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“Ora et labora.”

Sao Bento

“The endless cycle of idea and action,

Endless invention, endless experiment,

Brings knowledge of motion, but not of stillness;
Knowledge of speech, but not of silence;
Knowledge of words, and ignorance of the Word.
All our knowledge brings us nearer to death,
But nearness to death no nearer to God.

Where is the Life we have lost in living?

Where is the wisdom we have lost in knowledge?
Where is the knowledge we have lost in information?
The cycles of Heaven in twenty centuries

Brings us farther from God and nearer to the Dust.”
T. S. Eliot



RESUMO

SANTOS, T. R. S. Renormalizabilidade em teorias com violacdo de Lorentz:
eletrodinamica quantica e teoria de Yang-Mills. 2016. f. Tese (Doutorado em Fisica)
— Instituto de Fisica, Universidade Federal Fluminense, Niteroi, 2016.

Esta tese é devotada a aspectos tedricos de modelos que violam a simetria de Lorentz;
abrangendo a eletrodinamica quantica e a Teoria de Yang-Mills pura com violagao das
simetrias de Lorentz e de CPT. Concentramo-nos na analise da renormalizabilidade des-
ses modelos. Na eletrodinamica quantica analisamos a renormalizacao a 1-laco por meio
de métodos analiticos, i.e., calculos explicitos dos diagramas de Feynman, onde aplica-
mos a regularizacao dimensional junto com a prescricao de subtracao MS para subtrair
divergéncias ultravioletas que surgem na funcgao vértice, e discutimos ainda o problema
da geracao do termo tipo Chern-Simons. No intuito de estender a analise da renorma-
lizabilidade em todas as ordens em teoria de perturbacoes, abrangendo problemas como
estabilidade quantica e anomalias de calibre —, e rediscutir a inducao radiativa do termo
tipo Chern-Simons — empregamos a quantizacao de BRST e a abordagem de renorma-
lizacao algébrica, um método independente do esquema de renormalizacao. Além disso, é
empregado o método de Symanzik como controlador das quebras das simetrias de Lorentz
e de CPT. A anélise da renormalizabilidade da Teoria de Yang-Mills pura é feita por meio
desses mesmos métodos. Devido a geragao de termos de massa para os campos de calibre
nao-abelianos, uma consequéncia da exigéncia da estabilidade quantica, provenientes de
coeficientes de violacao de Lorentz, analisamos ainda o espectro fisico do propagador dos
campos de calibre nao-abelianos, abrangendo o estudo da causalidade e unitariedade desse
setor.

Palavras-chave: Violagao da simetria de Lorentz. Simetria de BRST.

Renormalizabilidade. Unitariedade.



ABSTRACT

SANTOS, T. R. S. Renormalizability in Lorentz-violating theories: quantum
electrodynamics and Yang-Mills theory. 2016. f. Tese (Doutorado em Fisica) —
Instituto de Fisica, Universidade Federal Fluminense, Niteroi, 2016.

This thesis is devoted to theoretical aspects of Lorentz-violating models; covering quantum
electrodynamics and pure Yang-Mills theory with violation of Lorentz and CPT symme-
tries. We focus in the analysis of the renormalizability of these models. In the quantum
electrodynamics, we analyse the renormalization to 1-loop through analytical methods,
1.e., explicit computation of the Feynman diagrams, and we apply the dimensional regu-
larization together with the MS prescription in order to subtract ultraviolet divergences
that rise in the vertex function, and we still discuss the problem of Chern-Simons like term
generation. In order to extend the renormalizability analysis to all orders in perturbation
theory, covering issues like quantum stability and gauge anomalies — and rediscuss the
Chern-Simons like term generation —, we employ the BRST quantization and the algebraic
renormalization technique, a renormalization independent method. Moreover, it is em-
ployed the Symanzik method as a controler of Lorentz and CPT breakings. The analysis
of the renormalizability of pure Yang-Mills theory is performed via same methods. Due
to the generation of mass terms for the non-Abelian gauge fields, a consequence of the
exigency of the quantum stability, from Lorentz breakings coefficients, we analyse the
physical spectrum of the non-Abelian gauge field propagator, taking into account issues
like causality and unitarity.

Keywords: Lorentz symmetry violation. BRST symmetry. Renormalizability. Unitarity.
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INTRODUCAO

Atualmente, o melhor formalismo conhecido que descreve sistemas de particulas
em interagao a altas energias é o formalismo de Teoria Quantica de Campos (TQC).
A TQC concilia os principios da Mecanica Quantica com os principios da Relatividade
Especial. Contudo, até agora, nao se tem uma descrigao totalmente consistente da Re-
latividade Geral dentro dos principios da Mecanica Quantica. Nao obstante, trés das
quatro interagoes fundamentais, i.e., eletromagnética, forca nuclear fraca e forca nuclear
forte, sao descritas por teorias quanticas de campos — mais especificamente, teorias de
calibre. O Modelo Padrao (MP) da Fisica de particulas d4 uma descricao unificada
[T, 2] dessas trés interagbes: a unificacao é codificada na simetria sob o grupo de cali-
brdl] SU(3), x SU(2)r, x U(1)y. De fato, o Modelo Eletrofraco [3, 4], referente ao setor
SU(2), x U(1l)y, incorpora as interagoes eletromagnética e fraca. (A Eletrodinamica
Quantica [5] 6] [7] refere-se ao setor U(1)e,, do modelo prévio, i.e., quando a simetria é
quebrada espontaneamente.) A Cromodinamica Quantica (CDQ) [8, O], relacionada ao
grupo SU(3)., descreve as interagoes fortes. Ainda, desde que esse modelo é construido
sobre uma variedade minkowskina 4-dimensional, i.e., M13)  a simetria sob o grupo de
Poincaré é de fundamental importancia.

Basicamente, a simetria sob o grupo de Poincaré diz que as leis da Fisica de-
vem ser invariantes sob transla¢oes no espago-tempo e rotagdes no espago-tempo (ou
transformagoes de Lorentz). Estas nos dizem que os resultados experimentais sao inde-
pendentes da orientacao do loboratério, i.e., invariancia por rotagao, e independente da
velocidade no espaco, i.e., boosts. Aquelas nos dizem que um experimento deve levar a
mesma fisica se for realizado em um ponto do espaco x ou ' e também em um instante
de tempo ¢ ou t’. De fato, isto é bem estabelecido através dos principios da Relatividade

Especial [10]; que sao:
e Principio da relatividade;
e Principio da constancia da velocidade da luz.

O primeiro principio ja era bem conhecido e estabelecido por Galileu, sobre o qual estava
estabelecida a mecanica newtoniana, ou seja, que as leis da Fisica sao independentes de ve-
locidade, orientacao do experimento e translacao temporal. Em linguagem de simetria: a
mecanica newtoniana ¢é invariante sob transformagoes de Galileu. Contudo, como bem no-

tado por Lorentz, as equacoes de Maxwell, que descrevem os fendomenos eletromagnéticos,

1 Os subscritos nos grupos referem-se & carga de cor, ¢, quiralidade left, L, e hipercarga, Y.
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nao sao invariantes sob transformacoes de Galileu. Na verdade, as equagoes de Maxwell
sao invariantes pelas chamadas transformagoes de Lorentz. No entanto, foi através de
Einstein que as transformacoes de Lorentz passaram a ter um profundo significado fisico.
De fato, o principio da relatividade segundo Einstein estabelece que as leis fisicas devem
ser covariantes sob um conjunto de transformacoes entre referenciais inerciais. O segundo
principio estabelecido por Einstein clama que a velocidade da luz é a mesma em todos os
referencias inerciaiﬂ Através desses dois principios as transformacoes de Lorentz podem
ser derivadas de uma forma sistemética. Entretanto, o sucesso da Relatividade Especial
nao reside necessariamente somente nesse fato, mas na profunda mudanca do nosso en-
tendimento sobre espaco e tempo, bem como nosso entendimento sobre energia. De fato,
neste cendario, espaco e tempo nao sao conceitos absolutos, mas sao unificados no conceito
de espaco-tempo, onde o que é invariante agora é um elemento de linha em um espago de
Minkowski.

Note, contudo, que a covariancia das leis fisicas estabelecida pela Relatividade Es-
pecial diz respeito somente a referenciais inerciais. No intuito de generalizar esse conceito
para referenciais nao-inerciais [11], Einstein postulou o principio da equivaléncia, que pode

ser melhor entendido através de dois principios:

e Principio de equivaléncia fraco: igualdade entre massa inercial m; (que aparece na
segunda lei de Newton) e massa gravitacional m, (que aparece na lei da gravitagao

universal de Newton), m; = m.

e Principio de equivaléncia forte: é impossivel distinguir um referencial nao-inercial
de um campo gravitacional local. Ou em uma linguagem mais formal: o espago-
tempo é uma variedade riemanniana e localmente é Minkowski. Ainda é valido o

principio da equivaléncia fraco.

Basicamente este ultimo principio estabelece que as leis da Fisica sao covariantes sob
transformacoes gerais de coordenadas ou difeomorfismos. Em suma, aqui a gravidade
ganha um conceito geométrico. Ainda, as transformacoes de Lorentz sao validas somente
localmente.

A partir dos conceitos mencionados acima, vemos o profundo papel das simetrias
para a Fisica. De maneira informal, entendemos por simetria a propriedade de um sistema
permanecer invariante quando é aplicada alguma transformacao sobre ele. Do ponto de
vista matematico, podemos relacionar essa transformacao a algum operador. De fato,
sob um ponto de vista formal — deste que estudaremos aqui teorias de campo — podemos

considerar um campo como uma funcao que mapeia uma variedade — por exemplo, o

2 Este principio pode ser apresentado de outra forma: existe uma velocidade limite de propagacdo de
informacao. Interessante que essa velocidade coincide com a velocidade da luz.
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espaco de Minkowski — em um espaco vetorial; esta funcao pode ser suave, ou mesmo uma
distribuicao. Assim, fica natural pensar em operadores atuando nesse espaco vetorial.

A importancia de simetrias tornou-se mais clara e profunda através do trabalho
de Emmy Noether [I2], que associa cada simetria continua de um funcional — no nosso
caso, da acao — a uma quantidade conservada. Deste modo, as simetrias passaram a
desenvolver um papel importante na construgao e selecao de modelos fisicos. Por exemplo,
a Teoria de Campos (TC) sobre um espaco de Minkowski é uma teoria construida sob
a invariancia do grupo de Poincaré. Enfatizando novamente, o grupo de Poincaré inclui
translagoes no espago-tempo (que levam a conservacdo do tensor energia-momento) e
transformagoes de Lorentz — rotagoes (que levam a conservacao do momento angular) e
boosts. A conciliacao dessa teoria com a mecanica quantica aparece quando as particulas,
que nessa teoria sao descritas por campos, sao identificadas como estados no espago de
Fock que se transformam sob representagoes irredutiveis unitarias do grupo de Poincaré
[13, 14]. Os estados de uma unica particula sdo completamente definidos pelos dois
operadores de Casimir do grupo de Poincaré: um associado a massa e outro ao spin da
particula; ou helicidade dependendo se a particula é massiva ou nao. Também, além de
estabelecer a estrutura causal de modelos fisicos, a covariancia de Lorentz limita a forma
dos funcionais, construidos a partir dos campos e suas derivadas, a forma de escalares de
Lorentz.

E importante enfatizar que, se considerarmos todas as possiveis transformacoes de
Lorentz, existe um subconjunto de transformacoes que formam um grupo discreto, isto é,
a paridade P, que é uma reflexao espacial, x — —x, e a reversao temporal T', t — —t. O
operador associado a paridade é implementado de forma unitaria, ao contrario da reversao
temporal, que é uma operacao antiunitaria. Além dessas duas transformacoes discretas,
ha a operacao de conjugacao de carga C, também implementada unitariamente. Essa
operacao associa o estado de uma particula, por exemplo, de carga —¢q, ao estado de sua
antiparticula, de carga +q. Contudo, convém ressaltar que o mapa completo entre um
estado de uma particula para o estado de sua antiparticula é realizado pela operagao
completa de CPT. E importante mencionar que a EDQ, a CDQ e a Relatividade sao
simétricas sob as operagoes C, P e T individualmente, ao contrario do Modelo Eletrofraco
que viola C e P separadamente, mas preserva CP e T. Nao obstante, sabe-se que o MP
preserva a simetria completa CPT. Isto pode ser entendido como uma consequéncia do
Teorema CPT [I5], 16, [17]:

e Uma TQC local invariante de Lorentz com um hamiltoniano hermitiano é invariante
sob CPT.

Caso seja construida uma teoria que viole a simetria de Lorentz, nada se pode afirmar
sobre a simetria de CPT. Em caso contrario hd um teorema devido a Greenberg [I§], que

diz que:
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e Se a invariancia de CPT é violada em uma teoria quantica de campos interagente,

entao essa teoria também viola a simetria de Lorentz.

A partir desse teorema se conclui que caso seja observada a violagao de CPT na Natureza,
verifica-se também a violagao da simetria de Lorentz.

Nao menos importante no MP, a simetria de calibre, que é uma simetria no espago
interno dos campos, além limitar os tipos de interagoes entre os campos, tem um papel
importante na prova da renormalizabilidade e unitariedade das teorias de calibre [19] 20,
21].

Apesar da importancia das simetrias na Fisica, novos cenarios surgem através da
violagao de simetrias. De fato, quantidades que usualmente sao nao observaveis devido
a simetrias tornam-se observaveis quando violagoes de simetrias se manifestam. Para
entendermos isso melhor, consideremos o seguinte exemplo: seja uma teoria de campos
descrita por uma agao. Usualmente constrdi-se uma agao com todo o conteido de simetria
possivel. Nesse caso, a violagao de simetrias pode se manifestar de dois modos: (%) quebra
explicita de simetria: a violagdo manifesta-se diretamente na agao; (i) quebra espontanea
de simetria: a acao ¢ invariante, mas as solugoes da teoria nao, i.e., o estado de vacuo
da teoria nao ¢ mais invariante. Um exemplo dessa segunda situacao ¢ uma teoria de
campos escalar, com um potencial tipo “chapéu mexicano”, e invariante sob uma simetria
interna global de um grupo G. Neste caso, existe um minimo nao-trivial do potencial,
i.e., o vacuo da teoria. Contudo, embora o potencial seja invariante sob a agao de um
elemento g € G, o estado de vacuo nao mais serd invariante sob a acao de g. Diz-se,
neste caso, que houve uma quebra espontanea de simetria. O ponto interessante é que
o estado de vécuo é invariante sob um elemento g, se ¢ € H, onde H é um grupo de
estabilidade. Neste caso, temos a propagacao de (dim G — dim H) bdsons escalares de
massa nula; os chamados bésons de Nambu-Goldstone [22], 23]. O teorema de Goldstone
[24] assegura que para cada elemento da dlgebra de Lie do grupo G que quebra a simetria
do estado de vacuo, teremos um boéson de massa nula. Desde que a quebra de simetria
é espontanea, sempre teremos pelo menos um bdson escalar de massa nula. Entretanto,
no caso de simetria interna local, i.e., simetria de calibre, o teorema de Goldstone deixa
de ser valido, ou seja, nao temos mais propagacao de campos de massa nula. Neste caso
entra em cena o mecanismo de Higgs [25, 26]. O mecanismo de quebra espontanea de
simetria é de suma importancia para a geracao de massa dos bdsons vetoriais no Modelo
Eletrofraco [27, 28]. Neste caso a condensacao do campo de Higgs é responsével por gerar
massa para os férmions e bésons do setor eletrofraco do MP, onde o que seriam os modos
de massa nula, sao absorvidos como modos longitudinais dos bdsons vetoriais massivos
W*e Z.

Nao obstante, a observacao de assimetrias ou simetrias aproximadas em uma de-
terminada escala de energia pode dar indicios de uma fisica mais completa em escalas

de energias maiores. Um exemplo é a quebra da simetria de sabor. De fato, através da
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analise das massas de estados ligados de quarks — as chamadas excitacoes — , observa-se
que essa simetria é uma simetria aproximada, e que deveria existir algum mecanismo que
quebrasse essa simetria. Ainda, a violagdo da simetria quiral [29] e sua relacao com o
decaimento do pion neutro em dois fétons [30], 7° — 7. Onde o pion é um estado ligado
descrito por um par quark-antiquark. Interessante desse decaimento é que, a fim de que
a previsao teodrica para a constante de acoplamento desse decaimento coincidisse com os
resultados experimentais, os quarks deveriam existir em N = 3 numero de cores, 1i.e.,
eles deveriam pertencer a representagdo fundamental de SU(3). Na verdade esse é um
dos poucos calculos em CDQ que é realizado perturbativamente. Enfim, os exemplos de
quebras de simetrias sao iniimeros, e nao nos estenderemos.

No entanto, é no contexto de quebra de simetria que estd inserida esta tese. Espe-
cificamente, trataremos da quebra da simetria de Lorentz no MP proposta por Kostelecky
e Colladay [31]. Tal quebra foi primeiramente observada teoricamente como uma possi-
bilidade de quebra espontanea de simetria em teoria de cordas [32]. Basicamente, tal
violagdo caracteriza-se pelo fato de o espago-tempo ser (por hipdtese) permeado por ve-
tores de fundo constantes. Assim, é esperado que o comportamento dos campos usuais
do MP, tanto do ponto de vista classico como do ponto de vista quantico, seja afetado
devido a presenca de tais campos de fundo. Esta tese estd dedicada a analise do MP, com
foco em aspectos de renormalizabilidade e unitariedade, quando tal violagao é levada em
conta. Contudo, acreditamos ser mais conveniente dedicarmos um capitulo especial para
explorarmos o conceito de violacao da simetria de Lorentz acima descrito, e justificar
se os aspectos a serem estudados nesta tese sao de fato relevantes, do que trata-lo na
introducao.

Os temas abordados nesta tese serao apresentados da seguinte forma: no Cap.
apresentaremos uma abordagem geral sobre unitariedade e renormalizabilidade em TQC
perturbativa. Analisando a condi¢ao de unitariedade sobre a fungao de Green de dois
pontos advinda da condi¢ao de unitariedade da matriz S. Faremos uma exposicao geral
sobre funcionais geradores e os diferentes tipos de fun¢des de Green. Apresentaremos
também os fundamentos de teoria de renormalizagao: incluindo renormalizacao analitica
e algébrica. Esses conceitos serao de suma importancia nesta tese. No Cap. 2| discorremos
detalhadamente sobre o conceito de violagao da simetria de Lorentz. Ademais, apresen-
tamos as motivacoes de se estudar a violagao da simetria de Lorentz. A eletrodinamica
quantica com violagao da simetria de Lorentz é apresentada no Cap. [3, onde estudaremos
sua renormalizabilidade a 1-laco. Aqui, verificaremos que esse modelo é renormalizavel a
1-lago. No Cap. [4] analisamos a renormalizabilidade dessa teoria em todas as ordens em
teoria de perturbagoes; com foco na andlise da estabilidade quantica. De fato, tal propri-
edade ¢ verificada em todas as ordens. O Cap. |5 ¢ dedicado ao estudo das anomalias de
calibre nessa teoria; é analisado se as identidades de Ward da teoria classica se mantém

no nivel quantico. Mostraremos claramente que a EDQ estendida é livre de anomalias de
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calibre. O Cap. [6]é dedicado & andlise da renormalizabilidade em todas as ordens da Teo-
ria de Yang-Mills pura com violagao da simetria de Lorentz. Embora tal estudo apresente
sutilezas em comparacao com o modelo abeliano, sua renormalizabilidade é verificada.
No Cap. |7 é analisado a causalidade e a unitariedade da Teoria de Yang-Mills quando
termos de massa sao gerados devido a exigéncia da estabilidade quantica. Veremos que,
sob certas condicoes, esse modelo é causal. Contudo, a andlise da unitariedade realizada
somente no setor dos campos de calibre, sem considerar os campos fantasmas, mostra a
violagao da unitariedade desse modelo. Convém ressaltar que, ao final de cada capitulo —
especificamente, do Cap. [3|ao Cap. []] - faremos uma discussao detalhada dos resultados
obtidos no referido capitulo. No capitulo final apresentamos nossas conclusoes e perspec-
tivas, comparando, e enfatizando, todos os resultados obtidos nesta tese. Sugerimos o

leitor ver inicialmente as notagoes aqui adotadas no Ap. [A]
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1 UNITARIEDADE E RENORMALIZABILIDADE EM TQC

Neste capitulo abordaremos alguns elementos fundamentais em TQC. Os assuntos
aqui abordados podem ser consultados em livros-texto. Entretanto, acreditamos que é
necessario enfatizar, embora sem muitos detalhes, alguns pontos importantes que serao
usados nos capitulos mais técnicos desta tese. Além disso, alguns pontos que considera-
mos importantes serao abordados somente nos capitulos seguintes, a fim de nao antecipar
conceitos que merecam mais destaque nos referidos capitulos. Aqui, nos concentraremos
na definicao dos elementos da matriz S, i.e., a matriz de espalhamento. Em seguida,
através da formula de reducao de LSZ, explicitaremos a profunda relagao entre os elemen-
tos da matriz S e as fungoes de Green. Assim, é necessaria uma definicao dessas fungoes.
Na sequéncia, daremos a definicao formal para o funcional gerador dessas funcoes, as-
sim como a definicao dos funcionais geradores mais fundamentais em TQC, os chamados
geradores dos diagramas irredutiveis a uma particula. Contudo, as correcoes quanticas
sobre esses geradores podem conter termos mau definidos com respeito a altos momen-
tos. Deste modo, um método de regularizacao é necessario para tratar esse problema.
O procedimento de renormalizagao ird nos ajudar a eliminar os termos mau definidos
dos diagramas irredutiveis a uma particula. Entretanto, nao se conhece um método de
regularizacao aplicavel em todas as teorias conhecidas; no sentido de preservar todas as
simetrias da teoria no nivel classico. E, além disso, existem teorias que nao se conhece
um esquema de regularizagao que preserve todas as simetrias das teorias no nivel classico,
e.g., teorias supersimétricas. Levando isso em conta, exporemos uma breve revisao sobre o
método de renormalizacao algébrica, a qual é uma abordagem de renormalizacao indepen-
dente do esquema de renormalizacao (regularizagao, prescrigdo de subtragao e condigoes

de renormalizagao).

1.1 A matriz S e a férmula de reducao de LSZ

Em mecanica quantica, dado um estado inicial de uma tnica particula, bem de-
finido, pertencente a um espaco de Hilbert, podemos calcular a probabilidade de esse
estado ser medido em outro estado final. A condicao de unitariedade e a conservacao da
probabilidade exigem que a norma do estado inicial deva ser unitaria; que também deve
coincidir com a norma do estado final. Em TQC, lidamos com sistemas onde o niimero de
particulas de um sistema fisico é variavel e, além disso, essas particulas podem interagir
entre si. Dado um estado inicial de n particulas, a questao que fica é: como calcular a
amplitude de probabilidade da transicao do estado inicial de n particulas para um estado

final de m particulas? Desde que as particulas sao interagentes, o estado intermediario,
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digamos, em t = 0, é desconhecido. Contudo, s6 temos bem definidos — em momento,
spin, carga; grandezas que descrevem completamente o espectro do hamiltoniano da te-
oria — os estados assintéticos, i.e., o estado inicial de n particulas, |pi,...,p,;in) (em
t — —o0) e o estado final de m particulas, |out;qi,...,qn) (em t — +00). A amplitude
de probabilidade para que a transicao entre o estado inicial dado e o estado final ocorra

¢ obtida através dos elementos da matriz S,

S = (q1,---,qm;out|py, ... ,py;in) . (1.1)

O principio da completeza assintética [16] requer que os estados in e out pertencam ao
mesmo espaco de Hilbert, e este espaco seja o espago completo da teoria quantica. Em
principio, esses dois estados assintéticos sao ortonormais aos possiveis estados ligados
decorrente de interacOes entre as particulas. Assim, deve existir um operador S que

relaciona esses dois estados assintoticos, tal que,

|p17---7pn;OU't> = S|p177pn72n> (12)

A completeza dos estados in e out implica imediatamente na unitariedade do operador
S, i.e., SIS = 1. Visto de outra forma: dado um estado inicial, a soma sobre todos os
possiveis estados finais deve fornecer uma probabilidade unitaria. Em suma, a unitarie-
dade da matriz S implica na conservacao da probabilidade.

No espalhamento entre particulas, nao necessariamente todas as particulas partici-
pam do processo de espalhamento. Levando isso em conta, pode-se decompor a matriz S
em uma parte trivial, indicando as particulas que nao contribuem para o processo, e uma
parte nao-trivial, descrita pelo operador de espalhamento T, tal que S = 1 + iT". Assim,

a condicao de unitariedade implica
(1—iTH(1+iT) =1, =TT = i{(T"-T). (1.3)

A partir da conservagao de energia e momento na transicdo do estado |i) para o estado

|f), temos a seguinte relagao
(fITli) = (@m)'o" (Py = P) Ti, (1.4)
e, consequentemente,

(T = (2m)*e* (Pr = P) Tiy (1.5)
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Inserindo um conjunto completo de estados intermediarios |n), obtemos

(FITITNE) = Y (fITTn)(n|T]i)

n

= (@2n)'* (Pr—P)> _(2m)*" (P, — P) T, Toi - (1.6)

n

A partir das Egs. ((1.3)-(1.6), obtém-se

—i (T =T5) = > _@2m)'6" (Pa = P) T Twi (1.7)
n

onde a soma € suposta ser sobre todos os possiveis estados intermediarios, assim como
espaco de fase invariante de Lorentz e spin das particulas. E importante notar que a
relacao ¢ mantida ordem a ordem em teoria de perturbacoes; por exemplo, no
lado esquerdo de temos uma matriz de espalhamento de ordem ¢ na constante de
acoplamento, enquanto que no lado direito, que é quadrado na matriz de espalhamento, é
de ordem g?; é uma relacao entre a teoria no nivel drvore e a teoria a 1-laco (sendo mais
precisos, temos uma relacao recursiva, se considerarmos teoria de perturbagoes). Vale

mencionar que a Eq. nada mais é que o teorema 6tico generalizado.
Embora a Eq. nos forneca a forma geral de como obter os elementos da matriz
S, a forma como ela se encontra nao nos é conveniente. Contudo, é sabido em TQC que
um operador de campd| ¢ quando atua no estado de vécuo |0) [I7] cria um estado de
uma unica particula de uma definida posicao. A aplicacao sucessiva desse operador de
campo sobre o estado de vacuo cria estados de miultiplas particulas. De posse dessa
propriedade, podemos definir o valor esperado no vacuo do produto dos campos ordenado

temporalmente

G"(z1,...,x,) = (0|Té(x1),...,0(x,)[0) . (1.8)

Esta relagao é chamada fungao de Green de n pontos no espago das posigoes. Usualmente,
estamos interessados na fungao de Green no espago dos momentos (que sao as grandezas
mensuraveis em um laboratério). Esta pode ser obtida pela transformada de Fourier da
funcao de Green no espago das posicoes. E importante notar que, em principio, os campos
@’s sao interagentes, nao satisfazendo as relagoes de dispersoes cldssicas, e, portanto,
seus momentos nao estao na camada de massa. De fato, se esse campo é considerado
como sendo interagente, ao atuar no estado de véacuo, ele nao necessariamente criarda um

estado de uma tinica particula com uma massa bem definida, mas um estado de multiplas

3 Por simplicidade, consideraremos as discussdes deste capitulo com um campo escalar neutro.



20

particulas com massas que, a principio, nao sao iguais.
A importéancia de se estudar as fungdes de Green esta no fato de que elas podem
ser relacionadas aos elementos da matriz S descritos na Eq. (1.1)). De fato, a partir da

férmula de redugao de LSZ (Lehmann-Symanzik-Zimmermann) [33], [34], temos a seguinte

relagao
neeonti i = ] i af — o) I] i 07 i) >
=1 " B j=1%7 J
X Gner(_(h?"'a_qm;plv“->pn) . (19)

A partir dessa relacao, vemos que — desde que os momentos estao na camada de massa
— os elementos da matriz S serao diferente de zero a menos que os momentos das pernas
externas da fungao de Green de (n 4+ m) pontos estejam na camada de massa.

Um fato importante é que a relacao pode impor restri¢oes sobre a fungao de
Green de dois pontos. Além disso, o teorema 6tico generalizado pode ser obtido de acordo
com as regras de Cutkosky [35], as quais podem ser entendidas da seguinte maneira: (1)
dado um diagrama de lago (ver Sec. , corte as linhas internas de todas as possiveis
formas e, entao, coloque as linhas cortadas na camada de massa; (i1) para cada corte,
coloque o propagador na camada de massa e some sobre todo o espago de fase e sobre o
spin das particulas; (ii7) some sobre todas as contribuigdes possiveis de corte. Através do
estudo da equagao de maior tempo [36], nota-se que a relagao é satisfeita se a parte

imagindria do residuo da fun¢ao de Green de dois pontos satisfaz a seguinte relagao [37]
SIL >0, (1.10)

onde II é a fungao de Green de dois pontos, avaliada na camada de massa, saturada com
fontes externas apropriadas. Uma demonstracao detalhada da relagao (1.10) pode ser

encontrada na Ref. [3§].
1.2 Funcionais geradores das funcoes de Green
A funcao de Green (|1.8]) descreve todos os possiveis diagramas da teoria, conexos

ou nao. Contudo, nao se sabe, atualmente, como calcular exatamente essa funcao. Entre-

tanto, no intuito de calcula-la perturbativamente, pode-se definir formalmente o funcional
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gerador para essa fungao como

21 - g <%)n%/d4x1...d4xn G212 (1) - T(mn) ou

= [ Dgexp [% (S[¢]+/d4x J(a:)<b(x)>} , (1.11)

onde S[¢] é a agao classica e J(z) é uma fonte externa cldssica (uma fungao suave e, se
necessario, de suporte compacto). A fungao de Green de n pontos pode ser obtida através

de sucessivas derivadas funcionais de Z[J] em relacao a fonte J(z) e, no fim, toma-se
J(x) =0,

571

G"(1,...,x,) = <_ih)néj(x1) 0 ()

Z[J]ls=0 - (1.12)
Ainda, pode-se prosseguir e definir um novo funcional gerador, Z.[J],
ZJ[J] = —ihlnZ[J], (1.13)

onde Z.[J] gera somente diagramas conexos. De fato, aplicando derivadas funcionais

sucessivas em Z.[J] em relagao a fonte J(x), obtém-se

571
37 (x1) .0 (xn)

G'(x1,...,m,) = (—ih)"! Ze )| 1=0 (1.14)
a fungao de Green conexa G. Outro importante resultado decorre da defini¢ao do funci-
onal Z.[J],

0Z[J]

l7=0 (1.15)

onde ¢.(x) é um campo cldssico; que nada mais é que o valor esperado no véicuo do
operador de campo ¢. Usualmente, em teorias sem quebra espontanea de simetria, esse
valor é nulo. Contudo, na presenca da fonte J(x), o campo cldssico é um funcional da
fonte J(x) e nao necessariamente é nulo, como é possivel notar a partir da Eq. .
Desde que o campo ¢.(x) e a fonte J(z) sdo varidveis conjugadas uma da outra, através

de uma transformada de Legendre, pode-se definir um novo funcional gerador,

o] = ZJled]) / d'z (6 () delc) (1.16)

O funcional gerador I'[¢.] gera todos os diagramas irredutiveis a uma particula; estes sdo
diagramas com as pernas externas amputadas, i.e., sao compostos somente de diagramas

de lacos. Assim, esses diagramas permanecem conexos ao se cortar qualquer linha interna.
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A partir da Eq. (1.16))

Tlod _ 0Zl) [ 0Iw),
00e(x) — 90.(x) / WY Soulay W @
o LU 00 [ . 0J0) 0ZLT)

/ Y 570y) 50u(a) / T Soea) 5aty) T
— _J(2), (1.17)

onde usamos a regra da cadeia para a derivada funcional e a definicao do campo classico.

Por conveniéncia, podemos escrever o funcional gerador I'[¢.] como

Ilo.] = ;%/d‘lxl...d‘lxn ™21,y @) de(x1) oo Be() (1.18)

onde I' é denominada funcao vértice de n pontos. A expansao de I'[¢.] corresponde a
expansao em lagos da série perturbativa, que coincide com a expansao em h. De fato, a

mais baixa ordem de I'[¢.] em K corresponde a agao cldssica [39],

%] = S . (1.19)

Devido a isso, I'[¢.] ¢ usualmente denominada agao efetiva. Colocando-a de uma forma

geral, temos

Tlod = > T™[o] . (1.20)

Em principio, em teorias sem quebra espontanea de simetria, a ordem em teoria de per-
turbacoes coincide com a ordem na constante de acoplamento.
Seguindo a anélise do funcional gerador I'[¢.], vejamos sua relacao com as fungoes

de Green. Seja

_0 4, 0¢c(z) 6 _ 4, 627, J] 5
0y /d 67 (y) 06c(2) /d 57(9)67(2) 66u(2) (1.21)

Atuando esta relacao em (|1.17]), encontramos

0 OC[o]

5J(y) 6¢.(x) = =0z -y
o 02 ST
/ @ 5T(Y)0J(2) 06e(2)00(x) 0z —y). (1.22)

Nota-se desta expressao que o propagador completo do campo ¢ é a inversa da fungao
vértice de dois pontos. Isto significa que, no espaco dos momentos, o propagador completo

apresenta um polo correspondendo a raiz da funcao vértice de dois pontos, i.e., a massa
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Figura 1 - Funcao de Green de dois pontos.

Legenda: O lado direito desta figura
corresponde & inversa da funcao

vértice de dois pontos.

Figura 2 - Funcao de Green de trés pontos.

[y

Legenda: A funcao de Green de trés pontos corresponde a
fungoes de Green de dois pontos conectadas

através da funcao vértice de trés pontos.

de qualquer particula estavel criada pelo campo ¢ quando atua no estado de vacuo. A
relacao (|1.22)) pode ser visualizada através do diagrama mostrado na Fig.

Prosseguindo no estudo dos funcionais geradores, podemos obter importantes relagoes
entre a funcao de Green de n pontos e a funcao vértice de n pontos. De fato, aplicando
(1.21)) em (1.22)), obtemos

[
0J ()8 (x")0J(2) dpe(x")pe(y)
4 1 34 1 / / 63F[¢C] _
+/d 2d* Gz, 2")G(z, 2 )5¢c($')5¢c(y’)5¢c(2') =0. (1.23)

Multiplicando esta expressao por G(y,%'), integrando sobre 3/, e usando ((1.22)), obtemos

87| J]
5J(x)dJ(y)oJ(z)

3°T[¢c]
00 (2')00c(y )ode(2') -
(1.24)

= —/d4a:’d4y’d4z’G(x,a:’)G(y,y’)G(z,z’)

Vemos que a funcao de Green de trés pontos corresponde a inserir como um vértice a
funcao vértice de trés pontos, e nas pernas externas inserir a funcao de Green completa
de dois pontos, como pode ser visto na Fig.[2l Chegamos aqui a um importante resultado:

o calculo da funcao vértice de n pontos determina completamente o calculo da funcao de
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Green de n pontos. De fato, mostramos que a funcao de Green de dois pontos é obtida a
partir da funcao vértice de dois pontos; este resultado, por sua vez, pode ser usado, junto
com a funcao vértice de trés pontos, para calcular a funcao de Green de trés pontos. Este
procedimento pode ser aplicado ao calculo de fungoes de Green com um niimero arbitrario
de pernas externas. Agora o calculo dos elementos da matriz S fica claro, i.e., fica limitado
a inserir as fungoes vértices como vértices e nas pernas externas colocar as funcoes de dois
pontos completas. Estas, contudo, de acordo com a representacao de Kallén-Lehmann,
devem ser avaliadas na camada de massa [40, 41]. Realmente, a representacao espectral
da funcao de Green de dois pontos diz que ela apresenta um polo simples. Realmente, da
formula de reducao de LSZ, vemos que os momentos sao tomados na camada de massa.
Assim, cada perna externa da funcao de Green deve também estar na camada de massa;
que de fato acontece, como acabamos de ver. Isso significa que os elementos da matriz S
equivalem a tomar o residuo da funcao de Green de n pontos.

Calcular I'[¢.], em geral, ndo é uma tarefa facil. De fato, o célculo desse funcional
sO é possivel perturbativamente. No nivel classico, como vimos anteriormente, se devida-
mente normalizada, ['[¢.] corresponde & agao classica S[¢.|; no nivel arvore ¢ equivalente
substituir a funcao vértice pelos vértices da acao classica. Correcoes quanticas sobre I'
sao provenientes de diagramas de lacos. Essas corregoes, contudo, como veremos adi-
ante, normalmente sao divergentes devido a arbitrariedade na integracao dos momentos
internos. Isso pode trazer sérios problemas; por exemplo, a interpretacao fisica para os
elementos da matriz S fica comprometida. Na secao seguinte analisaremos essa questao

em mais detalhes.

1.3 Renormalizacao

Os diagramas em TQC que nos fornecem uma visao esquematica das interagoes
entre particulas existem em dois tipos: diagramas de arvore e diagramas de lagos. Os
diagramas de arvore contém somente vértices ligados entre si através de propagadores
sem correcoes quanticas. Nao é dificil notar que os momentos internos dos diagramas de
arvore — embora nao estejam na camada de massa — sao determinados completamente
pelos momentos externos. Nos diagramas de lacos, contudo, para cada laco existe uma
integracao no momento interno do lago. Este momento, entretanto, nao é determinado
completamente pelo momento das pernas externas do diagrama. Isto significa que, em
altos momentos, i.e., regime ultravioleta, esses diagramas podem apresentar divergéncias.
Além disso, se irmos a ordens mais altas em teoria de perturbagoes, i.e., mais lagos, o
grau de divergéncia desses diagramas pode vir a aumentar. Desde que os calculos em
lacos representam corregoes a acao efetiva, é necessario, entao, um procedimento que nos

permita tratar essas divergéncias de um modo sistematico. De fato, para determinados
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modelos, esse procedimento existe.
A ideia prévia do grau de divergéncias para os diagramas pode ser mais bem

entendida através da seguinte expressao, que descreve um diagrama de Feynman genérico,

I(p1,....pm) = /dd/ﬁ... A%, flky, .o kni D1y D) (1.25)

onde d ¢ a dimensao do espago-tempo em questao, os k’s representam os momentos in-
ternos independentes (nimero de lagos), os p’s s@o 0os momentos externos (satisfazendo a
condicdo de conservagao de energia e momento, » .- p; = 0) e f(ki,...,kn;DP1,- - Dm)
é uma funcao dos momentos. A contagem de poténcias de k em [ indica o grau de
divergéncia do dado diagrama. Para fins praticos, nao é conveniente contar o grau su-
perficial de divergéncia dos diagramas através da integracao nos momentos internos. O
grau superficial de divergéncia pode ser determinado, de uma forma alternativa, através
da dimensao do espago-tempo da teoria em questao e através do nimero de pernas ex-
ternas dos diagramas. De fato, o grau superficial de divergéncia para um dado diagrama

irredutivel a uma particula v é dado por
6(y) = d=) doNe— dyVi, (1.26)
) i

onde Ng é o ntmero de pernas externas do diagrama ~ relacionado ao campo @, dg
corresponde a dimensao canonica UV de ® e d,, é a dimensao canonica da constante de
acoplamento g; correspondente ao vértice V;. Um importante teorema para a teoria de
renormalizacao, devido a Weinberg [42], estabelece que a integral de um diagrama de
Feynman é absolutamente convergente se o grau superficial de divergéncia, §(y), de um
subdiagrama ~; C 7 é negativo. Incluindo também o caso em que ~; e v coincidem.
Através desse resultado podemos classificar trés tipos de teorias para as quais

d(7y) > 0, quanto ao quesito de renormalizabilidade por contagem de poténcias; sao elas:

e Teoria super-renormalizavel: possui um nimero finito de diagramas divergentes;

e Teoria renormalizavel: possui um numero finito de diagramas divergentes, mas as

divergéncias surgem a todas as ordens em teoria de perturbacoes;

e Teoria nao-renormalizavel: todos os diagramas sao divergentes a altas ordens em

teoria de perturbagoes;

A partir de nota-se que a constante de acoplamento desempenha um papel im-
portante no critério de renormalizabilidade de uma teoria. De fato, o grau superficial de
divergéncias depende fortemente da dimensao de massa da constante de acoplamento, e,
tomando-se em conta que a ordem em teoria de perturbacoes esta relacionada a ordem na
constante de acoplamento, pode-se caracterizar o critério de renormalizabilidade através

da dimensao de massa da constante de acoplamento:
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e d, > 0: a teoria apresenta diagramas divergentes somente até uma dada ordem em

teoria de perturbacoes. Caso de teoria super-renormalizavel;

e d,, = 0: o nimero de diagramas divergentes é finito, mas as divergéncias devem
ser absorvidas ordem a ordem em teoria de perturbagoes com a introdugao de sutis

contratermos. Caso de teoria renormalizavel;

e d,, < 0: o numero de diagramas divergentes aumenta a medida que se vai a altas
ordens em teoria de perturbacoes. Assim, seria necessario um numero infinito de
contratermos para absorver essas divergéncias. Este ¢ o caso de uma teoria nao-

renormalizavel.

Alguns comentarios sao necessarios acerca de teorias nao-renormalizaveis e renorma-
lizaveis: Embora uma teoria possa ser nao-renormalidvel, isso nao significa que a teoria
seja quanticamente inconsistente ou nao-preditiva. Um ponto importante de se enten-
der é que em teorias nao-renormalizaveis a previsibilidade é restrita a escala de energia
que elas estejam sendo aplicadas, os tipos de fenomenos que estejam sendo estudados e
o grau de precisao de interesse sobre as varidveis que estejam sendo calculadas. Vimos
acima que um critério de nao-renormalizabilidade ¢ a dimensao negativa de massa da
constante de acoplamento; dito de outro modo, a constante de acoplamento tem a forma
g; ~ 1/m;, onde m; é uma escala de energia. Isto significa que uma teoria é bem preditiva
se tratamo-la em escalas de energias p < m;. A teoria deixa de ser viavel se p ~ m,.
Isso ocorre, por exemplo, na teoria de Schrédinger, onde, embora nao-renormalizavel, é
bastante consistente para p < m.. Onde m, é a massa do elétron — se o elétron for a
particula em estudo. A altas energias, contudo, é necessario um tratamento via EDQ. De
fato, a teoria de Schrodinger é um limite de baixas energias desta ultima. Outro exemplo
é a teoria de Fermi, proposta para descrever o decaimento beta do néutron. Essa teoria,
que é um limite de baixas energias do Modelo Eletrofraco, é bastante consistente para
energias tais que p < 300 GeV, onde, neste caso, a escala de energia é definida pela cons-
tante de acoplamento de Fermi, G, com G ~ (300 GeV)~2. Outro exemplo ¢ o caso da
Gravitacao. Embora nao-renormalizédvel perturbativamente, a expansao perturbativa da
teoria da Relatividade Geral de Einstein s6 deixa de ser preditiva para energias p ~ Mp,
onde Mp ~ 10" GeV é a massa de Planck.

No que diz respeito as teorias renormalizaveis, é importante apontar que elas
também apresentam um regime em que a teoria de perturbacoes falha. Isto ocorre no
chamado polo de Landau da teoria. A EDQ), entretanto, nao possui uma escala de energia
plausivel onde a teoria de perturbacoes poderia falhar. Na verdade, ela possui um polo de
Landau em ultra altas energias, bem acima da escala de Planck, da ordem de 10%1° GeV.
Assim, fica impossivel afirmar o que seria a EDQ préxima dessa escala energia. Deste
modo, parece que teorias renormalizaveis nao sao interessantes e nao apresentam vanta-

gens em relacdo as nao-renormalizaveis, mas apresentam, como veremos: (7) sendo uma
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teoria renormalizavel, isso significa que um nimero finito de contratermos é suficiente para
cancelar divergéncias. Em teorias nao-renormalizaveis as divergéncias podem ser cancela-
das, contudo, sao necessarios infinitos contratermos; o que reduz a previsibilidade dessas
teorias, ou seja, existem infinitos parametros para serem fixados experimentalmenteﬁ; (47)
em geral, teorias renormalizaveis sao teorias mais fundamentaiﬂ, no sentido de que de-
las podem emergir outras teorias, em limites de energias especificos. Assim, elas contém
graus de liberdades fisicos que usualmente nao se tornam explicitos em teorias efetivas ou
emergentes; (i) outro ponto importante em se trabalhar com teorias renormalizaveis e
mais completas é que as previsoes sobre os parametros da teoria sao mais precisas do que
no regime de teoria efetiva. Um exemplo disso é a correcao para o fator giromagnético
do elétron proveniente da EDQ, que é o maior acerto conhecido entre previsao tedrica e
experimento. Isto ndo ocorre se considerarmos a teoria de Schrodinger; (iv) o critério de
renormalizabilidade por contagem de poténcias é de grande importancia para selecionar
modelos fisicos. Por exemplo, ao fixarmos o espaco-tempo como sendo 4-dimensional, a
relagao ird selecionar um numero finito de modelos renormalizaveis que possam
descrever campos de calibre, autointeragentes ou nao, e (ou) em intera¢ao com os demais
campos de matéria.

Embora tenhamos tecido comentérios gerais acerca de teorias renormalizaveis, e
mencionado até a questao de contratermos, nem tudo foi dito a respeito da renorma-
lizabilidade perturbativa de uma teoria. De fato, a renormalizabilidade por contagem
de poténcias é um critério necessario mas nao suficiente para garantir a renormalizabi-
lidade de uma teoria. Na sequéncia, exporemos critérios importantes para garantir que
uma teoria seja, de fato, renormalizavel perturbativamente. Alguns dos critérios ja foram

comentados, outros serao mais bem expostos nas secoes seguintes; sao eles:

e Renormalizabilidade por contagem de poténcias;

e Acao local, i.e., 0s campos entram na a¢ao em um mesmo ponto do espaco-tempo,
e polinomial nos campos e suas derivadas. Isto para evitar correcoes quanticas nao

polinomiais nos momentos externos dos diagramas de Feynman;

e Auséncia de anomalias no nivel quantico, isto é, as simetrias da teoria cldssica sao

preservadas no nivel quantico;

4 Isto é melhor entendido no caso da renormalizacio na camada de massa. Veremos adiante que é
necessario introduzir sutis contratermos & teoria classica a fim de cancelar divergéncias na teoria. Na
renormalizacao na camada de massa se usa condicoes de renormalizacido para fixar os parametros dos
contratermos. Usualmente estes parametros sao fixados por condicoes fisicas. Em outras palavras, sao
determinadas a priori por experimentos fisicos.

5 Isto ndo é uma regra nem um critério para caracterizar ou dizer se uma teoria é fundamental ou nao.
Na maioria das teorias fisicas existentes isso ocorre. Contudo, o tema central desta tese é sobre uma
teoria renormalizavel mas que nao é fundamental.
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e Estabilidade quantica: os contratermos podem ser absorvidos pela redefinicao dos

campos e parametros da teoria classica.

A fim de continuar com o programa de renormalizagao, outro passo é importante. De fato,
mencionamos anteriormente que as corre¢oes quanticas sobre uma teoria classica estao
contidas nas integrais de Feynman. Estas, por sua vez, podem apresentar divergéncias; o
que nao é conveniente para fins praticos. No intuito de tratar essas divergéncias, pode-se
introduzir algum método que regularize essas integrais divergentes, de modo a torna-las
finitas e isolar suas partes divergentes reguladas. Existem varios métodos de regularizacao
e sua praticidade pode variar de teoria para teoria. Exporemos aqui alguns comentarios

sobre os principais esquemas de regularizacao.

1.3.1 Regularizacao

Vimos que as divergéncias na integral de Feynman ([1.25) ocorrem devido a inte-
gracao em altos momentos; essas divergéncias podem ser regularizadas de acordo com as

seguintes prescrigoes:

e Regularizagao por corte na escala: ao invés de integrar em altos momentos, limita-se

a integracao até uma dada escala de energia, A. Deste modo, o resultado da integral
(1.25) terda uma dependéncia em A.

Este esquema de regularizagao, contudo, quebra a invariancia manifesta sob o grupo de
Poincaré. Outra desvantagem deste método é que ele pode induzir massa para campos de
calibre. Isso implica na violagao da simetria de calibre, a qual é uma questao problematica
tanto do ponto de vista da renormalizabilidade como da unitariedade. O fato de realizar a
integracao nos momentos com uma escala de energia limitada pode implicar na supressao

de alguns graus de liberdade da teoria em estudo.

e Regularizagao de Pauli-Villars: este método consiste em introduzir um propagador
de um campo fantasma de modo a tornar a integral do tipo ([1.25)), se divergente,
finita [43].

Este esquema funciona bem para teorias de calibre abelianas, uma vez que ele preserva
a invariancia de calibre. Em teorias nao-abelianas este método falha, uma vez que a

covariancia de calibre é perdida nessas teorias.

e Regularizacao dimensional: a partir de ou , nota-se que a divergéncia do
grafico de Feynman pode ser reduzida através da redugao da dimensao do espago-
tempo. O presente método de regularizagao consiste em, ao invés de realizar a
integral de Feynman no espago-tempo em que a teoria é definida, integrar sobre um

espago-tempo de dimenséao arbitraria [44) [45].
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Por exemplo, para uma teoria definida em quatro dimensoes, calculam-se as integrais de
Feynman em um espaco d = 4 — e dimensional. No final, as partes divergentes sao isoladas
em termos do tipo 1/€", com ¢ — 0 — indicando os polos —, onde n indica a ordem em teoria
de perturbacoes. Além disso, a fim de manter a constante de acoplamento adimensional,
faz-se um rescaling na dimensao da constante de acoplamento, introduzindo um parametro
de massa u tal que g; — pPg;, onde p é uma poténcia que ird depender do vértice em
questao, de modo a manter a acao adimensional, uma vez que a dimensao canonica dos
campos também ¢ alterada.

Este método é vantajoso em relagao aos anteriores, pois além preservar a simetria
manifesta de Poincaré, nao viola a simetria de calibre; o que torna este método bastante
conveniente para tratar divergéncias em teorias quanticas de calibre. Contudo, como todo
método de regularizacao, ele nao é absoluto, isto é, aplicavel a todos os tipos de teorias
conhecidas. Tratar teorias com férmions quirais com este método requer um pouco de
cuidado. Por exemplo, no setor eletrofraco do Modelo Padrao, onde os bésons de calibre
acoplam-se a férmions quirais, cuidados extras sao necessarios a fim de se obter um resul-
tado consistente acerca da anomalia quiral. No entanto, nao entraremos nessa questao,
por hora. Apesar de que, nesta tese, estudaremos a renormalizabilidade de acoplamentos
do tipo pseudoescalar e pseudovetorial, usaremos aqui o método de regularizacao dimen-
sional. Desde que nos interessa nesse assunto somente isolar divergéncias a 1-laco, nao

temos perda de generalidade.

1.3.2 Prescricao de renormalizacao

Uma vez que tenhamos regularizado as integrais de Feynman divergentes e iso-
lado as partes divergentes das finitas, é necessario algum mecanismo que elimine essas
divergéncias, i.e., um esquema de renormalizacao. Existem varios esquemas de renorma-
lizagao. O mais simples é o esquemaﬁ MS, o qual consiste em absorver somente as partes
divergentes, i.e., partes do tipo 1/¢, da regularizagao dimensional. Contudo, esse esquema
nao é apropriado em teorias sem uma escala natural de renormalizacao, como, por exem-
plo, a CDQ. O esquema MS é apropriado para esse tipo de teoria. Esse esquema consiste
em absorver, além das partes divergentes, também partes finitas que estao presentes em
todas as integrais de Feynman. Esses termos universais sao do tipo In4m — vg, onde vg
¢ a constante de Euler-Masceroni.

Outra abordagem ¢ a renormalizacao na camada de massa. Basicamente, este

esquema, consiste em impor condicoes de renormalizacao sobre as integrais de Feynman

6 N.T.: Sigla do inglés Minimal Subtraction.
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tais que os parametros renormalizados coincidam exatamente com os parametros fisicos da
teoria, ou seja, aqueles que sao medidos em experimentos. Devido ao sucesso do esquema
MS, tal esquema tem caido em desuso. Contudo, a renormalizacao na camada de massa é
de grande importancia para fixar ambiguidades que possam surgir nas correcoes radiativas
de uma teoria [46].

Até agora, expomos esquemas de renormalizacao capazes de tornar uma teoria
finita por subtrair suas partes divergentes. Contudo, a aplicabilidade desses esquemas
exige que as integrais de Feynman tenham sido reguladas. Na sequéncia, faremos uma
breve apresentacao do esquema de renormalizagao de BPHZ (Bogoliubov-Parasiuk-Hepp-
Zimmermann) [47, 48] [49], que é independente do esquema de regularizagao. Este método
consiste em cancelar divergéncias das integrais de Feynman sem regulariza-las, sem a
necessidade de um regulador ultravioleta. Isto é feito da seguinte forma: Considere um
diagrama de Feynman « com grau de divergéncia §(y); em seguida, introduz-se o operador
t7. Este operador consiste em uma expansao de Taylor em torno do momento externo
zero, da integral I, até o grau de divergéncia 0(7). Deste modo, a integral renormalizada

tem a forma
R = (1-t)I. (1.27)

Por definicao, se I é finita, " = (. Caso o diagrama contenha vérios lacos internos, esse
procedimento de subtragao deve partir dos lagos mais internos até o diagrama total. Em
caso de subdivergéncias sobrepostas, deve-se usar a férmula da floresta de Zimmermann
a fim de subtrair essas divergéncias. Uma vez que o método usual de BPHZ subtrai di-
vergéncias ultravioletas em momentos externos nulos, surgem divergéncias infravermelhas
em teorias de campos de massa nula. A generalizacao desse método para campos de
massa zero foi realizada por Lowenstein [50]. Entretanto, o método se torna muito mais
complicado. Embora esse método seja vantajoso, uma vez que nao depende de regula-
dor ultravioleta, sua aplicabilidade em teorias de calibre, principalmente nao-abelianas,
¢ muito complicada. De fato, uma vez que a simetria de calibre nos fornece relacoes en-
tre diferentes diagramas de Feynman, renormalizar diferentes diagramas de Feynman de
modo a preservar a simetria de calibre pode ser uma tarefa muito dificil ou até impossivel.

Vimos, ao longo desta secao, a forma esquematica do programa de renormalizacao.
Embora nao tenhamos feito aplicagao a uma teoria especifica, o método aqui apresentado —
embora sem muitos detalhes — é geral; no sentido que pode ser aplicado em todas as teorias
possiveis, mas cada uma com suas particularidades. Contudo, convém chamar atencao
para dois pontos: regularizacao dimensional — seguida de uma prescri¢ao de subtracao de
divergéncias — e o esquema de renormalizacao BPHZL. Mencionamos anteriormente que,
embora muito util em teorias de calibre, a regularizacao dimensional pode levar a resulta-

dos ambiguos em teorias com férmions quirais, uma vez que estes nao sao bem definidos
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em dimensoes diferentes de quatro. O método de renormalizagao de BPHZL poderia ser
apropriado neste caso, mas, como ¢é esperado que os férmions interajam com campos de
calibre, a aplicabilidade desse método fica comprometida. E importante comentar que
em teorias supersimétricas nao existe um método de regularizagao conhecido que preserve
todas as simetrias da acao cldssica. Aplicar BPHZL aqui seria inconveniente. Aparente-
mente chegamos a um ponto dificil. Aparentemente, pois na préxima secao estudaremos
uma abordagem de renormalizacao capaz de tratar os problemas acima mencionados.
Mas, antes de avangarmos, é preciso mencionar como se executa o procedimento
de subtracao de divergéncias de uma forma genérica, independente do uso de reguladores
ou nao. As divergéncias das integrais de Feynman, além da arbitrariedade na integragao
nos momentos internos, podem ser entendidas como sendo um resultado de trabalharmos
com objetos definidos como o produto de distribuicoes. De fato, isto pode ser notado
a partir de , onde temos o produto vérios campos (distribui¢oes). O procedimento
de renormalizacao pode ser entendido como uma abordagem que trate, de uma forma
sistematica, esses infinitos. Por exemplo, vimos a partir de (|1.22]) que a funcao de Green
de dois pontos nada mais é que a inversa da funcao vértice de dois pontos, esta por sua
vez — na representacao de momento —, possui como raizes a massa no nivel arvore mais
corregoes quanticas. Na teoria de perturbagoes nao-renormalizada se parte de uma acao

nao-renormalizada, denotada por

1 1 Ao
Slpo] = /d4$ (§au¢oa“¢o - §m3¢3 - Zﬁbé) ) (1.28)
onde ¢g, mg € A\g, s20 0 campo, a massa e a constante de acoplamento nao-renormalizados,
respectivamente. Desde que as corregoes sobre a funcao de dois pontos dessa teoria irao
alterar o polo dessa funcao, com divergéncias isoladas incluidas, precisa-se redefinir o polo
da teoria. A redefinicao do polo da teoria acaba levando a seguinte relagao
i

(Olgo(k)po(=K)I0) = Zs—

p? —m?’

(1.29)

onde m é a massa fisica. O fator Z, surge pela redefinicao do campo na fungao de cor-
relagao. Sua forma é Z, = 1 + J,, onde d4 contém a parte divergente no limite que o
regulador é “desligado” (se usado algum esquema de regularizagao) e é uma fungao da cons-
tante de acoplamento; em ordem O()\?) a 1-lago. Dessa forma o campo nao-renormalizado
¢ mau definido. Em resumo, na teoria de perturbacoes nao-renormalizada, os contrater-
mos para a massa e constante de acoplamento surgem por substitui-los pelos seus valores
fisicos. Por outro lado, na teoria de perturbacoes renormalizada os contratermos vém da

acao, ou seja,

1 1 A 1 1 A
50, = [ da (gmaﬂ@ = G0t = GO0+ 050,006, — 50t Ewﬁ) (1.30)
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onde ¢,.,m, e A\, sao 0 campo, a massa e a constante de acoplamento renormalizados,
respectivamente; e, sao finitos. Neste caso, as divergéncias que surgem dos termos da a¢ao
sem os parametros-d’s sao canceladas pela escolha sutil desses parametros. A rigor,
esses dois métodos sao equivalentes, embora para fins praticos o ﬁltlimo ¢ mais conveniente.
De fato, existe um mapa entre os dois esquemas, tal que ¢g = Zg bry Zymd =m2 44, e
Zy o = (1+05)\,. Embora a partir dessas defini¢oes a acao ((1.30) possa ser escrita como
a acao (|1.28), nao espera-se confusdao entre as duas agoes. Ao se partir de uma teoria
descrita por (|1.28]), nota-se que seus parametros sao mau definidos devido a infinitos, e o
esquema de subtracao de divergéncias controla as divergéncias por levar esses parametros
mau definidos aos seus valores fisicos. Por outro lado, ao se partir de , nota-se que
os parametros sao finitos e as divergéncias que surgem através dos diagramas de Feynman,
construidos com base nesses parametros, sao canceladas pelos contratermos que contém

0s parametros-d’s.

1.4 Renormalizagao algébrica: seus fundamentos

Na secao anterior vimos que o tratamento perturbativo das fungoes vértice requer
um procedimento de renormalizacao no intuito de cancelar divergéncias ultravioletas; pre-
cedido por algum esquema de regularizagao ou nao. Este procedimento, contudo, pode
levar a violacao das simetrias da teoria classica. Desde que as simetrias descrevem com-
pletamente uma teoria, é conveniente que elas nao sejam violadas quanticamente. Aqui
¢ importante apontar duas situagoes distintas acerca da violagao das simetrias da teoria
cldssica quando a teoria é estendida ao nivel quantico: (i) a existéncia de um tratamento
perturbativo independente do esquema de renormalizacao; de modo a evitar anomalias
provenientes de patologias do método de regularizacao; (i7) a auséncia de anomalias no
nivel quantico, i.e., as simetrias classicas sao estendidas ao nivel quantico. E, caso a teoria
quantica apresente anomalias, estas sejam independentes do esquema de renormalizagao.

Baseado no Principio de A¢ao Quantica [51], principio este estabelecido por di-
versos teoremas gerais de teoria quantica de campos perturbativa, o método de renorma-
lizagao algébrica [52] permite um estudo rigoroso do regime quéantico de diversas teorias
de campos, e de forma independente do esquema de renormalizacdo. A questao prin-
cipal reside na extensao das simetrias cldssicas ao nivel quantico, baseando-se somente
nas relagoes algébricas entre funcoes de Green, descritas pelas identidades de Ward da
teoria. Deste modo, a caracterizacao de anomalias e contratermos invariantes é possivel,
sem a necessidade do calculo explicito das integrais relacionadas aos diagramas de Feyn-
man. Contudo, para entender os pontos centrais da renormalizacao algébrica, as nogoes

de insercoes e do Principio de Agao Quantica (PAQ) sdo necessarias.
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1.4.1 Operadores compostos

Seja os operadores compostos cldssicos Q;(x), definidos genericamente como o pro-
duto de campos presentes na teoria em estudo, podendo ser um vértice de interagao usual,
ou de modo geral Q(z) = (¢(x))™. Um procedimento padrao em TQC seria estudar as
corregoes provenientes da teoria quantica sobre o dado operador. Essas corre¢oes podem
ser determinadas através da nocao de insercgoes, i.e., por inserir na funcao de Green de n

pontos o operador Q(z), de modo que

OTQ(@)p(x1), ..., d(x)|0) = Na[Q(2)] - G"(21,. .., 2)
= Qu(x) - G™(x1,...,2,), (1.31)

onde o “ponto”’simboliza a no¢ao de insercao na funcao de Green G™, N estd relacionado
ao produto normal devido a Zimmermann [53], algo semelhante a definigao de Wick do
produto normal de campos livres, e d é a dimensao do operador composto que entra de
acordo com o critério de renormalizabilidade por contagem de poténcias. A nocao de

insercao pode ser estendida para a abordagem funcional, tal que

Q)21 = [DoQuiew |5 (sl + [atesow)] . s

Desde que os operadores compostos Q;(z) (i = 1,2,..., N, indicando um ndmero ar-
bitrario de operadores compostos) nao possuem equagao classica de movimento, eles nao
apresentam condicoes de contorno. Assim, nao temos uma solucao cldssica para esses
operadores e nao temos um ponto a partir do qual sao feitas as perturbacoes quanticas.
A fim de contornar esses problemas e facilitar a manipulacao das fungoes de Green para

esses operadores, redefinimos a agao classica S|¢],

Slo.p] = Slol+ / 'z pi()Q'(x) (1.33)

onde p;(z) é uma fonte externa com dimensao (dim p = 4 — dim ) em um espago-tempo
4-dimensional. Podemos, entao, definir um novo funcional gerador das funcoes de Green

com a insercao dos operadores compostos

= (i\"1 i\ 1

n=0 m=0

x (0|TQ™ ...Q" ¢ (x1) ... d(x,)|0)ps (v1) - - - Py (Ym) T (1) . . T () (1.34)
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De maneira andloga a Eq. ((1.13)), pode-se definir o funcional gerador das fung¢oes de Green

conexas na presenca de operadores compostos
ZJ|J,pl| = —ihInZ[J, p|, (1.35)

e, consequentemente, o gerador funcional das fungoes de Green irredutiveis a uma particula

owpl = ZJladl~ [ do Jo(@eon(o). (136)

Note que a transformada de Legendre é realizada somente em relacao a fonte original J.

Ainda,

6F[¢87p] _ im .
Ty = Q@) Tl (137)

onde Q'(x)-T'[¢.], na sua mais baixa ordem em 7, corresponde ao operador classico Q*(z).

1.4.2 Principio de Acao Quantica

Comentamos, na secao anterior, sobre a importancia do PAQ para o estudo do
tratamento perturbativo em TQC com base no contetido de simetrias da teoria em questao.
Em teoria classica de campos as simetrias da teoria cldssica estao codificadas nas equagoes
de movimento dos campos. Na teoria quantica, entretanto, as equacoes classicas de campo
ja nao fazem sentido. A fim de capturar as propriedades de simetria da teoria quantica,
abordaremos na sequéncia a equacao de Dyson-Schwinger, assim como sua relacao com a
nocao de insercao e com o PAQ.

Seja a acao classica da formaﬂ , para um campo escalar neutro, decomposta

Ccomo

Sle] = Solo] + Sil¢], (1.38)

onde

Solg] = / d'z (%M%—%m%?) ,

Sile] = —/d‘*:c% *, (1.39)

7 Por hora néo nos preocupemos como ela foi chamada anteriormente, mas tratemo-la como uma simples
acao classica usual, como na chamada.
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sao as acoes livre e de interacao, respectivamente. Por hora, tomemos o funcional gerador

(1.11)) para a agao livre Sp[¢],

/ D exp {% <50[¢] + / iz J(x)qﬁ(x))} | (1.40)

e realizando uma derivada funcional total em relacdo ao campo ¢,

i = [ vt e[t (s [ swow)]
0 = /D¢ <%@)SO[¢]+J(Q?)) eXp{ <So[¢]+/d4:c J(x)qﬁ(x))] :

(1.41)

onde assumimos que Zy[J]| deve ser invariante sob esta derivada funcional. Ainda, con-
siderando que J(z) pode sair da integragdo funcional (J(z) tem dependéncia no valor

classico do campo, i.e., ¢.(z), que ndo é o caso), temos

/ ¢5So ( 0[¢]) _|_J(g;)/D(bexp (%So[d), J]) _

5So[¢1, i _
So(a) 2ol @) Z6lT] = 0. (1.42)

O primeiro termo em ([1.42]) corresponde a forma funcional da inser¢ao do operador com-

posto 0S5p[¢]/d¢ no funcional gerador. A partir de ((1.39)) e do primeiro termo em (|1.42)),

temos
- [ potez + wtsota)esp (3 5ufon 1) + ) [ Doesp (sufon) = o

[Kx (—m%@)) - J(a:)] Zo[J] = 0, (1.43)

com K, = 97 +m?, onde usamos a propriedade (0|T'¢(x)0%6(y)|0) = 04(0|Td(x)p(y)|0)
(ver demonstragao no Ap. e que o campo pode ser substituido pelas derivadas fun-
cionais atuando do lado de fora da integral funcional. A equacao ¢ a equacao de
Dyson-Schwinger para o campo livre. A solugao para essa equacao tem a forma

2] = exp[ - [ a0 deta - I)| | (1.44)

2h

onde

d*p 1 (e
AF(x - y) = / (27T)4 p2 _ m2 n ’i&fe p@=y) (145)
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é o propragador de Feynman do campo escalar livre, satisfazendo
K Ap(x—y) = —6'(z—y). (1.46)

Uma vez estabelecida a nocao de insercao e a equacao de Dyson-Schwinger, vejamos a
extensao para o caso interagente. De fato, semelhante a Eq. (1.42), a insergao para a agao

completa tem a forma

3So
sola) “T

[ D6 |-@ 4w - 6@+ @) e (3506.01) = o

[Kw (—mwix)) + L (—m%@)) - J(x)} ZlJ) = 0, (1.47)

onde o “linha”em £ significa diferenciagao com respeito ao argumento. A equacao (|1.47))
é a equagao de Dyson-Schwinger no caso interagente. A solugao de ((1.47)) (cf. Ref. [54],
p. 199) tem a forma

Z|J] = exp [—;—1 / d*zL; <—m%@)} ZolJ] . (1.48)

Desde que L; leva em conta a constante de acoplamento, a solucao (|1.48]) corresponde a

-Z[J]+ J(x)Z]J] = 0 ou

uma solugao perturbativa — em A (ou k) — da equagao de Dyson-Schwinger. Colocando

(1.47) de uma forma geral

(%Bz—m% + J(a:)) ZlJ] = 0. (1.49)
Diferenciando ((1.49) em relagdo a um numero arbitrario de fontes externas, obtém-se
relacoes entre um numero arbitrario de funcoes de Green. Essas relagoes sao as chamadas
identidades de Ward da teoria. De fato, a relacao foi obtida assumindo que o
gerador funcional Z[J] também goza, assim como a acao cldssica S[¢|, de uma simetria
sob uma variagao arbitraria do campo ¢. Isso sera mais entendido na sequéncia, quando
tratarmos o PAQ).

Vimos anteriormente que o critério de renormalizabilidade por contagem de poténcias
impoe restricoes sobre as dimensoes do espago-tempo, dos campos e das constantes de
acoplamento de uma teoria. Deste modo, o operador composto §5/J¢ também tem sua
dimensao fixada por

05

dim 52 = 4—dim¢. (1.50)

Ademais, vimos que corregoes quanticas sobre as fungoes de Green sao, na maioria das



37

vezes, mau definidas, devido a divergéncias ultravioletas. Ainda, desde que o operador
composto acima mencionado ira receber correcoes quanticas, ele também ira apresentar
esse problema. De modo geral, todo o procedimento descrito nesta secao é valido em
teorias locais e renormalizaveis por contagem de poténcias. Portanto, a nogao de insercao
do operador composto classico, descrito acima, pode ser generalizada para levar em conta

suas corregoes quanticas, tal que,
Ax) - Z[J|+ J(x)Z[J] = 0, (1.51)
onde o A(z) é uma inser¢ao de dimensao
dimA < 4—dim¢, (1.52)

e possui como mais baixa ordem a insercao classica

5S
()

Alz) = +O(h) . (1.53)

Através da redefinigao do funcional gerador, é simples estender a relagao (|1.51)

para o gerador das fungoes de Green conexas
A(zx) - ZJJ|+ J(x)Z[J] = 0, (1.54)

e, por meio de uma transformada de Legendre, para a fungao vértice

ol [¢c]
0¢c(x)

— Az)-Tlgd]. (1.55)

Este resultado é o chamado PAQ. Ele estabelece que a extensao quantica de um opera-
dor classico deve ser local e respeitar o critério de renormalizabilidade por contagem de
poténcias. Note que a acao de um operador diferencial sobre o funcional gerador I resulta
em uma inser¢ao no mesmo funcional. Embora tenhamos chegado a esse resultado sem
assumir que o funcional gerador era o renormalizado, o resultado ([1.55)) pode ser assu-
mido como sendo o resultado para a teoria renormalizada. Poder-se-ia partir da teoria
definida por uma acao renormalizada, no contexto de algum esquema de renormalizacao,
por exemplo, o esquema de BPHZ, de modo a subtrair divergéncias de diagramas com
divergéncias de cobertura.

O PAQ pode ser estendido para o caso de operadores compostos. De fato, seja
Q'(x) um operador composto cldssico acoplado a fonte externa p;(z), a versao de

para este caso é a seguinte

6L [¢c, p] 0T [P, p]
dpi(x)  d¢.(x)

= A'(2)-Tlee, o] | (1.56)
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onde
dim A" < 4 —dim ¢+ dim Q° , (1.57)

e, em sua ordem mais baixa,

Al(z) = Qz(a:)% + O(h) . (1.58)
Vale ressaltar que o PAQ é estabelecido através de diversos teoremas de teoria quantica
de campos perturbativa. A demonstracao desses teoremas através do esquema de renor-
malizacao de BPHZ foi apresentada nas Refs. [55], 56 57, 58]. A generalizacao para outros
esquemas de renormalizagao também foi mostrada [59, 60] 611, 62], 63]. Nesses casos, um
ponto em comum ¢é o formalismo das funcdes de Green. Ainda, sdo assumidos critérios
como localidade, renormalizabilidade por contagem de poténcias e invariancia de Lorentz
da teoria — consequentemente, covariancia das fungoes de Green. Além disso, existe uma
formulacao do PAQ baseada na chamada formulacao algébrica local [64], onde a cons-
tante de acoplamento é tratada como uma funcao local. Esta formulacdo do PAQ nao
utiliza fungoes de Green, mas depende de uma estrutura causal bem definida, assim como
invariancia de Poincaré. Em suma, é baseada na abordagem causal de Epstein-Glaser.
Isto confirma que os resultados do PAQ sao gerais, i.e., independentes do esquema de
renormalizacao utilizado. Isto torna esse principio bastante poderoso para estudar as si-
metrias de uma teoria no nivel quantico, sem a possibilidade de patologias provenientes
do esquema de renormalizagao. Além disso, esse principio é a pedra angular da renor-
malizacao algébrica. Em resumo, esta abordagem consiste em estudar a extensao das
simetrias da teoria cléssica, descritas pelas suas identidades de Ward, ao nivel quantico.
Essas extensoes, por sua vez, seguem através dos critérios do PAQ. Assim, o estudo de
possiveis anomalias e estabilidade quantica da teoria — renormalizabilidade — é feito sem
a necessidade de célculos explicitos das integrais de Feynman. Em outras palavras, a
analise da renormalizabilidade de uma teoria fica baseada nas relacoes algébricas entre
diferentes funcoes de Green. Para uma aplicagao pratica da renormalizagao algébrica, ver
Refs. [65], [66].

E importante notar que o PAQ é aplicavel a uma teoria — como a tratada neste
capitulo — que seja local, renormalizavel por contagem de poténcias e invariante de Lo-
rentz. Precisamente, nesta tese, lidaremos com teorias que violam a simetria de Lorentz.
Note, contudo, que o PAQ nao invalida teorias que violam a simetria de Lorentz, mas
que, na verdade, ele nao pode ser seguramente aplicado em teorias desse tipo. Veremos
adiante que, através do método das fontes externas de Symanzik, é possivel aplicar o
PAQ), dentro do formalismo algébrico, em modelos que violam a simetria de Lorentz e

que sejam renormalizaveis por contagem de poténcias. Dessa forma, podemos analisar a
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renormalizabilidade desses modelos em todas as ordens em teoria de perturbacgoes. Ainda,
podemos contornar problemas provenientes do esquema de renormalizacao nesses mode-
los. Mas isso sera postergado para os capitulos seguintes, onde analisaremos essa questao

em mais detalhes.

1.4.3 Cohomologia

Um conceito de grande importancia dentro da renormalizagao algébrica — especi-
almente em teorias de calibre, a serem estudadas no tempo oportuno — é o conceito de
cohomologia. Consideremos um operador nilpotente 8, tal que 6> = 0. Este operador

define um problema de cohomologia. As solugdes da cohomologia sao do tipo

N=0, (1.59)
que nao podem ser escritas como

Q=00. (1.60)

A Eq. nos diz que a quantidade €2 é fechada, enquanto que a Eq. nos diz
que a quantidade () é exata. Assim, quantidades fechadas sao definidas a menos de uma
quantidade exata. Isso define uma classe de cohomologia. Deste modo, se tomarmos duas
quantidades fechadas, €2; e 15, e se elas sao definidas a menos de uma quantidade exata,

i.€.,
0 — Oy =60, (1.61)

as quantidades 2; e {25 pertencerao a mesma classe de cohomologia. Resultado, a quanti-
dade 2 pode ser escrita como a soma de uma quantidade nao-trivial (fechada) mais uma

quantidade trivial (exata). Portanto,

Q=Qu+06Q. (1.62)
Desde que o operador 4 é nilpotente,  é fechada para qualquer €2, ou seja, a quantidade
Q) é ambigua.
Teorema. Sejam as quantidades w; e v; (um par de campos, fontes, ou parametros
escalares), definidas como

5’LLZ‘ =;, 51)7; =0 s (163)

i.e., um dubleto. O par (u;,v;) nunca pertencerd a parte nao-trivial da cohomologia.
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2 MODELO PADRAO ESTENDIDO

Neste capitulo abordaremos os aspectos gerais do Modelo Padrao Estendido (MPE),
apontando suas subdivisoes em MPE nao-minimo e minimo. Mostraremos como o MP
da Fisica de particulas e a Relatividade Geral sao estendidos de modo a incorporar a
violagao das simetrias de Lorentz e de CPT no cenario do MPE. Além disso, descrevere-
mos como essas violagoes podem se manifestar. Contudo, devido ao vasto contetido desse
assunto nos limitaremos ao setor minimo do MPE. Nossa principal atengao neste setor
serd descrever os avancos e estudos a cerca da consisténcia quantica do MPE, 7.e., como
se situa o MPE dentro dos aspectos fundamentais das TQC’s, tais como: estabilidade,
causalidade, unitariedade e renormalizabilidade. Mostraremos que modelos para os quais
as simetrias de Lorentz e de CPT sao violadas, sob determinadas condicoes, também

apresentam consisténcia sob os aspectos acima mencionados.

2.1 O MPE e a violagao da simetria de Lorentz

O MPE é um modelo efetivo que descreve a violacao das simetrias de Lorentz e
de CPT [31], 67, [68] [69]. Ele é construido de forma a conter o MP da Fisica de particulas
e a Relatividade Geral, acrescidos de termos que violam a simetria de Lorentz (infinitos,
em principio) construidos a partir dos campos fundamentais dessas teorias; onde campos
de fundo sao acoplados a operadores compostos desses campos fundamentais. A violacao
de Lorentz dentro do MPE pode ser proveniente de teorias mais fundamentais tais como:
teoria de cordas [32], [70, [71), [72] [73], teoria de campos nao-comutativa [74, [75] [76] [77,
78], Loop Quantum Gravity [79], teorias de campos supersimétricas [80], 8], 82], cendrios
de brana-mundo [83] e multiversos [84]. Dessa forma, uma das principais motivagoes
de se estudar a violacao da simetria de Lorentz é descrever efeitos de baixas energias
provenientes de modelos de gravidade quantica. De fato, acessar uma fisica na escala de
energia de Planck, Mp «~ 1012 GeV, é algo impossivel de se imaginar até em um futuro
distante: uma defasagem de 15 ordens de magnitude da nossa escala de experimentos
atual. Assim sendo, procura-se observar pequenos desvios do MP e da Relatividade Geral
através da magnitude dos campos de fundo acoplados aos campos fundamentais dessas
teorias. Desde que aqueles campos sao Planck suprimidos, e até agora nao se observou a
violagao da simetria de Lorentz na Natureza, a ordem de magnitude dos campos de fundo
¢é esperada ser pequena.

Falamos em capitulos anteriores sobre a importancia da simetria de Lorentz para
a Fisica de particulas. Em vista disso, sao necessarios alguns esclarecimentos sobre o

significado da violagao da simetria de Lorentz no contexto do MPE. Uma vez que esse
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Figura 3 - Transformagao de Lorentz de Observador.

y E

modelo incorpora campos de fundo, teremos, neste caso, duas distintas transformagoes
de Lorentz: a transformacao de Lorentz de observador e a transformacao de Lorentz de

particula.

2.1.1 Transformagao de Lorentz de observador

Para facilitar o entendimento, primeiro consideremos somente rotagoes em um
sistema de referéncia bidimensional. Por exemplo, seja um ponto P em um sistema de
referéncia S, cujas coordenadas neste referencial sdo descritas pelo par ordenado (z,y).
Podemos associar esse ponto P a outro referencial S’, por uma simples rotacao anti-
horaria de angulo 6 do referencial S, tal que as coordenadas desse ponto no novo sistema

de referéncia sejam

x cosf sind x
= . . (2.1)
Y —sinf cosf Y
Note que, nesse caso, independentemente se ha um vetor de fundo, um observador no
referencial S’ vera um vetor de fundo girado de um angulo —6. Neste caso os referenciais
S e S’ nao tém nenhum significado fisico. Assim, a fisica é independente de sistemas de
coordenadas. Isto pode ser visualizado através da Fig. (3| onde o que é fisico é sistema
elétron - campo elétrico.

O exemplo acima pode ser generalizado facilmente para o caso de um campo de
fundo sobre um espago de Minkowski. De uma forma manifesta covariante de Lorentz, e a
fim de incluir boosts, suponhamos que tenhamos um campo cldssico genérico ®#(x) e um
campo de fundo Q" (x)ﬂ Sob transformacoes de Lorentz de observador, i.e., mudanca de
referenciais, esses campos se comportam como ®#(x') = A* ®”(x) e Q" (') = A* Q" (x).

Deste modo, um acoplamento do tipo ®*(z)Q,(x), serd um genuino escalar de Lorentz,

8 Entende-se aqui que o argumento “x”’ndo indica dependéncia em cada ponto do espaco-tempo, mas
caracteriza o sistema de coordenadas em que ele é estudado.
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Figura 4 - Transformagao de Lorentz de Particula.

E

i —_ < — — —

ou seja, os indices estao contraidos.

2.1.2 Transformagao de Lorentz de particula

Nesta situacao, por exemplo, ao invés de girar o referencial .S, giramos o ponto P
de uma rotacao horaria de angulo 6, e deixamos S fixo, tal que as coordenadas no novo

referencial P’ sejam

x cos) —sinf)\ [z

= ‘ : (2.2)
Y sinf)  cosf Y

Nesta situacao, se o ponto P descreve as coordenadas de um campo fundamental, tal
operagao significa uma rotacao no referencial do campo. Contudo, se hd um vetor de
fundo ele nao percebe essa rotagao, pois ele permanece fixo em S. Nessa situacao, como o
sistema de coordenadas permanece fixo, podemos dizer que o verdadeiro referencial nao é
o sistema de coordenadas, mas sim o préprio elétron. Assim, se dissermos que S se refere
ao elétron, a mudanca para um referencial S’ muda drasticamente a fisica, ao contréario
da situagao anterior (ver Fig. [4)).

No espago de Minkowski, sob transformacao de Lorentz de particula, o sistema de
referéncia permanece fixo, mas os campos transformam-se como ®*(z') = A* ®¥(x) e
Q"(z') = Q*(z)P} Agora, um acoplamento do tipo ®* ()@, () ndo mais serd um genufno
escalar de Lorentz, 7.e., temos violacao da simetria de Lorentz.

Essas duas situagoes sao bem conhecidas. Por exemplo — como esquematizado nas
Figs. [3] e |4 —, o caso de um elétron executando um movimento balistico imerso em um
campo elétrico de um capacitor. Neste caso, o campo elétrico faz o papel de campo de

fundo e um boost no referencial do elétron viola a simetria de Lorentz. De fato, nessa

9 Embora seja incomum a transformacgao Q'*(x') = Q*(x) para um campo tensorial — tal transformacao
é comum & escalares — tal transformacao indica que campos de fundo transformam-se como escalares
sob o ponto de vista das transformagoes de Lorentz de particula.
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situacao nao ha uma equivaléncia entre realizar um boost no referencial de um observador
e realizar um boost no elétron. A consequéncia disso sera a diferenca de alcance do elétron
nas duas situagoes [85]. Outro interessante exemplo é o caso de uma particula em um
potencial gravitacional linear, onde, aqui, o campo gravitacional é quem desempenha o
papel de campo de fundo [86].

E importante notar que essa violagao nao ¢ uma falha nos fundamentos da rela-
tividade restrita, mas sim, uma falha sobre qual é a verdadeira rotagao (ou boost) a ser
aplicada, por exemplo, no sistema elétron-campo elétrico (capacitor). Neste caso, todo o
sistema (experimento) — elétron-capacitor — deveria ser girado (ou sofrer um boost).

Em conclusao, desde que nao ha mais simetria de rotacao em modelos com campos
de fundo, a conservacao de momento angular sera violada. Isso nao significa que nao é
possivel a definicao de spin para os campos fundamentais. De fato, os campos fundamen-
tais ainda possuem representagoes irredutiveis sob o ponto de vista do grupo de Lorentz,
i.e., eles ainda sofrem as mesmas transformacoes de Lorentz sob a acao de elementos do
grupo de Lorentz, com geradores variando de representacao para representacao. O se-
tor de translagoes do grupo de Poincaré, contudo, nao é afetado. Deste modo, o tensor

energia-momento ainda é conservado.

2.1.3 Violagao da simetria de Lorentz

Uma vez entendido o significado da violacao da simetria de Lorentz, resta-nos
saber de onde ela pode vir. Existem duas maneiras da violagao da simetria de Lorentz se
manifestar: através de uma quebra espontanea ou quebra explicita.

A quebra espontanea da simetria de Lorentz, como ja comentamos, ocorre quando
um campo tensorial adquire um valor esperado no vacuo nao-trivial. Assim, uma vez que
um campo tensorial condensa, ela ird adquirir um valor constante e selecionar uma direcao
privilegiada, permeando todo o espago, implicando na violagao da simetria de rotagoes e
boosts. No caso de quebra espontanea, os modos de Nambu-Goldstone ou o mecanismo
de Higgs podem trazer consequéncias extras a serem consideradas.

A quebra explicita da violacao da simetria de Lorentz ocorre quando campos ten-
soriais de fundo sao acoplados aos campos usuais do MP, mas nao é levado em conta o
surgimento de possiveis modos de Nambu-Goldstone: que sao flutuagoes em torno do es-
tado de vécuo (campos de fundo). Embora néo esteja associado explicitamente a campos
de fundo provenientes de uma quebra espontanea de simetria, esses acoplamentos nao sao
sem sentido. De fato, é razoavel pensar que se existe campos de fundo, é esperado que eles
pudessem interagir com os demais campos do MP. Isso facilita o estudo fenomenologico
e experimental, uma vez que através desses termos podemos indicar quais acoplamentos

serao relevantes e onde os esfor¢os devem ser direcionados.
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Embora a violacao explicita da simetria de Lorentz seja, teoricamente, consistente
dentro do setor da Fisica de particulas, ela nao é consistente no caso da gravitagao [69].
Considerando o caso de uma teoria de gravidade do tipo Riemann-Cartan [11] com vi-
olagao explicita da simetria de Lorentz, nota-se que as identidades de Bianchi sao incom-
pativeis com a conservacgao covariante de energia e momento e as equagoes de movimento
para a métrica. Este problema é contornado através da quebra espontanea de simetria;
onde os coeficientes de violacao de Lorentz surgem como solugoes para as equagoes de
movimento de campos fundamentais extras.

E sabido, contudo, que a quebra espontanea de simetria apresenta dois distintos
cenarios: quebra global e quebra local de simetria. Na gravitacao isso é mais sutil,
pois o campo que descreve a interagao gravitacional é a métrica do espago-tempo em
questao, a qual é uma quantidade geométrica dependente em cada ponto do espago-tempo.
Diferentemente das teorias de Yang-Mills [87] onde o grupo de calibre é interno — onde
se pode definir a conexao afim (ou campo de calibre) — o grupo de calibre da gravitagao
(considerado como uma variedade), que seria o grupo interno (também com transporte
paralelo definido por uma conexéo afim I') (z)) estd diretamente relacionado & variedade
base M. Contudo, sabe-se — do principio de equivaléncia — que a variedade da relatividade
geral localmente é Minkowski. Assim, hda uma simetria de Lorentz local. Deste modo,
pode-se associar localmente cada ponto da variedade base a um ponto no espaco tangente
— que ¢ Minkowski — através da vierbein €. Ainda, a cada ponto do espago-tempo pode-
se associar uma fibra, e a conexao de spin w“bﬂ pertencente a representacao ajunta do
grupo de Lorentz local define o transporte paralelo ao longo da fibra. Com a definicao de
vierbein e conexao de spin — o chamado formalismo de primeira ordem — se pode acoplar
spin a gravitacao.

E importante ressaltar que a quebra da simetria de Lorentz local implica na que-
bra de difeomorfismos e vice-versa. Em vista disso, a contagem dos modos de Nambu-
Goldstone e a possibilidade do mecanismo de Higgs sao propriedades sutis. De fato, a
contagem dos modos de Nambu-Goldstone — como explicado na introdugao — nao se man-
tem no caso da quebra espontanea de simetria do espago-tempo, e depende da geometria
deste. Por exemplo, no espaco-tempo de Minkowski ou de Riemann os modos de Nambu-
Goldstone aparecem como modos de massa nula ou modos auxiliares na wvierbein. Nao
¢ dificil perceber que, embora nao muito claro nesta rapida exposi¢ao, num espago rie-
manniano os acoplamentos que poderiam fornecer massa para a métrica sao acoplamentos
derivativos nesta. Refletindo somente uma modificagao da propagacao da gravidade. Por
outro lado, no espaco-tempo de Riemann-Cartan existe a possibilidade do mecanismo de
Higgs; aonde a massa para a conexao de spin vem do termo cinético do campo que adquire
valor esperado no véacuo nao-trivial. Esta situacao é favorecida se a conexao for propa-
gante; que exige torcao dinamica. Convém ressaltar que os termos cinéticos associados a

conexao de spin, que podem tornar isso possivel, sao sutis.
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Em resumo, o estudo da quebra espontanea da simetria de Lorentz depende de
varios fatores: tipos de campos que assumem valores esperados no vacuo nao-triviais, ca-
racteristicas do potencial de Higgs, geometria do espago-tempo etc. Nestes casos, embora
a quebra de difeomorfismo implique necessariamente na quebra da simetria de Lorentz
local, ha diferencas entre os modos de Nambu-Goldstone relacionados a quebra de difeo-
morfismo e a quebra da simetria de Lorentz. Isto fica claro quando se estuda especificos
modelos gravitacionais com quebra espontanea da simetria de Lorentz. Por exemplo,
nos Bumblebee models [88, 89], que sdo modelos gravitacionais com campo vetorial, os
modos de Nambu-Goldstone relacionados a quebra da simetria de Lorentz local sao asso-
ciados a fétons no calibre axial em um campo gravitacional, enquanto que os modos de
Nambu-Goldstone relacionados a quebra de difeomorfismo sao associados apenas a modos
auxiliares. Além disso, nos chamados Cardinal models [90, 9], os modos de Nambu-
Goldstone sao relacionados a gravitons de massa nula. Aqui o campo que condensa é
um campo tensorial de ordem dois sobre um espago de Minkowski. Nota-se, portanto,
que a quebra espontanea da simetria de Lorentz abre espaco para importantes questoes
fenomenoldgicas: novos tipos de interagao.

Convém ressaltar que, além de toda a visao geral do ponto de vista tedrico do
MPE descrevida acima, embora nao completa, como sera notado adiante, o MPE tem
sido estudado extensivamente no ambito fenomenolégico e experimental. Podemos di-
zer que esses estudos estao situados em duas escalas de energias: altas energias e “bai-
xas energias”. Altas energias poderia ser entendido como os fenémenos relacionados a
processos astrofisicos com energias bem acima da escala do LHqu]. Por exemplo, raios
césmicos ultraenergéticos poderiam induzir modificagoes nas usuais relagoes de dispersoes
relativisticas [92]; dependentes da energia e momento das particulas. Por baixas ener-
gias, referimo-nos aos processos terrestres oriundos de fenémenos atomicos ou na escala
de energia do LHC. Estes processos, por sua vez, podem ser vantajosos em relacdo aos
processos astrofisicos, devido a acuracia obtida nos experimentos. Devido a extensa lite-
ratura sobre aspectos fenomenoldgicos e experimentais do MPE;, o leitor fica remetido a
consultar as Refs. [93], 94] e referéncias af contidas.

Vale ressaltar que existem varias abordagens que tratam a violagao da simetria de
Lorentz. Para uma visao geral sobre as diferentes abordagens da violacao de Lorentz, do
ponto de vista tedrico, experimental e fenomenolégico, ver Refs. [95] 96l O7].

Em resumo, o MPE ¢ caracterizado pelos seguintes requerimentos:
e Independeéncia de coordenadas;

e Contém toda a fisica conhecida;

10N.T.: Sigla do inglés Large Hadron Collider.
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e Presenca de campos de fundo.

2.2 O MPE minimo

Sendo o MPE um modelo efetivo que tem como objetivo uma ampla pesquisa
de todas as possiveis violagoes de Lorentz a baixas energias, esse modelo leva em conta
infinitos acoplamentos. A fim de sermos mais restritivos, concentraremo-nos no MPE
minimo. Este modelo é construido de modo a restringir infinitos acoplamentos e satisfaz

os seguintes requerimentos:
e Respeita a simetria de calibre usual SU(3). x SU(2), x U(1)y do MP;

e Possui os mesmos campos do MP; incluindo Higgs e quebra espontanea de simetria

do setor SU(2), x U(1)y;
e Respeita a simetria do setor de translagoes do grupo de Poincaré;

e Os campos de fundo sao acoplados a operadores compostos com dimensao limitada

por quatro, i.e., renormalizavel por contagem de poténcias;

e O setor minimo gravitacional, embora nao-renormalizével, é constituido de acopla-
mentos que levam em conta as mais baixas ordens no tensor de Weyl, no tensor de

Ricci e no escalar de curvatura. Este setor, contudo, nao sera estudado nesta tese.

’

E sabido que o MP da Fisica de particulas respeita os seguintes atributos: esta-
bilidade, causalidade, unitariedade e renormalizabilidade. Assim, seria conveniente que
qualquer extensao desse modelo ainda os preservasse. O MPE minimo tem sido extensi-

vamente estudado no que diz respeito a esses aspectos.

2.2.1 Estabilidade, causalidade e unitariedade

A estabilidade quantica esta relacionada a propriedade do hamiltoniano da teo-
ria ser limitado inferiormente. Em TQC isso significa que os autoestados no espacgo de
Fock devem possuir autovalores de energia positivos. Dessa forma, é necessario que a
O-componente do 4-momento seja positiva, p° > 0.

Intuitivamente, causalidade refere-se ao fato de que o efeito nao pode preceder a
causa ou que nao existe propagacao instantanea de informacao; como bem estabelecido
pelos postulados da Relatividade Restrita. Em TQC a causalidade pode ser vista através

da andlise da microcausalidade; campos de spin inteiro comutam (ou anticomutam, no
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caso de campos de spin semi-inteiro) para um intervalo tipo espago,

[b(t. %), 6(t,y)] = 0, (z—y)* <0. (2.3)

Esta equagao diz que a medida de um observavel no ponto x nao pode ser afetada pela
medida de um observavel no ponto y, no mesmo instante de tempo. Isto nada mais é que
afirmar que nenhuma informacao pode se propagar mais rapido que a velocidade da luz.

Unitariedade implica na auséncia de estados de norma negativa na teoria. A
condi¢ao de unitariedade foi discutida na Sec.

Existe uma ideia bastante comum de que violar a simetria de Lorentz é equiva-
lente a violar causalidade. Nao necessariamente isso é verdade. Convém estar atento que,
mesmo que uma teoria viole a simetria de Lorentz, mas preserve causalidade e unitarie-
dade, ela ainda é uma teoria bem-vinda; o oposto nao é verdade. A violacao de Lorentz
descrita nesta tese nao invalida os postulados da Relatividade Restrita. Contudo, uma
vez que campos de fundo acoplam-se aos campos usuais do MP, as relagoes de dispersao
serdao alteradas, mudando a estrutura de cone de luz em relacao a teoria usual. A fim
de estudar a consisténcia quantica do MPE, muitos estudos tém sido feitos, por exemplo,
na EDQ com violacao da simetria de Lorentz e de CPT: estudos acerca da estabilidade e
causalidade do setor de férmions livre desse modelo [98] apontam que esse setor é causal
e unitario a baixas energias comparadas a escala de energia de Planck. No entanto, o fato
dos coeficientes de violacao de Lorentz serem Planck-suprimidos leva a violagao da estabi-
lidade ou causalidade em escalas de energias proximas a escala de Planck. Este problema
pode ser contornado através da quebra espontanea de simetria em cendarios especificos.
Estudos mostram que o setor bosénico de CPT-impar da eletrodinamica [99] respeita es-
tabilidade, causalidade e unitariedade [100} [101]. Além disso, esse setor quando analisado
na presenca do mecanismo de Higgs, também respeita causalidade e unitariedade para um
vetor de fundo tipo espago [102]. No setor bosonico de CPT-par [103], embora um pouco
mais complicado devido a dificuldade de inverter o operador de onda de uma forma cova-
riante manifesta de Lorentz, grande progresso tem sido feito acerca da consisténcia desses
modelos. De fato, o setor nao-birrefringente de paridade impar leva a uma eletrodinamica
estavel, unitaria e nao-causal, enquanto que o setor de paridade par é estavel, causal e
unitario, para certos limites do tensor de fundo isotrépico [104]. Neste caso o propagador é
obtido de uma maneira nao-covariante manifesta de Lorentz (no sentido do referencial de
observador). Quando o propagador de Feynman do setor nao-birrefringente de paridade
par anisotropico é calculado de uma maneira tensorial fechada, resultados apontam que
este setor é estavel, unitdrio e ndo-causal [105]. O setor nao-birrefringente de paridade
impar também ja foi analisado. Neste caso os critérios de unitariedade e microcausalidade
sao satisfeitos [106]. Ainda, existe a possibilidade de geracao de massa para o campo do

foton a partir de tensores de CPT-par, e o estudo da consisténcia quantica desse modelo
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também foi analisada [107, [10§].

O setor de Yang-Mills com violacao de Lorentz, contudo, nao tem sido estudado
como a EDQ estendida. No entanto, o setor de CPT-impar da teoria de Yang-Mills para o
grupo de simetria SO(3) foi estudado no contexto do mecanismo de Higgs e unitariedade

e causalidade sdo esperadas serem mantidas para um vetor de fundo tipo espago [109].

2.2.2 Renormalizabilidade

Vimos acima que o setor minimo do MPE é construido de forma a ser renorma-
lizavel por contagem de poténcias. No entanto, esse nao é um critério suficiente para a
renormalizabilidade de uma teoria. Contudo, calculos explicitos a 1-laco mostram que a
EDQ com violagao de Lorentz é renormalizavel nessa ordem [110]. Além disso, o estudo
do running dos coeficientes de violacao de Lorentz é realizado. Verifica-se que os coefi-
cientes de violacao de Lorentz de CPT-par e CPT-impar tém o mesmo comportamento
da funcao beta da constante de acoplamento eletromagnético. Uma extensao da prova
da renormalizabilidade desse modelo em todas as ordens em teoria de perturbacoes foi
proposta em [111], através do método de renormalizacao algébrica. O estudo da renorma-
lizabilidade da EDQ com violagao de Lorentz em espacos curvos também ja foi verificada
[112]. Aqui os autores tratam os campos de fundo como campos externos classicos, ao
invés de constantes.

Vale ressaltar que existem outras classes de teorias que violam a simetria de Lorentz
que também respeitam unitariedade e renormalizabilidade [IT3]. Neste caso, a violagao de
Lorentz manifesta-se devido a altas derivas no espaco, enquanto que as derivadas tempo-
rais permanecem na mesma ordem dos modelos fermionico e bosonico usuais. Basicamente
essa ¢ uma teoria que viola a simetria de Lorentz a energias proximas a escala de Planck.
A renormalizabilidade é garantida por mudar o critério de contagem de poténcias por
introduzir o conceito de “weighted power-counting” [114]. O ponto principal é introduzir
um regulador de modo a tratar essa discrepancia entre derivadas temporais e espaciais.
Em principio, vértices que nao sao renormalizaveis pela contagem de poténcias usual sao
postos de forma renormalizaveis [I15]. Por exemplo, a EDQ que viola a simetria de Lo-
rentz a altas energias é super-renormalizavel e seu limite a baixas energias coincide com
a EDQ usual através de um limite apropriado de certos parametros escalares [116].

A renormalizabilidade da teoria de Yang-Mills pura com violacao da simetria de
Lorentz foi verificada a 1-lago [I17]. Interessante nesse caso é o comportamento da fungao
beta dos coeficientes de violacao de Lorentz: o coeficiente de CPT-impar, nesse caso,
tem o mesmo comportamento da constante de acoplamento de Yang-Mills, i.e., ele é
assintoticamente livre — comportamento oposto a sua versao abeliana; a funcao beta do

coeficiente de CPT-par, contudo, nao exibe esse comportamento. Seu comportamento é
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analogo ao caso abeliano. O Modelo Eletrofraco e a CDQ com violagao da simetria de
Lorentz também sdo renormalizdveis a 1-lago [118] [119].

Um ponto que gerou grandes debates foi a geragao radiativa do termo tipo Chern-
Simons na EDQ com violagao da simetria de Lorentz (a controversia da geragao de Chern-
Simons) [31], 120} [121], 122] 123, 124], 125] 126, 127, 128| 129, 130}, 131, 132] [133] 134,
135, [136], 137]. Contudo, no ambito de corregoes radiativas, consideramos o resultado
mais drastico a geragao radiativa de massa para o campo do féton, levando a quebra da
invariancia de calibre [I138], [139]. Voltaremos a tratar desses assuntos com mais detalhes
no tempo oportuno. Importante mencionar que a geracao radiativa do termo tipo Chern-
Simons nao-abeliano também foi obtida no setor de Yang-Mills acoplado a matéria [140].

Além dos aspectos listados acima, estudos tém sido dedicados ao setor nao-minimo
da EDQ extendida [141) [142], 143, [144] 145 [146], temperatura finita [147, 148, [149] e
corregoes radiativas [150} 151, 152 153].
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3 EDQ COM VIOLACAO DA SIMETRIA DE LORENTZ

Neste capitulo apresentaremos a eletrodinamica com violacao da simetria de Lo-
rentz no cenario do MPE minimo, onde estenderemos a bem conhecida eletrodinamica
para um modelo que incorpore a violagao da simetria de Lorentz, a chamada EDQ es-
tendida. Além de definir a teoria classica, analisaremos também a renormalizacao desse
modelo a 1-lago através do calculo dos diagramas de Feynman nesse novo cenario. Embora
a renormalizabilidade dessa teoria jé tenha sido analisada (ver Ref. [110]), os cdlculos aqui
realizados incluem mais um termo de violacao de CPT-impar nao incluido em célculos
anteriores, e os resultados que serao apresentados neste capitulo serao importantes em
capitulos seguintes — a titulo de comparacao —, onde analisaremos a renormalizabilidade

da EDQ estendida em todas as ordens em teoria de perturbacoes.

3.1 Eletrodinamica com violacao da simetria de Lorentz

A eletrodinamica é uma teoria de calibre baseada no grupo de calibre U(1). Dessa
forma, as interacoes entre o campo de calibre e os férmions de Dirac sao limitadas a
respeitarem essa simetria de calibre. Como ja extensivamente comentado nesta tese,
um dos requerimentos do MPE minimo é que o setor de violacao de Lorentz deve ser
incorporado a teoria usual sem modificar o contetido desta e sem introduzir novos campos
além dos campos de fundo acoplados a operadores compostos, construidos a partir dos
campos usuais do MP. Com esses requerimentos, temos a seguinte acao que incorpora a

violagao da simetria de Lorentz

SEDQes = SepQ + SV, (3.1)

onde
1 _
Sepg = /d4a? {—ZF"”FMV + @/J(z'y“Du —m)y (3.2)

¢ a acao classica da EDQ. A derivada covariante ¢ definida como D,, = 0, +1ieA,,, o tensor
intensidade de campo ¢ escrito como F,, = 9,4, — 9, A, onde A, é o campo de calibre,
1) é o campo de Dirac e seu adjunto de Dirac é denotado por 1) = 97", O parametro m
¢ a massa do elétron e e é a constante de acoplamento eletromagnético. As matrizes y*

estao na representagao de Dirac. O segundo termo no lado direito de ({3.1)) corresponde
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ao setor de violagao de Lorentz, e tem a forma
Sy = /d4x (euyagv“A”ao‘A’B — ;LKWWFO"BF‘“’ +EiF“Duw — EM@/}) , (3.3)
onde

| 1,
D' = My d sy e i+ 5 PG g

M

‘ 1
imsys + aly, + Vs, + §h‘“’a,w . (3.4)

A violacao da simetria de Lorentz no setor fermionico é caracterizada pelos campos tenso-
riais constantes: ¢’*, d“*, e*, f*, g°®P* ms, a*, b* e h*”. Os campos tensoriais c¢’*, d“*, et,
f* and g*°* sao adimensionais e ms, a*, b* e h*¥ tém dimensdo de massa 1. O campo ten-
sorial h* é antissimétrico e g*?* ¢ antissimétrico somente nos seus dois primeiros indices.
Os tensores ¢’ e d"* sao assumidos serem de trago nulo. No setor bosonico, a violagao de
Lorentz é caracterizada pelo campo v*, com dimensao de massa 1 (este termo faz parte da
acao de Carroll-Field-Jackiw ou termo tipo Chern-Simons) e kqg,., que é adimensional.

Este tensor obedece as mesmas propriedades do tensor de Riemann e possui traco nulo

Rapur = Buvap = —KBouv
RaBuv + Rauwvp + Ravpy = 0 ’
L = 0. (3.5)

O requerimento de que a lagrangiana da EDQ estendida seja hermitiana implica que todos
os campos de fundo sejam reaiﬂ.

O fato dos tensores acima definidos serem constantes implica que a invariancia de
Lorentz da agao (|3.1)) é preservada somente sob transformacoes de Lorentz de observador,
enquanto que, do contréario, nao é invariante sob transformacoes de Lorentz de particula.
A constancia desses tensores também implica que eles nao sofrem transformacoes discretas,
uma vez que eles estao “congelados”. Assim, acoplamentos que levam em conta tensores
de fundo com um nimero par de indices preservam CPTE, enquanto que acoplamentos
com tensores de fundo com um nidmero impar de indices nao preservam CPT. Embora
o modelo descrito pela agao (3.1) viole simetrias discretas, estas ainda desempenham

um importante papel aqui. De fato, veremos adiante que as corregoes quanticas sobre a

B Neste caso os termos de derivadas devem ser definidos como, e.g., na lagrangiana de Dirac, ZE’Y”@M/J —
%iz/w“@uz/) - %i@,ﬂpv“w. Idem para o setor de violagao de Lorentz. Por essa razao alguns acoplamentos
aparecem com um fator ¢ adicional.

12 Para as caracteristicas CPT explicitas dos campos ver Tabela |§| no Ap. (ver Cap. |4| para uma
correspondéncia fontes-campos de fundo).
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acao classica sao limitadas pelas propriedades dos tensores de fundo. Isso significa
que, por exemplo, combinagoes entre tensores de fundo e (ou) pardametros de massa que
levam a um pseudovetor sao evitadas a acoplarem-se a um operador composto vetorial.
Isso é razoavel assumir, do contrario nao haveria distingao entre os vetores de fundo
que acoplam-se aos bilineares de Dirac vetorial e pseudovetorial, por exemplo. Veremos
adiante que essa propriedade é confirmada em célculos a 1-laco.

Nao é dificil ver que se definirmos as seguintes transformagoes de calibre infinite-

simais

0A, = Ow,
0y = —iewy ,
5 = dew (3.6)

onde w é um parametro local infinitesimal, a acao ¢ invariante de calibre. Note,
contudo, que o termo tipo Cherm-Simons s6 é invariante de calibre se considerarmos
que os termos de superficie podem ser seguramente desprezados e considerarmos o fato
que dpv, = 0. Dizemos, entao, que a simetria de calibre é preservada de forma fraca,
ou na camada de massa. Embora nao seja utilizada nenhuma equacao de movimento
para garantir a invariancia de calibre da acao , o carater da invariancia de calibre
na camada de massa reside no fato de ser utilizada a condicao fisica da nulidade do

4-rotacional do campo de fundd®] v*.

3.2 Renormalizacao a 1-laco

Nesta secao iremos mostrar que o modelo descrito pela agao é renormalizéavel
a 1-lago em teoria de perturbagoes. Comentamos na Sec. [[.3] que uma teoria é renorma-
lizavel se as divergéncias que surgem nos diagramas irredutiveis a uma particula podem
ser absorvidas pela redefinicao dos campos, parametros e constantes de acoplamento.
Contudo, os diagramas irredutiveis a uma particula dependem da dinamica da teoria em
questao; o que influenciara na forma da integral . Entretanto, a forma da expressao
do grau superficial de divergéncias (|1.26)) é geral, mas depende dos tipos de acoplamentos
da teoria. No nosso caso, uma vez que a eletrodinamica usual foi modificada, existem duas

formas de proceder a fim de construir os diagramas de Feynman da teoria e calcular suas

13 Neste caso, embora tal campo selecione uma direcdo privilegiada, ele ndo necessariamente serd, inde-
pendente da posicao do espaco-tempo, ou seja, constante. Contudo, isso implicaria na violacao da
conservacao do tensor-energia momento. Assim, a fim de que o tensor energia-momento seja conser-
vado, tal campo deve ser constante, i.e., d,v, = 0.
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respectivas integrais: uma forma é o chamado método nao-perturbativo. KEste método
consiste em calcular o propagador modificado dos campos do féton e do férmion. De
fato, uma vez que os campos de fundo aparecem acoplados a termos bilineares nos cam-
pos do féton e do férmion, nada mais natural pensar que esses termos implicariam numa
modificacao dos propagadores desses campos, e, assim, proceder-se-ia com o tratamento
perturbativo como na EDQ usual, onde o parametro de perturbacao seria a constante
de acoplamento eletromagnético, perturbando-se em torno dos propagadores modifica-
dos. Existem, contudo, objecoes nesse procedimento: O operador de onda do campo
do féton modificado nao é invertivel. Na verdade, sé o termo usual do campo do féton
acrescido do termo tipo Chern-Simons é invertivel (caso seja fixado o calibre), enquanto
que o termo de CPT-par nao é invertivel. Caso similar acontece no setor fermionico: o
termo M junto com o operador de onda usal do campo do férmion ¢é invertivel. O outro
termo que contem a matriz I' acopla-se a um termo tipo vértice. Deste modo, mesmo
que a parte cinética desse termo fosse invertivel, nao conseguiriamos isolar todo o setor
de violagao de Lorentz somente em termos cinéticos; ainda restaria uma contribuicao de
um termo de interacgao, estragando nosso objetivo de trabalhar com um tnico vértice de
interacao; o vértice da EDQ usual — caracterizando a ordem em teoria de perturbagoes.
Outra dificuldade em se trabalhar com a abordagem nao-perturbativa é o fato de os pro-
pagadores nao-perturbativos dos campos de calibre e do férmion nao terem causalidade e
analiticidade bem definidas.

Outra forma de construir os diagramas de Feynman nesse modelo é através do cha-
mado método perturbativo. Este método consiste em introduzir os coeficientes de violagao
de Lorentz como inser¢oes nos diagramas de Feynman com divergéncias superficiais da
EDQ usual. Isso é semelhante ao estudo das correcoes quanticas sobre operadores com-
postos, i.e., inserindo-os nas fungdes de Green. As fungdes de Green mais fundamentais

a nivel arvore sao descritas na sequéncia. Primeiramente segue o propagador do elétron

. _ i putm)
p2—m2+ie (3.7)

onde p, ¢ o momento do elétron. O propagador do féton no calibre de Feynman ¢

m

U ANNNNANN~ V= — 5
k+Z5 (38)

onde k, é o momento do féton. O vértice elétron-féton é dado por

= —tey*

(3.9)
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Ademais, para cada laco fechado de linhas fermionicas deve-se acrescentar um fator —1,
advindo da permutacao impar nos campos férmionicos — de acordo como teorema de Wick
para o produto dos campos ordenado temporalmente; e deve-se tomar o trago, Tr, sobre
as matrizes de Dirac, uma vez que uma soma em 1-lago de férmions resulta num escalar
no espaco dos mesmos.

As regras de Feynman para a EDQ com violagao da simetria de Lorentz sao obtidas
pela inser¢ao dos coeficientes de violagao de Lorentz no propagador do elétron e do féton,
ou seja,

> > = —iM

= i*p,

®
|

[ AANARANNA V= —2ik kP Ko,

ANNBANN~V = 2% p
2 v 2v Eauﬁyk (310)

A insercao no vértice elétron-foton é denotada por

= —jel™

(3.11)

Através das regras de Feynman acima, obtém-se que o grau superficial de divergéncias da
EDQ estendida é dado por

3
D=4-B— F-Vs~Vr, (3.12)

onde B é o nimero de pernas externas bosonicas, ' é o nimero de pernas externas
fermionicas, Vp é uma insercao massiva no propagador bosonico e Vr é uma insergao
massiva no propagador fermionico. A expressao (3.12) nada mais é que a expressao
, onde as insercoes de violacao de Lorentz desempenham um papel de constantes
de acoplamento. Aqui, contudo, quem ira estabelecer a ordem em teoria de perturbagoes
é a constante de acoplamento eletromagnético. Assim, a 1-lago, que é o interesse deste
capitulo, teremos uma ordem O(e?), e nio é esperado contribuigoes nao-lineares nos co-
eficientes de violagao de Lorentz. A partir de , vemos que a ED(@Q usual possui um
nimero finito de diagramas divergentes, veja Fig. []] Contudo, através das identidades
de Ward-Takahashi [154] 155], 156] [157], é possivel mostrar que o grafico d nao apresenta
divergéncias. E, pelo teorema de Furry [158], o gréifico e tem uma amplitude total nula.
A insercao dos coeficientes de violacao de Lorentz nos graficos a, b e ¢ da EDQ usual
levam aos diagramas topologicamente inequivalentes mostrados nas Figs. [0 [7] e [§] Desde
que estamos interessados nesta tese somente em diagramas que apresentem divergencias

genuinas — com excecao da proxima se¢ao —, nao trataremos das insercoes no grafico d da
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Figura 5 - Graficos a 1-lago na EDQ usual.
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Figura 6 - Polarizacdo do vacuo na EDQ estendida.

EDQ usual.

A fim de calcular as integrais de Feynman para os diagramas acima mostrados,
empregaremos aqui o método de regularizacao dimensional. O método de regularizagao
de Pauli-Villars também seria vidvel, uma vez que ele preserva a invariancia de calibre,
mas consideramos mais inconveniente devido a introducao de campos massivos auxiliares.
Como j& comentamos no Cap. [T, a regularizacao dimensional é vantajosa, pois além de
preservar a simetria sob o grupo de Poincaré, preserva invariancia de calibre. Contudo,
na EDQ estendida, temos duas possiveis objecoes para usa-la: a quebra da simetria de
Lorentz e a presenca da matriz ~s;; embora na auséncia de férmions quirais. A primeira
objecao pode ser contornada pelo fato de que as integracoes sao feitas nos momentos, e
estes, por sua vez, sao covariantes sob as transformacoes de observador e de particula, e
as integrais podem ser realizadas sem levar em conta o carater dos coeficientes de violagao
de Lorentz. Estes irdo aparecer apenas contraindo o resultado das integrais. A segunda
objecao é um problema, pois embora as matrizes-vy e sua algebra sejam bem definidas em

dimensoes arbitrarias, a matriz v5; s6 é bem definida em quatro dimensoes. Isso significa

Figura 7 - Autoenergia do elétron na EDQ estendida.
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Figura 8 - Vértice elétron-féton na EDQ estendida.

a) b) c)

d) e) U
9) h) i)
que a relacao
{¥*, 4"} = 291, (3.13)

é valida em d dimensoes, enquanto que

{v*, %} = 0, (3.14)

nao é mais bem definida. De fato, a fim de reproduzir corretamente o resultado da ano-

malia quiral (ver Cap.[d)), a dlgebra (3.14)) deve ser modificada em d dimensdes. Seguindo
a definicao de t'Hooft-Veltman [45]

{7M775} = 07 se U = 07172a37
s = 0, u>4. (3.15)

Como estamos interessados, nesta tese, somente em calculos a 1-laco de quantidades di-
vergentes — com excecao da proxima secao —, trabalharemos com a algebra . De fato,
se estivéssemos interessados em quantidades finitas, como possiveis inducoes radiativas,
ou célculos a mais ordens em teoria de perturbacoes, cuidados extras seriam necessarios.

As corregoes radiativas com as divergéncias regularizadas para os graficos mostra-

dos na Fig. |p| referentes a polarizacao do vacuo, a autoenergia do elétron e ao vértice
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elétron-foton sao, respectivamente, dadas por

4
W) = Sl (K8~ k™) |
X(p) = Io(="p.+4m) ,
N (3.16)

onde [y = . Desde que esses calculos sao comuns em livros-texto, nao os desenvolvemos
aqui.

Como um exemplo, para os graficos da polarizacao do vacuo na EDQ estendida,
mostrados na Fig. [6] apresentamos os passos iniciais do célculo do primeiro diagrama

desse tipo. A partir das regras de Feynman, obtém-se

i (k) = —(—ie)Q/(;liTr {rﬂi(wm)yv i(p+k+m)} . (317

™)t p?—m? " (p+k)>—m?

Aplicando o procedimento de regulariza¢ao dimensional apresentado no Ap. [D]

i (k) = —e2pc /01 dx/ (gjf;dTr{ LAp - m)y”(p 4+ m) 2} L (3.18)

((p+k)? = m?)x + (1 — 2)(p* — m?)]

O denominador, D(p, k), de (3.18]) pode ser escrito como
D(p.k)=[(p+k)?—m’|z+ (1 —2)p*—m*) = (p+ ka)* + 2(1 — 2)k* —m* . (3.19)

Assim, se fizermos uma mudanga de varidvel p — p — kz em todo integrando de (3.18)),
o denominador fica de uma forma mais conveniente, D(p — kz, k) = p?> — Q?, onde Q? =
—x(1—2)k*+m?. Desta maneira, depois de tomar o trago sobre as matrizes-v, a integral

(3.17) pode ser posta na forma das integrais ou . Aplicando esse procedimento
para todos os graficos da Fig. [0, encontra-se

(k) = 310 (P hak” — K2 — 6mig®"ky)

Iy (k g[o (c‘wkak” e 6mig“a”ka) ,

I (k) = ;10 [k k? + gk — 26 hghign™ + m (k" + k’e” — 26 k,m™) +
+ 6mi (g™ + ") ka]

5 (k ;]0 [c“o‘k: K+ ko b — 2Pk akan! —m (k*e” + kel — 2e“k n"") +
+ 6mi (9" + g"*) kol

(k) = %IO (k*a” + K"a" — 2a%k n"" + 6mih*”) |
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4
5" (k) = —510 (k*a” + kY a" — 2a%kon"” + 6mih™”) . (3.20)

Somando todas as contribui¢oes para a polarizacao do vacuo na EDQ estendida apresen-

tadas em (3.20)), encontra-se

4
”“VDL(I{I) = —3[0 [(Ca,u, + C,ua) l{?aky + (CCW + Cya) kaku — (C'Lw + C'LW) ]{52 — 2ca5kak5n“l’] .
(3.21)

O diagrama a (ver Fig.|7)) relacionado a autoenergia do elétron na EDQ estendida contribui

Ccomo

~igup) = (e [ (M s A B (3.22)

20t (ktp)P—m? K

Esta amplitude, regularizada, ja com a parametrizacao de Feynman, tem a forma

_ o dk TH(E+p+m)
—i¥,(p) = —e*u / das/ () —m2)et (= ok (3.23)

Depois de um extenso célculo, obtém-se para todos os diagramas da Fig. [7| os seguintes

resultados:
< —PV/-}/V/}/ ) p# -+ mFu%/] ’

1 12
Iy Aypu+

= Io {(C“V + d"v5) Vb — 9" TasPu + s D + 5

1z vV . 1 o
—-m (C Py — AP ys vy, — ey i ffy, — 59 5“%%5)} ,

-

1 ey 1 a
m (eu,)/u - Zg B“%ﬂaﬁ - Z.g 5#0(1/87“)] )

2 )
(" +d"vs) Yupp — 3 (™ + d"™"ys) yupp — 2 (" + i f"ys) put

oo|>—~

Ya(p) = Io [4imsys + (o + 0'y5) 4],
Ye(p) = 3Loysy,0"

4
Xr(p) = —3 0 Pukt®,0 - (3.24)

Levando em conta toda a contribuicao, temos

1 4 )
Svi(p) = Io |3 (" +d™y) vpu + 5 (" = KM+ d"v5) Yupu — (€ + i f*v5) put

+ mdageaﬁu”auy + 4imsys + (a* + 3me'') v,+
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1 oapo 1 o o o
+ <b“ — —MGagee + 3v“> VsV + <—g Poap + g’ 50 — g" Baaﬁ) pu} :

2 2
(3.25)

O gréfico a do vértice elétron-féton na EDQ estendida (ver Fig. |8) tem a forma

w g [ AR iEtptm) iRty +m)
—iely = (=) /(27r)47 k+p2—m? (k+p)2—m?
iF+y +m) y—inag
bt o et (3.26)

il (k+p'), x

Sua versao regularizada é

‘ e dk
—iep2 N = 6eu /daz/ dyy/

YK+ p+m)v(F+ +m>F"(k+p) (k+ ¢ +m)a
W(l—x— y) + ((k+p)? =m?)ax + ((k+p)% —m2)y]*

(3.27)
Finalmente, as correcoes a 1-laco para o vértice elétron-foton na EDQ estendida sao:
2 14 14 ro |1 4% 1 v 14
A= —1, 3 (™" + d"™y5) v — = (" + d"5) Y YaYH — g(c“ + d"y5) v, + e+

+ i ffys 4+ =g 00s — =g (OapTe" + 70'7/”0@6):| :

1 1
— (" + d"v5) v YaY" — 3 (™ + d™ys) v + e+

2
Ay =—1Iy {g (' + d"ys) v + 5

. 1 « 1 afo
+ 2f”75 - 59 'BMO—Q/B + Zg A (004,870'7# + 707“0015):| )

A= T [(* + d™Mys) v + 4 (e + ifFys)]

1
A= -1y (F“ — f”%v“) :

1 1 .
A =—1T, [(C“” +d"ys5) Yo 4 5 (7 +dY5) Vuvayt + 5 (e + i f"vs) v+

2

4
A = 517 '
A :Ag:AZ:O. (3.28)
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A contribuicao total é
AX 1 VI 4 VI 4 pv pav d™ By s
v = —lo g(c + 75)+§(C — R d" ) — (e i ffs) +
1
1 (ﬁgaﬁuaaﬁ+gﬁaﬂaau_guaﬂgaﬁ>] ) (3.29)

Desde que esses sao os calculos a 1-lago das correcoes quanticas da acao classica
que sao divergentes no limite ¢ — 0, precisamos renormalizar a teoria, a fim de termos
uma agao efetiva finita; com parametros bem definidos. A partir da agao efetiva ((1.20)),

temos

D = S+ mT™ = s+ mrl) +> Tl (3.30)
n=1 n=1

n=1

onde separamos as corregoes quanticas sobre a acao efetiva nas partes finita e divergente.
Como estamos interessados somente nos termos divergentes, desconsideraremos FSZZZL, e
aplicaremos o esquema de renormalizacao MS no intuito de absorver as divergéncias da
acao efetiva pela redefinicao dos campos, parametros e constantes de acoplamento. Isso

pode ser feito se definirmos a seguinte acao nao-renormalizada
S[®o, &) = S[@.&+> KT, (3.31)
n=1

Assim, redefinindo as quantidades renormalizadas em termos das quantidades nao-renormalizadas

Oy = Zg 0, de APy},
50 = Z€§7 56 {€7m} ) (332)

onde os Z’s sao os chamados fatores de renormalizacao enquanto ®q e &, correspondem aos
campos e parametros nao-renormalizados, respectivamente. E simples fixar os parametros
de renormalizagao se S[®,¢] for a agao renormalizada, como em ((1.30)).

Os fatores de renormalizacao para o féton, elétron e massa do elétron, sao

2

AL e
A 1272¢ ’
g2 g 6_2
v 1672¢ ’
3e?
T = 1— , 3.33
m2e ( )

respectivamente. A renormalizacao para a constante de acoplamento eletromagnético é
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dada por

62

1272¢

Vemos que os fatores de renormalizacao da EDQ usual nao sao alterados dentro do cenario

Zo=7"" =1+

(3.34)

de violacao da simetria de Lorentz. Ainda, é importante notar que a renormalizacao da
constante de acoplamento depende somente da renormalizacao do campo do féton. Isto
significa que o acoplamento eletromagnético nao depende das propriedades do férmion
em questao. Desta forma, o campo do foton se acopla da mesma maneira a todas as
particulas carregadas eletricamente.

Alguns campos de fundo, embora nao possuam o mesmo numero de indices ou
dimensao de massa, possuem as mesmas simetrias discretas. Deste modo, eles sofrerao

renormalizacao matricial. De modo geral, temos
Jo=Z5T , (3.35)

onde J é uma matriz coluna. A quantidade Z; é uma matriz quadrada com os fatores de
renormalizacao associados. Primeiramente, para a matriz de renormalizacao dos fatores

KauBy € Cyy, Obtemos

wd w
KOC“#BV — (Zﬂﬁ)auﬂyep (Zﬂc)auﬂye K@pwé
COI//], (ch)yuepwé (ch) Vu@w Cow

B <(1 + ) L00055; L ) (ﬂepw(s) (3.36)
—ﬁnf%ﬁd}“j 5355 + 6;26(5255 + 535‘;) Cow
onde
T, .5 = o (0005 + 050) = 11as(65,0% + 650%) — 0 (0005 + 650%) + 1u5(5,8% + 650%)
(3.37)

~ 0 . . _
A contragao T “Cp,, tem as mesmas simetrias que o tensor Kqugy- Para a renorma-

aufr
lizacao dos campos de fundo a* e e*, obtém-se

ag _ Zaa Zae at
eg Zea Zee et
1 — 3¢? m
- sz () (3.38)
0 1 et




62

Para A" e d"*, temos

he"\  _ (Znn)"" % (Zna)™ P\ ([ hag
dy" (Zan)"" " (Zaa)""*? | \dap

62 vo 62 vuo
- <(1+F26>77 0" —eTme hes ) <h“5> . (3.39)

7o + S (7o 4+ o) )\ dag

Para b, v* e g7, temos a seguinte renormalizacdo matricial

bg (be>uw (va)uw (Zbg)u)\pa b
Ug - (va)uw (ZUU)#w (ng)ux\pa Uw
g5 (Zg)* " (Zg)™, (Zgg)™ " oo g
ol - 83;226 ol m 1667;6 eApou b
= |0 (1+) 0 v | (3.40)
0 0 030007 + 55 (2050857 + S )] \g
onde
S e = 030065 — 50060 + 6npen®™ — 05npen™ . (3.41)

~

A contragao S A\ paG’\”” tem as mesmas simetrias discretas de G“*7. Para os tensores

que nao sofrem mistura quantica, f* e ms, temos os seguintes fatores de renormalizagao

Z; = 1,

3e?
Ty = 1= g5 (3.42)

Como comentado na Sec. 3.1 embora o modelo aqui tratado viole simetrias discretas,

estas ainda desempenham um papel importante. A partir de (3.21)), (3.25) e (3.29)), vemos

que campos de fundo que se acoplam a operadores compostos vetoriais sofrem mistura
quantica; o mesmo acontece para o caso de campos de fundo acoplados a operadores
pseudovetoriais. Contudo, nao se observa misturas entre os campos de fundo a* e b*.
De fato, embora eles sejam congelados sob simetrias discretas, os operadores compostos
aos quais eles estao acoplados indicam que eles sao distinguiveis classicamente e também

quanticamente.

3.3 Sobre a geragao do termo tipo Chern-Simons

Analizemos agora, de forma mais detalhada possivel, o calculo do diagrama e da

Fig. 7| considerando somente a contribuigao do vetor de fundo b,: divergente e (ou) finita.
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A partir das regras de Feynman, temos

M8 (k) = —(—ie)? / (%4% [vaw(—m%)ig ::’;) ﬁ(ip(]i Zit%} - (3.43)

2 — m2
Novamente, aplicando o procedimento de regularizagao dimensional, juntamente com a

parametrizacao de Feynman, apresentado no Ap. [D]

80 — o2 | a1 - [ AP g ] @A )b m)y (o A m)
sy =~ [ o) [ { |

2m) | [((p+ k)2 = m?)z + (1 — ) (p? — m?)]’
(3.44)
Dado o numerador de , ou seja,
N(p, k) = Tr [y*(p+ m)ysh(p+mn’(p + k +m)] - (3.45)

Realizando a mudanca p — p — kx, e pela contagem de poténcias de momento p, a
contribuigao de (3.45)) pode ser dividida em duas partes, uma divergente e outra ﬁnitaEL

i.€.,

2
NP (p — k. k) = % [—2(1 — 2) + (1 — 2)(d — 4) — 22(2 — d)] TrLie*®* kb, |
NP (p— k. k) = [—2(a% — 2*)k? — Am*(1 + 2) ] i€k b, . (3.47)
O denominador de ([3.44) é aquele mostrado em (3.19)). Assim, a contribui¢ao divergente,
A, para (3.44)), tem a forma (omitimos o fator global e*e** 7 k,b,,)

dd 2

A= o [ s 20 -0+ (- - B -l [ S

- 9 1 1
- Yoz —VE / dz(—2 + 8x — 62%) —2/ dz(1 — 2?)+
3272 € 0 0

1 (] — 2 2
- /de(—2+8x—6x2)ln il 472’; m +0(e)} , (3.48)

onde usamos as relagoes (D.6)), (D.10]) e (D.11f), mostradas no Ap. @ Desde que a primeira

integral acima é nula, e, sem perda de generalidade, podemos tomar o momento do féton

14 Usamos aqui a propriedade de que o traco sobre um ntimero fmpar de matrizes-y é nulo. Ainda,
rearranjamos as matrizes dentro do trago somente usando a ciclicidade do mesmo. Isto independe da
dimensao em que as matrizes sdo definidas. Por exemplo,

Tr(v* Y7 7 v 1) = Te(7" " P mr®y?) = (2 — ) Te(ysr7 P y) = —i(2 — d)e"P*Trl (3.46)

Ademais, o trago sobre os termos que fornecem uma contribuicéo finita foi tomado em quatro dimensdes.
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na camada de massaEL i.e., k> = 0, o tinico termo que pode contribuir é o segundo, que
é finito. Assim, Trl pode ser tomado em quatro dimensoes. Resultado,
1

A parte finita, B, de (3.44) tem a forma
d*p 1
(2m)* [p* — Q)
1
—z(1—2)k?2+m

B = -2 /01 dz(1 — x) [-2(2® — 2*)k* — 4m*(1 + 2)] /

= 162;2 / du [-2(1 = 2)(2* — ")k — 4m*(1 — 2?)]

> (3.50)

onde usamos . Novamente, tomemos o momento do féton na camada de massa e,

assim, obtemos
B = ——. (3.51)
O resultado total da autoenergia é
iM% (k) = (A+ B)e%ie*™k,b, , (3.52)

que claramente é nulo. Vemos, entao, que o gréafico e da Fig. [7| nao induz um termo
tipo Chern-Simons. O mesmo resultado é obtido para o grafico f da mesma figura.
Conclusao: nao ha geracao do termo tipo Chern-Simons, a 1-lago, através da regularizagao

dimensional, na EDQ estendida.

3.4 Prescricao de regularizagcao e ambiguidades a 1-lago: discussao

O célculo da possivel geragao radiativa do termo tipo Chern-Simons, realizado na
secao anterior, tem sido objeto de intensa discussao na literatura, sob os mais variados
pontos de vista. De fato, como anteriormente comentado, o calculo da correcao quantica
sobre operadores compostos que levam em conta a matriz 5, como é o caso do operador
composto acoplado a b*, nao é uma questao trivial; sobre qual seria o esquema de regu-
larizacao mais adequado nesse caso. Somado a essa dificuldade, ha também a questao do

célculo através das abordagens nao-perturbativa e perturbativa (a utilizada nesta tese).

15 Tsto é possivel desde que os fétons sdo estados assintéticos (ondas planas), ndo conectados a outros
diagramas. Assim, se o diagrama e fosse um subdiagrama de outro diagrama, tal operacao nao seria
permitida.
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A questao central é se a 1-lago poderiamos ter
vt o= r(e?)b, (3.53)

onde r(e?) é um parametro dependente da constante de acoplamento eletromagnético. A
discussao é se a correcao acima é finita e determinada, finita e indeterminada ou mesmo
nula. Note ainda que, embora nao tenhamos simetria discreta, esse termo nao esta em
desacordo com o que discutimos no final da Sec. [3.2] uma vez que esses campos estao
acoplados a operadores de mesma natureza vetorial.

Através da abordagem nao-perturbativa, os trabalhos [120] 121, 122, [123], 124]
apontam que o termo tipo Chern-Simons é gerado por correcoes radiativas a partir do
termo fermionico de CPT-impar; e é determinado. Vale ressaltar que em [123], quando o
método perturbativo é empregado, o termo tipo Chern-Simons é gerado, contudo ambiguo.
Por exemplo, se é usado a regularizacao de Pauli-Villars, nao hé geragao do termo tipo
Chern-Simons [31]. Por outro lado, dificuldades surgem na regularizagdo dimensional
devido a extensao dimensional da matriz v5;. (No nosso caso, contudo, ndo esperamos
ambiguidades, embora tenhamos usado a regularizacao dimensional, uma vez que as pro-
priedades utilizadas sao bem definidas em d dimensées [62].) Ainda, um termo ambiguo
foi encontrado usando regularizacao diferencial e é advogado o uso de alguma condicao
fisica ou um principio fundamental para fixar a ambiguidade [125]. Em vista disso, poder-
se-ia concluir que a ambiguidade poderia ser uma patologia proveniente do esquema de
regularizacao. Contudo, se considerarmos que diferentes esquemas de regularizacao sao
empregados se mantendo todas as simetrias da teoria classica, nada mais natural que
esperar os mesmos resultados nos diferentes esquemas de regularizacao. Caso isso nao
ocorra, a inconsisténcia pode ter sua origem no procedimento de célculo, ou entao a te-
oria classica na verdade nao possui um conjunto de simetrias bem definido, ou ainda,
algum método de regularizacao seria o responsavel por quebrar simetrias especificas da
teoria.

Em [126], usando o método do tempo-préprio de Schwinger, obtém-se 0 mesmo
resultado obtido através do método da expansao derivativa covariante [127] — que fornece
um resultado nao-ambiguo — mas difere dos resultados obtidos por outros esquemas de
regularizagao. Contudo, o resultado obtido é ambiguo. Assim como em [12§], é proposto
que a ambiguidade deveria ser fixada por algum experimento. E importante chamar a
atengao que em [127] nado é usado nenhum esquema de regularizacdo. Os autores argu-
mentam que, para o cdlculo de integrais nao-divergentes, a aplicacao de um método de
regularizacao (o qual é usado normalmente em integrais divergentes) invariante de calibre
forcaria que todos os termos anomalos da acao efetiva seriam evitados. De fato, é argu-
mentado que se um processo nao é proibido, a principio, simetrias exatas sao possiveis

serem quebradas por correcoes radiativas; o uso de um método de regularizacao invariante
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de calibre ficaria restrito a possibilidade de eliminar ambiguidades ou inconsisténcias na
teoria. A Ref. [129] clama que a ambiguidade do termo tipo Chern-Simons persiste quando
nao é exigido nenhuma simetria. Muito longe desse ponto de vista, a Ref. [130] clama que
o parametro r(e*) nao pode ser determinado pela imposi¢ao da simetria de calibre. Cha-
mando atencao para um fato frequentemente esquecido no programa de renormalizacao
devido ao sucesso do esquema MS — regularizacao junto com as identidades de Ward e as
condigoes de renormalizacao —, em [I31] [I32] é encontrado que o termo tipo Chern-Simons
nao é induzido por correcoes radiativas. Seguindo o método de renormalizacao algébrica,
em [133] esse mesmo resultado é encontrado.

Retornaremos a discutir essa questao nos capitulos seguintes.
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4 RENORMALIZABILIDADE DA EDQ ESTENDIDA EM TODAS AS
ORDENS

Neste capitulo empregaremos a técnica de renormalizacao algébrica para mostrar
a renormalizabilidade da EDQ com violacao da simetria de Lorentz em todas as ordens
em teoria de perturbacoes. Basicamente, controlamos os termos de quebra usando um
conjunto sutil de fontes externas. Deste modo, com as simetrias restauradas, um tra-
tamento perturbativo pode ser consistentemente empregado. Depois de mostrarmos a
renormalizabilidade, as fontes externas serao postas nos seus valores fisicos, que permite

recuperar a acao de partida. Os resultados apresentados neste capitulo se encontram na
Ref. [159].

4.1 Quantizacao de BRST da eletrodinamica com violacao da simetria de

Lorentz

No capitulo anterior vimos que a eletrodinamica quantica é renormalizavel a 1-lago
[T10], i.e., as divergéncias que surgem nessa dada ordem podem ser absorvidas pela rede-
finicao dos campos, parametros e constante de acoplamento da teoria cléssica; indicando
que este modelo é estéve][l;gl quanticamente. Contudo, comentamos diversos trabalhos que
discutem a controvérsia da geragao do termo tipo Chern-Simons, enfatizando a questao
do método de regularizacao utilizado e o possivel papel do conjunto de simetrias da teoria
classica. Convém estar atento que um tratamento consistente dessas corregoes radiativas
¢ necessario caso se queira estudar a estabilidade da teoria além de 1-lago, que é o que ve-
remos neste capitulo; mais especificamente em todas as ordens em teoria de perturbagoes.
A fim de contornar os problemas oriundos do esquema de renormalizacao, empregare-
mos a quantizagao de BRST da EDQ estendida dentro do formalismo da renormalizacao
algébrica. Isto permite uma andlise da renormalizabilidade do modelo em todas as ordens
em teoria de perturbagdes através de um estudo de cohomologia [159].

Desde que a eletrodinamica é uma teoria de calibre, sua quantizacao requer cui-
dado. De fato, a quantizacao funcional de sistemas de calibre requer um mecanismo que
evite levar em conta infinitas configuracoes de campo de calibre equivalentes — as chamadas
copias de Gribov [160] — que estao presentes devido a simetria de calibre. O procedimento

de quantizacao de Faddeev-Popov [I61] introduz um determinante funcional no funcional

16 Embora na literatura existam duas situacoes distintas a cerca da estabilidade quantica, ndo é esperado
confusio aqui neste capitulo, e seguintes, com a estabilidade descrita na Sec. [2.2.1]
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gerador a fim de tratar esse problema. Contudo, esse determinante é um objeto nao-
local, que dificulta o estudo da renormalizabilidade da teoria — problema central desta
tese. Uma forma de contornar essa situagao é introduzir os chamados campos fantasma e
antifantasma de Faddeev-Popov, ¢ e ¢, respectivamente, a fim de localizar o determinante
funcional. Com esse procedimento, junto com um termo de fixagao de calibre, as confi-
guragoes de campo de calibre equivalentes sao evitadaﬂ. Contudo, a agao final perde a
simetria de calibre fora da camada de massa. A quantizacao de BRST permite tratar as
copias de calibre e a perda da simetria de calibre de uma forma sistematica. De fato, por
introduzir o campo de Lautrup-Nakanishi b (um multiplicador de Lagrange) e definindo

a seguinte transformacao de BRST atuando nos campos fundamentais

sA, = —0yc,
sc = 0,
s = ecy
s@ = ie@c )
sc = b,
sb = 0, (4.1)

onde s é o operador de BRST nilpotente, é possivel tratar a quantizacao da eletrodinamica
com uma simetria de BRST fora da camada de massa. Assim, escolhendo o calibre de

Landau, i.e., 9, A" = 0, a agao da eletrodinamica com o calibre fixado ¢é
S = Sgpg+ S¢f (4.2)
onde
Sgf = s/d4x co, Al = /d4x (b0, A* + ¢d*c) (4.3)

é acao de fixacao de calibre impondo o calibre de Landau.

Os numeros quanticos dos campos e tensores de fundo estao dispostos na Tabela

17 g importante mencionar que esse problema é resolvido na teoria de Maxwell, que é uma teoria abe-
liana. Na teoria de Yang-Mills esse problema nao é completamente resolvido — no setor perturbativo
dessa teoria, sim. Existe importante progresso em tratar as copias de calibre infinitesimais, mas o
procedimento para eliminar copias de calibre ndo-infinitesimais é ainda um problema aberto [163].
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Tabela 1 - Niimeros quéanticos dos campos.

campos A b ¢ ¢ ¥ (0
Dimensao UV 1 2 0 2 3/2 3/2
Numero fantasma 0 0 1 —1 0 0
Numero espinorial 0 0 0 0 1 -1
Estatistica o o1 -1 1 -1
Tabela 2 - Numeros quéanticos dos tensores de fundo.
tensores v Kk ¢ d e f g ms a b h
Dimensao UV 1 00 00 0 O0 1 1 1 1
Numero fantasma 0 0 0 0 0 0 0 O O O O
Numero espinorial 0 0 0 0 0 0 0 O 0 0 O
Estatistica 0O 0000 00O 0 00O

e na Tabela , respectivamente{ig].

Como o leitor pode ver, os campos fantasmas nao interagem com o campo de cali-
bre. Assim, em principio, eles podem ser negligenciados. Na verdade, na eletrodinamica
no calibre de Landau os campos fantasmas parecem nao ser importantes; mas eles sao, se
o interesse for relacionado a um problema de cohomologia. Vejamos em mais detalhes: Na
linguagem de fibrados, o campo de calibre A, é uma componente da 1-forma, A = A, dz",
que é uma conexao num fibrado principal; um espaco construido pelo produto entre espaco
topologico do grupo de calibre e o espacgo base. O transporte paralelo no espago total é
relacionado a derivada covariante e as transformacoes de calibre correspondem a mudar
o espaco total com o espago base fixo. O operador de BRST, s, é relacionado a derivada
exterior no espaco de todas as configuracoes de calibre, equivalentes ou nao, ao longo da fi-
bra. O campo fantasma ¢é a 1-forma de Maurer-Cartan no mesmo fibrado principal. Note,

por outro lado, que no espaco base — aqui o espaco de Minkowski — o campo fantasma é

18 A estatistica dos campos é definida como a soma do niimero fantasma com o nimero espinorial.
A estatistica do operador de BRST, s, ¢ definida, em mdédulo, por |s| = 1. Aqui, dado dois campos
genéricos (ou operadores compostos) ®¢ e &7 de estatisticas |®?| e |®7], respectivamente, eles satisfazem
a seguinte algebra

Pl = (—1)I*' M Ipi gt (4.4)

Ademais, o operador de BRST é definido para atuar sobre produtos de campos de acordo com a regra
de Leibniz, i.e.,

5(PD7) = ' DI + (—1)|¢i‘<1>is<bj . (4.5)
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uma 0-forma, i.e., um campo escalar. Por esta razao dizemos que o campo fantasma tem
uma estatistica errada (ver Tabela . O operador de BRST atuando em um campo ou
operador composto aumenta o grau da forma (nimero fantasma) em uma unidade. Desde
que o operador de BRST é nilpotente, as solugoes da teoria quantica ficam restritas a um
problema de cohomologia. De fato, esta propriedade é muito importante no estudo da
unitariedade em teorias de calibre. Além disso, o estudo da estabilidade quantica e ano-
malias de calibre é feito por procurar as solugoes mais gerais no espaco dos polindomios nos
campos locais integrados de niimero fantasma zero e um, respectivamente. Além dessas
propriedades, veremos que a introducao dos campos b, ¢ e ¢ fornece um conjunto extra
de identidades de Ward, que sera 1til para entender a propriedade de nao-renormalizacao
de certos operadores.

As corregoes quanticas sobre o setor de violacdo de Lorentz sdao analisadas da
mesma forma que as corregoes sobre o vértice elétron-féton usual, i.e., através da in-
troducao dos operadores compostos classicos nas funcoes de Green. No setor de violagao
de Lorentz, contudo, introduzimos nas fungoes de Green tensores de fundo acoplados aos
seus respectivos operadores compostos. Assim, a fim de proceder com a quantizacao de
BRST desse setor, cuidados extras sao necessarios. De fato, a quantizacao de BRST re-
quer que todos os objetos acoplados a operadores compostos invariantes de BRST devem
também ser invariantes de BRST; por outro lado, objetos acoplados a operadores com-
postos nao-invariantes de BRST devem ter uma contraparte de BRST, i.e., eles devem
pertencer a um dubleto de BRST a fim de garantir a simetria de BRST. Por exemplo, o
vetor de fundo v* estd acoplado a um operador nao-invariante de BRST. Na verdade, esse
acoplamento é invariante de BRST na camada de massa, ou seja, através da suposi¢ao
que termos de superficie podem ser seguramente desprezados e também considerando que
v#* possui 4-divergéncia nula. No entanto, descartar termos de superficie requer que o
integrando seja uma fungao suave de suporte compacto — nada disso pode ser dito sobre
o referido vetor de fundo. Ainda, nao é sempre verdade que uma simetria classica na
camada de massa ¢é preservada no nivel quantico, i.e., sua extensao dentro do formalismo
das fungoes de Green. Além disso, precisamos ser cuidadosos desde que queiramos traba-
lhar com a abordagem da renormalizagao algébrica e a quantizacao de BRST dentro da
eletrodinamica com violagao da simetria de Lorentz.

No intuito de atender os requerimentos do PAQ (ver Sec. — considerando o
fato que aqui temos duas distintas transformacoes de Lorentz: transformacoes de Lorentz
de observador e de particula; com violacao sob esta tultima — e tratar os pontos acima
mencionados, usaremos o método das fontes externas de Symanzik. Este método foi
primeiramente empregado por Symanzik [162] e foi vastamente empregado em teorias
de calibre nao-abelianas a fim de controlar a quebra suave da simetria de BRST, veja
[163] 164, 165 [166], 167, 168], e também em teorias com violacao da simetria de Lorentz

[159, 169, 170]. Basicamente, esse método consiste em introduzir um conjunto sutil de
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campos externos a fim de controlar a quebra de simetrias. Aqui, iremos emergir a acao
de violagao de Lorentz em uma teoria mais geral que respeita as simetrias de Lorentz e de
CPT; e também a simetria de BRST. Nosso procedimento serd tratar cada um dos tensores
de fundo como uma fonte externa classica. No entanto, existem duas situacgoes devido
as classes de operadores compostos. Seguindo as prescricoes de quantizacao de BRST de
operadores compostos: Fontes que estao acopladas a operadores compostos invariantes
de BRST também devem ser invariantes de BRST. Por outro lado, fontes acopladas a
operadores compostos nao-invariantes de BRST devem pertencer a um dubleto de BRST,
com sua contraparte de BRST a fim de garantir a simetria de BRSTH. Desde que o
termo bosonico de violacao de Lorentz de CPT-par e todos os termos de quebra do setor
fermionico sao invariantes de BRST, eles serao acoplados a fontes invariantes de BRST.

Assim, definimos o seguinte conjunto de fontes invariantes
SFapu = SC"" = sD"" = sEV' = s = sG*P" = sMy = sA" = sB" = sH" =0 . (4.6)

Por outro lado, precisamos de um dubleto de BRST para quantizar, dentro da prescrigao

de BRST, o setor bosonico de violagao de Lorentz de CPT-impar

3>\w/o¢ = Juuaa

sJya = 0. (4.7)

Eventualmente, a fim de reobter a agao de partida (3.1]), essas fontes adquirirdao os se-

guintes valores fisicos

Juuoe |fis - Uﬁeﬁumx ;
>\;U/o¢ |fis =0 >
Raﬁ,uu ’fis = RaBuv »

v v
Ou|fis:CM7

D iy =
E" |fis:e“7
F* |fis:fu7

19 Na verdade poder-se-ia introduzir uma fonte invariante de BRST. Contudo, devido ao fato que tal
acoplamento nao seria invariante de BRST, dever-se-ia introduzir outra fonte invariante de BRST aco-
plado ao termo de quebra proveniente do operador composto. Continuar-se-ia com esse procedimento
até encontrar uma agao invariante de BRST. Por questao de simplicidade introduz-se logo um dubleto
de BRST.
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M |fz's =ms,

Al i =

B |is = b,
H" | pis = WM. (4.8)

A imersao do setor bosonico da EDQ estendida é

1
Sp = s / ' Mo V'O A = 5 / A7 gy PP P
1
= / ' (Juya A0 A+ Nyadcd” A%) = / d*% Fopw FF™ | (4.9)

e a imersao do setor fermionico da EDQ estendida é dada por

Sp = / d'x [i (C™ Py, Dytp + D""y57, Dytp + EFYDyp + i F*prys Dyp+

+ %Gaﬁ‘@aaﬁDw) - (iMsﬂ%w + A*Yy1p + By + %H “”%Ww)} :
(4.10)

Além disso, a fim de controlar as transformagoes de BRST nao-lineares dos campos origi-
nais, precisamos de um ultimo conjunto de fontes externas invariantes de BRST, ou seja,

Y e Y, e introduzimos a seguinte acio
Sext = /d4x (Vs —syY) = /d4x (ieYcp —iegcY) . (4.11)
Assim, a acao invariante de BRST mais completa é dada por
X = S+ S+ Sp+ Seat - (4.12)
Explicitamente, tal acao é
Y = /d4x [—}lF’“’FW + 1 (iy" D, — m)w} + /d4x (b0, A" +¢0%c) +
+ /d4x (JMVQA"@”AO‘ + N 0McO” A® — i/ﬂa/gw,FaﬁFﬂy) +

n / &2 [i (C™5, Dyts + DGy Duts + EVGD,) + iF* G Dyt
+ %Gaﬁ“%aﬁDuw) - (z‘Mﬂw + AMPy,1p + B Yysyu + %H “”%Wz/})} +
+ /d4x (ieY ey — iegpeY) . (4.13)

Na verdade, ¢é facil notar que um conjunto extra de combinacgoes entre as fontes, incluindo a
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Tabela 3 - Nuimeros quanticos das fontes.

fontes Y Y XN J &k C D FE F G My A B H
Dimensao UV 5/25/2 1 1 0 0 0O O 0O O 1 1 1 1
Ntmero fantasma -1 -1 -1 0 0 0 O O O O O 0 0 0
Numero espinorial 1 -1 0 0 0 0 0 O O O O 0O 0 O
Estatistica o -2 -1.0 0 0 0O O OO O O O O

massa do elétron, é possivel ser adicionado. No entanto, essas combinagoes nao interferem
na renormalizacao das fontes e serao renormalizadas também. Além disso, parametros
extras adimensionais serao necessarios para absorver possiveis divergéncias do vacuo. Para
evitar uma analise complicada, omitimos esses termos de puro vacuo. Entretanto, por
completeza, essa questao é discutida no Ap. [E] Os niimeros quanticos das fontes seguem
os nimeros quanticos dos tensores de fundo e sao fornecidos na Tabela [3]

A agao ¥ nos valores fisicos das fontes reduz-se a

1 _
Y = /d4x {—ZF“”FW + Y (iv' D, — m)@/z} + /d4x (b@MA“ +E@2c) +
1
+ /d4x (eBM”aUﬂA"ﬁ”AO‘ — Z“aﬁquQﬂFW) +
b [ [ (D0 + T, Dyt + STD i Tra Dyt

gaﬁ“%aaDuw) - <z‘m5%5¢ + a" Yy + Uy + %h%aw)] :
(4.14)

1
2

Alguns comentarios sao necessarios: é importante notar que, uma vez que tenhamos
usado as fontes de Symanzik, a acao apresentada em nao mais corresponde a agao
fisica, ou seja, a EDQ estendida foi imersa em uma teoria mais geral. De fato, essa
acao goza das simetrias de Lorentz, de CPT e de BRST, e serd a acao submetida ao
tratamento perturbativo; onde serao realizados os estudos da estabilidade quantica e
anomalias de calibre a partir de métodos algébricos. Além disso, o setor que antes estava
associado a violagao de Lorentz de CPT-impar foi embebido como um dubleto de BRST;
através da fonte \* e sua contraparte de BRST J#**. Segue-se, de resultados gerais
de cohomologia, que esse setor nao corresponde a um setor fisico, assim como a acao de
fixacao de calibre. De fato, como anteriormente mencionado, nesse estdgio a teoria nao
corresponde a teoria fisica. Somente depois do estudo da estabilidade quantica que a
teoria maior é contraida para a teoria de partida . Ainda, quando os valores fisicos
das fontes sao tomados, a simetria de BRST ¢é quebrada explicitamente — isto pode

ser facilmente entendido se olharmos os dois primeiros termos em (4.8), onde nao mais
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existe dubleto de BRSTE. Neste estagio pode-se estudar os efeitos do setor de violacao
de Lorentz de CPT-impar sobre a unitariedade da teoria [100] [102].

Vemos que o conteido cinético da teoria nao é alterado no limite fisico das fontes.
Além disso, através da analise de contagem de poténcias, poder-se-ia adicionar a acao
(4.12) um ndimero infinito de termos do tipo Kagpek”7* F b p s Raﬁpakmw‘skw(ng B
e assim por diante. Contudo, todos esses termos podem ser rearranjados em um nico
termo acoplado ao operador FigF), . Essa série infinita pode ser redefinida em uma tnica

acao. Dessa forma, a agao original é mantida.

4.1.1 Identidades de Ward

Uma vez estabelecida a agao classica mais geral possivel, respeitando as simetrias
de Lorentz, de CPT e de BRST, podemos dispor esse contetido nas identidades de Ward

da teoria, as quais sao relagoes algébricas entre diferentes funcoes de Green. Sao elas:

e Identidade de Slavnov-Taylor

PSRN D) SN D ) DI )Y 6%
V= [de|-0—F =— — —=—=+b— —— ] =0. (41
S(%) /d:v( aﬂc§Au+5Y5l/1 5Y5w+b56+']“”a5ma> 0. (4.15)

e Fixacao de calibre e a equacao do campo antifantasma

6%

R AH

Sb O

5%

= d%c . (4.16)

e Equagao do campo fantasma
6%
E = Acla (417)

20 Embora o método de Symanzik ndo seja um método de regularizacdo, ele pode ser entendido em ana-
logia com, por exemplo, regularizacao dimensional. Como vimos, no intuito de regularizar as integrais
de Feynman, a regularizacao dimensional consiste em calcular as integrais de Feynman, que antes
eram divergentes no espago-tempo usual 4-dimensional, em um espago com uma dimensao complexa
arbitraria, dita d = 4 — €. Somente depois que as divergéncias tiverem sido absorvidas, o limite para
quatro dimensoes é tomado, i.e., ¢ — 0. Desde que essa regularizacao nao viola as simetrias de cali-
bre, problemas com a unitariedade sao evitados. Contudo, nao se fala sobre unitariedade na fase da
teoria regularizada. De fato, nao faz sentido contar os graus de liberdade do campo de calibre em
um espaco de dimensdo complexa continua. Ainda, na regularizacdo dimensional é introduzido um
parametro de massa arbitrario, p, a fim de manter a constante de acoplamento adimensional. Uma das
consequéncias disso é que a teoria serd independente do ponto de renormalizacao, levando ao grupo de
renormalizacao. No método de Symanzik também podem aparecer efeitos do procedimento de controlar
simetrias quebradas.
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com

Ay = 0" (Nwad"A%) — 0% +ieY ) + iedY . (4.18)
e Simetria rigida

Wiig(X) = /d4x (eg_qu + e??—; + eﬁg—; — e%y> =0. (419
Nas Eqgs. e , os termos de quebra sao lineares nos campos. Assim, eles
permanecerao no nivel classico [52]. De fato, sob o ponto de vista de insercao, tais quebras
sao vistas como inser¢oes dos campos dentro das funcoes de Green. Contudo, como os
campos sao assumidos serem funcoes suaves de suporte compacto, termos lineares nos
campos sao bem comportados, mesmo dentro das fungoes de Green. Por outro lado, no

caso de quebras nao-lineares, como um exemplo, temos

0%

0 Br(x) = —Y(@)s () - (4.20)

Lembre que o lado direito de ¢ assumido como sendo uma inser¢ao no valor es-
perado do vacuo. Tal quebra resulta numa funcao de Green que apresenta divergéncias
ultravioletas, uma vez que os campos sao avaliados no mesmo ponto. Isso significa que
tal quebra serd sujeita a renormalizacao. Por essa razao dizemos que quebras nao-lineares
nao caracterizam identidades de Ward.

Embora a simetria rigida descreva a conservacao da carga elétrica, ela nao desen-
volve um papel importante no estudo da estabilidade quantica da teoria. Na verdade a
conservacao da carga descrita pela invariancia da agao sob o operador W;;, ¢ no

sentido global.

4.2 Estabilidade quantica

A fim de obter o contratermo mais geral que pode ser livremente adicionado a
acao classica X em qualquer ordem em teoria de perturbacoes, necessitamos encontrar
o mais geral polinomio local integrado X com dimensao limitada por quatro e niimero
fantasma zero. Assim, impondo as identidades de Ward - a acao perturbada
Y 4+ eX — que nada mais é que dizer que nao existem anomalias no nivel quantico (ver

Cap. o)) — onde € é um parametro de perturbacao pequeno, o contratermo deve obedecer
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as seguintes restrigoes

Sex = 0,
(SECt
.
oc 0,
Wrig® = 0, (4.21)

onde Sy, é o operador de Slavnov-Taylor linearizado nilpotente,

S —/d% gl 020 00 X9 ono0  ,0 0
Y MCSA, T SY 00 WY Y &g oY o M 0hwa )

(4.22)

A primeira restrigao de (4.21)) identifica o contratermo como um problema de cohomologia
para o operador Sy, no espaco dos polindomios nos campos locais integrados de dimensao
quatro e niimero fantasma zero. A partir de resultados gerais de cohomologia [52], segue-se

que X pode ser escrito como

ECt

_411 /d4x agF" F,, — i/d‘l:z: <a1/%wgl, + agTwﬁuewC&J) Forpsv 4
/d4x {azivy" Dty — asmapp + i [(asC*" + asC™ + arnagk™ ™ )by, Db+
(ag D" + ag D" ) y57, Dyt + a1 E* Y Dyab + ayyi F*apys D+

% <<112G°“B7 + algsaﬁv,\ngApﬂ EUaﬁD%D] — [a14iM5E’y5¢+

(a15A* + a1em E* )by, b + (a7 B* + algmGameaﬁW‘)ﬂ%de—l—

1 —
§(a19H“V + GQOmDaﬁ’Eaﬁuy>wauuw:| } + SEA(il) y (423)

+ o+ o+ o+ o+

onde A=Y é o mais geral contratermo polinomial nos campos local integrado com di-

mensao limitada por quatro e nimero fantasma —1, dado porE|

A(_l) = /d41' ((121?¢ + CLQQEY + CLQ3E@MAM + CL24Eb + a25)\WaA“8”Aa—|—

21 Claramente, ao contrario dos campos de fundo, as fontes externas nio sdo “congeladas”com respeito
as simetrias de CPT. Portanto, elas gozam de mapas discretos. Assim A=) pode ser construido
invariante de CPT, evitando muitos contratermos e parametros de renormalizacao. Ademais, todos
eles, se incluidos, sdo também evitados pelas identidades de Ward do modelo.
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+ agﬁ)\ameaﬁwa%vul/z + (12758#14“ + (IggméauE‘u + agg)\#yaJ“yaEC‘i‘

+ ago)\umJ“”aABAﬂ + a31/\MaBJVC¥5AMAV+

+ U3aFapu NPT A AT 4 ags T,y " Co X0 JH A, A%+

+ asaFapu N7 TV g A A" + agsT, " Co NP7 JY A Aty

% O NP J““”A#Al,) , (4.24)

Buv

+ A36Fapes NP T ALA, + az T,

apod

com a; sendo coeficientes arbitrarios. A partir da segunda equagao em (4.21]), segue-se
que as3 = ag4 = A97 = Aoy = ag9 = 0. Ainda, a partir da equacao do campo fantasma,
Q95 = Q390 = (31 = A3z = A33 = Q34 = ags = agzg = azy = 0. Portanto, depois das seguintes

redefinicoes,

az — Q21 + ag2 — as Q12 — Q21 + Q22 — Q12 ,
(g4 — Q21 + Q22 — Ay , a14 — Q21 + Q22 — Q14 ,
as — g1 + a9 — as a15 — Q21 + Q22 — a15
ag — Qg1 + g2 — asg a17 — Q21 + Q22 — Q17 ,
a10 — Q21 + Gg2 — Ao , (19 — Qg1 + Qg2 — Q9 ,
a1 — Qg1 + Qg2 — a1, (4.25)

nao ¢é dificil verificar que a forma do contratermo mais geral permitido pelas identidades

de Ward é dada por
N = —l/d‘*m F™E —l/d“x(a Faps + 02To5," Cou ) FMFY
1 0 W 1Rappy + a2l 5, Cou
/ d'z {azipy* D,y — agmapty + i [(asC™* + agC* + arnapi™ ™ )by, Dytp+
(ag D" + ag D" ) py57, Dyt + aro E* Dyap + ayyi F*apys D+
% (alzG"‘ﬁ7 + a135a67,\p0G/\p0> @Ua,b’Dﬂd — [a14iM5@75¢+
(a5 A" + alﬁmE“)E%w + (a7 B* + algmGameaﬁw — agﬁJagveaﬂw)E%%w—i—

1 —
5((119[’['“” + agomDagﬁaﬁ'uV)wO'#yw} } . (426)

+ o+ o+ o+ o+

Resta-nos checar se a teoria é estavel: se o contratermo X pode ser absorvido pela acao
original ¥ por meio da redefinicao multiplicativa dos campos, fontes e parametros da

teoria, de acordo com

N[®, J, &) 4 eXVUD, J €] = X[®o, Jo, &) + O(E?) (4.27)
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onde as quantidades nao-renormalizadas sao definidas por

Oy = Z*®, ®e Ay bec),

Jo = ZjJ, Je{J\C D EFG M,ABH} ,

§o = Ze€, §ef{e,m} . (4.28)
E possivel checar que isso pode ser feito, provando a renormalizabilidade em todas as or-
dens em teoria de perturbacoes. Explicitamente, os fatores de renormalizacao sao listados

abaixo.

Para os fatores independentes do foton, do elétron e da massa do elétron, temos

1
Z}{/Q = 1 + —E&ay ,

2
1
ZJ? = 1+ 5503
Zm = 1+ 6(@4 — a3) . (429)

Os fatores de renormalizacao para os campos fantasmas, carga, campo de Lautrup-
Nakanishi e fontes Y nao sao independentes, ou seja,
A /A |
2 =z, = 7,7
1/2 ,—1/2
Zy = Zy = Z)°Z;'*. (4.30)

Assim, as propriedades de renormalizagao do setor usual da EDQ permanecem inalteradas.

Para o setor Kqpup, devido aos nimeros quanticos de £ e C', hd uma mistura entre
seus respectivos operadores compostos, i.e., F**F5 and ZEWVDM/J. Assim, a renorma-
lizagao matricial é requerida. Neste caso,

KoapBy _ (Zﬁfi)a,uﬂuepbﬂs (Zﬁc)ayﬁygw Kopws
Covu (Zew),, ' (Zee),, Ch,

samp‘ségé:j 555;’ +e((as — ag)égél‘j + aﬁézél“j) Cho
(4.31)

Como é possivel inferir a partir da Tabela[3], algumas fontes externas nao tém exatamente
0S mesmos numeros quanticos, especificamente com respeito as suas dimensoes de massa.
Entao, em principio, elas nao sofrem mistura quantica. Contudo, o modelo tem um

parametro de massa, a massa do elétron, m. Assim, o parametro de massa ird permitir
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algumas misturas extras entre as fontes [171]. Primeiramente,
AG\ ([ Zix Zag) (A"
Ef)  \Zpa Zex) \E"
_ (P relos —as) =aietm A (4.32)
0 1+ 8(@10 — CL3> Er

Ainda,

H"\ _ ((Zun)? (Zgp)™?\ (Hag
Dy" (Zpu)™"*® (Zpp)""? | \ Dag
_ ((1 + e(arg — as))nonH? Eagyme’ s ) (Haf;)

0 0" n? + e((as — az)n”* 0" + agn”Pn*) | \ Dag
(4.33)

O ultimo fator de renormalizacao matricial corresponde a uma mistura entre trés fontes,

ou seja,
Bg (ZBB)Mw (ZBJ)“)\;)O' (ZBG)H)\pa' B
Jgtﬁ“/ — ( Z; B)Oéﬁ'yw ( ZJJ)a/J’v/\M ( ZJG)QM,\M Jreo
Gg™ (Zap)*™y (Za))™s0e (Zoc)™ s G7
B
= Zy| JP |, (4.34)
GeBy
onde
(1+e(arr — agz))or —Eag6€y,," eargmey "
Z, = 0 (1 —eag)056567 0
0 0 056807 + £((ara — az) 050567 + ar35°™, )
(4.35)
A renormalizagao para as fontes externas que nao sofrem mistura é
ZF = 1 +€<(111 — (l3) y
ZM5 = 1+ 6(&14 — (13) . (436)

O setor bosonico associado ao vetor v* renormaliza-se através de Z;;. Isto ja foi deter-

minado em (4.33)). Portanto, ele tem o seguinte vinculo de renormalizagao

Zyy=25=2,". (4.37)
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Terminamos, assim, a prova da renormalizabilidade multiplicativa da EDQ com
violagao de Lorentz. Mas alguns comentarios sao necessarios: de , a equivaléncia
entre as renormalizacoes do campo do féton e a carga elétrica, i.e., Z, = Zgl/ 2, é con-
firmada. Isto é confirmado a partir de calculos explicitos a 1-lago, ver Eq. . Outro
ponto interessante é a transversalidade do propagador do féton. De fato, cdlculos a 1-laco
dispostos em e mostram essa propriedade. A partir da primeira identidade
de Ward em , essa propriedade ¢ garantida em todas as ordens em teoria de per-
turbacoes. Contudo, nao fomos capazes de fixar, a partir da abordagem algébrica, uma
relagdo entre os fatores de renormalizagdo das fontes (campos de fundo) e os fatores de
renormalizacao dos campos do féton e do elétron. De fato, a partir de calculos explicitos,
é possivel ver que, por exemplo, nao é necessaria renormalizacao para f*, pelo menos a
1-laco. Isto estd estreitamente relacionado a renormalizacao do campo do elétron. Além
disso, as duas abordagens — algébrica e analitica — mostram-nos que a mistura quantica
entre os campos de fundo é inevitavel. Desde que a abordagem algébrica nao nos fornece
todas as restricoes sobre os parametros das fontes que aparecem nas relagoes analiticas,
resta-nos estabelecer se isso é apenas um efeito a 1-laco que desaparece a altas ordens ou
existem simetrias extras nao consideradas no nosso conjunto de identidades de Ward.

Ademais, podemos tomar a acao (4.13) no valor fisico das fontes e explo-
rar casos especiais. Por exemplo, considerando somente os termos da agao (4.13) que
permanecem invariantes sob o mapa P'T, i.e., desconsiderando os termos dependentes de

R dHv b Pt e vH | obtemos

1 1
CPTfimJ = _Z /d4I aOF‘LWF,LLV - Z /d4I (alffoz,uﬂl/ + Q2Tauﬁy ngQu}) FCWFBV +

+ /d4ZE {a?ﬂ'EVMDM/) - a’4mw¢ + { [(a5CVM + QGCMV + a?naﬁﬁauﬁy)afyuDu@/}—f_

+ a1o€“EDu¢ + a11if“EV5D,ﬂﬂ - [a14im5%5¢ + (a15a" + a;gme’) E%@H} .
(4.38)

Nao é dificil ver que a acao permanece estavel, com treze parametros de renormalizacao.

Por outro lado, se escolhermos invariancia por C para o contratermo, obtemos
¢ N L0 ey T, Cou) P FP
C—inv  — _Z T ag [ ZL T\ Q1kappy + asz apfv Cow +
+ /d4x {agzﬂv“D,ﬂ/z — agmip) + i [(a5c"“ + agc" + a777a5/<;°‘”5”)E%Du1/)+

| _ o
+ 3 <a129a67 + a135am>\pag)\pa> ¢‘7aﬁDv¢} = [araimsysy+

+ (a7 + a18mga,8'y€a/8’w + 6026““)@75%%} . (4.39)

Esta acao também ¢ estavel sob renormalizacao matricial com quatorze parametros inde-
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pendentes.

4.3 Discussao

Mostramos neste capitulo a renormalizabilidade multiplicativa da EDQ com vi-
olacao da simetria de Lorentz, pelo menos em todas as ordens em teoria de perturbagoes;
onde empregamos a técnica de renormalizacao algébrica dentro do formalismo de BRST
em combina¢ao com um conjunto de fontes externas que controlam os termos de quebra.

Com essa abordagem encontramos os seguintes resultados:

e As caracteristicas da renormalizabilidade da EDQ usual sdo mantidas inalteradas,
veja (4.29) e (4.30]). Neste caso, existem somente trés parametros de renormalizagao

independentes. Eis: ag, ag e ay.

e Encontramos um total de vinte e dois parametros de renormalizacao para a agao que
respeita as simetrias de Lorentz, de CPT e de BRST. Quando colocamos as fontes
externas nos seus valores fisicos e, por exemplo, escolhemos invariancia por
PT (ver a acdo (4.38))), encontramos treze parametros, ao invés de nove parametros
encontrados em [I11]. Essa discrepancia entre esses resultados é devida a renor-
malizacao matricial empregada. Ressaltamos que a renormalizagao matricial nao é
uma escolha, mas uma necessidade devida a mistura entre as fontes. Esses resultados

estdo consistentes com os célculos a 1-lago desenvolvidos na Sec. [3.2]

e O termo de Carroll-Field-Jackiw €,,,50"A”0*A” nao se renormaliza. Além disso,
isso é confirmado por cédlculos explicitos a 1-lago. De fato, isso é uma consequéncia
direta da identidade de Ward do campo fantasma (4.17]).

e Diferentemente de [138, [139], termos tipo Proca nao sao gerados pelos coeficientes
de violacao de Lorentz. Isto é uma consequéncia da identidade de Ward do campo
fantasma: ela é uma identidade nao-integrada, fazendo-a mais poderosa que sua

versao nao-abeliana.

e Embora os coeficientes de violagao de Lorentz sejam fenomenologicamente muito
pequenos, encontramos através de nossa abordagem que o vacuo do modelo é mo-
dificado. De fato, os termos de vacuo nao sao evitados pelas identidades de Ward.
De qualquer forma, desde que esses sao termos de pura fonte, o conteido dinamico
da teoria nao é modificado. Assim, atributos como causalidade e unitariedade sao
também preservados [100]. No entanto, é importante mencionar algumas palavras

sobre esses termos. Tipicamente, termos de vacuo sao associados a condensados,
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a partir de mecanismos de quebra espontanea de simetria [25], 28], efeitos de con-
densacao dinamica [168], [172], 173, 174, [175], e outros. Aqui, um efeito levemente dife-
rente ocorre, que é similar aos termos de vdcuo de Gribov-Zwanziger [164], [165] [176],
1.€., esses termos vem de termos de pura fonte permitidos por contagem de poténcias
e sobrevivem depois do limite fisico. Podemos interpretar esses termos como segue:
devido a teoria ser embebida em uma teoria maior, a contracao para os valores fisicos
deixa uma “memoria” da acao maior. Isto pode, portanto, ser entendido como uma
condensacao do conjunto de campos classicos quando o limite fisico é tomado, i.e.,
o limite fisico ¢ um congelamento nao-trivial desses campos auxiliares. Podemos
também observar que a acao de Gribov-Zwanziger pode ser interpretada como uma
agao de quebra espontanea de simetria [177]; talvez uma interpretacao similar seja

possivel para a presente abordagem.

e Finalmente, encontramos que nao ha geracao radiativa do termo tipo Chern-Simons,
€uvapbt AV 0% AP [123], 124, [131]. Mostramos que essa propriedade é uma consequéncia
direta das classes de fontes BRST empregadas na nossa abordagem: a fim de con-
trolar as quebras de Lorentz e de CPT (também de BRST), o campo de fundo b*
foi promovido a fonte externa B*. Desde que esta fonte acopla-se a um operador
composto invariante de BRST, ela é fechada de BRST. Por outro lado, o campo de
fundo v* foi promovido a fonte externa J#**. Esta fonte, contudo, é acoplada a um
operador nao-invariante de BRST. Portanto, ela deve ser exata de BRST, com \*¢
sendo sua contraparte de BRST em um dubleto de BRST. Como fontes (operadores)
exatas (0s) de BRST nao podem receber contribuigao de fontes (operadores) fecha-
das (os) de BRST [178],[179, [180], a fonte J*** nunca recebera contribuic¢ao da fonte
B" — por outro lado, a outra forma é possivel. Ainda, desde que a renormalizacao
algébrica ¢ um método recursivo e independente do esquema de renormalizagao,
essa propriedade é garantida em todas as ordens em teoria de perturbacoes. Este
resultado também foi encontrado em [I33] através de métodos algébricos. Contudo,

encontramos aqui uma interpretacao cohomoldgica.

Convém chamar atencao para as diferencas na forma como a simetria de Lorentz
é restaurada em [I70] e a aqui realizada. Naquele caso, dada uma a¢ao com um termo
de quebra de Lorentz, é introduzido outro termo semelhante, com uma fonte externa, e
a transformagao da fonte externa sob transformacoes de Lorentz é escolhida de modo a
restaurar a simetria de Lorentz da teoria — compensando o termo de quebra. Em sintese,
a teoria permanece com um setor de quebra. Contudo, o conjunto de transformagoes
dos campos e fontes externas sao definidos de tal modo que a teoria seja invariante. No
nosso caso, entretanto, ao invés de introduzir uma fonte externa em adicao ao termo
de quebra, os termos de quebra sao tratados ja com fontes externas com transformagoes

especificas, e a teoria nao apresenta nenhum setor de quebra que é compensado com termo
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sem quebra. Em suma, ressaltando novamente, a teoria aqui é imersa em uma teoria mais
geral, preservando os mesmos acoplamentos originais, com as simetrias restauradas.

Vale ainda comentar alguns aforismos dispostos na Ref. [I70]: “/... whether you like
it or not, you have to include in the initial lagrangian all terms that violate the Lorentz
symmetry consistent with locality and power-counting, unless otherwise constrained by a
break control!” e “Whether you like it or not, you have to include in the lagrangian all
counter terms consistent with locality and power-counting, unless otherwise constrained
by Ward identities.” — este ultimo é atribuido a Symanzik. Embora o primeiro refira-se
a lagrangiana inicial e o segundo ao contratermo, ambos estao relacionados a questao da
estabilidade quantica. Para deixarmos isso mais claro, sob o ponto de vista da estabilidade
quantica, e através dos resultados acima obtidos, podemos tomar dois distintos modelos

de EDQ com violacao da simetria de Lorentz. Se considerarmos os seguintes modelos

Y1 = Segpog+ 51 +95:,
22 = SEDQ + Sl s (440)

onde
S, = /d4x (egwavﬁA“al’Aa — e‘%Dudj) ,
Sy = — / d*z (a" ) + Vpysyae) (4.41)

vemos de , e do tltimo topico acima que o modelo descrito pela acao ¥ é
consistente quanticamente. Por outro lado, se tomarmos um modelo do tipo Y5 teriamos
um contratermo infinito do tipo Sy gerado por corregoes quanticas advindas da acao Si,
e o modelo nao teria estabilidade quéntica@.

Nas Refs. [133] 170] os autores argumentam que, se termos de quebra de Lorentz
sao controlados pelas fontes externas, nao ha necessidade de introduzir, devido a questao
da estabilidade quantica, todos os termos de quebra na acao inicial. Nesses trabalhos, por
exemplo, é mostrado que um termo tipo Chern-Simons nao é gerado por correcoes radia-
tivas, e, portanto, nao ha necessidade de introduzir um termo de quebra de Lorentz tipo

Chern-Simons desde o inicio, de acordo com o argumento prévio; como também discutimos

22 Um cléssico exemplo da importancia da estabilidade quéntica é o caso de uma teoria de um campo
escalar neutro em interacao com férmions. Neste caso, a teoria apresenta as mesmas potenciais di-
vergéncias da EDQ (ver Fig. , com as linhas de fétons substituidas por linhas de campos escalares.
Neste caso o grafico tipo e tem também contribui¢do nula de acordo com o teorema de Furry. Con-
tudo, na auséncia de uma identidade de Ward — tipo [I54] para a EDQ — o gréfico d nao fornece uma
contribuicao finita. Assim um termo divergente tipo ¢* surge a 1-laco. Entdo deve ser introduzido &
acdo cldssica um termo tipo A\¢* para absorver essa divergéncia. Veja, por exemplo, [I8T] para mais
detalhes nesse assunto.
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acima para os dois modelos X; e ¥5. Por outro lado, ainda em [170] e também em [111]
os autores argumentam que se a completa teoria com quebra de Lorentz, compativel com
o critério de localidade e contagem de poténcias, é considerada, nao é necessario introdu-
zir nenhum controlador de quebra de Lorentz. Contudo, em [IT1] os autores estudam a
completa EDQ estendida sem controlar a quebra de Lorentz. Todavia, ao estudar a esta-
bilidade quantica os autores escolhem, por exemplo, um setor da teoria que é invariante
por PT. No entanto, o contratermo proposto nao é o mais geral possivel — o que é dificil
de entender, jd que os préprios autores abrem o trabalho [170] com o segundo aforismo
acima. Isto, de fato, estd em desacordo com o que é sabido de teoria de renormalizacao
[181].

No nosso caso, no intuito de aplicar seguramente o PAQ), restauramos a simetria
de Lorentz — além de CPT e de BRST — da EDQ estendida completa. No estudo da
estabilidade quantica propomos o contratermo mais geral possivel compativel com as
simetrias da teoria. E isso deve ser feito tanto em teorias com ou sem simetria de Lorentz.

Embora a EDQ estendida é suposta conter efeitos de baixas energias de teorias
mais fundamentais, com coeficientes de violacao provenientes, e.g., de quebra espontanea
de simetria, o Unico argumento fenomenolégico usado no estudo da renormalizabilidade
da teoria a “baixas energias”é que tais coeficientes de violacao de Lorentz sejam Planck-
suprimidos. Assim, a imersao de tal teoria em uma mais geral através das fontes de
Symanzik nao é um procedimento espurio, uma vez que nao se esta supostamente consi-

derando todos os graus de liberdade da teoria; como os modos de Nambu-Goldstone.
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5 ANOMALIAS DE CALIBRE NA EDQ ESTENDIDA

Neste capitulo estudaremos a questao das anomalias de calibre na EDQ com vi-
olacao da simetria de Lorentz. Seguindo o método algébrico e os resultados da quantizagao
de BRST do capitulo anterior, limitaremos nosso estudo a um problema de cohomologia.
Desde que a abordagem a ser empregada ¢é independente do esquema de renormalizacao
(regularizagao, prescri¢ao de subtragao e condicoes de renormalizagao), os resultados aqui

obtidos sao esperados serem gerais. Apresentamos esse estudo na Ref. [I82].

5.1 Anomalias de calibre e renormalizabilidade

No capitulo anterior discorremos sobre a renormalizabilidade em todas as ordens
em teoria de perturbagoes da EDQ com violagao da simetria de Lorentz: especificamente,
mostramos que esse modelo é estavel no nivel quantico. Contudo, como enfatizado na
Sec. desta tese, um dos requisitos para a renormalizabilidade de uma teoria é que a
teoria seja livre de anomalias no nivel quantico — especificamente anomalias de calibre,
se a teoria em estudo for uma teoria de calibre. Pretendemos aqui neste capitulo dar
uma resposta definitiva sobre o problema das anomalias de calibre na ED(Q estendida
[182]. Além do estudo desenvolvido no capitulo anterior, existem outras incursoes nesse
sentido. De fato, na Ref. [IT11] os autores clamam uma prova da renormalizabilidade da
EDQ estendida em todas as ordens em teoria de perturbacgoes. Contudo, eles escolhem
separadamente a simetria por C e (ou) PT a fim de garantir a auséncia de anomalias de
calibre no nivel quantico, ao invés de levar em conta a completa EDQ estendida. Além
disso, um passo além das Refs. [110, [I11] é apresentado na Ref. [I83], onde o calculo
das integrais de Feynman relacionadas ao tri-vértice do féton é feito. Nesse trabalho é
mostrado que a contribui¢ao que vem do tri-vértice do féton € livre de anomalias de calibre
a l-laco e apontam a conjectura que essa propriedade permanece em todas as ordens
em teoria de perturbacoes. Essencialmente, eles fixam a ambiguidade na circulacao do
momento interno dos diagramas requerendo a invariancia de calibre da teoria, assim como
apontam a importancia desse resultado para uma prova completa da renormalizabilidade
em todas as ordens da EDQ com violagao da simetria de Lorentz. De fato, uma vez que
o parametro da anomalia é feito nulo a 1-lago, um teorema de nao renormalizacao seria
necessario para garantir essa propriedade em todas as ordens em teoria de perturbagoes.
Ainda nessa linha, em [I84] é analisada as contribuigoes a 1-lago que vém dos diagramas
da polarizacao do vacuo e do tri-vértice do féton. Nesse trabalho, além dos termos
divergentes, as contribuigoes finitas dos diagramas mencionados sao calculadas através

da chamada regularizacao implicita, a fim de contornar o problema da ambiguidade em
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definir a matriz v5 em d dimensoes e sua algebra. Ainda, é empregado a invariancia da
circulagao do momento interno nos diagramas a fim de garantir a invariancia de calibre
da EDQ estendida. Embora [I84] discorde do procedimento de cdlculo empregado na
Ref. [I83], ambos trabalhos mostram, assim, que as identidades de Ward da EDQ com

violagao da simetria de Lorentz sao validas a 1-lago.

5.1.1 Interludio: sobre o conceito de anomalia

No intuito de entender melhor o conceito de anomalia de calibre, vale relembrar
o resultado importante advindo do teorema de Noether, comentado na introducao desta
tese: uma simetria global continua de um sistema fisico implica numa corrente conservada.
Usualmente, a analise dessa propriedade é realizada no nivel classico. Contudo, se tal
corrente nao é conservada na teoria quantica, fala-se de uma anomalia global. Mas até
aqui isso nao é tao preocupante, pois nos referimos a uma simetria global, i.e., a simetria
nao é calibrada. Contudo, a situacao é problematica se essa corrente nao-conservada
interage com campos de calibre de massa nula. Neste caso as identidades de Ward da
teoria nao mais serao validas — o problema apontado acima para a EDQ estendida —
e fala-se, portanto, de uma anomalia de calibre. Tal anomalia acarreta a violacao da
unitariedade [I85], uma vez que somente dois modos transversos sdo esperados para os
campos de calibre vetoriais.

Outra importante anomalia dentro do MP é a anomalia quiral. Analisé-la-emos
em mais detalhes na sequéncia. Dada a acao de Dira@ e as seguintes correntes vetorial,

quiral (ou axial) e pseudoescalar,
JH(x) = d(x)y" (), JE(x) = Py sd(e) . Pa) = P@)sd),  (5.1)
respectivamente, decorre, classicamente, das equacoes de movimento, as seguintes relagoes
duJH(x) =0, 0, JL (x) = 2imP(x) . (5.2)

Nota-se que a corrente vetorial é conservada, que é bem-vindo, desde que essa corrente que
se acopla ao campo de calibre. Por outro lado, a corrente quiral é parcialmente conservada
(PCAC)@, e s6 é conservada no limite de massa nula, m = 0.

Pode-se estabelecer as identidades de Ward para as relagoes apresentadas em (|5.2))

23 O setor exclusivamente fermionico da acio da EDQ, S EpQ- Nesta discussao a acao de Maxwell é
desconsiderada, e o campo do féton é tratado como um campo externo.

24 N.T.: Sigla do inglés Partially Conserved Axial Current.
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e verifica-las ordem a ordem em teoria de perturbacoes. Como é usual, parte-se do nivel

arvore. Assim, podemos tomar a seguinte identidade
Tk ko q) = i / d'wdyd" e TN 0| T I, () 1, (y) T3 (2)]0)

= Qmi/d4xd4yd4zeikl+ik2_mz(O|TJ#(x)Jy(y)P(z)|0>
— 2mT,, . (5.3)

Nessa derivacao foram desprezados os termos de Schwinger e usada a segunda identidade
classica de (5.2)), ou seja, essa ultima identidade é vélida no nivel arvore. A identidade

para conservacao da corrente vetorial é
k/fTul/)\(kh k27 Q) = leITMV)\(kla ka Q) = O ) (54)

indicando a conservacao da corrente vetorial.

Calculos a 1-laco, se realizados ingenuamente, apontam que a identidade é
satisfeita. Ingenuamente porque tal validade ¢é verificada através da mudanca na variavel
de integracao, 7.e., no momento interno. Tal operagao é invélida, uma vez que a amplitude
T, € linearmente divergente. No caso em que tal amplitude é regularizada, a mudanca de
varidvel ¢ permitida. Contudo, o resultado da amplitude 7},,, depende de como ¢ realizado
a mudanga de varidvel no momento interno entre suas duas possiveis contribuigdes. Caso
contrario, a identidade poderia ser violada, o que nao é¢ bom. De modo geral, pode-se
definir a mudanca de variavel no momento interno em termos dos momentos externos.
Calculos detalhados [29] apontam as seguintes modificagoes nas identidades de Ward

e (5.4):
-3

1
qAT;Ellj))\(kl7k27Q) - QmT;Ei)_ A2 Euuaﬁk?k2/87
1 1+ 8 o
KT (K ko, q) = g2 Cuvashi Ky (5.5)

Desta relagao vemos que as identidades de Ward vetorial e quiral nao podem ser satisfeitas
simultaneamente. Entretanto, desde que, aqui, somente a corrente vetorial interage com o
campo do féton, é preferivel que a identidade de Ward quiral seja escolhida ser anomala,
ao invés da identidade de Ward vetorial. Assim, podemos escolher § = —1; que nada mais
é que fixar a ambiguidade na circulacao do momento interno por exigir que a simetria de
calibre da teoria seja preservada no nivel quantico. Deste modo, a nao conservacao da

corrente quiral é modificada, i.e,

0, J¢ = 2miP+ A, (5.6)
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onde

62
A= ——cuapF" F*P (5.7)

~ 1677
¢ a chamada anomalia de Adler-Bell-Jackiw (ABJ) [I86] I87]. Note que essa anomalia
independe da massa do férmion que circula no lago.

Quando a amplitude T}E,lj))\ é calculada através da regularizacao de Pauli-Villars ou
regularizacao dimensional, a identidade de Ward vetorial é imediatamente satisfeita, ao
contrario da quiral, fornecendo o mesmo resultado acima exposto. Associar-se-ia, entao,
a anomalia quiral, quando se considera uma teoria com férmions de massa zero, uma
patologia do esquema de regularizacao utilizado; no sentido de que embora a anomalia
nao dependa do regulador, seu efeito seria uma consequéncia do procedimento de regu-
larizacao. De fato, desde que a regularizacao de Pauli-Villars introduz um parametro de
massa, a simetria quiral seria imediatamente quebrada, e isso poderia indicar a origem
da anomalia quiral. Ademais, na regularizacao dimensional, a extensao dimensional da
matriz -5 é responsavel pelo surgimento do termo da anomalia. Contudo, todos os proce-
dimentos de regularizacao, incluindo o point splinting method, além do método funcional
de Fujikawa, concordam quanto ao resultado da anomalia de ABJ. Embora anomalias,
como acabamos de ver — um exemplo da anomalia quiral —, sejam fenomenos genuina-
mente quanticos, nao se pode interpreta-las como um problema relacionado ao esquema
de regularizagao, seja este um controlador de divergéncias ultravioletas ou infravermelhas;
mesmo considerando o fato que tais divergéncias sao, também, consequéncias oriundas da
quantizacao de sistemas de infinitos graus de liberdade. O fato de diferentes esquemas
de regularizacao fornecerem o mesmo resultado para a anomalia (quiral) indica que esta
¢ uma propriedade genuina dos sistemas fisicos estudados. Pode-se, assim, associar essa
anomalia a algum efeito fisico, caracterizando-a como uma anomalia relevante.

O conceito de anomalia quiral para o MP tornou-se claro quando aquele foi usado
para descrever o decaimento do pion neutro em dois fétons, 7° — ~v. De acordo com
Sutherlan e Veltman, tal decaimento é proibido — em desacordo com resultados experimen-
tais. De fato, se é usado a PCAC para calcular a taxa de decaimento desse processo, i.e.,
tomar o elemento de matriz de entre dois fétons, no limite em que o momento do pion
¢ suave, obtém-se um resultado nulo para tal taxa. Bell e Jackiw mostraram que tal decai-
mento é possivel se a equacao da PCAC for modificada, ou seja, se se usa a Eq. . Adler
mostrou em um trabalho seminal que tal decaimento era proibido teoricamente pelo uso
indevido da identidade dentro da matriz de elementos; calculando-se diretamente a
4-divergeéncia da corrente quiral através de métodos perturbativos (ver Eq. ) obtém-se
a anomalia quiral , que € exatamente a modificacao da PCAC. Este resultado mostra
a profunda relacdo entre a anomalia quiral e o decaimento 7° — . Este decaimento

pode ser descrito pela amplitude TS/)M utilizando a férmula de LSZ, onde os estados as-
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sintéticos seriam o pion neutro acoplado a corrente quiral, e os fétons as demais correntes
vetoriais. Note que isso nao € inconsistente sob o ponto de vista da renormalizabilidade e
unitariedade perturbativas, pois o campo que se acopla a corrente quiral nao é um campo
de calibre.

No Modelo Eletrofraco, entretanto, campos de calibre interagem com correntes
quirais, e, assim, a anomalia quiral de ABJ, agora generalizada — por Bardeen [I88] —
para incluir campos de calibre nao-abelianos, é permitida. Contudo, os férmions sao
construidos em representacoes do grupo SU(3). x SU(2)r x U(1)y, de modo que, se
somado as contribui¢oes para a anomalia de ABBJ de todos os férmions de uma mesma
familia, tal anomalia pode ser eliminada.

Outro resultado importante mostrado por Adler e Bardeen [I89] é que a ano-
malia ¢é exata a 1-lago e nao recebe correcoes em altas ordens em teoria de per-
turbagoes. Este resultado é conhecido como teorema de nao-renormalizacao de Adler-
Bardeen. Convém chamar atencdo para duas consequéncias, bem explicitas em [190],
desse teorema: (i) a amomalia quiral é exata a 1-lago; (7i) existe um esquema de sub-
tracao tal que, se anomalia de calibre é nula a 1-laco, ela serd também nula em todas as
ordens em teoria de perturbacoes.

O item (i) é o resultado original de Adler e Bardeen. O tépico (ii) pode ser
entendido a partir da Eq. . Naquela situagao, a fim de cancelar a anomalia de
calibre, escolhemos § = —1. Isso significa introduzir na funcao vértice no nivel arvore
(agio cldssica) o contratermo 1/872¢,,akS ks .

Em suma, temos as seguintes conclusées: anomalias relevantes (que podem ter im-
plicacoes fisicas) sdo independentes de qualquer esquema de regularizagao empregado para
calculé-las, ao contrario das anomalias irrelevantes. As anomalias de ABBJ referem-se as
anomalias quirais e nao necessariamente estao relacionadas as anomalias de calibre, exceto
no caso em que os campos de calibre acoplam-se as correntes quirais. Anomalias quirais
nao sao problematicas, mesmo quando nao puderem ser canceladas, se as correntes quirais
nao interagem com boésons de calibre. (Exemplos: lagrangiana da EDQ com acoplamento
de Yukawa entre férmions de Dirac e mésons pseudoescalares, nao conservacao da cor-
rente barionica.) A versdo original do teorema de nao-renormalizacao de Adler-Bardeen

refere-se a anomalia quiral.

5.1.2 Cohomologia e anomalia

De maneira totalmente independente do calculo das integrais de Feynman, as ano-
malias de calibre podem ser caracterizadas pelo estudo da cohomologia dos operadores
nilpotentes definidos na teoria em questao. Em teorias de calibre nao-abelianas as ano-

malias podem ser caracterizadas através das equacgoes de descida. Contudo, tais equagoes
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fornecem as chamadas anomalias covariantes, que nao necessariamente correspondem as
anomalias consistentes da teoria, i.e., aquelas anomalias que satisfazem as condicoes de
consisténcia de Wess-Zumino [191]. Contudo, existe um mapa entre tais anomalias. No
caso abeliano, por outro lado, as anomalias obtidas do estudo da cohomologia ja satisfa-
zem diretamente a condi¢ao de consisténcia de Wess-Zumino.

Do ponto de vista da cohomologia, anomalias relevantes sao aquelas que pertencem
ao setor nao-trivial da cohomologia. Em caso contrario, ha as anomalias irrelevantes, que
sao aquelas que pertencem ao setor trivial da cohomologia.

De posse dessas propriedades, podemos verificar se o modelo aqui tratado apresenta
anomalias de calibre. Assim, para vermos se a EDQ estendida é livre de anomalias de
calibre no nivel quantico, precisamos verificar se a solu¢ao do operador de Slavnov-Taylor
(4.22)) (forma funcional do operador de BRST) no setor ndo-trivial da cohomologia é vazia.
Isto é verificado através da extensao do operador de Slavnov-Taylor ao nivel quantico
seguindo as prescrigoes do PAQ [51], e através da algebra obedecida pelo operador de
Slavnov-Taylor e um conjunto extra de identidades de Ward.

A fim de obtermos importantes relagoes algébricas entre as identidades de Ward,
definamos um funcional geral F com nimero fantasma par. O operador de Slavnov Taylor

atuando sobre F é definido como

0OF  OFOF OFOF  OF OF
pumy 4 J— _— S — —_— _—
S(F) = /d x( aﬂcMu + 5V 50 5V 65 +b55 +Jw5)\w) . (5.8)
Ainda, podemos definir o seguinte operador de Slavnov-Taylor linearizado
) OF 6 OF o6 O0F I OF O ) o
— d4 - e == ., T = T T, T = T T =5 b_ l/Oé— .
57 / v ( OnsA, T ov o0 T shay ovey  spov U (mm)
(5.9)
Também, as seguintes identidades sao satisfeitas
SsS(F) = 0, V F,
S]:S]: = O, se S(.F) = 0. (510)

Além disso, a equacao de fixacao de calibre, junto com o operador de Slavnov-Taylor,

equacao do campo fantasma, equagao do campo antifantasma e operador rigido satisfazem
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a seguinte algebra

sty - g o) = (s -o0)

b
ms( )+3f (x) = 0,
4 0 4 - W
/d T 50@)8(?) +3f/d T ( Ad) = —iW,y(F),
WiigS(F) — wamg (F) = 0. (5.11)

Veremos que as Eqs. ((5.10)) e (5.11]) serdo muito tteis para o estudo das anomalias.

5.2 Identidades de Ward andémalas

No estudo da estabilidade quantica da EDQ estendida desenvolvido na Sec. [1.2]
assumimos que as identidades de Ward — eram validas no nivel quantico: 1-
laco. Por conveniéncia, mostremos primeiramente que as identidades — de fato
nao apresentam anomalias no nivel quantico.

Como ponto de partida, tomemos a equagao de fixacao de calibre. Sabemos que o

campo de Lautrup-Nakanishi obedece a seguinte algebra

Seja a acao quantica, I', i.e.,
> A T™ onde I'® = % (5.13)

A partir do PAQ, podemos supor que a equacao de fixacao de calibre se mantém até a

ordem A"~ em teoria de perturbacoes, ou seja,

6T
db(x)

= 0 AM@)+ AT = 0,AMz) + I"Az) + O™ | (5.14)

onde A(z) é uma inserc¢ao polinomial local nos campos e suas derivadas de dimensao dois

e numero fantasma zero. A forma mais geral para tal insergao é
Alx) = F(A ¢, J)(x)+Eb(x) (5.15)

onde F' é um polinémio local nos campos A, ¢, c e fontes J, e £ é um parametro adimen-
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sional constante. A partir da Eq. (5.12)) obtemos a seguinte condi¢ao de consisténcia

o 0

MA(@ - MA(y} = 0. (5.16)

A partir da Eq. (5.15)) encontramos

) 5 )
@) = g FAec ) + &) (5.17)

Integrando esta equagao, obtemos

)
M) = g [ (Faeenmmm + i) . 61
Assim, a equacao de fixagao de calibre (5.14)) torna-se
6T
— o n+1
50() 0, A () + O(R") (5.19)

onde redefinimos a acao quantica como

r - row [ay (e + 5 (5.20)
Podemos repetir esse procedimento recursivamente e mostrar que a equacao de fixacao de
calibre é valida em todas as ordens.

Investiguemos agora uma possivel quebra quantica na equagao do campo antifan-

tasma. Novamente, aplicando o PAQ

52(1;) = O%c(x)+A-T = dc(x) + B"Az) + O(A") | (5.21)

com A(x) sendo um polinémio local de dimensao dois e nimero fantasma +1. Sua forma

geral é
Alz) = GA, ¢, J)(x)+ fle)e(x) , (5.22)

onde G(A, ¢, J)(z) ndo depende do campo b, desde que esta dependéncia ja foi absorvida
na acao efetiva I'. f(c) é uma funcao dependente de c. Contudo, a partir da Tabela
vemos que é impossivel construir uma fun¢ao f(c) de dimensao dois e nimero fantasma
dois dependendo somente de c. Entao, assumimos f(c) = 0. A partir da dlgebra obedecida

pela equagao do campo antifantasma
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derivamos outra condicao de consisténcia

52 (x)+6é(x)A(y) = 0. (5.24)
A solugao para ([5.24)) é
M) = s [ PG D). (5.25)

Reescrevendo a equagao do campo antifantasma

5F _ 20 T n+1
Sy = e o, (5.26)
A / &y c(y)G(A, e, T)(y) . (5.27)

sendo a acao efetiva redefinida. Novamente, vemos que a equacao do campo antifantasma
¢ valida na ordem considerada.

Supondo agora que a equagao do campo fantasma (4.17)) quebra na ordem A", i.e.,

or
de(x)

= Ag+A-T = Ay+m"Az) + O(R™Y) | (5.28)

onde A, corresponde a quebra cldssica e A(x) é um polinomio local de dimensao quatro

e numero fantasma —1. Sua forma mais geral é
Alz) = / 0z (Y + andY + L(A, T, i) () | (5.29)

onde os a’s sao parametros adimensionais arbitrérioﬂ e L é um polinomio local depen-
dendo do campo A e fontes J. Note que o campo antifantasma nao pode entrar em L,
uma vez que sua contribuicao no nivel quantico ja foi absorvida em I'. Assim, é trivial

ver que

J

Ale) = de(x)

/ d'y c(y) (@Y + asgY + LA, Toau)(w) . (5.30)

25 Os parametros a;;2 (com i = 1,2,...) indicando um diferente parametro para cada diferente com-
binacao entre as fontes e o campo de calibre.
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e
o .
) Ay + OB | (5.31)
com
P o= P / d'y c(y) (Y0 + asBY + LA, T, ais2) () - (5.32)

Mostramos que a equacao do campo fantasma é satisfeita na ordem A™. A prova em todas
as ordens segue trivialmente por inducao. A prova que a simetria rigida é satisfeita na
ordem A" segue por supor um funcional geral respeitando os critérios de contagem de

poténcias, escalar de Lorentz e escalar no espacgo espinorial com numero fantasma zero.

5.3 Operador de Slavnov-Taylor anémalo

Uma das importantes questoes em teoria de campos perturbativa é se as simetrias
da teoria classica podem ser implementadas no nivel quantico, i.e., se existem anomalias
na teoria. Na se¢ao anterior mostramos que as identidades de Ward apresentadas nas
Eqgs. - nao sao anomalas no nivel quantico. De fato, essas simetrias permitem
eliminar muitos parametros de renormalizacao da teoria. Resta-nos checar se o operador
de Slavnov-Taylor é anomalo no nivel quantico. De fato, essa é a identidade de Ward mais
importante que temos. A fim de fazer isso, podemos supor que o operador de Slavnov-

Taylor quebra na ordem A™ em teoria de perturbagoes, i.e,
ST = mAY 4 Oom | (5.33)

onde AM é um polinémio local integrado dependendo dos campos e fontes, de nimero
fantasma um e dimensao limitada por quatro. Aplicando o operador de Slavnov-Taylor
linearizado Sr na equacao (5.33) e usando a identidade ([5.10)), encontra-se

SrAM = 0. (5.34)

A Eq. ¢ a condicao de consisténcia de Wess-Zumino para a anomalia. Resolver a
Eq. ¢ um problema de cohomologia no espago dos polindmios nos campos locais
integrados de nimero fantasma um e dimensao limitada por quatro. Se a cohomologia
de Sr é vazia, dizemos que o modelo é livre de anomalias e o operador de Slavnov-Taylor

pode ser implementado no nivel quantico. Por outro lado, se a cohomologia de Sr nao for
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vazia, ou seja,
AD = A+ SAO (5.35)

onde A # SrA com A sendo um polinomio nos campos local e » um parametro arbitrario,
temos uma anomalia. Assim, o operador de Slavnov-Taylor s6 pode ser implementado
até a ordem A"~ em teoria de perturbacoes. Neste caso somente a parte trivial pode ser
reabsorvida pela redefinicao da acao efetiva. E importante mencionar que o parametro
r ¢ uma fun¢ao da constante de acoplamento e nao pode ser determinado a partir de
métodos algébricos; é necessario um céalculo explicito dos diagramas de Feynman para
determind-lo. Contudo, os métodos algébricos podem determinar a forma do funcional A
somente através do estudo da condicao de consisténcia para a anomalia e independente
do esquema de renormalizagao utilizado, como veremos.

Além da restricao imposta pela condicao de consisténcia de Wess-Zumino ,
a algebra apresentada na Eq. ird impor mais restricoes sobre a anomalia — por
hora consideremos uma quebra somente na ordem A. De fato, a anomalia A ainda deve

obdecer as seguintes restrigoes

SAD
ob
SAM)
=0
dc ’
SAM)
d* -
/ T 5o 0,
W, AY = 0. (5.36)
A solucao mais geral para a Eq. (5.36)) é
AD = / d*z O"cA, (5.37)

onde A4, ¢ um funcional local de dimensao trés dependendo dos campos fundamentais —
exceto b e ¢ — e fontes externas — com excecao das fontes A\* e J*“, que pertencem
ao setor trivial da cohomologia. E importante notar que o operador de Slavnov-Taylor é
apenas a forma funcional do operador de BRST@ s. Assim, ele nao muda o contetido
discreto (comportamento sob CPT) da teoria quando atua no funcional I" — lembrando
que esta acao preserva CPT. Além disso, os acoplamentos permitidos no funcional A

seguem os mesmos critérios da acao classica. Isto nao significa eliminar possiveis anomalias

26 Embora dizemos que o operador de Slavnov-Taylor seja a forma funcional do operador de BRST, ambos
operadores s6 coincidem quando atuam sobre funcionais dependentes dos campos A, e c.
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de calibre por impor simetria discreta, mas que a teoria seleciona os acoplamentos de
acordo com os operadores compostos e fontes. Isso, na verdade, significa distinguir os
acoplamentos entre diferentes fontes e diferentes operadores.

Existem duas situacoes em que é possivel eliminar anomalias de calibre, mas dis-
tintas: (7) suponha que o funcional A satisfaz a condi¢do de consisténcia de Wess-Zumino
e nao pertence ao setor trivial da cohomologia, enquanto o parametro r, a principio, é
nao-nulo. Neste caso, se as contribuicoes para A vém de diferentes férmions em diferentes
representagdes, tal parametro é escrito como r = Y77 7;, onde n; é o nimero de férmions
em uma dada familia. Caso tal soma forneca r = 0, diz-se que a anomalia, embora nao-
trivial, pode ser eliminada. Ainda, desde que o parametro efetivo da anomalia é nulo a
1-lago, um teorema de nao-renormalizacao tipo Adler-Bardeen [I89] para a anomalia é
necessario a fim de estabelecer o comportamento do parametro r sob correcoes quanticas,
i.e., se, de fato, r serd nulo em todas as ordens; (i7) suponha agora que o funcional A per-
tence ao setor trivial da cohomologia, ou seja, A = SrA. Nesta situagao a anomalia pode
ser eliminada pela introdugao do contratermo nao invariante —A A agao classica. Aqui,
contudo, um teorema de nao renormalizacao nao ¢ necessario. Embora inequivalentes,
em ambas as situagoes — (¢) e (i) — a anomalia A é permitida, embora possa ser elimi-
nada. Mas, em todo caso, funcionais que pertencem a condicao (7i) néo sdo canditados a
anomalias, ao contrario de (7).

Vejamos na sequéncia as possiveis contribuigoes para a anomalia de calibre, respei-
tando os critérios acima mencionados e as condi¢oes mostradas nas Eqgs. e .

Inicialmente, temos

AW = / d'z (11D a0 CA D A% + 13D o O A" D A7 4 13 DO, D A7, AV +

+ r4D’8°‘e,3au,,8t,cA“8"A” + T5D6a€5aw,8MCAUaVAU + TGD’BO‘EBQW&CA’@”A”—I—

+ 177D gy Oy CAT O AV - rgD’\Me,\,,pU@pcA"a’”A” + 19 D™ €7, 0 cAY 0, AP+

+ 110" A AQAY + 110" AL A AY + 115CM 0, Ay AL A%+

+ 113C" 0, c A AGAY +11aCH A A A% O + r15C"“’8uc@fy,,w + 7‘16D“”8uc@fy5fy,,w+
+ T17E“8uc@¢ + rlgF“ﬁucE%l/) + TlgGaﬁ“aucﬂaalgw + rggeumga“cB”aaA5+

+ rog0*cA,ALAY + 7"223”0@%1# + rggﬁ“cﬁ”FW) ) (5.38)

Desde que Agl) deve satisfazer a condi¢ao de consisténcia (5.34)), obtemos relagdes entre
alguns parametros:

T11 14
TN=Ty, T3=T4, T5=T¢, Tg=19=0, 7’10:—27 7”12:7"13:—2- (5‘39)
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Assim, a Eq. (5.38) torna-se
AV =1y [ ([0 D", ewpe = ("D, epaye] 70047+

1

+ 3 (Daueal,pg — D% €uape + Do‘peww — Dagem,pa) cOM A OP A+

+ Dapemw,cA“ﬁpaaA”} +

— /d4x {7"3 [((WDBO‘)GMWCAG(?"A" + (aUDBa)egaWcA“&,A”} +

+ 75 [(8“Dﬁ°‘)65awcA08”A" + (3"Dﬁa)65awcA“8”Ag} + T7(80D5a)egauucA08“A”+
1

+ EDBQ [r7(€,8auu77pa + Gﬁapan/w) + (Tg - TB)(eﬁauaan + 6,801,01/770#)] CaMAVapAU—i_

+ D’BQE/gaW,C [rgA“82A” + r5s A*0"0, A7 + (r3 + ry)Aga"a"A”} } +

+ /d4x [7"10 (8“CAMAQA°‘ + 28"CAM%_10AO‘) + 112 (C*"0ycAy Ay A%+

+ C"9,cA, Ay A” + 20" A, A, A*yc) + 115CH 0, cthy b + 116 D O, cty57y, 0+

+ r17E“8McE@/) + rlgFuaucE%w + rlgG“ﬁ“ﬁucﬂaaﬁw + rggewaga“cB”Go‘Aﬁ%—

+ 1O CA AT A% + a0 ey b + 1030" 0 Fy| (5.40)

Contudo, é possivel mostrar que A = S A0 ond

A — 121 @2 (D* eavpr — D* €uaps) APAYDPA +

- / d*z D €gop (rgA“Aaﬁ"A” + s AFALQY AT + %AQA(’@“A”) +

- / 'z [ri0A" A, Aa A% + 1190 A Ay Aa A% + 115C" A by + rie DM A bys b+

+ 7“17E“A;@¢ + TlsF“A;ﬂ%?ﬂ + T19Ga5“ApE0aﬁ¢ + 7“20€WaﬂBVA“aaAB+
+ %AMA“AQA“ +r22A%W¢] . (5.41)

Assim, A pertence ao setor trivial da cohomologia, ndo contribuindo para a anomalia.
Desde que este termo pertence ao setor trivial da cohomologia, ele é um termo ambiguo,
ele pode ser compensado pela introducao de um sutil contratermo nao-invariante —AO
a acao efetiva. Note, da Eq. , que o operador composto cO*AYF,,, que acopla-se &
fonte D, tem as mesmas simetrias discretas que o operador composto @75%DH¢. Por
essa razao a fonte C'*¥ nao pode se acoplar a ele. Do contrario as fontes C** e D" seriam

indistinguiveis no nivel quantico, o que nao faria sentido.

27T Uma vez que estamos assumindo aqui que a identidade de Slavnov-Taylor quebra na ordem h, o

operador linearizado de Slavnov-Taylor esta relacionado a agdo classica, i.e., Sp — Sy, com I' =
Y+ O(h).
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5.4 Discussao

A solugao da cohomologia do operador de Slavnov-Taylor no espago dos polindomios
nos campos locais integrados de dimensao quatro e nimero fantasma um é vazia na ordem
considerada, i.e., A = 0. Assim, as solucdes existentes pertencem ao setor trivial da
cohomologia e nao é necessario um teorema de nao renormalizagao. Desde que o método
empregado é recursivo, concluimos que a EDQ com violacao da simetria de Lorentz é livre
de anomalias de calibre em todas as ordens em teoria de perturbagcoes.

Além disso, como analisado no capitulo anterior, essa mesma teoria é estavel no
nivel quantico. Concluimos, entao, que essa teoria é de fato renormalizavel em todas as
ordens em teoria de perturbacoes.

Uma questao muito sutil a respeito das fontes externas pode levar a duas objecoes
extremamente opostas: a nao restauracao da simetria de Lorentz ou que os resultados
obtidos sao validos somente para a teoria mais completa, sem violacdo da simetria de
Lorentz, e, portanto, a andlise aqui realizada nao se aplica ao MPE minimo.

Vimos que para o estudo da estabilidade quantica e das anomalias de calibre, tra-
tamos, por exemplo, o campo de fundo v* como uma fonte externa B*(z). A primeira
objecao especula que essa “renomeacao’nao restaura a simetria de Lorentz; os acopla-
mentos ainda sao os mesmos (com excegao do termo tipo Chern-Simons) da agao (3.1),
nao havendo restauragao da simetria Lorentz de fato. Mas isso é um engano, desde que a
fonte B*(x) é assumida ser geral — fungao suave de suporte compacto, como a fonte J —
nada impede que ela também sofra transformacoes de Lorentz (incluindo transformagoes
discretas), pois nao ha mais campo de fundo para distinguirmos transformagoes de Lo-
rentz de observador e de particula. O ponto oposto é que esse procedimento é somente
um truque matematico, pois no estagio em que as simetrias estao restauradas a teoria
nao corresponde a teoria fisica, e, portanto, os resultados aqui obtidos sao invalidos. De
fato, esse procedimento é um truque matemaéatico no intuito de restaurar a simetria de
Lorentz. Contudo, todos os acoplamentos da teoria inicial sao preservados, o limite fisico
das fontes nao destréi nenhum acoplamento da teoria de partida. Para compreender
como esse método é poderoso, note que todos os acoplamentos da acgao , de acordo
com a Tabela [6], preservam as simetrias de Lorentz, de CPT e de BRST, mas quando o
limite fisico é tomado, todos os contratermos (agora com quebra de Lorentz e de CPT)
estao de acordo com o cédlculo a 1-lago realizado na Sec. [3.2]

Outro ponto interessante pode ser notado se tomarmos o limite fisico das fontes
externas no termo para a anomalia de calibre (5.40)) — considerando somente os

termos que dependem do campo de fundo d"* — e diferenciarmos em relacao ao campo
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Figura 9 - Tri-vértice do féton na EDQ estendida.

fantasma, tal que|

1
WP = 1y {5 (4 avpo — A pape + A% Epn — A° Eupa) D AV A7+
b rau AR AY] +
1 a v o
- {§dﬁ [r7(€ﬁauvnp0 + Eﬁapﬁnwf) + (TS - T5)(€Baua77pu + Gﬁapunau)] OMAYOP A%+

+ AP oy [P APOPAY 4 15 ARDY D, A% + (rs + 17) Ag 070" AV} (5.43)

Se fixarmos os parametros ry, 73, 5 € 7 COMO

ie3 ie?
obtemos
i€3 o a a o U AV QP AC
WE = —o [(d* €avpe — A% €uaps + A% € pwac — Ay €uvpa) O* AV OP A7+
— A" (€papTlpo + €BapoTluw — €BapoTlov — EpapTlon) O AP A7] +
. 3
€ a o AV
- 187r2d pEWWAM(?pa A"+
. 3
— 3266 2d'8a65auy (AH82AV - AHaVaJAJ - AaaUaMAV) ) (545)
T

que coincide com o resultado para a anomalia de calibre obtido na Ref. [I83], Eq. 25 (com
o parametro § = —1/3 fixado), através de cédlculos explicitos dos diagramas do tri-vértice
do féton na EDQ estendida (ver Fig. [9] + permutagdes).

Através da andlise das propriedades da fonte K,,qs sob simetrias discretas, con-

cluimos que essa fonte nao pode contribuir para a anomalia. De fato, é impossivel encon-

28 O operador W é obtido através da diferenciacdo do operador de Slavnov-Taylor com respeito ao campo
fantasma e tem a forma
0 —

0 0
W = 8“@ + Z@?ﬁ@ — ze@w . (542)
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trar um operador composto que se acople a fonte K,,.3 que preserve CPT e a identidade
de Wess-Zumino. Por argumentos graficos vemos que o campo de fundo k.3 nao pode
contribuir para a anomalia, pois ele é inserido numa linha do féton, que nao é o caso do
tri-vértice do féton mostrado na Fig. [0} onde as linhas internas sdo somente fermionicas.
Embora a fonte K,z sofra mistura com a fonte C*#, a tnica contribuicao daquela fonte
pertenceria necessariamente ao setor trivial da cohomologia, uma vez que C** s6 contribui
para o setor trivial da cohomologia.

Um ponto que merece mais esclarecimento é a geracao do termo tipo Chern-Simons.
A partir da Eq. vemos que o fato do termo tipo Chern-Simons pertencer ao setor
trivial da cohomologia do operador de Slavnov-Taylor no espaco dos polinémios locais
integrados de dimensao limitada por quatro e nimero fantasma um, implica que o dado
termo é ambiguo no setor dos polinomios de niimero fantasma zero. Isto significa que,
sob o ponto de vista de célculos dos diagramas de Feynman, ele pode ser eliminado por
uma escolha sutil do esquema de renormalizagao. Contudo, convém notar que, no espago
dos polinomios de nimero fantasma zero, esse termo nao é permitido.

Nota-se, também, dos resultados acima, que as fontes externas usadas para contro-
lar a quebra da simetria de Lorentz s6 contribuem — quando permitidas por propriedades
discretas — para o setor trivial da cohomologia no espago dos funcionais de nimero fan-
tasma um. De fato, ¢ um resultado geral que a dependéncia da anomalia de calibre nas
fontes externas é sempre trivial [192) 193].

Uma pergunta que poderia ficar implicita seria: onde se encaixa a anomalia de
Adler-Bardeen-Bell-Jackiw, uma vez que a EDQ estendida apresenta varios acoplamentos
semelhantes a acoplamentos presentes em teorias quirais? De fato, poder-se-ia ingenua-

mente tomar a identidade (5.37)) e propor uma possivel anomalia de calibre

A = / d*T €4,050" AV 0" AP

_ _2 / A"z €0pc PP FP (5.46)

que deveras nao pertence ao setor trivial da cohomologia. Contudo, através da Tabela [7]
nota-se que esse termo, embora CPT invariante, nao é C invariante, nao sendo compativel
com as simetrias discretas do operador de Slavnov-Taylor linearizado, e, portanto, nao
pode contribuir para a anomalia. Note, entao, que isso nao significa eliminar anomalia —
como discutido anteriormente — mas que essa anomalia é proibida por simetrias discretas.
Poder-se-ia objetar, pois estamos analisando uma teoria que viola C e que, portanto,
essa anomalia é de fato permitida. Vale lembrar que nesse estagio as simetrias discretas

estao restauradas separadamente. Para entendermos isso melhor, suponhamos a seguinte
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lagrangiana de um campo de calibre interagindo com um tnico férmion quiral, 7.e.,
Yoquiral = —i /d4x FME,, + /d4x iy (0, +ieA Uy (5.47)
onde

Y = s (1+9)0. (5.48)

N =

Da Tabela [7] vemos que o acoplamento acima viola C. Sendo, assim, impossivel, através
das fontes de Symanzik, tornar esse acoplamento, como fizemos, e.g., para o acoplamento
a“@’yuw, C invariante. De fato, o campo A, j& tem suas simetrias discretas bem estabe-
lecidas a partir da eletrodinamica usual. Assim a acao quiral poderia contribuir
com uma anomalialﬂ do tipo (5.46)), que nao é nosso caso. Por outro lado, o campo de
fundo a* pode ser tratado como uma fonte externa e, assim, o acoplamento a“@wz/z pode
ser feito C invariante (e também CPT invariante), como em . Chamando a atencao
novamente, embora tenhamos aqui um campo acoplado a corrente quiral, i.e., B*, nao
héa a possibilidade de anomalia de calibre, uma vez que tal campo é somente um campo
externo, e nao um campo de calibre.

Na EDQ usual o teorema de Furry proibe uma contribuicao vinda da funcao Green
de 3 pontos (0|7 J*J”J*|0) (ver grifico e, Fig. [f]). Além disso, uma 4-divergéncia sobre
qualquer uma das respectivas correntes ainda indicaria que a identidade de Slavnov-Taylor
é preservada na EDQ usual. Na EDQ estendida, contudo, o teorema de Furry usual nao
pode ser aplicado, uma vez que a simetria por C é violada. Contudo, na EDQ estendida
o teorema de Furry é generalizado [I10]. Interessante que a andlise das anomalias de
calibre na fase em que todas as simetrias discretas estao restauradas nao invalida em
nada o método. De fato, na fase em que a teoria apresenta quebra da simetria de Lorentz,
através da andlise do teorema de Furry generalizado, propriedades do trago das matrizes-
v, propriedades das integrais de Feynman etc., nota-se que o unico termo de violacao de
Lorentz que poderia contribuir para a anomalia de calibre a 1-lago é ¢"* [110], 183]. Aqui,
através do método de Symanzik, vimos que esse termo pode contribuir para a anomalia;

contudo, sua contribuigao é trivial.

29 Isso significa que a EDQ com um tnico férmion quiral seria nao-renormalizavel e ndo-unitéria.
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6 RENORMALIZABILIDADE DA TEORIA DE YANG-MILLS COM
VIOLACAO DA SIMETRIA DE LORENTZ

Neste capitulo, como um passo além da EDQ estendida, estudaremos a renorma-
lizabilidade em todas as ordens em teoria de perturbacoes da teoria de Yang-Mills pura
com violacao da simetria de Lorentz. Com a experiéncia adquirida em capitulos anterio-
res, usaremos o mesmo formalismo empregado no estudo da renormalizabilidade da EDQ
estendida. Contudo, algumas sutilezas aparecem na teoria nao-abeliana. Toda a anélise
serd realizada no calibre de Landau. Por questao de conveniéncia, trabalharemos aqui em

um espago euclidiano. Publicamos essa andlise na Ref. [169)].

6.1 Teoria de Yang-Mills com violagao da simetria de Lorentz

Consideraremos aqui uma teoria de Yang-Mills pura para o grupo de simetria
SU(N) com violagao da simetria de Lorentz, seguindo os requerimentos do MPE minimo.
Os campos de calibre sao valorados na dlgebra A, = AT, onde T sao os geradores da
algebra de SU(N). Eles sao escolhidos a ser anti-hermitianos e tém trago nulo. A algebra
de Lie tipica é dada por [T%, T%] = f®°T*, onde f®¢ sdo as constantes de estrutura antis-
simétricas. Os indices latinos correm como {a,b,c,...} € {1,2,...,N? —1}. Ainda, as

constantes de estrutura obedecem a identidade de Jacobi:
fabdfdce + fcadfdbe + fbcdfdae = 0. (61)

O modelo ¢ descrito pela seguinte acad®J117]

Symve = Zym+Zvip+Evir, (6.2)
onde
— 1 4 a a
Sy — Z d*x FHVFHV (63)

¢ a acdo classica de Yang-Mills — um invariante no espago interno (de calibre) e no

espago euclidiano. O tensor intensidade de campo ¢ definido como F, = 9,47 — 0, A +

30 Nao é esperado confusdo com o caso abeliano.
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g f“bCAZAi. O setor de violacao de Lorentz de CPT-par é

1

Evip = Z/d% Kapu FagF Ly, (6.4)

e o setor de violagao de Lorentz de CPT-impar é
= _ 4 a a 9 rabe ga b gc
By = d*T €papy | AnOa Al + §f ATALAG) (6.5)

A violacao de Lorentz é caracterizada pelos campos de fundo v, com dimensao de massa
1, € Kaguw, que ¢ adimensional. Esses tensores tém as mesmas propriedades de simetria

daquelas descritas na Sec. para o caso abeliano.

6.2 Quantizacao de BRST e a restauragao da simetria de Lorentz

Desde que a teoria de Yang-Mills pura com violacao da simetria de Lorentz é uma
teoria de calibre, uma fixacao de calibre, como explicado na Sec. 4.1 é requerida para
quantiza-la. Aqui, empregaremos também a quantizagao de BRST na condicao de calibre
de Landau 9, A}, = 0. Assim, além do campo do campo de calibre, também precisamos
do campo de Lautrup-Nakanishi b* e dos campos fantasmas e antifantasmas de Faddeev-

Popov, ou seja, ¢* e ¢*, respectivamente. As transformagoes de BRST dos campos sao

a ab b
sA, = —Djc”,
st = gfabccbcc ’
sc® = b,
sb* = 0, (6.6)
onde Dzb = 09, — g f“bCAZ ¢ a derivada covariante na representacao adjunta, e g é a

constante de acoplamento do campo de calibre. Quantizando primeiramente o setor de

Yang-Mills puro sem violacao de Lorentz, temos a agao com o calibre de Landau fixado
Z = Eym+ ng , (6.7)
onde

Sy = s / d*z c9, A5 = / d'z (b0, A5 + c9,D%c") (6.8)
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a acao de fixacao de calibre com o calibre de Landau imposto. O calibre de Landau

[N

[©N

escolhido pelas mesmas razoes do caso abelianoﬂ. Nao é dificil ver que a agao (/6.7

satisfaz
s=g = 0. (6.9)

Para estender a quantizacao de BRST para o setor de violagao da simetria de Lorentz,
procederemos da mesma forma como na Sec. [£.1], ou seja, substituiremos cada campo de
fundo como uma fonte externa e, possivelmente, sua contraparte de BRST. Contudo, o
caso nao-abeliano é um pouco mais sutil que o caso abeliano. Por exemplo, vamos tomar
o termo tipo Chern-Simons: para garantir a renormalizabilidade do modelo precisamos de
dois dubletos de BRST, um acoplado ao termo bilinear e outro ao termo trilinear no campo
de calibre — ambos de dimensao trés. Ambos os termos tém de ser tratados separadamente
pois eles sao operadores compostos independentes (no caso abeliano o termo tipo Chern-
Simons tem somente um operador composto), veja abaixo. (Note que esse operador
composto € diferente dos operadores compostos do setor fermionico de violagao de Lorentz
na EDQ estendida. De fato, neste caso todos os operadores compostos deste setor sao
invariantes de calibre e nao faz sentido decompdé-los em duas partes distintas como naquele
caso do operador composto de Chern-Simons, que nao é invariante de calibre.) O conjunto

de fontes é caracterizado por

SRapur = 0,
5)\;”/04 = J,u,uoz )
sJa = 0,
SNwa = Tuwa
STwa = 0. (6.10)

31 No entanto, a renormalizabilidade da teoria de Yang-Mills com violacdo de Lorentz poderia também ser
analisada em outros calibres renormalizaveis, e.g., os calibres lineares covariantes &, o calibre abeliano
maximal, e o calibre de Curci-Ferrari. Todos eles sao muito importantes no estudo do setor nao-
perturbativo da CDQ. Contudo, nos dois 1ltimos casos, eles consistem em calibres nao-lineares, um
fato que demanda a introducao de um termo de interagao quartico entre os campos fantasmas para
a renormalizabilidade, e gera uma grande quantidade extra de contratermmos, tornando a andlise
completa muito menos interessante e muito mais técnica. Os calibres lineares covariantes poderiam ser
facilmente implementados, embora termos extras dependendo do parametro de calibre apareceriam.
Contudo, como mencionado acima, o calibre de Landau é um ponto fixo natural dos calibres lineares
covariantes, fazendo-os equivalentes em algum nivel.
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Tabela 4 - Ntimeros quanticos das fontes.

fontes Q L A

J nm T K
Dimensao UV 3 4 1 1 1 1 0
Numero fantasma -1 -2 -1 0 —-1 0 0
Eventualmente, essas fontes atingirao os seguintes valores fisicos
J/.u/a |fz's = Tuwa |fis = VB€Buva
/\,u,l/oc |fis = Nwa |fis =20 )
Raﬁ;u/ |fis = RaBuv - (611)
Assim, substituiremos as acdes (6.4) e (6.5) poif
- 1 d4 = a a
oLp — 4_1 (L’liaﬁ'uVFaﬂij7
— a a g aoc a (&
S, — s / diz <)\MWAM6VAQ + D™ AMA’;Aa>
4 a a g abc fa Ab Ac a a
_ / dz [JWQAM&,AQ S ALALAL 4 N0, 0, At
+ 9(a — Nwa) fOAL A D] (6.12)

respectivamente. A acao corresponde a imersao do setor de violacao de Lorentz da
teoria de Yang-Mills pura com violagao da simetria de Lorentz em uma teoria sem quebra.
Os numeros quanticos das fontes auxiliares seguem os niimeros quanticos dos campos de
fundo, como disposto na Tabela [4]

Para tratar a questao da renormalizabilidade do modelo, precisamos de um tltimo
conjunto de fontes externas invariantes de BRST, ou seja, 2 e L, a fim de controlar as

transformacoes de BRST nao-lineares dos campos originais,
Begt = /d4x (QZSAZ + L‘lsca)
— / d's (~ D + S L) (6.13)

Ainda, a partir da andlise de contagem de poténcias e a partir da simetria de BRST,

termos extras bilineares no campo de calibre — agao de operadores compostos locais —

32 Desde que a quebra de Lorentz foi controlada pelas fontes externas, renomeamos as acoes originais sem
o “V” de violagao.
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acoplados as fontes auxiliares, sao permitidos ser adicionados a acao, ou seja,

— 1 a pa
ZoCcL = S / d'z {(al)‘uua‘]lwa + a’2>‘}wa7_lwa + a377uuajuua + CV477um7uua) §A5 5+
+ (ﬁl )\,u,aﬁ Jua,@ + 52)\/10437—1/01,8 + ﬁSU,uaﬁ Jl/aﬁ + B4nuaﬁ7-uaﬁ) AZAZ—{'
_ 1 a pa
+ RaBuv (71 >\a,8pl];u/p + 72)\04,8/)7—;11/;) + ’7377a,3p<];wp + 747704,6’p7—w/p) §AO'AO'+

+ Raﬁul/ (Xl)\b’pal]ypa + X2>\Bpa7—l/pa + XSnﬂpaJVpa + X477,Bp0'7—1/pa) AZAZ+
+ Efapaé (Ql)\up(it],uao' + QQ)\upéTuaa' + 03Muvps Tpao + Q4771/p67-,ua0'> AZAg}

1 a
= /d4$ {(al J,uz/ozt],uya + aQJyuaTyua + 0537-;1,1/&J,uua + 0547—#1/047—#1/&) §Aaﬁ 5+
+ (ﬁl Jp,aBJVa,B + 62Jua67_ua6 + /63Tua6<]l/ocﬂ + 547—#&67—11045) AZAZ—’_

_ 1 a fga
+ Rapur (M1dappdwp + V2 dapoTuvp + V3Tagowp + VaTappTuvp) §AUAO'+

+ Kapur (X198p0Jvpe + X2d5paTupo + X3Tpo Jupo + XaTopoTupe) AgAp+

+ Kapos (01vps Juac + 02vps Juac + 03Tvps Juac + 0aTvps Juac) AL AL+

+ (1 e pva + 2N waTuva + Nwaduwa + CalpwaTuwa) AjOsc+

+ (B1Auasdvas + BoApasTvas + BsMuapdvap + BanuapTvap) (AL 0y + 0,c A7)+

+ Fapur (M Aappduvp + Y2 XappTuve + V3Naspuwp + VaNappTuvp) AgOsc’+

+ Ragur (X1A8p0Jupo + X2A8p0Tvpe + X3M8po Jupe + XaTBpoTupe) (AaOuc” + Oac® Ay )+

+ Fapos (01 \vpsSuac + 02M0psTuao + 03Mwps Jyas + 04MupsTuaa) (ASOLC" + 0" ALY}
(6.14)

Claramente, um termo desse tipo nao surge no modelo abeliano. Esta propriedade é devido
ao fato de que a equacgao do campo fantasma é uma equacao nao-integrada, fazendo-a mais
forte que sua versao nao-abeliana (discutiremos essa questao depois de definirmos a agao
fisica (6.17)). Como no caso abeliano, uma agao de vécuo, i.e., um termo que depende

somente das fontes externas, é também permitida, tal que

EV =S / d4.T [Cl)\yuaj,uﬁ'yt]uﬂnt]fyna + CQ)\uuaJy,ijuﬁnT’yna + C3>\,LL1/CMJ}L5’)/TVIBI€J’)/HO(+

+ CuAwad sy TuprTyra + A\ waTusy JvsrJyra + C6A\uwaTusy Jvsr Tyra+

+ G AuwaTupy TuprIyra T GAuwaTupy TuprTyra + CoMluva Sy JuprJyrat

+ CroMuvadusyJvsrTyra + CitMpwvadusy TvgrJyra + CraNuwa Jusy Tvsr Tyrat

+ Ci3NuvaTupyJveIyca + ClafuwaTusyJvBrTyra + C15MuwaTusyTvr Jyra+

+ C16MuwaTupy TvpnTyra + Ruvap (D1 upwdvpo Jaws Jpos + 2\ upwIvpo JawsTpos+
+ Vs ppwJvpoTaws Jeos + VappwJvpoTaws Taos + Vs N upwTvpo Jaws Jpos+

+ 196 )\MprVpU Jaw57—606 + 197 )\uprupUTaw(; J,BJ(S + 7~98 )\upw TupaTawﬁTﬁoé+
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+ 79977;pr Jypcﬂ]aw6 JBJ(S + 191077;4)0) Jypa(]awéTBaé + ﬁllnppw JupaTaw6JﬁU5+
+ ﬁlZnupw Jl/poTawéTﬂaé + 191377p,pw7-1/p0<]aw5(],805 + 191477,upw7—l/pa Jaw57ﬂ05+

+ 191577upw7—upa7—aw6t]ﬁa(5 + ﬁlﬁnuprupoTawéTﬁaé)]
= /d4[)’} [Clj,u,uajuﬂwju,@m]'yna + C2Juua=]u67]u,8n7-'yma + §3Juua(]uﬂv7—uﬁm]7ﬁa+

+ CGduwaduyToprTyra + CsJuvaTusyJupndyna + C6JpvaTupyJuprTyrat

+ CrduwaTusy TvsrIyra + C8JuvaTusy Tve Tyra + CoTuwa Jusy Jvsr Jyrat

+ CoTuvad sy JveTyra + CuiTuva JusyTvpr Jyra + CroTuwadusy Tosk Tyrat+

+ C3TuwaTusy JusrIyma + CraTuwaTupyJvpnTysa + CisTuva Tupy TvprJyraT

+ C16TwaTupyTvprTma + Ruvas (D1 upwJvpe Jaws Jos + V2 upwdupe Jaws Toos+
+ ﬁgJupwJ,,pUTaw(;Jng + 194J#pw¢]1,pg7'aw57'/305 + 195JMpr,,pUJaw5Jgg§+

+ V6 ppwTvpo JawsTaos + V7 upwTopo Taws Jpos + Vs pupwTupo Taws Taos+

+ VoTpupwdvpo Jaws Ios + V10Tupwvpo Jaws Toos + V11 Tupw v po Taws Jgos+

+ V12Tpupwvpo Taws TBos + V13T upw Tvpo Jaws J8os + V14T upwTvpo Jaws Taos+

+ ﬂlBTuprVpaTaw(SJﬁaé + ﬁlGTuprupUTaW(FTﬁU(S)] . (615)

No entanto, essa acao é maior que acao abeliana devido ao termo das fontes auxiliares e
seus nimeros quanticos (ver Tabela . Os parametros adimensionais «;, B, Vi, Xi, i
comi={l,...,4}e(jev;comj={1,...,16} sdo requeridos a fim de absorver possiveis
divergéncias do vacuo. Esse termo extra é inevitavel devido ao nimero quantico das fontes
e das simetrias da agdo completa (ver Sec. . Além disso, alguns termos extras que
aparecem nas agoes e , como veremos, sempre sobrevivem no limite fisico das
fontes. Assim, o vacuo do modelo é diretamente afetado. Assim como no caso abeliano,
todas as poténcias infinitas na fonte adimensional podem ser rearranjadas e redefinidas

como o0s mesmos termos originais. A agao completa é, entao,

[1]

= Zo+ZLp+ ELr + Zeat + Zocr + Ev - (6.16)

Nos valores fisicos das fontes (6.11]), a acdo (6.16) se reduz a

- 1 a ra 1 a ra a a 9 rabe ga c
Zfis = _/d4xF/LVFuV + _/d4$/€a/8MVFOéﬁFMV + /d4l'v,36,6’,uz/a <AM8VAQ —+ gf b AMAI;Aa> +

4 4

+ /d4x (b"0, A5 + EaﬁﬂDzbcb) + /d4x {((Ba+26)v* = 2(7 + 0)Kaopsvavy,) AfAL+

- 2 (ﬁU“UV =+ (X - Q)Hauﬁyvavﬁ - (X - Q)Huauavz - 2Q/€pauavpvu) AZAz + 6<U4+

2
—  2UKauoplalo¥ } ,

(6.17)
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onde
4 4 4 4
o = Zaz‘, B = Zﬁz‘; X = ZXi: T = Z%’,
zzl zlgl 21:61 i=1
o= > o, (=G, V=1, (6.18)
i=1 j=1 j=1

a partir do qual é evidente que o vacuo é modificado. Ainda, um termo tipo Proca
é também gerado, assim como um termo quadratico no campo de calibre com indices
mistos. Esses dois termos quadraticos irao alterar o propagador do campo de calibre
no nivel arvore de uma forma mais dréastica que os modelos de Yang-Mills com violagao
de Lorentz usuais. E importante mencionar aqui que, ao contrario do caso abeliano, o
conteudo fisico do campo de calibre mudara drasticamente quando o limite fisico das fontes
é tomado. A tnica similaridade com o caso abeliano é o surgimento de um termo de vacuo.
Mais especificamente, por deformar a teoria em uma teoria mais geral e contraindo-a de
volta, a teoria retorna com termos extras (termos de massa) que nao estavam presentes
antes. Interpretamos isso como um tipo de geragdo de massa (parametro). Entdo, as
equagoes de campo sao na verdade alteradas. O segundo ponto é que o termo de pura
fonte, =y, também gera termos extras no limite fisico. Esses termos sao constantes e nao
tém dependéncia nos campos quanticos. Eles sao termos de puro vécuo, i.e., eles nao
afetam as equacoes de campo, mas afetam o vacuo da teoria.

E importante enfatizar uma vez mais o fato que os termos de massa nao neces-
sariamente definem uma massa per se. Referimo-nos a esses termos como “termos de
massa’ somente porque eles aparecem como tipicos termos de teoria massiva. Contudo,
para determinar se esses termos de massa sao realmente polos fisicos do modelo, é ne-
cessario um estudo detalhado — a ser realizado no Cap. [} Estritamente falando, aqueles
termos sao relacionados a parametros de massa e nao a atuais massas do espectro fisico.
Em outras palavras, se esses termos de massa correspondem, ou nao, a propagacao de
modos massivos fisicos, i.e., se eles nao sao taquions nem fantasmas. Em CDQ é bastante
tipico o surgimento de uma abundancia de parametros de massa, contudo, eles nao neces-
sariamente descrevem polos fisicos do propagador do campo do glion, veja, por exemplo,
[165] [168].



109

6.3 Renormalizabilidade

6.3.1 Identidades de Ward

A fim de provar a renormalizabilidade do modelo, iniciamos dispondo o conjunto

completo de identidades de Ward que a agao (6.16|) satisfaz.

e Identidade de Slavnov-Taylor

0= 0= 0= 0= = 0= 0=
S(E) = /d4x (59,‘1 54z + 5Ie 50 —f—baﬁ + Jﬂmm +Tuyam) =0.
(6.19)
e Fixacao de calibre e equacao dos campos antifantasmas
T
;%Ea + au% = 0. (6.20)
e Equacao dos campos fantasmas
= = Ay, (6.21)
com
G* = /d4x (5% +gfab0#%) : (6.22)
e
@ = / d'z gf* (WA — L) . (6.23)

Nas Egs. (6.20)) e (6.21)) — como em (4.16]) e (4.17) — os termos de quebra sao lineares nos

campos. Assim, eles permanecerao no nivel classico [52].

6.3.2 Contratermo mais geral

Para obtermos o contratermo mais geral possivel que pode ser adicionado a acao
classica = a qualquer ordem em teoria de perturbacoes, procedemos da mesma maneira
que na Sec. [4.2 i.e., precisamos encontrar o mais geral polinémio local integrado =

com dimensao limitada por quatro e nimero fantasma zero. Como usual, impomos as
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identidades de Ward (6.19)-(6.21]) & acao perturbada = + =<, E simples encontrar que o

contratermo deve obedecer as seguintes restrigoes:

Sy = 0,
Ect
=0
obe ’
) 0\ ot
(@wmﬁ)u _ 0,
Gzt = 0, (6.24)

onde Sz é o operador de Slavnov-Taylor linearizado nilpotente,

Sz = /d4x 0= 0 [ 0= 0 0= 0 L 020 4l
- 000 A% §A26Qs Lo der  derdLe T b

d J
+ JuuaT + Tuyaw) . (625)
pra pra

Utilizando os métodos usuais de renormalizagao algébrica empregados na Sec. [1.2], segue-se

que a solucao para Z¢ pode ser escrita como

1 1
Bt = 1 / d'z agF,F, + 1 / d'w arFaguw FosFl, + SsATY (6.26)

onde A=Y é o0 mais geral contratermo polinomial local com dimenséao limitada por quatro

e numero fantasma —1, dado por

1
A(_l) = /d4x {GQQZAZ + agﬁ,ﬁlAZ + CL4LaCa + a555aba + Cmgfabcéaécc‘f’
o+ (ar Mo+ 080) ALD A%+ 5 (a0Mwa + @r07na) FALAL AL
1
+ (allal)\uuajpua + a12052)\,u11a7-,uua + a1305377uuajuua + a14a477,ul/oz7—,uua> QA%A%—i_
+ (a15ﬁ1/\ya6Jva[3 + a1652/\,u,aﬁ7—uaﬁ + a17ﬂ37],ua5¢]1/a6 + a1864n,ua67—1/a6) AZA,CL;F

_ 1 a Aa
+ Rafuv (a197l )\aﬁpJ,uup + a20’}/2)\aﬁp7-,uup + a217377a,6’p=],u1/p + a227477aﬁp7—uup) §AUA0'+

+ Bapur (23X1A8p0 Jupo + 21 X2A8p0Tupo + A25X3M8p0 Jupo + Q26X4M8p0 Tuvps) Aa AL+
+ Rapos (2701 A ps Juac + 42802\ psTuao + 42903M0psTpao + @3004MwpsTpao ) ApAy+
+ a31G A\ waJusy JusrIyra + 3202 N waJ sy JurTyra + 3303 A wwa Sy Tvpr Jyrat

+ a34CaMwa sy TvprTyra + 3505 A\ uwaTusy Jusr Jyra + 3606 A\ uwaTusy Ju sk Tyra T

+ a37Cr A\ waTuByTuk Jyra + A38C8 A pwaTusy Tv s Tyra + @39CoMuwad sy Jv s Jyra+

+ a40C10Muwad By Juvpr Tyra + @41C11Muvad sy Tvr Jyra + @a2C12Muwad sy Togr Tyra+

+ 43C13NuwaTusy Jvsr Iyra + 04aC1aMuva Tusy JvarTyra + 045815 uwa Tusy Tk Jyrat

+ a46<16nuua7—pﬁ'y7—zx6n7—'yma + R,uzzaﬁ (a47191/\p,pw=]upa=]aw5&],806 + a48792)\,upw<]1/pcr<]aw67—605+
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CL49193>\upw JupaTawéjﬁo(S + a50194>\upw JypaTawéTBaé + a51795)\,upw7_up0 Jawéjﬂ06+
a52196AuprupUJaw5TBa(5 + a53197)\upw7-up07—aw5<]605 + a54198/\upw7—l/pa7_aw(57_ﬁa(5 + +
a5519977upw JVpJJaw(SJﬁU(S + a56191077upw Jupa JawéT,BJ(S + a'57’l91177upw JVpUTaw5JBU6+

a58191277upw JupJTaw(sTﬂJ& + a59191377ppw7—upa Jaw5 J,BJ& + a'60191477upw7_up0<]o¢w67_ﬁ06+

+ + + + o+

a61ﬂ15nupw7-z/pa7-aw6jﬁoé + a621916n,upw7—up0'7—aw57-,30'5>} ) (627)

onde os parametros a; sao coeficientes livres. A equacao dos campos fantasmas implica
que ag4 = 0. Ainda, a partir da segunda ou terceira equagao em , segue-se que
as = a3. Ademais, a partir da segunda equacao em encontra-se que as; = ag = 0.
Entao, é possivel verificar que a forma explicita do contratermo mais geral permitido pelas
identidades de Ward é dada por

0=y m 0=Lp O0=rr
Al Al
bA “n T A u T A

ECt = CLOEYM + alELp + a9 / d4$ |: AZ + (QZ + @Lé“)@p‘l—l—

+ (1 ywadwa + 2 JuaTwa + O3Twadjwa + 0T pwaTuva) AGAG+

+ 2(81JuasJvap + B2JuapTvap + BsTuapdvas + PaTuasTuas) AL AL+

+ Rapu (MJasod e + VoJappTuwp + V3Tappduve + VaTappTuwp) AgAg+

+ 2Rasu (X1J8p0Jupe + X2JBpoTvpe + X3TBpo Jupo + XaTpoTvps) AaAj+

+ 2Rapos (01dups S oo + 02Jups Jpao + 03Tups Jpao + 04Tups Jpao) Ag AL+

+ (1A wadua + 2N waTuwa + @Nuwajwa + AallwaTuva) AGOsc+

+ (B1Auasdvas + BoAuasTuvas + BsMuapvap + BinuapTvap) (AL0uc” + 0, A7)+

+ Fapur (M1 Aaspduvp + Y2 XappTuve + V3Naspuwp + VaNappTuvp) AgOsc’+

+ Rapu (X1A8p0 Jupo + X2A8p0Tvpo + X3MBpo Jvpo + XaTgpoTups) (Aa0uc” + 8acaAZ)+
+ Fapos (01\vpsSuac + 02M0psTuao + 03Mwps Jyas + 04MupsTuaa) (ASOLC" + 0, AL)] +
+ / diz [Ju,,a (mAZ&,AZ + agg fabCA;;Af;Ag) + a7 N aBucd, A%+

+ (ay = 00)P N S P ALASD + Ty (0400, AL + arod fo A AL AG) +

+ A8Nua0uC 0, AL + (a10 — a8) g f O AL ALD, P+

+ (@111 e dva + @1200J e Twa + 1303 Twa v + 140U Ty Tyva) %A“ﬁ 5t
+ (@101 e d e + G122\ waTpwa + @1303Nuwa e + 0140 wa Tiva) Agdsc+
+ (1551 JuasJvas + 1682 JuapTvas + 01783Tuap Jvas + 18B4TuapTvas) Ay A+
+ (1551 uapJvap + 01652 10 Tvap + a1783Muap Jvas + 1881MuapTvap) (A50,C" + 0, A7)+
+ Raguw (1971 Jappduve + 02072 JappTuvp + a217¥3Tappuwp + 02274TappTip) %AgAﬁH-
+ Fapuw (01971 Aapp v + @20Y2 0o Tuvp + @2173Mapp ) jwp + Q22V4NappTuvp) Ag 0o+
+ Rapu (023X1J8p0 Jupe + @21 X2 8p0 Tups + A25X3TBpo Jupe + A26X4TBpo Tupe) AGAL+
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+ Fapur (A23X1\8p0 Jvpo + 24X2X8poTupo + 25X3M8p0 Jvpe + A26XaNBpoTupo ) (AS0,ct + 0,8 Al)+
+ Fapos (02701006 oo + 02802 J0psTpao + 02003T0psTuao + A3004Tvps Tuao ) Ay Ay+

+ Kapos (@2101 A0 ps Juao + 028020 p5Tuao + 0200370 psTrao + @300470psTrao) (A0, + 0, A7)+
+ a31C1 S uvadusy JusrIyna + 03200 uwad sy JugeTyra + @33C3 waJusyTvpr Jyrat

+ a34CsS a1y TugrTyra + @35Cs JuvaTusyJvpr Jyra + 03686 S uwaTusy Jvar Tyra+

+ a37CrwaTupy TvBrIyra + @38C8 S uwaTusy Tk Tyra + 439CoTuva Jusy Jupr Jyrat

+ a40C10Twa sy JvsrTyra + @41C11 Tuva Jusy Tusr Jyra + @42C12Tuva J sy TvBr Tyrat+

+ a43C13TwaTusy Jve Jyra + 014C1aTuwa Tusy v e Tyra + @a5C15Tuwa Tusy TvBr Jyra+

+ a46C16TpvaTuby ToprTyra + Fuvas (01791 ppwvpe Jaws Jpos + @a8V2 jpwdvpo Jaws Toos+

+ aa9V3JpwJvpoTaws Jpos + 5004 ppw Jvpo Taws Taes + 5105w Tupo Jaws Jpos+
a52U6JupwTvpo Jaws Taos + 05307 upuwTopo Taws Jgos + 54098 1w T po Taws Tos+

5509 TppwJvpo Jaws Jes + 56010 Tupw Jvpo Jaws Teos + 57011 Tppw v po Taws Jaos+

58012 Tpupw Jvpo Taws Thos + 5913 TupwTvpo Jaws Jes + @604 Tpw Tvpo Jaws TBos +

a6179157—,upw7—z/p07—aw6<]606 + a6219167—,upw7_1/p07—aw67—506)] . (628)

6.3.3 Estabilidade quantica da teoria de Yang-Mills com violacao de Lorentz

Como um exercicio usual para checar a estabilidade quantica de uma teoria — e con-
sequentemente renormalizabilidade — precisamos mostrar que o contratermo = pode ser
reabsorvido pela agao original = por meio da redefinicao dos campos, fontes e parametros

da teoria. Assim,
E[®, J, &) + 2D, €] = Z[®g, Jo, &) + O(?) (6.29)
onde os campos, fontes e parametros nao-renormalizados sao definidos por

d, = 2J°0, ®de{Abec),

Jo = Z;J, Je{l\1,nkQ L},

50 = Zgg ) g € {gaam/@wx“’yw@ugj:ﬁj} . (630)
De fato, é possivel checar que o modelo aqui estudado é estavel quanticamente e os fatores

de renormalizacao sao dispostos na sequéncia.

Primeiramente, para os fatores de renormalizacao independentes do glion e da
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constante de acoplamento, temos

7N = 1+s(@+a2) :

Zy, = 1—e=2, (6.31)

enquanto que os fatores de renormalizacao dos campos fastasmas, do campo de Lautrup-

Nakanishi, das fontes {2 e L nao sao independentes,

Z, = Z. = 7,771,
Zo = Z;MZ77,
Z, = z,'* = 2. (6.32)

Assim, a renormalizacao do setor de Yang-Mills padrao permanece inalterada.

Para o setor associado ao vetor v, i.e., o termo de quebra de CPT-impar, devido
aos numeros quanticos das fontes J,.q € Ty, hd uma mistura entre seus respectivos
operadores compostos, i.e., ALJ,Ag e g f“bCAZAZ;Ag. Assim, renormalizacao matricial é
requerida, ou seja,

onde J é uma matriz coluna das fontes que compartilham os mesmos nimeros quanticos.

A quantidade Z; é uma matriz quadrada com os associados fatores de renormalizagao.

Juva Zyy Zyr
Ji=|" e Z =77 7| = 1+4eA, (6.34)
Tuva ZTJ Z’TT

onde A é uma matriz dependente de a;. E encontrado que

21:1+5<a7_a° s ) (6.35)

Q9 G190 — Qo

Neste caso,

A mesma regra serd usada para as fontes A .4 € Mya, OU S€ja,

Auva Zw Z
j2:<“> e 22:<M *") = 1+¢A, (6.36)

nuya an Znn

onde encontramos

a a
Qg Z— 3+ ap

az _ 4o
22:1+g<2 2 07 s ) (6.37)
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Para o setor de quebra de CPT-par, o tensor k,,q3 se renormaliza através do fator
Zg = 1+4¢ (a1 — CL()) . (638)

Os fatores de renormalizacao dos parametros adimensionais sao:

as +
Za1:1+5(011—2(17+ao— 2 3CL9> ;

831
« «
Za2:1+€ alg—a7—a10+ao—(—1a8—|——4a9)>,
(67) (6%))
« «
Za3:1+€ alg—a7—a10+a0—(—1ag—|——4ag)>,
a3 o%1
Qg+ «
Za4:1+€ a14—2a10+a0— 2 3a8),
Oy
_|_
Zglzl—i‘& a15—2a7—|—a0 62 53 >,
252:1+6 a16—a7—a10+a0—(—a8+—a9)),
ZB3:1+E a17—a7—a10+a0—(—a8~|——a9)),
+
Zg,=1l+e¢ 0118—261104—610—52 bs 8)>
Ba
+
Z,yl:l—l—é' alg—a1—2a7—|—2a0—% 13 >

aop — A1 — Ay —CL10+2CL0

(—ag -+ —CLg)) s
o1 — A1 — A7 — Q1p + 2@0 (—ag + —ag)) s

+
(g — a1 — 2a10 + 2a9 — 2T as) ;

5N
I

—
+
Q)

ﬁN
I

—_
_|_
Q)

V4
+
ZX1:1—|—E a23—a1—2a7+2a0—ua9) s
X1
Zyn,=1+¢ a24—a1—a7—a10+2a0—(Eagﬂ—Eag)) :
X2 X2
ZX3:1+€ a25—a1—a7—a10+2a0—(&ag—i—Eag)) s
X3 X3
+
Zy=1+¢ a26_a1_2a10+2a0_%a8)7
4

N
I
—
+
Q)

+
Qo7 — A1 — 2@7 + 2(10 - 02 o3 (lg) s
01

(g — a1 — a7 — Q1o + 2a0 — (gas + &a9)> ;
02 02

S\
I
—
+
Q)

éN
Il
—
+
m
N N N N N N N N N N N N N N N N, N



I
—
+
™

I
—
+
™

I
—_
_|_
Q)

I
—_
_|._
™

=1+4¢

=1+4¢

I I Il
— [ [
+ o+ 4+
Q) [©) [©)

I
—_
_|._
[Q)

N N N N N N N N N N N N N N N N N N N N N

=1+4¢

=1+4¢

=1+4¢

=1+¢

=1+¢

I
—
+
™

I
—
+
™

o9 — A1 — A7 — A1p + 2@0 — (&ag + &ag)) 3
03 03

_|_
aszo — a; — 2aip + 2a9 — & 0 ans) ;
A

G+ G+G+G )
G
Cl C4+C6+C10 ))
A
a33—3a7—a10+4a0_(§1 8+C4+C7+C11 ))
3
<22;<3 8+C8+C12

a35—2a7—2a10+4a0— <% 8+§6+C7+C13
5

)
)
G+G C8+C14 >
)

asy — 4&7 + 4(10

asy — 3&7 — Q10 + 4(10 — (

asy — 2@7 — 2&10 + 4@0 — <

asg — 2(17 — 2@10 + 4(10 — ( C 8
6

Gz + C5 CS + Cis
7

)
).
)
)

asy — 2&7 — 2&10 + 4&0 — <

+ G+
asg — ay — 3aig + 4ag — (<4 gﬁ C7 g + @ 9))
8
+ (o +
a3 — 30— ay - day — (? SOIRAS B SE] Cio Cn C13 ))
9
(4o — 207 — 2a10 + dag — (C2 + C9 C12 + Cia ))
Cio
G — 200 — a5 + dag — <C3 + (o g+ S12 T 0 Ci2 +C15 ))
Ci1
G4y — @ — By + dag — (Cm + Cio + ¢ as + @a9)>
Ci2 Ci2
+ +
s — 20— 2a + dag — <Cs Co Gg -+ C14 C15 ))
Ci3
+ Gio +
a4q — a7 — 3a10 + 4ap — (Cﬁ 1o + G13 as + @ 9))
Cia C14
+Cn +
Qs — ar — 3ay -+ dag — (@ Ci1 C13 ))
Cis
+ Cio + Cua +
s — Ay + dag — Cs + Ci2 + Ca C15a8) ’
Ci6
U b0 % %
g7 — aq —4CL7+5(10— 2+ 3;_ 5+ 9&9) ,
1

Y WYy + g + 0
ayg — a1 — 3CL7 — Q19 + 5@0 — (1,#1(18 -+ %C@)) 5
2 2

) ) U )
(49 — a1 — a7 — ag + dag — (Q’#las + %C@)) ,
3 3
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Zy, =1+c¢ ago—al—a7—3a10+5a0—( ag + —ayg

o )
Wy + %y + 0 )
Zys=1+¢ a61—a1—a7—3a10+5a0—( (RN P )
1915 7915
Vg + the + V14 + V15 )
as .
V16

vy + 1 Ug + 0
Z794—1+€(a50—a1—2a7—2a10+5a0— 2 3(18+ i 12(19)) s
Uy Uy
v Vg + 07 + 0
Zﬁ5 =1+4¢ <a51 — a1 — 26L7 — 2(110 + 5@0 <—1 %CLQ)) s
5 5
Vg + 19 v
ZﬁG =1+c¢ (a52—a1—2a7—2a10—|—5a0 < s+ 14&9)) s
196 Us
U3+ 19 v
Z197:1+5(a53—a1—2a7—2a10+5a0— 3+ 5 s+ 15&9)) s
U7 U7
Vg + 06+ 0 v
Zﬁg:1+5(a54—a1—a7—3a10+5a0—( 1 196 ! +$CL9)> s
8
9 Yo + 911 + 0
Z199 =14¢(ass — a1 —3a; — ayo + dap — —lag—i— 10 11 13a9 ,
Uy Uy
vy + 1 Vg + U
Ziro :1+€(a56—a1—2a7—2a10+5a0—( 2 > ag + = 14&9)) )
7910 7910
U3+ U Vg + 0
Z§11 =1+4c¢ (a57—a1 —2@7—2(110+56L0 - < 3 9a8+ 2 15&9)) s
gll 7911
Vg + V1o + 0 v
Z,gm:1+6<a58—a1—a7—3a10+5a0—( 14 10 11a8_|__16a9)> ,
1912 1912
U5 + 0 Vig +0
Zglg =1+¢ (a59 — a] — 20,7 — 2@10 + 5&0 — < > 9Cl8 + 1 15&9) R
V13 V13
( U + V10 + V13 V16

Zﬂle =1+¢ (a62 — a1 — 4(110 —+ 5@0 — (639)
Isto termina a prova da renormalizabilidade multiplicativa da teoria de Yang-Mills pura
com violacao da simetria de Lorentz. Uma forma alternativa, mas equivalente, de apresen-

tar os coeficientes de renormalizagao dos parametros adimensionais é brevemente discutida

no Ap. [F]

6.4 Discussao: renormalizabilidade e anomalias de calibre

Neste capitulo mostramos a renormalizabilidade multiplicativa da teoria de Yang-
Mills pura com violacao da simetria de Lorentz em todas as ordens em teoria de per-
turbagoes. Em [I17], através da abordagem analitica, i.e., cdlculos explicitos a 1-lago
dos fatores de renormalizacgao, os autores discutiram a renormalizabilidade da teoria nao-
abeliana. Na nossa prescrigao empregamos somente métodos algébricos [52]. Extraordina-
riamente, encontramos que o termo de CPT-impar induz termos de massa para o campo

de calibre nao-abeliano — diferentemente do caso abeliano, onde nao ¢ gerado massa para
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o féton. E sabido que termos de massa ja estao presentes devido ao campo de fundo v,,.

No entanto, os parametros de massa induzidos vém a partir de termos de massa tipicos

a
128

na acao, ou seja, MQAZAZ, e o termo de mistura V,, Af A

tante (veja (6.17))). Além disso, é encontrado que as propriedades de renormalizacao dessa

onde V,,, é um tensor cons-

teoria sao mantidas inalteradas — semelhantes ao caso abeliano.

Ao contrario do caso abeliano, o termo tipo Chern-Simons nao-abeliano se renor-
maliza. Encontramos 59 parametros de renormalizacao independentes. Além dos dois
parametros de renormalizacao tipicos, a teoria apresenta 5 parametros de renormalizacao
para os termos de violagao impar e par, e 32 parametros associados ao termo de puro
vécuo. E exatamente o parametro do setor de CPT-impar que induz termos de massa
que também se renormalizam independentemente com mais 20 parametros.

Em [194] os autores argumentam que as corregoes quanticas na EDQ com violagao
da simetria de Lorentz e de CPT em uma variedade curva pode induzir, de uma forma
natural, uma agao efetiva para a gravidade; além disso, como mostrado em [195], o vacuo
do modelo é também afetado. E importante mencionar que, neste tltimo, o caso nao
abeliano ¢ incluido. Contudo, existem algumas diferencas entre os trabalhos [194] 195] e
o que foi apresentado aqui: a principal é que trabalhamos em uma variedade plana, i.e.,
espaco euclidiano. Ademais, além do fato de que os coeficientes de violacao de Lorentz
terem sido tratados aqui como fontes locais, seus valores fisicos sao simples coeficientes
constantes, em contraste com [194] 195]. Ainda, o coeficiente de violagdo de Lorentz de
CPT-par poderia trazer importantes consequéncias no modelo nao-abeliano, como por
exemplo, a presenca de operadores compostos de dimensao quatro [196], e poderia trazer
importantes consequéncias para o setor fantasma do modelo. Uma suposi¢ao em comum
entre nossa abordagem e os trabalhos [112] 194 195] foi que altas ordens nos parametros
adimensionais (fontes) sao suprimidos assumindo seus valores classicos. No nosso caso,
contudo, nada pode ser dito sobre se os termos de vacuo apresentados aqui poderiam
trazer efeitos cosmoldgicos, pelo menos numa forma fenomenoldgica, ao contrario do que
foi discutido em [194], [195].

A teoria de Yang-Mills pura com violagao de Lorentz também é livre de anomalias
de calibre. Isto pode ser entendido pelas seguintes razoes: (i) a teoria de Yang-Mills
pura usual, sem férmions quirais — evitando a contribui¢ao do tensor de Levi-Civita —
nao tem propriedades discretas que possibilite o surgimento da anomalia de ABBJ nao-
abeliana; (i) com o método de Symanzik, os termos que contém tal tensor de fundo
— implicitamente, e que sé deve ser levado em conta no limite fisico — pertencem ao
setor trivial da cohomologia, i.e., os pares de dubletos (Auas Juwa) € (Muwas Tuva), € NAO
contribuem para a anomalia; (i) além de nao ser compativel com respeito a simetrias
discretas, um termo que dependesse do tensor de fundo %, violaria a condi¢ao de Wess-
Zumino [I91] para o caso nio-abeliano, i.e., sAM[A, ¢,K] # 0. Aqui, como na teoria de

Yang-Mills usual, a anomalia nao depende das fontes externas Qf e L, ver [52].
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7 ESPECTRO DO CAMPO DE CALIBRE NA TEORIA DE YANG-MILLS
MASSIVA COM VIOLACAO DE LORENTZ

O estudo da causalidade e estados fisicos do setor do campo de calibre da teoria de
Yang-Mills com violacao de Lorentz é feito, pelo menos no nivel drvore. Basicamente, a
existéncia de estados fisicos é analisada pela saturacao com fontes externas do propagador
do campo de calibre modificado. Esta modificagao é devido a termos de massa gerados pela
exigéncia da renormalizabilidade multiplicativa do modelo em todas as ordens em teoria
de perturbagoes. Neste capitulo, focamos nosso estudo somente nos termos originados a
partir do coeficiente de violacao de CPT-impar. A causalidade é estudada através dos
conceitos de velocidade de grupo e de velocidade de fronte. Esta andlise se encontra na
Ref. [197].

7.1 Termos de massa e a quantizagao de BRST

Vimos no capitulo anterior que o método de Symanzik junto com a quantizagao
de BRST induz, de uma forma natural, termos de vacuo e termos extras tipo conden-
sado M 2A‘WAfi. Além disso, termos do tipo V# A7 A} também estao presentes. Esses
termos, além de levarem em conta termos dependentes do vetor de CPT-impar, levam
em conta termos de mistura entre os tensores de CPT-impar e CPT-par. Esse termo
tipo condensado e esse termo de mistura sao responsaveis pelo surgimento de termos de
massa e parametros adimensionais extras no modelo. Veremos adiante que esses termos
de massa irao modificar drasticamente o propagador do campo de calibre de Yang-Mills.
Assim, uma andlise detalhada — causalidade e estados fisicos — do propagador do campo
de calibre é necessaria. Desde que a andlise do puro setor de CPT-impar ja é nao-trivial,
a mistura entre os setores de CPT-impar e CPT-par traria dificuldades adicionais. Por
essa razao, todos os termos dependentes do tensor de CPT-par serao negligenciados neste
capitulo. E importante mencionar que desde que a simetria de BRST da teoria de Yang-
Mills pura com violagao da simetria de Lorentz é bem estabelecida — depois do método
de Symanzik — o setor quantico é esperado ser livre de modos nao-fisicos [2I]. Contudo,
uma vez que as fontes de Symanzik atingem seus valores fisicos, a simetria de BRST da
teoria ¢ explicitamente quebrada e a teoria entra em uma nova fase, e o propagador usual
do campo de calibre é modificado. Vale ressaltar que essa quebra explicita da simetria de
BRST pode ser interpretada como uma quebra espontanea da simetria de BRST [177].

No presente capitulo focaremos nossa andlise sobre a quantizacao consistente da
teoria de Yang-Mills pura com violagao da simetria de Lorentz no estdgio em que o

propagador do campo de calibre é modificado [197]. Em particular, a causalidade e a
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existéncia de estados fisicos do modelo sao analisadas, i.e., se nao existe propagacao de
modos de taquions e fantasmas. Essencialmente, a analise é realizada no nivel semiclassico,
ou seja, os polos do propagador sao analisados no nivel arvore; uma abordagem canodnica
nao sera realizada aqui. A anélise da existéncia de estados fisicos consiste em checar a
positividade dos autovalores da matriz de residuo em cada polo simples do propagador
do campo de calibre. No entanto, a consisténcia fisica dependera da natureza do vetor de
fundo de CPT-impar presente no modelo. Aqui, analisaremos os casos em que ele é tipo
espaco e tipo tempo. Convém mencionar que o estudo da unitariedade a ser realizado neste
capitulo nao é um estudo completo, ou seja, estamos desconsiderando o setor dos campos
fantasmas de Faddeev-Popov, que é de suma importancia nesse estudo. Assim, quando
referirmo-nos ao estudo de unitariedade, estamos interessados na condi¢ao necessaria para
a existéncia de estados fisicos para o campo de calibre.

No intuito de executar a tarefa acima mencionada, precisamos obter o propagador
modificado do campo de calibre. Isto pode ser feito se tomarmos somente os termos
quadraticos da acao , e, como comentado acima, desprezaremos todos os termos
que dependem do campo de fundo de CPT-par. Também, fixaremos o calibre sem a
introducao do campo de Lautrup-Nakanishi b* e sem o campo antifantasma ¢*. Assim, a

acao quadratica que satisfaz esses requerimentos @
= 1 a a av ILL ra a a
Eo = —§/d4x ((%AV — d,AM) oHAY — 5 /d4x PH v AL0, A +
1
— /d4x (11 B+ 28) U2AZA““ — 2u2BU“U”AZAZ‘f] b /d4x(auA““)2 (7.1)

Esta acao no espago dos momentos tem a forma

=0 = 5 [ s MOOLAD 72
—-Q 9 (27T)4 a pur*=b ) :
onde
k2
ow = 6 {— (k* — i’ Av®) 6, — (? - 2Au2) Wy + WS + 12O, | (7.3)
é o operador de onda e A = —6a — 45 e ) = 4 sao parametros livres. Os operadores 6

33 Neste capitulo retornamos a trabalhar no espaco de Minkowski. Por questio de conveniéncia, intro-
duzimos um fator 1/2 no termo tipo Chern-Simons e o campo de fundo v#, com dimensao de massa
1, foi reescalonado como v* — pv*, onde p é um parametro de massa — nao confundir com escala de
renormalizacdo. Assim v* serd um campo de fundo de comprimento unitario. Nao é esperado confuséao.
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Tabela 5 - Tabela multiplicativa satisfeita por 6, w, S, ¥ e A. O produto obedece

a ordem “linha vezes coluna”.

0%, w?, 5% A%, 2%, 2,
0,10 0, 0 Sw Mo — 55 S — A, 0
Wha 0 Wy 0 k%EW AWy Yo
S e S, 0 —fuw 0 0 0
Mo Mo — 350 AZw 0 V2, V2%, A,
e 0 I 0 A, AY,., KA,
Sop Zop— A A 0 V2%, Vk%w,,  AZ,,

Or = N — kzl;” :

W = k‘l;]; : (7.4)
Os operadores S, e A, sao definidos como

Sw = ieumgvakﬁ ,

A = v, (7.5)

A fim de calcular a inversa do operador de onda — seguindo [102] — definimos o seguinte

operador
Y = vk, (7.6)

que, junto com os operadores mostrados nas Eqs. (7.4) e (7.5]), formam uma algebra
fechada. A algebra dos operadores é disposta na Tabela [5, onde

Far = (V2= A0, — Nw — KA + N + ) | (7.7)
% % B u % u

A= D= vkt (7.8)

m

Estamos agora prontos para calcular o propagador do campo de calibre, i.e., a inversa do

operador de onda,

Db (k) = (O~ . (7.9)

nv
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O operador (O~')# satisfaz a relagao

OIIC

,ua(

O_l)cbal/ - 5ab (9“1/ + w/,l,l/) . (710)

De fato, para o propagador no calibre de Landau (£ = 0), um célculo elaborado leva a

Dy = e A A
K20k Q2 — f2A0?) + 1 RO — 12A0%) + 1)
P(k‘) (E/w + EVH) - P(]C) A#V} )
(7.11)
onde
Q(k) = (K = p?Av?)* + p*[0°k* — (vak®)] |
P(k) = K (kK — i?Av®) — Qu2[v?k? — (v,k®)?] . (7.12)

Embora tenhamos escolhido estudar o propagador no calibre de Landau,
essa escolha nao é espuria. De fato, os termos de massa apresentados na acao sao
oriundos da exigéncia da renormalizabilidade multiplicativa da teoria de Yang-Mills com
violagao da simetria de Lorentz. Como apresentado no Cap. [6] tal anélise foi realizada
no calibre de Landau. Deste modo, nao faria sentido estudar o propagador [7.11] em um

calibre diferente do de Landau.

7.2 Causalidade e estados fisicos

Estamos agora prontos para analisar o espectro fisico do modelo. Primeiramente fa-
remos uma analise geral nos polos e na matriz de residuo do propagador, i.e., as condigoes
sobre os coeficientes a e [ para evitar modos de taquions e fantasmas. A natureza do
campo de fundo v, ou seja, tipo espaco e tipo tempo, serd importante nessa andlise.

Para garantir que nao exista propagacao de modos de tdquions devemos ter m? > 0
para cada polo simples do propagador (k? = m?), onde m é a massa da particula. Uma
forma alternativa de ver se existe tdquion no modelo é a partir da velocidade de grupo
e da velocidade de fronte [10]. De fato, esse tltimo procedimento é mais seguro. Seja a
velocidade de grupo

dk®

Ug = m s (713)
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com k* = (kY k), devemos ter v, < 1. E, seja a velocidade de fronte

]{70
vp =  lim — 7.14
f k|—oo |K| (7.14)
devemos ter vy < 1.
A existéncia de estados fisicos no modelo sera analisada aqui no nivel arvore, por
meio da saturacao do propagador livre com fontes externas [37]. O propagador saturado

é
I = J#ResDib(k)Jy (7.15)

onde Restf;(k) ¢é o residuo do propagador calculado em cada polo simples, e J* é uma
fonte externa, satisfazendo a condigao de conservacao, i.e., a restrigao k,J* = 0. Estados
fisicos existem sempre que a parte imaginaria do propagador saturado é positiva, ou seja,
deve satisfazer a relagao . Em resumo, podemos calcular os autovalores da matriz de
residuo em cada polo e, sempre que os autovalores sao positivos, existem estados fisicos.

No modelo aqui tratado, temos que atender

ﬁm? > 0, ﬁvgi <1 ﬂvfi <1, (7.16)
i=1 i=1 '

onde n depende da quantidade de polos em cada caso. Estados fisicos existem quanto os

autovalores satisfazem

(ri=o0. (7.17)

Onde o igual inclui a condigao para particulas de massa nula.

Como j& comentado, analisaremos as situagoes sobre os polos Q(k) =0e P(k) =0
quando o vetor de fundo v* é tipo espaco e tipo tempo. Desconsideraremos o caso em que
tal vetor é tipo luz, i.e., v* = 0, uma vez que isso eliminaria os termos de massa em tais

polos.

7.2.1 Caso tipo espaco

Vamos considerar primeiramente o caso no qual v* é tipo espaco, i.e., vF =
(0,0,0,1) e, sem perda de generalidade, escolhemos k* = (k°,0,0, k). Nos polos Q(k) = 0
e P(k) = 0, temos quatro raizes. No primeiro polo temos duas raizes. Fixamos ki = m?

para obter

2
md = ki + (6 -+ 4B)p + 2+ L[+ 418 + (6o + 48)p7] (7.18)
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A matriz de residuo neste polo é a seguinte

0 0 0
0 m? — k2 — (6 + 48) 2 —ium
Ri=r o # , o, ) , (7.19)
0 ipmy mi — k3 — (6a+48)p* 0
0 0 0
onde
1
T = . (720)
/1 + 4 (k3 + (6o + 45) 7]
A matriz de residuo ((7.19) possui um autovalor nao-nulo,
1
A= 1+ - . (7.21)
2\/§ + (&) +60+48
A segunda raiz de Q(k2 = m3) ¢
2
mi = K+ (6a+aB)t+ L g\/;ﬂ FARZ + (6a 48], (7.22)
e sua matriz de residuo é
0 0
0 m2—k2— (6o +48)? —ium
Ry=rs 2k # L, ) , (7.23)
0 LM ms — k3 — (6a+48)u” 0
0 0 0
onde
1
r9 = — . (724)
p/ i+ 4 k3 + (6o + 45) %]
A matriz (7.23) também possui somente um autovalor ndo-nulo
1
Ay = 1-— . (7.25)

2
2\/i+<’;—3> + 6 + 483

Vamos agora analisar as raizes do polo P(k). A primeira é

m2 = 2+ 3’ + %\/ 360242 — 165k2 (7.26)
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com matriz de residuo

k% 0 0 —TTL3|IC3’
1 0 00 0
Ry = (7.27)
/36022 — 163k3 0 0 0 0
—m3]k3| 0 0 m%
O tnico autovalor nao-nulo é
k2 2
N o= (7.23)
/36022 — 163k3
A segunda raiz de P(k) é
mi = ki +3au® — g\/36a2,u2 — 16pk2 | (7.29)
com matriz de residuo
k% 0 0 —m4|k3|
1 0 00 0
Ry = — : (7.30)
/360212 — 16 8k3 0 00 0
—m4|k53| 0 0 mi
que também apresenta um autovalor nao-nulo
k,Z 2
N o= 3 ma . (7.31)
py/3602u2 — 163k2
As velocidades de grupo associadas aos modos de massa m? e m3 sao as mesmas:
1
Vg, = Uy, = , (7.32)

\/1 + 2 (%)2 [1+ 4(6c + 43)]

e para m3 e m3 sao:

_ ’k3| 1 28
o = V922 — 4k )
\/k§+3au2+u\/9a2u2—4ﬁk§ a’p? — 45k;

k 2

Vg = [s| 1+ bu . (7.33)

- V9022 — 45k2
\/k§+3au2—u 9a2p2 — 4Pk32 a’p? — ABk;

respectivamente.

Na sequéncia, analisamos as condicoes para termos um modelo causal e que apre-
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sente estados fisicos enquanto |k3| estd com limites e valores assim como os parametros
a e f. Em todas as situacoes, a causalidade e a existéncia de estados fisicos sao encon-
tradas sob ([7.16)), (7.13)), (7.14) e (7.17). Dividimos a andlise em duas partes: primeiro,

analisamos casos especiais para os parametros « e . Essa andlise nos permite ver as

consequencias sobre os graus de liberdade fisicos quando apenas um dos parametros é
levado em conta e identificamos qual pode ser problematico ou nao. Segundo, exploramos
o caso geral. Veremos que, neste caso, alguns comportamentos problematicos que podem
surgir nas relacoes de dispersao, quando apenas um parametro é considerado, podem ser

compensados quando os dois sao tratados simultaneamente.

7.2.1.1 Parte I: Casos especiais

(i) a=0

Outra situacao com uma sutil mudanca nos polos e matrizes de residuo. Antes de

avangarmos para estudar os intervalos para os quais possam existir modos causal e

unitério, listamos os novos polos como seguem:

% 1
m% = k§+4ﬂﬂ2+?+ﬂ\/z+k‘§+4ﬂﬂ2,

% 11
my = %+4mf+3;—u¢zﬁ%€+ﬂm%
my = k4 2ulks|\/ =5,
mi = ki —2ulks|\/—3 . (7.34)

As matrizes de residuo (|7.19), (7.23)), (7.27) e (7.30) sofrem uma pequena modi-

ficacao no caso a = 0. Ao invés de Au? temos Su?. O mesmo ocorre com os autovalores
(7.21), (7.25), (7.28) e (7.33), que sao listados abaixo por questao de clareza

=1+ ! :
QW ()" +48
Ay =1— ! ,
2\/}1 + (%)2 +48
Ny = (MRS
Aplks| V=B
My = — it hg) (7.35)

dplks|V/ =B



126

As velocidades de grupo para o = 0 sao

I
1— |k—3\/—_5) . (7.36)

(i.1) Causalidade

Para atender o critérios ([7.16)), temos

2
] =m?>0,

<k3)2] i(5) = m
1+4(— NB#—|—) =m;>0,
Ju 4\ p

B<LO0=m3;>0,
g

2
—= (—) <B<0=mi>0. (7.37)

Para os dois primeiros polos empregamos a desigualdade triangular. Na sequéncia, inter-
sectamos todas as desigualdades em ([7.37)), para obter

1 (k3\?
_Z <;) < 6 <0. (7.38)

As condigoes ([7.13]) sobre as velocidades de grupo para os modos com diferentes massas

sao satisfeitas como seguem
f2—— = v, <1Nuy,<1. (7.39)

A tnica forma de termos vy, < 1 e vy, <1 ¢ése >0, 0 que é impossivel por restricoes

prévias. Resultado, a causalidade é violada no polo P(k) = 0.
(i.2) Estados fisicos

E possivel encontrar restricoes tal que cada um dos autovalores satisfaz a condicao de
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unitariedade, ou seja,

1

> ——
p 16

ks \
1+4(— =X\ >0,
7]
1 [(ks3\?
ﬁ>——(—3) =X\ >0,
4\ p
b<0=X>0,

L 2
,6<—(i’) =M >0. (7.40)

Contudo, nado encontramos uma intersegdo das desigualdades (7.40). Portanto, temos
modos fantasmas neste caso. Note que o modo que viola a condicao de unitariedade é o

modo associado ao quarto polo.
(i.3) Causalidade e estados fisicos

De acordo com ([7.39)) e ([7.40)), causalidade e unitariedade sao violadas simultaneamente

para a = 0.
(i) =0

Quando levamos 3 a zero, ocorre uma modificacao notéria nos polos e na matriz

de residuo. Os novos polos na 0-componente do 4-momento sao os seguintes:

% 1 k3 2
m; = ki +6ap®+ = + p? —+<;) + 6o,

2 4
2 2
I 1 ks
m2 = k§+6a,u2+7—,u2\/z+ (;) + 6a
m3 = ki +6au®,
mi = ki. (7.41)
OS novos autovalores sao
1
A =1+ > 5
2\/ 14 (%) + 6a
1
ho=1-
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A= (’i) . (7.42)

3a

0
E as novas velocidades de grupo associadas a m?, m3, m3 e m? sdo:
1
Vg1 = Vg = 5 )
¢1+§<%)(1+2gm
1
Vg3 = 5
I+ 6a <,i‘—3>
v =1, (7.43)

respectivamente.

(ii.1) Causalidade

Na sequéncia, apresentamos as condigoes sobre o parametro « a fim de garantir a positi-

vidade das massas:

2 -
RV

ks \ 2 1 (ks\? ) )
1+4(—= Na#——) =>m;>0nN m;>0,
Ju 6\ p
1 (ks>
a>_6<_3> =m2>0,
Ya=mji>0. (7.44)

Como antes, para os dois primeiros polos empregamos a desigualdade triangular. Para
atender as condigoes ([7.16|) devemos ter simplesmente

a > 1 (@)2 : (7.45)

As restricoes para o parametro « a partir das velocidades de grupo sao as seguintes

1
a}—ﬂévglgl N vy, <1,

az0=1v<1,
Va = v, =1. (7.46)

A intersecao das solugoes acima leva em

a>0. (7.47)



129

Embora a solucao para « a partir da positividade da massa dependa da escala de energia,
sua solugao a partir da velocidade de grupo ¢é mais restritiva que a anterior e independente
da escala de energia. Falta checar se o intervalo para as velocidades de fronte satisfazem
as condicoes de causalidade. De fato, as condicoes sobre as velocidades de fronte

para cada massa ja é satisfeita como segue:
vy = vp = U = vp, = 1. (7.48)

Aqui, assumimos que |k3| vai a infinito mais rdpido que o parametro «. Isso é uma su-
posicao razoavel, desde que podemos escolher algum « finito que satisfaz ([7.47)). Portanto,

o intervalo a > 0 garante a causalidade do modelo no caso em que ( é nulo.
(#.2) Estados fisicos
A fim de satisfazer a condicao (|7.17)), devemos ter

1 ks
a>—— 1+4(f)]:A1>0,

24

a<0=X>0. (7.49)

Contudo, nesse caso, depois das restrigoes apresentadas em ([7.49)), encontramos modos

fantasmas. Na verdade, esse modo fantasma esta associado ao quarto polo — nao-massivo

~ de (7AT).
(i1.3) Causalidade e estados fisicos

Podemos observar que, a fim de garantir causalidade e a existéncia de estados
fisicos simultaneamente, a intersecao das condicoes e nao deve ser vazia.
Contudo, a partir de e , vemos que isso nao acontece. Temos causalidade,
mas nao unitariedade. Note que essa discrepancia esta explicita no autovalor A4 de ([7.17)),
que esta em desacordo com a condicao de causalidade . Podemos dizer que o modo
fantasma se encontra nesse polo.

Destacamos que, entre os dois casos especiais, o mais perigoso ¢ o caso que o = 0,
onde somente o parametro S contribui para que existam termos de massa no modelo. Nesse
caso, causalidade e unitariedade sao violadas simultaneamente, assolando o modelo com

modos nao fisicos. No caso contrario, quando 5 = 0, podemos ter intervalos que preservam
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causalidade e violam unitariedade. Este nao é mais perigoso que o caso anterior, uma
vez que estamos analisando somente o setor de glions. Desde que estamos trabalhando
no modelo nao-abeliano e os campos fantasmas interagem com os campos de calibre,
contribuicoes do setor fantasma poderiam contribuir para eliminar graus de liberdades
nao-fisicos daquele setor. Contudo, somente calculos a 1-lago poderiam julgar se de fato
esses graus de liberdade nao-fisicos desacoplam do modelo. Outra possibilidade seria
realizar um estudo do modelo via formalismo de BRST, mas no limite em que os valores
fisicos das fontes de Symanzik tiverem sido tomados e com os termos de massa incluidos.
Contudo, todas essas andlises estao fora do escopo desta tese. A partir de ([7.1)), vemos
que, embora o termo de massa proporcional a o dependa do coeficiente de violacao de
Lorentz, ele nao viola a simetria de Lorentz, ao contrario do termo proporcional a
dependendo do coeficiente de violagao de Lorentz, que nao é invariante sob transformagcao
de Lorentz de particula. De fato, o termo de massa proporcional a o comporta-se como
um termo de Proca usual. Por outro lado, a contribuicao que vem de § traz um termo

adicional como V* A7 A}, que ¢ a origem do problema.

7.2.1.2 Parte II: Caso geral

Neste tultimo tépico analisamos os intervalos nos quais os parametros a e [ as-
sumem valores reais de modo que o modelo apresente modos causais e (ou) unitarios.
Apesar disso, |k3| e p j& tém valores positivos.

(i) Causalidade

Listamos abaixo as condigoes individuais para energias positivas:

1 b\ 2 ]
B>-1¢ 1+4<ﬁ) +2a| =m?>0,
1 1 /k\2 ] )
52_1_6 ﬂﬁ;’é—z ; +6a| = m; >0,

ks \?
1+4( =) +24a
"
1 (ks 1|/ ks\?
“(Z2) np<—| (= 6 U
3<u) 0 4[(u>+a
1 [(k3\? 902
a>——<—3) NB<—— | =m>0,
B NTEY
w

1 (ks\” 1| [(ks\? 902
a>——<—3> n —— (—3) + 6a Lzzwni>0.
) " )
w

<B<
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(7.50)
Portanto, a intersecao das desigualdades acima é
1 (ks\? 1| (ks\° 90
a>——(—3) n—- (—3) +6a| <B< ——) (7.51)
3\ u 41\ p 4 @)
o
o qual é o tunico intervalo que obedece a condicao em ([7.16)).
Na sequeéncia, os intervalos para as velocidades de grupo sao
1
B> —1—6(1+24a) = v, <1 N v, <1,
3
f=—=a N a>0 = v, <1 N v, <1 (7.52)

2

A solucao para as velocidades de grupo v,, e v, ¢ uma solucao analitica simples possivel.
De fato, um conjunto mais completo de solugoes é possivel ser encontradﬂ. Uma in-
tersegao das solugoes apresentadas em ((7.52)) lé-se

3
ﬁ:—éa N a>0. (7.53)
As velocidades de fronte para cada massa sao

Uy = Uy, = Ufs = Vg = L, (754)

e elas satisfazem as condigoes listadas em ([7.14)). Novamente, estamos assumindo que o

parametro o mantém-se finito para |ks| tendendo ao infinito.
(i) Estados fisicos

Temos modos nao-fantasmas para os polos enquanto

1 ks \ 2
B>——|1+4—| +24a| =X >0,
16 I
1 /k\2 ]
ﬁ>——[(—3> +6a| = X >0,
41\ p

34 Ver Ap. |G|para detalhes.
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2 (ks\? 90 2 ? 2
a<—(2) np<c—|ua>-=(=2) npg<—|(=2) +3a| b =n>0.
3 4<ﬁ) 3
m
(7.55)
A intersecao de todas as desigualdades em ([7.55)) é
1 (k) 1| [(ks\? ks
o< —= (—3) n —-= (—3) +6a| <pf<— (—3) + 3a (7.56)
2\ p 41\ p p

(#ii) Causalidade e estados fisicos

Nao ha uma unica condicao para uma teoria causal e unitaria. Isso pode ser notado
quando intersectamos as desigualdades listadas em ([7.53)) e ([7.55)).

7.2.2 Caso tipo tempo

Nesta secao iremos estudar a causalidade e a unitariedade da teoria para um vetor
de fundo tipo tempo, i.e., v* = (1,0,0,0). Na sequéncia apresentamos as quatro raizes
para os dois polos Q(k) =0 e P(k) = 0:

mi = k3 — (6a+408)p* + plks|

m = K~ (6t 480 — plks]

md = K — 3o+ 28)7 + uyuA(3a 4+ 26)2 — 4K,

mi = K~ (3a+28)% — i u2(3a+26)2 — 4B13 (7.57)

onde as raizes m? e m3 correspondem ao polo Q(k) = 0 e as raizes m3 e m3 sao relacionadas

ao polo P(k) = 0. Assim, podemos calcular as matrizes de residuo do propagador ([7.11])

2 2 2 .2 2.
quando k§ assume os valores my, mj, ms e mj:

00 0 0
1{o1 =io

R, == SV 758

"ol 0 ! (7.58)
00 0 0
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0 0 0O
110 1 72 0
Ry = — . A =1. 7.59
210 —i 10 : (7:59)
0 0 0O
kg) 0 0 —m3]k3]
1 0 00 0
Ry = , (7.60)
/12 (6a + 43)% — 163k2 0 00 0
—m3|k3| 0 0 mg
O tnico autovalor ndo-nulo é
k,2 2
As 3 1y (7.61)

p/ 12 (60 + 48)2 — 168k3

A 1ltima matriz de residuo tem a seguinte forma

k’g 0 0 —m4|k3|
1 0 0 0 0
Ry =— . (7.62)
/12 (6a + 43)% — 163k2 0 00 0
—m4|/<:3| 0 0 mi
Seu tnico autovalor nao-nulo é
k2 2
Moo= s T . (7.63)
/12 (6 + 48)% — 16 8k3
Ademais, apresentamos abaixo as velocidades de grupo associadas as massas m?, m3, m3
e m3:
1
v = < k + ) 9
" s VK3 — (6a +45)u + plks|
1
Vgy = <’ ) 5 2 )
Vi3 — (60 + 48) % — plks]
_ 1 20 | K]
Vg = \/23 +2ﬁ) 451{:2 )
e (3a 3/ /K — (3 + 28)2 + uy/12(3a T 2B — 4BK:
k
Vg = (1 i ) 26 2) |3 .
ViEBa + 200 — 4K ) [12 (30 4 28)4% — p/W2(Ba + 20)7 — 45K3

(7.64)

Na sequéncia veremos as restricoes sobre os parametros a e [ de modo que o modelo

apresente modos fisicos no caso em que o vetor de fundo é tipo tempo.
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(i) Causalidade

As condigoes individuais de modo a termos energias positivas sao as que seguem:

1 k
6<Z (—) M—04:>m§>0,
7 7

1t 1t

ks \ 1 2
(—3) — 3« ——M (@> — 6o p U
Ju | 2w Iz
2 2 2
1 1
(5 e () ] - 20 (@) ol s
p 21\ p | 2w Iz
a> — ﬂVﬁ =m5 >0,
6\ p

1 /[ ka2 1 2 1 3\ 2
a<—(@> N B< = (ﬁ) — 3 ——@ (@> —6a=mj>0.
6\ 1 21\ n 2 p 7

(7.65)

1| [(ks\® |k
B<Z (—3) —M—6a =mi>0,

Resolvemos a interseccao das desigualdades em ([7.65)) enquanto

k k
bl Bl
% %
entao
| s (k3)2 1 (k3>2 1 |ks] (k3)2
a< —— 14220 -3 (= NB<=|(=]) =3a| -2 ) —6a
24 Ju ju 21\ 2 p ju
1 2 1
0 oot et ()] < L () ] - 2L ()
24 1 p 2 |\ 7

2 2
1+2’k3’—3(@) <a<l<@) ﬁﬁ<1 —@+ )
It I 6\ p 4 It

(7.66)

U 1
2

Ou, enquanto |k;|/p = 1, entéo

{a<0 N ﬁg%(l—m)—%\/l—m}u {O<&<é N ﬂ<—37a} . (7.67)
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Na sequéncia, os intervalos causais para as velocidades de grupo sao

1
< ——
B 16

« kg 2
14+ = (=
+Z(u)

14+240) = v, <1 N v, <1,
g1 92
{a<0nNpB<go} U

+Z}} = v, <1 N vy, <1,

(7.68)
onde
ks
y = y<k37 M, CY) = 2 (ﬁ) - 605 )
1\ 2
W=Wl(ks, p,a) = 2a [2 (i”) — 9a] ,
6 4 2
7 7 p
o\ 2 ka\2] [/ k)2 I
4+ 9 (—3) o’ |8la — 16 <—3) ] [(—3) — 6

Il pu f

(7.69)

Depois de termos calculado a intersecgao de todas as desigualdades em ((7.69)), encontramos

1
- <
{a\ o OB\O} U
L a<ong<—La+unl U
21 =4S ST 16 “
1 1 |y 3a
— <——(1+2a)n—>/— 2
{0<oz<24ﬁ{ﬁ 16(—1—204)OM 4ﬁ(3a+ 5)}} U
1 |k’3‘ 3a
> — — = 2 . .
{a 51 N B<—=3a N ., 46(3a+ B)} (7.70)

As velocidades de fronte para cada caso sao

Uy = Vfy = Ufs = Vg = L.
(7.71)

e elas satisfazem as condigoes listadas em (|7.14)).

(ii) Estados fisicos
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H& auséncia de modos fantasmas para o terceiro polo quando

1| [(ks\? ks \* ks \ 2 ks \
oz foe () s () o () ] v (B) s
2 1\ p @ @ p
1 2 1 2 4 2
vcac () 0 o t] () _3a_¢(@) ~o(%) o] 0
6\ 1 21\ p p 7

-

C

e, para o quarto polo devemos ter

1| /ks\? ks \ ! ks 2
wconact (%) _3a+¢(_3) ~aa(B)'| 0
2|\ p It I

2
{a>0ﬂﬁ><%) —304} = A\ >0.(7.73)

A intersecao entre ((7.72)) e (7.73]) é

ks\ 2
B>(—) —3a, (7.74)
1
e leva a auséncia de modos fantasmas em todos os polos.

(#ii) Causalidade e estados fisicos

Desde que nao ha solucao quando intersectamos as condigoes listadas em e ,
entao nao temos causalidade e unitariedade simultaneamente.

Vale ressaltar que, embora esses dois casos — tipo espago e tipo tempo — tenham
resultados similares, o caso tipo tempo é mais perigoso. De fato, olhando as solugoes para
a positividade da massa e (7.67)), vemos que o raio |ks|/p é altamente restritivo,
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junto com os parametros « e 3. Por exemplo, no caso tipo espaco, embora os parametros
a e [3 sejam restritos, a fim de garantir a positividade da massa, o raio |ks|/u é livre. Essa

diferenca também pode ser notada comparando as solugoes para as velocidades de grupo
para os casos tipo espaco e tipo tempo, (7.53)) e (7.70)), respectivamente.

7.3 Discutindo causalidade e a existéncia de estados fisicos

Neste capitulo estudamos a causalidade e a unitariedade da teoria de Yang-Mills
pura com violacao da simetria de Lorentz. Aqui, o propagador do campo de calibre é
modificado devido a termos de massa originados a partir do método de Symanzik junto
com a quantizacao de BRST da teoria. Assim, uma vez que o propagador do campo de
calibre é modificado, um estudo detalhado se torna necessario. Resultado, uma vez que
os parametros de massa do campo de calibre dependem dos parametros « e 3, deve ser
analisado se existem restrigoes sobre esses parametros de modo que o modelo seja consis-
tente fisicamente. Assim, esses parametros nao sao tao livres. Analisamos e perscrutamos
como o espectro fisico da teoria de Yang-Mills pura com violagao de Lorentz se comporta
quando modificamos os parametros « e [ nos cenarios nos quais o vetor de fundo é tipo
espaco e tipo tempo. Por exemplo, para o caso tipo espaco, casos especiais foram abertos
para clarificar as consequéncias da violagao de Lorentz sobre o espectro fisico da teoria.

Os principais resultados aqui encontrados sao: para o caso tipo espaco analisa-
mos trés situacoes distintas: na primeira, para a = 0, encontramos que causalidade e
unitariedade sao violadas simultaneamente. De fato, esse caso além de levar em conta
um termo tipo Proca, leva em conta um termo de mistura nao usual. Por outro lado,
quando levamos f = 0, o modelo mantém causalidade, mas apresenta um estado fan-
tasma. Aqui, embora o modelo lembre um pouco um modelo originado do mecanismo
de Higgs [102], a situagdo é um pouco diferente. De fato, o termo de massa originado
para o campo do féton em [102] vem do mecanismo de Higgs, sem qualquer relagdo com
a escala de violacao de Lorentz, u, e os modos que seriam os modos de Nambu-Goldstone
sao absorvidos pelo foton de uma tal forma que a causalidade e a unitariedade do modelo
sao preservadas. O mesmo acontece para a teoria nao-abeliana com grupo de simetria
SO(3) com campo de Higgs [109]. No nosso caso, contudo, pode-se dizer que o termo de
massa ¢ gerado dinamicamente e depende da escala de violacao de Lorentz, . Além disso,
estamos analisando um modelo nao-abeliano, onde os campos fantasmas desenvolvem um
papel importante. Assim, somente célculos a 1-laco ou um estudo através do formalismo
de BRST poderiam julgar se o modo que viola unitariedade nesse caso se desacoplaria
do modelo. Ainda, comparando as situacgoes prévias distintas, podemos ver que a origem
da violacao de causalidade estd relacionada ao termo de mistura. Ademais, analisando a

situacao geral, onde os parametros «a e  nao sao nulos, encontramos que a causalidade é
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garantida, mas a unitariedade é violada. Aqui, também, restri¢oes sobre os parametros «
e [ sao encontradas.

Analisando o caso tipo tempo, vemos que, assim como no caso tipo espago, a
causalidade do modelo é preservada, mas a unitariedade nao. Contudo, como previamente
mencionado, as restrigoes entre os parametros « e § podem mudar drasticamente com a
escala de energia. No caso tipo espago, no entanto, essas restri¢oes sao as mesmas em
toda escala de energia |ks|/p.

No capitulo anterior e neste capitulo analisamos o propagador do campo de calibre
no calibre de Landau. Contudo, na forma como o propagador se encontra, sua
transversalidade nao é evidente. A transversalidade do propagador pode ser facilmente

notada se reescrevemo-lo como

5ab u2k2[Q(k2 _ IUQAUQ) 4 k2]
Db(k) = —— (K — [2Av?)b,, — 0,005, — 1S, b .
/w( ) Q(k){ ( pAv7) 0 P(k) w 8 Hop
(7.75)
E simples mostrar que
ab _ v myab _
k"DW(k) = k DW(k) =0. (7.76)

Essa condicao também se aplica na teoria abeliana com violacao de Lorentz no calibre de
Landau. Em [IT0] é mostrado que o propagador permanece transverso a 1-lago em teoria

de perturbagoes. A prova a todas as ordens vimos no Cap. 5]
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CONCLUSOES E PERSPECTIVAS

O MPE estendido tem sido objeto de extensa andlise nas ultimas décadas, tanto
do ponto de vista experimental e fenomenoldgico quanto tedrico. Até a presente data,
entretanto, nao se verificou experimentalmente a violacao da simetria de Lorentz e de
CPT na Natureza. Sob o ponto de vista tedrico, tal modelo tem sido também vasta-
mente estudado. Como comentado na Sec. 2.2 a violagao de tais simetrias nao implica
necessariamente na violagao dos principais atributos do MP — estabilidade, causalidade,
unitariedade e renormalizabilidade; claro que alguns desses atributos sao possiveis somente
no MPE minimo.

Nesta tese discorremos principalmente sobre aspectos tedricos do setor minimo
do MPE, especificamente a EDQ e a Teoria de Yang-Mills pura o grupo SU(N) — mas
valida para qualquer grupo simples — com violagao da simetria de Lorentz. Focamos nossa
atencao no estudo da renormalizabilidade dessas teorias, com incursoes sobre aspectos de
causalidade e unitariedade desta tltima.

O estudo da renormalizabilidade foi executado seguindo um principio rigoroso de
teoria quantica de campos perturbativa, o PAQ. Tal principio, como vimos, é demonstrado
em diversos esquemas de renormalizacao. Tal propriedade permite afirmar que, se tal
principio é devidamente aplicado, os resultados obtidos sao esperados serem gerais. Além
disso, esse é o principio fundamental da abordagem de renormalizacao algébrica, um
método de renormalizacao também independente do esquema de renormalizacao e sem a
necessidade do calculo explicito dos diagramas de Feynman da teoria em estudo, que foi
vastamente utilizado nesta tese. Além da renormalizacao algébrica e pelo fato das teorias
aqui estudadas serem de calibre, usamos a quantizacao de BRST. Isso permitiu estudar
as teorias aqui tratadas com uma simetria fora da camada de massa. A qual é a mais
segura sob o ponto de vista quantico.

Embora tenhamos estudado aqui modelos que apresentam violacao da simetria de
Lorentz, é prudente assumir que nao devemos desprezar os resultados consistentes obtidos
em teoria quantica de campos perturbativa para analisar os aspectos quanticos, também
sob o ponto de vista perturbativo, dos modelos aqui estudados. Desde que o PAQ é bem
estabelecido em teorias com simetria de Lorentz, cuidados adicionais devem ser tomados a
fim de aplicd-lo em modelos com violagao da simetria de Lorentz. Contudo, o método das
fontes externas de Symanzik permite estudar teorias que apresentem quebras de simetrias.
De fato, no intuito de termos controle do tratamento perturbativo de teoria com quebras,
¢ conveniente restaurar tais quebras, com fontes externas apropriadas, de modo a evitar
patologias na teoria que possam ser desprovidas de sentido fisico, mesmo que a teoria
classica seja uma teoria com quebras genuinamente fisicas — pelo menos sob o ponto de

vista tedrico.
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No Cap. |3| desta tese, contudo, a EDQ estendida foi estudada através da dia-
gramatica de Feynman. A renormalizacao da teoria foi verificada aplicando o método de
regularizagao dimensional para tratar os diagramas com divergéncias genuinas a 1-lago.
Neste estagio, nao é ilicito usar a algebra usual , pois estavamos interessados so-
mente em termos divergentes. Aqui, além dos cédlculos realizados em outras referéncias,
0 unico termo adicional é aquele do acoplamento pseudoescalar. Vimos que o termo de
Carroll-Field-Jackiw (ou termo tipo Chern-Simons) nao se renormaliza. Rediscutimos
ainda a controvérsia da geracao do termo tipo Chern-Simons também sob o ponto de
vista da regularizacao dimensional. Aqui, contudo, procuramos realizar o calculo das
duas contribuigoes inequivalentes separadamente — graficos e e f da Fig. [6]— e ndo usamos
a algebra usual em quatro dimensoes, mas somente a ciclicidade do traco. Obtemos
que o termo tipo Chern-Simons nao é gerado em correcoes quanticas. Embora aparente-
mente semelhante, nao confundir nao-renormalizacao do termo tipo Chern-Simons com
nao geracao radiativa desse mesmo termo. Usualmente objetam-se com o uso da regula-
rizacao dimensional do termo tipo Chern-Simons, pois esse ¢ um método de regularizagao
invariante calibre. O método de Pauli-Villars também fornece um resultado de nao geragao
radiativa de tal termo. De fato, é sempre conveniente usar um método de regularizagao
que preserve invariancia de calibre. Do contrario, resultados espurios podem ser uma
consequeéncia de nao tratar essa simetria devidamente.

Apesar de termos usado um esquema de regularizagao invariante de calibre para
tratar a renormalizacao da EDQ estendida, muito debate tem sido feito nesse assunto
sobre outros esquemas de regularizacao, e principalmente sobre a geracao do termo tipo
Chern-Simons. Desde que a renormalizacao algébrica é independente do esquema de
renormalizacao e é um procedimento recursivo, i.e., estendivel em todas as ordens em
teoria de perturbagoes, aplicamos esse procedimento na andlise da renormalizabilidade
da EDQ estendida em todas as ordens em teoria de perturbagoes, como apresentado no
Cap. [d Aplicamos ainda o método das fontes externas de Symanzik e a quantizagao de
BRST. Deste modo, com as simetrias de Lorentz, de CPT e de BRST (calibre — neste caso
da EDQ — fora da camada de massa) bem estabelecidas no nivel cléssico, a extensao da
teoria poderia ser seguramente executada. Com esses procedimentos, vimos, em resumo,
que a EDQ com violacao da simetria de Lorentz é renormalizavel em todas as ordens em
teoria de perturbacgoes e nao ha geracao do termo tipo Chern-Simons. Em acordo com
os resultados obtidos a 1-lago no Cap. Através da renormalizacao algébrica, nota-se
que o termo tipo Chern-Simons nao é gerado mesmo em ordens mais altas em teoria de
perturbagoes. Assim, em comparagao com o que foi comentado na Sec. um termo
tipo Chern-Simons nao é gerado mesmo se o momento do féton nao estiver na camada de
massa, ou seja, no caso de subdiagramas, em ordens além de 1-laco.

No Cap. [planalisamos as anomalias de calibre na ED(Q estendida por meio do estudo

da cohomologia do operador de Slavnov-Taylor linearizado. Através do PAQ estendemos



141

as identidades de Ward dessa teoria ao nivel quantico. Vimos que a equacao de fixacao
de calibre, a equacao do campo fantasma e a equacao do campo antifantasma nao sao
anomalas. As quebras que surgem na identidade de Slavnov-Taylor que satisfazem a
condicao de consisténcia de Wess-Zumino pertencem ao setor trivial da cohomologia, e
podem ser compensadas pela introducao de sutis contratermos. Resultado: a identidade
de Slavnov-Taylor nao quebra no nivel quantico, pois nao hé solugoes para a anomalia
pertencentes ao setor nao-trivial da cohomologia.

Aplicamos o mesmo formalismo usado no Cap. [, para a EDQ estendida, e vimos
que a Teoria de Yang-Mills pura com violacao da simetria de Lorentz é renormalizavel em
todas as ordens em teoria de perturbacoes. Diferentemente da EDQ estendida, o termo
tipo Chern-Simons nao-abeliano se renormaliza — através da renormalizagao matricial.
Isto é uma consequéncia da equagao do campo fantasma, que é integrada, fazendo-a mais
fraca que sua versao abeliana. Além disso, vimos que termos de massa sao induzidos de-
vido ao vetor de violagao de Lorentz de CPT-impar, v*; uma consequéncia da estabilidade
quantica.

Devido a geracao de termos de massa, o propagador do campo de Yang-Mills é mo-
dificado mais drasticamente do que no caso usual — sob o ponto de vista nao-perturbativo
comentado nesta tese —, e assim, tal propagador deveria ser estudado. Uma anélise so-
mente do setor do campo de calibre mostra que para o caso do vetor de fundo tipo espaco
a unitariedade é violada. Para certas condigoes sobre os parametros adimensionais a cau-
salidade também é violada. No caso em que tal vetor de fundo é tipo tempo a unitariedade
é violada. A causalidade é mantida, porém, com condi¢bes muito mais restritas do que
no caso tipo espaco.

Esta tese deixa em aberto alguns problemas: o estudo da renormalizabilidade
da teoria de Yang-Mills com violacao da simetria de Lorentz na presencga de férmions,
analisando também a possivel geracao de um termo tipo Chern-Simons; a andlise da
renormalizabilidade em todas as ordens em teoria de perturbacoes — muito dificil, em
principio — do setor eletrofraco com violacao de Lorentz; a andlise a 1-laco da possivel
desestabilizacao do propagador do campo de calibre advinda dos coeficientes de violagao de
Lorentz; a andlise da unitariedade da Teoria de Yang-Mills incluindo o setor de fantasmas.

Isto poderia ser feito através da quantizacao de BRST.
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APENDICE A - Notacoes e convencgoes

Nesta tese trabalharemos no espaco de Minkowski M (1) (do contrério avisaremos

quando estivermos no espago euclidiano), com tensor métrico de assinatura
n:dlag (_l—lv_la_lv_l) ) (Al)

e o tensor Levi-Civita completamente antissimétrico em seus indices e#**? ¢ normalizado

como €123 = +1. Deste modo, as coordenadas serao decompostas da seguinte forma

o = (t,x) (A.2)
e 0 4-momento

P =(",p) . (A.3)

Para o tratamento de férmions sera ttil as seguintes relagoes das matrizes-y de Dirac.
Da &lgebra de Clifford

{7 =21 (A.4)
Ainda
. Z vV_ o
V= =" = —rewas?* Y
17 Z v
o = ST (A.5)

2

Para mais convecoes das matrizes-vy ver Ref. [34]. Usamos aqui as unidades naturais

c¢=h=1. A menos que o contrario seja dito retornaremos a trabalhar com #.
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APENDICE B - Interlidio matematico

B.1 1° movimento

Mostremos, entdo, que (0|T'¢(x)d%¢(y)|0) = 9%(0|T'¢(x)¢p(y)|0). Considerando que
a fonte externa J(x) pode ser decomposta como J(z) = Ji(z) — 0,J¥(x). Entéo,

/d4x J(x)p(r) = /d4$ Ji(x)o(x) +/d4x Jy(x)0,0(x) , (B.1)

onde integramos por partes e consideramos o fato de J(z) ser uma funcao suave de suporte

compacto. A partir da definicao da funcao de Green e de funcional gerador, temos

(01T ¢ (2)0}6(y)10) = ““”2%

)
— (_Z-h>2/d4 (w> 0 )/d4z 5J(2) 0 Z[J]

8.y (x) 0. (w 0.J5(y) 0. (2)
S 2\2 4_ oz ¢4 5QZ[J] _ v 07 [J]
= —(—ih) /d 2050%(z — Q)W = (~ih)’ 8“m
= 0,{0[T¢(x)b(y)|0) , .

onde usamos a regra da cadeia funcional e integragao por partes.
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APENDICE C - Simetrias discretas

As propriedades dos campos e fontes espinoriais sob mapas discretos sao as seguin-
tes (veja [198]):

C.1 Conjugagao da carga

De forma sucinta, a operagao de conjugacgao de carga consiste em um mapa de um
estado de uma particula de carga ¢ para um estado de carga —qﬁ. Sobre os campos de
Dirac (juntamente com fontes externas usadas no Cap. , tal operacao consiste em uma

conjugacao sobre os dados campos, de modo que

=0, WC=glct, Ye=CV , Y =-vIc, (C.1)

onde a matriz C' é a matriz de conjugacao de carga, definida por C' = i7%9? e T indica a

operacao de transposicao. A matriz C' tem as seguintes propriedades
Ct=ct=cT=-C, Cc'C=1, (C.2)

e satisfaz a seguinte algebra

Cly)'C™ = =,
Cly)'C™ = s,
Cyy) C™h = s,
C’(UW)TC'_1 = —0u . (C.3)

35 Nao confundir conjugacdo de carga, que é uma mudanca de sinal na 4-corrente .J#, ver, por exemplo,
a Tabela[8 com a mudanca de sinal de e, que é a constante de acoplamento eletromagnético, que nada
mais é que uma operacao errada. De fato, dado um autoestado da O-componente, @), da 4-corrente,
i.e., |n, Q), onde n representa outros possiveis nimeros quanticos, a opera¢ao de conjugacao de carga
implica que |n, Q)¢ = f|n, —Q), onde f é um fator de fase.
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Tabela 6 - Mapa discreto das fontes.

fontes ¢ P T CP CT PT CPT
Coo, Roiog, Cijs Rijhi + + + + + + +
Ms, Coi, Cios Roijk + - - - - + +
Bi, Gioj, Gijo, Joijs Moiy + + — +  — = -
By, Gioo, Gijks Jijks N+ — +  —  + = -
Ao, Ey, F; -+ + - - 4+ -
A B Fy - - - + 4+ + -
Hij, Doi, Dig -+ - -  + = +
Ho;, Doo, Dij - - + + - = +

C.2 Paridade

A paridade consiste em uma operacao de reflexao nas coordenadas espaciais, e

mantém a coordenada temporal inalterada, tal que
P
(t,x) — (t, —x) . (C.4)
Sobre os campos de Dirac e fontes externas essa operacao atua como

¢P(t7 X) = 77p70¢(t7 _X) ) W(m X) = U;E(ta _X>70 )
YP(t,x) = Y (t,—x), Y (t,x) =Y (t, —x)°, (C.5)

com |n,| = 1.

C.3 Reversao temporal

A operacao de reversao temporal reverte o sentido do tempo e mantém as coorde-

nadas espaciais intactas. Deste modo, temos
T
(t,x) — (—t,x) . (C.6)
Tal operagao sobre os campos de Dirac e fontes externas tem a forma

¢T(t7 X) = ntVOAET(—@ X) ) W(ta X) = 77:¢T(—t7 X)A_LVO )
YT(t,x) = AY (—t,x), Y (t,x)=nYT(—t,x)A"5°,  (C.7)

onde a matriz de reversao temporal ¢ definida por A = iv'y3 e |n;|> = 1.

Para ficar claro a questao das simetrias discretas, e como se da o mecanismo de
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Tabela 7 - Mapa discreto dos campos.

campos C' P T CP CT PT CPT

Ay -+ + - -  + —
A; - - - + +  + —
E - — + + - - +
B - + - — + - 4
b -+ — — + -+
-+ - - + -+
c - + - - 4+ -  +

Tabela 8 - Mapa discreto dos bilineares de Dirac.

C P T
S(x) S(zp) S(xr)
P(x) —P(zp) —P(xp)

—J*(x) Ju(xp) Ju(or)
Jé‘(x) _J5u(xP) J5u(xT)
—T"(x) Tw(zp) —Tw(zr)

restauracao da simetria de Lorentz, estudemos na sequéncia as propriedades sob sime-
trias discretas — C, P e T — para um acoplamento especifico. Mas antes de avangarmos,

definamos o seguinte comutador [199]

[0(2), 7" ¢(@)] = Val®) (7")ag ¥s(@) = ¥5(2) (1")ag Val2)

0
Bl () — T (@ TP (a) (C.8)

onde « e 3 sao indices no espaco espinorial. E possivel mostrar que

[0(2). ()] = (e e(z) = J'(), (C.9)

N | —

onde : : refere-se ao produto normal ordenado. A definicao acima é importante no estudo
das simetrias discretas das teorias aqui tratadas. Como um exemplo, tomemos a seguinte

lagrangiana

L =e'Q, = e"iyD,. (C.10)
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Por questao de simplicidade, podemos definir tal lagrangiana de forma hermitianaF’_EL tal

que
£ = o |2 @ - 0,50) —eﬂwAy} | (C.11)

Ainda, estudemos o comportamento do operador composto Q,, invariante de calibre. Pri-

meiramente, sob conjugacao de carga, dividimo-lo em trés diferentes partes, isto é,
000 = 5 (Bubdasuths — Oubsbasta) = 5 (P00 - 0,007 . (C12)
onde usamos . A partir de (C.1]), obtemos
oS = & (0 — B,(0) (09" )
(~v"C 0o - 0,(CB ) (v CTT)

(—@DT@,ﬂT + 8,@@/)) , (C.13)

N <. D] .

onde usamos ((C.2). Ainda

0,00 = 5 (Ouubasts — Uabesdils) = 3 (B0 —v"0,07) . (C.14)
De (T,
0 = 1 (8,076 — (W) 0,7
= L (owter ey (@Y g (o)
= L (0w +T0w) (C.15)
Ademais
T = 5 (Budastis — Vsbastia) = 5 (0 —v777) | (16

36 Isto facilita o estudo da teoria sob as simetrias discretas de C e T. Sob P néo é necessario tomarmos
a lagrangiana hermitiana. Essas escolhas sao sé por questao de conveniéncia.
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onde usamos ((C.8). A partir de (C.1]), obtemos

W =
(—e"0" +9v) | (C.17)

onde usamos ((C.2)). Comparando as Eqs. (C.12)), (C.14]) e (C.16)) com as Eqs. (C.13)), (C.15)
e ((C.17)), e usando a propriedade Ai = —A,, concluimos que

Qo = -9,. (C.18)
Vejamos agora o comportamento de Q,, sob paridade, ou seja,

Qﬁ(t,x) = Z'W(t,x)afl/f(t,x) — ew_P(t,x)wp(t,x)Af(t,x)
= |np|2a(tv _X)707085¢(t7 _X) - €|np|2w(t7 _X)’VO’YO’@Z}(ta _X)AZ; (t’ X) )
(C.19)

onde usamos ((C.5]). Assim

ip(t, —x)Opth(t, —x) — e (t, —x)(t, —x) Ag(t, —x) = Qq(t, —x) ,
—i)(t, —x)0)(t, —x) + e (t, —x)h(t, —x) A;(t, —x) = —Q,(t, —x) ,
(C.20)

Qq (t,x)
Q (t,x)

onde usamos as propriedades do campo A, sob paridade dispostas na Tabela m Agora,

sob reversao temporal, isto é,

OT(tx) = 07 (630007 (8,x) — SOTOT (3007 (1) — 0 (1, )07 (1, )AL (1, %)
(C.21)

A partir de (C.7)), temos

o7 (t,x) = -%¢T(—t, x) A7 A0, (—t, %) + %801/1T(—t, x)A~17090 AP (—, %)+

— e (—t,%) A7 70 A" (—t, %) Ag(—t,X)

T

= =5 (OBt x)0(—t,%)) " + 5 (Bt %)t %)) +

— e (D(~t,x)Y(~1,%))" Ag(~t,x) = Qo(~t,%),

Q7 (%) = 50" (1, x)A™47° A0 D" (—t,%) = 20" (~1,3) A7 AT (1, %)+
F e (—t, x) A1 090 A (—t, %) Ay (—t, x)

) T 1 — T

= 5 OBt xu(=4x))" = 5 (D=t X (=t3)) "+
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+e (P(=t,x)0(=t, %)) Ai(=t,x) = —Qy(—t,x) . (C.22)

Aqui usamos a propriedade (Y O)” = 1O, ou seja, 1O1) é apenas um escalar no espaco

espinorial. O é um operador arbitrario, podendo depender das matrizes-+.

A partir das relagoes (C.18)), (C.20) e (C.22)), vemos que o operador composto Q,,
viola C e é invariante por PT. Portanto, viola CPT. Resultado, a lagrangiana ((C.11]) viola

CPT, uma vez que o campo de fundo e é par sob C, P e T. A promocao do campo de

&,

fundo e a fonte externa E*(z) — onde o argumento “z’nao s6 indica uma dependéncia
no sistema de coordenadas, mas também dependéncia em cada ponto do espago-tempo —

permite definirmos as seguintes transformagoes discretas para a fonte E*(z), i.e.,

ES(:C) = _Eﬂ(x) )
EX(t,x) = Eo(t,—x), EI(t,x) = —Ei(t,—x),
El(t,x) = Eo(~t,x), FE/(t,x) = —FEi(~t,x). (C.23)

Com esses mapas discretos a lagrangiana (C.11)) é posta em uma forma invariante sob
C, P e T, e também invariante de Lorentz. Esse procedimento usado para a lagrangiana
(C.11), quando usado para as acoes (3.3)), (6.3) e (6.4)), restaura as simetrias de Lorentz e
de CPT.
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APENDICE D - Alguns resultados em regularizacao dimensional

D.1 Regularizagcao dimensional

Por questao de completeza, na sequéncia, apresentamos alguns resultados da re-
gularizacao dimensional empregados nesta tese. Como ja comentado, essa regularizagao
consiste em realizar as integrais de Feynman em uma dimensao diferente da qual a teoria

¢ definida. No nosso caso, temos

[ [ o1

Além disso, tal modificacao implica que a dimensao canonica de massa dos campos é

alterada — uma vez que queremos manter a acao adimensional — ou seja, o campo de
calibre e o campo de Dirac tém, em d dimensoes, dimensoes de massa (d—2)/2 e (d—1)/2,
respectivamente. Isso implica que a constante de acoplamento eletromagnético, e, passa
a ter dimensao de massa (4 — d)/2. Para evitar mudanga na contagem de poténcias, a

constante de acoplamento é reescalonada como e — epu(*=49/2

, onde p é um parametro de
dimensao de massa 1 (uma escala de energia).
Ademais, o traco simetrizado sobre o produto dos momentos em d dimensoes é

definido como

1
P — 3#‘”}72,
1
TN ZBNONN N uv,af o, VB3 uB, va 22. D.2
PP p°p —d(d+2>(n n*” +ntn’? + n"n") (p°) (D.2)

Contudo, a integracao no espectro dos momentos dos propagadores é feita sobre o espectro
de massa complexa — ou momentos — no intuito de contornar os polos quando o propagador
é colocado na camada de massa. Devido a dificuldade em realizar as integrais de Feynman
no espaco de Minkowski, realiza-se uma rotagao de Wick na 0-componente do 4-momento,
e, assim, ao invés realizar as integrais no espago de Minkowski, realiza-as em um espaco
euclidiano, i.e., pg = ipor, onde por é a 0-componente do 4-momento em um espaco

euclidiano (nas componentes espaciais temos p = py). Assim,

PP—Q+ie=py—p°—Q +ic=—pip—pp—Q°=—(pp + Q7).

/ddp = /dpoddlp = /(idpoE)ddlpE = i/ddpE, (D.3)

onde () é alguma funcao nas massas das particulas que circulam no laco e nos momentos

externos. De modo geral, as integrais de Feynman, em d dimensoes, de diagramas a 1-laco,
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sao do tipo

ddp p2m . m—n ddpE p%m . m—nT1E
]m’":/ i =@ iy / 2 = i) (D)

A solugdo de I é a seguinte

Assim, de (D.5)) em (D.4]), seguem os seguintes resultados:

_ d’p 1 _ (=)mr (n—9), (-n+%)
= [ Gr—arer e @,
_ d’p P’ _ (=) hidl (n—5-1) (—nt+d+1)
he = e e @
_ d’p ' _ (=DMidd+2)P(n—5-2) (—n+d+2)
I B o e e CURSCE ‘
(D.6)
A partir de e , decorre que
d’p prp” o (=)D (n—5-1) (—n+d+1)
/ 2m)d (p? — Q> +ie)* 2 (4m)d/? ['(n) (@) ’
/ d'p  prppp® e e e (1T (n - § - 2) (Q?)(-n+4+2)
(2m) (p? — Q% +ie)” 4 (47r)d/2 ['(n) '
(D.7)

Para manipular denominadores nas integrais de Feynman, usa-se a denominada parame-

trizacao de Feynman, que, de modo geral, tem a forma

1 oel—l 1_21'951')

Desta expressao seguem-se as seguintes formulas mais especificas

1 /1 1
— = dz 5
1 1—x
—_— = d . D9
ABC / x/ xA+yB+(1—x— )C’] (D-9)

A seguinte relacao é universal nos calculos dos diagramas de Feynman por regularizacao
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dimensional

(@) (@ymiem) [1_51 @_2} ey

_ D.10
a (4m)4/2 (47)2 2 drp? (D-10)

onde usamod| d = 4 — e.

A expansao de Taylor da func¢ao I' em torno de € — 0, tem a forma [200]:

Fln+1+5) = n!{1+§w(n+1)+

5 [/ (n+ 1) + ¢(n+1)*] +O(e3)} ,

5
P(-n+s) = (_n—l!w{§+w(n+1>+€{%2+w(n+1>2—w’<n+1>}+0<62>}»
(D.11)

onde

(D.12)

D.2 Matrizes-v: propriedades algébricas em d dimensoes

Seguem algumas propriedades algebricas das matrizes-y utilizadas nesta tese:

Y = (2—d)Y”,

e e e
Yoy PP

VoY P

29°7% — (2= d)y*y’ |
=27 Py — (d — 4)y* Py,

AN BACNT a B Ao

2777 + PP ) — (d — 4P . (D.13)

37 Usamos também a relacio a® = e*™% =1+ zlna +....
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APENDICE E - Termos de vdcuo: EDQ estendida

Iremos agora discutir a agao de vacuo da EDQ estendida, i.e., a acao que leva
em conta somente os termos dependentes das fontes. Desde que essa agao nao interfere
na renormalizacao das fontes, ou no conteido dinamico do modelo, essa discussao nao
influencia nos resultados obtidos até agora. Contudo, nao descreveremos aqui todos os
termos de vacuo. Apresentaremos aqui somente os termos mais sutis que demandam uma

andlise cuidadosa. Assim, para a acao de vacuo, temos

Yy = /d4x (ozlflufl“fly[l” + OéQmAHAMAVEV + angAMA“EME“ + oz4m2AHAZ,E“E”+
+ asm’AE'E E” + agm*E,E'E,E") + s / d'x (v "™ T 5 1,
+ ﬁlﬁuvaﬁ)‘upwt]ypat]angﬁgé + ﬁZTuyaﬁ 97007)\11/)0-2{]1//)0{]01}6&]506_'_
Ty I g NS )
_ / d'e (A, A A, A" + apmA, A" A, E¥ + agm® A, AP E, E* + aym®A, A, EVE¥+
+ asm’A,E"E,E” + agm*E,E"E,E") + / d*x (a7 TV 5]+

+ D1Rpuapd Ty I TP 4 05T, 0" Coy T T, T, T+

+ 293T,u1/a,8 TCT”Y& RTW@f JH ‘]Vpa awéjﬁa(S) : (E ]')

Os termos que dependem da massa do elétron sao introduzidos a fim de garantir a esta-
bilidade quantica do vacuo. Isto pode ser facilmente entendido pelo fato de que as fontes
Al ¢ E* sofrem mistura sob correcdes quanticas. O mesmo pode ser dito sobre as fontes
Kuvag € Cyy.

No limite fisico das fontes (4.8)), a agao (E.1|) reduz-se a
Sypis = /d4x (auata,a” + asmayataye” + agm’a,ate e’ + aym’a,aete’ +
+ a5m3aue“eye” + a6m4eue“eye” + 6¢v* + (893 — 2191)/10‘“”Mvav(,112+

+ 819200“’vavav2) , (E.2)

que mostra o vacuo nao-trivial do modelo. Agora podemos proceder como na Sec. e
procurar o contratermo mais geral compativel com as identidades de Ward mostradas em
(4.21)

et — / d'e (bray A, A4 A, A + byym A, A4 A, B + byagm®A, AV E, BV +

+ byaym?A, A, B*EY + bsasm®A,E"E, E” + bsagm*E,E"E,E") + SxA™Y . (E.3)
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ALY = / d*z (br¢ e """ T 5 " + b1 Fppas X T, I T 770+

0T o N 5 T g0 T, 57T e NP T I TP )
(E.4)

E simples mostrar que o contratermo mais geral é

o / de (bran A, A A, A + bem A, A4 A, B 1 byagm®A, AP E, B+
+ b4a4m2/_1ufl,,E“E” + b5a5m3AME“EVE” + b6a6m4EuE“EVE”+
+ b7CJWaJ“fBVJ” "+ bs DK pwap ST 0 I, ;P70
t boaT 05" Coy I T J%5 T %0 + 01005T s 0 Foce S0 T 10 T, JW)
(E.5)
Para finalizar a renormalizabilidade do termo de vacuo, é necessario checar a estabilidade

quantica do vacuo. Assim, temos que mostrar que a seguinte relagao é possivel
Syl + P[0 E] = Dy, &) + O, (E.6)
onde os parametros nao-renormalizados sao definidos como

Encontra-se, assim, as seguintes expressoes para os fatores de renormalizac¢ao:

ZO[1 ( 4@15 + 4&3) s

aq
b2 — Q4 — 3(1,15 — Q10 + 5&3 4(116—> N
&%)

a
bs — 2a4 — 2a15 — 2a10 + 6ag — a16_2) ;
a3

N
I

Oy

Za5:1+€ b5 3a4—a15—3a10+7a3—2a16 (063+Oé4)> s

. +e (b4 — 2a4 — 2a15 — 2a19 + 6az — 26116%) ;

0%
Log = —4ay + 4az — alGZ—Z) ,
Ze =1+ ¢ (br + 4ay) ,
Zy, =1 +¢(bs — ay + 5ap)
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U — 40
Zigz—1+6<b9—a5—a6+a3+4a0—a2 (%)) s
2

2193 =1+4¢ (blo —ay + 5ag — alo%) . (E8)
3

A prova da renormalizabilidade de todos os possiveis termos de vacuo segue de

forma andloga.
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APENDICE F - Renormalizagao alternativa dos parametros

Foi apresentado na Sec. a renormalizagao dos parametros relacionados aos

termos de massa, vértices e termos de viacuo. Uma forma alternativa, mas equivalente,

de apresentar a renormalizacao dos parametros adimensionais pode ser feita usando re-

normalizacao matricial. Isto acontece devido ao fato de que os termos de mistura entre

as fontes induz, de uma forma natural, uma mistura entre seus respectivos parametros.

Assim, podemos escrever

Qo1 a1
Qo2 5]
Qo3 Za Q3
Qg o7}
Qo5 Q5
E encontrado que
ajl — 2@7 + (on) —Q9
—ag 12 — a7 — a0 + Qg
Z,=1+¢
0 —asg

(F.1)
—ayg 0
0 —ayg
@13 — a7 — ajo + Qo —ayg
—ag a4 — 2a19 + ag
(F.2)

E é possivel generalizar esse método para as outras classes de parametros.
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APENDICE G - Alguns resultados completos

No caso geral para um vetor de fundo tipo espaco, a terceira velocidade de grupo

deve satisfazer a condicao de causalidade quando 5 > 0 e

a < —1—18[35+\/§<\/A+C+\/2A—C+Dﬂ U

o > —1—18 38+ V3 (VATC-v2A-CiD)| . (1)

Ou, se < 0, entao

a>—1—18[35+\/§<\/A+C+\/2A—C+D)] | (G.2)

desde que

2
A=A ko) — 8(%) 138,

kS 2 . kg 4 ) kS 4
B(B, ks, p) = —(—> 8 8(—) +278% — 3384/ 16 (—) +2782|
I ft I

C=CBohnp) = ;i: ( ) 1 B(B. ks >] ,
) ova |1 (5) - o] o
=DiBokarp) = VAB, ks, 1) + B(B, ks, 1) )

Devido ao intervalo extensivo, optamos tornar a analise mais facil quando escolhemos a
condigao f = —3a/2 com a > 0.

Para a quarta velocidade de grupo os parametros devem simplesmente satisfazer

B<0ﬂa}—lig[3ﬁ+\/§(\/A+C—\/2A—C+D>} . (G.4)

Um intervalo mais completo para a quarta velocidade de grupo satisfazendo aquela condicao
de causalidade pode ser resumido na interse¢ao das desigualdades (G.1)), (G.2) e (G.4),

1.€.,

_i6(1+24a)<5<o N a>—1—18 [35+¢§(\/A+C—VQA—C+D)} . (G5)



1]

[10]

[11]

[15]

158

REFERENCIAS

C. Quigg, “Gauge Theories of the Strong, Weak, and Electromagnetic Interactions:
Second Edition,”

H. K. Quang and X. Y. Pham, “Elementary particles and their interactions: con-

cepts and phenomena,” Berlin, Germany: Springer-Verlag, 1998. 661 p.
S. Weinberg, “A Model of Leptons,” Phys. Rev. Lett. 19, 1264 (1967).

S. L. Glashow, J. Iliopoulos and L. Maiani, “Weak Interactions with Lepton-Hadron
Symmetry,” Phys. Rev. D 2, 1285 (1970).

J. S. Schwinger, “Quantum electrodynamics. I A covariant formulation,” Phys. Rev.
74, 1439 (1948).

R. P. Feynman, “The Theory of positrons,” Phys. Rev. 76, 749 (1949).

R. P. Feynman, “Mathematical formulation of the quantum theory of electromag-
netic interaction,” Phys. Rev. 80, 440 (1950).

D. J. Gross and F. Wilczek, “Ultraviolet Behavior of Nonabelian Gauge Theories,”
Phys. Rev. Lett. 30, 1343 (1973).

H. D. Politzer, “Reliable Perturbative Results for Strong Interactions?,” Phys. Rev.
Lett. 30, 1346 (1973).

R. U. Sexl and H. K. Urbantke, “Relativity Groups, Particles. Special Theory of
Relativity as the Basis of Field and Elementary Particle Physics,” Wien 1976, 301p

V. De Sabbata and M. Gasperini, “Introduction To Gravity,” Singapore, Singapore:
World Scientific (1985) 346p

E. Noether, “Invariant Variation Problems,” Gott. Nachr. 1918, 235 (1918) [Transp.
Theory Statist. Phys. 1, 186 (1971)] [physics/0503066].

V. Bargmann, “Irreducible unitary representations of the Lorentz group,” Annals
Math. 48, 568 (1947).

V. Bargmann and E. P. Wigner, “Group Theoretical Discussion of Relativistic Wave
Equations,” Proc. Nat. Acad. Sci. 34, 211 (1948).

R. Jost, “A remark on the C.T.P. theorem,” Helv. Phys. Acta 30, 409 (1957).



[16]

[17]

[18]

[20]

[21]

[22]

23]

[25]

[26]

[27]

28]

[29]

159

R. F. Streater and A. S. Wightman, “PCT, spin and statistics, and all that,” Prin-
ceton, USA: Princeton Univ. Pr. (2000) 207 p.

R. Haag, “Local quantum physics: Fields, particles, algebras,” Berlin, Germany:

Springer (1992) 356 p. (Texts and monographs in physics)

O. W. Greenberg, “CPT violation implies violation of Lorentz invariance,” Phys.

Rev. Lett. 89, 231602 (2002) [hep-ph,/0201258).

C. Becchi, A. Rouet and R. Stora, “Renormalization of Gauge Theories,” Annals
Phys. 98, 287 (1976).

[. V. Tyutin, “Gauge Invariance in Field Theory and Statistical Physics in Operator
Formalism,” Lebedev Institute preprint No. 39 (1975). arXiv:0812.0580 [hep-th].

T. Kugo and I. Ojima, “Local Covariant Operator Formalism of Nonabelian Gauge
Theories and Quark Confinement Problem,” Prog. Theor. Phys. Suppl. 66, 1 (1979).

Y. Nambu, “Quasiparticles and Gauge Invariance in the Theory of Superconducti-
vity,” Phys. Rev. 117, 648 (1960).

J. Goldstone, “Field Theories with Superconductor Solutions,” Nuovo Cim. 19, 154
(1961).

J. Goldstone, A. Salam and S. Weinberg, “Broken Symmetries,” Phys. Rev. 127,
965 (1962).

P. W. Higgs, “Broken symmetries, massless particles and gauge fields,” Phys. Lett.
12, 132 (1964).

P. W. Higgs, “Broken Symmetries and the Masses of Gauge Bosons,” Phys. Rev.
Lett. 13, 508 (1964).

F. Englert and R. Brout, “Broken Symmetry and the Mass of Gauge Vector Me-
sons,” Phys. Rev. Lett. 13, 321 (1964).

G. S. Guralnik, C. R. Hagen and T. W. B. Kibble, “Global Conservation Laws and
Massless Particles,” Phys. Rev. Lett. 13, 585 (1964).

R. A. Bertlmann, “Anomalies in quantum field theory,” Oxford, UK: Clarendon
(1996) 566 p. (International series of monographs on physics: 91)

A. Browman, J. DeWire, B. Gittelman, K. M. Hanson, D. Larson, E. Loh and
R. Lewis, “The Decay Width of the Neutral pi Meson,” Phys. Rev. Lett. 33, 1400
(1974).



[31]

32]

33]

[40]

[41]

[42]

[43]

[44]

[45]

160

D. Colladay and V. A. Kostelecky, “Lorentz violating extension of the standard
model,” Phys. Rev. D 58, 116002 (1998) [hep-ph/9809521].

V. A. Kostelecky and S. Samuel, “Spontaneous Breaking of Lorentz Symmetry in
String Theory,” Phys. Rev. D 39, 683 (1989).

H. Lehmann, K. Symanzik and W. Zimmermann, “On the formulation of quantized
field theories,” Nuovo Cim. 1, 205 (1955).

C. Itzykson and J. B. Zuber, “Quantum Field Theory,” New York, Usa: Mcgraw-hill
(1980) 705 P.(International Series In Pure and Applied Physics)

R. E. Cutkosky, “Singularities and discontinuities of Feynman amplitudes,” J. Math.
Phys. 1, 429 (1960).

M. J. G. Veltman, “Unitarity and causality in a renormalizable field theory with
unstable particles,” Physica 29, 186 (1963).

M. Veltman, in Methods in Field Theory, edited by R. Bailian and J. Zinn-Justin
(World Scientific, Singapore, 1981).

C. A. Hernaski, Novos Cenarios Efetivos para a Gravitacao Quantica: Torgao
Dinamica e Gravitons Massivos na Escala do LHC, Tese de Doutorado (CBPF),
(2011).

A. K. Das, “Field theory: A Path integral approach,” World Sci. Lect. Notes Phys.
52, 1 (1993).

G. Kallén, “On the magnitude of the renormalization constants in quantum elec-
trodynamics,” Kong. Dan. Vid. Sel. Mat. Fys. Med. 27, no. 12, 1 (1953).

H. Lehmann, “On the Properties of propagation functions and renormalization con-
tants of quantized fields,” Nuovo Cim. 11, 342 (1954).

S. Weinberg, “High-energy behavior in quantum field theory,” Phys. Rev. 118, 838
(1960).

W. Pauli and F. Villars, “On the Invariant regularization in relativistic quantum
theory,” Rev. Mod. Phys. 21, 434 (1949).

C. G. Bollini and J. J. Giambiagi, “Lowest order divergent graphs in nu-dimensional
space,” Phys. Lett. B 40, 566 (1972).

G. 't Hooft and M. J. G. Veltman, “Regularization and Renormalization of Gauge
Fields,” Nucl. Phys. B 44 (1972) 189.



[46]

[47]

[50]

[51]

[52]

[53]

[54]

[55]

[56]

[58]

[59]

161
G. Bonneau, “Field Redefinition and On-shell Renormalization,” Nucl. Phys. B 221,
178 (1983).

N. N. Bogoliubov and O. S. Parasiuk, ¢ Uber die Multiplikation der Kausalfunkti-
onen in der Quantentheorie der Felder ,” Acta. Math. 185, 227 (1957).

K. Hepp, “Proof of the Bogolyubov-Parasiuk theorem on renormalization,” Com-

mun. Math. Phys. 2, 301 (1966). doi:10.1007/BF01773358

W. Zimmermann, “Convergence of Bogolyubov’s method of renormalization in mo-
mentum space,” Commun. Math. Phys. 15, 208 (1969) [Lect. Notes Phys. 558, 217
(2000)].

J. H. Lowenstein and W. Zimmermann, “On the Formulation of Theories with Zero
Mass Propagators,” Nucl. Phys. B 86, 77 (1975).

O. Piguet and A. Rouet, “Symmetries in Perturbative Quantum Field Theory,”
Phys. Rept. 76, 1 (1981).

O. Piguet, S. P. Sorella and, Algebraic renormalization: Perturbative renormaliza-

tion, symmetries and anomalies, (Springer, Berlin, 1995).

W. Zimmermann, “Composite operators in the perturbation theory of renormaliza-
ble interactions,” Annals Phys. 77, 536 (1973) [Lect. Notes Phys. 558, 244 (2000)].

L. H. Ryder, “Quantum Field Theory,” ISBN-9780521237642.

T. E. Clark and J. H. Lowenstein, “Generalization of Zimmermann’s Normal-
Product Identity,” Nucl. Phys. B 113, 109 (1976).

Y. M. P. Lam, “Equivalence theorem on Bogolyubov-Parasiuk-Hepp-Zimmermann
renormalized Lagrangian field theories,” Phys. Rev. D 7, 2943 (1973).

Y. M. P. Lam, “Perturbation Lagrangian theory for scalar fields: Ward-Takahasi
identity and current algebra,” Phys. Rev. D 6, 2145 (1972).

J. H. Lowenstein, “Differential vertex operations in Lagrangian field theory,” Com-
mun. Math. Phys. 24, 1 (1971).

E. R. Speer, “Renormalization and ward identities using complex space-time dimen-
sion,” J. Math. Phys. 15, 1 (1974).

M. C. Bergere and Y. M. P. Lam, “Bogolyubov-Parasiuk Theorem in the alpha
Parametric Representation,” J. Math. Phys. 17, 1546 (1976).



162

[61] P. Breitenlohner and D. Maison, “Dimensional Renormalization and the Action
Principle,” Commun. Math. Phys. 52, 11 (1977).

[62] P. Breitenlohner and D. Maison, “Dimensionally Renormalized Green’s Functions
for Theories with Massless Particles. 1.,” Commun. Math. Phys. 52, 39 (1977).

[63] P. Breitenlohner and D. Maison, “Dimensionally Renormalized Green’s Functions
for Theories with Massless Particles. 2.,” Commun. Math. Phys. 52, 55 (1977).

[64] M. Duetsch and K. Fredenhagen, Commun. Math. Phys. 219, 5 (2001) [hep-
£h/0001129)].

[65] P. A. Grassi, T. Hurth and M. Steinhauser, “Practical algebraic renormalization,”
Annals Phys. 288, 197 (2001) [hep-ph/9907426].

[66] N. Vandersickel, “A Study of the Gribov-Zwanziger action: from propagators to
glueballs,” arXiv:1104.1315 [hep-th].

[67] D. Colladay and V. A. Kostelecky, “CPT violation and the standard model,” Phys.
Rev. D 55, 6760 (1997) [hep-ph/9703464].

[68] V. A. Kostelecky and R. Potting, “CPT, strings, and meson factories,” Phys. Rev.
D 51, 3923 (1995) [hep-ph/9501341].

[69] V. A. Kostelecky, “Gravity, Lorentz violation, and the standard model,” Phys. Rev.
D 69, 105009 (2004) [hep-th/0312310].

[70] V. A. Kostelecky and R. Potting, “CPT and strings,” Nucl. Phys. B 359, 545 (1991).

[71] V. A. Kostelecky and S. Samuel, “Photon and Graviton Masses in String Theories,”
Phys. Rev. Lett. 66, 1811 (1991).

[72] V. A. Kostelecky and R. Potting, “Expectation values, Lorentz invariance, and CPT
in the open bosonic string,” Phys. Lett. B 381, 89 (1996) [hep-th/9605088].

[73] V. A. Kostelecky and R. Potting, “Analytical construction of a nonperturba-
tive vacuum for the open bosonic string,” Phys. Rev. D 63, 046007 (2001) [hep-
th,/0008252].

[74] Z. Guralnik, R. Jackiw, S. Y. Pi and A. P. Polychronakos, “Testing noncommutative
QED, constructing noncommutative MHD,” Phys. Lett. B 517, 450 (2001) [hep-
£h/0106044).

[75] S. M. Carroll, J. A. Harvey, V. A. Kostelecky, C. D. Lane and T. Okamoto, “Non-
commutative field theory and Lorentz violation,” Phys. Rev. Lett. 87, 141601 (2001)
[hep-th/0105082].



[76]

[80]

[81]

[82]

[83]

[87]

[88]

[89]

163

J. M. Carmona, J. L. Cortes, J. Gamboa and F. Mendez, “Noncommutativity in
field space and Lorentz invariance violation,” Phys. Lett. B 565, 222 (2003) [hep-
th/0207158].

C. E. Carlson, C. D. Carone and R. F. Lebed, “Supersymmetric noncommutative
QED and Lorentz violation,” Phys. Lett. B 549, 337 (2002) [hep-ph/0209077].

M. M. Sheikh-Jabbari, “C, P, and T invariance of noncommutative gauge theories,”
Phys. Rev. Lett. 84, 5265 (2000) [hep-th/0001167].

J. Alfaro, M. Reyes, H. A. Morales-Tecotl and L. F. Urrutia, “On alternative ap-
proaches to Lorentz violation invariance in lago quantum gravity inspired models,”
Phys. Rev. D 70, 084002 (2004) [gr-qc/0404113].

M. S. Berger, “Superfield realizations of Lorentz and CPT violation,” Phys. Rev. D
68, 115005 (2003) [hep-th/0308036].

M. S. Berger and V. A. Kostelecky, “Supersymmetry and Lorentz violation,” Phys.
Rev. D 65, 091701 (2002) [hep-th/0112243].

S. Groot Nibbelink and M. Pospelov, “Lorentz violation in supersymmetric field
theories,” Phys. Rev. Lett. 94, 081601 (2005) [hep-ph/0404271].

C. P. Burgess, J. M. Cline, E. Filotas, J. Matias and G. D. Moore, “Loop generated
bounds on changes to the graviton dispersion relation,” JHEP 0203, 043 (2002)
[hep-ph/0201082].

J. D. Bjorken, “Cosmology and the standard model,” Phys. Rev. D 67, 043508
(2003) [hep-th/0210202].

H. Belich, T. Costa-Soares, M. A. Santos and M. T. D. Orlando, “Violagao da
Simetria de Lorentz,” Rev. Bras. Ensino Fis., Sao Paulo, v. 29, n. 1, p. 57-64, 2007.

J. D. Tasson, “What Do We Know About Lorentz Invariance?,” Rept. Prog. Phys.
77, 062901 (2014) [arXiv:1403.7785 [hep-ph]].

C. N. Yang and R. L. Mills, “Conservation of Isotopic Spin and Isotopic Gauge
Invariance,” Phys. Rev. 96, 191 (1954).

R. Bluhm and V. A. Kostelecky, “Spontaneous Lorentz violation, Nambu-Goldstone
modes, and gravity,” Phys. Rev. D 71, 065008 (2005) [hep-th/0412320].

R. Bluhm, S. H. Fung and V. A. Kostelecky, “Spontaneous Lorentz and Diffeo-
morphism Violation, Massive Modes, and Gravity,” Phys. Rev. D 77, 065020 (2008)



[90]

[94]

[95]

[96]

[97]

[98]

[99]

[100]

[101]

[102]

[103]

[104]

164

V. A. Kostelecky and R. Potting, “Gravity from local Lorentz violation,” Gen. Rel.
Grav. 37, 1675 (2005) [Int. J. Mod. Phys. D 14, 2341 (2005)] [gr-qc/0510124].

V. A. Kostelecky and R. Potting, “Gravity from spontaneous Lorentz violation,”
Phys. Rev. D 79, 065018 (2009) [arXiv:0901.0662 [gr-qc]].

R. Lehnert, “Threshold analyses and Lorentz violation,” Phys. Rev. D 68, 085003
(2003) [gr-qc/0304013].

R. Bluhm, “Overview of the SME: Implications and phenomenology of Lorentz
violation,” Lect. Notes Phys. 702, 191 (2006) [hep-ph/0506054].

V. A. Kostelecky and N. Russell, “Data Tables for Lorentz and CPT Violation,”
Rev. Mod. Phys. 83, 11 (2011) [arXiv:0801.0287 [hep-ph]].

D. Mattingly, “Modern tests of Lorentz invariance,” Living Rev. Rel. 8, 5 (2005)
[gr-qc/0502097].

S. Liberati and L. Maccione, “Lorentz Violation: Motivation and new constraints,”
Ann. Rev. Nucl. Part. Sci. 59, 245 (2009) [arXiv:0906.0681 [astro-ph.HE]].

S. Liberati, “Lorentz symmetry breaking: phenomenology and constraints,” J. Phys.
Conf. Ser. 631, no. 1, 012011 (2015).

V. A. Kostelecky and R. Lehnert, “Stability, causality, and Lorentz and CPT vio-
lation,” Phys. Rev. D 63, 065008 (2001) [hep-th/0012060].

S. M. Carroll, G. B. Field and R. Jackiw, “Limits on a Lorentz and Parity Violating
Modification of Electrodynamics,” Phys. Rev. D 41, 1231 (1990).

C. Adam and F. R. Klinkhamer, “Causality and CPT violation from an Abelian
Chern-Simons like term,” Nucl. Phys. B 607, 247 (2001) [hep-ph/0101087].

C. Adam and F. R. Klinkhamer, “Causality and radiatively induced CPT violation,”
Phys. Lett. B 513, 245 (2001) [hep-th/0105037].

A. P. Baeta Scarpelli, H. Belich, J. L. Boldo and J. A. Helayel-Neto, “Aspects of
causality and unitarity and comments on vortexlike configurations in an abelian
model with a Lorentz breaking term,” Phys. Rev. D 67, 085021 (2003).

V. A. Kostelecky and M. Mewes, “Signals for Lorentz violation in electrodynamics,”
Phys. Rev. D 66, 056005 (2002) [hep-ph/0205211].

R. Casana, M. M. Ferreira, Jr; A. R. Gomes and P. R. D. Pinheiro, “Gauge pro-
pagator and physical consistency of the CPT-even part of the Standard Model
Extension,” Phys. Rev. D 80, 125040 (2009) [arXiv:0909.0544 [hep-th]].



[105]

[106]

[107]

[108]

[109]

[110]

111]

[112]

[113]

[114]

[115]

[116]

[117]

[118]

165

R. Casana, M. M. Ferreira, A. R. Gomes and F. E. P. dos Santos, “Feynman pro-
pagator for the nonbirefringent CPT-even electrodynamics of the Standard Model
Extension,” Phys. Rev. D 82, 125006 (2010) [arXiv:1010.2776 [hep-th]].

M. Schreck, “Analysis of the consistency of parity-odd nonbirefringent modified
Maxwell theory,” Phys. Rev. D 86, 065038 (2012) [arXiv:1111.4182 [hep-th]].

G. Gabadadze and L. Grisa, “Lorentz-violating massive gauge and gravitational
fields,” Phys. Lett. B 617, 124 (2005) [hep-th/0412332].

H. G. Fargnoli, L. C. T. Brito, A. P. B. Scarpelli and M. Sampaio, “Dual embedding
of extended models with a Lorentz-breaking mass term,” Phys. Rev. D 90, no. 8§,
085016 (2014) [arXiv:1407.6904 [hep-th]].

A. P. Baeta Scarpelli and J. A. Helayel-Neto, “A Lorentz-violating SO(3) model:
Discussing the unitarity, causality and the 't Hooft-Polyakov monopoles,” Phys.
Rev. D 73, 105020 (2006) [hep-th/0601015].

V. A. Kostelecky, C. D. Lane and A. G. M. Pickering, “One loop renormalization
of Lorentz violating electrodynamics,” Phys. Rev. D 65, 056006 (2002)

O. M. Del Cima, D. H. T. Franco, A. H. Gomes, J. M. Fonseca and O. Piguet, “All
orders renormalizability of a Lorentz and CPT violating quantum electrodynamics,”
Phys. Rev. D 85, 065023 (2012)

G. de Berredo-Peixoto and I. L. Shapiro, “On the renormalization of CPT /Lorentz
violating QED in curved space,” Phys. Lett. B 642, 153 (2006) [hep-th/0607109].

D. Anselmi and M. Halat, “Renormalization of Lorentz violating theories,” Phys.
Rev. D 76, 125011 (2007) [arXiv:0707.2480 [hep-th]].

D. Anselmi, “Weighted power counting and chiral dimensional regularization,”
Phys. Rev. D 89, no. 12, 125024 (2014) [arXiv:1405.3110 [hep-th]].

D. Anselmi and E. Ciuffoli, “Renormalization Of High-Energy Lorentz Violating
Four Fermion Models,” Phys. Rev. D 81, 085043 (2010) [arXiv:1002.2704 [hep-ph]].

D. Anselmi and M. Taiuti, “Renormalization Of High-Energy Lorentz Violating
QED,” Phys. Rev. D 81, 085042 (2010) [arXiv:0912.0113 [hep-ph]].

D. Colladay and P. McDonald, “One-Loop Renormalization of Pure Yang-Mills with
Lorentz Violation,” Phys. Rev. D 75, 105002 (2007)

D. Colladay and P. McDonald, “One-Loop Renormalization of the Electroweak Sec-
tor with Lorentz Violation,” Phys. Rev. D 79, 125019 (2009)



[119]

[120]

[121]

[122]

[123]

[124]

125

[126]

[127]

[128]

[129]

[130]

[131]

[132]

166

D. Colladay and P. McDonald, “One-Loop Renormalization of QCD with Lorentz
Violation,” Phys. Rev. D 77, 085006 (2008)

J. M. Chung and P. Oh, “Lorentz and CPT violating Chern-Simons term in the
derivative expansion of QED,” Phys. Rev. D 60, 067702 (1999) [hep-th/9812132].

J. M. Chung, “Lorentz and CPT violating Chern-Simons term in the formulation
of functional integral,” Phys. Rev. D 60, 127901 (1999) [hep-th/9904037].

J. M. Chung, “Radiatively induced Lorentz and CPT violating Chern-Simons term
in QED,” Phys. Lett. B 461, 138 (1999) [hep-th/9905095].

R. Jackiw and V. A. Kostelecky, “Radiatively induced Lorentz and CPT violation
in electrodynamics,” Phys. Rev. Lett. 82, 3572 (1999) [hep-ph/9901358].

M. Perez-Victoria, “Exact calculation of the radiatively induced Lorentz and CPT
violation in QED,” Phys. Rev. Lett. 83, 2518 (1999) [hep-th/9905061].

W. F. Chen, “Understanding radiatively induced Lorentz CPT violation in diffe-
rential regularization,” Phys. Rev. D 60, 085007 (1999) [hep-th/9903258|.

M. Chaichian, W. F. Chen and R. Gonzalez Felipe, “Radiatively induced Lorentz
and CPT violation in Schwinger constant field approximation,” Phys. Lett. B 503,
215 (2001) [hep-th/0010129)].

L. H. Chan, “Induced Lorentz violating Chern-Simons term in QED and anomalous

contributions to effective action expansions,” hep-ph/9907349.

S. R. Coleman and S. L. Glashow, “High-energy tests of Lorentz invariance,” Phys.
Rev. D 59, 116008 (1999) [hep-ph/9812418].

R. Jackiw, “When radiative corrections are finite but undetermined,” Int. J. Mod.

Phys. B 14, 2011 (2000) [hep-th/9903044].

M. Perez-Victoria, “Physical (ir)relevance of ambiguities to Lorentz and CPT vio-

lation in QED,” JHEP 0104, 032 (2001) [hep-th/0102021].

G. Bonneau, “Regularization: Many recipes, but a unique principle, Ward identities
and normalization conditions: The Case of CPT violation in QED,” Nucl. Phys. B
593, 398 (2001) [hep-th/0008210].

G. Bonneau, “Extended QED with CPT violation: Clarifying some controversies,”
Nucl. Phys. B 764, 83 (2007) [hep-th/0611009].



133

[134]

[135]

[136]

[137]

[138]

[139)]

[140]

141]

[142]

[143]

144]

167

O. M. Del Cima, J. M. Fonseca, D. H. T. Franco and O. Piguet, “Lorentz and CPT
violation in QED revisited: A Missing analysis,” Phys. Lett. B 688, 258 (2010)
[arXiv:0912.4392 [hep-th]].

A. P. Baeta Scarpelli, M. Sampaio, M. C. Nemes and B. Hiller, “Gauge invariance
and the CPT and Lorentz violating induced Chern-Simons-like term in extended
QED,” Eur. Phys. J. C 56, 571 (2008) [arXiv:0804.3537 [hep-th]].

F. A. Brito, J. R. Nascimento, E. Passos and A. Y. Petrov, “The Ambiguity-free
four-dimensional Lorentz-breaking Chern-Simons action,” Phys. Lett. B 664, 112
(2008) [arXiv:0709.3090 [hep-thl]].

O. A. Battistel and G. Dallabona, “Role of ambiguities and gauge invariance in
the calculation of the radiatively induced Chern-Simons shift in extended QED,” J.
Phys. G 27, L53 (2001) [Nucl. Phys. B 610, 316 (2001)] [hep-th/0012181].

W. F. Chen, “Issues on radiatively induced Lorentz and CPT violation in quantum
electrodynamics,” AIP Conf. Proc. 601, 242 (2001) [hep-th/0106035].

B. Altschul, “Failure of gauge invariance in the nonperturbative formulation of
massless Lorentz violating QED,” Phys. Rev. D 69, 125009 (2004) [hep-th/0311200].

B. Altschul, “Radiatively induced Lorentz-violating photon masses,” Phys. Rev. D
73, 036005 (2006) [hep-th/0512090].

M. Gomes, J. R. Nascimento, E. Passos, A. Y. Petrov and A. J. da Silva, “On
the induction of the four-dimensional Lorentz-breaking non-Abelian Chern-Simons
action,” Phys. Rev. D 76, 047701 (2007) [arXiv:0704.1104 [hep-th]].

J. B. Araujo, R. Casana and M. M. Ferreira, “Constraining CPT-even and Lorentz-
violating nonminimal couplings with the electron magnetic and electric dipole mo-
ments,” Phys. Rev. D 92, no. 2, 025049 (2015) [arXiv:1505.05592 [hep-ph]].

J. B. Araujo, R. Casana and M. M. Ferreira, “General CPT-even dimension-five
nonminimal couplings between fermions and photons yielding EDM and MDM,”
Phys. Lett. B 760, 302 (2016) [arXiv:1604.03577 [hep-ph]].

J. B. Araujo, R. Casana and M. M. Ferreira, “General Electromagnetic Nonminimal
Couplings in the Dirac Equation,” arXiv:1607.08546 [hep-ph].

R. Casana, M. M. Ferreira, Jr, E. O. Silva, E. Passos and F. E. P. dos Santos, “New
C PT-even and Lorentz-violating nonminimal coupling in the Dirac equation,” Phys.
Rev. D 87, no. 4, 047701 (2013) [arXiv:1212.6361].



[145]

[146]

[147)

[148]

[149]

[150]

[151]

[152]

[153]

[154]
[155]
[156]

[157]

158

168

R. Casana, M. M. Ferreira, R. V. Maluf and F. E. P. dos Santos, “Effects of a
CPT-even and Lorentz-violating nonminimal coupling on the electron-positron scat-

tering,” Phys. Rev. D 86, 125033 (2012) [arXiv:1212.6230 [hep-th]].

H. Belich, E. O. Silva, M. M. Ferreira and M. T. D. Orlando, “Aharonov-Bohm-
Casher Problem with a nonminimal Lorentz-violating coupling,” Phys. Rev. D 83,
125025 (2011) [arXiv:1106.0789 [hep-th]].

R. Casana, M. M. Ferreira, Jr and M. R. O. Silva, “Parity-odd and CPT-even
electrodynamics of the SME at Finite Temperature,” Phys. Rev. D 81, 105015
(2010) [arXiv:0910.3709 [hep-th]].

R. Casana, M. M. Ferreira, Jr, J. S. Rodrigues and M. R. O. Silva, “Finite Tempe-
rature CPT-even Electrodynamics of the Standard Model Extension,” Phys. Rev.
D 80, 085026 (2009) [arXiv:0907.1924 [hep-th]].

A. Celeste, T. Mariz, J. R. Nascimento and A. Y. Petrov, “Higher-derivative
Lorentz-breaking terms in extended QED at the finite temperature,” Phys. Rev.
D 93, no. 6, 065012 (2016) [arXiv:1602.02570 [hep-th]].

H. Belich, T. Mariz, J. R. Nascimento and A. Y. Petrov, “On one-loop corrections
in the CPT-even extension of QED,” arXiv:1601.03600 [hep-th].

J. Leite, T. Mariz and W. Serafim, “The induced higher derivative Lorentz-violating
Chern-Simons term at finite temperature,” J. Phys. G 40, 075003 (2013).

J. Leite and T. Mariz, “Induced Lorentz-violating terms at finite temperature,”
Europhys. Lett. 99, 21003 (2012) [arXiv:1110.2127 [hep-th]].

T. Mariz, “Radiatively induced Lorentz-violating operator of mass dimension five

in QED,” Phys. Rev. D 83, 045018 (2011) [arXiv:1010.5013 [hep-th]].

J. C. Ward, “The scattering of light by light,” Phys. Rev. 77, 293 (1950).

J. C. Ward, “An Identity in Quantum Electrodynamics,” Phys. Rev. 78, 182 (1950).
Y. Takahashi, “On the generalized Ward identity,” Nuovo Cim. 6, 371 (1957).

M. E. Peskin and D. V. Schroeder, “An Introduction to quantum field theory,”
Reading, USA: Addison-Wesley (1995) 842 p

W. H. Furry, “On Bound States and Scattering in Positron Theory,” Phys. Rev. 81,
115 (1951).



[159]

[160]

[161]

[162]

163

[164]

[165]

[166]

[167]

[168]

169

[170]

[171]

169

T. R. S. Santos and R. F. Sobreiro, “Remarks on the renormalization properties of
Lorentz and CPT violating quantum electrodynamics,” Braz. J. Phys. 46, no. 4,
437 (2016) [arXiv:1502.06881 [hep-th]].

V. N. Gribov, “Quantization of Nonabelian Gauge Theories,” Nucl. Phys. B 139, 1
(1978).

L. D. Faddeev and V. N. Popov, “Feynman Diagrams for the Yang-Mills Field,”
Phys. Lett. B 25, 29 (1967).

K. Symanzik, “Renormalizable models with simple symmetry breaking. 1. Symme-
try breaking by a source term,” Commun. Math. Phys. 16, 48 (1970).

A. D. Pereira and R. F. Sobreiro, “On the elimination of infinitesimal Gribov am-
biguities in non-Abelian gauge theories,” Eur. Phys. J. C 73, 2584 (2013)

D. Zwanziger, “Renormalizability of the critical limit of lattice gauge theory by BRS
invariance,” Nucl. Phys. B 399, 477 (1993).

D. Dudal, R. F. Sobreiro, S. P. Sorella and H. Verschelde, “The Gribov parameter
and the dimension two gluon condensate in Euclidean Yang-Mills theories in the
Landau gauge,” Phys. Rev. D 72, 014016 (2005) [hep-th/0502183].

L. Baulieu and S. P. Sorella, “Soft breaking of BRST invariance for introducing
non-perturbative infrared effects in a local and renormalizable way,” Phys. Lett. B
671, 481 (2009) [arXiv:0808.1356 [hep-th]].

L. Baulieu, M. A. L. Capri, A. J. Gomez, V. E. R. Lemes, R. F. Sobreiro and
S. P. Sorella, “Renormalizability of a quark-gluon model with soft BRST breaking
in the infrared region,” Eur. Phys. J. C 66, 451 (2010) [arXiv:0901.3158 [hep-th]].

D. Dudal, S. P. Sorella and N. Vandersickel, “The dynamical origin of the refinement
of the Gribov-Zwanziger theory,” Phys. Rev. D 84, 065039 (2011)

T. R. S. Santos and R. F. Sobreiro, “Renormalizability of Yang-Mills theory with
Lorentz violation and gluon mass generation,” Phys. Rev. D 91, no. 2, 025008 (2015)
larXiv:1404.4846 [hep-th]].

O. M. Del Cima, D. H. T. Franco and O. Piguet, “Symanzik-Becchi-Rouet-Stora
lessons on renormalizable models with broken symmetry: the case of Lorentz viola-
tion,” arXiv:1602.09091 [hep-th].

J. C. Collins, “Renormalization. An Introduction To Renormalization, The Renor-
malization Group, And The Operator Product Expansion,” Cambridge, Uk: Univ.
Pr. (1 1984) 380p



[172]

[173]

[174]

[175]

[176]

[177]

178

[179]

[180]

[181]

[182]

[183]

[184]

[185)

170

R. Fukuda and T. Kugo, “Theory of Yang-Mills Field. 1. Instability of the Vacuum
and Singlet Pair Condensation,” Prog. Theor. Phys. 60, 565 (1978).

V. P. Gusynin and V. A. Miransky, “On the Vacuum Rearrangement in Massless
Chromodynamics,” Phys. Lett. B 76, 585 (1978).

J. M. Cornwall, “Dynamical Mass Generation in Continuum QCD,” Phys. Rev. D
26, 1453 (1982).

H. Verschelde, K. Knecht, K. Van Acoleyen and M. Vanderkelen, “The Nonper-
turbative groundstate of QCD and the local composite operator A(mu)**2,” Phys.
Lett. B 516, 307 (2001) [hep-th/0105018].

N. Maggiore and M. Schaden, “Landau gauge within the Gribov horizon,” Phys.
Rev. D 50, 6616 (1994) [hep-th/9310111].

D. Dudal and S. P. Sorella, “The Gribov horizon and spontaneous BRST symmetry
breaking,” Phys. Rev. D 86, 045005 (2012) [arXiv:1205.3934 [hep-th]].

S. D. Joglekar and B. W. Lee, “General Theory of Renormalization of Gauge Inva-
riant Operators,” Annals Phys. 97, 160 (1976).

M. Henneaux, “Remarks on the renormalization of gauge invariant operators in
Yang-Mills theory,” Phys. Lett. B 313, 35 (1993) [Erratum-ibid. B 316, 633 (1993)]

J. C. Collins and R. J. Scalise, “The Renormalization of composite operators in

Yang-Mills theories using general covariant gauge,” Phys. Rev. D 50, 4117 (1994)

P. T. Matthews and A. Salam, “The Renormalization of meson theories,” Rev. Mod.
Phys. 23, 311 (1951).

T. R. S. Santos and R. F. Sobreiro, “Gauge anomalies in Lorentz-violating QED),”
arXiv:1607.07413 [hep-th].

D. H. T. Franco and A. H. Gomes, “No one-loop gauge anomalies for a Lorentz-
violating quantum electrodynamics: Evaluation of the three-photon vertex,” J.
Phys. A 46, 045401 (2013).

A. R. Vieira, A. L. Cherchiglia and M. Sampaio, “Momentum Routing Invariance
in Extended QED: Assuring Gauge Invariance Beyond Tree Level,” Phys. Rev. D
93, no. 2, 025029 (2016) [arXiv:1510.05927 [hep-th]].

D. J. Gross and R. Jackiw, “Effect of anomalies on quasirenormalizable theories,”
Phys. Rev. D 6, 477 (1972).



[186]

[187]

[188]

[189)]

[190]

191]

[192]

193]

[194]

[195]

[196]

197]

[198]

[199]

200]

171

J. S. Bell and R. Jackiw, “A PCAC puzzle: 7% — ~v in the sigma model,” Nuovo
Cim. A 60, 47 (1969).

S. L. Adler, “Axial vector vertex in spinor electrodynamics,” Phys. Rev. 177, 2426
(1969).

W. A. Bardeen, “Anomalous Ward identities in spinor field theories,” Phys. Rev.
184, 1848 (1969).

S. L. Adler and W. A. Bardeen, “Absence of higher order corrections in the anoma-

lous axial vector divergence equation,” Phys. Rev. 182, 1517 (1969).

D. Anselmi, “Adler-Bardeen theorem and manifest anomaly cancellation to all or-
ders in gauge theories,” Eur. Phys. J. C 74, no. 10, 3083 (2014)

J. Wess and B. Zumino, “Consequences of anomalous Ward identities,” Phys. Lett.
B 37, 95 (1971).

G. Barnich and M. Henneaux, “Renormalization of gauge invariant operators and

anomalies in Yang-Mills theory,” Phys. Rev. Lett. 72, 1588 (1994) [hep-th/9312206].

G. Barnich, F. Brandt and M. Henneaux, “Local BRST cohomology in the antifield
formalism. 1. General theorems,” Commun. Math. Phys. 174, 57 (1995)

T. de Paula Netto and I. L. Shapiro, “Vacuum contribution of photons in the theory
with Lorentz and CPT-violating terms,” Phys. Rev. D 89, 104037 (2014)

[. L. Shapiro, “Renormalization in QED and QFT with a Lorentz- and CPT-
violating backgrounds,” in 6th Meeting on CPT and Lorentz Symmetry (CPT 13),
17-21 Jun 2013. Bloomington, Indiana, USA, arXiv:1309.4190 [hep-ph].

D. Dudal, S. P. Sorella, N. Vandersickel and H. Verschelde, “A Purely algebraic
construction of a gauge and renormalization group invariant scalar glueball opera-
tor,” Eur. Phys. J. C 64, 147 (2009) [arXiv:0812.2401 [hep-th]].

T. R. S. Santos, R. F. Sobreiro and A. A. Tomaz, “Gauge field spectrum in massive
Yang-Mills theory with Lorentz violation,” arXiv:1607.05261 [hep-th].

A. Das, “Lectures on quantum field theory,” Hackensack, USA: World Scientific
(2008) 775 p

A. Z. Capri, “Relativistic quantum mechanics and introduction to quantum field
theory,” River Edge, USA: World Scientific (2002) 179 p

H. Kleinert and V. Schulte-Frohlinde, “Critical Properties of ¢*Theories,” Freie

Universitat Berlin.



	introdução 
	unitariedade e renormalizabilidade em tqc 
	A matriz S e a fórmula de redução de LSZ
	Funcionais geradores das funções de Green
	Renormalização
	Regularização
	Prescrição de renormalização

	Renormalização algébrica: seus fundamentos
	Operadores compostos
	Princípio de Ação Quântica
	Cohomologia


	modelo padrão estendido 
	O MPE e a violação da simetria de Lorentz
	Transformação de Lorentz de observador
	Transformação de Lorentz de partícula
	Violação da simetria de Lorentz

	O MPE mínimo
	Estabilidade, causalidade e unitariedade
	Renormalizabilidade


	edq com violação da simetria de Lorentz 
	Eletrodinâmica com violação da simetria de Lorentz
	Renormalização a 1-laço
	Sobre a geração do termo tipo Chern-Simons
	Prescrição de regularização e ambiguidades a 1-laço: discussão

	renormalizabilidade da edq estendida em todas as ordens 
	Quantização de BRST da eletrodinâmica com violação da simetria de Lorentz
	Identidades de Ward

	Estabilidade quântica
	Discussão

	anomalias de calibre na EDQ estendida 
	Anomalias de calibre e renormalizabilidade
	Interlúdio: sobre o conceito de anomalia
	Cohomologia e anomalia

	Identidades de Ward anômalas
	Operador de Slavnov-Taylor anômalo
	Discussão

	Renormalizabilidade da teoria de Yang-Mills com violação da simetria de Lorentz 
	Teoria de Yang-Mills com violação da simetria de Lorentz
	Quantização de BRST e a restauração da simetria de Lorentz
	Renormalizabilidade
	Identidades de Ward
	Contratermo mais geral
	Estabilidade quântica da teoria de Yang-Mills com violação de Lorentz

	Discussão: renormalizabilidade e anomalias de calibre

	espectro do campo de calibre na teoria de Yang-Mills massiva com violação de Lorentz  
	Termos de massa e a quantização de BRST
	Causalidade e estados físicos
	Caso tipo espaço
	Parte I: Casos especiais
	Parte II: Caso geral

	Caso tipo tempo

	Discutindo causalidade e a existência de estados físicos

	conclusões e perspectivas 
	Apêndice A  –  Notações e convenções 
	Apêndice B  –  Interlúdio matemático 
	Apêndice C  –  Simetrias discretas 
	Apêndice D  –  Alguns resultados em regularização dimensional 
	Apêndice E  –  Termos de vácuo: EDQ estendida 
	Apêndice F  –  Renormalização alternativa dos parâmetros 
	Apêndice G  –  Alguns resultados completos 
	Referências 

