e portanto estes também
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carecem de cor.

A introducgao do nimero quantico de cor resolveu o problema estatistico dos
quarks. As regras mediante as quais opera este numero quantico conduziu a existéncia
de um hipotético grupo de simetria SU(3) de cor (SU.(3)), o qual supbe-se que é uma
simetria exata (quarks do mesmo sabor e diferente cor tém a mesma massa). Todas as
regras de cor dos quarks podem explicar-se aceitando o postulado de que todos os

hadrons vem representados por singletos na cor.

Qualquer processo pode ser representado facilmente em termos do modelo com quarks.
O modelo foi utilizado para obter caracteristicas quantitativas de varios processos, nos
quais foram encontrados boa concordancia com os resultados experimentais. A inter-
pretacao do espalhamento altamente ineldstico de elétrons por préotons, indicando uma
estrutura “partons” do nucleon, foi considerado a mais convincente demonstragdo da
correcao do modelol®? (na atualidade, ao nos referirnos ao modelo com quarks, estamos
também nos referendo ao modelo com partons). A analise destes experimentos, assim
como do espalhamento de neutrinos por prétons confirmaram o postulado de que os quarks
tém carga fracionaria. Esta hipdtese foi também confirmada pela elevada coincidéncia en-
tre os valores calculados e os experimentais das larguras de decaimento radiativo de alguns
hadrons. Outra confirmagao experimental da validade do modelo com quarks foi obtida
nos anos 70. Na investigagdo dos processos de aniquilagao de um elétron e um préoton
dentro de hadrons a altas energias, foram observados jets de particulas secundarias. A
diregao de movimento destes jets foi naturalmente associada com a dire¢ao de movimento
dos quarks primarios formados a partir do féton virtual. A distribuicdo angular dos
jets conduz a verificacdo de que os quarks tém spin 1/2. A distribuicio destes jets e as
caracteristicas do proceso seriam muito dificil de explicar de forma diferente.

Diferentes versdes do modelo com quarks foram consideradas no curso da sua evolugao.
O modelo mais simples foi o de ligagao—fraca, no qual supde-se que os quarks dentro do
hédron estao livres e ndo interagem. Neste caso as massas dos quarks sdo muito menores
que a do préton (m, >~ my << my, ms ~ m, + 0.15 m,). Uma ligagdo—forte entre quarks
dentro de um hadron sé é possivel se a massa dos quarks sdo muito maiores que a massa

do préton (my >> m,).
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O modelo de ligagao-fraca foi considerado o mais apropriado ja que, sob suposigoes
muito simples sobre as propriedades dos quarks, foi utilizado para fazer varios calculos

quantitativos em excelente concordancia com os resultados experimentais.

Nao obstante, logo surge uma objecdo séria contra este modelo, a qual estava baseada
na nao observacao de quarks em estado livre. Uma ligacao fraca dentro dos hadrons im-
plicaria na ndo existéncia de impedimentos para observa-los quando os hadrons sofrem
colisbes mutuas. Varias tentativas foram realizadas para observar quarks livres na na-
tureza ou produzi-los artificialmente em aceleradores, mas estes nao eram encontrados.

A idéia mais aceita era supor que os quarks, se existiam, deviam ter uma massa muito
maior que 3 GeV, o qual era um limite inferior fixado pela energia maxima dos aceleradores
existentes nessa época (fins dos anos 60). Esta suposicao implicava supor o modelo de
ligagao—forte.

No entanto, para manter o modelo de ligagdo—fraca, o qual estava bem respaldado
pelos experimentos, dever-se-iam fazer modificagbes sérias, de maneira que as mesmas

incorporassem a hipdtese de que um quark ndo pode existir em estado livre.

A medida que os dados experimentais tornavam-se mais refinados a discrepancia entre
a Teoria Universal de 4-férmions e os experimentos se fez evidente. Foi encontrado que
a probabilidade de decaimento para particulas estranhas é muito menor que aquela para
particulas normais (G, < G,), entretanto esta ultima sé difere numa pequena porcen-
tagem do decaimento correspondente do muon (G, ~ G). Também foi observado que no
processo de decaimento fraco, n e A (sendo A uma particula estranha) aparecem numa
mistura do tipo an + b\ , com a e b satisfazendo a condigao a? + b2 = 1 . Estas ca-
racteristicas, interpretadas por Cabibbo em 1963, conduziram a escrever a corrente fraca
hadrénica como uma superposi¢do de correntes np e Ap do tipo [(ncos 8. + Asen 6.)p],
onde 6. é o chamado dngulo de Cabibbo e foi obtido a partir da comparagao dos dados
experimentais (G, = G cos §.; Gs = G sen 6.) obtendo-se o valor de 14°.

Em 1964, varios investigadores, entre eles Glashow e Bjorken [53] sugerem (indepen-
dentemente) baseando-se na simetria do nimero de 1éptons e quarks, a existéncia de um
quarto quark, portador de um novo niimero quantico ao que arbitrariamente denominou-

se “charm”(c). Nao obstante nao existia nenhuma evidéncia experimental que mostrasse
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a necessidade deste novo quark.

A Teoria Universal de 4-férmions (modificada por Cabibbo) dava conta de todos os
processos fracos conhecidos e todos eles eram descritos por correntes fracas carregadas.
Nao obstante, a teoria admitia a existéncia de correntes fracas neutras, e a existéncia delas
era desejada desde o ponto de vista da completeza da teoria. Mas, existia uma sélida base
experimental para assegurar que certos processos fracos neutros com troca de estranheza
nao existiam na natureza. Virias tentativas foram realizadas para ampliar a teoria de
forma que a mesma proibisse a existéncia de tais processos. No contexto do modelo com
quarks, as correntes eram construidas com quatro léptons e trés quarks e encontrava-se
que tais processos eram permitidos.

Em 1967, demonstra-se ¥ que a introducdo de um quarto quark com uma carga
elétrica associada igual a do quark u era suficente para justificar a auséncia de tais
fenomenos. Com dois pares de quarks concorrem duas formas possiveis das interacoes
que mudam a estranheza (em vez da tinica possivel quando hd somente trés quarks), es-
colhendo a segunda como uma combinagio neutra, ortogonal a postulada por Cabibbo,
(s cos . — d sen 8.) é suficiente para que a corrente neutra total seja da forma dd + ss,
nao contendo componentes ds e sd as quais ndo sdo encontradas na natureza.

Desta forma a Teoria das Interacdes Fracas, além de dar conta da nao existéncia
na natureza de correntes fracas neutras com troca de estranheza, apresenta simetria no
numero de quarks e léptons, o qual era essencial para o propdsito de construir sua versdo
renormalizada.

S5.Glashow, utilizando as idéias da teoria de Yang-Mills, construiu uma versao renor-
malizavel da Teoria das Interagoes fracas, a qual estava baseada na simetria de grupo de
um spin isotdpico fraco, incluindo dubletos de 1éptons e quarks. Os campos compensantes
foram obtidos da condicdo de invaridncia. Mas, como a teoria original de Y-M, os bésons
de calibre tinham massa zero e portanto ndo podiam ser considerados quanta de interacao

fraca.

Por esses anos, tinha-se introduzido um novo elemento na formulagao das teorias de
calibre. Obteve-se um método para dotar de massa a alguns campos de Yang—Mills sem

quebrar a simetria exatal5%:5¢].
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A idéia fundamental desta técnica, conhecida hoje como mecanismo de Higgs, con-
siste em incluir na teoria campos com simetria espontaneamente quebrada (campos com
a propriedade de ter um valor nao nulo no vacuo). Higgs mostrou que neste caso os cam-
pos de calibre, normalmente sem massa, podem torna-se massivos. A introducgao destes
campos, chamados campos de Higgs, nao destréi a simetria de calibre da teoria, mas faz
que ela fique escondida. O mecanismo de Higgs é um exemplo do processo conhecido por
quebra espontinea de simetria, que ji estava bem estabelecido na fisica.

Nessa época, a quantizacio da teoria de Y-M j4 tinha sido desenvolvida 57 e as
regras para construir os diagramas de Feynman também estavam formuladas [%8l. Contava-
se também com os poderosos métodos para os estudos de renormalizagao desenvolvidos
por C.G.Bollini e J.J.Giambiagi 12 ¢ M. Veltman 2. Além disto, K.Symanzik [59] &
B.Lee [ tinham conseguido com éxito renormalizar o modelo teérico no qual quebrava-
se espontaneamente uma simetria global. Induzido por estes resultados, G.’t Hooft [1]
achou natural tentar o mecanismo de Higgs na teoria de Y-M, onde a simetria quebrada
é local e em 1971 conseguiu a sua renormalizaco.

Desta forma, a subclasse das teorias de Yang-Mills que incorporam o mecanismo de
Higgs tornaram-se mais realistas. O mecanismo proporcionou um meio para confinar os

campos de Y-M a um alcance finito a0 mesmo tempo que permitiu a sua renormalizacao.

Em 1967, S.Weinberg!®? e, independentemente, A.Salam e J.Ward!®¥ tinham proposto
um modelo de interacdes fracas baseado numa versido da teoria de Y-M segundo a qual
os quanta de calibre adquiriam massa pelo mecanismo de Higgs, mas nao conseguiram
demonstrar a renormalizacao da mesma, somando-se assim a muitas outras conjecturas
nao provadas. O interesse pela mesma resurge quando sdo conhecidos os resultados obtidos
por 't Hooft que mostravam que eram exatamente esta subclasse das Teorias de Y-M as
que podiam ser renormalizadas.

A conjectura sob a qual o modelo de Weinberg-Salam-Ward (W-S-W) est4 baseado é
um postulado de invariancia local com respeito ao spin isotépico. Para manter a inva-
ridncia € necessario introduzir quatro campos de calibre tipo féton. A quebra espontanea
de simetria introduz quatro campos de Higgs (particulas escalares). Como resultado,

emergem quatro bdsons vetoriais W+ |, W~ |, Z° e v ; os trés primeiros com uma grande
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massa e o ultimo de massa nula (um féton). Para os bésons massivos foram previstas mas-
sas do ordem de 80-90 GeV. Os bésons eletricamente carregados seriam os responsaveis
pela existéncia das correntes fracas carregadas. Por analogia, Z° introduzia uma nova
classe de interacoes fracas que davam conta dos fenémenos envolvendo a correntes fracas
neutras. Por outra parte, a presenca do féton sugere que as interacdes eletromagnéticas
e as fracas sdo aspectos distintos de uma unica forca eletro-fraca.

A teoria é confirmada pela descoberta de muitos fendmenos previstos por ela. As
correntes fracas neutras foram detectadas em 1973. Em 1974 foi descoberto o méson J /%,
resultando ser um estado ligado ¢¢ e pouco apds foram detectadas as particulas “charmed”.
Entre fins do ano 82 e o principio do ano de 83 foram achados experimentalmente os bésons

massivos, com massas e propriedades coincidentes com aquelas previstas.

Estas descobertas nao sé corroboraram com o modelo de W-S-W, assim como também
convenceram muitos fisicos de que o modelo com quarks tinha de ser tomado com seriedade

em todos os seus aspectos.

1.4 O Surgimento da Teoria das Interacoes Fortes

O maior obstaculo na construcao de uma teoria das interacGes fortes era como explicar
o confinamento dos quarks. Ao mesmo tempo alguns investigadores perguntavam-se como
explicar o postulado segundo o qual todos os hadrons devem ser singletos na cor. Uma
possivel resposta foi sugerida, a qual consistia em incorporar o modelo SU(3) de cor

al8485] seguiu, passo a passo,

numa das classes das teorias de calibre. A teoria idealizad
a QED, de forma que a teoria das interacoes fortes é uma teoria de calibre, mas, a
diferenca da primeira, é uma teoria de calibre nao abeliana. A simetria de calibre é
uma invariancia com respeito a transformacoes locais da cor dos quarks, razao pela qual
chamou-se Cromodinadmica Quantica, QCD.

Como nas outras Teorias de Calibre, para restaurar a invaridncia com respeito as
transformacoes locais foi necessario introduzir novos campos. Na QCD s&o necessarios oito
campos compensantes com oito bdsons de calibre, ou glions, os quais sdo responsaveis

pelas interacoes entre quarks. Os glions sdo bdésons vetoriais sem massa e com carga

elétrica nula, como o féton, mas diferentemente deste ltimo, carregam cor.
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A forma mediante a qual os gliions permitem que a simetria local de cor seja conservada
pode explicar-se da seguinte maneira. Um quark é livre de trocar a sua cor, independente-
mente dos outros quarks, mas cada transformacio de cor deve ir acompanhada da emissao
de um glion. O glion é absorbido entao por outro quark, que muda a sua cor em exata-
mente a quantidade necessiria para compensar a troca original. Por causa da continua
troca dos glions nao pode existir uma variagdo liquida da cor do hadron, mesmo que
as cores dos quarks variem livremente no espago-tempo. Todos os hadrons permanecem
brancos, e a forca forte ndo é nada mais que o sistema de interagdes necessarias para
manter esta condicao.

Devido a sua cor, os glions nao s6 asseguram interacao entre quarks, sindo que em si
mesmo servem como fonte de novos glions, os quais, em turno, produzem novos glions,
e assim seguindo. Logo, o campo do glion é nao linear e aumenta com a distancia
desde o quark. A carga efetiva de cor do quark é também aumentada neste processo.
Este fenomeno é chamado de anti-blindagem da carga de cor, para distingui-lo do bem
conhecido fenémeno de blindagem da carga elétrica em QED. Em outras palavras, a
energia de interacdo entre dois quarks decresce quando eles se aproximam uns dos outros.

[6¢], Pelo contrério, quando

Esta tende a zero a curtas distancias (liberdade assintética)
a distancia entre quarks aumenta, a energia de interacdo também aumenta e torna-se
infinitamente alta a distancias relativamente grandes (catividade periférica). Assim, os
quarks encontram-se como que fechados dentro do hadron, fenémeno ao qual chamou-se
confinamento.

O problema do confinamento de quarks pode ser apresentado esquematicamente na
seguinte forma. Desde que os glions tém uma carga de cor, um quark livre adquiriria
uma envoltdria de glions pesada com uma massa infinitamente grande. N&o obstante,
as cargas de cor do quark sdo mutuamente compensadas dentro do hadron, logo, mesmo
que o campo de glions de quarks ligados dentro de um héadron seja bastante forte (ba-
sicamente determinando a massa do hiddron), esta envolvido dentro do hadron (caixa de
quarks). Consequentemente os quarks dentro de um hédron sio leves e encontram-se liga-
dos fracamente. Quando uma particula energética atinge um quark dentro de um hédron,

o quark € deslocado e a energia de interagao com outros quarks aumenta rapidamente. Se

esta energia ¢ suficente para a formacao de um par ¢g, o quark novo formado permanece
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dentro do hadron, enquanto que o quark inicial combina-se com o anti-quark, resultando

na formagdo de um méson o qual deixa a regiao de interagao.

As principais vantagens da QCD resultam do fato de ser uma teoria renormalizavell®!],

[66,67.68] ° Além disso, possui uma simetria quiral global no limite

com liberdade assintdtica
m, =myg= 0.
Efetivamente, para escalas de comprimento de cerca de 10! fm (quantidades de movi-
mento transferidas grandes, regido do ultravioleta), a QCD é uma teoria perturbativa de
quarks e glions. Nesta fase, os acoplamentos sao fracos e os quarks e glions propagam-se
quase livremente, isto é, possuem a propriedade de liberdade assintética. Os desvios do
comportamento de teoria livre sao calculdveis por técnicas perturbativas®®67. As evi-
déncias mais inequivocas da liberdade assintética resultam de experiéncias de dispersao
profundamente inelastica de léptons, cujo comportamento é devido a interac¢bes com o
campo dos glions. No vdcuo perturbativo, os quarks possuem massas correntes (massas

medidas em termos de massas hadrénicas através da dlgebra de correntes) cujos valores

no sector (u,d) sio [6979:

m, = (5.1+1.5)MeV
mg = (8.9+2.6)MeV

Na verdade, é geralmente aceito que as massas correntes no sector de isospin com Ny = 2

sao pequenas na escala de massas hadronicas da ordem de 1 GeV.

Para escalas de comprimento da ordem de 1 fm (regido do infravermelho), fendmenos
altamente ndo lineares desempenham um papel importante. E a fase no perturbativa em
que o vacuo é relevante para o estudo dos hadrons de baixa energia e da Fisica Nuclear.
O estado nao perturbativo é caracterizado pela existéncia de condensados de pares ¢g e
de pares de glions.

Nestas condig¢des, a constante de acoplamento efetiva é muito elevada e acredita-se
que seja responsavel pelo confinamento. De acordo com esta propriedade, a massa de um
quark isolado deve ser finita. Devido a complexidade das propriedades ndo perturbativas
da QCD, néo foi ainda possivel demonstrar que esta teoria conduza & explicagio do confi-

namento de quarks. Do mesmo modo, nao foi ainda possivel obter cdlculos quantitativos
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de processos hadronicos relevantes para a Fisica Nuclear a partir da QCD.

Assim, mesmo que se disponha de uma teoria aceita como a Teoria das Interacoes
Fortes, proporcionando uma Lagrangiana que contém toda a dindmica do sistema, nao
é possivel extrair informacao 1til a partir dela para a maioria dos processos fisicos de
interesse, tais como as propriedades dos hadrons e suas interagdes ou comportamento da
matéria hadronica a altas densidades.

Alguns dos aspectos nao perturbativos da QCD tém sido abordados a partir de dife-
rentes aproximacdes. O dnico destes que tenta resolver a equagdo de movimento ditada
pela QCD é o baseado na Teoria de Calibre na Rede (método proposto por Wilson[™l).
Neste método a teoria é estudada no Espago Euclideano, discretizado e colocado numa
caixa finita. A fun¢do de particio resultante é calculada usando o método numérico de
Monte Carlo. A teoria continua pode ser recobrada sisteméiticamente. A aplicacio do
método esta limitado principalmente pela velocidade dos computadores. Dispdem-se de
resultados confiaveis na chamada “aproximagao fria”, a qual inclue a dinamica total dos
glions, mas ignora os efeitos dos loops de quarks internos. Esta é uma severa restricao
a teoria, mas € de interesse desde que encontram-se as propriedades esperadas para a
QCD : confinamento e quebra da simetria quiral. Assim, nesta aproximacao considera-
se que o método da estimativas semi-quantitativas das massas hadronicas. Esperava-se
que o avango tecnolégico dos computadores permitisse resolver as equagdes de movimento
completas, mas surgem problemas para incluir férmions numa rede discretizada devido a
sua natureza nao comutativa.

As regras de soma da QCD constituem uma outra aproximacao a QCD que consiste
em estudar o vacuo e é baseada na expansao de varidveis fisicas em termos dos valores
nao nulos dos condensados de quarks e de glions. Este método tém sido utilizado para
investigar as propriedades de hidrons [727374,

Os desvios da simetria quiral tém sido estudados tratando o termo de massa como
uma perturbacao, em que a QCD com particulas sem massa é o sistema nao perturbado.
Trata-se das teorias quirais perturbativas, desenvolvidas por vérios autores (69757677 que
tém constituido uma alternativa ao tratamento baseado na hipétese de PCAC e a algebra

de correntes [78l,
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Uma outra hipétese para estudar a QCD foi avancada por ’t Hooft[™®], ao introduzir o
parametro de expansao 1/N. no limite em que N, é elevado (sendo N, o nimero de cores).
Este tratamento permite ultrapassar as dificuldades inerentes a resolucao das equacoes do
movimento da QCD na auséncia de um pequeno parametro de expansao. Neste limite,
a QCD reduz-se a uma teoria de campo efetiva nio linear 8% com consequéncias inte-
ressantes para as propriedades hadronicas. Para estes métodos poderem constituir uma
descricao adequada a N, = 3, é necessario que as principais propriedades da QCD variem
pouco com este numero quantico.

A existéncia de parametros de ordem diferentes de zero implica que a simetria quiral
seja espontaneamente quebrada no vacuo fisico, uma vez que o escalar que representa os

condensados de quarks ¢g , ndo é um invariante sob uma transformagao quiral.

Um outro ataque, comum na fisica nuclear e na fisica de estado sélido, é tentar isolar
a fisica relevante para um proceso e estuda-la, ou fazer aproximacdes a teoria exata ou
criar modelos que sirvam para acentuar as principais caracteristicas da teoria. Para uma
teoria tao intratavel como a QCD a segunda opgao é a preferida.

Procuram-se assim modelos mais simples que apresentem uma ou mais das carac-

teristicas essencias da QCD, mas que sejam trataveis matematicamente.

1.5 Os Modelos Fenomenolégicos

As principais caracteristicas da QCD sao, a liberdade assintética, o confinamento e a

simetria quiral.

As propriedades de confinamento permanente e liberdade assintética estao presentes
em diversos modelos fenomenoldgicos.

Entre os modelos néo relativisticos podem ser citados o modelo de De Rijula-Georgi-
Glashow!®! (RGG) e o de Isgur-Karl® (IK). O modelo RGG descreve bastante bem as
separacoes de massa de cada multipleto fundamental de hidrons, entanto o modelo IK
descreve com sucesso a maior parte do espectro de massas dos estados excitados e das
larguras de decaimento de ressonancias. Nao obstante, ambos os modelos sao questionados

devido ao fato de que as separacdes entre os niveis de energia dos hadrons sao da ordem
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das massas dos quarks constituintes.

Entre os relativisticos podem ser citados os Modelos de Potenciall®3#4, os quais fazem
uso do modelo com quarks com uma escolha conveniente de interagao confinante dentro de
singletos na cor, e outros termos de densidade de energia (ajustados fenomenologicamente)
que levam em conta outras contribuigbes a energia dos hadrons. Com tais modelos pode
ser obtida uma boa descricao do espectro de mésons e barions. As vantagens destes
modelos é que ndo aparecem condig¢des complicadas e permite o estudo de varios tipos de
potenciais.

Um outro modelo de grande sucesso é o Modelo de Sacola do Mit (MIT-BAG)[®588],
Este modelo considera que quarks coloridos e glions coloridos, sem massa, estao confi-
nados ao interior dos hadrons pela introducdo de uma densidade de energia constante
(pressao confinante B) dentro da Hamiltoniana Hadronica. Os quarks sdo supostos sem
massa (u,d) ou leves (s) e estdo acoplados aos glions a la de Yang-Mills. As equagdes
de movimento dos campos e as condigoes de contorno guarantem que existem somente
hadrons singletos na cor. O hidron esta representado por uma regido estendida do espago
(uma sacola) contendo quanta de campos dos quarks e dos glions. Os quarks confinados
interagem muito fracamente no interior da sacola, mas a interagao deixa de ser desprezivel
préximo a superficie devido & pressao que os campos exercem sob ela. Logo, se a super-
ficie da sacola for tratada como uma varidvel dinamica, as equagbes de movimento da
mesma tornam-se muito complicadas. Devido a isto foram propostos Modelos de Sacola
simplificados. Um modelo simples, semiclassico, que teve grande sucessso na descrigdo
das massas e parametros estaticos (carga vetorial axial, momentos magnéticos,...) dos
hidrons mais leves é o de Sacola Estéatica e Esférical®”l. Neste modelo, as forcas fortes
confinantes provém do termo de energia associada a pressdo confinante B, (o acoplamento
quark-glion nao necessita tornar-se grande ja que a sacola prove um cutoff ultravioleta).
Um tratamento perturbativo da interacdo glion conduz, na aproximacao de Born, a uma

consistente descricao do espetro ¢ggq e gg em onda-S.

O maior problema destes modelos, nos quais os quarks encontram-se num potencial
confinante, é que nao apresentam simetria quiral, pois os quarks na reflexdo nas paredes

do potencial mudam a sua quiralidade e portanto esta ndo é conservada e deixa de ser
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um “bom numero quantico”.

Foram propostos “Modelos de Sacola Quirais”[88, os quais sio versdes dos modelos
anteriores que, mediante a introducao de campos elementares de pions e sigmas, respeitam
a simetria quiral. Mas, uma vez que os mésons sdo considerados como elementares nao
hd maneira de se calcular suas propriedades, tais como a massa, raio, constantes de

decaimento, etc.

A mais importante das propriedades da QCD para a compreensao dos hadrons mais
leves é a simetria quiral, e esta propriedade é implementada, principalmente, através de
modelos efetivos descritos por densidades de Lagrangianas. Os parametros envolvidos
nesses modelos sao fixados para reproduzirem alguns resultados experimentais.

Resurge assim, o interesse por aqueles modelos que tinham surgido no periodo pré-

QCD que apresentam tal propriedade.

O modelo o linear!'® é um dos modelos que incorpora os efeitos basicos de Lagrangianas
quiralmente simétricas e reproduz resultados de Algebra de correntes. Nessa época a
renormalizacio do modelo j4 tinha sido conseguidal®®®%1€l mas ao aplicar a expansio
em loops ao modelo automaticamente surgem problemas, a saber, os propagadores a-

(7], Além disto, permanece a questdo da existéncia do méson

presentam polos nao fisicos
escalar 0. Por outra parte, estudos mais recentes mostram que talvez seja um dos modelos
que melhor poderia conectar a QCD com a Fisica Nuclearl®, mas resultados quantita-
tivamente confiaveis somente poderao ser obtidos uma vez que o vicuo estiver livre de

fantasmas.

O modelo de NJLI!! | apesar de ser um modelo néo renormalizivel, resurge nos anos
80 sendo re-interpretado como uma teoria com graus de liberdade de quarks!l. Assim,
ele é descrito por uma densidade de Lagrangiana efetiva, invariante por transformagoes
quirais, de quarks relativisticos que interagem através de acoplamento local quark-quark.
O modelo permite descrever o mecanismo da quebra de simetria quiral e as suas con-
sequéncias para a fisica de Hadrons, como a geragio dindmica de massa para os quarks,
o surgimento de condensados de pares de quarks, os modos de Goldstone,... A ligagao
com o modelo ¢ tem sido amplamente estudadal®, e este é talvez o modelo em que a

ligagao com a QCD se manifesta mais diretamente. Isto verifica-se, por exemplo, ao nivel
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da quebra espontanea da simetria, onde os mecanismos subjacentes a QCD e ao modelo
de NJL sdo, segundo se supde, do mesmo tipo. De fato, apesar da variedade de propostas
de mecanismos que podem conduzir a quebra espontinea da simetria quiral em QCD,
acredita-se que a condensagdo de pares ¢¢ seja dominante. As Lagrangianas tipo NJL
tém tido grande sucesso na descri¢ao de mésons leves como pares qq, os seus espectros!?,

as larguras de decaimentol®4....

Existe outro conjunto de modelos que surgem por causa da sua afinidade com a QCD
para os quais uma Lagrangiana explicita pode ser dada em termos de graus de liberdade
bosénicos e/ou fermidnicos. Estes incluem o modelo de Skirmel*®°! e variacdes deste,
os quais ganharam popularidade no inicio dos anos 80 a partir da demonstragao de que
no limite de um ndmero grande de cores N., a QCD comporta-se como uma teoria de
bésons!™l.

Outros modelos que especificamente pesquisam estas caracteristica da quebra da sime-
tria quiral e as suas consequéncias, introduzem campos bosonicos fenomenologicos e

acoplam estes diretamente aos graus de liberdade fermiénicos/6%92.

1.6 Os Potenciais de Interacao N-NN

No principio da década do 70 sdo produzidos novos potenciais de interacao N-N os quais
incluem, além do OPEP, uma descri¢ao tedrica bastante precisa da regido intermediaria,
associada a troca de dois pions, e a parte de curto alcance é tratada fenomenologicamente.
Os trabalhos nesta linha estio representados pelos grupos de Bonn e de Paris!®l,

O grupo de Bonn constréi um modelo tedrico no qual considera que tanto as trocas de
pions independentes como as correlacionadas contribuem a parte da interagao N-N devido
a troca de dois pions (incluindo no célculo a troca de mésons p por considera-lo um estado
ressonante de dois pions, assim como estados intermedidrios ressonantes N-7, ou seja as
A); e atribuem a parte de curto alcance a troca de trés pions (incluidos os mésons w).

O grupo de Paris calcula a contribuicio ao potencial devida a regiao intermedidria
de forma indirecta, a partir de dados experimentais que correlacionam processos com
pions reais e virtuais, ou seja, eles obtém a amplitude necessaria ao diagrama de troca

de dois pions extrapolando, por meio de relagdes de dispersao, essas amplitudes experi-

34



mentais para a regido cinemadtica adequada; e atribuem a parte de curto alcance a troca
de um w simulando a troca de trés pions complementada por uma func¢io parametrizada
fenomenologica.

Assim, a abordagem do grupo de Paris é mais completa ja que eles incluem todas
as contribui¢des dinadmicas de uma s6 vez (misturadas), calculando contribuicdes que
o grupo de Bonn nao teve condigoes de calcular. Nao obstante, o tratamento dado pelo
grupo de Bonn permite compreender num nivel mais profundo, a troca de dois pions, o que
constitue-se numa vantagem. Os dois métodos nao sao exclusivos, e podem complementar-
se mutuamente.

O grupo de Bonn, com o fim de testar e utilizar o seu modelo em calculos de estrutura
nuclear (para o qual é conveniente, se for possivel, que a interagdo seja representada
por um potencial ndo muito complicado), parametrizou os resultados do seu modelo em
termos de um potencial N-N escrito em termos de trocas de mésons, alguns dos quais sao
reais e outros “ficticios”(néo observados experimentalmente), inventados de modo que o
potencial seja equivalente a interagao, tal como dado pela Teoria Quantica de Campos.
Esse potencial é conhecido como OBEP (one boson exchange potential) e nele a parte
de longo alcance contribue para a troca de um pion (OPEP), a parte de alcance médio
associa-se a troca de mésons p, w e ¢ e a parte de curto alcance a outros mésons. A
introducao do méson o, considerado como artificial, é necessaria para explicar parte da
atracao no canal de spin e isospin zero.

Foram construidos diversos outros potenciais de modo que suas expressdes sejam re-
lativamente simples e bem comportadas afim de facilitar as aplicagées, nao tendo por
objetivo descrever bem os fundamentos da interagio, pudendo ser assim classificados
como de natureza pratica. Entre eles podem ser citados os de “caroco super mole” (SSC)

de De Tourreil e Sprung!® e de De Tourreil, Rouben e Sprungl®l.

1.7 Os Estados Non-Quark-Model

E destacével o sucesso do modelo com quarks, mas o mesmo nao é bem compreendido
do ponto de vista da QCD.

Remarquemos que a afirmacao de que a QCD é a teoria das interagoes fortes estd

35



baseada nos testes a altas energias, onde a teoria pode ser tratada perturbativamente
(mesmo assim, os resultados sdo semi-quantitativos devido & impossibilidade de fazer
corregoes a alto grau em teoria de perturbagdes). No regime de baixas energias a teoria
torna-se fortemente acoplada e exibe confinamento, os estados sao feitos de quarks, anti-
quarks e glions, mas estes constituintes ndo sao encontrados na natureza como particulas
livres, logo existem s6 indicacOes qualitativas de que a QCD ¢ a teoria correta.

No modelo com quarks os estados sdo feitos de quarks e antiquarks. Eles sao (anti-)
tripletos na cor e estao ligados por um potencial confinante dentro de singletos na cor.
Usando um modelo potencial com uma adequada interagao confinante e outros termos de
interacao pode-se descrever o espectro de mésonsl®® e birions!7.

Este sucesso nao é bem compreendido do ponto de vista da QCD. Na QCD os cons-
tituientes sdo quarks “vestidos”(quarks nus rodeados por uma nuvem de gliuons e pares
qq ) e portanto surgem muitas questoes:

.. . porque os quarks vestidos tém a mesma cor e 0s mesmos numeros quanticos de spin
que os quarks nus 7

. . . porque so € necessario considerar os estados mais simples feitos com eles 7 . . . porque
nao estados Ggqq ,...7

.. . porque os complicados estados ligados admitem uma descrigdo em termos de uns

poucos constituientes 7
Estas perguntas ainda nio tém resposta, sé existem algumas sugestes interessantes!®®,

Existem argumentos sélidos que conduzem a possivel existéncia de outros tipos de
hadrons®~14. Estes sdo chamados de estados NQM (non-quark-model). A observagio
de estados NQM proporcionaria nova informacao para tratar e compreender a dinamica
da QCD a baixas energias. Ademais, a existéncia de tais estados levaria a queda do
modelo com quarks, mas talvez, ao mesmo tempo permitiria compreender o seu sucesso.

As predicoes tedricas estabelecem trés categorias destes estados NQM: os glueballs,
os quais sao estados constituidos principalmente de glions, os meiktons (conhecidos
também como hibridos ou hermafroditos) os quais sdo estados constituidos por mistura
de quarks e glions, e os estados 4-quarks, ¢gqq -

No presente, a teoria somente proporciona uma guia das propriedades destes estados
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NQM. O esquema do modelo NQM é puramente cinemaético e para fazer predi¢des mais
definidas requerem-se calculos dinadmicos ou o uso de modelos.

H4 informacio experimental suficiente'd sobre ressonancias que sio possiveis can-
didatas a mésons NQM, proporcionando um amplo campo de investigagdo tedrica. Os
exemplos mais evidentes sdo a f,(975) e a,(980), as quais supde-se que podem ser estados
4qqq - Evidéncias bem razoaveis conduzem a supor que G/f,(1590) e 8/f,(1720) sdo
glueballs. Existem outros estados que ndo se ajustam ao modelo quarks nem as catego-
rias tedricas assinaladas acima. Por exclusao sdo catalogados simplesmente como estados
NQM. Espera-se que os resultados das investigacbes tedricas marquem o rumo a seguir
no campo experimental.

Estes possiveis estados NQM tém aberto um grande e produtivo campo de investigacio

tedrica e experimental.
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Capitulo 2

Simetrias Continuas

O papel das simetrias em sistemas quanticos e em Fisica de Particulas reveste-se
da méaxima importancia e tém sido objeto de intenso estudo. A identificacdao das diver-
sas invariancias e a forma como elas sao realizadas, aproximadas ou mesmo violadas é
essencial para o estudo das interacgdes fundamentais. Sao disso prova os espetaculares
resultados de simetrias unitdrias, dlgebra de correntes e invariancia quiral assim como
a subestrutura quarks dos hadrons. Estes conceitos muito contribuiram as formulagoes
das teorias de calibre nao abelianas com simetria local, que parecem governar todas as
interagoes da natureza. Apresentaremos algumas nogoes sobre simetrias, concentraremos
a nossa atencao nas simetrias continuas internas e a realizacao de simetrias quanticas em
Lagrangianas de Teoria de Campos. Faremos uma breve abordagem &s teorias de calibre
nao abelianas com simetria local, deter-nos-endo nos conceitos destas teorias que permi-
tam compreender a génese da Teoria da Cromodinamica Quantica (QCD), geralmente
considerada a teoria das interagdes fortes. Logo consideraremos alguns dos especificos
fendomenos tedricos de campos, tais como a quebra espontanea de simetria e o apareci-
mento dos bdsons de Goldstone. Finalmente abordamos o estudo da simetria quiral por
ser uma das simetrias fundamentais mais importantes devido ao papel que a sua quebra

desempenha na fisica hadronica de baixas energias.
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2.1 Simetrias no Contexto da Teoria de Campos

Num sentido mesmo abstrato, compreende-se por simetria a Invariancia de uma teoria
(densidade de Lagrangiana ou Hamiltoniana) sob transformagoes dentro de um grupo.

Assim, a existéncia de uma simetria diz-nos que a dinamica do sistema independe de
alguns aspectos dos campos e ajuda a descobrir o que é supérfluo e o que € essencial a
evolucdo do sistema. Existe uma estreita conexao entre simetrias e leis de conservagao,
pois, se a existéncia de uma simetria faz que a evolucdo do sistema independa de alguns
dos aspectos do campo, logo essa independéncia esta representando alguma grandeza que
nao varia com o tempo e portanto uma lei de conservagao.

Na formulagio Lagrangiana, em Teoria de Campos Cléssicos, o Teorema de Noether (%]
estabelece que a cada transformacao de simetria continua que deixa invariante em forma
a densidade de Lagrangiana ou Hamiltoniana (e daqui as equagbes de movimento) corres-
ponde uma grandeza conservada e uma constante de movimento. Este teorema permite
que regras de selegao observadas na natureza possam ser descritas diretamente em termos
de requerimentos de simetria na Lagrangiana, sendo util portanto, como um guia para a
introdugdo de termos de interagdo no desenvolvimento de novas teorias.

O nosso interesse é discutir estes conceitos no contexto da Teoria de Campos Quanticos.

Comegaremos apresentando brevemente a geralizacdo ao marco quantico do procedi-
mento formal da Teoria Classica que permite associar a uma familia de transformagéoes
infinitesimais um correspondente conjunto de correntes de Noether. Destaquemos que
uma tal geralizacdo conduz ao aparecimento de anomalias, as quais ndo serao discutidas

aqui.

2.1.1 O teorema de Noether

Na linguagem da Teoria de Campos o teorema de Noether pode ser enunciado como

segue

“A todo grupo de transformacoes continuas ( T ) do campo ¢ que
mudam a densidade de Lagrangiana do sistema ( £ ) no maximo por

uma divergéncia (9,5*), existe associada uma corrente conservada.”
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Provaremos o teorema, o qual simultaneamente proporciona uma expressao para a
corrente. Suponhamos que a densidade de Lagrangiana do sistema é descrita por uma

fungao dos campos e as suas primeiras derivadas
L = L(pa(z), Oupa(z)) (2.1)

(o indice ‘a’ refere-se a varidveis internas), e que existe uma transformacao T do campo

Pa(z)
Pa(z) = @4(2) = ga(2) + 6ipa(2) (2.2)
o qual faz que
L(z) 5 L'(z) = L(z) + 88, (2.3)
e portanto produz
8L(z) = L'(z) — L(z) = 85, (2.4)

Por outra parte, a variacdo da Lagrangiana devida a variacao dos campos é

oL oL
0L = — 0.6, .
£ asoa 69‘90- + aausoa aﬂ (IQ (2 5)

que por meio da equagdo de movimento de ¢, pode ser escrita

oL
SL = —(5 a .
£ = 0,55 00 (2:6)
Assim, se se define a corrente
oc
b = — Q&
= 30,0, e — S (2.7)

a partir das expressoes (2.4) e (2.6) temos que

B,5* =0 (2.8)

Portanto, a quantidade j* definida pela eq.(2.7) é a corrente conservada associada a

transformacgdo T do campo ¢,, e temos demonstrado o teorema.
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O fato de que j* é conservada implica que a quantidade

Qt) = / (7, 1) (2.9)

é independente do tempo, para todas as configura¢ées do campo que tendam a zero no

infinito de forma suficientemente forte.

Na Teoria Cldssica, um escalar £ garante invariancia de Lorentz da Teoria e propor-
ciona, via o Teorema de Noether, as constantes de movimento momento-energia (P,) e
momento angular (M,,). Na Teoria de Campos Quénticos, um escalar £ nao é sufi-
ciente para garantir invariancia relativistica, pois ademais deve verificar-se que os campos
obedecam certos requerimentos de operadores.

Estas condigGes estabelecem uma conexao entre os operadores unitarios que realizam
as transformacdes dos vetores de estado entre dois marcos de Lorentz e as regras de
comutagao impostas no procedimento de quantizagao da teoria.

Assim, se o operador unitario que gera os deslocamentos de coordenadas (z* — z* +

- €*), tém a forma
Ue) = e *P" (2.10)

encontra-se que o operador hermitico P* satisfaz a seguinte relacao de comutacao com os

campos
[P, @r(2)] = —1 9%pr(2) (2.11)

A correspondéncia com a mecanica classica canonica e a Teoria de Schrodinger sugere
a identificagao de P* com o quadrivetor momento-energia P*. Por outra parte, o teo-
rema de Noether proporciona uma forma explicita para P*. Logo, pode-se verificar, em
qualquer teoria, se a identificagdo de P* com P* segue das relagbes de comutagio im-
postas no procedimento de quantizagao. Assim, pode-se computar diretamente a partir
dos comutadores se a eq.(2.11) permanece sendo uma identidade de operadores e se as

componentes de P comutam com H
[H,P*]=0 (2.12)
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de forma que P permaneca sendo uma constante de movimento.

Se aseq.(2.11) e (2.12) sdo consistentes com as relacdes de comutagao, a teoria quantica
é invariante por deslocamento.

Numa forma similar, constrée-se o estabelecimento analogo para invariancia da Teoria
de Campos Quanticos com relacao a transformacgoes de Lorentz puras.

Para as teorias que aqui se consideram, o P* e o M*" encontrados pelo procedimento

de Noether sao encontrados satisfatérios.

Além das simetrias geométricas induzidas por transformacoes no espago-tempo, uma
teoria de campos pode ter outras simetrias, associadas com transformacoes intrinsecas
do campo as quais sdo chamadas simetrias internas. No que segue limitar-nos-emos a

discussdo de simetrias continuas internas e a realizacdo destas dentro de Lagrangianas.

2.1.2 Simetrias de Calibre

De modo muito geral, uma transformacao interna continua linear (TICL) dos campos

pode ser escrita como

m

o (€ Yactpt (2.13)

T
— Y, =

onde os indices a,b,... referem-se a variaveis internas, o é um parametro cuja magnitude
pode ser constante (TICL Global) ou depender do espago-tempo (TICL Local), e as

matrizes K sao as geradoras do grupo de transformacoes e satisfazem
[K,, K] =:CoK. (2.14)

sendo (¢, a constante de estrutura do grupo. No caso em que K, = I, onde I é a
matriz identidade, a transformacdo é chamada abeliana, no caso contrario (K, # I)
fala-se de transformacao nao abeliana. A palavra abeliana faz referéncia a que duas
transformacdes quaisquer comutam.

As TICL Globais, também chamadas transformagoes de calibre de primeira
espécie, estdo quase sempre presentes numa teoria fisica. Neste contexto, a palavra

[43

global significa

acontece em todo lugar e ao mesmo tempo”. Assim, a existéncia de

uma simetria global, nos diz que certas leis da fisica permanecem invariantes quando se
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aplica a mesma transformacdo em todos os pontos do espago-tempo. Isto estd refletido
matematicamente no fato de que os parametros de transformacao sao constantes.

O conceito de simetria adquire um significado mais profundo ao incorporar a nogao de
localidade. Para que se obsérve uma simetria local, a lei fisica deve manter sua validade
ainda quando tenha lugar uma transformacgio diferente em cada ponto do espago e do
tempo. A existéncia de uma simetria local estabelece uma condigado muito mais exigente
na construcido de uma teoria. Um tal objetivo pode ser alcangado no contexto da teoria
de campos quanticos, no qual podem ser construidas teorias nas quais a densidade de
Lagrangiana seja invariante sob transformagoes de simetria cujos parametros de trans-
formacao dependam do espago-tempo, a = a(z). As TICL Locais, também sdo chamadas
transformagoes de calibre de segunda espécie.

Com o objetivo de mostrar como pode ser construida uma Teoria de Calibre, primeiro
limitaremos-nos ao caso abeliano, e logo abordaremos o caso geral afim de compreender

o total conteiddo da expresssao (2.13)

Simetrias de Calibre Abelianas

Uma teoria exibe uma simetria de calibre de primeira espécie, abeliana, se a mesma ¢
invariante por uma transformacao global dos campos, da forma

() SN ¢'(z) = ep(z) a = constante (2.15)

A teoria vai exibir também uma simetria de calibre de segunda espécie, abeliana, se é

invariante por uma transformacao local dos campos, da forma

ia(z)

p(z) — ¢'(z) = () (2.16)

Uma teoria com simetria de calibre global ndo é em geral invariante por (2.16), pois

au(eia‘fo) # €0, (2.17)

Para obter-se uma teoria invariante por (2.16) precisa-se substituir derivadas or-

dinérias, d,, por derivadas covariantes, D,

duo — Do (2.18)
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as quais devem ter a propriedade de se transformar da seguinte maneira
(Dup) = e*Dyg (2.19)

Com esta finalidade, introduz-se entdo um campo “calibrante”, A,, transformando-se

como
T ’ aua
A, — A=A+ (2.20)
onde q é um parametro (a carga do campo A,).
Usando A, define-se a derivada covariante
Dy = (0, —1qAu)p (2.21)

a qual, como é facilmente verificavel, satisfaz (2.19).

Para construir uma teoria com simetria de calibre local, também chamada simetria de
calibre de segunda espécie, devem-se substituir na Lagrangiana as derivadas ordinarias
por derivadas covariantes e adicionar a contribuicdo da parte livre do campo A,, a qual
deve também ser invariante de calibre.

Pode mostrar-se que numa teoria de calibre (abeliana), a parte livre da Lagrangiana,

associada com o campo A,, Lo , depende somente do tensor F,,,, definido por

F,, = 8,A"* — §,A* (2.22)

A corrente de Noether associada com a invariancia de calibre de segunda espécie de-
pende explicitamente do parametro de calibre, o, e esta dependéncia, contrariamente ao
caso das outras simetrias, ndo pode ser eliminada por uma renormalizacao multiplica-
tiva. Assim essa corrente nao define um observavel genuino que necessariamente deve ser
independente do calibre. Vemos assim que a simetria de calibre de segunda espécie desem-
penha um papel bem diferente que a das outras simetrias. Ela nao fornece, por exemplo
uma base para a classificagdo dos possiveis estados do campo, se nao, pelo contrario, ela
fornece um conjunto de restrigées (vinculos) que devem ser satisfeitas na evolugido do

sistema.

Resumindo, para que uma teoria resulte invariante com respeito a uma transformagao

de simetria local é necessaria a introducao de novos campos. Essas teorias sdo chamadas
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Teorias de Calibre. As transformagoes de simetria sdo entdo chamadas Simetrias de
Calibre e os campos novos que surgem, Campos de Calibre. O exemplo padrdo para
uma Teoria de Calibre é a Eletrodindmica Quantica (QED). Na QED, a transformacao
de calibre é uma transformacao local da fase do campo do elétron e o campo de calibre é

o campo do féton.

Simetrias de Calibre Nao Abelianas

Como ja destacamos, as transformagdes especificadas pelas eqs.(2.15) e (2.16) sao
chamadas abelianas porque duas transformagoes quaisquer comutam. No caso geral pode-
mos ter transformagoes nao abelianas.

Partindo de uma Lagrangiana invariante por uma transformacao dos campos dada por
(2.13), obteremos as correntes de Noether associadas a transformacéo e mostraremos que
sao as cargas as que implementam a transformacado dos campos, com K, sendo uma

representagao matricial da carga @, e satisfazendo a eq.(2.14)

Suponhamos que a Lagrangiana L(z) dada por eq. (2.1), é invariante pela trans-

formagao (2.13). Uma transformacao infinitesimal dos campos pode escrever-se como

a(z) > pa(z) + 8a(z) (2.23)
com
60a() = iK gpety () o) (2.24)
onde foi definida
(Kb)ac = Kabe (2.25)

ou seja, a operacao T transforma o campo , numa combinagdo linear de campos da
mesma espécie, cuja forma é determinada pela constante Ky, € @ é um parametro in-

finitesimal que pode depender do ponto espago~tempo x.

As mudancgas nos campos induzem variagdoes em L, as quais mediante o uso das

equagbes de movimento de Euler-Lagrange reduzem-se a

oL
5£ = au (m&@a) (226)
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Substituindo na eq.(2.26) a expressdao genérica para a variagdo dos campos (eq.(2.24)),

pode-se escrever

0L = —(Ouaw)iy — aw(9ujy) (2.27)
onde foi definida a corrente
) . oL
iy = - Uﬁabcé(—aLP—)% (2.28)
1¥Pa

A partir da eq.(2.27) pode-se também escrever a corrente j* e a sua divergéncia como

§(6L)

TN 2.29
Jb 5(8uab) ( )
. 6(6L
o0t = - 52 (2.30)

Esta ultima expressio nos diz que se £ for invariante por uma transformacao associada
a um parametro a constante, entao a divergéncia de j* se anula e assim a eq.(2.28) define

a corrente de Noether associada a transformagao T.

Neste caso (o« = const.), as cargas sao dadas por (veja eq.(2.9))
@o(z,) = /d3x Ji(z) (2.31)
que por meio da expressdo (2.28) podem ser escritas como

Qs(z0) = —1 /d3x My (z) Kape pe(z) (2.32)

onde II, é o momento canonicamente conjugado a (,.

A partir da eq.(2.32) e das relagoes de comutagdo dos campos, pode-se mostrar que
[ Qo(0) 5 Paly) lyomso = —Kabetpe(y) (2.33)

Logo, as transformagdes dos campos (eq.(2.24)) podem ser expressas como

pal(@) Do pale) — ion(2)] Qs(t) » Pal() Joms @34
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e assim, as cargas implementam as transformacoes dos campos.
Esta propriedade de transformacao dos campos pode ser pensada como sendo o

primeiro termo de uma transformacao unitaria mais geral
T
valz) s Ula) palz) Ula)' (2.35)
Cco1m

U(a) = et &9 (2.36)

onde as cargas Q sao os geradores da transformagao.

Assim, as quantidades (Q,(¢) satisfazem as regras de comutacao ditadas pela algebra

de Lie do grupo de transformagodes com constante de estrutura C¢,

[ Qa(z0) 5 Qb(Yo) Joomye = 1C5Qc(20) (2.37)
As caracteristicas do grupo sdo determinadas pelas matrizes K,, pois partindo das
equagoes (2.32) e (2.37) e da definicao para K, ( eq.(2.25) ), é simples mostrar que

(K., Ki] = iCq K (2.38)

e assim, K, é uma representagao matricial da carga Q.

Logo, a expressdo (2.32) pode-se escrever em forma matricial como

Qulzo) = —i / FrliKag (2.39)

onde II é um vetor fila (1 xn), ¢ é um vetor coluna (n x 1), e K, é uma matriz
(n X n). »

Observe-se que enquanto os operadores II e ¢ se encarregam de fazer com que @, seja
um operador quantico, a matriz K, determina as caracteristicas do grupo ao qual @,

pertence.

No caso de transformacodes de calibre de segunda espécie nao abelianas deve-

se, em analogia com (2.19) e (2.20), substituir derivadas ordinarias por derivadas cova-
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riantes. Se G% tém n componentes, entdao o campo calibrante deve ser uma matriz n

por n
G, =G,K*®
Assim é natural definir a derivada covariante através da substituicao
8, = D, =8, —igG,
com G, tal que
D'’ = €K Dyp = UD
Assim deve-se ter

G =UGU™ + —15-7—(8U)U”1

?
Em particular, para transformacoes infinitesimais

U = I+id kK
1
G = GZ—O,f‘cabGZ+§8uaa

Usando a expressao (2.45) pode-se facilmente verificar que G, definido por
Guu = 8uGu - a/Gu - g[Guv Gu]
transforma-se covariantemente por transformacées de calibre locais

G, = UG, U™

A Lagrangiana mais simples, invariante por transformacdes de calibre locais é

1
L"Y—M = —ZTT [G#VGuu]

(2.40)

(2.41)

(2.42)

(2.43)

(2.46)

(2.47)

(2.48)

que é a Lagrangiana de Yang-Mills, bastante importante na descri¢do das interagoes entre

particulas elementares.

Apesar de ter levado os conceitos cléssicos a teoria quantica e em particular, ter

construidas as expressbes que permitem obter as correntes conservadas, podem surgir
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dificuldades na obtengao destas, devido a que em geral sdo polinomiais locais nos campos.
Em algumas ocasides pode ser 1itil fazer uma regularizagao preliminar, mas isto conduz a
que a validade das leis de conservacao deixam de aparecer como triviais. Na pratica, em
muitas oportunidades, tenta verificar-se se é consistente supor que as leis de conservagéao
se verificam ordem por ordem em Teoria de Perturbagbes depois de uma apropriada
renormaliza¢do. Este programa é realizado mostrando a equivaléncia com um conjunto
de identidades, similares as Identidades de Ward da QED, a serem verificadas pelas fungoes

de Green, e estas podem ser testadas perturbativamente.

2.2 Realizagao de Simetrias Unitarias

Um outro aspecto que deve-se destacar é a implementacao de simetrias unitarias e os
seus efeitos no espectro. Duas situacoes podem apresentar-se
O caso mais familiar corresponde a uma representagao unitaria ¢ — U(g) do grupo de

simetrias no espaco de estados de Hilbert. As suas acoes sobre os observaveis é dada por
O — U(g) O Ul(y) (2.49)

Isto envolve a discussdo de fatores de fase conduzindo a representages do grupo de
“covering” simplesmente conectado (Teorema de Wigner [1°). Os estados sio classificados
em multipletos correspondentes a representacdes irredutiveis. Em particular, o vacuo
corresponde a representacao identidade.

O outro caso pode acontecer quando a simetria é refletida somente aos niveis dinamicos,
o vacuo nao é invariante. Chama-se a isto realizacao Goldstone. Nesta situagao os ope-
radores unitarios, U(g), nao existem, e a simetria aparece espontaneamente quebrada. Os
estados ja nao sao classificados em multipletos e com relagdo a certas condigdes aparecem
particulas sem massa. O ferromagnetismo e as ondas de spin sao exemplos desta situagao.

Em fisica hadronica, o comportamento dinamico de pions aproxima-se deste esquema.

2.2.1 O Estado Fundamental

O estado fundamental, também chamado vacuo, é definido como o estado de minima

energia. Onde o vacuo ndo é unico pode-se definir uma base ortonormal neste subespaco

30



de energias mais baixas, diagonalizando todos os observaveis hermitianos comutantes.

O estado fundamental real é a tinica combinagao a qual minimiza a energia.

Um campo quantico descreve particulas que aparecem do vacuo ou somem nele. Assim,
por defini¢do, o valor esperado de qualquer campo quantico no vacuo deve ser nulo, ja que
nele nao existem particulas para serem criadas ou destruidas, ou seja nao ha flutuacoes dos
campos. Neste sentido, o vicuo é o que sobra quando sdo desligadas todas as flutuagoes
dos campos quanticos. Em outras palavras, se escrevemos um campo ¢ qualquer como a

soma de uma componente quantica ¢, € uma componente classica ¢

temos que o valor esperado no vacuo da componente quantica é nulo

<¢q) =0 (2-51)

entretanto, a forma da parte classica dos campos esta determinada pela condi¢do de que

o vacuo corresponde ao estado de menor energia do sistema.

Na maioria dos casos, o estado fundamental pode ser obtido numa forma invariante
translacionalmente requerendo desta minimizar o chamado potencial efetivo Vs , o qual
tém o papel de densidade de energia potencial num estado com um dado valor principal do
campo. Por exemplo, a densidade de Lagrangiana de um sistema de mésons ¢, apresenta

a forma geral
1
L= > " [0,6a0"da] — V(da) (2.52)

onde a funcao V(¢,) ndo contém derivadas dos campos.

Logo, a densidade de Hamiltoniana do sistema tém a forma

M=o S [+ (6] +V(4) (2.53)

a
O termo entre colchetes, contendo as derivadas, envolve apenas quadrados e é em geral
positivo se os campos tiverem dependéncia espago—temporal, por isso, na configuragao

de menor energia, os campos tendem a ser constantes no espago e no tempo. Logo, o
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estado de menor energia é obtido minimizando-se somente a fungido V(¢,) a qual esta

desempenhando o papel de energia potencial.

Uma outra propriedade importante que segue da causalidade é a seguinte. Supo-
nhamos que foi construido um operador de corrente, j#, que satisfaz 0,7* = 0 (a corrente

é conservada). Definindo
Qu(t) = / Fjol(, 1) (2.54)
v

onde V é uma regiao limitada do espago’, o comutador de Qv (¢) com um observavel local

A ¢é independente do tempo para V suficientemente grande

. d
Jim Z1Qu(t), 4] = 0 (2.55)

A demonstracao é imediata, pois por conservacao da corrente temos

0 =/ dz[0,5*(Z,1), A] = d—/ dz[;°(F,1), A +/d§- [7(,1), A] (2.56)

v dt Jy s
Quando V se torna suficientemente grande, a integral de superficie se anula desde que o
comutador envolve operadores locais separados por intervalos tipo-espaco muito grandes.
A validade da afirmacio estende-se a situagdes mais gerais. Em geral A pode ser um
operador multi-local. A demonstracdo pode ser estendida a sistemas nao relativisticos

desde que estes apresentem somente forgas de curto alcance.

2.2.2 O Comportamento do Estado Fundamental

As propriedades de simetria de um sistema podem ser caracterizadas pelo comporta-

mento de seu estado fundamental. Como veremos

- Se o vacuo é aniquilado por um conjunto de cargas, as correspondentes
correntes sao conservadas e o grupo de simetrias unitariamente implementado,

(Teorema de Coleman [101),

- Se as correntes sao conservadas e o vdcuo nao € invariante, a simetria é

espontaneamente quebrada.

1Este operador tém uma maior possibilidade de estar bem definido que o seu limite Q(t), a integral
sobre todo o espago.
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Em principio poderiamos pensar que as afirmagdes acima sdo uma trivialidade absoluta
« s - : A d ‘dade de situacs
o vécuo é invariante ou nao o é 7, mas elas cobrem uma grande quantidade de situagoes

de conteudo fisico muito diferente.
2.2.3 O Teorema de Coleman

Se o vacuo é invariante entdao as correntes associadas sao conservadas.
Para a demonstragao deste teorema, parte-se de supor que existe um operador () o qual
esta bem definido (pelo menos num subconjunto denso do espaco de estados de Hilbert

incluindo o estado fundamental) e aniquila o vacuo

Q) = [ Paio(,)10) =0 (2.57)

Se a teoria admite um “gap” de energia, qualquer estado com momento zero sera tal
b

que
/dsz(n,ﬁn = 0[jo(Z,£)[0) = 0 (2.58)

Devido a invariancia translacional, o integrando da expressdo acima é independente

de Z, e portanto temos que ? (n, P, = 0|jo(Z,t)|0) = 0. Consequentemente
(n, B, = 0|80j°(&,1)|0) = 0 (2.59)

Por outra parte, partindo da relagio 6 . f(i',t) = 2[13, ](:E:',t)] . e asumindo que os
elementos de matriz de J(f, t) tém significado, os elementos de matriz da divergéncia de

J(Z,t) entre estados de momento zero devem anular-se. Assim, este resultado junto ao

estabelecido pela eq.(2.59) permite escrever
(n, P, = 0]8,5*(,1)[0) = 0 (2.60)

Finalmente, por ser d,j#(Z,t) um escalar de Lorentz, a expressio (2.60) geraliza-se

a elementos de matriz arbitrarios entre o vdcuo e qualquer outro estado. Daqui 0,5*

2Rigurosamente, um tal estado ndo é normalizavel. Os refinamentos necessarios podem ser realizados,
sem invalidar a demonstracio.
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ao vacuo. Pode-se mostrar que isto é somente possivel para um operador local se este se

anula. Concluimos que
Ot = (2.61)
A simetria é exata e unitariamente implementada por operadores da forma

U=e 164 (2.62)

2.2.4 Quebra Espontianea de Simetria

A quebra espontanea de simetria ocorre quando o estado fundamental nao € invariante
com relagdo ao grupo de transformacoes (este ultimo atua num espago de Hilbert néo-
separavel maior), ou seja, quando a densidade de Lagrangiana (ou Hamiltoniana) possui
uma simetria que nao é realizada no vacuo da teoria.

O mecanismo de quebra espontanea esta caracterizado pela ndo introdugao de nenhum
novo parametro e tém ademais a vantagem de preservar propriedades de renormalizagao.

Afim de exemplificar a defini¢do acima, suponhamos que a densidade de Lagrangiana
de uma teoria seja invariante por um grupo de simetria G, e que existem varios esta-
dos degenerados com energia minima, os quais sob a G transformam-se uns nos outros.
Quando se escolhe um desses estados como o fundamental da teoria, entdo este nao é mais
invariante sob G. Dizemos entao que a simetria foi espontaneamente quebrada.

As consequéncias da quebra espontanea de uma simetria dependem do tipo de simetria
que foi quebrada. No caso de uma simetria continua global, a quebra espontanea provoca
o aparecimento de particulas sem massa, os chamados bésons de Goldstone (Teorema de
Goldstone %), A situacio muda quando campos com simetria espontineamente quebrada
(campos de Higgs) se acoplam a campos de calibre. P.W.Higgs [l mostrou que neste caso
os campos de calibre (normalmente sem massa) podem tornar-se massivos. Esse efeito é

conhecido como Mecanismo de Higgs.

Teorema de Goldstone

Goldstone analiza o que é o que acontece quando se produz uma quebra espontanea de

uma simetria continua global. Encontra que a mais not4vel consequéncia é o aparecimento
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de particulas sem massa. Estes estados sao gerados por operadores os quais rodam o vacuo

numa quantidade infinitesimal a um vacuo degenerado; desde que existem fundamentos

fisicos que garantem que uma tal transformacao pode ser feita sem custo de energia.
Para mostrar como isto ocorre, suponhamos a existéncia de uma corrente conservada

e consideremos qualquer operador A tal que

fa(t) = Jim (0][Qu(®), AJI) # 0 (2:63)

A existéncia de um tal observavel, expressa a nao-invariancia do vacuo. Insertando
na relacdo acima um conjunto completo de estados intermediarios de definido quadri-

momento achamos que

ba(t) = lim )~ / &Bz[(0]50(0) [n) (] A|0)e == — (0] A|n)(n|jo(0)|0)e "]

V—oo

= Y @n)28(B)[(01o(0)|n) (n] AJ0)e B — (0] Aln)(n|jo(0)[0)eE]

n

£ 0 (2.64)

Temos mostrado (eq.(2.55)) que a conservacio da corrente implica

d

portanto

Y (2m)°8°(Pa) Eal(01jo(0) m) (] A0)e™F"= — (0] Aln) (rjo(0)[0)e™ ] = 0 (2.65)

n

Deduz-se das expressdes (2.64) e (2.65) que um estado |n) deve existir tal que
(0| A|n)(n|50(0)]0) # 0 para o qual anula-se 63(P,)E,. Isto é um estado sem massa com
os mesmos numeros quanticos que jo( e A ), pois este é gerado por este operador a partir

do vacuo.
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Estes estados sem massa sdo chamados bésons de Goldstone e estao associados
a quebra de simetria. Eles sdo certamente bésons se jo é um operador tipo-bdson. No
caso em que j, carregasse spin semi-inteiro (como no caso das teorias supersimétricas), as
particulas sem massa associadas seriam férmions. Ou seja, o spin destes estados guardam
uma estreita relagao com as propriedades de transformacdo de Lorentz de j,(z).

Um ponto sutil é que os estados sem massa nao necessariamente devem ser observaveis.
Esta observacio aplica-se a teorias com um setor nao-fisico de estados nao-observaveis, e
pode ser relevante quando se quer evitar as conclusdes do teorema.

Exemplificaremos a quebra espontanea de uma simetria global num modelo simples.

Partimos de uma densidade de Lagrangiana dada por

L = (0*0(2)) (Bup(2)) = & lo(@)P = 2 o))" (2.66)

onde ¢(z) é um campo escalar complexo, A e u? sido pardmetros. Para asegurar a estabi-
lidade da teoria supde-se que os valores grandes de ¢ estam amortecidos, o qual significa
A> 0.

O sinal de u? estabelece duas situagdes bem diferentes. Para ver isto, observemos que

a Lagrangiana dada por eq.(2.66) € invariante com relagdo a transformagcao global

o(z) — e p(z) a = constante
O potencial efetivo
w 2 A 4
Ver() = 5 le(2)l" + 7 le(z)] (2.67)
apresenta minimos para
[ 12+ Ml ] || =0 (2.68)

Se p? > 0, entdo este é um parametro de massa nua é o potencial efetivo possui
apenas um unico estado fundamental p(z) = 0 para o qual V.5 = 0.
A quebra de simetria ocorre se y? < 0. Ao nivel classico o estado fundamental nao esta

descrito por um valor do campo médio zero devido ao fato de que o potencial apresenta
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um minimo para um conjunto de valores diferentes de zero dos campos (Fig. .2.1). Ou

seja, todos os campos

) 2
olz)=ve o, v:,/—"T , 0<a<2n (2.69)

descrevem configuragoes da mesma energia minima
4

©
Ver == 1z : (2.70)

A fase a do campo é qualquer e varia sob transformagoes de fase. Ao escolhermos
um estado fundamental ( um valor de « ) a simetria do vécuo é espontaneamente
quebrada.

No caso de quebra espontanea de simetria, pode-se tratar perturbativamente a auto-
interacdo do campo ¢(z) e observar o que acontece ao perturbar o estado fundamental.

Com o ansatz

1 —tlat+é(z) /(v
o(z) = (v+ \_/_ﬁ 7)(95)) e—ilaté(@)/ (v V2)] (2.71)

onde n(z) e £(z) sao campos reais, a densidade de Lagrangiana pode ser escrita

, 1 Av A
(0*n) (@) + 5 w'n* ~ i et (272)

L= 5 (0°)(0.6)+

| —

onde os pontos indicam termos de acoplamento entre £ e 7.

A partir desta dltima expressao para a Lagrangiana pode ser rapidamente interpretado
o significado dos novos carhpos. n(z) é um campo escalar com massa m = 4/ — pu? e
descreve oscilagdes radiais entorno do estado fundamental. £(z) é um campo escalar sem
massa, ou seja o campo de Goldstone. A auséncia de massa provem do fato de que a
frequéncia de oscilagio na diregao radial é nula, nao héa entao resisténcia nesse movimento

devido a degenerescéncia do estado fundamental.
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2
Fig.2.1: O potencial Vep(v) = 4 |w[>+ % lol* : (a) #2 >0, (b) u? < 0.

2.3 A Simetria Quiral

No inicio dos anos 60, Gell-Mann propde que as interacoes fortes nao estariam longe do
limite onde as correntes axiais fossem tao fundamentais quanto as vetoriais. A evolugao
destas idéias conduz ao surgimento do conceito de simetria quiral, o qual esta associado
a hipétese de uma corrente vetorial conservada (CVC) e uma corrente axial parcialmente
conservada (PCAC).

A simetria quiral é uma das simetrias fundamentais mais importantes, devido ao papel
que a sua quebra espontanea desempenha na fisica hadronica de baixas energias. Algu-
mas das suas implicaces foram ja referidas na introducdo e muitas mais poderiam ser
apontadas 1921%]  Daj a importancia da construgio de modelos que respeitem esta in-
variancia ou que apenas a violem ligeiramente. A QCD é uma teoria que goza desta

propriedade quando a massa corrente dos quarks é nula.
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2.3.1 A Informacao Fornecida pelos Processos Fracos

As interacoes fracas tém conduzido a considerar em detalhe a estrutura e propriedades
de correntes hadrénicas. Fenomenologicamente, estas interagoes sao bem descritas por

uma Lagrangiana de interacao corrente-corrente da forma

__E B ‘rx
L== — J@) Ji) (2.73)

onde G é a constante de Fermi, medida no decaimento do mion (y* — et + v, + 7.),

com um valor de (tendo em conta corregdes radiativas)

G = (1.026 £ 0.001) - 107° m;”

‘u , lépton

A corrente total J#(z) é a soma de contribui¢des leptonicas (j ) e hadrénicas

(ju - hddron),
JH(z) = j*- tepton () | ju « hddron( ) (2.74)
A parte leptonica da corrente é o operador hermitiano
ga e = (1 = )t (2.75)

onde ]l = 1,2,3,... denota a espécie de lépton, e onde para cada espécie, 1 é um espinor de

duas componentes.

A corrente hadronica é uma superposicao de correntes conservando estranheza

‘i, hadron (AS:O))

(] ‘i, hadron (AS:l))

e correntes mudando estranheza (7
]'u. , hddron — ju , hddron (AS=0) COS 9C +]u , hddron (AS=1) sin 9c (276)
onde 6. é o angulo de Cabibbo (4. ~ 0.25).
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Uma tal decomposicao implica que podemos relacionar a escala das varias componentes
associadas a transicao com diferentes nimeros quanticos. Uma tal escala é fornecida pela
algebra ndo linear de comutadores de correntes.

Cada uma destas correntes é ademais uma superposicdo de uma parte vetorial e uma
parte axial da forma V,, — A, como é o caso da corrente leptonica. No marco de Simetrias

Unitérias, elas pertencem a um octeto de correntes denotadas V* e A* (a=l,...,8) com

-y, hddron (AS= _ . - 42
j* (88=0) = (V! —iV?) — (AL —i A2)
(2.77)

jro pddron (AS=1) . (y4_jy5) (A% i A9)

A interagdo fraca, suplementada por estas hipoteses, conduz a remarcaveis pro-
priedades de Universalidade. Por exemplo, o elemento de matriz medido no decaimento

$ do neutron pode ser escrito como
G (p]|g* e @520 n) = 4, 4, (Gv — Gams) ta (2.78)

Os fatores de forma do lado direito, Gy e G4 , sao calculados em momento transferido
zero devido a que a diferenca de massa neutron-préton é muito pequena. Dentro de 1 % ,
o valor encontrado experimentalmente para Gy coincide com a correspondente quantidade
medida no decaimento do muon, G. Medidas mais precisas, realizadas em transigoes 3
entre estados nucleares, cuidadosamente corrigidas por varios efeitos, acusam diferengas
da mesma ordem.

O fato de que Gv(0) nao é renormalizada pelas interagoes fortes encontra uma inter-
pretagio natural se se assume com o Gell-Mann e o Feynman %l que a corrente vetorial
V., ¢ conservada e de fato gera a Simetria Unitaria hadrénica. Ou seja, desprezando
quebra de SU(3), as V (a = 1, 2, 3) sdo as componentes da corrente de isospin e as
V,fA=l) sao aproximadamente conservadas. Logo, a corrente eletromagnética hadronica é
dada por (omitindo a fator e )

i =Vi4 \/% %% (2.79)

Esta hipotese é uma geralizagao do caso eletromagnético, onde a conservacio da co-

rrente implica uma renormalizagio da carga elétrica universal.
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O fator de forma (G4, medido no decaimento 3, nao € igual ao vetorial

Ga

— =~ 1.22 2.80
- (2.80)

o qual é compativel com o fato de que tal corrente nao é conservada, mesmo no limite de

uma simetria exata SU(3).

2.3.2 A Simetria Quiral

A partir do modelo com quarks podem ser deduzidas expressoes explicitas para as

cargas vetorial e axial, as quais conduzem as seguintes regras de comutagdo
[T*, Tb] = 1 fae T°
[T°, Q%] = 7 fa Q% (2.81)
[QGA’QZ] = 7:fabcTc

onde as fy S80 as constantes de estrutura de SU(3).
Estas relagdes de comutagio sdo aquelas da Algebra de Lie do grupo SU(3) ® SU (3),
gerado pelas cargas 7* e Q%, o qual pode ser verificado construindo as combinagdes “Left”

e “Right”

QL = % (T — Qa)
(2.82)
Qr = % (T + Qa)
as quais satisfazem
[Q7, Q%] = ifucQf SU(3) Left
[QZ’Q%] = 0 desacoplamento (2.83)
[Q%, Q%] = ifuQ% SU(3) Right

As relagbes de comutacdo dadas pela eq.(2.81) apresentam analogia com o caso

leptonico. Elas sdo nédo lineares e portanto determinam a escala das correntes fortes
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e d3o sentido a nocio de Universalidade. Gell-Mann [#71°4 postulou que elas permanecem

~ validas independentemente da suposicio que se faca a respeito da subestrutura hadronica.

A pequena diferenca entre os fatores de forma Gy e G4 sugeriu estudar o limite no
qual a corrente axial é conservada, pelo menos no caso em que existe conservagao da
estranheza. Assim, neste caso as regras de comutacao das cargas vetorial e axial geram
uma Algebra de Lie SU(2) ® SU(2). Supondo que a corrente axial é (aproximadamente)
conservada, a simetria resultante é chamada simetria quiral.

A maior aproximacao ao mundo real obtem-se quando esta simetria é implementada
no modo Goldstone com os pions considerados como particulas sem massa. Esta hipotese
permite deduzir novas consequéncias a partir da Algebra, de Correntes na forma de Regras
de Soma e Teoremas de Baixa Energia.

A generalizagdo a SU(3) ® SU(3) incluindo troca de estranheza aparece mais ques-

tionavel.

2.3.3 A Quebra Espontanea da Simetria Quiral
e A Relacao de Goldberger—Treimann

A relagdo de Goldberger-Treimann ! (relacio G-T) foi obtida originalmente em 1958.
A deducdo desta apresentava muitos pontos obscuros mas estava numa boa concordancia
com os resultados experimentais. Posteriormente percebeu-se que ela decorre de forma
natural da hipdtese de uma corrente axial parcialmente conservada. Para obter a relagao

G-T vamos a explorar as consequéncias de estabelecer 9*A, =0 .

A invariancia de Lorentz permite escrever o elemento de matriz da corrente axial entre

o estado de um pion e o vicuo como
(0] AL(z) [ 7/(p) ) = ipubisfr e (2.84)

onde fr é a constante de decaimento do pion carregado.

Esta amplitude permite obter uma expressao para a taxa de decaimento do processo

T — Iu— +17u [105]
2 2 232
u(mﬂ —m )

£ cos? @, (2.85)

2p2 ™
L Pl G 4 ™ m3
s
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O ajuste com os dados experimentais conduz a um valor f, >~ 93 Mev.
A partir da expressdao (2.85), para o elemento de matriz da divergéncia da corrente

axial temos ( com p? = m2)

(0] 8 Al(z) | m(p)) = m §9fr e7P7 (2.86)
Logo, a corrente sera conservada se

fam: =0 (2.87)

kig

e portanto deve-se escolher entre as duas possibilidades
fr =0 ou mfr =0 (2.88)

Obviamente, ambas suposigoes estao em contradicdo com os dados experimentais.

Se o grupo de simetrias é implementado com um vacuo invariante obtem-se uma
descri¢do nao realistica do mundo, com multipletos degenerados em paridade. Por outra
parte, uma realizacdo Goldstone evita esta degenerescéncia e conduz a um mundo mais
real devido a que esta em concordancia com o fato de que, numa escala hadrénica, a massa
do pion é pequena sugerindo uma simetria aproximada e portanto, pode-se imaginar um
mundo com pions sem massa como uma aproximacgao tentativa.

Vamos a explorar as consequéncias de estabelecer
O*A,(z) = 0 e m2 = 0 (2.89)

O elemento de matriz da corrente axial entre estados do nucleon, compativel com

covariancia de Lorentz, simetria de carga de A, e reversao temporal de H, tém a forma

1

7 s (1 1 ? s
( New(p) | AL(2) | Nox(p) ) = u* (p) mo {5 [7494(4°) + ugp(¢*)] 7 75} u’(p) m:
(2.90)
onde g, e g, sdo fatores de forma e q é o momento transferido (g =p'—p ).
A partir da expressao (2.91) pode-se obter o elemento de matriz da divergéncia da co-

rrente axial entre estados do nucleon. Logo, a suposi¢do de que esta corrente é conservada

conduz a condigao
2m ga(q") +¢*g5(q") = 0 (2.91)
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Uma comparacio da expressao (2.91) com os elementos de matriz medidos no decai-
mento S do neutron (eq.(2.78)), conduz a

4a(0) = g—i ~ 122 (2.92)

Este resultado é compativel com a expressio (2.92) para ¢> — 0 , se o fator de forma

95(q?) tém um pélo em g2 = 0 . Por certo, g,(¢*?) apresenta tal pélo correspondendo a

troca de um pion de massa nula (Fig. 2.2). A correspondente contribuicdo ao elemento

de matriz de A, entre estados de nucleon, é

1 ey z s
— frq, o u® (p) nugannT Y5 u(P) Mt (2.93)
conduzindo a
-2 f7rg7rNN
gp(q2) = —q2_ 4+ ... (2.94)

onde grnvn € a constante de acoplamento efetiva pion-nucleon ( g.ynv = 13.55 ), e os
pontos indicam outras possiveis contribui¢des regulares em ¢* = 0.
Da expressdao (2.92) com g¢,(q?) dado pela expressdo (2.95), obtemos, a momento

transferido zero, a Relagao de Goldberger—Treimann (Relacio G-T)

ga(o) = ngN% (295)

a qual esta em concordancia com os valores experimentais com um erro menor que 10
%. Este é um resultado de consideravel importincia, devido ao fato de que relaciona
quantidades caracteristicas de processos fracos (fr, G4/Gv) com uma quantidade propria

de processos fortes (g.nn)-

+ Fig. 2.2: Contribuigao do pion ao elemento
!
I

N de matriz de A, entre estados de nucleons.
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2.3.4 A Quebra Explicita da Simetria Quiral e PCAC

Afim de descrever um mundo mais realistico, com pions massivos, e reter a Relagao
G-T , é necessario ter algum controle na extrapolagio desde o valor ¢ = 0 a ¢ = mZ.
Isto é alcancado fazendo duas hipé6teses

* uma lei de conservagao parcial da corrente axial da forma
; _ 2 i
oA (z) = my, fr m'(z) (2.96)
onde 7*(z) é um suave campo pion interpolante, e
* dominancia do pélo do pion

A primeira destas hipéteses permite, por exemplo, utilizar a eq.(2.87) para gerar os
estados de pions assintéticos com m?2 f, # 0. A segunda hipdtese estd associada ao
significado fisico da Relagdo G-T que corresponde a ideia que as interacoes envolvendo
correntes axiais sao sempre mediadas por pions. Uma tal dominancia consegue-se fazendo
uma suave extrapolagiao dos fatores de forma mais 14 da camada de massas, de forma
que os elementos de matriz de 9,A* sejam dominados pelo pélo do pion para pequenos
valores do momento transferido | ¢2 | < m?

A

2 2
qc —mz

(a]d*AL |B) = (2.97)

onde A é um residuo a ser determinado.

Estas duas hipdteses constituem o que na pratica compreende-se por PCAC.

2.3.5 Lagrangianas Efetivas Quirais

Os primeiros modelos envolvendo a idéia de Simetria Quiral foram formulados em
termos de Lagrangianas, nos finais dos anos 50.

No contexto Lagrangiano, um modelo incorpora a simetria quiral se por meio de
variagoes adequadas dos campos, a Lagrangiana gera CVC, PCAC, e as cargas reproduzem
as relagdes de comutagio caracteristicas do grupo SU(2) ® SU(2).

No inicio dos anos 60, a idéia de se usarem Lagrangianas em problemas de interagées

fortes tinha caido em desgraca, pois elas estavam intimamente vinculadas a linguagem
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perturbativa, que nao funcionava. Uma das técnicas importantes desenvolvidas é a de-
signada genericamente por Algebra de Correntes, cujos ingredientes principals sao: as
férmulas de reducao de LSZ; as relagoes de comutacao entre as correntes vetorial e axial
determinadas pela algebra do grupo SU(2) ® SU(2), e PCAC.

Em torno de 1967, Weinberg [1°! criticou o método da 4lgebra de correntes argu-
mentando que nele as implica¢bes dinamicas das interagdes permanecem escondidas (nao
sdo explicitas). Assinala ademais, o consideravel aumento de trabalho algébrico necessa-
rio para tratar processos envolvendo um niumero maior de pions. Como alternativa, ele
propés o uso de Lagrangianas efetivas fenomenolégicas, as quais devem incorporar
a simetria quiral e reproduzir os resultados da Algebra de Correntes quando sao usadas

em ordem mais baixa de perturbacao. Esta ideia constitui a base da Dinamica Quiral.

As Realizagoes da Dinamica Quiral

As realizac¢oes da Dinamica Quiral podem ser clasificadas em linear e nao linear. A acao

de uma carga sob um campo tém a forma geral
(@, ®] = :f(®) , (2.98)

onde f(®) é uma funcdo do campo ®. Se esta funcao é linear, conduz a uma realizagao
linear da dindmica quiral, e, em caso contrario, se f(®) é uma func¢io ndo linear de ,

fala-se de uma realizacao nao linear.

Para se obter uma realizagao linear, é preciso introduzir outras particulas além dos
pions, ou seja, nao é possivel obter uma Lagrangiana invariante por SU(2)® SU(2) usando
apenas pions que se transformem linearmente sob a acao das cargas vetorial e axial.

Para ver isto, comecemos estudando as relacoes de comutacdo das cargas vetorial e
axial com o campo do pion.

Uma transformacdo linear infinitesimal de isospin pode ser escrita como (veja egs.

(2.23) e (2.24))

Mg — Tg — iabeacﬂc (299)
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por outra parte, temos (veja eq.(2.33))

[To(2), Ta(¥)]g =y, = — Kabeme(y) (2.100)

O operador T atua sob a parte quantica do campo do pion. Para pions livres, por

exemplo, é simples mostrar que a expressdo acima conduz a

[Ts,aK,0] = —Kabelr,e
(2.101)

I:Tb’ a’;\",a] = _-[{abca'}\-"c

onde éx o (4} ) é o operador que destroi (cria) um pion no modo (K, a) a partir do vacuo.

Logo, tendo em conta que 7°|0) = 0, temos
Ty|ma(K)) = — Kape|m( K)) (2.102)

A expressao acima pode ser escrita em forma matricial. Escolhendo

[Tl = —ren
(2.103)
[r]; = &
obtemos
Kpae = t€pac (2.104)
e portanto, uma transformacgdo de isospin no campo do pion pode ser escrita
Mg — Mg — EaqbcOlpTc (2.105)
ou
ToT—aAT (2.106)

expressao que representa a iso-rotacao de um isovetor.
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A necessidade de outros campos além do pion no caso de realizagoes lineares decorre

da necessidade de satisfazer a Identidade de Jacobi para as cargas axiais

[Qa, [Qb, 7rc]] + [Qb, [Wc, Qa]] + [7rc, [Qa, Qb]] =0 (2107)

O dltimo termo do lado esquerdo pode ser calculado a partir das relacoes de comutagao
que devem satisfazer as cargas axiais (eq.(2.82)) e utilizando a expressdo (2.101) para o

comutador do campo do pion com a carga vetorial, obtendo-se assim

[Qa, [Qb’ 7T-C]] + [Qb’ [7T'c, Qa]] = 6bc7ra - 6ac7rb (2108)

Este resultado mostra que o comutador da carga axial com o campo do pion nao

podese anular

[Qa, me] # 0 (2.109)

Por outra parte, os requerimentos de paridade implicam que este comutador deve

resultar em um campo escalar, ou seja
[Qa, ) x campo escalar nao nulo (2.110)

e portanto, as realizagOes lineares da simetria quiral exigem a existéncia de
campos escalares.

Uma conhecida realizacio linear da simetria quiral é através do Modelo o-Linear [,
baseado na introducido de s6 apenas um méson escalar iso-escalar, o famoso méson o.

Neste modelo, os argumentos acima conduzem a

[To,m] = 1 €qpe me
Tho] = 0
(2.111)
[Qaym] = 1éu 0
[Qayo] = —im

O segundo comutador é consequéncia do fato de que o méson ¢ é um iso-escalar,
e os comutadores dos campos com as cargas axiais sdo as necessarias para satisfazer a

Identidade de Jacobi (eq.(2.109)).
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Uma das principais motivagbes para se introduzir realizagoes nao lineares da sime-
tria quiral foi o fato de nao existir evidéncias experimentais diretas de uma particula
(ou ressonancia) que seja uma boa candidata para o méson o.

Weinberg 19 introduziu um formalismo para construir Lagrangianas nio lineares. Ele
obtém as expressoes gerais para as transformagoes dos campos 7 e 1 e das suas derivadas
covariantes D*7 e D*i ( 7 representa o campo do pion e ¥ a qualquer outro campo
pertencente a um multipleto de isospin de dimensdo n). A grande importancia deste
formalismo radica no fato de que, qualquer isoescalar construido a partir de D*7 | o
e D*iy é um invariante quiral, entanto que qualquer isoescalar construido a partir do

campo do pion 7 é responsavel da quebra de simetria quiral.

O Modelo ¢ nio-Linear (introduzido por Gell-Mann e Levy %) corresponde, no for-
malismo desenvolvido por Weinberg, a uma escolha particular simples da expressao geral
para a transformacido axial do campo do pion. Esta escolha permite escrever o “o do

modelo n3o linear” como
o=+ f2— 72 (2.112)

onde f; é a constante de decaimento do pion carregado. O o aparece agora como uma
funcao ndo linear do campo do pion e portanto nao representa um quarto grau de liberdade
no modelo.

Assim, mesmo que exista uma grande analogia formal entre os modelos ¢ linear e

nao-linear, o conteido é muito diferente.
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Capitulo 3

A Cromodinamica Quantica
E O Modelo Sigma Linear

A QCD apresenta um regime perturbativo a energias muito maiores do que a massa do
nucleon, sendo intratavel a baixas energias. A parte dos desenvolvimentos de diferentes
aproximacoes a QCD tem sido intensa a atividade cientifica em torno de modelos efetivos
que tentam reproduzir as propriedades mais importantes da QCD, em particular, o maior
interesse esta dirigido aos que preservam as suas simetrias.

Por outra parte, a Fisica Nuclear nao relativistica baseada em graus de liberdade de
nucleons e mésons é bem sucedida a energias baixas comparadas a massa do nucleon.
Existe assim, um grande “gap” entre estas duas areas da Fisica. As teorias de campo
relativisticos com graus de liberdade hadronicos proporcionam, em principio, um contexto
para céalculos sistemdticos com um minimo ndmero de parametros. Um exemplo destas é
a Hadrodinamica Quantica (QHD) 197

Para conectar propriamente a Fisica Nuclear Tradicional ao regime perturbativo da
QCD, os modelos hadrénicos devem manter alguma simetria da QCD. Uma das impor-
tantes propriedades da QCD e da Fisica de Pions a baixas energias é a simetria quiral.

O modelo de Walecka de QHD 1% tém um grande sucesso fenomenoldgico, mas carece
de simetria quiral. Um estudo da relacdo existente entre a QHD e o Modelo o-Linear [#9

indica que este ultimo pode dar um razoavel ponto de partida para descrever a fisica
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nuclear. Ressurge assim o interesse pelo Modelo o. Permanece ainda a questao sob a exis-
téncia do méson o, tanto do ponto de vista tedrico como experimental. Por outra parte,
ao aplicar a expansao em loops a0 modelo, imediatamente surgem problemas (a saber,
os propagadores renormalizados exibem pdlos nédo fisicos) que impossibilitam introduzir
adequadamente densidade finita e temperatura.

Neste capitulo faremos uma breve abordagem a QCD, deternos-endo nas propriedades
de simetria e nas condigoes com relacao as quais a Lagrangiana da QCD realiza, aproxima
ou viola as mesmas. Logo faremos uma revisao das principais caracteristicas do Modelo o-
Linear '®1 que fizeram dar respeitabilidade ao modelo. Adiamos a discussio da existéncia
dos pédlos fantasmas ao préximo capitulo, ja que evitar a ocorréncia destes foi um dos
principais objetivos que levou-nos a investigar o papel desempenhado por um “cutoff” na

teoria.

3.1 A Cromodinamica Quantica

Com base na idéia do grau de liberdade de cor e com o grupo SU(3) como grupo
de simetria desenvolveu-se uma teoria para a dinamica de interagdo entre quarks, a
Cromodindmica Quantica (QCD) 1%, Trata-se de uma teoria de calibre tal como a
Eletrodinamica Quantica (QED), com a qual tem outros pontos em comum. Enquanto
que a QED descreve as interacgdes entre particulas carregadas eletricamente, a QCD
descreve as interacgdes entre particulas caracterizadas pelo mimero quantico de cor. A
principal diferenca entre estas duas teorias de calibre refere-se ao caracter nao abeliano
da QCD que implica que os glions (bésons de calibre da QCD), podem interagir consigo
mesmo. A teoria contém oito campos de calibre e o grupo de calibre associado é o grupo

de cor SU.(3).
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3.1.1 A Lagrangiana da QCD

A densidade de Lagrangiana da QCD escreve-se na seguinte forma:
n : 1 a v
Loop = 9(z) (17, D" — M) (z) — 7 G, (2)G." () (3.1)

onde ¥(z) sdo os campos de quarks, D* é a derivada covariante que incorpora o acopla-

mento dos campos associados aos quarks com o campo dos glions G¥(z)
DF = 800" — ig%(v)dd,g:(z) (3.2)
e Go,(x) € otensor do campo de glions nao abeliano
Gi,(z) = 8“G(x) — 8°Gi(z) + g farcG,(2)G;(2) (3.3)

M representa a matriz de massa independente da cor e é fenomenolégica. Os indices gregos
@, v = 0...3 rotulam o vetor de Lorentz; os rétulos a, b,c = 1...8 tem a dimensionalidade da
representacao adjunta de SU(3) e d,d’ = 1...3 sdo rétulos de cor com a dimensionalidade
da representacdo fundamental de SU(3). g é a constante de acoplamento das interacgdes
fortes e fos s30 as constantes de estrutura de SU(3). Os indices de sabor serdo denotados
como f, f' e foram omitidos na Lagrangiana para simplificar a notacao.

Devido a origem da matriz M, esta pode ser levada a uma forma diagonal através de

uma transformacio que mistura as cores e a contribugio a Lgcp pode escrever-se como

Lmass = - Z Z mf"vz_)fd(z)"»[)fd(z") (34)

d=1 f=1
As my nao sio observaveis se a QCD implica no confinamento dos quarks, mas po-
dem ser observadas em termos de massas hadrdnicas observaveis através da algebra de
correntes. Estas sao as assim chamadas massas de quarks de correntes como oposigdo a
nocao de massas de quarks constituintes usadas nos modelos de quarks fenomenolégicos

de estrutura hadrénica.

As principais caracteristicas desta teoria, o sucesso das predicdes na fase perturba-

tiva, e algumas das aproximagoes para abordar alguns dos aspectos nao perturbativos, ja
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foram brevemente apresentados no capitulo 1 (Sec.1.4). No presente, estamos interessa-
dos em analisar com maior detalhe quais das propriedades da Lagrangiana da QCD que

contribuem mais diretamente para a estrutura hadronica.

A ligacdo entre a quebra de simetria quiral e o espectro mesonico tem sido reconhecida
desde h4 algum tempo [77]. Se a massa dos quarks é igual a zero, o Hamiltoniano da QCD
é invariante sob o grupo quiral SU(Ny)® SU(Ny) , onde Ny é o ndmero de sabores. Esta
propriedade é uma das principais caracteristicas do Hamiltoniano da QCD no limite quiral.
Para haver consisténcia com a experiéncia é essencial que esta simetria seja quebrada
espontaneamente. De fato, o vacuo fisico quebra esta simetria para SU(Ny) e a simetria
quiral ndo é desenvolvida no modo de Wigner-Weyl mas sim no de Nambu-Goldstone.
Como consequéncia dessa quebra de simetria, os quarks adquirem massa dinamica e o
espectro mesénico contém (N7 —1) bésons de Goldstone [43] que caracterizam a estrutura
de baixa energia da teoria. Na verdade, a dindmica quiral nao gera apenas pions sem
massa, mas determina também a sua dinimica a baixas energias 1'% em termos do
elemento de matriz (0|A,|7) envolvendo a corrente axial A, que, neste caso, se conserva.
Supbe-se que a quebra de simetria e o aparecimento de bdsons de Goldstone se verifique
em QCD no limite N, — oo [ ¢ é unanimemente aceito que se verifique também para
N.=3 [112]

No entanto, o Hamiltoniano da QCD contém uma matriz de massa dos quarks que
quebra explicitamente esta simetria. A corrente axial nao é conservada exatamente. A
massa dos quarks fica sujeita a duas contribuicbes: a da massa gerada dinamicamente,
Mg , e a da massa corrente que pode depender do sabor. Nestas condigbes, os bdsons de
Goldstone sdo substituidos por excitagdes massivas. De acordo com os teoremas de baixa
energia (“soft pion theorems”), a simetria SU(3) ® SU(3) deveria ser aproximadamente
valida no mundo real o que implicaria que as massas dos quarks u(“up”), d(“down”), e
s(“strange”) ndo fossem muito diferentes. O subgrupo SU(2) ® SU(2) é uma simetria
exata se m, = my = 0 . Uma vez que estas massas sdo muito proximas, os teoremas
de baixa energia associados a este subgrupo devem mostrar pequenos desvios. Dado
que as massas dos quarks seguintes c(“charm”), b(“bottom”) e t(“top”) sdo bastante

superiores as dos quarks u, d e s, nao ocorrem evidéncias significativas para a simetria
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SU(4) ® SU(4) ou para uma simetria envolvendo um nimero mais elevado de sabores.
A grandeza relativa de massa dos quarks pode dar informacao das corregoes aos teoremas
de baixa energia %%, através da amplitude de elementos de matriz da massa. Para quarks
sem massa estes teoremas sao exatos.

Neste contexto, espera-se que a QCD incorpore os resultados da conservacao parcial da
corrente axial (PCAC), e os teoremas de baixa energia, que lhe tém servido de teste 1%,
permitem avaliar se as estruturas de baixa energia sdao consistentes com a imagem de
quebra de simetria quiral.

Os termos dominantes destas expansoes de baixa energia sdo determinados por duas
constantes: a constante de decaimento do pion ( f,) e o valor esperado da densidade escalar
de quarks ( (¢o|thuthu|do) ) 78119, O valor esperado de 1,1, determina basicamente as
propriedades dos hadrons leves, como o demonstram andlises baseadas nas Regras de
Soma, da QCD 72731141 A t{tulo de exemplo, referimos que se os condensados de quarks
nao existissem, a massa do nucleon viria do termo de massa corrente dos quarks na
Lagrangiana da QCD e seria da ordem de 10 MeV. Do mesmo modo, se a simetria nao
fosse quebrada espontaneamente, o vicuo da QCD seria perturbativo e observar-se-ia, no
limite quiral m; = 0 , uma degenerescéncia entre os hadrons de paridade oposta. Por
exemplo, as particulas a; e p serilam degeneradas. O valor observado para a diferenca
me, —m, >~ 400 MeV é demasiado elevado para poder ser atribuido a massas correntes
de quarks diferentes de zero. Trata-se de mais uma consequéncia da quebra de simetria
quiral devido a efeitos ndo perturbativos, isto é, devido a formacgio de condensado de

pares quark-antiquark (¢g).

Na secao seguinte vamos considerar com algum detalhe o sector SU(2) de sabor da

teoria.

3.1.2 As Simetrias da QCD

A Lagrangiana da QCD tem uma elevada simetria. Apresentaremos abaixo aquelas
que sao simetrias exatas e aquelas que sdo aproximadas.
A fisica hadronica de estados de energia intermedidria no setor nao estranho, os quais

estao no intervalo MeV-GeV de energia, seriam descritos pela dindmica dos quarks mais
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leves, u e d. A densidade de Lagrangiana da QCD no sector SU(2) de sabor da teoria

pode escrever-se como:
7 - ' 1 a v
Loy = () (17D — M) 9s(z) — [0n (@0 (@), a=12,..8 (3.5)

onde

Pu() m, 0
Ys(z) = * M, = -
¢d(.’ll) 0 my
sendo ¥,(z) e ¥4(z) os campos dos quarks u e d, respectivamente, e m,, e mq4 as massas
correntes correspondentes.
Quando as massas dos quarks sdo iguais, m, = mq , ,CgéD é invariante sob uma

rotacao de isospin
b(z) — e T hp(z) a = constante (3.6)

onde 7 sdo as matrizes de isospin, geradores do grupo SU(2).

De acordo com a teoria de Noether [, as correntes vetoriais

V(2) = Bla)rg () (3.7)
sao conservadas:
8V, (z) =0, (3.8)
e as cargas associadas sao dadas por
f= [¢ v ) (3.9)

,CgéD possul também uma outra invariancia de calibre no limite m, =mys =0 . Isto

é, ,Cg‘%D é invariante sob a transformacao axial
h(z) — e " B2 v(z) , B = constante (3.10)

As quantidades conservadas sao as trés correntes axiais

—

- - T

Au(z) = (@) 1159 (2) (3.11)
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(3.12)

isto €,
#Au(z) =0
As correspondentes cargas sao dadas por
Ga= [ @2 v'(@) 2 Jo(e) (3.13)
As cargas axiais e vetoriais obedecem as seguintes relacoes de comutagao
(3.14)

[Ta, Tb] — iﬁabCTC
[Ta.’ Qi}] — 7:6achi:4
[QZ) Qi}] — iGGbCTC
sdo as constantes de estrutura (simbolo de Levi-Civita) do grupo SU(2).

onde ¢**

Portanto, a densidade de Lagrangiana da QCD, no sector SU(2) de sabor da teoria,
no limite em que as massas dos quarks sdo nulas, € invariante sob transformagao quiral.
A simetria quiral SU(2)® SU(2) pode ser extensivel a simetria U(2)®U(2). A simetria

(3.15)

vetorial extra Uy (1) corresponde a transformacéao
a = constante

Y(z) > € “P(z)

Eg();D é invariante sob esta transformacgdo de fase. A corrente de Noether associada é
(3.16)

dada por
Vi(z) = ¥(2)v.d(z)

(3.17)

com
0*Vo(z) = 0

e a carga associada é dada por
(3.18)

T° = /d3m Vo(x)

O grupo Uy (1) diz respeito a conservagio do nimero baridnico.
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Por outro lado a simetria axial Uy (1) corresponde a transformacao
B(z) = P p(z) B = constante (3.19)

representa um problema sério. A quebra espontinea desta simetria conduziria, de acordo
com o teorema de Goldstone, ao aparecimento de um méson pseudoescalar-isoescalar
cuja massa teria de ser compativel com a dos pions (N; = 2). O fato experimental da
massa da particula n ser muito maior que a dos pions torna esta hipdtese inaceitavel.
Efetivamente, a simetria Us(l) é quebrada pelo termo de massa que também quebra
a simetria SU(2) ® SU(2). Segundo Weinberg 1'®], um béson de Goldstone associado &
quebra espontanea da simetria U4(1) teria, nestas condigdes, de ter uma massa menor que
v/3m,. O problema foi resolvido por ’t Hooft ¢!, que mostrou que devido a efeitos dos
“instantons” , a quebra da simetria U4(1) ndo resultaria em manifestacoes fisicas. Este
assunto, de avancada complexidade, conhecido como problema U4 (1), ndo sera discutido

neste trabalho.

3.1.3 Quebra Espontianea da Simetria Quiral,
Boésons de Goldstone

Uma questao importante prende-se ao fato de saber sob que forma a simetria da
Lagrangiana (3.5) se manifesta no estado do sistema. Para a QCD ser uma aproximagao

ao mundo real, o estado fundamental nao pode ser simétrico relativamente ao grupo
SU(2) ® SU(2).

De fato, se o vacuo |0) verificasse as condigoes

T¢10) = 0
(3.20)
Q%l0) =0
a simetria quiral, do tipo manifesto [''"], seria realizada segundo o modo de Wigner-Weyl

(WW) e os multipletos de isospin deveriam ter pelo menos um par degenerado de paridade

oposta.
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Sabe-se que ndo sao estas as propriedades do espectro de massa dos hadrons. Por

conseguinte

Qal0) #0 (3.21)

e 0 vacuo ndo é invariante sob o grupo SU(2) ® SU(2) mas sob o subgrupo dos geradores
isovetores SU(2). Isto implica que os estados hadronicos devem ser classificados segundo

“ a simetria do vacuo é a

a simetria SU(2). De acordo com o teorema de Coleman [1°1],
simetria do mundo ”.
A simetria quiral, espontaneamente quebrada, manifesta-se entao dinamicamente no

modo de Nambu—-Goldstone (NG).

O Teorema de Goldstone [*°1 ¢ aplicivel & quebra espontanea de simetria quiral (veja
sec.(2.3)).
No espago a que nos referimos, os bésons de Goldstone estao associados com as cargas

axiais e sdo os trés hadrons pseudoescalares (7).

Resumindo, as simetrias associadas as cargas vetoriais ndo sdao quebradas espontanea-
mente: (i) ndo existem indicios de particulas escalares leves no espectro de mésons (as
particulas mais leves do espectro com os mesmos nimeros quanticos de um escalar tém
uma massa superior ao do préton), (ii) ha forte evidéncia para que a simetria do subgrupo
SU(2) seja a simetria normal do espectro de massa. Os hadrons ocorrem em multipletos
(quase) degenerados que constituem a representagao do subgrupo SU(2).

A generalizagio da simetria SU(2) @ SU(2) a SU(3) ® SU(3), incluindo a estranheza,
parece mais questiondvel que a simetria SU(2) ® SU(2). No espaco SU(3) de sabor,
teriamos os oitos hadrons leves (7, K,7) como bdsons de Goldstone. As evidéncias expe-

rimentais para esta simetria sio no entanto ténues ["7.

3.1.4 Quebra Explicita da Simetria Quiral, Pions Fisicos

Uma vez clarificada a questdo de como se realiza a simetria quiral da QCD, vamos
discutir as implicagées da sua quebra explicita.

As particulas fisicas com os nimeros quanticos dos bésons de NG nao sao excitagoes
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de massa nula e a simetria quiral deve ser quebrada explicitamente (isto é, perturbativa-
mente) de modo que as correntes axiais ndo se conservem.

Centrando a nossa discussao da quebra explicita de simetria quiral no sector u e d, a
simetria SU(2) ® SU(2) nao é verdadeiramente exata. No entanto, segundo Pagels [7), a
violagao desta simetria é da ordem de 7% neste sector. A esta conclusdo ndo é alheio ao
fato da massa dos referidos quarks ser pequena.

Isto pode ser formulado, ao nivel dos quarks, através de termos do hamiltoniano com

quebra de simetria, H', em H = H, + H’ tais que, para a = 1,2,3,

[ngHO] =0, [ng,Hl] 7é 0,
(3.22)

H —0 no limite quiral.

A corrente axial é conservada apenas parcialmente (PCAC). As consequéncias fisicas
da hipétese de PCAC estido diretamente associadas com o fato da massa do pion ser

pequena.

[69]

A Algebra de Correntes 78, as Teorias Quirais Perturbativas % e as Regras de Soma

da QCD 772 fornecem, por exemplo, a relagio

usualmente conhecida por relagio de Gell-Mann—QOakes—Renner (GMOR), que envolve
a constante de decaimento do pion, fr, e reflete o fato de m, — 0 quando m,q — 0.
Trata-se de outra forma segundo a qual a simetria quiral se manifesta. Dado que esta
relagdo € valida no limite quiral, o desvio desta férmula para a massa corrente dos quarks
nao nula pode ser usado como uma medida do abrandamento (“smoothness”) do limite
quiral. De fato, esta e outras relagoes estao em bom acordo com a experiéncia mostrando

que os desvios da simetria quiral SU(2) ® SU(2) sao bastante pequenos.

Os presupostos da dindmica quiral ndo sao exclusivos da QCD, o qual levou & procura
de modelos fenomenoldgicos que verifiquem esta caracteristica. Nos ultimos anos tem-se
assistido a um crescente interesse em modelos efetivos em ligagdo com o problema do en-

tendimento da quebra espontanea de simetria e as suas consequéncias para as propriedades
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de hadrons de baixa energia. O Modelo de NJL é talvez o melhor modelo em que a ligagao
com a QCD se manifesta mais diretamente a este nivel, ja que os mecanismos subjacentes
em ambos os modelos sdo, segundo se supde, do mesmo tipo.

Por outra parte, é bem conhecido que importantes propriedades da interacao N-N
podem ser compreendidos em termos de trocas de mésons. Essa compreensdao nao sé
é restringida aos aspectos qualitativos do problema, mas também, é em grande medida
quantitativa e precisa. Atualmente acredita-se que nucleons e mésons sao formados por
quarks. Assim, uma descricdo da interacao N-N em termos de troca de mésons pode ser
vista como uma representacao efetiva de um processo mais fundamental. Entretanto, a
qualidade dessa descricao vai depender do nivel de compatibilidade que guarde com uma
abordagem em termos fundamentais.

O Modelo o-Linear é um modelo efetivo que satisfaz os pressupostos da dinamica
quiral. Talvez no futuro seja considerado um dos melhores modelos que conecta a QCD

com a Fisica Nuclear.

3.2 O Modelo Sigma Linear

O Modelo o-Linear é o resultado dos estudos realizados por J.Schwinger BY, J.C.
Polkingorne 1% e M.Gell-Mann e M.Lévy %) na tentativa de achar uma teoria que desse
conta das Interacoes Fortes. Ele foi construido renormalizdvel e proposto como um dos
possiveis modelos que permite obter a Relacao de Goldberger-Treimann para a taxa de
decaimento do pion.

No presente é considerado como um modelo efetivo de nucleons e mésons com a ca-

racteristica crucial de que a sua Lagrangiana satisfaz os pressupostos da dinamica quiral.

3.2.1 A Lagrangiana do Modelo Sigma Linear

De acordo com Gell-Mann e Levy %! a densidade de Lagrangiana do Modelo o-Linear

é dada por
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L(z) = Ly(z) + Ly() (3.24)

onde L;(z) é a parte simétrica quiral SU(2) ® SU(2) , dada por

~ 1
Ls(z) = N, "0, N,+ 5 [0,0,0"0, + 0,7,0"7%,] +
(3.25)
pl Ao 2 = . L
——23 (02 + 7?3) vy (af + 7?3) — G,N, (06 + 1757.70) N,
e Ly(z) é a parte responsavel da nio conservacio da corrente axial, dada por
Ly(z) = ¢, 00 (3.26)

Nas expressoes acima, N, = N,(z) é um campo isodubleto fermidénico representando
um nucleon pontual, ¥, = 7,(z) é um tripleto de pions e ¢, = 0,(z) um campo escalar
iso-escalar representando o méson ¢. T sdo matrices de Pauli de isospin, u, , A, e
G, sao constantes de acoplamento. ¢, €é o parametro que determina a intensidade da

quebra de simetria no modelo, e como veremos logo, esta relacionado 2 massa do pion.

3.2.2 A Parte Simétrica Quiral da Lagrangiana

A densidade de Lagrangiana L, ¢ invariante quiral. Do ponto de vista da Teoria
de Grupos, esta realizagdo linear da Simetria Quiral é fundamental, na medida em que
corresponde a representagao (1/2,1/2) de SU(2) ® SU(2) . Vamos a mostrar, com

algum detalhe, estas afirmacoes.

Por rotagdes de isospin, o “nucleon” se transforma como
N, — e t&72 N a = constante (3.27)
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e por rotagoes axiais

—

A, e=im B2y B = constante (3.28)

N, — e

onde 7 sdo as matrizes de Pauli, geradores do grupo SU(2).

No caso em que «,ff << 1, as varia¢Oes no campo do nucleon sao dadas por

§VN, =

a.t N,

DN | e,

(3.29)
§AN, = —% v B.7 N,

Para as variagdes (vetorial e axial) dos campos mesénicos temos (veja eq.(2.112)):

7%, = —aAT, e, = 0
(3.30)

A= = =
o %, = Po, 840, = —B.7,

As transformacées de isospin (vetoriais) nos campos, induzem a seguinte variagao na

Lagrangiana L,
L, = —0*a . |N, %W* N, + 7 A 8,7, (3.31)
Logo, a corrente vetorial é dada por (veja eq.(2.29)):
V., =N, %vﬁ N, + 7y A D7, (3.32)
a qual é conservada (veja eq.(2.30))
oV, = (3.33)

e as cargas associadas sao dadas por

T = / &z V,(z) (3.34)
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Devido as transformagdes axiais nos campos, a correspondente variacio de £, é dada

por
§AL, = —0"F . |-A, %»msf N, + #,8,00 — 0oB,F, (3.35)
Logo, para a corrente axial temos
A= N, L6 No + 7oy, — 0,07, (3.36)
a qual é conservada
A, = (3.37)

Oa= / Pz Ay(z) (3.38)

As cargas axiais e vetoriais obedecem as seguintes relacdes de comutagio

[Ta., Tb] — ieabcTc
[T°,Q%] = ie*™Q5 (3.39)
[QaAy QbA] — ieabcTc

onde € sio as constantes de estrutura (simbolo de Levi-Civita) do grupo SU(2).

Portanto, a densidade de Lagrangiana £, é invariante quiral.

Definimos agora as combinagoes esquerda e direita dos campos fermibénicos como

1
¢R = 5(1+')'5)No
(3.40)

"»DL = _(1_')'5)No

e, por conveniéncia, o operador U
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U= (0, +i 7.7) (3.41)

Estas defini¢bes permitem escrever

Ls = g iy*0, YR+ ¥r 170, ¥ — Go YLUYR — G, YRUYL +
(3.42)

2

+ i Tr [(8.U)(0*U'] — ;‘—ETT [U Ut - o

com

(I N ]

(3.43)

R

1l

|
>«|“;

(o}

e o trago sendo tomado com respeito as matrizes 7.
Se (A,B) é um elemento de SU(2) ® SU(2) com A e B variando independentemente é

permitido fazer a transformacao
U—-BUA™! (3.44)

a qual conduz a campos o, € 7, reais.

Logo, se simultaneamente se realizam as rotagoes isospinoriais

YR — AYr
(3.45)

v — By

pode-se rapidamente mostrar a invariancia total da Lagrangiana (eq.(3.42)).

A chamada transformagao a direita, corresponde a escolha
A = i @2
B =1
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Assim, neste caso o campo 17, permanece invariante. Para uma transformacao infinitesi-

mal, os campos tornam-se
Ny, = Ny—=(l+75)&.7N,

a. 7, (3.46)

0o — Oy —

r—ﬂ[\')|»—lb¥>

T, — 7_r'o+—o'2ao+§o_2/‘\7_r'o

2

Logo, a corrente & direita, associada a rotacdo a direita, € dada por
Jp = - (V¥ + A*) (3.47)

onde V* e A* sdo as correntes vetorial e axial definidas em eq.(3.32) e eq.(3.36),

respectivamente.

De forma andloga, define-se a transformacao a esquerda, mediante a escolha:

A =1

B = e—i a.7/2

e agora € o campo g que permanece invariante. Para uma transformacio a esquerda

infinitesimal, os campos tornam-se

N, = Ny—=@&.7(1—s) N,

&. 7, (3.48)

O — O'o+

" o | S .
Mo — Mp— —Q0,+=-aAT,
2 2
e a corrente a esquerda, associada a rotagdo a esquerda, €
a
¥ =

—(VE - A% (3.49)

Assim, as correspondentes variagbes infinitesimais sdo geradas pelas cargas quirais

direita e esquerda:

N —

(3.50)

1

| —
1
1



onde T e Q4 sio as cargas vetorial e axial dadas pelas eqgs.(3.34) e (3.38) respectivamente.

As relagbes de comutacgdo das cargas com os campos sao:

[@R,¢R] = —%ﬁ/m [Q‘L,l[)RT = 0
[ Qr , 7,/)L] = 0 [@L ) 7,/)L: = - % o (3.51)
[Gr, U] = %UF (G, U] = *%FU

Portanto, £, é invariante com relagdo a um grupo quiral SU(2) @ SU(2) que atua
transformando os campos ®g e v, de acordo com as representacées (1/2,0) e (0,1/2)

respectivamente. No entanto, o conjunto (0,,7,) pertence a representagao (1/2,1/2).
A Algebra de Lie SU(2)® SU(2) éisomorfa a O(4); e (0,,7,) transforma-se como
um vetor do grupo O(4).

3.2.3 A Quebra Explicita da Simetria Quiral

L4(z) é a parte responsavel pela ndo conservacao da corrente axial. As variacées desse

termo sao dadas por

YL, = ¢ 6 0,= 0

(3.52)
§4L, = ¢, 8%, = —c,f.7s
Assim, a corrente vetorial continua sendo conservada
9V, =0 (3.53)

no entanto, a divergéncia da corrente axial aparece, agora, proporcional ao campo do pion

—

A, = c, 7 (3.54)
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Portanto, este modelo incorpora todas as caracteristicas desejaveis. Satisfaz CVC e a
divergéncia da corrente axial aparece naturalmente proporcional ao campo do pion, o que

é um bom indicio para que seja satisfeita PCAC.

O fato de L ser linear em o, implica que o campo o, tem um valor esperado no vacuo

nao nulo. Isto pode ser visto a partir da equacao de movimento para o campo o,
(0% + 2o, = ¢, — Ao 0, (02 + 72) = G,N, N, (3.55)

No vacuo, todos os campos nao podem ter um valor esperado nulo, a menos que ¢,
seja zero. Supondo que o campo do nucleon e o campo do pion sejam campos puramente
quanticos, a equagao acima admite como solu¢do um valor constante do campo o, no

vacuo, v, :
v, =co — Ao 02 (3.56)

Assim, a fungao espago—temporal determinada pela dinamica do problema é o campo s,

dado por
So = 0o — Vo (3.57)
com
(s0)o = 0 ; (00)o = o (3.58)

Ou seja, o campo s, é a parte quantica do campo o,, enquanto que v, representa o seu
valor esperado no vacuo.

A densidade de Lagrangiana (eq.(3.24)) pode ser expressa em termos do campo s, ,

Ccomo:
L(z)=Ls(z)+ Li(z) + (co — vo,ufr) So (3.59)
com
o 1 1. .
Ly = No(i p=mo)Not 3 [(Buso) = 5s7] + 5 [(0u70)" — p777]
(3.60)
Li= dovy (47 30— 22 (24 72) = Gollu (50 4 i35775) No
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onde foram definidos os parametros

m, = Gov,

pro= pl 4 Aov; (3.61)

py = p+ 3,

Para que a densidade de Lagrangiana (eq.{3.59-60)) represente o “nucleon”, os pions e
o sigma, os parametros definidos em eq.(3.61) devem ser parametros de massa para o qual
deve verificarse (s,) = 0 (eq.(3.58)). O melhor caminho que pode seguir-se é implementar
esta condicao perturbativamente requerendo que os diagramas “tadpcle” para a transicao

[ s, — vacuo | se anulem (Fig. 3.1). A aproximacdo de Born a esta condigio é

Co = Vol (3.62)

e assim desaparece o 1ltimo termo na expresséo (3.59).

Neste caso obtemos

com Ls(z) e L;(z) dadas pelas expressdes (3.60).

Fig.3.1: Diagrama “tadpole” para a transi¢do s, — vacuo.

A expressdo para a corrente axial agora adquire a forma

3“121'# = v, p2 7, (3.64)

89



3.2.4 A Restauracao da Simetria Quiral

O fato de ter (o,), # 0 tem consequéncias muito interessantes. A partir das expressoes
(3.61) e (3.64) temos que

* as massas mesOnicas deixam de ser degeneradas:

W=l = 20, 0 (3.65)

* a componente classica do campo o, gerou um termo de massa para o nucleon:

m, = G, v, (3.66)

* a divergéncia da corrente axial é proporcional ao campo do pion:

A, =v, p2 7, (3.67)

Quando ¢, — 0, duas situagdes podem emergir (veja eq.(3.62)). Uma possibilidade

é que v, — 0 ; neste caso recobramos
pi=pt o, m, =0 , 04, =0 (3.68)

o qual é um indicio de que estamos em presenca de uma simetria convencional, do tipo
Wigner-Weyl. Observe-se que neste caso nao é possivel ter nucleons massivos, pois se se
tenta incluir na densidade de Lagrangiana (eq.(3.25)) um termo de massa para o nucleon
teria por consequéncia que a divergéncia da corrente axial seria proporcional a massa do
nucleon em contradicio com PCAC. Assim, no modo de Wigner-Weyl de realizagio de

simetria quiral a simetria é exata no limite em que os nucleons tem massa nula.

Nao obstante, a expressao (3.62) mostra que também é possivel termos uma situacdo

simétrica no caso em que p2 =0, ou seja (veja eq.(3.61))

W= 24 Av? =0 (3.69)
ou
2
Ko
2 =— L (3.70)



Dado que ), é um parametro de amortecimento ( A, > 0 ), entdo a eq.(3.70) pode ser

satisfeita se o parametro de interagio p2 for negativo
pl o< 0 (3.71)

Assim, surge uma possibilidade alternativa quando p? < 0. A simetria é obtida quando
a massa do pion é nula (eq.(3.69)), e estamos no modo de Nambu-Goldstone de realizacao
de simetria quiral (veja Sec. 2.3.3).

A Lagrangiana nao é explicitamente simétrica, pois o méson ¢ tem massa e os pions
ndo tem. Entretanto o fato de ter (0,), # 0 compensa, de algum modo, a falta de
simetria explicita da Lagrangiana permitindo o surgimento de uma corrente conservada,
que indica a existéncia de uma simetria subjacente.

E exatamente a existéncia do modo de N-G que torna o Modelo o particularmente
interessante. Nesta fase o modelo pode ser usado para deduzir os teoremas de baixa

energia para espalhamento @ —7m ¢ m — N .

3.2.5 O Vacuo no Modelo o-Linear

O modo de realizagdo de uma simetria depende fortemente do comportamento do

vacuo. No Modelo o-Linear temos (veja eq.(3.58)):
(0o)o = vo #0 (3.72)

pelo que se diz que o campo ¢, tem uma parte classica v, € uma parte quantica s,.
Apresentaremos quais as consequéncias desta caracteristica. Para simplificar o trata-
mento, nesta secao omitiremos os campos fermidnicos. Um tratamento completo nao
revela nenhuma nova dificuldade.
O potencial efetivo obtido a partir da densidade de Lagrangiana L(z) (eq.(3.25),
sem incluir aos nucleons) pode ser escrito como

vz% [(024+7) — o?]* -

A, ot

4

(3.73)

onde

oW

(3.74)

Q
I
I
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Escrevendo o campo do pion em coordenadas polares, 7@, = w, 7, , onde 7, é o
médulo do campo e 7, € o versor indicando a direcdo e o sentido do campo no espaco

de 1sospin, o minimo de energia potencial é obtido fazendo

ov ov

o = pey =0 (3.75)
o qual conduz a
Mo Mo [(02472) — ] = 0
(3.76)
Mo 0o [(02472) — a?] = 0
Se o’ < 0, o minimo do potencial V ocorre no ponto ¢, = m, = 0, como mostra

a Fig.(3.2).

Neste caso, devido a que a componente classica de cada um dos campos é nula, os
campos que figuram na densidade de Lagrangiana £, sao puramente quanticos. Logo, os
coeficientes dos termos quadraticos dos campos podem ser interpretados como sendo suas
massas. Como todos os mésons apresentam a mesma massa u,, pode-se concluir que se

estd no modo Wigner-Weyl de realizacao da simetria.

" " ul”’l’ I

1
rl’/’/
(1A
1,//////

Fig. 3.2: V = V(¢,,7,) para @ <0
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Se @’ > 0, o minimo é degenerado, ocorrendo em qualquer ponto da circunferéncia
o2 + 72 = o, como mostra a Fig.(3.3) A quantizacao do sistema deve ser feita em
torno do vacuo, o qual corresponde a circunferéncia de raio «, localizado no plano de

energia potencial

4
_ K
Vo= - r (3.77)

O fato do véacuo ser degenerado significa que existem muitas maneiras de se introduzirem
os campos quanticos. A escolha de um deles como estado fundamental conduz a uma
quebra espontanea da simetria quiral. Este caso corresponde ao modo Nambu-Goldstone

de realizagao da simetria (veja Sec. 2.2.4).

To

Fig. 3.3: V = V(0,,7,) para a® >0

O tipo de ambiguidade que surge devido as muitas possiveis maneiras de se introduzir
os campos quanticos, desaparece quando se introduz um termo de quebra de simetria
na Lagrangiana, pois este faz com que uma das direces seja privilegiada em relagdo as
demais.

Por exemplo, a introdugao do termo ¢, o, conduz a

_ A 2, =2\ 22_’\‘oa‘1
V_4_ [(ao+7ro) a] 4

A condigao que a energia potencial seja minima (eq.(3.75)) conduz a

—¢, 0, (3.78)

93



Ao Mo [ (00 +77) — o] =0
(3.79)
Mo 0o [(62472) — a®*]—c, = 0
A primeira das equagdes acima (correspondendo & minimizagao em relagao ao campo

do pion) nos garante que a componente classica do campo 7, € nula
(7)o = 0 (3.80)

Usando essa condicdo na segunda das equagdes (3.79), obtém-se a equagdo que deve

satisfazer o campo o,:

2 —0d’]=c =0 (3.81)

Ao 0o [ao

a qual é uma equacao cibica que pode ser resolvida pelos métodos tradicionais. Nao
obstante, devido ao fato que o pardmetro c¢, € pequeno, pode-se usar uma solugao
aproximada.

Se ¢, fosse zero, a solugao seria 0, = za . Tenta-se entao, solugdes da forma
oo+ = a + B¢ , Oo—- = —a + B c (3.82)

Substituindo essas expressdes na eq.(3.81) e desprezando ordens superiores a linear em

Co, Obtem-se

1 1
bro= 4 2 a? ), ’ - = - 2a? ), (3:83)
Logo
Co - g -
0o+ = a + 5o h ) 0o - = —« 3ot (3.84)

Substituindo essos resultados na expressio do potencial V, e desprezando ordens supe-

riores, temos

Ao o

Vi = -

F ¢ o (3.85)

Assim, o efeito do termo de quebra da simetria é inclinar a curva da Fig.(3.3), a qual

agora apresenta a forma mostrada na Fig.(3.4).

94



VvV

Fig. 3.4: V = V(o,,m,) quando é introducido um termo de quebra na Lagrangiana

O minimo do potencial corresponde a V., e o sistema agora apresenta uni unico vacuo.

O vacuo determina, entio, a parte classica do campo ¢,, que é dada por

K S .
Vo N Op 4 = T 2 0 (3.86)
O campo quantico é entido dado por
S = O, — U, (3.87)

e a densidade de Lagrangiana é dada pela expressio (3.63) com
<00>0 = Y y <So>o = <7ro>o =0 (388)
Substituindo a expressdo para v, dada na eq.(3.86) na expressdo para a massa do pion

(eq.(3.61)), obtém-se

1 p
2~ g, =g - o 3.89
for ¢ 7 N (3.89)

E portanto, a constante de quebra de simetria c, € proporcional a massa do pion. Assim,

a simetria torna-se exata quando p2 — 0
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3.2.6 Sobre a Renormalizacao do Modelo o-Linear

Uma caracteristica importante do Modelo o-Linear é a propriedade de ser renorma-
lizavel.

O primeiro esquema de renormalizagdo para o modelo sem nucleons foi formulado por
B.W.Lee ®9. Seguindo a mesma linha J.L.Gervais e B.W.Lee [ propdem uma geralizacio
para incluir os nucleons. Nestes trabalhos eles mostram que o modelo pode ser feito finito
renormalizando somente os acoplamentos os quais aparecem na Lagrangiana invariante
sob transformagao quiral, £,, mesmo na presen¢a do termo de quebra da simetria, € que
respeitando esta propriedade, a condigao PCAC é preservada na teoria renormalizada.

Seguindo a estruturacao estabelecida por Gervais e Lee, J.A.Mignacco e E.Remiddi ¢
formulam explicitamente o problema da renormalizagio e obtém férmulas para as quanti-

dades fisicas relevantes, assim como para as constantes de renormalizagao na aproximagao

“one-loop”.

Um esquema diferente para a renormalizagdo do modelo com nucleons foi proposto
por D.Bessis e G.Turchetti ¢!, Eles seguem o método proposto por Symanzik 591 pa
renormalizagdo de uma Lagrangiana Simétrica O(n) com quebra linear para bésons, no
qual a ferramenta bdasica é o uso das Identidades de Ward-Takahaski, as quais permitem
estabelecer relagdes algébricas entre as constantes de subtracio das funcgoes de Green
divergentes da teoria. Assim, partindo de uma Lagrangiana invariante sob SU(2), as
relagdes obtidas a partir das Identidades de Ward-Takahaski compativeis com a condigdo
PCAC permitem-lhes reduzir o nimero de parametros independentes de renormalizagéo
ao mesmo ndimero de parametros arbitrarios que contém a teoria ndo renormalizada (a
saber, quatro). Eles realizam a renormalizagao explicita a ordem “one-loop” das fungdes
de Green divergentes da teoria.

No préximo capitulo apresentaremos as caracteristicas gerais deste procedimento sob

o qual estd baseado a nosso esquema de regularizagéo.
A Lagrangiana Renormalizada
Introduzindo na teoria quantidades renormalizadas através de
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N, = /Zr N, (3.90)

(SO’UO"EO) = VvV ZB(S'rvvmﬁ'r) (391)

1
Ho = \/—Z—B(#f-ﬂsﬂf) (3.92)
G, = ZF—Z—\;Z_BG, (3.93)
A = %)\, (3.94)
B

encontra-se que estas sdo suficentes para remover todos os infinitos, tanto da teoria
simétrica como da teoria com quebra espontanea de simetria.

Na teoria simétrica, o fato de que tanto os pions como os sigmas sdo renormalizados
através da mesma constante Zp, esta manifestando que na teoria renormalizada os mésons
permanecem degenerados em massa. Observe-se também que, como consequéncia da
invaridncia quiral ndo existe termo de massa para o nucleon e portanto nao é necessario
incorporar termos nem contratermos de massa para este no processo de renormalizagdo.

Como apontamos antes, Lee e Gervais demonstram que o mesmo programa de renor-
malizagdo deve ser aplicado a teoria com quebra espontanea de simetria, j4 que o mesmo é
suficente para tornar a teoria finita e preserva a condi¢do PCAC. O método utilizado por
D.Bessis e G.Turquetti para renormalizar as funcoes de Green divergentes é puramente
subtractivo, e tais subtragoes estao condicionadas pelas Identidades de Ward-Takahaski
compativeis com PCAC. Uma analise das expressoes obtidas por eles mostra que o pro-
grama de renormalizagdo é ditado pelas eq. (3.90-94).

Consideremos com mais detalhe o caso de simetria quebrada.

A Lagrangiana o-linear em termos do campo transladado s, (egs.(3.63) e (3.60)), pode

ser re-escrita como
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L) = NG P=v.GZy— GrZ, (s, +1757.7) +i(Zr — 1) D) N,

1
+5 [(8u50)* = (42 + 82 + 3Zi\v2)s2 + (Zg — 1) (0,s,)?]
1 o
5 [(0u7:)" — (w7 + 817 + ZA])T] + (25 — 1) (9ufr)]
AT (47 5= 7 T (2472 (3.95)

Em particular, observe-se que o fato de ter todos os mésons renormalizados pela mesma
quantidade /Zg conduz a que o acoplamento com os nucleons é o mesmo para pions e
para mésons o, que os acoplamentos de 3-mésons sdo os mesmos (a menos dos respectivos
coeficientes de Clebsch-Gordan) para as combinagbes 7o e 000 e 0 mesmo acontece com
os acoplamentos de 4-mésons para as varias combinagbes 7w, TTOC, COCO.

Note-se também que a massa do nucleon e os dois vértices méson-nucleon sao renor-
malizados por meio da mesma constante de renormalizagdo Z,, enquanto que as massas
dos mésons e todas as constantes de acoplamento entre mésons sao renormalizadas por
meio de somente duas constantes Z; e §u?. Ademais, temos Zr e Zp para a renormalizagao

dos campos do nucleon e dos mésons, respectivamente.
A Prescricao de renormalizagao

Para levar a cabo o procedimento de renormalizacao é necessario distinguir a parte
livre e os contratermos na eq.(3.95). Definindo as massas fisicas do nucleon, do pion e do

sigma através

m = G’rvr +
m: = 4+ N0+ ... - (3.96)
m: = ul4+3N0i4+ ...

onde os pontos denotam termos de ordem superior nas constantes de acoplamento ( a

G,v, e A\, v? fixos), logo as quantidades

bm = G,v,Zg—m

dm2 = pP46pt+ Z\ 0k —-m? (3.97)

™
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2 2 2 2 2
om, = pu;+6u:+3Zi1hv. —m;
as quais sao de ordem superior nas constantes de acoplamento e tendem a zero quando

G, , A» — 0, podem ser interpretadas como contratermos da Lagrangiana.

Com estas definicoes a eq.(3.95) pode ser escrita como

L(z) = N, (Z'M——GTZS,(ST+i757’-‘.7'r'r)+i(Zp—~1)ﬁ—ém)Nr
45 [(Buse ) = mis? 4 (25~ 1) (Bus.)* — 2]
+s [(am)?—m,iﬁm 25— 1) (0,7)" — 6mi7)
M\ Z (s2 4 72) s — Z Zih, (52 +72)° (3.98)

A parte sublinhada na expressao acima corresponde a Lagrangiana livre. Esta envolve
somente massas fisicas.

A prescripgao para a renormalizacao pode ser dada através das definicoes :
m=G,v, m? —m? = 2\ v? (3.99)

e assim G, e A, podem ser consideradas como quantidades dependentes das quantidades
fisicas m , m, , m, e v,, a serem conhecidas. Uma, defini¢ao diferente para estas constantes
pode conduzir a valores diferentes para as quantidades nao fisicas Z, e Z;, mas nao tera
influéncia nos resultados fisicos 118,

As definicoes (3.99) fixaram Z, e Z;, as quais serdo determinadas de forma que os
contratermos da eq.(3.98) cancelem exatamente as contribugoes as massas provenientes
de graficos de auto-energia. Os valores dos vértices nucleon-méson e das interagoes entre
mésons, em geral sdo dados como uma série de poténcias com coeficientes finitos nas
constantes de acoplamento.

Para um méson geral de massa m? e momento p, o propagador vestido na primeira

aproximacao que nao se anula, é dado por
Di(s) =i[s —m? +5(s)] (3.100)
onde s = p* , e, 1X(s) denota todas as contribucbes a auto-energia, ou seja:
iS(s) = i(Ze(s) + Sa(s)) (3.101)
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com Y¢ denotando a contribugdo a autoenergia devida a insergao de contra-termos e g
a proveniente dos graficos de Feynman nao renormalizados.
Logo, §u2, Zg e Z; podem ser determinados impondo que:

% para s ~ m2 o propagador do pion, D,(s), se comporte como ¢/(s — m2), a saber:

limziD;l(s) =0 (3.102)
.d .y
lim — ¢ D (s) = 1 (3.103)
s—m2 ds

% para s >~ m> a parte real do propagador do méson ¢, D,(s), se anule

lim Re[: D;'(s)] = 0 (3.104)

s—m2
A razdo para tomar a parte real deste propagador é que para m, > 2m, o méson o
pode decair em dois pions, e o propagador torna-se complexo a s ~ m?2.

Em geral
Re | lim d i D7V s)| =271 #1 (3.105)

a saber, ndo é imposta nenhuma condi¢do sob a renormalizacio do campo s,. Z, é

determinada uma vez que as condicdes (3.102),(3.103) e (3.104) foram impostas.

De forma anéloga podem-se determinar Zr e Zg, impondo que o propagador do nu-

cleon Sy( p) se comporte como i/( p — m) para p ~ m, a saber

Z}’Lr?ni S (p) = 0 (3.106)
. d B
z’l’l—gln a7 1 Sy (p) = 1 (3.107)

Esta prescricao de renormalizacdo conduz a um campo pion e um campo nucleon,
ambos normalizados & amplitude assintética unidade. O fato de Z, # 1 € interpretado
como dando conta do fato de que o méson ¢ decai em dois pions e portanto nunca aparecera

na regiao assintotica.

O parametro de quebra de simetria renormalizado é dado por

¢ = v,m? - (3.108)

i
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como é monstrado rigorosamente por Gervais e Lee [69],
A divergéncia da corrente axial pode ser escrita em funcdo do campo do pion renor-

malizado como
A, =co Bo = Ty (3.109)

A condicdo PCAC estabelece

¢V Zp = ¢ = frm? (3.110)

A comparacao das expressoes (3.108) e (3.110) permite associar v, com fr.

O procedimento seguido acima conduz a uma renormalizacdo total da teoria. Nao obs-
tante, a renormalizacdo pode ser realizada via um estigio intermediario. Numa primeira
etapa o processo torna a teoria finita, mas pode acontecer que o campo do pion ou o campo
do nucleon (ou ambos) ndo estejam normalizados a amplitude assintética unidade. Por
exemplo, depois da renormalizacio que torna a teoria finita com 7, = /Zy 7, podemos

ter
(Ol (z) |7 (p)) = ;e P=2Z}/* (3.111)

com Z, # 1. Uma futura renormalizacdo dos campos serd necessaria, mas os fatores de
renormalizacdo (/Z,, ... ) agora serao finitos.

A condicdo PCAC nas sucessivas etapas pode escrever-se

FA, =co To=cT=c, 7 (3.112)
com
Fo=AZu 7 , F=~Z: 7 , Fo =2y 7 =25 %  (3.113)
Logo

N Zy=c, = frm? (3.114)
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ou
c= frmiZ, 1? (3.115)

Se D,(s) representa o propagador do pion obtido na renormalizagdo intermediaria, o

“valor de Z, pode ser obtido a partir de

d
lim — i D7'(s) = 2z (3.116)

s—m2 ds i

3.2.7 A Relacao G-T

A divergéncia da corrente axial em funcao do campo do pion renormalizado eq.(3.109-

110) permite escrever:

( Now(P) | a4 (2) | Noa(p) ) = fr m2 ( Now(p) | 7o | Noa(p) ) (3.117)

onde | N;:(p) ) representa o estado de um nucleon de momento p, spin s e isospin t.

A equacdo de movimento do pion, obtida a partir da densidade de Lagrangiana L(z)
(eq.(3.98)) é dada por:

(8 +m2) 7 = =G, N, iys7 N, (3.118)

A expressdao acima permite expressar o elemento de matriz do campo do pion entre

estados do nucleon como

(82+ m12r) ( NS’,t’(pl) | 7 , NS,t(p) ) = -G, ( NS',t'(pl) | Nr 57 N, | Ns,t(p) )
(3.119)

Por outra parte, o campo do pion é um operador de Heisenberg, o que permite escrever

(com g=p'~p):

(0% +m2) ( Now(p') | 7o | Noa(p) ) = (= ¢* +m2) ( Now(p') | T | Nea(p) )
(3.120)
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Das expressoes (3.119) e (3.120), o elemento de matriz do campo do pion entre estados
de nucleon é dado por

1 , - .
< Ns’,t'(p) | G, N, Y5 T N’r | Ns,t(p) )

2 2
q _m7r :

< Ns’,t’(p’) | 7?1‘ | Ns,t(p) ) =
(3.121)

A covariancia de Lorentz permite que este iltimo elemento de matriz possa ser expresso

por:

1

( Now(p') | Gr NeigsT Ny | Noa(p) ) = mf @°(9)) i 9(¢°) 95 7 u(p) me (3.122)
onde a funcio g(q?) é tal que

9(0) = grnN (3.123)

com ¢g,nn sendo a constante de acoplamento efetiva pion-nucleon (g.yn = 13.55 ). Subs-

tituindo (3.121) e (3.122) em (3.117) obtem-se:

( Now(p') | 0.4" | Noulp) ) =

1 2 2 (2 2 x
— 5 2mald)+de%(d)] = frld) g ——— (3.125)
Logo, no limite de ¢* — 0 , obtém-se
m ga(o) = f7r gnNN (3126)

A expressao acima é a Relacao de Goldberger-Treiman. O sucesso desta previsao foi

outro dos fatores que deu respeitabilidade ao modelo.

3.2.8 A Condicao PCAC

A expressdo (3.125) estabelece uma relagio entre as funcoes g,(q?) , g,(¢%) e g(¢?).

Supondo que estas fungdes variam lentamente com g%, pode-se estimar a forma de ¢,(q?).
q,p P
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A partir das expressdes (3.123) e (3.126), para g% < m?2, temos

m ga(¢®) ~ fr9(¢®) g> < m? (3.127)

Substituindo a expressdo acima na eq.(3.125) e fazendo um pouco de algebra, obtemos

2 fr 9(¢*)
2y 2 2
9(q") ~ — o mi 7 <my (3.128)

E portanto, a Relacdo G-T esta associada a Dominéancia do pdlo do pion (veja Sec.
2.3.4). Este resultado, junto a expressdo para a divergéncia da corrente axial (eqs.(3.109-

110)), garantem que o modelo satisfaz PCAC.
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Capitulo 4

Versao Regularizada
do Modelo os-Linear’

Neste capitulo mostramos um programa de regularizagao que pode ser adotado para
tratar o Modelo o-Linear de maneira autoconsistente, permitindo a obtencao de resulta-
dos fisicamente razodveis." Este programa segue de perto o esquema de renormalizacdo de
D.Bessis e G.Turchetti [, respeitando portanto todas as simetrias do modelo na ordem
de “one-loop”.

Encontramos que os propagadores renormalizados do pion e do méson ¢ apresentam
polos de energia imaginéaria. A introdugdo de um parametro de corte (escala), A, permite
evitar tais polos desde que seja escolhido abaixo de um valor critico A, = 1.2 GeV |, que
é usualmente a escala de energias em que se acredita no modelo. Dado isto, a versao

regularizada consiste em incorporar este parametro como parte da definicdo do modelo.

10s resultados apresentados neste capitulo e nos seguintes baseiam-se principalmente no artigo pu-
blicado: Pion, Sigma and Nucleon Propagators in the Linear o-Model, S.P.Flego, A.H.Blin, B.Hiller and
M.C.Nemes, Z.Phys. A 352 (1995) 197.
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4.1 Generalidades

Um estudo numérico dos propagadores mesonicos renormalizados obtidos a partir do
Modelo o-Linear [ mostra que, apesar de nos encontrarmos ante uma teoria renorma-
lizdvel esta conduz a resultados nio fisicos, (a saber, pélos de energia imaginarios nos
propagadores do pion e do méson sigma). Se, em lugar disso, consideramos o modelo como
efetivo (desde que as particulas que este descreve podem somente ser consideradas como
elementares até uma certa energia) somos naturalmente conduzidos a ideia de introduzir
um parametro de corte (cutoff) que fixe a escala de energia. Mostramos que existe um
valor de cutoff critico A, ~ 1.2 GeV para o qual os pdlos nao fisicos desaparecem tanto
para o propagador do pion como para o do méson o . Logo, supondo que A, fixa a escala
de energias encontramos um conjunto de parametros que permitem uma interpretacao
autoconsistente das propriedades fisicas associadas com os propagadores.

A versdo regularizada do modelo é obtida da seguinte forma. Numa primeira etapa
calculamos as amplitudes de Feynman (na ordem de one-loop) realizando uma rotagio de
Wick e introduzindo um cutoff aos valores dos quadri-momentos (euclideanos) de cada
loop, sendo assim cada uma de tais integragoes restrita a uma esfera compacta |k| < A .
Este procedimento conduz a amplitudes de Feynman finitas, mas néo preserva as simetrias
da teoria original. No desejo de manter tais simetrias fazemos as subtragdes necessarias
afim de que (n — 1) das n condigdes de renormalizagdo sejam satisfeitas, e pedimos que a
condi¢do remanescente seja satisfeita para A = A, . Um tal requerimento é possivel devido
ao fato de que a teoria renormalizada depende de quatro parametros independentes dos
quais somente trés podem ser identificados com quantidades fisicas para as quais dispoe-
se de valores experimentais bem determinados e portanto o restante pode ser ajustado
convenientemente. Este ultimo procedimento nos garante que a teoria regularizada, assim
como a renormalizada e a original (nao renormalizada), depende de sé quatro parametros

independentes.

No procedimento de regularizacdo seguimos de perto o método de renormalizagio
para este modelo proposto por D.Bessis e G.Turchetti 191 j4 que o mesmo apresenta

a vantagem de mostrar numa forma simples qual o mecanismo subjacente (regido pela
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condi¢do PCAC) que reduz o nimero de parametros de renormalizacao da teoria e faz
com que esta preserve as mesmas propriedades de simetria da ndo renormalizada.

O método utilizado por eles est3 baseado no programa Bogoliubov-Hepp-Parasiuk [119].
Formalmente, a renormalizagao pode ser alcancada somando a L(z) todos os possiveis
contratermos de grau de divergéncia menor ou igual ao de L(z) , o que implica que os
unicos parametros arbitrarios na teoria sao os valores de funcoes de Green, ou os das suas
derivadas, num ponto. Este conjunto de valores é finito e corresponde ao conjunto finito
de contratermos formais.

Devido a que a Lagrangiana L£(z) , além de ser renormalizavel, é invariante com relagao
ao grupo linear de simetria SU(2) , é possivel realizar a renormalizagao selecionando
somente aqueles contratermos os quais sao invariantes com relacao a este grupo. Desta
forma, a Lagrangiana renormalizada dependerd de Ng parametros arbitrarios e todas as
funcées de Green serao invariantes com relagdo ao grupo SU(2) .

Nao obstante, a Lagrangiana simétrica L(z) é invariante com relagdo ao grupo quiral
SU(2) @ SU(2) , e o termo que produz a quebra desta simetria ( e reduz a simetria da
Lagrangiana a SU(2) ) tém um grau de divergéncia igual a um, §(L,) = 1. Assim,
8(Ly) < 6(Ls) e portanto a presenga do termo de quebra necessita contratermos os quais
devem ter um grau de divergéncia § < §(L,) e devem comportar-se como £, com relagdo
a SU(2) ® SU(2) . Esta caracteristica implica que a Lagrangiana renormalizada pode
manter algo de memdria do grupo de simetria inicial (SU(2) ® SU(2)) (estabelecimento
da memoria de Symanzik) e portanto as fungoes de Green dependerdo de um niimero
N de constantes de renormalizacao com Nag < N < Ng , sendo Nag o nimero de
parametros necessarios para renormalizar a teoria simétrica quiral.

A Lagrangiana simétrica invariante SU(2) mais geral precisa de 13 parametros de
renormalizacdo independentes. O termo de quebra linear requer um parametro de renor-
malizagao. Nao obstante, devido as consideragoes mencionadas acima, a teoria renorma-

lizada depende somente de quatro parametros independentes.

O caminho seguido por D.Bessis e G.Turchetti consiste em impor o nimero de
condigbes necessarias para renormalizar a Lagrangiana L(z) considerando-a invariante

sob SU(2) , o que conduz a necessidade de introduzir 13 parametros arbitrarios. Logo,
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impdem as restrigoes devidas a maior simetria das solu¢bes e obtém um conjunto de
relagdes entre as fungoes de Green que lhes permite reduzir o nimero de parametros inde-
pendentes. Para obter estas relagoes, utilizam as Identidades de Ward-Takahaski escritas
para a lei de divergéncia da corrente axial. Assim, a Lagrangiana renormalizada fica de-
pendendo de quatro parametros independentes, trés dos quais podem ser identificados com

quantidades fisicas para as quais dispde-se de valores experimentais bem determinados:

m. : massa do pion
m : massa do nucleon
fr : constante de decaimento do pion carregado
Arr .  constante de acoplamento m — m renormalizada

Como apontamos acima, é possivel introduzir o parametro cutoff e fixa-lo no valor A,
de forma que a teoria regularizada fique dependendo de quatro parametros independentes.

Este novo conjunto pode ser escolhido como

{m‘n’a m, f‘lr) AC}

sendo agora trés deles identificaveis com quantidades fisicas para as quais dispoe-se de
valores experimentais bem determinados, e, A, fixando a escala de energias. Esta nova
escolha faz com que A;, se transforme numa quantidade dependente e como consequéncia
a teoria prediz propriedades do méson o, como a sua massa e largura, e permite estudar
as ressonancias do nucleon. Os valores assim obtidos sdo razoaveis, a saber, estdo em
concordéancia com os valores experimentais (ressonancias de Roper) e com as predigoes de

outras teorias.

Na secao seguinte seguimos o procedimento de renormalizagdo desenvolvido na ref.[16],
sob o qual baseamos o procedimento de regularizacao. As segoes restantes sao concernentes

a introducao do cutoff.
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4.2 A Expansao Perturbativa

Notacao e Definigoes

Representaremos os propagadores livres, a corrente axial, e as func¢des de Green com

as quais trabalharemos da seguinte forma:

* um pion carregando momento p e indice de isospin i por ey
P

* um méson o carregando momento p por AAACAN,
P

* um nucleon carregando momento p por -
P

* a corrente vetorial axial carregando momento p e indice de isospin i por POV
P

% a fungdo de Green conexa por O

* a fun¢do de Green conexa, truncada, por e

* a funcdo de Green conexa, truncada, e irredutivel de uma particula, por

Utilizaremos a convengio de que todas as fun¢des de Green com (2m)-linhas de pion

externas contém, a momento externo zero, um tensor de spin isotopico da forma:

Z 62'91% 62'93% s 61:P2m—1ip2m (4.1)

(2m—1)!"! pares

4.2.1 Condicoes de Renormalizacao para
L(z) Invariante com Relagao a SU(2)

A dnica fungdo de Green de grau de divergéncia igual a 3 é o chamado “tadpole”.

%) = (0]o()[0) = F (4.2)
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As fungées de Green de grau de divergéncia igual a 2 correspondem aos propagadores

mesonicos.

D.(p") = L=zt (4.3)

D,(r) = O (44)

Eles sao renormalizados ao fixar seus valores e os de suas derivadas num ponto, o qual

escolhemos em s=p?=0:

lim [iD7(s)] = -4 (45)
lim T [iD7(s)] = (16)
lim [iD;'(s)] = —M’ (4.7)
lim 2 [iD7(s)] = % (48)

A dnica fung¢do de Green de grau de divergéncia 1 corresponde ao propagador

fermionico.

Sw(p) = (O (4.9)

Ele é renormalizado dando o seu valor e o de sua derivada na sua massa fisica m

lim [iS5'(4)] = 0 (4.10)
li d SN = 4.11
#1_)111}1 ﬁ[z N(/ﬁ)] = 1IN ( . )
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Finalmente, introduzimos as seguintes funcdes de Green de grau de divergéncia igual
a zero. Por conveniéncia sdo escolhidos todos os momentos bosonicos iguais a zero e os

férmions sao colocados na camada de massas.

= Virrs = —2idr (4.12)
= Vireo = —2iAre (4.13)
i = Voooo = —6tAss (4.14)
= Vire = —2Vnro (4.15)
= Vieo = —210, (4.16)
= Vonn = 175G -nvn(0) (4.17)
= Vonn = —1 Gynn(0) (4.18)
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4.2.2 As relagoes impostas pela Simetria Quiral

As Identidades de Ward-Takahaski compativeis com a lei de quase-conservacio da
corrente axial (PCAC) permitem estabelecer relagées algébricas entre as constantes de
subtracao das funcées de Green divergentes da teoria.

No Apéndice D mostramos como estas identidades sao deduzidas a partir da lei
A, (z) = c 7(z) (4.19)

onde 7(z) é o campo renormalizado do pion e ¢ o parametro de quebra de simetria

renormalizado. Em geral temos (veja Sec.(3.2.6))
c= fym? Z71/? (4.20)

O valor de Z;'/? dependera da escolha (arbitraria) para v, naeq.(4.6).

Achamos em seguida o conjunto de Identidades

0 = -cé; -iFi-@h-1 (4.21)
|i
v 0
0 =F € 3 @ i@ 2
+" (422)
/_’P P
)
0 = (4.23)
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0 = (4.24)

0 = (4.25)

0 = (4.26)

0 = (4.27)
\i’\o ;/P,j \k\ P: ;/pal \i\ P }/p:

0 = F / - E 0 ] + v (4.28)
,"P. Tp, ‘5: Permut. /: P x Pal

Em todas as relages acima, afim de simplificar a notacao, ja substituimos o tadpole

pelo seu valor renormalizado F (eq.(4.2)). > p. ... denota a soma sobre o conjunto de

permutagdes {(p1,J), (p2, k), (p3,0)}, e 2(3) a soma sobre as permutagdes {pq, p3, s}
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Afim de estabelecer relagoes algébricas entre as constantes de renormalizacdo definidas
na secao anterior, adicionamos ao conjunto acima a expressao obtida de derivar a Iden-
tidade (4.22) com respeito ao quadrado do quadri-momento, p?>. Impomos que todos
os momentos bosonicos sao iguais a zero e colocamos os férmions na camada de massa.

Obtemos assim, o seguinte conjunto de relagoes

C = - iF D."(0) (4.29)

(4.30)

Y
" G = - 4,4.{iD’®") - iD'(®") (431)
dp <P P dp
]
p'=0 p’=0
[
¥
F = - ‘7{w sx"w)} (4.32)
m m }d:m
\l /j
h ¥
F - = + L T, Ys o (4.33)
m m m 2




F (4.34)
F (4.35)
F (4.36)
F (4.37)

Este conjunto de relagdes, junto com a condi¢ao de que o propagador do pion deve
apresentar um pélo na sua massa fisica m, , faz com que o numero de parametros
arbitrérios originais seja reduzido a quatro pardmetros independentes. Como dissemos
antes, trés destes parametros podem ser identificados com quantidades fisicas para as

quais dispoe-se de valores experimentais bem determinados

m. : massa do pion
m : massa do nucleon
f= i constante de decaimento do pion carregado
Azx : constante de acoplamento m — m renormalizada
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Mostraremos que as relagbes (4.29-37) permitem fazer uma nova escolha destes

parametros para desenvolver a teoria.

Substituindo as egs. (4.5) e (4.20) na relagdo (4.29) obtemos
Fu®= f,m2 z71/? (4.38)

Este resultado, junto do fato que o propagador do pion deve apresentar um pélo na
fisi it amet >em de m2 e Fem]l d

sua massa fisica m,, permite tomar como parametros y* em lugar de m2 e F' em lugar de

fr. A tnica condicio sobre u? é que seja positivo, no restante é arbitrario. Nos célculos

numericos encontramos que u* difere de m2 em menos de um 1% e Z, =1 , portanto F

e fr sdo aproximadamente iguais.

As definigoes (4.5) e (4.7) permitem escrever a eq.(4.30) como

(4.39)
N\ /
N\ /
i F? = M?* - i? (4.40)
N\
N\
e a partir da defini¢do (4.12), obtemos
2F* Ny = M? — 1i? (4.41)

A eq.(4.41) permite tomar M? em lugar de F' (e portanto em lugar de f,) como um
parametro.

Assim, o conjunto de parametros que utilizaremos é

/u2 ’ M? ) m ., Arr

€ como veremos, a teoria depende somente deles.
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4.2.3 As Regras de Feynman para a Lagrangiana

Os propagadores sao obtidos imediatamente notando que eles devem ser iguais aos
propagadores exatos na aproximacao de loop-zero. Assim, seguindo a convencao de By-

orken and Drell 9, temos ( com p?> =s ):

Aq(s) = Ag(s) = An(p)

(4.42)

s — p? s— M? p—m
Combinando as eqs.(4.34-37) podemos escrever
(4.43)
(4.44)
(4.45)
(4.46)

As regras de Feynman para os vértices mesonicos podem ser obtidas a partir das
eqs.(4.43-46), tomando aproximagao a loop-zero em ambos os lados das mesmas, além de

levar em conta a defini¢ao (4.12) para o vértice Vyprrr. Desta forma obtemos:
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\X/ = Vfr(;er = —2tAns (4.47)
VAN
Ve N\
\\ //
;9%7 = Vi), = -2 (4.48)
E - Vfl'(;zrg = —6iArs (4.49)
§ = V) = _9%F)\,, (4.50)
// \\
= VO = _6iF )\, (4.51)

Para escrever as regras de Feynman para os vértices fermionicos, comecamos definindo

o vértice V;nn na aproximagio de loop—zero como

/\ = Vw(](:,)N = 7;vG (4.52)

logo, a eq.(4.33) a loop-zero, nos permite escrever

= vB, =-iG (4.53)
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4.2.4 A Expansao em Loops das Funcoes de Green

Devido as relagbes proporcionadas pelas Identidades de Ward-Takahaski, existem
condi¢des auxiliares entre o ndmero de vértices (V) e o numero de loops para uma dada
funcio de Green, que fazem com que a expansdo em loops coincida com a expansao na
constante de acoplamento Ar,.

Para ver isto, observe-se que F e A, estao relacionadas por (veja eq.(4.41))
2F e = M? — 2
e, a loop-zero, a eq.(4.32) conduz a
FG=m (4.54)
Destas ultimas duas expressées, deduze-se que, a loop-zero

F o \J1? e G o AL/2 (4.55)

Observando as regras de Feynman para os vértices, deduzimos que todos os vértices

o . . . 1/2 L. ” . .
de trés pernas sdo proporcionais a AM2 e os vértices de quatro pernas sdo proporcionais a
Arr. Logo, um grafico contendo N3 vértices de trés pernas e Ny vértices de quatro pernas

dard uma contribuicdo da forma
Gy, Amete/? (4.56)

Por outro lado, para um gréfico de L loops, contendo vértices de trés e quatro pernas,
com E linhas externas e I linhas internas, podem ser estabelecidas as seguintes relagdes

de natureza topoldgica, e portanto dependentes da estrutura do grafico

Ns+ Ny = I—L+1 (4.57)
3N; +4N, = E+2I (4.58)

a partir das quais podemos escrever

1 1
s Nt Ne=g E+L~1 (4.59)
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Expandindo a funcdo de Green em poténcias de A,., temos

G =) Gt/ (4.60)
N3Ny
ou
= \E/2-1 Z GpAL (4.61)

Esta tltima equacao prova que a expansiao em poténcias de A, € equivalente a uma
expansao no numero de loops.

Finalmente, para fixar as constantes de subtracdo as quais permanecem numa dada
fungido de Green em ordem L, podem-se usar as identidades de Ward-Takahaski escritas

anteriormente em ordem L. Por exemplo,

(L>0) (4.62)

(L)
O lado direito desta equacao é finito e define o valor da constante de subtracao em

ordem L do vértice do lado esquerdo.

4.3 Os Propagadores na Aproximacao “One—Loop”

Os propagadores no espaco dos momentos podem ser obtidos por meio da resolucio

da equagao de Schwinger-Dyson. Assim temos

i&ijD;l(S) = i(S,'jA;l(S) + ZW(S) (463)
iD7Y(s) = 1A7Y(s)+X7(s) (4.64)
1Sy () = A (H) +BV( ) (4.65)

onde X* denota a contribucdo total a auto-energia da particula a.
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Para a Lagrangiana do Modelo o-Linear, a equagdo de Schwinger-Dyson na aproxi-

magao de one-loop, conduz a

Kk
- L MM L ()
P P pk p P P
p-k
Kk Kk Kk
'\A/m\/\, (T
=  AAVVAVAN + + AN nAn + ’\/\/\O\/\/\,
P p P P Pk P P > p P P
pk p-k
Kk Kk
) (M) PN
= > + + ——t
p <« p p p pk p p pk p

Devido a que a renormaliza¢ao é puramente subtractiva, podemos escrever

ET(s) = X&(s)+X5(s) (4.66)
Y(s) = XZ(s)+ ZE(s) (4.67)
=N(p) = BZ(8)+ZE(H) (4.68)

com X%¢ denotando a contribugdo a energia proveniente da insercao de contratermos e

& a contribucao dos graficos de Feynman, ndo renormalizados, em ordem de one-loop,

ou seja
Xg(s) = Eo,(s)+ Iyn(s) (4.69)
als) = X%.(s) +X7,(s) + Eiyn(s) (4.70)
SE(#) = EZN.(h) +ER.(8) (4.71)
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onde

. [ d*K
B = —id [ GViA= KOVEAL b= K) (@72
com (usando a notagio de Bjorken-Drell [19)
—Tr para b=c=N,
A= 3 para b=c=moro
1  para b#c
e as expressoes para os propagadores livres (A, . .. ) e para as funcdes vértice (V,r(,f?,, s
sao dadas pelas relagdes obtidas em Sec.(4.2.3) (eqs.(4.42) e (4.47-53)).
Encontramos para os propagadores:
iD7Y(s) = s—pt+X0(s)+ (4.73)
—4X2 F?I3 (s) — 4GPsIL, (s) + 8G? 1y,
iD7Y(s) = s—M?+3%(s) + (4.74)

—6A2, F2I2 (s) — 18A2 _F2I5,(s) — 4G*(s — 4m*) 1, (s) + 8G° I},

WSy (h) = p—m+Ig(s)+

=GP ImIp p(s) + Top(B)] + 3G [y, (s) — J7,( £)]

onde
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. k1
A R S -
m /(27r)4 k2 — m?

. L[ 1
fieuts) = | G g 10

) [ k
o) = [ e e g

4.4 A Introducgao de um “Cutoft”

Nesta secdo pesquisaremos o papel desempenhado por um cutoff no modelo. Como
j& apontamos antes, devido ao fato de que estamos em presenca de um modelo efetivo
somos naturalmente conduzidos a ideia de introduzir um parametro cutoff que fixa a escala
de energia em que o modelo se aplica. Calculamos as integrais I° e J° definidas pelas
eqs.(4.76) realizando uma rotagdo de Wick e introduzindo um cutoff A nos valores dos
quadri-momentos (euclideanos) k£ de cada loop, assim cada uma de tais integragdes fica
restrita a uma esfera compacta |k| < A. Como ja dissemos no comeco, este procedimento
conduz a amplitudes de Feynman finitas, mas ndo preserva as simetrias da teoria original.
No desejo de manter tais simetrias fazemos as subtracoes necessarias afim de satisfazer as
Identidades de Ward-Takahaski compativeis com PCAC e obter desta forma resultados
que contenham a simetria quiral. Na procura de um valor para este parametro cutoff
(considerado da ordem de 1 GeV na literatura) comecamos estudando os propagadores
mesonicos afim de pesquisar o compdrtamento dos pdlos fantasmas (presentes no modelo
renormalizado) em funcdo deste novo parametro. Mostramos que existe um valor de cutoff
critico unico A, para o qual os pdlos nao fisicos desaparecem tanto para o propagador
do pion como para o do méson o. A, é uma funcio dos parametros independentes do
modelo renormalizado, A, = A.(m,m, fz, Arr), €, para um amplo conjunto de valores
do parametro livre Arr, Ac & 1.2 GeV. A, é tnico no sentido de que, para um estabe-
lecido A, desaparecem simultaneamente os pdlos fantasma de ambos os propagadores
mesoOnicos. Logo, fixando o valor do cutoff em A = A, abordamos o estudo do propagador

do nucleon.
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4.4.1 Os Propagadores Mesonicos

As condigdes sobre os propagadores mesdnicos sdo dadas pelas eqs.(4.5-8), as quais

reescrevemos colocando A em evidéncia, como

liné [iD;'(s,A)] = —4° (4.77)
1imi[z'D—1(s N] = m (4.78)
5s—0 d3 i ’

lim [:D;'(s,A)] = —-M? (4.79)
limi[iD_l(s N] = v (4.80)
s—0 dS g ’

Ademais, estes propagadores devem satisfazer a Identidade de Ward-Takahaski

(eq.(4.22)):

(4.81)
a qual conduz as seguintes relagoes entre os parametros (veja eqs.(4.30-31,77-80)):
Ii
v 0
. . 7 _ 2 2yf
 F ])121210 (M* — p*)6;; (4.82)
# P P
s
]
)
v 0

: ) d
o, dp? p = (1 —%)bi; (4.83)
o



Podemos escolher 4, = 1, uma vez que é arbitrario. Assim, o propagador do pion
pode ser achado diretamente a partir da expressdo (4.73) impondo que sejam satisfeitas

as condigoes (4.77) e (4.78) (com ~, = 1). Escrevendo
Th(s,A) = =6+ (Zpm — 1)s (4.84)
(com éu® e Zy sendo fungoes de A) temos

—p? —6p’ + 55(0,A) = —p (4.85)
14 (Zy — 1)+ 25(0,A) = 1 (4.86)

onde X%(0,A) = [d( %(s,A)) /ds],_,-

Das equagoes acima obtemos

sut = TL(0,A) (4.87)
(Zym—1) = — E5(0,A) | (4.88)

Assim, o propagador do pion na aproximagao de one-loop é dado por

iD7Y (s, A) =s— i + X7 (4.89)
com

S = —4G? s I (5, A) — 402 F2Dagu(s, A) + 402 F2sTy,, (0, A) (4.90)

onde I(s,A) = I(s,A) — I(0,A), e cujas expressdes explicitas encontram-se em Apéndice
E.

A partir da eq.(4.83) com 7, = 1 pode-se obter a expressio de v,, ja que o vértice 7-7-o
precisa de somente uma subtragdo (a quantidade a subtrair pode ser escolhida como o valor
da fungao vértice em s = 0, para o qual dispe-se da expressao (4.82)). Logo, conhecido
o valor de 7, pode-se obter a expressao do propagador do méson o mediante a eq.(4.74)
de forma analoga ao caso do pion. Um caminho alternativo, e mais simples, consiste em
deduzir este propagador diretamente a partir da Identidade de Ward-Takahaski dada por

(4.81) como mostramos em seguida.
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A equacao de Schwinger-Dyson para o vértice 7-w-0, na aproximacao de one-loop,

conduz a

|+0 y0
|
= —iXV(s, A 4.91
/ /}Ll%i ¢ (5’ ) ( )
z P P ~p P
VA e

onde XV denota a contribugio a auto-energia do vértice. Podemos escrever
5 (s,A) = S¥(s, A) + Z5 (s, A) (4.92)

com XY sendo a contribugio proveniente da inser¢io de contratermos e XY a dos

graficos de Feynman, nao renormalizados, na ordem de one-loop.
Substituindo as expressdes (4.63), (4.64) e (4.91) na (4.81), a Identidade de Ward-
Takahaski (eq.(4.81)) na aproximacao de one-loop é dada por:

i F | 4615 FXY(s,A) = 8ij {M? — p2 +3%(s,A) — £7(s,A)} (4.93)
]

Tomando o limite s — 0 nesta dltima expressao e tendo em conta as eqs.(4.77),(4.79)

e (4.50) obtemos
2 F2 e + FEV(0,A) = M? — 42 (4.94)
logo, deve-se ter (veja eq.(4.41))

$V(0,A) =0 (4.95)
A expressao para XV (s, A) pode ser facilmente calculada. Na ordem de one-loop temos
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Usando as regras de Feynman para escrever a contribugao de cada um dos diagramas,
observa-se que devido ao fato de que um dos momentos externos é igual a zero cada

uma destas contribugdes pode ser expressada como uma combinacao linear de integrais

da forma dada por (4.76). A condicdo (4.95) conduz a (veja eq.(4.92))
2% (0,A) = —Z%(0,A) (4.96)

e portanto

FXV(s,A) = 16m?G? Lym(s,A) +4F*)2 Inr,(s,A) +
(4.97)
—18X2 F2Inma(s, A) — 6F*\2 1,,(s,A)

Substituindo as expressoes (4.90) e (4.97) em (4.93) a contribugdo em one-loop para

o propagador do méson ¢ é dada por

Y (s,A) = ~6X2 F?I,,(s,A) —18)2 F?Ipa(s,A) +
(4.98)
+4/\ferzsI_A;#(0, A) = 4G? (s — 4m?) Lm(s, A)

Substituindo esta 1iltima expressao na (4.64) obtemos o inverso do propagador do méson o
na aproximacao de one-loop (veja eq.(4.101)). O valor de 7, nesta ordem de aproximagao

pode ser calculado diretamente como
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d
) =1lim —{ iD;'(s,A) } (4.99)

s—0 ds

Resumindo, as expressoes analiticas dos inversos dos propagadores mesonicos na apro-

ximagao de one-loop sdo dadas por

iD7Y(s,A) = 5 —p® — 4G sInm(s,A) — 402, F2Iag,(s,A) + 402, F2s11,,(0, A)
(4.100)

iD7Y(s,A) = s— M*—4G? (s — 4m?) Lnm(s,A) +

(4.101)
—6X2 F*L,,(s,A) — 1802, F2Ipp(s, A) + 42 F2sI;,(0,A)

as quais satisfazem as condigées (4.77-80) com v, = 1 e 7, na aproximacao de one-loop

dado por

A = 14+16m*G*I (0,A) +
(4.102)
—6F2\2 T (0,A) —18)2_F2I,,,(0,A) +4F2)2 I, (0,A)

T Tt Mu

As expressdes explicitas para I My € Iwm sao dadas no Apéndice E. Elas tendem as

renormalizadas quando A — oo [16],
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4.4.2 O Valor Critico do Cutoff A,

Nesta secao discutiremos o comportamento dos pélos fantasma e mostraremos como
podem fixar a escala de energia A.

Como mencionamos antes, na versido renormalizada, tanto o propagador do pion como
o do méson ¢ exibem um pdlo de energia ndo-fisica. No caso do pion este polo encontra-
se situado aproximadamente em s_ ~ —2.5 GeVZ2 A localizacao deste pélo é quase
independente do valor do parametro de renormalizacao livre Ar,. Para o propagador do
méson o, a posicao do pélo fantasma depende fortemente do valor do parametro A, mas,
para um amplo intervalo de valores deste parametro, a localizagao do polo encontra-se
a valores absolutos de energia menores a, ou da ordem de, 1 GeV (valores de A, que
levam a |s_| > 1 GeV, conduzem a existencia de um polo de energia real do propagador
a energias menores a 2m.,).

Introduzindo um cutoff A encontramos que a existéncia de pélos nao-fisicos depende
fortemente do valor do A. Isto pode ser observado nas Figs.(4.1) e (4.2) para os propa-
gadores do pion e do méson o, respectivamente. De fato, na realidade existe um valor de
cutoff critico inico A, para o qual estes pélos fantasmas desaparecem. A, € uma funcio
dos parametros independentes do modelo renormalizado, A, = A.(m,mx, fr, Arx), mas,
para um amplo conjunto de valores de Arr, A. 2 1.2 GeV ( A. étnico no sentido de que,
para um estabelecido A,,, desaparecem simultaneamente os pdlos fantasma de ambos os
propagadores meséonicos). A seguir, apresentamos os argumentos que nos permitem fazer

esta afirmacao.

Investigamos numericamente a existéncia de pélos para valores de s no intervalo
—10°GeV? < s < 0 e valores distintos de A. Assim verificamos que nesta regido de s
negativo, existe um A, = A,(m, M2, yu? Arr) =~ 1.2 GeV tal que para A < A,, tais pélos

nao existem.

Devido ao fato de que a procura numérica de pédlos é limitada, para mostrar que
efetivamente para A < A, nao existem pélos de energia imaginaria, deduzimos as expresoes

analiticas assintéticas para os inversos dos propagadores do pion e do méson o. Devido a
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simetria quiral estas expresées coincidem neste limite e léem-se:

im  [DZY., (s,A)] = || . f(m, M% 4% Are, A) (4.103)
§ — —00 '
A finito
onde
Fim, M Aer, A) = — {1+ 422 _F?11,,(0,A) + 4G* I, (0,A) } (4.104)
Supondo que a expressdao assintética é valida a partir de |s| = 10° GeV? podemos

extrair a seguinte conclusdo. Dado que [tD;*(0,A) = —p? < 0] e [¢D;1(0,A) = —M? < 0],
quando f(m, M?, u?, Arr,A) > 0 temos a certeza de que pelo menos um pélo de energia
imaginario estd presente em algum s negativo. Por outra parte, nido existirao pélos de
energia imaginarios se, além de ndo estar presentes na regido |s| < 10° GeV?, temos
flm, M? 42 \ery A) < 0.

Na Fig.(4.3) mostramos o comportamento de f(m, M2, u?, Arr,A) em funcgio de A.

Definimos A, = A.(m, M?, u?, Azx) como o valor do cutoff que verifica a condigdo

f(m,M2,,u2, ArmyAc) =0 (4.105)

Encontramos que os valores de A, (calculados até a ordem 10~*) coincidem com os en-
contrados numericamente a partir das expressoes exatas dos propagadores (A,). Na tabela
(4.1) mostramos os valores do A, para distintos valores dos parametros {m, M2, u, \rr}.
Como pode observar-se, A, ~ 1.2GeV.

Os argumentos acima expostos permitem-nos concluir que existe um valor critico do

cutoff para a existéncia de pdlos imaginarios.

De agora em diante passaremos a considerar esse valor do parametro cutoff como parte

integrante do modelo.
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Fig. 4.1: Parte real do inverso do propa- Fig. 4.2: Parte real do inverso do propaga-
dor regularizado do méson & como fungio
des. ( Parametros: m = 938 MeV, M =

600 MeV , p = 140 MeV |, Apr = 19.679. )

gador regularizado do pion como fungio
des. ( Parametros: m = 938 MeV, M =
600 MeV , i = 140 MeV , Ary = 19.679.)

f(m,M2, 4% a,.)
N

A (Gev)

Fig. 4.3: f(m.M? p? Arr, A) como uma fungio de A.
( Parimetros: m = 938 MeV , M = 600 MeV , p = 140 MeV , Axr = 19.679 ).
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(GeV) | (GeV) | (GeV) || (GeV)
0.938 0.550 0.139 1.2218

Tab. 4.1: Conjunto de pardnetros para os quais
f(mr M2, [l2, A7|'7|'7 AC) = 01

0.140 ) 1.2220 Onr = (M? — 42)/(2F%) | F =93 MeV ).
0.600 0.139 1.2134

0.140 1.2136
0.650 0.139 1.2046

0.140 1.2048
0.700 0.139 1.1954

0.140 1.1956

4.4.3 O Propagador do Nucleon

O propagador do nucleon é dado por (veja eq.(4.75))

iSF' (B, A) = p—m+ZE(h,A) + ZG( 4, A) (4.106)

56 (6 A) = =GP [mIyp (s, A) + Jops(p, )]+ 3GP[mI;, (5, A) = J7 (£, A)] (4.107)

Este propagador deve satisfazer (veja eq.(4.10-11)):

}i_gln LSy (p,A)] = 0 (4.108)
lim - [iS3(pA)] = 4.109
z,ggi;i—ﬁ[zfv(ﬁ, )] = (4.109)

As Identidades de Ward-Takahaski estabelecem relagbes entre este propagador e os

133



vértices NN7 e NNo através de (veja eqs.(4.23-24))

F=m

Os graficos de Feynman que contribuem para a auto-energia do propagador do nu-
cleon apresentam (além das divergéncias logaritmicas) divergéncias lineares, as quais nao
existem nos vértices e portanto estas podem ser ignoradas (subtraidas). Logo, podemos

SE(pA) = —mE (s, A)~ pZ,(s,A) (4.110)

As expressdes explicitas para Yy e X, sdo dadas no Apéndice E.

Escrevendo a contribugio para a autoenergia devida a inser¢ao de contratermos como
SE(pA) = —6m+ (Zp —1) p (4.111)
as condicdes (4.108-109) conduzem a
—ém+ (Zp —1)m+ XY (m,A) = 0 (4.112)
1+ (Zp — 1)+ 38 (m,A) = A~ (4.113)
onde N(m, A) = [d( ZX(p,A)) /dp] Jom - Das equagdes acima, obtemos

ém = (Zp—1)m+ XN (m,A) (4.114)
Zp = v —XN(m,A) (4.115)
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Substituindo XY dado por eq.(4.110) e £Y dado por eqs.(4.111) e (4.114-115) na
expressio (4.106) obtemos, no limite A — oo , a expressdo renormalizada do propagador
do nucleon €,

No caso A = A., uma tal substitucdo conduz a uma teoria dependente de cinco
parametros. Como destacamos no comego, desejamos que a teoria regularizada assim
como a renormalizada dependa de s6 quatro parimetros independentes, o que é uma
condicao essencial para que a teoria resultante preserve PCAC.

Antes da introdugio do cutoff, a escolha mais apropriada foi {m, m, fr, Azz}, j& que
trés destes parametros podem ser identificados com quantidades fisicas para as quais
dispoe-se de valores experimentais bem determinados. No presente, achamos que a escolha

mais apropriada para o conjunto de parametros independentes é
{mamra f7F7 AC}

ja que podemos continuar associando trés deles com quantidades fisicas com valores ex-
perimentais bem determinados, e, A, d4 conta da escala de energia do modelo.

Para estabelecer a dependéncia de A,, com respeito ao novo conjunto de parametros,
pedimos que o seu valor seja tal que o propagador do nucleon apresente um pdlo na
sua massa fisica (sem necessidade de subtragbes) e a0 mesmo tempo permita uma inter-
pretacao autoconsistente das propriedades fisicas associadas aos propagadores.

A teoria pode continuar sendo desenvolvida com base no conjunto {m, M2, u? A\,}, 0
qual estd vinculado ao novo conjunto por meio das Identidades de Ward—Takahaski (veja

Sec.(4.2.2)) e da condigao
SN (m,A) =0 (4.116)

Como dissemos na secao precedente, a massa do pion depende fortemente de u e é
quase independente dos valores dos outros parametros. Através da relagao 7R p? =
fxm2 (eq.(4.38)), é trivial que a dependéncia de F com o cutoff seja muito fraca. Por-
tanto, substituir o parametro A, pelo parametro A, como parametro independente conduz

quase-diretamente a previsao das propriedades do méson o.

A condiggo TN (m,A.) =0 conduz a

dm = (Zr - 1)m (4.117)
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e portanto o propagador do nucleon é dado por

IS pA) = p—m+(Zr—1)(p—m)—mI,(s,A)— pE,(s,A,) (4.118)
onde

Zp =y — LN (m, A,) (4.119)

Para ter um nucleon na regiao assintética, devemos impor que yy = 1 . Por outra
parte yv > 1 (Zy < 1) nos permite atribuir sentido fisico a parte imaginaria do propa-
gador. Se supomos que o continuo da conta dos estados ressonantes, existe probabilidade

maior que zero de encontrar estes estados ressonantes na regido assintotica.

Estudamos o caso Zr =1, (a saber, ndo impomos condi¢ées de renormalizacao ao

nucleon, SN(4,A,) =0 ) logo
ISP (P A) = p—m—mE(s,A)— pSu(s, Ac) (4.120)
com
w=1+%N(m,A,) (4.121)

A expressdo explicita para Eg(m, A) é dada no Apéndice E.
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Capitulo 5

Renormalizacao vs. Regularizacao
do Modelo s—Linear

Analise Numeérica e
Interpretacao dos Resultados

Estudamos numericamente os propagadores do pion, do méson ¢ , e do nucleon do
Modelo o-Linear no contexto SU(2) ® SU(2) %], na aproximagio de “one-loop”.

Mostramos que se o modelo é renormalizado, os propagadores mesonicos exibem pdlos
de energia imaginaria. Além disto, as propriedades do continuo ndo apresentam uma
interpretagdo fisica clara. Logo investigamos com algum detalhe o comportamento dos
pdlos de energia do propagador do pion permitindo que a constante de acoplamento 7N,
(G), varie. Mostramos que o pélo fantasma continua existindo, no entanto, a posigao
deste vai para o infinito (com um residuo indo para zero) quando G — 0.

Em seguida mostramos o comportamento dos propagadores quando é introduzido um
cutoff no modelo, seguindo a linha estabelecida no capitulo anterior. Pode-se observar
(e foi demonstrado na Sec.(4.4.2)) que os pélos fantasma de energia desaparecem para
valores do cutoff menores ou da ordem de A, ~ 1.2 GeV. Discutiremos as caracteristicas
gerais do comportamento para valores deste parametro cutoff menores que A..

Finalmente, apresentamos os resultados da nossa versdo regularizada (i.e., os resul-
tados obtidos autoconsistentemente quando o cutoff é fixado em A = 1.2 GeV = A,).
Como veremos é possivel dar uma interpretagao fisica as propriedades associadas aos

propagadores.
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5.1 Notacao e Definigoes

Continuamos a utilizar a notacao definida no capitulo anterior. Como foi demonstrado
(ver Sec.(4.2.2) e Sec.(4.4.3)) a versdo renormalizada assim como a regularizada, podem

ser desenvolvidas em fun¢do dos parametros

pr, M?, m, A, (5.1)
Os resultados que apresentaremos neste capitulo sao dados em fungao do conjunto

pt, M*, m, F (5.2)

onde F esta relacionado com o conjunto de parametros dado por (5.1) através da expressao

(ver eq.(4.41))

M2 Y
Arr = a (5.3)
2F?
Os pélos reais dos propagadores devem representar a particula fisica, ou seja,
* a massa do pion é obtida a partir da equagao
iD7Y(m?) = 0 (5.4)

e o fator de renormalizacao do campo do pion (residuo do seu propagador) é dado por

d .
[—— zD;l(s)] =2z! (5.5)
ds s=m?

* geralmente, a massa do méson o e o fator de renormalizagdo do seu campo sao obtidos,

respectivamente, a partir das equagoes

Re [«D;'(m2)] = 0 (5.6)
Re [j—SiDgl(S)]szmg = z;! (5.7)



A razdo para tomar a parte real nesta ultima expressao é que se my; > 2m, o méson

o pode decair em pions e o propagador torna-se complexo.

* a massa do nucleon é obtida a partir da equagao
i Syt (m) =0 (5.8)

e o fator de renormalizacao da fungdo de onda (residuo do propagador) é dado por

[ é i S&l(m] T (5.9)

Na analise dos propagadores interpretamos a parte imaginaria dos mesmos como es-
pelhando o continuo. Definimos assim a densidade de Intensidade no continuo para os

respectivos propagadores como

ir(s) = ;lr— Im{iD.(s) } (5.10)
ir(s) = —3; Im{iD,(s) } (5.11)
in(p) = = Im{ iSn(p)) (5.12)

onde p = ++/s.
Esta interpretacao da parte imaginaria do propagador nos sugere que o méson o deve
manifestar-se como uma ressonancia centrada em s = m2. A largura desta ressonancia

pode ser calculada como [123l;

T, = (5.13)
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5.2 Versao Renormalizada

Como j4 indicamos, as caracteristicas da Lagrangiana do Modelo o-Linear SU(2) ®

SU(2) permitem utilizar técnicas de renormalizacdo. As expressoes renormalizadas dos

propagadores, foram obtidas por D.Bessis e G.Turchetti 1

uma analise quantitativa de tais expressoes.

| . Nesta se¢io apresentamos

5.2.1 O Propagador Renormalizado do Pion : D,(s)

O propagador do pion apresenta, além do pélo de energia fisica correspondente a massa

do pion s;, um pdlo nao fisico s_ (veja Fig. 5.1.a e Tab. 5.1).

Na tabela 5.1 pode observar-se que a massa fisica do pion é pouco sensivel a massa
M e é muito préxima a massa u. O pdlo ndo fisico sempre estd presente dentro de um
intervalo bastante grande de valores do pardmetro M . As caracteristicas da intensidade
no continuo, ¢,(s), sdo mostradas na Fig. 5.1.b. Na tabela 5.1 podem ser observadas as

posi¢oes dos méaximos de intensidade (s;, j=1,2), e o valor da correspondente intensidade

Zj.

M u S— Sy s1 1 S2 12
(GeV) | (GeV) || (GeV?) | (GeV?) || (GeV?) | (GeV™2) | (GeV?) | (GeV™?)
0.50 0.14 | -2.5046 | 0.0194 0.512 | 3,478.1072 | 5.029 | 7,288.1073
0.50 0.15 -2.5146 | 0.0222 0.525 | 3,223.107% | 5.029 | 7,283.1072
0.55 0.14 || -2.4797 | 0.0194 0.597 | 3,427.1072 | 5.014 | 7,321.1073
0.55 0.15 -2.4902 | 0.0222 0.612 | 3,202.1072 | s5.017 | 7,316.1073
0.60 0.14 || -2.4546 | 0.0194 0.689 | 3,305.1072 | 4.998 | 7,358.1072
0.60 0.15 -2.4653 | 0.0222 0.705 | 3,108.10~% | 5.001 | 7,352.1073
0.65 0.14 || -2.4296 | 0.0194 0.588 | 3,134.1072 | 4.980 | 7,398.1073
0.65 0.15 -2.4406 | 0.0222 0.804 | 2,963.1072 | 4.983 | 7,392.1073
0.70 0.14 || -2.4049 | 0.0194 0.892 | 2,933.107% | 4.961 | 7,440.1073
0.70 0.15 -2.4161 | 0.0222 0.909 | 2,785.1072 | 4.963 | 7,433.1073

Tab. 5.1 : Pdlos e maximos de intensidade no continuo do propagador renormalizado do pion.

(Parimetros: m = 0.938 GeV ; F = 0.093 GeV)
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Fig. 5.1.a: Parte real do inverso do propagador re-

normalizado do pion como fungdo des ( paradme-

tros: m = 938 MeV , p = 140 MeV , F = 93 MeV).

0.04

—— M=05Gev
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Fig. 5.1.b: Intensidade no continuo do
pion como fungdo de s (pardmetros: m =
938 MeV, p = 140 MeV , F = 93 MeV ).

5.2.2 O Propagador Renormalizado do Méson ¢ : D,(s)

O propagador do méson o nio apresenta pdlos reais de energia para M g 0.7 GeV
(valores de M > 0.7 GeV conduzem ao aparecimento de pélos reais a energias menores
que 2m,). Nio obstante, um pélo de energia imaginaria s_ esta presente (Fig. 5.2.a).
A localizagao deste pélo fantasma é muito mais sensivel a massa M que a massa p. O
seu valor absoluto aumenta com M (Tab. 5.2). Observe-se que uma das justificativas da
existéncia do pdlo de energia imaginéria apresentado pelo propagador do pion consiste em
argumentar que o mesmo aparece fora do intervalo de validade do modelo [*7; no entanto,
uma tal argumentacao nao pode ser aplicada ao caso do méson ¢, pois a posi¢ao do seu pdlo
fantasma encontra-se dentro do intervalo no qual espera-se que a teoria tenha validade.
Para valores de M no intervalo [0.3 GeV , 0.7GeV] nao achamos zeros de Re[ 1D, !(s) ]
na regiao de energias onde a contribugao dominante é devida ao acoplamento a dois pions
(le. 4p® < s <4M?).

As caracteristicas do continuo podem ser observadas em Fig.(5.2.b). A posigdo dos
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maximos (s;, j = 1,2,..) e o valor das correspondentes intensidades (z;) sdo mostrados em

Tab.(5.2). As caracteristicas do continuo nio apresentam uma clara interpretacao fisica.

M i S $1 7 S2 12 S3 23
(GeV) | (GeV) || (GeV?) || (GeV?) | (GeV™2) | (GeV?) | (GeV™2) | (GeV?) | (GeVT?)
0,50 0,139 || -0,4205 0,099 | 4,795.107 | 1,069 | 2,946.10"! | 2,396 | 5,292.107!
0,50 0,140 || -0,4195 0,101 | 4,747.1071 1,069 | 2,949.107 | 2,395 | 5,306.107}
0,55 0,139 || -0,5435 0,091 | 6,121.107! 1,229 | 3,581.10~ 2,416 | 3,697.1071
0,55 0,140 || -0,5421 0,092 | 6,065.107 | 1,229 | 3,590.107' | 2,414 | 3,705.107!
0,60 0,139 || -0,6936 0,084 | 8,164.107' | 1,440 | 4,575.107' | 2,260 | 2,763.107!
0,60 0,140 || -0,6917 0,085 | 8,088.10~? 1,440 | 4,554.107! 2,251 | 2,770.107!

0,65 0,139 -0,8741 0,080 1,250 1,690 5,150.107* — —_
0,65 0,140 -0,8715 0,081 1,236 1,690 5,172.107* — o
0,70 0.139 -1,0875 0,078 3,155 1,959 4,255.107! — —
0,70 0.140 -1,0842 0,079 3,075 1,959 4,249.107! — —_—

Tab. 5.2 : Pdlo e mdximos de intensidade no continuo do propagador do méson o
(Pardmetros: m = 0.938 GeV ; F = 0.093 GeV)

2 1.0 ]
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Al .
\ :
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L K : &
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Q AN 5
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~— ~
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L]
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""""" 02
 comeco do
: continuo
-2 L 1 L Z L 1 s 0.0 " 1 o
-2 1 0 1 2 0 1 2
s (Gev?) s (Gev?)
Fig. 5.2.a: Parte real do inverso do propagador re- Fig. 5.2.b : Intensidade no continuo do
normalizado do méson o como fungio de s (parime- méson o como fungdo de s (pardmetros: m
tros: m = 938 MeV , u = 140 MeV, F = 93 MeV ). = 938 MeV, u = 140 MeV, F = 93 MeV ).
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Sn(p)

O propagador fermionico apresenta um polo na massa fisica do nucleon com residuo

5.2.3 O Propagador Renormalizado do Nucleon :

igual a unidade ( o qual foi imposto pelas condi¢des de renormalizacdo ) e ndo apresenta
pélos de energia imaginaria (Fig. 5.3.a).
As caracteristicas do continuo sdo mostradas na Fig. 5.3.b. As posi¢des dos maximos

de intensidade (p;, j=1,2) e os respectivos valores destas intensidades (i;) sdo mostradas

Real [Sy' (p) . §¢" (P)] (Gev?)

na tabela 5.3.

M P1 1 P2 12
(GeV) || (GeV) (G’eV‘l) (GeV) (G'eV_l)
0,50 1,238 | 6,023.1072 || 1,642 | 8,984.1072
0,55 1,253 | 6,806.1072 || 1,703 | 8,414.1072
0,60 1,267 | 7,521.1072 || 1,762 | 7,938.1072
0,65 1,281 | 8,171.1072 || 1,819 | 7,535.1072
0,70 1,294 | 8,761.1072 || 1,874 | 7,190.1072

Tab. 5.3 : Maximos de intensidade no continuo do propagador do nucleon.
(Parametros: m = 0.938 GeV ; g = 0.140 GeV ; F = 0.093 GeV)

6 0.10
4L —— M=05Gev ::=0'5Gev
---- M=06Gev 0,08 |- =0.6 Gev
--------- M=0.7 Gev
2+
—~ 006
"_>
[
o
g 004 -
Z
0,02 |-
-6 1 ] 1 0'00 IJ L 1
-4 -3 2 1 4 0 1 2 3 4
s p (Gev)
Fig. 5.3.a: Fig. 5.3.b:

Intensidade no continuo do nucleon

Parte real de [ Sy'(4) - Sy'(—4)]

( Parametros: m = ( Parametros: m =

como fungao de s.
938 MeV, u = 140 MeV, F = 93 MeV.)

como fungio de s.
938 MeV, u = 140 MeV, F = 93 MeV )
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5.2.4 O Comportamento dos Pdlos do Propagador do Pion em
Funcao da Constante de Acoplamento Pion—Férmions

O objetivo desta investigacao foi estudar com alguns detalhes os pdlos do propagador
renormalizado do pion.

A massa do pion manifesta—se como um pdlo de energia real do propagador, mas o
modelo apresenta uma solugao nao fisica (pdlo de energia imaginaria). A ocorréncia do

pdlo imaginario ainda hoje esta sendo discutida.

Segundo R.J.Perry ')"...A solucdo néo fisica aparece devido & auséncia de liberdade
assintética do modelo...O valor absoluto desta energia estd acima do regime de valores

onde espera-se que tais modelos efetivos produzam uma descricao de hadrons...”

Segundo L.Wilets 124, poderia existir alguma relacio entre os pélos imaginarios que

apresentam os seguintes one—loops
s >
-->- - - - ) Ly ',

Com a finalidade de colaborar com as investigacoes que estavam sendo realizadas pelo

Dr. Wilets, fizemos uma analise do comportamento do pdlo imaginario apresentado pelo
propagador renormalizado do pion obtido no Modelo o—-Linear na aproximagao de “one-
loop” em fungdo da constante de acoplamento pion—nucleons.

Na expressio deste propagador para G ~ 10, temos F? ~ 107%*G? GeV?2. Por outro
lado, o nosso interesse era o comportamento do pélo de energia imaginaria do propagador
do pion quando consideramos contribugdes a autoenergia provenientes dos “one-fermions-
loop” (ja que sao essas contribugdes as responsaveis da instabilidade do vécuo, e portanto,
da ocorrencia destes pélos fantasma ['71). Por essas razoes, desprezamos a contribugao “-

»

o”. Permitindo que a constante de acoplamento varie, obtivemos os valores numéricos

listados na tabela 5.4.
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G || s$0(GeV?) | Rest™) || s(4) (GeV)? | Restt)
1 -9,1.10%7 ? 0.019 1.000
2 -125938 -0.101 0.019 1.000
3 -510.495 -0.244 0.019 0.997
5 -22.998 -0.483 0.019 0.994
10 -2.681 -0.812 0.019 1.017
20 -0.573 -1.005 0.018 1.071
50 -0.100 -1.354 0.016 1.383
100 -0.033 -2.142 0.012 2.163

Tab. 5.4: Pélos e correspondentes residuos do propagador renormalizado do pion em fungao

da constante de acoplamento 7-N  (parimetros: g = 0.139 GeV, m = 0.938 GeV).

Uma analise dos resultados conduz as seguintes conclusGes:

% O polo real é muito estavel para G < 20.

% O valor absoluto do pdlo de energia imaginéria torna-se muito grande quando G é

pequena.

Estavamos inclinados a pensar que o valor absoluto do pélo tenderia para infinito , e
seu residuo a zero, para valores de G tendendo a zero. A fim de verificar estas suposigdes
fizemos uma aproximacio assintética nas expressoes do propagador e sua derivada, no
limite s — —oo. A partir delas achamos as seguintes expressdes para o pédlo e o seu

residuo

x\2
Spdlo = —m2el¥E) +2 (5.14)

G2
Res]s=spélo = —'471_—2 (515)

Como pode observar-se na tabela (5.5), estas expressdes apresentam uma boa concor-

dancia com os valores numéricos para G < 3.
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G ;Zl);eor- ;:l):um- Regt—)teor Resg(—)num.
0.5 || -2,5.10%° | -2,5.10%° -0.006 ?

1 || -9,1.10*" | -9,1.10"7 -0.025 ?

2 || -125960 | -125938 -0.101 -0.101
2.5 -3607 -3591 -0.158 -0.158

3 -523 -510 -0.228 -0.244

5 -31 -23 -0.630 -0.483

Tab. 5.5 : Pdélos fantasma e correspondentes residuos do propagador renormalizado do pion como fungio da
constante de acoplamento 7-N ( o indice “teor.” indica que o valor tabulado foi obtido a partir das egs.
(5.13-14), “num.” refere-se aos valores achados numericamente a partir da expressido exata do propagador).

(Parametros: g = 0.139 GeV, m = 0.938 GeV)

E portanto para G — 0 temos que

Spblo — —O0
(5.16)
Res — 0

Assim, concluimos que, enquanto existir um acoplamento 7—-N maior que zero, o

pélo fantasma estard presente.

5.3 Versao Regularizada

Nesta secao mostramos o papel que desempenha um parametro cutoff no modelo, o qual
fixa a escala de energias. A introducao deste é realizada de acordo com os procedimentos
estabelecidos no capitulo anterior. Neste estdgio é importante observar que a introducgio
deste parametro cutoff sem levar em conta os requerimentos da simetria quiral
conduz a resultados totalmente insatisfatérios, por exemplo, para valores do cutoff
da ordem dos utilizados na literatura ou superiores, o propagador do pion apresenta um

unico pdlo de energia imagindria e residuo positivo.
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Abaixo sao apresentados os resultados obtidos de uma analise quantitativa de nossas

expressoes regularizadas.

5.3.1 Os Propagadores Regularizados Mesonicos

O propagador do pion exibe um pélo na sua massa fisica m,, para valores do parametro
¢ muito préximos a ela (m2 ~ u?) e valores do pardmetro F' ~ f.. Este pélo é muito
estavel com relacio a todos os outros parametros. A existéncia de um pélo de energia
imaginaria depende fortemente do valor do cutoff, como pode ser observado na figura
(5.4.a), a qual foi construida com M = 0.6 GeV e variando A. Na fig.(5.4.b) mostra-se a
fraca dependéncia com M para A fixado em 1 GeV. Quando A — A, ~ 1.2GeV, o valor
absoluto do pdlo de energia imaginaria aumenta rapidamente, até desaparecer no infinito.
Como foi demonstrado na Sec.(4.4.2), para A < A, ndo existem tais fantasmas.

As caracteristicas do continuo sdo sensiveis a A e a M , como pode ser observado nas
figuras (5.4.c) e (5.4.d), as quais foram construidas fixando M = 0.6 GeV e A = 1 GeV

respectivamente.

O propagador do méson ¢ nao apresenta pdlos de energia real para M 650 MeV.
Como no caso do pion, a existéncia de um pélo de energia imaginaria depende fortemente
do cutoff, como pode ser observado na figura (5.5.a), a qual foi construida com M = 0.6
GeV e variando A. Este pdlo desaparece simultaneamente com o do pion quando A = A,
e para A < A. o propagador nio apresenta fantasmas (ver Sec(4.4.2)).

As caracteristicas do continuo sao muito sensiveis a A e a M , como pode ser observado
nas figuras (5.5.c) e (5.5.d), as quais foram construidas fixando M = 0.6 GeVe A =1 GeV
respectivamente. Comparando as figuras (5.5.a) com (5.5.c) e (5.5.b) com (5.5.d) vemos
que as caracteristicas do continuo sao altamente influenciadas por um zero da parte real
do inverso do propagador. Para A < A, e M < 0.650 GeV um zero ocorre na regido de
energias onde a contribu¢ao dominante é devida ao acoplamento a dois pions. Isto gera

uma ressonancia que poderia ser interpretada como uma particula escalar.
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pagador regularizado do pion como fungio
de s. ( Parimetros: m = 938 MeV , M =
600 MeV , p = 140 MeV |, F = 93 MeV. )
0
Fig. 5.4.c: Intensidade no continuo do pion

como fungao de s (parametros: m = 938 MeV,
M = 600 MeV , g = 140 MeV , F = 93 MeV).
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140 MeV ,F =93 MeV, A =1GeV ).
0.06
— M=05Gev
r " ---- M=06Gev
0,04 -
0,02 -
0,00
0
s (Gevz)

Fig. 5.4.d: Intensidade no continuo do pion

como fungdo de s (parametros: m = 938 MeV,
p =140 MeV ,F=93MeV, A =1GeV).
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Real [Sy'(p) . §y'¢p)] (Gev?)

5.3.2 O Propagador Regularizado do Nucleon

O propagador do nucleon (eq.(4.120)) apresenta um pdlo de energia real, p4, na massa
fisica do férmion quando M ~ 520 MeV, dependendo fracamente do valor do cutoff (ver
Tab. 5.6). Além disto, o propagador nao apresenta pdlos de energia imaginaria (ver
Fig.(5.6.2)).

As caracterfsticas do continuo sio mostradas na tabela (5.6) e na figura (5.6.b), as
quais foram construidas com valores dos parametros compativeis com os utilizados nos

outros propagadores e escolhendo M de forma que o pélo de energia se manifeste na massa

fisica do nucleon.

20 0,10

A=1Gev

0,08

| \ 006
‘l->
0 / (aD) |
B o004
=
-10
0,02 -
I
200 ooy Ly b . |
4 3 2 1 0 1 2 3 4 00 ; ; 3
s (Gev?) P (Gev)
Fig. 5.6.a: Fig. 5.6.b:
Parte real de [Sy'( 6, A) - Sy (= 4, A)] Intensidade no continuo do nucleon
como funcao de s. ( Parimetros: m = como fungio de s. ( Parimetros: m =
933 MeV |, M = 529 MeV , u = 140 938 MeV , M = 529 MeV , p = 140
MeV ,F=93MeV, A =1GeV.) MeV ,F=93MeV, A =1GeV.)
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A M S4 P1 i] P2 iz
(GeV) | (GeV) || (GeV?) || (GeV) | (GeV™Y) | (GeV) | (GeV™Y)

0,95 | 0,533 || 08798 || 1,315 | 2,802.1072 | 1,861 | 7,886.1072
1,00 | 0,529 || 0,8799 | 1,314 | 2,597.10~2 | 1,874 | 7,583.1072
1,10 | 0,522 || 0,8796 || 1,312 | 2,259.1072 | 1,895 | 7,050.1072
1,20 | 0518 || 0,8801 | 1,312 | 2,015.107 | 1,913 | 6,593.1072
1,30 | 0,514 || 0,8796 | 1,312 | 1,813.107% | 1,924 | 6,200.1072
1,40 | 05512 || 0,8801 | 1,313 | 1,660.107% | 1,931 | 5,857.1072

1,50 0.510 0,8801 1,314 | 1,531.1072 1,934 | 5,556.1072

Tab. 5.6 : Pdlo e madximos de intensidade no continuo do propagador do nucleon.
(Parametros: m = 0.938 GeV ; p = 0.140 GeV ; F = 0.093 GeV)

5.3.3 Os Resultados Autoconsistentes para A = A,

Ao fixar A = 1.2 GeV = A, os resultados autoconsistentes sdo obtidos para M =
518 MeV (os valores dos parametros u? e F sao fixados pela condicdo que o propagador
do pion apresente um pdlo na sua massa fisica, e, como ja apontamos, a ocorréncia deste

polo é quase independente dos valores dos parametros M e A).

O propagador do pion exibe um pdlo na sua massa fisica m, e nao apresenta polos de
energia imaginaria.
N3o nos deteremos no continuo desta particula, desde que acreditamos que o pion é

descrito melhor por pares quark-antiquark como é feito com o mesmo modelo na ref.[20).

O propagador do méson ¢ nio apresenta pélos. Um zero da parte real do inverso do
propagador ocorre a uma energia /s, ~ 881 MeV.

Como dissemos antes, as caracteristicas do continuo sido muito sensiveis a A e a M.
Assim para A = 1.2 GeV obtemos uma forte ressonancia centrada a /s = 881 MeV (em
correspondencia com o zero da parte real do inverso do propagador) com uma correspon-

dente largura I' = 363 MeV (ver Fig 5.7). Estas caracteristicas podem ser interpretadas
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como dando conta de uma particula escalar 0%, i.e., o méson 0. Os valores obtidos para

m, e I', sdo razoaveis, a saber, estdo em concordancia com os resultados de outras teorias.

O propagador do nucleon (eq.(4.120)) nao apresenta pédlos de energia imaginaria e
exibe um pélo de energia real, na massa fisica do nucleon. Observe-se que a exigéncia de
que o propagador apresente tal pélo para A = 1.2 GeV é a condigao que fixa o valor do
parametro M em 518 MeV (ver Sec(4.4.3)).

As caracteristicas do continuo correspondem aquelas mostradas na Fig.(5.6.b). Como
pode ser observado temos duas ressonancias: uma delas correspondendo ao acoplamento
dos nucleons ao pion em p; ~ 1.3 GeV e a segunda, devida ao acoplamento dos nucleons

com o méson o em p; ~ 1.9 GeV (ver Tab. 5.6) Ambas podem ser associadas a valores

experimenta’is.

2,0

(Gev? )

i,(s.AL)

05 H

0'0 i 1 L 1 L f
0 1 2 3 4
5 (Gev 2 )

Fig. 5.7: Intensidade no continuo do propagador do méson ¢ como fungao de s.

(Pardmetros: m = 938 MeV, M = 518 MeV, u = 140 MeV, F = 93 MeV, A = 1.2 GeV.)
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5.4 Principais Semelhancas e Diferencgas entre
as Versoes Renormalizada e Regularizada
do Modelo c—Linear

Nesta secao trataremos de organizar e resumir as principais semelhancas e diferencas

entre as versOes renormalizada e regularizada do Modelo o-Linear:

* Sobre o propagador do pion:

Em ambas as versoes o pélo fisico do pion depende essencialmente apenas da massa y
e do parametro F, sendo bastante estavel com relagdo aos outros parametros. O continuo
deste propagador é bastante semelhante em ambos os modelos e, por razdes fisicas, nao foi
explorado aqui. A principal diferenca esta no fato de que a introducéo do cutoff (A < A.)

evita o aparecimento de pdlos nao fisicos.

* Sobre o propagador do méson o :

Na versao renormalizada o propagador do méson ¢, além de apresentar um pdélo fan-
tasma para valores de energia dentro do intervalo no qual se espera que o modelo produza
uma boa descricdo desses mésons, para valores de M no intervalo [0.3 GeV , 0.7 GeV |
nao existe um zero de Re[:D;!(s)] na regido de energias onde a contribucdo dominante
é devida ao acoplamento a dois pions. Consequentemente, também nao aparecem res-
sonancias para valores razodveis de energia (i.e., valores da ordem dos obtidos por outras
teorias). As caracteristicas do continuo sio de dificil interpretacéo hoje.

A introducao de um cutoff no modelo mostra que este propagador € altamente sensivel
ao valor do mesmo e a0 da massa M. Para valores de A > 15 GeV recuperamos as ca-
racteristicas do modelo renormalizado. No entanto, quando este valor decresce as ca-
racteristicas mudam drasticamente, de modo que ao nos aproximarnos do valor critico
Ac. = 1.2 GeV por valores superiores, o pdlo fantasma tende a desaparecer bruscamente.

Simultaneamente um zero da parte real de ¢D;!(s,A) vem da regiao em que as con-

4 Y

tribucoes em “one-loop” sdo devidas aos acoplamentos “ 7-7-0 ” e “o-0-0 ” para a regiao
onde tais contribucdes sdo devidas aos acoplamentos “ 7-7-¢ ”. Isto gera uma ressonancia
(cujo maximo esta em correspondéncia com o zero discutido anteriormente) que poderia

ser interpretada como uma particula escalar. A posicao e a largura dessa ressonancia
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dependem fortemente de M.

*  Sobre o propagador do nucleon :

Para o caso renormalizado ndo hd muito o que discutir uma vez que o propagador
reflete precisamente as imposi¢des da renormalizagao, i.e., que exista um pélo de residuo
unitario na massa fisica do nucleon.

Ao introduzirmos o cutoff observamos que para valores do mesmo da ordem dos uti-
lizados na literatura a autoconsisténcia é obtida para valores de M =~ 0.52 GeV'.

Ao fixarmos o valor do cutoff em A = 1.2 GeV, e relaxarmos a condicao vy = 1
(veja eq.(4.120-121)) podemos interpretar fisicamente o continuo do nucleon, encontrando
assim duas ressonancias que podem ser associadas as ressonancias de Ropper.

Simultaneamente, este conjunto de parametros prevé que a intensidade no continuo
do propagador do méson ¢ apresenta um maximo centrado em /s = 881 MeV com uma
largura de 363 MeV. Vemos ainda que as caracteristicas de interpretagdo duvidosa na
versao renormalizada desaparecem. Logo, a ressonancia supracitada pode ser interpretada
como a particula escalar 0F.

Assim, esta versdo regularizada do modelo faz com que os resultados fisicos emerjam

numa forma natural, além de nio entrar em contradi¢ées com predic¢oes de outras teorias.
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Capitulo 6

Conclusoes e Perspectivas

Neste trabalho apresentamos uma andalise detalhada do Modelo o-Linear na aproxi-
magao one-loop para compreender o papel representado pela renormalizagdo em modelos
efetivos.

Concluimos que na versio renormalizada aparecem poélos fantasma e que € dificil dar
uma interpretacado fisica aos resultados. Quando o modelo é olhado como um modelo
efetivo construido para descrever a fisica de hadrons a baixas energias, em particular pro-
priedades do méson o e dos nucleons, um valor de cutoff é parte das defini¢ées do modelo.
No entanto a introducdo desse parametro deve ser feita de modo a respeitar as relacoes
de simetria do modelo original. De outra forma, a violagdo dessas simetrias manifesta-se
em resultados nao fisicos. Este fato nos sugere fortemente um procedimento para regu-
larizagdo: ele deve ser construido de maneira paralela a um processo de renormalizacao,
l.e., deve manter as invariangas originais da Lagrangiana.

Apés implementar este esquema de regularizacido, mostramos aue existe um valor
de cutoff maximo A, &~ 1.2 Gev abaixo do qual os pélos fantasma desaparecem e uma
interpretacao fisica pode ser dada para os propagadores dos mésons e do nucleon.

O aparecimento de pélos fantasma em tais propagadores é certamente bem conhecida
desde muitos anos em fisica nuclear relativistica 1% 127 ¢ virias interpretacbes deles

podem ser encontradas na literatura. Alguns consideram que eles sdo um sinal da in-
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consisténcia de qualquer teoria de campo relativistica local, outros argumentam que as
teorias envolvendo nucleons e mésons pontuais necessitam ser consideradas como efetivas
e um esquema de regularizacio deve estar incluido na definicao do modelo.

Seguimos a segunda linha de raciocinio.

Um outro motivo pelo qual decidimos estudar o Modelo o—-Linear foi o fato que os
mésons mais pesados que o pion (como 0 méson sigma e outros mésons vetoriais) estio des-
critos pobremente no contexto de pares qq. Devido a isto, recentemente foi desenvolvida
uma versio SU(3) do Modelo o-Linear(!?’! com base no modelo a quarks, uma versio
generalizada do Modelo de NJL. A partir deste modelo poderemos entdo abordar varias
questOes abertas interessantes entre as quais esta a pergunta proposta por experimentais:
ser4 o meson o uma “molécula” KK ? Poderemos ainda estudar véarios decaimentos ainda.
inexplorados como w — 777 , etc.

Outro aspecto importante seria obter uma equagio de estado baseada nessa versao
SU(3) com vistas em aplicagoes na matéria de neutrons ou explosio de supernovas.

Ainda neste contexto acreditamos que um estudo dessa dindmica microscépica em

funcdo da densidade e temperatura hd de conduzir-nos a uma fisica interessante.

158



159



Apeéndice A

Notacao

As convencgdes usadas neste trabalho sio as do livro de Bjorken e Drell 19 .

A.1 Meétrica

O tensor de métrica é dado por

1 0 0 0

0 -1 0 0
—_ gV

0o 0 0 -1

As coordenadas espago-tempo (¢, Z) sdo denotadas pelo quadri-vetor contravariante (com

a convengdoc=h = 1)
o = (2%, 21, 2%, 2°) = (¢, 7) (A.2)
O quadri-vetor covariante z, é
z, = (zo,21,22,3) = (t, —Z) = gz’ (A.3)

As derivadas com relagao a coordenadas contravariantes ou covariantes sdo abreviadas

como

9, o

Il
I

9 9
o 5 (A.4)
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O quadri-momento é similarmente definido

p* = (% p",p%.p°) = (E,p) (A.5)

A menos que se especifique outra coisa, € compreendida a soma sobre indices repetidos

Lorentz (gregos) ou espaciais (latinos)

U-V=UV*=U"V, =g, UV*=¢g"U,V,=UV-U-V=UV~UV' (A6)
12 12 22

As vezes, um trivetor ou a parte tridimensional de um quadrivetor contravariante pode

ser denotada por “negrinhas”:
V=V=(V,V,V®=(V,V,V) (A7)
O tensor tridimensional totalmente anti-simétrico ¢'/* é deﬁnido por
€F = ¢ =1 se (1, J,k) é uma permutagéo par de (1,2,3)

O tensor de Levi-Civita, quadri-dimensional, totalmente anti-simétrico €**? é definido

por

1 se (u, v, p,0) é uma permutagao par de (0,1,2,3),
Pl = | 1 se (g, v, p,0) é uma permutacgao impar de (0,1, 2, 3),
0 em qualquer outro caso.

A.2 As Matrizes de Dirac

As matrizes de Dirac v* = (y°,7) satisfazem as relagdes de anti-comutagéo
{v*, 7"} =2¢" (A.8)
e gozam das seguintes propriedades:
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o)’r — o (,71:)1 i
() = 1 () = -1

Il
I
2

ou seja 7° é hermitiana e as 4* sao antihermitianas. Elas podem ser relacionadas as

matrizes 8 e « através de

v =B v = Ba

com f e a sendo as matrizes definidas por

= (0 1) o= (0 7)

em que [ é a matriz Identidade (2 x 2) e o é um vetor tridimensional tendo as matrizes

de Pauli por componentes, isto é

1 (01 2 (0 — s_ (1 0
“‘(10 ’ =i 0 ) = 0 -1
que satisfazem as seguintes regras de comutacio
[O'i,O'j] =21 €ikTk (AQ)

em que ¢;;x € o simbolo de Levi-Civita.

Frequentemente aparecem combinacoes de matrizes ~.

A matriz 5 é definida por

75 = 7% = i7"y (A.10)

e satisfaz as propriedades
(", v}=0, () =1 (A.11)

162



Na representacdo de Dirac, a matriz 5 tém a forma
0 I
(90 i

A matriz o*” é outra frequente combinacdo de matrizes v definida por
o =L ')
2 k)

Na representacdo de Dirac, a matriz ¢ tém a forma

k
i o 0
ag = k .o , 1
0 o com 1, j, k em ordem ciclica

o = 0 gt
o ot 0

Em muitas oportunidades aparece o produto interno de uma matriz -y com um quadri-

vetor ordinario, o qual pode ser denotado como

Vet =f =70’ —7-a (A.13)

Algumas identidades tteis sao:

a-b—io,a"b”

o

Yy = 4

Py = =2y
Y = 49"
VYV = =2
VYV = 29 )
7’\0”"7,\ = 0

p _pv

Yo rm = 29%0
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Alguns Teoremas de Tracos

trl = 4

try* = 0

try® = 0

tr(y"y*) = 0
tr(v*y") = 4¢*”

tr(o®) = 0

tr(y*y"7°) = 0

tr(v*y" ") = 4g"9” — 9" 9" + 99"
("4 yT) = — e

A.3 Os Espinores de Dirac

Um espinor de Dirac para uma particula de momento p e polarizagdo s é denotado por
u(p, s) enquanto que para a antiparticula é chamado v(p,s). Em cada caso, a energia
Po = E, = ++/p? + m? é positiva. O vetor s* representa a diregdo do spin da particula

fisica no sistema de repouso, no qual tém a forma

st =(0,8) , 3.8=1 (A.14)

(p—m)u(p,s) = 0 (A.15)
(p+m)v(ps) = 0 (A.16)
Os espinores adjuntos
u = UT’)’O (Al?)
v = vT’yo (AIS)
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satisfazem

Os operadores de projecao sao dados por

ua(p, s)ug(p,s) = [ﬁ;nm : l+;5 'é] , (A.21)
Va(p, 8)0p(ps) = — [m;mﬁ : 1+;5 'é] , (A.22)

Estas expressdes conduzem as condigoes de normalizagao

u(ps)ilp,s) = 1 (A.23)
v(p,s)d(p,s) = -1 (A.24)

e a relagdo de completeza
> [ talp, 8)as(p, 5) = valp, 8)55(p:5) | = ap (A.25)

Para dois espinores quaisquer ¥; e 2 e qualquer matriz I', 4 x 4,

[7»/_)1 I ¢2]T = I (A.26)
com

[ =+°Tty° (A.27)

Somando os operadores de projecao (A.21-22) sobre o spin obtém-se os operadores de

projecao de energia

Aelplp= Y walpstiates) = | L] (A.28)
£s af v

APl = = Y valphpes) = |57 (A.29)
£s aff
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Apéndice B

Simetrias Unitarias Especiais

Quando as simetrias internas formam um Grupo de Lie compacto as fases dos seus
operadores representativos podem ser escolhidas para obter uma representacdo do seu
grupo de “covering”. Esta representagdo separa dentro de componentes irredutiveis, a-
tuando em subespagos do espago de Hilbert original. Portanto, este iltimo é gerado por
multipletos de estados.

O procedimento para achar as convenientes representagoes € bem familiar em mecanica
quéntica. Estas sio escolhidas em termos da Algebra de Lie dos geradores hermitianos
infinitesimais do grupo. Diagonalizando um conjunto maximal de geradores comutantes
(subélgebra de Cartan), os estados base sao representados por vetores cujas componentes
sao iguails aos autovalores destes operadores num espaco de dimensao igual a dimensao da
Algebra de Lie, a saber, a dimensio da sua subalgebra de Cartan. Um papel particular
¢ desempenhado pela representacao adjunta da Algebra de Lie atuando sobre simesma

através da agdo linear de comutacao.

A simetria SU(2) corresponde a familiar invariancia de isospin das forcas nucleares
introduzida por Heisenberg nos anos 30.

Os membros do isodubleto elementar préton-neutron, sdo classificados de acordo com
os autovalores da terceira componente de isospin T3 com autovalores +1/2 numa forma

tal que
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Q= s N+Ty (B.1)

onde Q) é o operador de carga elétrica e N o numero barionico.
Em termos de Lagrangianas os correspondentes campos formaram um isospinor % e,

desprezando diferencas de massa, o termo cinético

o =0(i A+ m)p (B.2)

é invariante por rotagoes de isospin

vy - U

com U sendo uma matriz unitiria unimodular 2 x 2.
No caso mais simples, associa-se este campo ao isovetor pion 7 numa forma invariante.
Para o pion, segue uma relacio andloga a eq.(B.1) com N =0e T3 =0, £1 . Usando o

carater pseudo-escalar do campo 7, a dnica interagio invariante (renormalizavel) é

£int = ig'erN'(;'YSF : 7?’(,5 (B3)

onde 7 e T sdo vetores no espaco de isospin. As 7; sdo as matrizes de Pauli e os 7; sdo as
coordenadas cartesianas do campo do pion, as quais estdo relacionadas as componentes

usuais 71,7~ e w° através de

1
= — (m Fim) T’ =3 (B.4)

V2

Lembre-se que 7% cria um pion positivo e aniquila um negativo. A eq.(B.3) expressa

numa forma compacta o conjunto de relages sob os vérios acoplamentos,
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Irtpm = \/5 Grepp = _\/5 Gronn

assessando o conteudo dinamico do sistema.
Para este caso SU(2), a dimensao da Algebra de Lie é um, os diagramas de peso sao
uni-dimensionais, a abcica sendo o autovalor de 75 (Fig.(B.1)). A representagao adjunta

corresponde a isospin 1 com

T:t == Tl :t Tg 3 [T3,T:t] = :tT:t (B5)
-1
303
;f 57 - Isospin 1/2 (nuclcon)
T‘r,(_ 1’r(° 1:: - Isospin 1 (pion)

AT e - Isospin 3/2 (ressonancia A)

Fig.B.1 : Diagramas de peso para SU(2).

A principios dos anos 60, Gell-Mann #” e Neéman [*® introduzem & simetria SU(3)
ou Modelo Octeto, valido com algum grau de aproximagdo ao nivel das interacdes fortes,
esta € uma geralizagio da invariancia de isospin.

Mais precisamente, todos os multipletos conhecidos correspondem a representagdes
do grupo fatorizado SU(3)/Zs, onde Z3 é o centro abeliano de SU(3) gerado pelos zeros
ciubicos da identidade. Portanto, o 1ltimo atua como a identidade sob todos os estados
hadronicos os quais sdo chamados de trialidade zero.

A SU(3) correspondem oito geradores (matrizes 3 x 3 de trazo nulo) e a Algebra de
Lie é de dimensao 2. Uma base da &lgebra de Lie geralizando as matrizes de Pauli é
dada pelas matrizes de Gell-Mann ()\;, ¢ =1, ... 8 ). Os dois geradores diagonais sio

combinagdes lineares de isospin 75 e hipercarga Y, igual & soma do ndmero barionico e
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da estranheza. A férmula de Gell-Mann e Nishima dé a relagdo com a carga, geralizando

a eq.(B.1)

1
Q:§y+T3, Y=N+35

(B.6)

Na Fig.(B.2) mostra-se os octetos de barions de menor dimensionalidade e de mésons

pseudoescalares (correspondendo a representagio autoadjunta de SU(3)), assim

decupleto de ressonéncias que conduziu a descoberta da particula {2_.

Y o g
l b=
Cbo
or€p @o° pt
L
-1 Al = %0
1 K 1 L T3
-1 0 1
Y
1 P A
0f "
_%
_1 f =
-2 f (7
1 1 1 L 1 1 1 T3
S T S N

como o

ig.B.2 : Octetos de mésons e de barions e decupleto de ressonancias no modelo de Gell-Mann e Ne‘eman.
Fig.B.2 : Octetos d de b decupleto d delo de Gell-M Ne*

Desde o momento da sua introducdo surgiu a questdo sob a caréncia de multipletos

com trialidade diferente de zero. O mais simples daqueles corresponderia a um tripleto,

a saber, todos os multipletos unitdrios de mésons podem ser obtidos por combinar um

tripleto e um anti-tripleto
3x3=9=1+8
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todos os multipletos unitarios de barions podem ser obtidos ao combinar trés tripletos
3x3x3 = 27T=14+8+8+10
Gell-Mann [ e Zweig % introduzem um tripleto de hipotéticos quarks. Estas

particulas (um isodubleto (u,d) e um isosingleto s) teriam carga e nimero bariénico fra-

cionarios, Fig.(B.3)).

]

l
wilta

«
<

Fig.B.3: O tripleto quarks.

A simetria octeto € so aproximadamente obedecida pelas interagtes fortes. Nao obs-
tante, o padrdo de quebra de simetria aparece muito regular, obedecendo a chamada
regra de dominédncia do octeto. Esta regra conduz a espagamentos entre as massas de um

mesmo multipleto as quais estdo numa concordancia muito boa com os dados observados.

Se o grupo unitario é maior que SU(3), requerem-se mais quarks carregando novos
nimeros quanticos. Estes grupos de maior nimero de sabores manifestam-se a energias
maiores. Por exemplo, o grupo de simetria SU(4) requer, além dos quarks u,d, e s, do
chamado “charmed”(c), isosingleto de carga 2/3 e hipercarga 1/3). O SU(4) é de dimensao
3. Na Fig.(B.4) sdo mostrados os diagramas de peso para a sua representacao fundamental
(quadridimensional) e a sua representagao adjunta (15-dimensional). Existem algumas
evidéncias para uma simetria SU(4) através do estudo de ressonancias muito estreitas na
escala de energias Multi-Gev.

Existem evidéncias para a existéncia de um quinto quark “botton”(b), o qual (de

acordo com a teoria de Weinberg-Salam [2%) levou a prever a existéncia (e propriedades)
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de um sexto quark “top”(t), e portanto de uma simetria SU(6). Pode que este néo seja o

final da historia.

Fig.B.4 : Representagao fundamental e adjunta de SU(4).

As simetrias Unitarias conduzem a numerosas relagdes entre amplitudes de espa-

lhamento as quais correspondem-se numa medida boa com os resultados experimentais.
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Apéndice C

Propriedades Gerais e Terminologia
Referentes a Funcao de Green
e aos Diagramas de Feynman

C.1 A Funcao de Green

Um ingrediente basico para o célculo de amplitudes de transigdo e elementos de matriz
de interesse fisico é a Fungdo de Green, a saber, o valor esperado no vacuo de produtos

ordenados no tempo de campos de Heisenberg o(z) :

G(z1, ... za) = (0T {e(z1) . . . ©(zs)}|0) (C.1)

A suposicao da aplicabilidade da Teoria de Perturbagoes esta baseada no fato de que
os campos interagindo, ¢(z) , podem ser expressos em termos dos campos assintdticos
@in(z) o0s quais tém propriedades conhecidas. Assim, o espectro de estados estd em
correspondéncia um-—a-um com os estados assintoticos “in” e “out”. Em particular supoe-
se que para cada campo ¢(z) da Lagrangiana existe um correspondente campo-in
@in(z) . As relagdes de comutagio a tempos iguais para os campos interagindo ¢(z) , e
os seus respeitivos momentos conjugados II(z) , sdo as mesmas que as satisfeitas pelos
correspondentes campos assintdticos. Por outra parte, os campos formam um conjunto

completo de operadores, desde que, um conjunto completo de estados pode ser criado
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desde o vacuo por repetidas aplicacées de @(z) (ou de @(z) ). Estas suposicoes
conduziram Dyson a construir uma Teoria de Perturbagées baseada na existéncia de uma

transformacdo unitdria U(?) , tal que
p(z) = U (zo)pin(2)U(2s) z, =1 (C.2)

A dinamica deste operador U(t) pode ser achada a partir do conhecimento das
relagées de comutacdo e equagbes de campo para @, (z) .
Assim, a teoria de perturbacido desenvolvida por Dyson permite escrever a fungao de

Green como uma expansdo em termos de operadores de campo @;(z)

<0|T{90m(:z:1) oo Pin(Tn) e_if—oooo “ Hl(t)} |n>
<O|T e_if—oooo dt H](t)ID>

onde Hj(t) é a Hamiltoniana de interacio escrita em termos de campos—in
HI(t) = HI((ro‘in, Hm) = H((pi'n-v H‘m) - Hin(%’m H‘m) (C4)

sendo H;, a Hamiltoniana para o campo livre ¢;,(z) descrito em termos da massa fisica
m, e H a Hamiltoniana para o campo exato ¢(z) a qual contém os correspondentes

contra-termos de massa.

A expressao (C.3) pode ser escrita como

G(zy, ...,z =
(C.5)
_ Tomeo S S5, 1 @y {OIT {pin(@1) - pin (20) Hr (in(31))- - Hi(im (ym)) } 0)
ro_o S 22 diyy.dbym (01T {Hi(0im (1)) Ha(9in(ym)) } 10)

Os termos que aparecem na expressao (C.5) consistem de produtos ordenados no

tempo de operadores de campo. O Teorema de Wick permite transformar estes produtos
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ordenados no tempo numa combinacgao de produtos normais e propagadores covariantes.
A utilidade do teorema para calcular os valores esperados no vacuo que aparecem na
expressdo (C.5) esta baseada no fato que o valor esperado no vacuo de um produto

normal sempre se anula, e assim obtem-se

Para n impar :

OIT {p(z1) - - - p(za)} 10) = 0
(C.6)

Para n par :

OIT {p(z1) - - - @(@)}0) = Y &{0IT {o(21)2(32)} [0)---(0|T {2(@n1)p(2n)} 0)

permut.

Este resultado permite expressar a Fung¢ao de Green em termos de conhecidos propa-
gadores de Feynman de particula livre com suas correspondentes massas fisicas e portanto
conduz a uma expressao explicitamente covariante.

Em aplicar o Teorema de Wick a expressdo (C.5) deve ter-se em conta que a Hamilto-
niana de interacao Hj(pin(y)) ja estd em ordem normal. Portanto ao resolver os produtos
ordenados no tempo em (C.5), ali ndo aparecem termos de contracdo contendo duas
amplitudes de campo na mesma coordenada “y” a partir do mesmo termo de interacao

de H; .

A cada um dos termos da expressdo (C.5) pode se dar uma representacio grafica, a
qual obtem-se da seguinte maneira. Associa-se a cada uma das contragbes que aparecem
na expansao de Dyson-Wick das fung¢bes de Green, (C.5, 6), uma linha com uma corres-
pondéncia pictérica do tipo mostrada na Fig.(C.1). Devido ao fato de que a Hamiltoniana
de interagio contém produtos de operadores de campo no mesmo ponto, os propagadores
associados com contragbes envolvendo estes operadores sao “atados juntos” a este ponto
o qual é chamado de vértice.

Existe assim, uma geral correspondéncia entre a funcio de Green e os graficos de
Feynman. Para obter as regras que permitem expandir a fungao de Green em graficos

de Feynman, deve-se ter em conta o nimero de vezes que um mesmo grafico (diferindo
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somente por uma rotulacdo de vértices) aparece na decomposicao de Dyson-Wick. Este é
um problema combinatorial que tém por resultado a seguinte regra geral: deve-se multi-
plicar cada termo de interacao no qual uma dada amplitude de campo aparece a r-ésima

poténcia, por r!.

———— = tAr(z —y)
y X

—_— = iSF(:c—y)ag
A X, a

Fig. C.1 : Representagao grafica para contragdes aparecendo na expansao de Dyson-Wick das funges de Green.

Os gréficos associados com o numerador da expressdo (C.5) diferem daqueles asso-
ciados ao denominador em que os primeiros possuem linhas externas, isto €, aquelas
contracdes associadas com operadores de campo @in(z1) . . . @i(z,) aparecendo em
G(zy, ... z,) .

Chama-se uma parte desconexa a um subgrafico ocorrendo na expansdo, o qual nio
esta conectado em forma nenhuma com alguma das linhas externas. A um grafico o qual
nao tem partes desconexas chama-se conexo.

Qualquer grafico aparecendo no numerador pode ser separado dentro de uma parte
conexa e uma desconexa. A contribucdo a funcao de Green pode ser igualmente separada.
Se G¢ é a contribucdo de um grifico conexo e Dy aquela da parte desconexa, pode-se

mostrar que

G(zy, ... ) = Engll’)'l;"x") _ Gf(z%’:‘;’gz)ZkD" - ZGf(xl,...,xn) (C.7)

Em outras palavras, podem-se ignorar todas as partes desconexas no célculo de
Fungbes de Green. Assim, a Fun¢do de Green é simplesmente a soma das contribugdes de

todos os graficos de Feynman conexos.
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C.2 Diagramas proprios e truncados

As Funcoes de Green truncadas sao definidas através da multiplicacio de Fungoes de
Green no espaco dos momentos (sem as fungdes §* de conservagio de energia-momento

total) pela inversa de funcoes de Green de dois pontos pertencentes a cada linha externa.

Cepry - pa) = [[ 6P (0, —p6)]” ™1, - pa) ., n>2  (C8)

A funcio de dois pontos G(? ¢é referida ao propagador completo.

A expansao perturbativa de funcoes truncadas é expressa em termos de diagramas
truncados, a saber, aqueles que ndo tém partes de auto-energia sob as suas linhas externas.
Por outra parte, nas regras de Feynman ndo sdo atribuidos fatores nem propagadores as

linhas externas.

Os diagramas proéprios, também chamados diagramas irredutiveis de uma particula,
sao definidos como aqueles diagramas conexos truncados os quais permanecem conectados
quando é cortada uma linha interna qualquer.

As fungdes préoprias, definidas pela sua expansdo perturbativa em termos de diagramas
proprios sdo os blocos que constréem a teoria perturbativa, desde que a integracdo nos
momentos internos pode ser realizada independentemente em cada subdiagrama préprio
de um diagrama dado. Pela mesma razdo, elas tém um papel central nos programas de
renormalizacao, desde que é necessario e suficiente fazer a elas finitas para livrar-se de
todas as divergéncias ultravioletas.

Aqui nos limitamos a defini¢ido topoldgica, nao obstante destacamos que éstas funcdes
préprias podem ser definidas algébricamente.

Jona-Lasinio monstra que o Funcional Gerador de vértices proprios é a transformada

de Legendre do Funcional Gerador de diagramas conexos.
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C.3 Expansao em Loops

A expansao perturbativa em “loops” é uma expansido de acordo com o aumento do
numero de loops independentes de diagramas de Feynman conexos.

Por defini¢do, o nimero de loops independentes é o niumero de quadri-momentos in-
ternos independentes no diagrama quando as leis de conservagao em cada vértice foram
tomadas em conta.

Para um diagrama conexo, com I linhas internas e V vértices, temos V fungoes 6*
expressando esta conservagdo, e depois de extrair a conservagao dos momentos entrantes,
restam (V —1) restri¢des. Por consiguinte, o nimero de momentos independentes ou loops

é:
L =1-(V-1) (C.9)

A expansdo perturbativa em loops pode ser identificada com uma expansdo em
poténcias de A4 . Para encontrar a conexao entre L e as poténcias de A , colectam-se
todos os fatores , que intervém numa dada funcdo de Green. Existem duas origens
de tais fatores (sem ter em conta fatores ,/ que sao utilizados para dar uma correta
dimensdo aos termos de massa): as relagdes de comutacdo (ou anti-comutacio) entre os
campos e o operador evolucdo. As relagdes de comutacao conduzem a um fator A em
cada propagador, no entanto o operador evolugio conduz a um fator A~! para cada
vértice. Logo a poténcia total de fatores /& para um dado diagrama com F linhas
externas é I+ E—V = FE —1+ L . Portanto, para um numero fixo de linhas externas,
ou seja, para uma dada funcdo de Green, a expansdo perturbativa em loops pode ser

identificada com uma expansao em poténcias de A .

Em algumas teorias, existem condigdes auxiliares entre o numero de vértices (V) e
o numero de loops (L) que fazem com que a expansido em loops possa coincidir com a

expansao de acordo com a poténcia da constante de acoplamento.
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Apéndice D
As Identidades de Ward-Takahaski

Como consequéncia das leis de conservacdo ( ou quase-conservagdo) das correntes de
Noether e do fato de que as fun¢ées de Green podem ser expressas como produtos orde-
nados no tempo no espago de Minkowsky, é possivel deduzir um conjunto de identidades
covariantes (conhecidas como Identidades de Ward-Takahaski) entre as fungdes de Green
envolvendo um operador de corrente e um numero arbitrario de campos. Tratando de
manter éstas relacoes através da renormalizacao, as expressoes assim obtidas sdo cova-

riantes de Lorentz.

O nosso interesse é deduzir as Identidades de Ward-Takahaski para o Modelo o-Linear

compativeis com a condigao PCAC, a saber
A (z) = fomii,(z) (D.1)

sendo m, a massa fisica do pion, f a constante de decaimento do pion carregado (experi-
mentalmente da ordem de 93 MeV), e 7,(z) o campo do pion renormalizado & amplitude

assintdtica unidade.

Se arenormalizacdo é alcanzada via um estagio intermediario, a divergéncia da corrente

axial é dada por

A, (z) = c #(z) (D.2)

onde 7(z) é o campo do pion renormalizado (ndo necessariamente a amplitude unidade)

e ¢ o parametro de quebra obtido neste processo.
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Logo, se Z* ¢ a constante de renormalizagio (finita) que transforma o campo 7(z)

no campo 7,(z)
7o) = 27 7,(2) (D.3)
temos a partir das egs.(D.1) e (D.2) que
c= fam? Z; (D.4)

O valor de Z, pode ser obtido como o valor do residuo do propagador do pion na sua

massa fisica

lim —[zD (8)] = 2! (D.5)

s—»m2

A expressdo (D.2) é uma identidade entre operadores. Afim de converté-la em relagoes
entre funcdes de Green, procede-se da seguinte forma. Denotando um campo mesénico
por ¢(z), o campo do nucleon por N(z), e subentendendo que trabalhamos com produtos

(ordenados no tempo) covariantes T, pode-se mostrar que

9y (0|T {AZ ) Par (1) -+ - Panl(@n) N(y1)N(21) . . . N(yp)N(2) } 0} =

= (0T {(02A4,(2)) Pas(21) - .. Pan(zn) N(y1)N(z1) - . N(y)N(z) }10) +
+i (OIT {@ay (1) - - - Payoy (2i-1) [A(2), 0a(25)] 8(2° — 5)
Payr (Zi41) - - - Pan(@a) N(m1)N(z1) - .. N(yp)N(z,) }10) +
+i (OIT {pay (21) - - - Pan(za) N(y1)N(21) - . . N(yj-1)N(zj1)

[Ay(2), N(y)] 6(z° = y7) N(2)N(y41)N(zja1) - - - N(yp)N(2,)}10) +

+Z OIT { oy (21) - - . Pan(zn) N(w1)N(z1) - - . N(y;—1)N(z;_)

]

N(y;) [A(2), N(2)] 8(z° = 22) N(yj41)N(z41) - - - N(y,)N(z) } |0)
(D.6)
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Como pode observar-se facilmente, a expresao (D.6) pode ser igualmente aplicada as
partes conexas de ambos os membros.

O primeiro termo do segundo membro da expresao (D.6) contém §“A’ e portanto
esta divergéncia pode ser substituida pela lei de conservacao para esta corrente, ou seja,
neste caso, a condicio PCAC dada pela expressdo (D.2). Os outros termos provém da
dependéncia implicita com z, no produto T. Apelando as regras de comutagao canénicas

a tempos iguais dos campos, obtemos

[Ai(2),7(y)] 6(z° —y°) = —io(2)6:;6 (2 —y)
[Ai(z),0(y)] 6(z°—y°) = in'(z) &'z —y)
(D.7)
[Al(z), N(y)] §(z° —y°) = —% 15 N(y) 8%z —y)
[45(e), )] 8(°~3) = —3 Nyhsrs 64z =)

Assim, as Identidades de Ward-Takahaski para o Modelo o-linear compativeis com a
condicdo PCAC, sdo obtidas ao substituir as egs.(D.2) e (D.7) na expresdo (D.6) Uma
analise da transformada de Fourier destas Identidades permite estabelecer um conjunto

de regras que facilitam a obtencao destas relacoes.

Regras para obter as Identidades de Ward-Takahaski

Dada uma fungao de Green, conexa, com m linhas pidnicas, n linhas sigma e (2p)

linhas de nucleon, mais uma linha de corrente axial, encontra-se:

* a divergéncia no espaco das coordenadas—x desta funcdo de Green , implica a multi-
plicacao desta mesma fungdo, no espago dos momentos, por (:k*), onde k* é o momento
entrante transportado pela corrente.

Logo, esta divergéncia é igual a

*  uma parte, que provém da divergéncia da corrente e da condicdo PCAC, a qual
torna-se (—c) vezes a funcao de Green na qual a corrente axial foi substituida por um

pion carregando o mesmo momento € isospin que tinha a corrente.
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*  uma parte que provém dos comutadores a tempos iguais os quais ddo origem a
contragdes da corrente com cada uma das linhas pion, sigma e nucleon. Supondo que a
corrente axial carrega momento entrante k e indice de isospin ¢ , as regras para estas

contragoes sao

- a contragao da corrente com um pion de momento entrante p transforma a éste num
méson o de momento entrante (k + p) , a fungdo de Green resultante é multiplicada por

(—26;;) , onde i e j denotam os indices de isospin da corrente e do pion, respeitivamente;

— a contracdo da corrente com um méson o de momento entrante p transforma a éste
num pion de momento entrante (k4 p) e indice de isospin ¢ (a corrente transfere o seu

isospin ao pion), a fungdo de Green resultante é multiplicada por 1 ;

— a contracdo da corrente com um nucleon de momento entrando (saindo) p transforma
a éste num nucleon de momento entrando (saindo) (k + p), a funcdo de Green resultante

é multiplicada & direita (esquerda) por [—v57:/2] ;

Em todas as equagdes pode substituir-se qualquer campo ¢ por (¢ — (0]¢|0)) , sem
mudar a validade das identidades. Em geral, (exceto para o tadpole), escreveremos as
regras acima para as partes conexas das Identidades de Ward-Takahaski aplicadas a parte

quantica dos campos.

Notagao e Definigoes

Representaremos os propagadores livres, a corrente axial, e as funcdes de Green com

as quais trabalharemos da seguinte forma:

* um pion carregando momento p e indice de isospin i por Lo
P

* um méson o carregando momento p por VYV
P

* um nucleon carregando momento p por _
P

* a corrente vetorial axial carregando momento p e indice de isospin 1 por AR
P
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* a funcao de Green conexa por

* a funcdo de Green conexa, truncada, por

* a fun¢do de Green conexa, truncada, e irredutivel de uma particula, por

O tadpole é renormalizado ao valor finito F

%} = (0[o]0) = F (D.8)

A Funcgao de Green de dois pontos

% O vértice mais simples corresponde a {m = 1,n = 0,p = 0}, d4 origem a seguinte

identidade

k ¥ k
|
ik = -c Q - o, (D.9)

(D.10)

ik"i_;;l = -c9,; -IiF

onde F é o valor do tadpole definido em (D.8). Tendo em conta a defini¢do de truncagao
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As expresodes (D.4) e (D.12) conduzem a:

¢ =—i DY0) F = f, m? Z'?

As Fungoes de Green de trés pontos

*

Para o caso {m=1,n=1,p =0} temos

(D.11)

(D.12)

(D.13)

(D.14)

(D.15)



substituindo ¢ = —iFD;1(0) (eq.(D.13)),multiplicando por D;'(¢*) D;'(¢*) , e tendo

em conta a definicdo de truncamento, obtemos

=0 (D.16)

x  Um outro caso corresponde a {m =0,n=0,p =1}

k ‘K
.y 1 1
k = - - = TV . g
| p P CR} g "V _13,_@_5,— 2 _I’J_I_O_’;f nys (D7)

truncando (com excep¢do da corrente), temos

0 = F +—12—{ TiVs o } (Dlg)
p p
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As Fungoes de Green de quatro pontos

*  Para obter a funcao de Green ww NN partimos da Identidade de Ward-Takahaski

parao caso {m=1,n=0,p =1}

L |
vk, K+ ¥
*q q | q
-C - 16 Ty Y -
P P, P, P, P Pk

estabelecendo k = 0 , obtemos

(]
vq
; 7,75 (D.20)
pitk X p:

truncando, temos

¥
yo,”!

¥
q
. g »
0 = iF % - i
b, P2

(D.22)
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A conexdo com a func¢do de Green irredutivel 7a NN é

189
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Utilizando a eq.(D.16) para expressar o vértice orm obtemos

(D.27)

* A funcdo Green para quatro pions pode ser obtida partindo da Identidade de Ward-
Takahaski para o caso {m =3,n=0,p = 0}

onde a soma ¢é realizada sobre todas as permutacdes {(p1,7), (p2, k), (ps,{)}.

A conexdo com a fun¢do de Green irredutivel de quatro pions é
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Permut. 4D ~ P,
/ \

=

(D.31)

Neste estégio, é simples verificar, além de poder provar-se rigurosamente [, que as
regras para obter as Identidades em fun¢ao dos diagramas conexos, truncados e irredutiveis

de uma particula sao as seguintes
* manter as regras estabelecidas anteriormente sem cambio,
* estabelecer k = 0 ao tempo de substituir (—c¢) por (:F),
* substituir (—1/2) por (1/2) na contracéo de nucleons.

Aplicaremos as regras acima para achar as restantes Identidades.
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%  Partindo da Identidade para o caso {m = 1,n = 2,p = 0}

i + i (D.32)

*  Partindo da Identidade de Ward-Takahaski para o caso {m =1,n =3,p = 0}

(D.35)

{ / {
x 0 »D P P 3\ P:
— %" - 2 4
O F ﬁ 6” % + E / %
P, p, 4] P P (3)



% Partindo da Identidade de Ward-Takahaski para o caso {m = 3,n=1,p = 0}

n i

|
M }\ k+p1 ¥ k+p4

i k" p - z : 5, 4 Q (D.36)
P4
i « « % P
i “B, ‘p \Pa p. \p Permut. " P: 4 p, i7 Prap, 1\3

» 1! Kl

para a parte irredutivel obtemos

(D.37)

Resumo das previamente discutidas Identidades

Resumindo os resultados da previa segdo, as Identidades de Ward-Takahaski obtidas a
partir da condicdo PCAC para o Modelo o-Linear sao as seguintes :

* {m=1,n=0,p=0}:

0 = -c¢, -iF L-@p1 (D.38)

=Gyt =0 (D.39)
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(D.40)

(D.41)

- - Z ¥ (D.42)

\i .
%0 » P
0 = F
/
« P x P Permut. 7P, * P,
/. \ / \
) k k 1

(D.43)
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Apéndice E

Expressoes Explicitas de Integrais

Dado o carater divergente das integrais necessarias para o calculo de algumas funcoes
de Green, existem varios métodos para torna-las finitas através de modificagoes do inte-
grando. No que segue escolhemos adotar um cutoff covariante. Neste apéndice sao dadas

as expressoes explicitas das seguintes integrais em funcdo do parametro de corte A

o : / d*k 1
L =1 ———
m (2m)* k2 — m?

; L[ A% 1
fiuts) = & | G (E

. L[4 )
o) = | oA g

Realizando uma rotacao de Wick e introduzindo um cutoff, A, nos valores dos quadri-
momentos (euclideanos) k, cada uma das integragdes fica restrita a uma esfera compacta

|k < A . Encontra-se

0 _ 1 2 2 my\?
L) = 15 [—A +m m(m)]
o 1
Imm(‘S?A) = 87!'28 'll)m(S,A)



1
Ly(s,A) = Ymm (s, A)

8m2s

o] 1 o o
Sy (8, A) = 3 DL (s, A) + Kipipg(s, A)]

onde

1
87ls

Kiping(s,A) = omm(s,A)

As seguintes expressoes foram utilizadas no calculo dos

propagadores:
In(,8) = 5= (s A) = thn(0,A)]
Inen(s, A) = 87(128 [¢M,M(3,A)—¢M,M(0,A)]
Ka(5,8) = = lomm(s, A) = om0, A)]

In(s,A) = I(s,A) — I.(0,A)

= o [Pl 8) = 9 (0,8) — 5 5,0, )

87m2s
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Inma(s,A) = Ingaa(s, A) = Ingas (0, A)

= [Baear(s,8) — 9aew(0,0) = 5 g0, 1)
s

1

1672

j}’vI’M(O’ A) = "»bX/I'M(O’A)

Ys(s,A) = mG? [Lnm(s,A) — 3L,(s,A)]

(s, A) = %G? ot (5 A) + 3Lnn(s, A) + Knt(5, A) + 3Konu(5, A)]

SN (m2A) = 2 B,(m% A) + S, (m?A) -G A
onde
A=t ’ 2 A) =3¢y (m?% A ; 2 A)+ 30 (m2 A
_877'2 3¢mM(ma ) 3¢m#(m7 )+90mM(m’ )+ Spmu(m3 )
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Expressoes explicitas para ¢ e ¢

Definicoes prévias:

mi = m?24+A?
Mf = M?4+A?

M/2 — M/2 _|_ AZ

S, = (M +M)?

X, = (M +M,)?

A, = (M —M,)

As seguintes expressbes tém validade para M’>M.
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buet) = ot (< () 4

—v—5(4m?2 —s) In (\/__S_i_ '4m2_5> +

2m
2A2 V—s+4/4m2 — s
+ [y/-s (4m2 — o) + A In — ;
~s (4m? — s) My
s<0

2 _ o 8
++/s (4m? — ) arctan,/—4m2_s +
2
+ - \/5(4mi—5 s arctan‘/4 25 ;
\/s (4m2 —s) my —$

0 < s<4m?

+4/5 (s = 4m?) In (\/5_{_ 2' :n_ 4m2) +

272
B RA (4m2 ~s) - ———— | arctan /+ +
/s (4mi_5) 4m? — s

—t g Vs(s — 4m?) ;

4m? < s < 4mi

l
=]

$m (0,A)

Wo0A) = oL (Ta)?

13 1 13 1 35 A?
"0,A) = o— — o — L
Va0 96 m2+96m§ 192 m!
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! 2 ' 2
Vo5 A) = i(M'2—M2) ln(MMA> —EIH(M) +

MM, 4 M'M
3 — — \/Eo—s-{-\/Ao—s
~ ~ 2A%s VI, —s+ /A, —s)
+ \/(EA s)(A, 5)+\/(EA—5)(AA—5)] 1n( NN ),
' s< A,
B — — VE —s+ /A, —s
2A%s s—A,
- [\/(EA—S)(.S—AA)— N D TN arctan S s
A, <5< Ap
+
+/(Z, = 8)(s — A,) arctan ;__A; +
2A%s -A,
- l\/(EA—s)(s—-AA)— N ORI arctan S s
Ag < s < X
P - VE—Eo+ /s -4,
+V(s = T,)(s - A,) ln( ST ) +
 2A%s s—A,
— l:\/(EA—S)(S—AA)— NOREDTETN arctan S s +
~i 5 VG TG - A
Y, <s< X,
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Ypring (0, A)

’wlM/M(O’ A)

LAWR(.Y)

Prone (M, A)

Y e (M A)

1(M’2+M2)1 M'M,\? . M’AMA>2
A(ME_M?) C\MM',) "4 MM

MPM? (MNP 1 (M7 4 M)
P 2(

(M/2 — M2 M M2 — M?2)? +
o MeMy (M L1 (M + M2)
(7w \M, ) TR ey

(M2 + M?) A? M, 27
(M’2 _ M2)3 n M - (M’2 — M?)?

A

12 _ ag2 / 2 2 / 2
(M M)IH(MMA> M m(MAMA)

4 MM, 4 M'M
2M' - M
2 2 _ pAr2 -
+\/M (4M’* — M?) arctan M+ M +

[eM', — M, )M, — A2
—\/MZ(4M’2—M2)+M2A2 arctan E = M, — A +

oM', + M,)M, + AZ

2M" A2 wrctan . | CM'y = M, )M, — A2
(2MIA + MA)MA + A2

+
V ME(AM” - M2) + M2A?

1 (M’AMA M"?A? N

2
~2 1
4 "\ MM ) T M@~ M) § A
+ M arctan M
\/M2(4M’2—M2) 2M'+ M

+

M? (2M’', — M, )M, — A?
- arctan ; 3
JMEAM? = M2) + 2N (2M'y + M, )M, + A

+

MMM+ 20?) rctan \/(2M’A — MM, — A?
3

[\/MA2(4MI2 - M?)+ M?A?|
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M12 _

M2

( ' MlZ-I-M2 M'M,
(M2 M2) M/2__M2 (MM,) +
- — s \/E —S-I-\/A -8
{ V(Z, — ) ( N >+
VE, —s+ /A, —s .
IY/CRESTTNERY ( L )}
s<A,
— ) \/2 —3+\/A -5
{ Ve ( oM )+
s—A,
_\/(EA—S)(S—AA) arctan T s };
By <s<Bo

{ \/(Eo —8)(s —A,) arctan EO_— p +

s—A
_\/(EA—S)(S—AA) arctan EA—-/; } :

A0<3<EO

8 — S — n \/S_EO-I_\/S_AO
{w ) Ao>1( v )+

—\/(EA —s)(s—A,) arctan S= 8y +
VX, —s

A

i g V=) (s - Ay } :
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A2 M 2
¢ . (0,A) = —— ln( A)
wn08) = =5 (7

2
/ _ 1Mt Mre (MO M

MI2 M22 ; 2 , 2
RS NN A
8(M/2_M2)2 M 4 M,

A

(3M'2— MZ)]M2 M'M \?2
P M A) = = (o)t
M” -y oM — M
+—M’2__ \/M2(4M'2 — M?) arctan I T +
MI2_M2 (2MI _M)M —
— - 2 12 _ 2 242 A A N
M2 \/MA(‘IM M?) + M?A? arctan TSRS
2 2)2 ! 2
/ 1 _ (M, —M ) MMA
M0 = == 313,
O =M e 3007 I
_ YE \/M (4M'* — M?) arctan ST M +
+(M,2_M2) MM . oM — M s
arctan 4/ ———
MI4 \/M2(4M,2_M2) 2MI+M

M IM', — M, )M, — A2
2 12 2 242 ( A N A
Y \/ 2(4M"? — M?) + M?A? arctan ISR

(Ml2 _M2) (M2+2A2)M'2
M/4

tan @M, - M,)M, — A?
arc
MM — M) + M2p? (200, + M,)M, + A2
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