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Resumo

Nesta tese, estudamos os problemas de quantização de teorias de gauge não-abelianas,

no qual trabalhamos com modelos teóricos que contém um parâmetro que viola simetria

de Lorentz (QSL) no regime perturbativo, isto é, um vetor axial mínimo bµ incorporado

aos modelos e calculamos o termo de éter (massa) não-abeliano para as dimensões 3D e

4D. Em seguida, incorporamos o termo de massa (éter não-abeliano) de 3D, encontrado

da geração perturbativa em teorias de Yang-Mills mais Higgs com um vetor constante,

cuja presença quebra a simetria de Lorentz. O vetor constante é introduzido no termo de

éter não-abeliano (massa). Por fim, mostramos a influência deste acoplamento de éter no

modelo Yang-Mills+ Higgs e como resultado vimos que para alguns valores dele, a teoria

pode ser conduzida a partir de um regime não perturbativo para um perturbativo.

Palavras-chave: Yang-Mills. éter. Gribov.
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Abstract

In this thesis, we study the quantization problems of non-abelian gauge theories. In which,

we work with theoretical models that contain a parameter that violates Lorentz (QSL)

symmetry in the perturbative regime, that is, an axial vector bµ incorporated into the

models and compute the non-abelian aether term for the dimensions 3D and 4D, we

then incorporate the mass term (non-abelian aether) in 3D, found from the perturbative

generation in Yang-Mills+Higgs theories with a constant background vector field, whose

presence breaks Lorentz symmetry. The constant background vector is introduced in the

term non-abelian aether. Finally, we show the influence of this aether coupling on the

Yang-Mills most Higgs model and as a result we saw that for some values of it, the theory

can be driven from a non perturbative to a perturbative regime.

Keywords : Yang-Mills, Aether, Gribov.
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1 Introdução

Como você faria se estivesse próximo de construir um universo e alguém te procurasse

como aplicam as leis da física neste universo? Acredito que você logo enfrentaria um

problema. Pois, elas teriam que satisfazer algumas condições, isto é, as mesmas leis se

aplicam a todos em seu universo, independentemente de onde estejam? Ou as leis mudam

conforme você se move ou se vira em direções diferentes? Notoriamente, a maneira mais

justa e igualitária de proceder seria tornar as leis da física as mesmas para todos os

observadores. Para um físico, essa igualdade e justiça das leis físicas é chamada de simetria,

e a simetria que exige que as leis da física sejam as mesmas para todos os observadores é

conhecida como simetria de Lorentz.

Ademais, que é um dos conceitos mais importantes da física e está ligada diretamente

à conservação de quantidades como energia, quantidade de movimento e carga. porém, a

quebra de simetria também é extremamente importante. A quebra da simetria eletrofraca,

por exemplo, é responsável pela geração de massa no modelo padrão da física de partículas

[1].

E foi Albert Einstein no ano de 1905 que usou pela primeira vez a simetria de Lorentz

para descrever as leis da física em nosso universo. Ele considerou a simetria de Lorentz

como um postulado da relatividade especial, conforme o qual assumiu que as leis da física,

incluindo a velocidade da luz no vácuo, são as mesmas para todos os observadores inerciais.

Além disso, calculou as consequências da simetria de Lorentz e chegou à surpreendente

conclusão de que as medidas de comprimento e intervalos de tempo são diferentes quando

feitas por observadores inerciais movendo-se uns em relação aos outros.

Por mais que o contexto em que ele as usou tenha se revelado incorreto (parece que

não há éter), as próprias equações são as mesmas que Einstein derivou em 1905 para

descrever as transformações no espaço e no tempo na teoria da relatividade. A simetria

de Lorentz até agora resistiu aos testes do tempo, no entanto enquanto muitos físicos

comemoram mais de 100 anos da simetria base da física moderna, o tema quebra de
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simetria de Lorentz virou material de estudo para muitos teóricos e experimentalistas

do mundo inteiro. As motivações para a busca dessas violações vêm de resultados em

teorias de quânticas de gravitação, como teoria de cordas, gravidade quântica em loop,

espaço-tempo não-comutativo, modelo de mundo-brana e de gravidade emergentes [2, 3].

Tudo isso porque até onde sabemos, o universo é razoavelmente bem descrito pela

teorias da relatividade (RR), mecânica quântica (MQ) e relatividade geral (RG) conside-

radas as maiores conquistas da física do século XX. As duas primeiras criada devido aos

dados experimentais sobre radiação de corpo negro e que não podiam ser explicados pela

termodinâmica e pela mecânica estatística e o fracasso do experimento de Michelson e

Morley em determinar a existência de éter. Posteriormente, veio a fusão das duas teorias,

dando origem a teoria quântica de campos (TQC), que descreve o comportamento quân-

tico de partículas no espaço-tempo plano da relatividade restrita. Além disso, permite

o cálculo perturbativo das amplitudes de espalhamento de partículas subatómicas que

colidem entre si a altas energias. Porém, o desenvolvimento da TQC enfrentou diversos

obstáculos. Um desses problemas enfrentados podemos destacar as divergências, e foi ne-

cessário Dyson dar nova interpretação às quantidades físicas como massa e carga elétrica

e, com isso, conseguiu eliminar as divergências no cálculo da amplitudes de espalhamento

[4].

Já a fusão da relatividade geral (RG) com a mecânica quântica é material de estu-

dos por físicos pelo ao menos uns 80 anos. Entre os percalços destacamos o problema

do tempo. pois, na teoria quântica e relatividade geral contém conceitos drasticamente

diferentes de tempo (e espaço-tempo), na verdade eles são realmente incompatível. Por

um lado, o tempo e um elemento externo (absoluto) na teoria quântica, que não e descrito

por um operador, enquanto no tempo relatividade geral, como parte do espaço-tempo, e

um objeto dinâmico (não-absoluto). logo, espera que a unificação da teoria quântica e re-

latividade geral levará a uma modificação de nosso conceito de tempo. Podendo inclusive

ter modificação geral nos conceitos da física básica.

Entretanto, a busca por uma teoria da gravidade quântica, não enfrentamos apenas

problemas teóricos(renormalização das teorias gravitacionais, a possível perda de unidade

nos fenômenos gravitacionais e o significado de tempo em gravidade quântica), mas tam-

bém a falta de contribuição experimental. Infelizmente, é possível que experimentos nunca

nos dão uma resposta clara para a construção da teoria, particulamente se nossa intensão

for experimento da ordem do comprimento de planck lp = 10?35 m [5].

De fato, onde devemos procurar efeitos da gravidade quântica e como devemos pro-
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curar esses efeitos? Portanto, a resposta é trivial às perguntas acima é que qualquer

experimento também é um experimento em busca dos efeitos da gravidade quântica.

Pois, a tentativa de buscar efeitos da gravidade quântica é explorar regimes, seja indo

de energias muito altas, baixas temperaturas, longas distâncias, escalas de tempo curtas

ou longas, etc, ao qual são pesquisas que sempre esteve presente na história da física. Só

que para buscar esses efeitos, precisamos explorar regimes além dos padrões do ponto de

vista experimental. Isso apresenta que as profundas incompatibilidades encontradas entre

as estruturas fundamentais de a relatividade geral e a teoria quântica mostra que temos

vários problemas em aberto na física de alta energia que sugerem que novas ideias devem

ser introduzidas e, eventualmente, elas podem envolver modificações severas nos axiomas

da teoria quântica de campos e da relatividade geral. Por isso, muitos físicos questiona

se a simetria de Lorentz é de fato uma simetria exata da natureza. Pois, até presente

momento um dos maiores problemas da física de altas energias e de nunca ter encontrado

solução.

Como vimos, na verdade não e fácil construir uma teoria unificada de todas as intera-

ções em que a gravidade mantém o clássico e o resto dos campos são quânticos.Podemos

dizer que a incompatibilidade da teoria quântica com a relatividade geral é a maior mo-

tivação para dar inicio os estudos com violações de simetria. Dai Kostelecky e Samuel

propôs o modelo padrão estendido (MPE), que é uma construção baseada na suposição

de que a simetria de Lorentz é quebrada, ou seja, é uma teoria de campo eficaz que con-

tém o modelo padrão (MP), a relatividade geral (RG) e todos os operadores possíveis que

quebram a simetria de Lorentz. Uma forma simples de verificar a violação de Lorentz é

por meio da relação de dispersão, pois, na relatividade restrita (RR), a relação entre a

energia, momento e massa de uma partícula tem a seguinte forma.

E2 = m2 + p2 (1.1)

também chamada relação de dispersão. Por exemplo, no caso das teorias tipo éter com

parâmetro b, for inserido na relação,

E2 = p2 +m2 + (b · p)2 (1.2)

onde b é um vetor constante. Contudo, a ondas eletromagnéticas acabam sendo modifi-

cadas com essa expressão, e for tentarmos determinar a velocidade de propagação dessas

ondas, ela não é mais igual à velocidade usual da luz , é menor do que a velocidade normal

da luz. Por outro lado, considerarmos as equações de propagação das ondas modificadas,
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podemos ver que suas soluções são diferentes. Por exemplo, entrando de um meio (vácuo)

em um meio onde há uma violação da simetria de Lorentz, o feixe de luz se dividirá em

dois por si mesmo, e esses dois feixes se propagarão em velocidades diferentes, este que

por sinal, é conhecido como princípio birrefringência, que é observada em alguns cristais.

Como vimoos o estudo de quebra de simetria de Lorentz (QSL) está sendo discutido

em muitos contextos diferentes e foi proposto pela primeira vez no contexto da QED por

Carroll, Field e Jackiw (CFJ) nos anos 90 [6]. Um dos modelos mais conhecido é usado em

teoria quântica de campos, envolve um campo tensorial constante bµ que contém índice de

Lorentz e adquire valor esperado não nulo no vácuo e seleciona uma direção preferencial

no espaço-tempo quebrando assim a transformação de Lorentz de partícula.

Depois disso, tivemos várias extensões de quebra de Lorentz do modelo padrão para

diversas variedades [7, 8]. Dentre essas, podemos destacar uma propagação de onda de

forma modificadas ( birrefringência) e rotação da polarização de uma onda eletromagnética

no vácuo [9]. Muitas medições experimentais de sinais de potencial de quebra de simetria

de Lorentz têm se realizado em casos diferentes [10].

Conforme mencionado anteriormente, a quebra de simetria de Lorentz foi tratada

no contexto da QED (eletrodinâmica quântica). Com o passar do tempo, tivemos as

extensões no contexto não-abeliano dos termos de quebra de Lorentz [11]. O termo não-

abelliano Carrol-Field-Jackiw (CFJ) pode ser gerado perturbativamente [12] e algumas

consequências ao adicionar este termo também foi discutido [13, 14]. As primeiras análises

da teoria foram desenvolvida em [15] e a renormalizabilidade de alguns sistemas não-

abelianos envolvendo termos aditivos foi explorado em [13, 14]. Recentemente, os autores

de [16] estudaram a quantização da integral do caminho do sistema YM (Yang-Mills) mais

CFJ (Carrol, Fields e Jackiw) e a geração perturbativa abeliana do termo de éter em [17]

e em [18] o termo de éter não-abelliano.

No entanto, quando trabalhamos com quantização de uma teoria de calibre não-

abeliana as questões de excesso de calibre precisam ser abordadas [19]. E corrigir o trata-

mento do regime não-perturbativo continua sendo um dos maiores desafios da teoria quân-

tica de campos. Esse formalismo perturbativo falha para teorias de calibre não-abelianas

em baixa energia e na ausência do mecanismo de Higgs (ou com apenas um pequeno valor

de expectativa de vácuo Higgs), uma vez que a constante de acoplamento se torna forte.

Para obter resultados confiáveis no limite infravermelho (IR) na formulação contínua, os

métodos não perturbativos são obrigatórios, o qual podemos ver nas referências alguns

métodos usados nesse tratamento [20, 21, 22, 23, 24, 25].
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O procedimento de fixação do medidor Faddeev-Popov (FP) padrão é uma estrutura

bem conhecida para lidar com esse problema. No entanto, em [19], Gribov mostrou que

o procedimento de FP não é suficiente para contornar essas habilidades de todas as am-

biguidade dos calibre das teorias YM. Ele demonstrou que, mesmo depois de inserir o

calibre de Landau (ou Coulomb), lá ainda permanecem configurações de calibre de cam-

pos redundantes, chamadas de cópias de Gribov. A fim de contornar essas habilidades de

ambiguidades que permanecem após a fixação de calibre, Gribov propôs restringir a inte-

gral de caminho de calibre de campo a uma região específica, chamada de primeira região

Gribov, onde o sistema deve estar livre de cópias infinitesimais de calibre. Tal restrição

é implementada por meio de uma função degrau de Heaviside e com uma consequente

introdução de um novo parâmetro de massa. O resultado encontrado foi que o propagador

de calibre de campo é eliminado no limite profundo infravermelho e não tem interpretação

assintótica de uma partícula.

Em 1989, Zwanziger desenvolveu ainda mais a abordagem original de Gribov [26, 27,

28]. Ele percebeu que, naquela época, a ideia de Gribov de se livrar dos modos zero do

operador FP (aqueles associados a transformações de calibre infinitesimais) é, na verdade,

uma condição a ser imposta aos valores próprios mais baixos do operador FP. Como

resultado, Zwanziger propôs uma ação local de todas as ordens [29] no calibre de Landau,

cuja integral funcional é restrita à primeira região de Gribov (suposto estar livre de cópias

de calibre infinitesimais).

Desde então, essa abordagemmelhorada é conhecida como abordagem Gribov-Zwanziger

(GZ). Assim como na abordagem original de Gribov, a estrutura GZ também leva a

uma modificação drástica do propagador do campo de calibre, de modo que não possa

mais ser interpretado como uma partícula física assintótica. Além disso, na abordagem

Gribov-Zwanziger, o propagador calibre é altamente eliminado no limite do infravermelho

profundo [30, 31, 32, 33, 34, 35]. Na abordagem de Gribov-Zwanziger, um parâmetro de

massa, chamado o parâmetro Gribov, é introduzido e a função de dois pontos de cali-

bre de campo adquire polos conjugados complexos. Isso exclui a possibilidade de uma

representação espectral Källén-Lehmann [36], pois o propagador deve ser sempre positivo

para isso ([37] para um estudo recente da conexão entre a existência de polos conjugados

complexos e a violação da positividade da representação Källén-Lehmann).

Em [38], Osterwalder e Shrader mostraram que uma violação da positividade na re-

presentação espectral Källén-Lehmann impede o propagador de ter uma interpretação de

partícula assintótica. Nesse sentido, Gribov propôs uma interpretação de confinamento
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para o calibre de campo dentro desse marco. Além disso, uma abordagem alternativa

para a questão de Gribov tem sido desenvolvida recentemente [39, 40, 41].

Na teoria da QCD, onde o parâmetro de acoplamento na região infravermelha é grande,

problemas como esse não podem e não devem ser negligenciados, já que existe um fenô-

meno que pode ser sensível a essa atitude. Estamos falando do confinamento dos quarks

e glúons. A QCD contém uma característica chamada liberdade assintótica. Uma teoria

que apresenta liberdade assintótica quando dita que o comportamento da constante de

acoplamento com a escala de energia, assume valores negativos quando a constante de

acoplamento tende a zero. Isto significa que a teoria é bem definida, perturbativamente,

na região ultravioleta, ou seja, em altas energias (curtas distâncias). Porém, conforme

a escala de energia diminui, a constante de acoplamento cresce, chegando ao ponto em

que os método pertubativo não são mais aplicáveis. Portanto, numa teoria com liberdade

assintótica na região infravermelha, isto é, a baixas energias (longas distâncias), ocorrem

os chamados efeitos não perturbativos. Assim, como consequência deste comportamento

da QCD, quando a separação de dois quarks diminui, a intensidade do acoplamento fica

fraca. Ao contrário, a grandes distâncias, a interação se torna tão forte que os quarks e

os glúons são confinados permanentemente no interior dos hádrons. Isto significa que não

é possível detectar quarks e glúons livres na natureza. Este fenômenos é conhecido como

problema do confinamento da QCD . O comportamento na região infravermelha da QCD,

e das teorias de Yang-Mills de um modo geral, requer um tratamento especial através

de métodos não perturbativos. Na verdade, tais métodos não existem do ponto de vista

analítico. O melhor que podemos fazer para obter informações deste setor é considerar

alguns aspectos que podem ter implicações a baixas energias e nos enxergarmos numa re-

gião intermediária, onde os cálculos perturbativos ainda funcionam e começam a aparecer

efeitos não perturbativos [42].

Nesta tese, vamos apresentar o cálculo da geração perturbativa de uma contribuição

finita não-abeliana de quarta ordem [43], e os resultados são coerente com os resultados

citados em [44]. Explicitamente, partimos de uma densidade lagrangiana que contém um

parâmetro que viola a simetria de Lorentz e gerando um termo tipo éter em 4D S1 =

−κ e2

6π2m2 b
µF a

µνbλF
λνα [43] e depois aplicar esse termo de massa tipo éter para investigar

a influência do mesmo no termo de massa de Gribov para análise em um regime não-

perturbativo [45]. Partindo de uma densidade lagrangiana efetiva,

Leff = LSM + LVL (1.3)

onde o LSM é a parte que corresponde ao modelo padrão e LVL são os novos termos que
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corresponde a parte física desconhecida da escala de Planck. A física descrita por LSM =

ψ̄i(i/∂δij − e /A
a
T ija − mδij)ψj é invariante de Lorentz e ao passo que LVL = ψ̄i/bγ5δ

ijψj

é o termo que viola simetria de Lorentz. Frisamos que aqui estamos trabalhando em

regime pertubativo. Devido, as dificuldades do desenvolvimento dos cálculos contamos

com diversos programas de físicas altas energias, como destaque o Package X [93, 94] e o

FeynCalc [46] para desenvolvimento das maiorias dos cálculos.

Posteriormente, fazemos os cálculos da geração do termo do éter não-abeliano em 3D

e encontramos S1 = 4|m|g2κ
2π

bµF
a
µνbλF

λνa [45], em seguida investigamos a influência deste

termo tipo de éter no propagador do campo de calibre, isto é, consideramos um modelo

eficaz , onde o termo de éter presente ao contrário do [6] não quebra simetria de Lorentz,

ou seja, teremos uma teoria de YM (Yang-Mills) com simetria SU(N) com uma quebra

espontânea de simetria devido a um campo de Higgs fundamental e com a presença do

termo de massa tipo éter que não viola a simetria de Lorentz CPT (carga, paridade e

tempo).

Consideramos o caso de três dimensões do espaço tempo e pegamos o termo de massa

gerada do campo de éter não-abeliano e investigaremos a teoria de Yang-Mills mais Higgs

na presença de desse campo constante por meio do cenário de confinamento de Gribov

e investigaremos fisicamente no propagador do glúon. O campo de fundo constante é

introduzido no termo de éter não-abelliano. Descobrimos que alguns regimes da teoria

mudam se o glúon está atravessando, ou não, o campo de fundo e além disso, comparamos

o termo do éter calculado em 3D abeliano [17] e não-abeliano [45].

Portanto, o trabalho está organizado da seguinte forma. Capítulo 2 será apresen-

tada uma revisão detalhada sobre as ferramentas matemáticas e os conceitos físicos de

transformações de lorentz, modelos teóricos da quebra da simetria de Lorentz em teorias

não-abelianas, os casos onde a simetria de Lorentz pode ser incorreta, onde ela é notó-

ria, os quais está bem fundamentada nas referências [5, 47, 4, 48, 49, 50, 51, 52, 53, 54].

Além disso, apresentaremos a revisão de literatura sobre teorias de calibre abeliana e

não-abelianas, teorias de Yang-Mills, quantização dos campos Yang-Mills e os percalços

encontrados quando estamos realizando a quantização de integral de caminho das teorias

não-abelianas e por fim, iremos tentar explicar as possíveis soluções para tais questões.

No capítulo 3, apresentamos a geração do termo de éter não-abeliano, este que por sinal é

o objetivo principal da tese, gerar o termo de éter em teorias não-abelianas. No capitulo

4, os resultados serão expostos e discutidos. Por fim, o último capítulo é destinado as

conclusões finais e as perspetivas de trabalhos futuros.
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Durante toda a tese, utilizamos as unidades naturais, ou seja, consideramos ~ e c igual

a 1, onde ~ é a constante de Planck dividida por 2π, e c é a velocidade da luz no vácuo.

Além disso, a métrica adotada apresenta os seguintes elementos diagonais (+1, -1, -1, -1).
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2 Fundamentação Teórica

Nesta seção veremos os princípios da relatividade restrita na escala de Planck, o

modelo padrão estendido (MPE), o cenário das violações de Lorentz (QSL), discutiremos

quebra de simetria de Lorentz explícita e espontânea e os tipos de transformações de

Lorentz de observador e partícula. Por fim, uma análise de violação de Lorentz por rotação.

2.1 Os Princípios da Relatividade na Escala de Planck

A relatividade restrita, proposta por Einstein no começo do século XX, é um dos

pilares da física. Nesta seção, vamos discutir sobre os limites de validade da física newto-

niana e consequentemente o surgimento da relatividade restrita, o problema da gravidade

quântica e os limites da física do século XXI. Além disso, os problemas que deparamos ao

investigar a física nova que está na escala de Planck e como as violações de Lorentz podem

contribuir para surgimento de uma nova física na escala de Planck [5]. Isaac Newton foi

um dos principais físicos, matemáticos e filósofos da história, com grandes obras, como

destaque a lei da gravitação universal e as famosas leis de Newton, também chamadas de

mecânica newtoniana. Além disso, ele conseguiu prever a existência de novos planetas a

partir das divergências entre cálculos teóricos e as observações das órbitas experimentais.

Passado um tempo deste grande feito, a comunidade científica reconheceu suas limitações

e a validade de uma nova teoria que a substitui [55, 56, 57, 58, 59], modificando seus con-

ceitos básicos e suas equações, tal teoria chamada teoria da relatividade restrita (TRR)

[60].

As teorias possuem um domínio de validade e no fim do século XIX e começo do

século XX, o avanço dos experimentos permitiram a exploração de novos fenômenos, e

hoje pertence ao domínios da física atômica , molecular e relativista[56, 55, 58]. Logo, surge

então a necessidade de uma teoria mais "completa"e o esperado é que a física newtoniana é

um caso particular desta teoria. A comprovação que a física newtoniana é válida apenas até

um certo limite, nos ensinou que explorar fenômenoos em novos domínios é um campo fértil
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para descobertas de nova física. Além disso, no século XX teorias físicas foram colocadas

à prova, e o resultado foi que uma revolução da física, e o resultado que a mecânica

quântica e relatividade se estabeleceram como novos pilares da física. Logo, aprendemos

que as teorias, sendo verificadas experimentalmente não necessariamente marca o seu fim,

mas delimita onde podemos procurar novas questões abertas na física.

O século XX presenciou o surgimento de várias peças para compreender o universo:

primeiro a relatividade Restrita (RR), que estabelece a noção do espaço-tempo, como uma

arena onde a física se desenvolve, depois veio a relatividade geral (RG) que modifica o

conceito de espaço-tempo tornando ele como uma entidade dinâmica e englobando ainda

a sua forma geométrica e gravitação e por último a mecânica quântica (MQ), descreve o

comportamento do mundo subatômico de moléculas e átomos.

A evolução desse conjunto de teorias, como a MQ compatibilizou com os princípios

da RR , através do que hoje chamamos de teoria quântica de campos(TQC) e fornece

ferramentas para descrever partículas elementares da natureza, exceto a gravitacional

[4, 61]. Este desenvolvimento da MQ com a RR que chamamos de modelo padrão(MP),

onde descreve a física das pequenas escalas de comprimentos, o domínio das partículas

elementares, unificando num formalismo quântico três interações fundamentais(interação

eletromagnética, nuclear forte e fraca).

A tentativa de incorporar a interação gravitacional no modelo padrão (MP) falham por

uma série de dificuldades técnicas, e surge daí o chamado problema da gravitação quântica:

Os métodos conhecidos para quântização de uma teoria não funcionam para a RG, ou

seja, a RG é geométrica e não-quantizável, valendo no domínio do "macro"enquanto que

MP é quântico, valendo no modelo do "micro". A questão elucida esse fato é a dificuldade

de realizar experimentos que estejam na intersecção do "macro"e "micro", ou seja, RG e a

MQ, mesmoo tendo a compatibilidade da constante da velocidade da luz c = 299.792.458m
s

tanto com RR e RG quanto com o MP .

Já pelo lado da RG aparece a constante da gravitação de Newton G que mede a

intensidade da interação gravitacional G ≈ 6.67 · 10−11N ·kg2
m2 , ao passo, que na MQ, a

constante que rege é de constante de Planck h ≈ 1.05 · 10−34J.s. Por meio dessas três

constantes, pode-se construir constantes com dimensão de comprimento, massa ,energia

e tempo, denominadas comprimentos de Planck lp =
√

hG
c3
≈ 1.61 · 10−35m, massa de

planck mp =
√

hc
G
≈ 2.18 · 10−8kg, energia de Planck Ep =

√
hc5

G
≈ 1.22 · 1019GeV e

tempo de Planck tp =
√

hG
c5
≈ 5.39 · 10−44s. Essas definições das constantes mostra onde

a gravitação quântica tem o domínio para analisar certos fenômenos.
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Se analisarmos a massa de Planck mp ≈ 10−8kg e a massa do próton ≈ 10−27kg, o

comprimento de lp ≈ 10−35m e raio do próton/neutron ≈ 10−16m, notamos que massa

de planck é muito grande para uma partícula elementar, enquanto que comprimento de

Planck é muito pequeno se comparar a ordem do raio do próton/neutron e o microscópio

mais potente do mundo(LHC), que investiga escalares da ordem da ordem 10−19m, isto

é, precisamos de um acelerador de partículas que seja 1016 vezes mais poderoso do que

o LHC, sendo as comprovações experimentais sendo um dos empecilhos que deparamos

neste século quando buscamos investir algo novo da escala de Planck[5].

2.1.1 Um modelo geral para violações de Lorentz: O modelo pa-
drão estendido (MPE)

O modelo padrão estendido é uma teoria efetiva que contém o modelo padrão(MP), a

relatividade geral(RG), e todos os operadores possíveis que quebram a simetria de Lorentz

[62, 63, 64, 65]. Acredita-se que o modelo padrão seja o limite de baixas energias de uma

teoria mais fundamental que inclui todas as forças da natureza, como por exemplo a

teoria de cordas [62, 53, 52, 48, 49, 54]. Em algumas dessas teorias fundamentais, temos o

processo de quebra espontânea de simetria de Lorentz, que é o processo utilizado para gerar

o modelo padrão estendido (MPE). Tal processo é análogo ao mecanismo de Higgs, no

qual um campo escalar ganha um valor esperado no vácuo diferente de zero e gera a massa

para as partículas do modelo padrão. No caso de um campo tensorial que contém índices

de Lorentz, um valor esperado não nulo seleciona uma direção preferencial no espaço-

tempo, quebrando assim, espontaneamente, a transformação de Lorentz de partícula, ao

passo que a transformação de Lorentz de observador permanece inalterada.

Dessa forma, a proposta do modelo padrão estendido(MPE) é incluir no modelo pa-

drão todos os possíveis termos que violam as simetrias de Lorentz e CPT, a fim de in-

vestigar indícios de teorias fundamentais, com quebra espontânea de simetria de Lorentz.

Portanto, quaisquer confirmações do (MPE), seriam também confirmações dessas teorias

fundamentais. Ressaltando, que toda violação desta simetria acarreta também em uma

violação de simetria de Lorentz [10]. Contudo, nem toda violação de simetria de Lorentz

ocasiona uma violação de simetria CPT (paridade, carga e tempo)[66, 67, 68, 47, 10].

Esses termos com quebra de simetria de Lorentz e CPT do MPE são renormalizável,

assim como invariantes de gauge. Deste forma, os coeficientes tensoriais que controlam a

escala de violação de simetria de Lorentz tem escala de massa adimensionais e de dimensão

d = 1, contraídos com operadores de dimensão de massa d = 4 e d = 3, respectivamente.
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Operadores não renormalizáveis de dimensão de massa d ≥ 5 têm sido estudados como

pode verificar nas referências [69, 70, 71].

Embora esses operadores sejam não renormalizáveis, os seus coeficientes possuem di-

mensão de massa d ≤ −1, ou seja, podem ser considerados naturalmente eliminado pela

massa de Planck. Até o presente momento, muitos limites experimentais vêm sendo atri-

buídos aos coeficientes do MPE, associados a dados experimentais envolvendo hádrons,

káons, prótons e nêutrons , elétrons e fótons [10, 72, 73, 74]

Um modelo de fácil visualização é eletrodinâmica estendida é composta basicamente

da eletrodinâmica comum, e sendo também adicionado à lagrangiana todos os possíveis

termos que incorporam a violação de simetria de Lorentz e CPT. Esses termos adicionais

na EDQ estendida devem ser pequenos a ponto de poderem ser considerados desprezíveis

no regime de energia do setor eletrofraco, para que assim a teoria recupere o modelo padrão

comum. Com isso faz necessário, trabalharmos com um regime perturbativo e no limite

recuperar o modelo padrão convencional, este cenário sobre qual trabalhamos a violação

de simetria de Lorentz e CPT preserva a simetria de gauge local SU(3)× SU(2)× U(1)

do modelo padrão comum, assim como a renormalização.

A lagrangiana da EDQ estendida, é dada por

L = −1

4
FµνF

µν + 1
2

M︷ ︸︸ ︷
(kAF )µ εµνλρ

M3︷ ︸︸ ︷
AνF λρ −1

4
(kF )µνλρ

M4︷ ︸︸ ︷
F µνF λρ +1

2
iψ̄ΓµDµψ − ψ̄Mψ, (2.1)

onde Γµ = γµ + Γµ1 e M = m+M1, sendo

Γµ1 = cµνγν + dµνγ5γν + eµ + ifµγ5 +
1

2
gλνµσλν

M1 = aµγ
µ + bµγ5γ

µ +
1

2
Hµνσ

µν . (2.2)

O primeiro termo é a lagrangiana de Maxwell, e os outros dois termos são os que violam

a simetria de Lorentz, lembrando que Fµν = ∂µAν − ∂νAµ.

A primeira das contribuições extra é o termo de Chern-Simons quadridimensional, que

é CPT ímpar e portanto viola as simetrias de Lorentz e CPT. Note que o coeficiente (kAF )µ

tem dimensão de massa d = 1, ao passo que o operador AνF λρ (campos e derivadas) tem

dimensão de massa d = 3, visto que a lagrangiana tem dimensão de massa d = 4. O

segundo dos termos extra contém um operador com dimensão de massa d = 4 e portanto

o coeficiente (kF )µνλρ é adimensional. No setor fermiônico, os termos extras adicionados

à lagrangiana de Dirac, os operadores contraídos com os coeficientes aµ, bµ, eµ, fµ e

gλνµ, violam as simetrias de Lorentz e CPT (CPT ímpar), enquanto que os operadores
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relacionados com os coeficientes cµν , dµν e Hµν , violam apenas a simetria de Lorentz

(CPT par). Contudo, sob uma certa redefinição espinorial, os termos relacionados com

os coeficientes aµ, eµ e fµ são removidos da lagrangiana, apenas os coeficientes c̄µν , d̄µν
(totalmente simétrico), g̃λνµ (totalmente antissímetrico), bµ e Hµν sobrevivem. Note que

os coeficientes contidos emM1 têm dimensão de massa d = 1, enquanto que os coeficientes

contidos em Γµ1 são adimensionais como podem ser verificado nas referências [75, 76, 8]

Na tese trabalhamos com matéria espinorial acoplada ao campo eletromagnético para

teoria não-abelianas (Yang-Mills), tendo pequenas mudanças em relação a EDQ usual aco-

plada ao campo eletromagnético em teoria abelianas e um parâmetro /bγ5 de acoplamento

mínimo que viola a simetria de Lorentz, tendo como principais alterações a inserções dos

índices de simetrias i, j (propagador), a alteração no campo Aµ = AaµT
a e no tensor ele-

tromagnético F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νAaµ + gfabcAbµA

c
ν , lembrando que as regras de Feymann são

iguais tanto abeliano como não-abeliano.

Baseado nos conhecimento geral do modelo padrão(MP) e modelo padrão estendido

(MPE), daremos continuidade a revisão, respondendo algumas perguntas sobre o assunto:

Qual cenário da violação da simetria de lorentz? Qual diferença entre quebra explícita

e quebra de simetria espontânea? Como funcionam as transformações de partículas e

transformações de observadores? Na próxima subseção, faremos um apanhado geral dos

estudos sobre violações de Lorentz.

2.1.2 Cenário da violação da simetria de Lorentz

A teoria da relatividade é bastante precisa, testada por diversos experimentos e sempre

mostrou muito correta seus resultados, pelo menos quando se trata de escalas usuais de

distâncias, energias e tempos. Daí os pesquisadores esperam que a "nova"teoria da relati-

vidade deve-se apresentar em regiões do mundo e nas distâncias e energias que observamos

apenas como pequenas correções, por que eles esperam que a teoria da relatividade sofra

apenas pequenas correções para duas situações específicas[48, 49].

Condições essas tal as distâncias são tão pequenas que a geometria comum perde seus

significado, ou energias muito altas como é esperado na mecânica quântica, quanto menor

o tempo de medição, maior a incerteza da energia[57, 58].
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2.1.3 Quebra espontânea/e explicíta de simetria

A quebra espontânea de simetria é um processo espontâneo de quebra de simetria ,

pelo qual um sistema físico em um estado simétrico termina em um estado assimétrico.

Em particular, pode descrever sistemas onde as equações de movimento ou a lagrangiana

obedecem simetrias, mas as soluções de vácuo de energia mais baixa não exibem a mesma

simetria [77, 78]. Quando o sistema vai para uma dessas soluções de vácuo, a simetria

é quebrada para perturbações em torno desse vácuo, embora todo a densidade lagran-

giana retenha essa simetria. Se colocarmos uma vareta verticalmente como mostrado na

figura 6 e aplicarmos uma força em sua extremidade superior, pressionando verticalmente

para baixo, apesar da força atuar estritamente verticalmente e a vareta inicialmente ser

absolutamente reta, ela se dobrará para o lado e a direção da dobra será aleatória (espon-

tânea). Diz-se que a forma da barra após a deformação quebra espontaneamente o grupo

de simetria inicial.

Figura 1: Haste verticalmente e aplicamos uma força em sua extremidade su-
perior

Fonte: Belich et al., 2007

Outro exemplo de quebra simetria espontânea, é uma simetria Lorentziana mais geral

do grupo SO(1, 3). Suponha que uma partícula penetra no interior de um imã na figura 2.

Ela verá muitos dipolos magnéticos alinhados em uma direção, que é chamada de direção

de magnetização. A conservação das leis de transformações implica que não importa o

ângulo de visão que ela esteja em relação à direção da magnetização, as leis da física não

devem mudar. Consequentemente, o movimento de qualquer partícula carregada dentro

do imã não deve depender da posição que a partícula está em relação à sua trajetória

ou face. Porém, o movimento de uma partícula que se moveria na sua face será diferente

do movimento da mesma partícula para o lado, já que a força de Lorentz agindo sobre

uma partícula depende do ângulo entre os vetores da velocidade da partícula e a direção

do campo magnético. Nesse caso, diz-se que a pessoa é perturbada espontaneamente pelo

campo magnético de fundo que criou uma direção preferencial no espaço, enquanto a

invariância de Lorentz do observador é preservada.
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Figura 2: Dipolos magnéticos alinhados em uma direção

Já a quebra de simetria explícita é a quebra de uma simetria de uma teoria pelo fato

da mesma possuir em suas equações de movimento definidoras (mais tipicamente, para a

lagrangiana ou hamiltoniana ) termos que não respeitam a simetria. Normalmente estes

termos são usado em situações onde esses termos de quebra de simetria são pequenos, de

forma que a simetria é aproximadamente respeitada pela teoria.

Dessa forma a quebra explícita de simetria difere da quebra espontânea de simetria,

pois, na quebra espontânea suas equações definidoras respeitam a simetria, mas o estado

fundamental (vácuo) da teoria a quebra. Enquanto que a quebra explícita acontece por

termos em suas equações de movimento definidoras como a lagrangiana ou hamiltoniana.

2.1.4 As transformações de Lorentz de observador e de partícula

O Pressuposto da quebra de simetria de Lorentz leva à distinção entre transformações

de Lorentz de observador e partícula. Vamos considerar o plano xy e um ponto P , que

será descrito nas coordenadas cartesianas (x, y) em uma dado referencial arbitrário S. Ao
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considerar uma rotação no plano (x, y), teremos duas formas de descrever essa transfor-

mação: No ponto de vista passivo, imaginamos que o ponto P permanece parado, mas

o sistema de coordenadas S rotaciona, tornando S ′; Já no caso ativo, imaginamos que

o referencial permanece parado, mas o sistema sob consideração(no caso o ponto P ) é

rotacionado por um ângulo em sentido oposto. Em ambos os casos as coordenadas para o

ponto P mudam para (x′, y′), cuja expressão explícita pode ser encontrada com um pouco

de trigonometria. Fisicamente isso significa dizer que uma teoria permanece invariante por

rotações no plano xy, contudo, as duas apresentam alguns aspectos diferentes. Na passiva,

temos uma escolha de mudança de referencial, ou seja, passando do referencial S para o

S ′, ao passo que na transformação ativa o referencial permanece parado, e o que fazemos é

girar o sistema físico considerado (no caso o ponto P ). Elucidaremos as figuras desses dois

pontos de vista de transformação de Lorentz que envolve somente as rotações no plano

xy por um ângulo φ. E tirado as componentes e expandindo infinitesimal e considerando

até primeira ordem.

Figura 3: Visão Passiva
Fonte: Belich et al., 2007

[
δx

δy

]
= δφ

[
0 −1

1 0

][
x

y

]
. (2.3)

Observe que os dois tipos de transformação descrevem a rotação de maneira equiva-

lente: No caso passivo temos dois referenciais diferindo de um ângulo φ descrevendo um

mesmo ponto P . No caso ativo, temos único referencial descrevendo a rotação por meio

do deslocamento de um ponto P . Logo, se colocarmos um elétron no ponto P podemos

descrever a rotação dessa partícula de duas maneira equivalentes, ou seja, se realizarmos

uma rotação passiva de um ângulo φ, ou ativa de um ângulo −φ obtemos a mesma matriz
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Figura 4: Visão Ativa
Fonte: Belich et al., 2007

de rotação. Na visão passiva, o ponto P fica parado, enquanto o referencial gira no sen-

tido anti-horário. Já na visão ativa, o ponto P gira pelo ângulo φ no sentido horário. A

equivalência das duas descrições pode ser vista se imaginar um observador que esteja fixo

sobre o referencial que é girado: O que ele enxerga é o ponto girando pelo mesmo ângulo,

porém em sentido oposto. Como estamos investigando as teorias que viola a simetria de

Lorentz, e neste contexto elas receberam outros nomes as transformações de rotação pas-

siva e ativa receberam os seguintes nomes transformações de observador e transformações

de partículas, respectivamente. No caso mais simples podemos admitir a possibilidade de

pequenas violações da invariância frente às transformações de partícula, ou seja, violações

na isotropia das leis da física. Isso significa dizer que diante da rotação de um laboratório,

girando de forma idêntica todas as partículas e campos relevantes ao experimento, en-

contraremos resultados diferentes dependendo do ângulo de rotação, devido a anisotropia

(característica de um meio em que certas propriedades físicas serão diferentes conforme

as diferentes direções) fundamental do universo.

2.1.5 Análise da violação de Lorentz por rotação

Conforme fizemos uma breve elucidação acerca das transformações de observador e

de partícula, ressaltando suas diferenças e suas relações com as transformações ativas

e passivas, agora nas próximas subseções estaremos aptos a tratar do exemplo de um

elétron imerso em um campo elétrico constante de fundo e avaliar a quebra da invariância

de Lorentz por uma rotação e por um impulso(boost), sucessivamente.

Vamos observar inicialmente uma rotação por um ângulo de π
2
ou 90 grau em meio a
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um campo elétrico de fundo constante (gerado por um capacitor de placas paralelas) na di-

reção z, de modo que o vetor posição de um elétron imerso neste campo seja ~R = (0, a, 0).

Uma representação esquemática é apresentada na Fig. 5. Veja que, usando uma transfor-

mação de observador como está sendo representado na figura acima, o vetor posição segue

perpendicular ao campo elétrico de fundo, ou seja, após a rotação (~R ⊥ ~E).

Figura 5: Tranformação de observador: rotaçao em um campo de fundo constante

Fonte: Belich et al., 2007

No entanto, ao realizarmos uma transformação de partícula, isto é, uma rotação de

−π
2
radianos na partícula, como mostrado na Fig 6, veremos agora que o vetor posição do

elétron é paralelo ao campo de fundo, diferentemente do caso em que foi feita para uma

transformação de observador.

Figura 6: Transformação de partícula: rotação em um campo de fundo constante

Fonte: Belich et al., 2007

Note que, a presença de um campo de fundo quebra a invariância entre as transforma-

ções observador e partícula, que pode ser vista devido ao fato de que na primeira o vetor
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posição segue perpendicular ao campo enquanto que na segunda o vetor posição segue

paralelo ao campo. É fácil ver que na ausência de um campo de fundo a equivalência é

mantida, observando-se que em ambas as transformações o vetor posição permanece anti

paralelo ao eixo Z após a transformação [79, 47].

Dando continuidade a revisão de literatura, na seção seguinte veremos sobre as teorias

de gauge abelianas e não-abelianas.

2.2 Teorias de Gauge

A teoria de gauge (calibre) é um tipo de teoria de campo em que a densidade lagran-

giana não muda (é invariante) sob transformações locais de certos grupos de Lie [80, 81].

O calibre refere-se a qualquer formalismo matemático específico para regular graus de

liberdade redundantes na lagrangiana. As transformações entre medidores possíveis, cha-

madas transformações de medidor, formam um grupo de Lie (grupo de simetria ou grupo

de medidor), e para cada gerador de grupo, surge um campo correspondente (geralmente

um campo vetorial) chamado campo de medidor. Os campos de calibre são incluídos na

lagrangiana para garantir sua invariância sob as transformações do grupo local (chamada

invariância de calibre). Quando essa teoria é quantizada, os quanta dos campos de calibre

são chamados de bósons de calibre. Se o grupo de simetria não for comutativo, então a

teoria de calibre é referida como teoria de calibre não-abeliana, sendo o exemplo usual a

teoria de Yang-Mills que será um dos focos principais dessa tese[4, 61].

Sendo assim, nesta seção, vamos apresentar alguns casos das teorias de gauge no

eletromagnetismo, teorias de Yang-Mills, a quantização de campos de gauge abeliano e

não-abeliano, os percalços encontrados quando trabalhamos com quantização de teorias

não-abelianas e a utilidade do fixação de gauge em integrais trajetórias conhecido como

metódo de Faddeev- Popov [4, 82]. Além disso, introduzimos o chamado aspecto pertu-

bativo, que será grande utilidade na aplicação dos resultados encontrados em parte desta

tese.

2.2.1 Eletromagnetismo como uma teoria de gauge

Para introduzir o conceito de invariância de gauge, vamos tomar o exemplo do ele-

tromagnetismo clássico no qual a simetria de calibre é uma ferramenta para a eliminação

de graus de liberdade redundantes. Nas teorias modernas sobre as interações fundamen-

tais, entretanto, é vista como um guia essencial na construção de modelos físicos para
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o comportamento das partículas elementares[77]. Os chamados campos de calibre sur-

gem naturalmente ao considerarmos a existência de uma simetria local em uma teoria. O

eletromagnetismo, como teoria de calibre abeliana, é o cenário mais natural para enxer-

garmos mais fácil e profundamente esse mecanismo e tentarmos a sua generalização para

teorias não-abelianas. Considerando a lagrangiana livre de um campo escalar complexo

L0 = ∂µφ
∗∂µφ−m2φ∗φ, (2.4)

que 2.4 é simétrica por uma transformação de calibre global (1a espécie) (∂µα = 0).

φ
′
= eiαφ (2.5)

onde eα pertence ao grupo U(1) e α não depende de x, e ∂µφ
′

= eiα(∂µφ). Concluímos

que densidade lagrangiana é invariante. Entretanto, ao considerarmos uma transformação

de calibre local (2a espécie), vemos que, para manter a Lagrangiana invariante, temos de

introduzir a chamada derivada covariante, pois,

φ
′
= eiα(x)φ(x), (2.6)

Como agora temos dependência do x, a densidade lagrangiana não é mais invariante. Na

derivadas covariante vem o chamado campo medidor ou compensador

Dµφ = ∂µ − ieAµφ, (2.7)

que deve substituir a derivada comum na Lagrangeana do sistema. Logo, o campo de

gauge, no caso abeliano, deve se transformar com

A
′

µ = Aµ −
1

e
∂µα, (2.8)

Para que o campo de calibre tenha uma dinâmica própria, devemos introduzir um

termo cinético na Lagrangiana, invariante de Lorentz e de calibre, que gere as equações

de Maxwell.

L = (Dµφ)(Dµφ
∗)−m2φφ∗ − 1

4
FµνF

µν (2.9)

Vimos assim que o campo de calibre (compensador) é introduzido naturalmente de

maneira a garantir a simetria de calibre do sistema.

Agora o eletromagnetismo descrito pela eletrodinâmica quântica QED. Consideremos,

então uma densidade lagrangeana correspondente a uma partícula de Dirac carregada,
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neste caso, um elétron , descrito pelo campo fermiônico ψ.

L0 = ψ̄(−iγµ∂µ +m)ψ (2.10)

onde o ψ é um espinor de Dirac de quatro componentes; as γµ são matrizes de Dirac e

∂µ = ∂
∂xµ

, sendo µ = 0, 1, 2, 3 um índice de lorentz; ψ̄ = ψ†γ0, com o daga indicando

hermitiano conjugado.

A lagrangiana 2.10 é invariante pelas transformações:

ψ(x)→ ψ
′
= eiαψ ¯ψ(x)→ ψ̄

′
= e−iαψ̄ (2.11)

(2.12)

com α sendo um parâmetro constante. A invariância de 2.10 vem do fato que a derivada

de ψ se transforma da mesma forma que ψ, ou seja, ∂µψ → eiα∂µψ Neste caso, tomando α

constante a fase não é observável, e pode ser escolhida arbitrariamente. Com isso é mais

aceitável tomar a fase dependendo do ponto α(x). Vejamos, as consequências trazem as

seguintes transformações.

ψ(x)→ ψ
′
= eiα(x)ψ ¯ψ(x)→ ψ̄

′
= e−iα(x)ψ̄ (2.13)

agora com transformação de simetria 2.13 encontramos um problema que consiste no

fato que ∂µψ não se transforma igual ψ

∂µψ(x)→ ∂µψ(x)
′
= eiα(x)∂µψ(x) + ieiα(x)ψ(x)∂µα(x) (2.14)

o que resulta na não invariância de 2.10 . Agora L′ se transforma da seguinte forma:

L0 → L
′

0 = L0 + ψ̄γµψ(∂µα(x)) (2.15)

O Procedimento para restaurar a invariância da densidade lagrangiana, precisamos inserir

na lagrangiana L0 um um termo que corresponde a interação de ψ com um campo vetorial

Aµ sem massa , chamado campo de gauge ou campo compensador.

Li = −eψ̄γµψAµ (2.16)
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o campo de gauge de transforma assim

Aµ → A
′

µ = Aµ +
1

e
∂µα(x) (2.17)

e a nova lagrangiana de gauge é soma dos termos L0 e Li

L0 = ψ̄(−iγµ∂µ +m)ψ − eψ̄γµψAµ (2.18)

definindo a derivada covariante Dµ = ∂µ − ieAµ a lagrangiana pode ser escrita da

seguinte forma:

L0 = ψ̄(−iγµDµ +m)ψ (2.19)

e para completar a lagrangiana 2.19 temos que adicionar o termo do campo eletromagné-

tico livre

L = ψ̄(−iγµDµ +m)ψ − 1

4
FµνF

µν (2.20)

Vimos ao longo desta subseção como construir a lagrangiana da QED partindo de uma

lagrangeana livre L0 que não contém o campo eletromagnético. Para isto, impusemos

simplesmente que a nova lagrangiana construída a partir de L0 (que é invariante por

transformação de fase global) fosse invariante por transformação de fase local.

2.2.2 Teorias de Yang-Mills

Yang-Mills (YM) estenderam a invariância de gauge local para além dos limites do

eletromagnetismo. Eles propuseram que a força interação forte pode ser descrita por uma

teoria de campo análoga à eletrodinâmica. Para tanto eles postularam que o grupo de

gauge era o grupo de spin isotopico SU(2) e eles estabeleceram os fundamentos da moderna

teoria de gauge não-abeliana.

O campo irá se transformar de acordo com representações de um grupo de Lie, por

exemplo, o grupo SU(N) cuja transformação genérica pode ser escrita com

U = exp(−iΘaT a), (2.21)

onde a = 1...n2 − 1, T a é um dos geradores do grupo de Lie e Θa é um dos parâmetros
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reais que caracterizam o grupo. A todo grupo de Lie está associada a álgebra de Lie. A

unitaridade das transformações implica em hermiticidade dos geradores:

UU † = U †U = I → Ta = T †a (2.22)

e em que seu traço seja nulo trTa = 0. Os geradores obedecem a relação característica

de comutação da álgebra de Lie do grupo :

[Ta, Tb] = ifabcTc (2.23)

na qual fabc são as constantes de estrutura do grupo e a, b, c = 1..., n2 − 1 são chamados

de índices de cor (teoria Yang-Mills).

A simetria de calibre local introduz, da mesma forma que no caso abeliano, um campo

de calibre Aµ, tomando valores na álgebra de Lie de SU(N) e transformando-se como

A‘
µ = U−1AµU +

i

e
U−1(∂µU) (2.24)

e Aµ, pode ser escrito como Aµ = AaµTa A derivada covariante é dada naturalmente por

Dµφ = (∂µ − ieAµ) (2.25)

O tensor de intensidade de campo Fµν continua sendo dado em termos do comutador

das derivadas covariantes, mas agora não é mais linear em Aµ:

Fµν =
i

e
[Dµ, Dν ] = ∂µAν − ∂νAµ − ie[Aµ, Aν ] (2.26)

com Fµν também tomando valores na algebra de Lie,

Fµν = F a
µνTa (2.27)

A partir da lei de transformação para a derivada covariante podemos tirar a transfor-

mação para o tensor de intensidade de campo o que resulta em

F
′

µν = UFµνU
−1 (2.28)

Utilizando o traço, podemos montar um objeto invariante de calibre e de Lorentz, já
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que

Tr(FµνF
µν)

′
) = tr(UFµνU

−1UF µνU−1) = tr(FµνF
µν) (2.29)

normaliza-se o traço

tr(TaTb) = δab (2.30)

já que assim

tr(FµνF
µν) = tr(TaTb)tr(F

a
µνF

bµν) =
∑
a

F a
µνF

bµν = F a
µνF

aµν (2.31)

Logo, podemos descrever uma teoria de calibre genérica por uma ação S[ψ, ψ̄, Aµ] escrita

explicitamente em termos de sua parte de calibre e de sua parte fermiônica, tal que

S[ψ, ψ̄, Aµ] = SG[Aµ] + SF [ψ, ψ̄, Aµ] (2.32)

Assim as para teorias de calibre não-abelianas de Yangs-Mills, onde a derivada cova-

riante é escrita da seguinte forma:

Dµ = ∂µ − igAµ (2.33)

o Aµ é o campo de calibre, cumpre o papel de conexão e o g é a constante de acoplamento

e ação de Yang-Mills euclidiana do campo eletromagnético é dada por:

SYM =

∫
d4x

1

4
F a
µνF

a
µν (2.34)

com o tensor de intensidade de campo escrito da seguinte forma F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νAaµ +

gfabcAbµA
c
ν . Genericamente, teorias que são construídas em torno da ação de Yang-Mills

e da simetria de calibre são ditas teorias de Yang-Mills.

Neste próximo subseção, vamos ver os percalços que encontramos quando estamos

trabalhando com quantização de campo de gauge.
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2.2.3 Quantização de campos de gauge abeliano

Inicialmente vamos falar sobre um tipo especial de bóson, os bósons de gauge. Estes

campos vetoriais são introduzidos em teorias toda vez que assumimos a existência de

alguma simetria contínua ou local (simetria de gauge), postulamos que o conteúdo de

matéria da teoria (escalares e férmions) se transformam sobre alguma representação de

um grupo de Lie[4, 82].

Neste caso, o campo vetorial serve para manter a invariância da ação sobre as trans-

formações do grupo em questão , transformando-se da seguinte forma:

Aν → Aν(x)− 1

e
∂νλ(x) (2.35)

Aaν(x)→ Aaν(x) +
1

g
∂νλ

a(x) + fabcAbνλ
c(x) (2.36)

Em 2.35 tem uma simetria U(1) abeliana e 2.36 simetria não abeliana, e os índices

a, b, c representa adjunta do grupo que vão de 1 até geradores do grupo e fabc é a constante

de estrutura do grupo.

Na teoria abeliana de um campo eletromagnético sem interação com a matéria,

Z[J ] = N

∫
DAνe

i
∫

(L+JνAν)d4x (2.37)

onde a densidade lagrangiana é dada por:

L = −1

4
FµνF

µν (2.38)

e depois de umas manipulações matemática podemos escrever 2.38 da seguinte forma:

L =
1

2
Aµ(gµν�− ∂ν∂µ)Aν (2.39)

e usando equações Euler-Lagrange obtemos seguinte resultado

(�gµν − ∂ν∂µ)Aν = 0. (2.40)
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Em princípio só precisamos inverter esse operador 2.40, mas esbarramos em um pro-

blema: Imagine uma configuração de campo específica (estamos somando sobre todas

elas):

Aµ(x) = ∂µα(x) (2.41)

e usando equação de movimento

(gµν�− ∂ν∂µ)Aν = 0 (2.42)

temos esse resultado

(�∂ν − ∂ν�)α = 0 (2.43)

o operador 2.39 tem autovalores zero, e portanto é singular. De fato, a integral 2.44

Z[J ] = DAµe
i
2

∫
d4xAµ(x)(gµν∂2−∂µ∂ν)Aν(x) (2.44)

vai receber uma contribuição igual a 1 cada vez que consideramos uma contribuição

deste tipo. É divergente e podemos ver que está divergência é transmitida para o que seria

função de Green:

(gµν�− ∂µ∂ν)Dνλ(x− y) = δλµδ
4(x− y) (2.45)

(0 · ∂µ)Dµλ(x− y) = δλµδ
4(x− y) (2.46)

A raiz deste problema está na invariância de gauge. Quando somamos sobre diversas

configurações de Aµ, somamos inclusive aquelas equivalentes(ligadas por uma transfor-

mação de gauge), o que é uma forma multipla de contagem:

Temos que forçar a integral de tragetória a considerar somente estados inequivalentes

por uma transformação de gauge. Uma maneira óbvia de fazê-lo é fixar o gauge.
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Figura 7: Diversas configurações de Aν

2.2.4 Fixação de gauge em integrais de trajetória, método de
Fadeev-Popov

Apartir de agora vamos mostrar a partir de agora como Fadeev-Popov conseguir fazer

isso em integrais de trajetória.

A ação

SEM [A] =

∫
d4x[−1

2
Aµ(δµν∂

2 − ∂ν∂µ)Aν ] (2.47)

A ideia agora é que em

Z =

∫
DAµ(x)e−SEM [A] (2.48)

e temos duas somas: Uma sobre todas as configurações fisicamente inequivalentes do

campo Aµ que criam o comportamento quântico, e a outra uma soma igual a anterior

só que com todos as configurações levadas em outras fisicamente equivalentes por meio

de uma transformação de gauge, para um parâmetro de gauge λ específico. Claramente

temos se "cópia"desta para cada escolha de λ , o que acaba virando uma integral em λ.

se conseguirmos fatorar a integral 2.48 em duas:∫
DAµ(x) =

∫
dλ

∫
DAGFµ (x) (2.49)

∫
dλ é integral para os diversos "gauges"e

∫
DAGFµ (x) é a integral sobre os campos fisi-

camente relevantes (gauge-fixados), assim eliminaremos as dependência em λ da integral
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de trajetória, então a integral em λ vira um fator multiplicativo em 2.48, completamente

irrelevante.

Vamos analisar essa situação para um gauge mais geral do que o de Lorentz:

∂µA
µ = C(x) (2.50)

Dada uma configuração específica de campo específico Aµ, definimos a órbita de Aµ,

Or(A) , como o conjunto de todas as outras configurações que podem ser obtidas a partir

de Aµ por meio de uma transformação de gauge[4].

Imagine também o espaço de todas as possíveis condições de fixação de gauge. Se estas

são "boas"fixações de gauge, deve haver apenas um ponto de intersecção entre este espaço

e Or(A)(para cada configuração inequivalente): Assumimos que a intersecção é única, mas

Figura 8: Espaço de todas possíveis condições de fixação de gauge

existe um problema em teorias não-abelianas com esta suposição, as chamadas cópias de

Gribov (outras intersecções, uma infinidade delas de fato[44, 19, 83]). Na próxima subseção

iremoos falar sobre esse assunto com mais detalhe. Dando continuidade, no caso da fixação

de gauge 1 só aparece no caso não-abeliano e no caso 2 mesmo nas teorias não-abelianas

só são importantes no regime não pertubativo.

Considere então que estamos percorrendo a órbita fazendo uma transformação:

Aµ → A
′

µ(x) = Aµ(x) + ∂µχ(x) (2.51)
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derivando 2.51 e substituindo 2.50, temos o χ(x).

∂2χ(x) = −∂µAµ(x) + C(x) (2.52)

é a transformação que nos coloca exatamente na intersecção de Or(A) com a fixação 2.50.

Vamos provar o seguinte:

∫ ∏
x∈R4

δχ(x)
∏
y∈R4

δ(−∂µ(A
′

µ(y)) + C(y)) =
1

det(−∂2)
(2.53)

Essa identidade 2.53, pode ser escrita:

det(−∂2)

∫ ∏
x∈R4

δχ(x)
∏
y∈R4

δ(−∂µ(Aµ(y)) + C(y)) = 1 (2.54)

o δ(−∂µA + C) o delta funcional terá que ter uma derivada de A e tem que ser obri-

gatoriamente C para qualquer ponto em y. Que pode ser inserida dentro da integral de

trajetória e impõe por meio do delta funcional δ(−∂µ(Aµ(y)) + C(y)) , a condição 2.50

para qualquer valor de χ.

Temos as condições:

−∂µA
′

µ(x) + C = −∂2χ− ∂µAµ + C = −∂2χ+ ∂2χ (2.55)

Podemos fazer uma mudança de variáveis na integral em χ:

χ→ χ− χA (2.56)

∫ ∏
x∈R4

δχ(x)
∏
y∈R4

δ

(−∂µA′µ(y) + C(y)︸ ︷︷ ︸
G(A

′
µ(y))

)
=

∫ ∏
x∈R4

δχ(x)
∏
y∈R4

δ(−∂µ(−∂2χ(y)) (2.57)
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note que, dado o vínculo:

G(A
′

µ(y)) = −∂µA
′

µ + C = −∂2χ(y)− ∂µAµ(y) + C(y) (2.58)

δ(G(A
′
µ(y)))

δχ(x)
= −∂2δ(x− y) = −∂2(x, y) (2.59)

mostrando que este operador −∂2(x, y) age como elemento de matriz do jacobiano de uma

mudança de variávéis:

χ→ G(A
′

µ) (2.60)

o que é uma versão contínua de:

∫ n∏
i=1

δχi(x)
n∏
j=i

δ(∆ijxj) =

∫
dnχδn

(
∆~x︸︷︷︸

~η = ∆~x)

)
=

∫
dnη

δn(~η)

det(∆)
=

1

det(∆)
(2.61)

ηi = ∆ijxj → dnη = DET (∆)dnχ
′ Portanto , a identidade 2.53 é sastisfeita. podemos

então, a partir da identidade 2.53, obter uma outra , integrando sobre as condições de

gauge (com peso gaussiano),

N(α)

∫
Dce

− 1
2α

∫
d4xC2(x) = 1 (2.62)

o N(α) garante a identidade,

N(α)

∫
DCe−

1
2α

∫
d4xC2(x) det(−∂2)

∫
Dχδ

[
− ∂µA

′

µ + C(y)

]
= 1 (2.63)

∫
DχN(α)e

−1
2α

∫
d4x(∂µA

′
µ)2 det(−∂2) = 1 (2.64)

Podemos inserir a identidade 2.64 dentro de qualquer integral de trajetória em A.∫
DAe−S[A]φ[A] =

∫
DAe−s[A]φ[A]

∫
DχN(α)e

−1
2α

∫
d4x(∂µA′µ)2 det(−∂2) (2.65)

podemos tirar da integral o termo det(−∂2), isto, é det

[
δG
δχ

]
este termo tiramos da
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integral em teorias abelianas, agora em teorias não-abelianas não podemos fazer isso, pois,

ele irá depender de A e não poderá ser tirado da integral, neste caso, seríamos forçados

a reescrevê-lo como uma integral gaussiana, ou seja, mais um termo quadrático seria

adicionado a ação, é dessa forma que surge os fantasmas de Fadeev-Popov,

∫
DAe−S[A]φ[A] = det(−∂2)N(α)

∫
Dχ

∫
DAe−S[A]− 1

2α

∫
d4x(∂µA

′
µ(x))φ[A] (2.66)

O interessante da equação 2.66 é que nada depende do campo χ, ou seja,a integral em χ

é só um número e é o que estávamos buscando, pois, podemos fatorar a integração sobre

o parâmetro de gauge. Todas as constantes fora da integral em A são irrelevantes e vai

ser obtido o correlator usando a expressão.

〈φ[A]〉 =

∫
DAφ[A]e−S[A]∫
DAe−S[A]

=

∫
DAφ[A]e−Seff [A]∫
DAe−Seff [A]

(2.67)

onde

Leff =
1

2
F 2
µν +

1

2α
(∂µAµ)2. (2.68)

Para calcular propagador do fóton, vamos usar a nova lagrangena e após integrar por

partes, obtemos

Seff =

∫
d4x

[
− 1

2
Aµ(δµν∂

2 − ∂µ∂ν)Aν
]
−
∫
d4x

1

2α
Aµ∂µ∂νAν (2.69)

Seff =
1

2

∫
d4xAµ(x)

[
− δµν∂2 + (1− 1

α
)∂µ∂ν

]
Aν(x) (2.70)

podemos ver que agora o operador 2.70 é inversível.

Fazendo a transformada de Fourier nos campos :

Aµ(x)→
∫

d4k

(2π)4
Aµ(k)eikx (2.71)
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e

Aν(x)→
∫

d4k′

(2π)4
Aν(k

′)eik
′x (2.72)

Assim vamos ficar com seguinte equação, desconsiderando o valores da constante 1
(2π)4

Seff =
1

2

∫
d4kd4k′δ4(k + k′)Aµ(k)

[
δµν(k

′)2 − (1− 1

α
)k′µk

′
ν

]
Aν(k

′) (2.73)

Seff =
1

2

∫
d4kAµ(−k)

[
δµνk

2 − (1− 1

α
)kµkν︸ ︷︷ ︸

]
Aν(k)

(G(k)µν)
−1

(2.74)

Usando o método do coeficiente indeterminado para calcular o propagador, obtemos

Gµρ = a1δ
µρk2 + a2k

µkρ (2.75)

Finalmente, temos:

GµνG
µρ = δνρ (2.76)

[
a1δ

µρk2 + a2k
µkρ
][
δµνk

2 − (1− 1

α
)kµkν

]
= δνρ (2.77)

chamando α′ = (1− 1
α

), fazendo manipulação matemática em 2.77.

a1δ
ρµk2δµνk

2 − a1α
′
δρµk2kµkν + a2k

µkρδµνk
2 − a2k

µkρα
′
kµkν = δνρ (2.78)

chegamos ao sistema 
a1k

4 = 1

−a1α
′k4 + a2k

4 = 0

−a2α
′k4 = 0

(2.79)

achando os valores de a1 = 1
k4

e a2 = (1− 1
α

1
)
k4 é só substituir em 2.75.

Temos o propagador do fóton
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Gµν =
1

k2

(
δµν + (1− 1

α
)
kµkν

k2

)
(2.80)

o propagador do bóson de gauge 2.80 dependente do parâmetro α que está ligado a

escolha do gauge. No chamado gauge de "Feynman"o valor de α = 1 é:

Gµν =
1

k2
(δµν) (2.81)

Na verdade, quando dizemos que está ligado a escolha de de gauge, quer dizer que

fixamos o gauge e integramos sobre todas as fixações possíveis com a seguinte distribuição,

como pode observar em,

e−
1
2α

∫
d4xc2(x) (2.82)

Figura 9: Distribuição de fixação de gauge

2.2.5 Quantização de campos de gauge não-abeliano

A quantização da ação de Yang-Mills apresenta algumas dificuldades, a começar pelo

método canônico por não apresentar um momento canonicamente conjugado. No forma-

lismo integral de trajetória, o funcional gerador não possui inversa, por estar mal defi-
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nido,isto é, o propagador de calibre não existe. Vamos agora quantizar a teoria obtida

para um campo de gauge não-abeliano no formalismo integral de trajetória:

LYM = −1

4
F a
µνF

aµν (2.83)

assim como no caso Abeliano, temos um problema com a soma sobre configurações equi-

valentes. Agora as configurações equivalentes estão ligadas por:

AMν = AaνT
a ↔ AMχ

ν = (Aχν )aT a = eiχ
aTa [AbνT

b +
1

g
∂ν ]e

−iχcT c (2.84)

Podemos definir uma identidade idêntica a 2.53.

1 =

∫
DχδG(AMχ

µ ) det

[
δG(AMχ

µ )

δχ

]
(2.85)

o vínculo G(AMχ
µ ) = 0 e det

[
δG(Aχµ)

δχ

]
= det

[
− ∂2

]
torna desnecessário fixar o vínculo, apenas assumir que ele é linear em χ:

det

[
δG(AMχ

µ )

δχ

]
= det

[
δG(AMµ )

δχ

]
(2.86)

assim podemos tirar o determinante da integral 2.85.

Inserindo a identidade 2.85 na integral do gerador funcional, temos:

Z =

∫
DAMµ e

i
∫
d4xLYM

∫
Dχδ

[
G(AMχ

µ )∆G(AMχ
µ )

]
(2.87)

note que lagrangiana Yang-Mills é invariante de gauge LYM(AMµ ) = LYM(AMχ
µ ) .

Z =

∫
Dχ

∫
DAMµ e

i
∫
d4xLχYM δ

[
G(AMχ

µ )

]
∆G

[
AMχ
µ

]
(2.88)

podemos então fazer uma mudança de variáveis em A, que é a transformação de gauge

que leva
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AMχ
µ → AMµ (2.89)

A medida de integração não muda,afinal de contas a transformação de A não passa de

uma translação seguida por uma rotação do vetor Aa, então: Concluímos, que nada na

integral 2.88 depende de χ , isto não passa de um infinito multiplicativo. É neste próximo

passo que surge diferença entre os casos abelianos e não-abelianos. No caso abeliano, para

uma fixação de gauge genérica:

G(Aν) = ∂νAν(x)− ω(x) (2.90)

onde

G(A
′

ν) = ∂νAν + ∂2χ− ω(x) (2.91)

nestes casos casos 2.90 e 2.91, a variação do vínculo independe de A.

∆[A
′

ν ] =
δG

δχ
=

δ

δχ
(∂2χ) (2.92)

assim eles podem ser tirado da integral e ignorado tornando outro fator multiplicativo.

Agora no caso não-abeliano temos,

G(Aaν) = ∂νAaν(x)− ωa(x) (2.93)

G(A
′a
ν ) = ∂ν(Aaν +

1

g
∂νχ

a + fabcAcνχ
c)− ωa(x) (2.94)

∆G(AMχ
ν ) =

δG

δχα
=

δ

δxα
(
1

g
∂ν∂ν + ∂νfabcAbνχ

c) =
1

g
∂νDac

ν (2.95)

e o ∆G[AMα
ν ] depende de A.

A
′a
ν = Aaν +

1

g
∂νχ

a + ρAbνχ
c = Aαν +

1

g
(δac∂ν + gρabcAbν)χ

c = Aaν +
1

g
Dac
ν χ

c (2.96)

δG(Aaν)
δχb

é uma matriz quadrada com índices a e b de dimensão N2 − 1(a, b são índices

que numeram os geradores do grupo e estamos pensando em SU(N)).
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Podemos escrever o determinante como uma integral funcional de funções de números

de Grassmann:

detM =

∫
Dc̄Dce−

∫
d4xc̄Mc (2.97)

o M é uma matriz, c campo de números de Grassmann. Multipleto com n compo-

nentes, no caso em questão isso significa campos se transformando na adjunta de SU(N).

Finalmente:

∆G[AMν ] = det

[
δG(AMχ

ν )

δχ

]
=

∫
DC̄DCei

∫
d4xC̄a(−∂νDacν )Cc (2.98)

C são os fantasmas de Faddeev-Popov.

A densidade lagrangiana de Faddeev-Popov fica da seguinte forma:

LFPG = C̄a(−∂νDac
ν )Cc = C̄c(−δac∂2 − gρabc∂νAbν)Cc (2.99)

LFPG = C̄a�Ca − gρabcC̄a∂νAbνCc (2.100)

termo cinético C̄a�Ca e gρabcC̄a∂νAbνCc são termos de interação dos campos fantasmas

com campos de gauge.

Com isso em mente, temos:

Z[J ] =
1

N

∫
DAaνDc̄DCe

i
∫
d4x(LYM+LFPG)δ

(
G(AMν )

)
(2.101)

Este δ é tratado da mesma forma que o caso abeliano, e temos para uma fixação

genérica:

δ
(
G(AMν )

)
= δ(∂νAaν − ω) (2.102)

Basta multiplicar Z pela identidade
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Z[J ] = N(ξ)

∫
Dωe−i

∫
d4xω

2

2ξ = 1 (2.103)

e fazer a integral em ω usando a delta:

Z[J ] =
1

N

∫
DAaνDC̄DCe

id4x(LYM+LFPG)e

[
i
∫
d4x
(
−(∂νAaν )

2

2ξ

)]
(2.104)

Podemos incluir os férmions para lagrangiana final:

L = −1

4
(F a

νµ)2 − 1

2ξ
(∂νAaν)

2 + ψ̄(i /D −m)ψ + C̄a(−∂νDab
ν )Cc (2.105)

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νAaµ + gfabcAbµA

c
ν ,

/D = γµ(∂µ − igAaµT a),

Dac
µ = (δac∂µ + gfabcAbµ)

Lembrando que ainda restam os índices escondidos nos férmions: ψ̄ /Dψ → ψ̄γµT aψ =

ψ̄iAγijT
a
ABψjB, os i representam os índices espinoriais e os índices A,B representação em

que os férmions se transformam(neste caso a fundamental SU(N)(A,B = 1...N).

A problemática de Gribov, ou como se diz atualmente, o cenário de Gribov-Zwanziger,

está associada a correta quantização das teorias de Yang-Mills. Como já sabemos a simples

fixação do campo de calibre, aplicada no método Faddeev-Popov, não é necessária para

eliminar completamente as configurações equivalentes do campo, levando ao surgimento

das cópias de Gribov. A eliminação dessas cópias fazem com que os glúons deixe de fazer

parte do espectro físico da região do infravermelha devido a supressão do propagador,

uma característica de objetos confinados, e além disso, certas divergências das teorias são

eliminadas[42].

Além do problema de confinamento, as teorias de Yang-Mills são repletas de problemas

de divergências infravermelhas. Para resolver esse problema, uma hipótese bastante aceita

é que existe um gap de massa, ou seja, de algum modo surge o parâmetro de massa que

regulariza as divergências infravermelhas. A tese tem objetivo central mostrar geração

perturbativa do termo de éter em teoria de calibre não-abelianas e por fim, aplicaremos

este termo para caso de uma teoria de campo YM-HIGGS-ÉTER com um parâmetro que

viola a simetria de Lorentz no termo de éter e veremos a influência deste parâmetro em
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um regime não perturbativo.

Dando continuidade a fundamentação teórica, discutiremos seguidamente sobre o pro-

blemas de Gribov, quando estamos trabalhando em quantização de teorias não-abelianas.

A versão mais aceita hoje em dia que é a de Gribov-Zwanziger e por fim, o cálculo deta-

lhadamente do termo de éter em 4D.

Por fim, iremos unir essas duas fundamentações teóricas e trabalhar com violação da

simetria de Lorentz em teorias não-abelianas.

2.3 O Problema de Gribov

A quantização adequada de um esquema de quebra de simetria de Lorentz em uma

teoria de calibre não-abeliana deve levar em consideração questões de redundância de ca-

libre . Apesar do procedimento de fixação de calibre de Faddeev-Popov (FP) representar

um avanço no sentido da correta quantização de uma teoria de Yang-Mills, em [19], Gribov

mostrou que o procedimento de FP não é suficiente para fixar inambiguamente a liber-

dade de calibre das teorias YM. Em outras palavras, existem algumas limitações que não

podem ser omitidas, já que isso tem implicações severas em determinadas teorias físicas,

como é o caso da QCD. Ele demonstrou que, mesmo depois de impor o calibre de Landau

(ou Coulomb), ainda permanecem configurações de calibre de campos redundantes, cha-

madas de cópias de Gribov. além disso, a existência de tal calibre que fixa a ambiguidade

residual está intimamente relacionada com a existência dos modos zero do operador FP.

Logo após o trabalho de Gribov, Singer mostrou que o problema de Gribov não é um

problema herdado de um calibre específico, mas da própria teoria de calibre [83]. A fim de

se livrar dessas ambiguidades que permanecem após a fixação de calibre, Gribov propôs

restringir a integral de caminho de calibre de campo a uma região específica, chamada de

primeira região Gribov, onde o sistema deve estar livre de cópias infinitesimais de calibre.

Tal restrição é implementada por meio de uma função degrau de Heaviside e com uma

consequente introdução de um novo parâmetro de massa. Essa restrição da integral de

caminho deve ser feita de acordo com uma condição imposta perturbativamente no propa-

gador fantasma. Como resultado, o propagador de calibre de campo é excluído no limite

do infravermelho e não tem interpretação assintótica de uma partícula, de acordo com os

critérios de Osterwalder-Shrader [38]; e o propagador fantasma tem um comportamento

(∼ p−4) no infravermelho que não está de acordo com os dados mais recentes, de acordo

com [84, 85, 86].
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Em 1989, Zwanziger desenvolveu ainda mais a abordagem original de Gribov [26,

27, 28]. Zwanziger percebeu, naquela época, a ideia de Gribov de se livrar dos modos

zero do operador FP (aqueles associados a transformações de calibre infinitesimais) é, na

verdade, uma condição a ser imposta aos valores próprios mais baixos do operador FP.

Como resultado, Zwanziger propôs uma ação local de todas as ordens [29] no calibre de

Landau, cuja integral funcional é restrita à primeira região de Gribov (suposto estar livre

de cópias de calibre infinitesimais). Desde então, essa abordagem melhorada é conhecida

como abordagem Gribov-Zwanziger (GZ). Assim como na abordagem original de Gri-

bov, a estrutura GZ também leva a uma modificação drástica do propagador do campo

calibre, de modo que não possa mais ser interpretado como uma partícula física assin-

tótica. Além disso, na abordagem Gribov-Zwanziger, o propagador calibre é altamente

excluído no limite do infravermelho [30, 31, 32, 33, 34, 35]. Inerente à abordagem Gribov-

Zwanziger, um parâmetro de massa, chamado o parâmetro Gribov, é introduzido de forma

consistente de tal forma que a função de dois pontos de calibre de campo adquire pólos

conjugados complexos. Em [38], Osterwalder e Shrader mostraram que uma violação da

positividade na representação espectral Kalen-Lehmann impede o propagador de ter uma

interpretação de partícula assintótica. Nesse sentido, Gribov propôs uma interpretação de

"confinamento"para o campo de calibre.

Recentemente, um refinado abordagem da estrutura Gribov, conhecida como Gribov-

Zwanziger (RGZ) abordagem, considera a existência de condensados de (massa) de dimen-

são 2 (do calibre de campo e dos fantasmas de Gribov) [36, 23], o que leva a um modelo

teórico em completa concordância com os dados numéricos recentes [87, 88]. Nesta abor-

dagem, o propagador do campo de calibre ainda exibe pólos conjugados complexos e é

do tipo Stingl [89], com uma concordância razoável com a teoria quântica de campos

[23, 87, 86, 88]. Nesse sentido, a aplicação dessa teoria ao termo de éter mostra os efeitos

de tal termo de violação de Lorentz por meio do procedimento de quantização da integral

de caminho dentro do calibre de Landau, lembrando que as ambiguidades de Gribov são

tratadas dentro da abordagem GZ, em primeira ordem na expansão em loop.

2.3.1 Ambiguidade de Gribov

O problema das ambiguidades de Gribov, nos quais chamamos a atenção para certos

aspectos importantes como a questão de que o método de quantização de Faddeev-Popov

falha no regime não- perturbativo, desta maneira, é necessário que o método reside no

fato de que o procedimento de fixação de calibre, destinado a eliminar configurações equi-
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valentes que são indiscriminadamente contadas nas integrais de trajetória, na realidade,

não cumprem inteiramente este papel[19]. Neste procedimento, escolhemos uma condição

adicional sobre os campos de calibre, isto é, um vinculo, de tal forma que apenas uma

entre as infinitas configurações equivalentes do campo satisfaça esta condição. No entanto,

o que ocorre, na verdade, é que, ao sair do regime perturbativo, observa que existe mais

de uma configuração equivalente dos campos que obedece vínculo pré-estabelecido. Estas

configurações extras são as chamadas cópias de Gribov. A solução encontrada por Gribov

para resolver o problema das cópias foi restringir o domínio de integração do espaço funci-

onal dos campos de calibre a uma certa região denominada primeira região de Gribov, ou

simplesmente, região de Gribov. A ideia original de Gribov era obter uma região que fosse

livre de cópias. No entanto, descobriu-se posteriormente que a própria região de Gribov,

no calibre de Landau, possui cópias em seu interior[42].

Entretanto, a restrição proposta por Gribov não é inconsistente, pois, como é de-

monstrado em [90, 91], toda órbita de calibre passa pelo menos uma vez pela região de

Gribov. Dessa forma, qualquer configuração que esteja fora desta região é uma cópia de

uma outra configuração equivalente que se encontra dentro da região de Gribov. Assim,

podemos compreender a restrição à região de Gribov como um aperfeiçoamento do método

usual de quantização devido a Faddeev e Popov. Além disso, a restrição pode ser feita

acrescentando-se um termo na ação original de Yang-Mills com um calibre fixado. A ação

resultante, que é a ação de Gribov-Zwanziger, possui as propriedades de localizabilidade

e renormalizabilidade [92].

2.3.2 A região de Gribov

Como vimos, a condição de existência de cópias de Gribov é dada pela equação:

Mab = gfabcAcµ − ∂µ∂µδab, (2.106)

onde definimos dois operadores

φab1 = gfabcAcµ (2.107)

e

φab2 = ∂µ∂µδ
ab. (2.108)
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Podendo reescrever 2.106 da seguinte forma:

Mab = φab1 − φab2 (2.109)

Com base nesta equação 2.106, somos levados a estabelecer que, para que haja có-

pias de Gribov, o operador Mab, cujo determinante entra na fórmula de quantização de

Faddeev- Popov , deve ter autovalores iguais a zero. Também observamos que este opera-

dor pode ser escrito como a diferença entre dois operadores positivos semidefinidos 2.109.

Dessa forma, para valores suficientemente grandes de Acµ, esperamos que os autovalores

nulos existam. Para melhor analisarmos esta questão, tomemos a equação de autovalores

do operador de Faddeev-Popov:

Mabψb = ε(A)ψa (2.110)

Para valores pequenos de Acµ, a equação 2.110 tem somente autovalores positivos. Pois,

neste caso

Mab = −∂2δab (2.111)

e, como sabemos, o operador −∂2 admite apenas autovalores positivos. Mais precisa-

mente, denotando ε1(A),ε2(A) e ε3(A) , etc, para os autovalores correspondentes a uma

dada configuração de campos Aaµ, temos que, para valores pequenos, todos os εi(A) são

positivos. Isto equivale a dizer que

φab1 > φab2 (2.112)

como os campos φab1 e φab2 foram definido início da seção.

Porém, para valores grandes do campo Aaµ, um dos autovalores, digamos ε1(A), vai

a zero, tornando-se negativo conforme os campos continuem crescendo. Em uma escala

de magnitude ainda maior dos campos, um segundo autovalor, digamos ε2(A), vai a zero,

e torna-se negativo ao acompanhar o crescimento dos campos. Assim, conforme os cam-

pos vão crescendo, mais autovalores vão se tornando negativos. Assim, seguindo a li-

nha de raciocínio de Gribov, podemos dividir o espaço funcional dos campos em regiões

R0,R1,R2,...Rn−1, etc, nas quais o operador de Faddeev-Popov tem, respectivamente, 0, 1,



59

Figura 10: Horizonte de Gribov

2, . . . , n, etc, autovalores negativos, tal como é ilustrado na figura acima. Estas regiões

são separadas por linhas h1,h2, h3,...hn, etc, nas quais o operador Mab tem algum autova-

lor nulo. Assim, na região R0 todos os autovalores do operador Mab são positivos, assim

Mab > 0. Na borda h1 da região R0 o primeiro autovalor nulo aparece e, desta forma, o

operador de Faddeev-Popov possui um modo zero normalizável, ou seja,

Mabψb = 0, (2.113)∫
d4xψa†0 (x)ψa0(x) = 1 (2.114)

A região R0 é, como veremos, uma região de particular interesse. Assim sendo, esta será

intitulada como a região de Gribov e denotada pela letra Ω .

Portanto, a região definida :

Ω = {Aaµ ; ∂µA
a
µ = 0 ; Mab = −∂µ(∂µδ

ab − gfabcAcµ) > 0} (2.115)

ou seja, a região no espaço funcional onde se encontra todas configurações de campos
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de calibre Aaµ que obedece a condição de calibre e para quais o operador Faddeev- Popov

assume valores positivos.

Os contornos h1, h2, h3,... hn, etc, são chamados horizonte de Gribov. Em particular,

o contorno h1 que é contorno da região de Gribov.

Já o método desenvolvido por Gribov-Zwanziger [26, 27, 28, 31, 36], assim como na

proposta original de Gribov, há uma condição de autoconsistência conhecida como equação

de gap(equação útil para obter valor esperado não-zero de algum campo no vácuo), que

deve ser satisfeita também na abordagem de Zwanziger. Isso significa que, de acordo com

o formalismo de Gribov-Zwanziger (GZ), equação de gap deve ser satisfeita para realizar

consistentemente a quantização da integral de caminho de uma teoria de campo de calibre

não-Abeliano na calibração de Landau (entre outros calibres).

Como frisamos nesta seção, Gribov mostrou que a calibração de Coulomb contém uma

ambiguidade de calibre fixa [19]. Originalmente, ele propôs um mecanismo para se livrar

de tais ambiguidades (conhecidas como cópias de Gribov), [19]. Sua proposta era restringir

a integração funcional do campo de calibre para a região onde o operador Faddeev-Popov

(FP) está livre de modos zero, o chamado primeira região de Gribov. Esta restrição

equivale a considerar apenas configurações campo calibre que correspondem a autovalores

positivos do operador FP. Como o operador FP está estreitamente relacionado à função

de dois pontos fantasma-anti-fantasma, Gribov propôs investigar a influência do campo

calibre nesta função, computando até um loop. Posteriormente, Zwanziger melhorou o

método de Gribov e hoje esse formalismo é conhecido como Gribov-Zwamziger, no qual,

implementa totalmente a região de Gribov na integral de caminho. Na próxima subseção,

vamos falar mostrar em detalhe o cálculo da geração perturbativa do termo de éter em

4D, apesar de ter usado o termo de éter gerado de uma teoria perturbativa em 3D. No

capitulo seguinte, será exposto os cálculos e explicação detalhada sobre "termo de éter".
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3 Geração perturbativa do termo de
éter não-abeliano

Neste capítulo, iniciaremos falando sobre estrutura do termo de éter, seguidamente

com maior detalhe o cálculo perturbativo com contribuições de terceira e quarta ordem e

por último a soma de todas elas e consequentemente chegamos em um termo semelhante

ao de éter não-abeliano em 4D.

3.0.1 Termo de éter não-abeliano

Neste parte, iremos mostrar um cálculo perturbativo em detalhes que gera o termo de

éter no regime perturbativo em 4D. Posteriormente, iremos colocar densidade lagrangiana

e resultado final da correção , pois, os cálculos são equivalentes. Como já mencionamos an-

teriormente, a quebra de simetria de Lorentz abre amplas possibilidades para a construção

de extensões de modelos conhecidos da teoria de campo [48, 49, 52, 53, 95].

O termo éter original é conhecido por ter o seguinte fórmula [96],

Léter = uµuνFµλF
νλ (3.1)

onde uµ é um vetor constante, e Fµν é o tensor campo eletromagnético. Na verdade,

este termo é do tipo CPT-par

Lpar = κµνλρFµνFλρ (3.2)

proposto em [76, 8] e para uma forma especial do tensor constante κµνλρ [97, 98].Interessante

notar que o análogo não-abeliano do termo de éter [76] pode ser escrito diretamente, ape-

nas substituindo o tensor abeliano por seu análogo não-abeliano [44],

Léter,YM = uµuνTr(FµλF
νλ) (3.3)

onde Fµν = F a
µνT

a é o tensor campo eletromagnético não-abeliano com valor de álgebra
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de Lie.

Em [17] o esquema para geração do termo éter abeliano foi proposto, e este termo foi

obtido como uma correção quântica de um loop em uma teoria que envolve um acopla-

mento do férmions a um campo eletromagnético. A generalização do esquema usado em

[17], para o caso não-abeliano é dada pela ação:

Sψ =

∫
d4x

N∑
i,j=1

ψ̄i(iδij∂/− g′εµνλρF a
µνbλγρ(T

a)ij −mδij)ψj, (3.4)

onde T a são os geradores do grupo de medidores correspondente. O termo de éter não-

abeliano foi gerado para esta teoria em [19], similarmente ao seu análogo abeliano[17].

Ao mesmo tempo, a geração dos termos triplos e quárticos na ação de Yang-Mills

usando apenas acoplamentos mínimos é um problema não trivial. Começamos com a

seguinte ação do espinor acoplado ao campo de calibre não-abeliano:

S =

∫
d4xψ̄i

(
i∂/δij − eA/a(T a)ij −mδij − b/γ5δ

ij
)
ψj. (3.5)

esta ação envolve apenas o acoplamento mínimo, com a constante de acoplamento corres-

pondente sendo adimensional. Como resultado, essa teoria é renormalizável em todos os

loops.

Em nosso estudo, calculamos a ação efetiva de um loop apresentada pelo seguinte

determinante fermiônico.

Γ(1) = iTr ln(i∂/− eA/aT a −m− b/γ5), (3.6)

onde A/a = γµAaµ, uma vez que nosso campo vetorial tem valor de álgebra de Lie. expan-

dindo o determinante fermiônico até a quarta ordem em campos externos, encontramos

(aqui A/ = A/aT a)

−iΓ(1) = −e
2

2
TrA/

1

i∂/−m− b/γ5

A/
1

i∂/−m− b/γ5

+

+
e3

3
TrA/

1

i∂/−m− b/γ5

A/
1

i∂/−m− b/γ5

A/
1

i∂/−m− b/γ5

−

− e4

4
TrA/

1

i∂/−m− b/γ5

A/
1

i∂/−m− b/γ5

A/
1

i∂/−m− b/γ5

A/
1

i∂/−m− b/γ5

. (3.7)

Para proceder com este cálculo, pode-se usar o propagador exato do spinor cuja forma no
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espaço de momento é dada por [99]

S(k) =
1

k/−m− b/γ5

=
k2 + b2 −m2 + 2(b · k +mb/)γ5

(k2 + b2 −m2)2 − 4[(b · k)2 −m2b2]
(k/+m+ b/γ5). (3.8)

No entanto, dentro de nossos propósitos, é conveniente utilizar o propagador usual de

ψ, isso é, < ψ̄(−p)ψ(p) >= 1
p/−m ,uma vez que consideramos as contribuições apenas até a

segunda ordem em bµ. Notamos que, como o termo éter que será obtido de um acoplamento

mínimo não é ambíguo, os resultados obtidos com o uso do propagador modificado ou do

simples serão os mesmos.

O resultado para a segunda ordem em Aµ pode ser obtido através da soma das con-

tribuições para os três diagramas, com duas inserções de /bγ5, realizando a expansão da

seguinte expressão:

Γ
(1)
2 =

ie2

2
Tr /A

1

i/∂ −m− /bγ5

/A
1

i/∂ −m− /bγ5

. (3.9)

Neste caso, a contribuição total é dada por

Γ
(1)
2 =

e2

2

[ ∫ d4p

(2π)4

2tr[γµ(/p+m)γν(/p+ /k +m)/bγ5(/p+ /k +m)/bγ5(/p+ /k +m)]

(p2 −m2)4

+

∫
d4p

(2π)4

tr[γµ(/p+m)/bγ5(/p+m)γν(/p+ /k +m)/bγ5(/p+ /k +m)]

(p2 −m2)4
(3.10)

+

∫
d4p

(2π)4

tr[γµ(/p+m)/bγ5(/p+m)/bγ5(/p+m)γν(/p+ /k +m)]

(p2 −m2)4

]
Aaµ(−k)Abν(k)tr(T aT b).

O resultado representa a si mesmo como uma generalização direta da contribuição

abeliana e é:

Γ
(1)
2 = − e2

6π2m2
bµF

µνa
0 bλF b

λν0tr(T aT b) = − κe2

6π2m2
bµF

µνa
0 bλF a

λν0, (3.11)

onde F µνa
0 = ∂µAνa − ∂νAµa é a parte Abeliana do tensor de tensão, e os geradores são

normalizados através da relação tr(T aT b) = κδab, e κ 6= 0 é um número real que define a

normalização dos geradores. o resultado pode ser representado por:

Γ
(1)
2 = − κe2

6π2m2
Πλραβ∂λA

a
ρ∂αA

a
β, (3.12)

onde

Πλραβ = ηρβbλbα − ηραbλbβ − ηλβbρbα + ηλαbρbβ, (3.13)

onde Πλραβ∂λ∂α é um operador transversal. A análise direta dos diagramas de Feynman
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correspondentes permite mostrar que apenas esse operador surge quando as contribuições

de terceira e quarta ordens são obtidas. Notamos que essas contribuições de ordem superior

são essencialmente não-abelianas, estando ausentes no caso a simetria U(1).

3.0.2 Contribuição de terceira ordem

Já para contribuição de três pontos para a ação efetiva do campo de medição Aaµ dado

por

Γ
(1)
3 =

ie3

3
Tr /A

1

i/∂ −m− /bγ5

/A
1

i/∂ −m− /bγ5

/A
1

i/∂ −m− /bγ5

. (3.14)

Aqui, usamos o propagador usual do campo spinor.

Ao longo de nosso cálculo, consideramos os termos até a segunda ordem em bµ (pro-

porcional a bµbλ,mas nós desconsideramos todos os termos proporcionais a b2 uma vez que

eles produzem apenas contribuições invariantes de Lorentz). Os termos de segunda ordem

em bµ são dados [17].

Figura 11: Contribuições de terceira ordem nos campos externos com duas
inserções de /bγ5.
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Notamos que os fatores algébricos que acompanham nossas correções quânticas são

os mesmos que na teoria de Yang-Mills invariante de Lorentz usual desde b/γ5 a inserção é

proporcional ao símbolo Kronecker δij no espaço isotópico[100]. Esses fatores produzirão

primeira ordem em constantes de estrutura fabc para a função de três pontos e a segunda

ordem para a função de quatro pontos.

Fazendo diferentes contrações de maneira semelhante aos cálculos das funções de ponto

mais alto descobrimos que, explicitamente, a contribuição (a)se torna

Γ
(1)
3,a =

e3

6

∫
d4p

(2π)4
tr
[
γµ

1

/p−m
/bγ5

1

/p−m
γν

1

/p− /k1 −m
/bγ5

1

/p− /k1 −m
γρ ×

× 1

/p− /k1 − /k3 −m

]
Aaµ(k1)Abν(k2)Acρ(k3)tr(T a[T b, T c]), (3.15)

onde k1 + k2 + k3 = 0.

Expandimos os propagadores até a primeira ordem em momentos externos k1 e k3, e

reescrevemos esta contribuição na forma:

Γ
(1)
3,a =

e3

3
tr

∫
d4p

(2π)4

[ [γµ(/p+m)/bγ5(/p+m)γν(/p+m)/k1(/p+m)/bγ5(/p+m)γρ(/p+m)]

(p2 −m2)6

+
[γµ(/p+m)/bγ5(/p+m)γν(/p+m)/bγ5(/p+m)/k1(/p+m)γρ(/p+m)]

(p2 −m2)6

+
[γµ(/p+m)/bγ5(/p+m)γν(/p+m)/bγ5(/p+m)γρ(/p+m)(/k1 + /k3)(/p+m)]

(p2 −m2)6

]
×

× Aaµ(k1)Abν(k2)Acρ(k3)tr(T a[T b, T c[). (3.16)

As contribuições (a), (b) e (c) produzem resultados iguais por razões de simetria.

Por outro lado, para as contribuições (d), (e) e (f), procedemos de maneira semelhante.

A (d) contribuição se torna

Γ
(1)
3,d =

e3

6
tr

∫
d4p

(2π)4

[
γµ

1

/p−m
γν

1

/p− /k1 −m
/bγ5

1

/p− /k1 −m
/bγ5

1

/p− /k1 −m
γρ ×

× 1

/p− /k1 − /k3 −m

]
Aaµ(k1)Abν(k2)Acρ(k3)tr(T a[T b, T c]), (3.17)

Após a expansão em momentos externos e mantendo apenas os termos de primeira ordem
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nesta expansão, encontra-se

Γ
(d)
3 =

e3

3
tr
[ ∫ d4p

(2π)4

γµ(/p+m)γν(/p+m)/k1(/p+m)/bγ5(/p+m)/bγ5(/p+m)γρ(/p+m)

(p2 −m2)6

+

∫
d4p

(2π)4

γµ(/p+m)γν(/p+m)/bγ5(/p+m)/k1(/p+m)/bγ5(/p+m)γρ(/p+m)

(p2 −m2)6
(3.18)

+

∫
d4p

(2π)4

γµ(/p+m)γν(/p+m)/bγ5(/p+m)/bγ5(/p+m)/k1(/p+m)γρ(/p+m)

(p2 −m2)6

+

∫
d4p

(2π)4

γµ(/p+m)γν(/p+m)/bγ5(/p+m)/bγ5(/p+m)γρ(/p+m)(/k1 + /k3)(/p+m)

(p2 −m2)6

]
×

× Aaµ(k1)Abν(k2)Acρ(k3)tr(T a[T b, T c]).

Os diagramas (d), (e) e (f) também produzem resultados iguais por razões de simetria.

Devido à presença dos comutadores, todas as contribuições acabam sendo proporcionais

à primeira ordem em fabc, assim como no caso invariante de Lorentz.

O resultado completo para a função de três pontos é uma soma dos resultados dos

diagramas (a) - (f) dados pela Fig. 1. Por meio de comparação direta com as contribuições

para a função de dois pontos, é mostrado que é proporcional ao mesmo tensor Πλραβ,

surgindo dentro do cálculo da função de dois pontos, explicitamente,

Γ
(1)
3 =

κe2

6π2m2
fabcΠλραβ∂λA

a
ρA

b
αA

c
β, (3.19)

ou, como é o mesmo,

Γ
(1)
3 =

κe3

3π2m2
bµf

abcF µνa
0 bλAbλA

c
ν . (3.20)

Notamos que o fator constante que acompanha este termo é apropriado para formar a

expressão covariante de calibre para a ação invariante de calibre não-Abeliana.

3.0.3 Contribuição de quarta ordem

A contribuição de quarta ordem. É dado por:

Γ
(1)
4 = −e

4

4
Tr /A

1

i/∂ −m− /bγ5

/A
1

i/∂ −m− /bγ5

/A
1

i/∂ −m− /bγ5

/A
1

i/∂ −m− /bγ5

. (3.21)

A contribuição relevante é apresentada pelo diagrama de Feynman representado na

Fig. 2.
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Figura 12: Contribuição de quarta ordem nos campos externos com duas inser-
ções de /bγ5.

Explicitamente, considerando o ciclo (I)− (III)− (V )− (V I), com cada contribuição

é semelhante ao (I),nós temos para I contribuição:

Γ
(I)
4 = −e

4

4

∫
d4p

(2π)4
tr
[
γµ

(/p+m)

p2 −m2
/bγ5

(/p+m)

p2 −m2
γν

(/p− /k3 +m)

(p− k3)2 −m2
/bγ5

(/p− /k3 +m)

(p− k3)2 −m2
×

× γρ
(/p− /k3 − /k4 +m)

(p− k3 − k4)2 −m2
γλ

(/p− /k1 +m)

(p− k1)2 −m2

]
AaµA

b
νA

c
λA

d
ρtr([T

a, T b][T c, T d]). (3.22)

Aqui, os comutadores surgem novamente devido às várias maneiras de realizar as contra-

ções, como em cite PS. Agora, para formar a contribuição para o termo Yang-Mills-éter,

apenas a ordem zero em momentos deve ser mantida, então,

Γ
(I)
4 = −e

4

4

∫
d4p

(2π)4
tr

[
γµ(/p+m)/bγ5(/p+m)γν(/p+m)/bγ5(/p+m)γρ(/p+m)γλ(/p+m)

(p2 −m2)6

]
×

× AaµA
b
νA

c
λA

d
ρtr([T

a, T b][T c, T d]). (3.23)

os diagramas (II), (IV ) são iguais. Explicitamente, a contribuição (IV ) é

Γ
(IV )
4 = −e

4

4

∫
d4p

(2π)4
tr
[
γµ

(/p+m)

p2 −m2
γν

(/p− /k3 +m)

(p− k3)2 −m2
/bγ5

(/p− /k3 +m)

(p− k3)2 −m2
×

× γλ
(/p− /k3 − /k4 +m)

(p− k3 − k4)2 −m2
γρ

(/p− /k1 +m)

(p− k1)2 −m2
/bγ5

(/p− /k1 +m)

(p− k1)2 −m2

]
×

× AaµA
b
νA

c
λA

d
ρtr([T

a, T b][T c, T d]). (3.24)
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Mantendo novamente apenas a ordem zero em momentos, temos

Γ
(IV )
4 = −e

4

4

∫
d4p

(2π)4
tr

[
γµ(/p+m)γν(/p+m)/bγ5(/p+m)γλ(/p+m)γρ(/p+m)/bγ5(/p+m)

(p2 −m2)6

]
×

× AaµA
b
νA

c
λA

d
ρtr([T

a, T b][T c, T d]). (3.25)

Os diagramas (V II) − (V III) − (IX) − (X)produzir as mesmas contribuições.

Explicitamente, a contribuição (X) é:

Γ
(X)
4 = −e

4

4

∫
d4p

(2π)4
tr
[
γµ

(/p+m)

p2 −m2
γν

(/p− /k3 +m)

(p− k3)2 −m2
γλ

(/p− /k3 − /k4 +m)

(p− k3 − k4)2 −m2
×

× γρ
(/p− /k1 +m)

(p− k1)2 −m2
/bγ5

(/p− /k1 +m)

(p− k1)2 −m2
/bγ5

(/p− /k1 +m)

(p− k1)2 −m2

]
×

× AaµA
b
νA

c
λA

d
ρtr([T

a, T b][T c, T d]). (3.26)

Novamente, mantendo apenas a ordem zero em momentos, temos:

Γ
(X)
4 = −e

4

4

∫
d4p

(2π)4
tr

[
γµ(/p+m)γν(/p+m)γλ(/p+m)γρ(/p+m)/bγ5(/p+m)/bγ5(/p+m)

(p2 −m2)6

]
×

× AaµA
b
νA

c
λA

d
ρtr([T

a, T b][T c, T d]). (3.27)

Calculando todos os traços e usando as integrais listadas no apêndice ref listint,

mostramos que o resultado é proporcional à segunda ordem em constantes de estrutura,

como deve ser pelas razões de simetria de calibre, e ao operador Πλραβ, e tem a seguinte

forma:

Γ
(1)
4 = − κe4

24π2m2
Πλραβfabmf cdmAaλA

b
ρA

c
αA

d
β, (3.28)

ou, como é o mesmo,

Γ
(1)
4 = −κ e4

6π2m2
fabmf cdmbµA

µaAνbbλAcλA
d
ν . (3.29)

A soma das expressões (3.11), (3.20) e (3.29) produz o resultado desejado.

Γ(1) = −κ e2

6π2m2
bµF a

µνbλF
λνa, (3.30)

onde



69

F µνa = ∂µAνa − ∂νAµa − efabcAµbAνc (3.31)

é o tensor de tensão não-abeliano. Assim, concluímos que conseguimos gerar o termo

não-abeliano semelhante ao éter.

Portanto, no segundo capitulo trabalhamos com fundamentação teórica útil para dar

continuidade a tese, tendo como destaque as violações de Lorentz e como elas aparecem

em modelos de teoria de Yang-Mills, já neste capítulo calculando as gerações perturbativa

da geração do termo de éter não-abeliano. E por último, iremos aplicar esse termo de

correção encontrado no regime perturbativo em modelos composto com campo de Yang-

Mills+Higgs e o termo de correção de éter acoplado ao parâmetro que viola simetria de

lorentz investigaremos os efeitos numericamente.
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4 Resultados e Discussão

A análise comparativa foi feita tomando o cálculo da geração do termo de éter em 3D

não-abeliana [45] e abeliana [17]. Além disso, mostramos os cálculos do resultado apre-

sentado no trabalho [19] para termo de éter em 4D [43]. Depois de mostrar o surgimento

do termo dos termos de éter em 3D e 4D, investigamos diferentes regimes da teoria 3D

Yang-Mills-Higgs-éter.

A ação para geração do termo de éter não-abeliana em 4D:

S =

∫
d4xψ̄i(i/∂δij − e /A(T a)ij −mδij − /bγ5δ

ij)ψj (4.1)

e o resultado do termo de éter: Γ1
min = −κ e2

6π2m2 b
µF a

µνbλF
λνα [43]. já caso abeliano como

mencionado no inicio da seção desenvolvido no trabalho[17].

A geração perturbativa do termo de éter em 3D foi desenvolvida no trabalho [45], e

como vários termos que quebram a simetria Lorentz, incluindo o termo éter, sejam abeli-

anos ou não-abelianos, podem ser gerados perturbativamente como correções de um loop

em alguma teoria envolvendo um calibre (não-abeliano) de campo acoplado a espinores

com inclusão de parâmetros de quebra de Lorentz. Essa metodologia foi proposta por[8]

e aplicada ao termo éter abeliano em várias dimensões espaço-temporais [17, 18], e ao

seu análogo não-abeliano quadridimensional em [101] .Já o termo éter tridimensional não-

abeliano partimos de uma ação espinorial QED estendida, que pode ser tratada como um

análogo 3D natural da ação proposta em [18]:

S =

∫
d3xψ̄i

(
iγµ(∂µδ

ij − ieAaµ(T a)ij + bµδ
ij) + gεµνλbµF

a
νλ(T

a)ij −mδij
)
ψj, (4.2)

onde (T a)ij são os geradores da álgebra de Lie correspondente e e tanto o calibre de campo,

e ambos campos de gauge Aµ = AaµT
a e o tensor de tensão não-abeliano Fµν = F a

µνT
a são

avaliações da álgebra de Lie. A derivada covariante Dij
µ = ∂µδ

ij − ieAaµ(T a)ij é necessário

para a invariância de calibre completa da ação.

O vértice envolvendo Aµ chamamos de vértice mínimo, e aquele que envolve o Fµν
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como o não-mínimo. Notamos que, ao contrário do caso quadridimensional [43], não há

quiralidade em três dimensões, e o análogo da matriz γ5 dada por γ0γ1γ2 é proporcional

à matriz unitária[45].

De forma completamente análoga a [17], temos três contribuições para o termo éter,

aquele formado por dois vértices mínimos, o misto e o formado por dois vértices não-

mínimos. Contudo, cálculos diretos mostram que a contribuição puramente mínima desa-

parece. Este fato pode ser justificado da seguinte forma: a integral sobre os momentos no

diagrama de Feynman correspondente é a mesma para o abeliano e o caso não-abeliano,

e a contribuição mínima semelhante ao éter abeliano (proporcional a e2 ) é zero uma

vez que, neste caso, o vetor de quebra de Lorentz bµ é excluído pela transformação de

calibre simples Aµ → Aµ− bµ, ou seja, a matriz γ5 em 3D não é proporcional a unidade e

portanto, a contribuição mínima de segunda ordem em bµ é zero, independentemente de

calibre do grupo.

A contribuição do éter misto (proporcional a, por exemplo eg) também pode ser

facilmente mostrado que desaparece no caso abeliano e o único termo relevante, após

a transformação de calibre acima mencionada, acaba sendo de primeira ordem embµ),

portanto, por razões de simetria de calibre, a generalização não-abeliana deste termo

estará também ausente e concluímos que a contribuição abeliana é a parte quadrática

da não-abeliana [17, 43]. Portanto, a única contribuição semelhante ao éter é puramente

não-mínima. Nesse caso podemos aplicar diretamente os resultados obtidos em [17], com

a única diferença surgindo de um fator κ a partir da definição do traço tr(T aT b) =

κδab e vindo do produto de dois geradores em dois vértices e escrito o termo de éter

desejado S1 = 4|m|g2κ
2π

bµF a
µνbλF

λνa. Além disso, os diagramas são semelhantes diferenciando

apenas a inserção dos índices de simetria i, j dos casos abelianos para os não-abelianos, e

independente da dimensão, isto é, são iguais para 3D e 4D.

Assim, demonstramos explicitamente como surge o termo éter 3D e 4D não-abeliano

. É claro que em quatro dimensões, as contribuições do éter não-abeliano serão geradas

para todos os três casos, não apenas o mínimo estudado em [101].

Na sequência da tese, a fim de descrever um mecanismo através do qual o termo de

éter não-abeliano desejado surge em 3D, descrevemos sua geração perturbativa e, por

meio da abordagem descrita no parágrafo anterior, é investigado os diferentes regimes

da teoria 3D Yang-Mills-Higgs-éter. Destacando que o mecanismo de Higgs é aquele que

provém através do bosón de Higgs descoberto em 2012 no LHC, a massa para todas as

partículas[102, 103].
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Então, ao fixar o calibre, de acordo com a quantização de Faddeev-Popov [101], a

simetria é quebrada. Contudo, surge uma nova simetria chamada BRST [104] , de modo

que a ação se torna invariante. A simetria BRST é o tipo mais simples de supersimetria e

é útil para obter a renormalização de uma teoria. Como resultado da renormalizabilidade,

as teorias de Yang-Mills obedecem também ao grupo de renormalização [105].Fisicamente,

existe uma invariância de escala na teoria, ou seja, há uma constante de acoplamento g

que depende da escala de renormalização µ. Para escalas de energia grandes a constante de

acoplamento tende a zero. Enquanto g for pequeno a teoria perturbativa funciona muito

bem no regime ultravioleta. Neste regime, a QCD se mostra muito bem sucedida e as

teorias de Yang-Mills são as teorias fundamentais da interação forte.

Por outro lado, conforme a energia diminui a constante de acoplamento g começa

a crescer. No limite g = 1 a expansão perturbativa deixa de fazer sentido e a teoria

entra no regime infravermelho. A partir deste ponto, se a energia diminuir ainda mais a

constante de acoplamento pode se tornar imaginária e a teoria perde completamente o

sentido. Em outras palavras, o chamado problema infravermelho é um limite de validade

da quantização das teorias de Yang-Mills.

No tratamento dessas teorias, são feitos estudos semi-perturbativos, onde as teorias

de Yang-Mills são tratadas no âmbito de fenômenos críticos, nos quais a temperatura

se torna útil para estudar as regiões ultravioleta e infravermelha como fases da QCD,

servindo de parâmetro para a transição de fase. Assim, ao atravessar da fase ultravioleta

para infravermelha, os quarks e os glúons estariam confinados devido ao grande valor da

constante de acoplamento. Na transição de fase ocorreria a formação de hadrons e bolas

de gluons (glueball).

Uma forma simples de se entender o confinamento é imaginando um estado ligado

de dois quarks a baixas energias. Se tentarmos separá-los, a energia entre eles tende a

aumentar devido a seu acoplamento forte. Quanto mais energia damos para separá-los

mais energia precisamos. Finalmente chegaremos a uma quantidade de energia capaz de

criar um novo par quark-antiquark. Então conseguiremos separar os dois quarks iniciais,

porém, cada um deles ligar-se-ão a um dos novos quarks criados, de modo que terminamos

com dois estados ligados, novamente confinados. Nesse contexto, o cenário de Gribov-

Zwanziger é utilizado para explicar o confinamento [19].

A ação Euclidiana de Yang-Mills-Higgs-éter antes da fixação de calibre e implemen-
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tação do formalismo Gribov é definida da forma:

S =

∫
d3x

(
1

4

(
F a
µν

)2
+
α

2
aµF

a
µνaδF

a
δν

)
+ (Dij

µ Φj)†(Dik
µ Φk) +

λ

2

(
Φ†Φ− ν2

)2
. (4.3)

A esta ação, adicionamos um termo de fixação de calibre Landau e as contribuições

provenientes do formalismo Gribov. O primeiro termo é a ação de YM, segundo termo é

o termo de éter não-abeliano gerado de uma teoria perturbativa e os últimos termos são

da ação de Higgs e para calcular o propagador podemos organizar os termos quadráticos

e calcular o propagador de calibre,

S =

∫
d3k

(2π)4

(
1

2
Aaµ(k)Qab

µνA
b
ν(−k)

)
, (4.4)

onde introduzimos o operador de propagação inversa

Qab
µν = δab

[(
k2 +

γ4

k2
+
g2ν2

2

)
δµν +

(
1

∆
− 1

)
kµkν+

+ α
(
(a · k)2δµν − (a · k)aνkµ − aµkν(a · k) + k2aµaν

)]
, (4.5)

γ4 = βNg2

2V (N2−1)
é o parâmetro Gribov e ∆ é o parâmetro de fixação de calibre, que deve ser

zerado para o calibre de Landau. Neste limite ∆→ 0, o propagador do glúon é dado por

〈Aaµ(k)Abν(k)〉 = δabF1(k)

[(
δµν −

kµkν
k2

)
− F2(k)

(
(a · k)kµ − k2aµ

) (
(a · k)kν − k2aν

)]
,

(4.6)

onde

F1(k) =
k2

k4 + γ4 + g2ν2

2
k2 + α(a.k)2k2

, F2(k) =
α

(1 + αa2)k4 + γ4 + g2ν2

2
k2

. (4.7)

Podemos decompor F1(k) em frações parciais, escrevendo

F1(k) =
1

ξ(θ)(m2
+ +m2

−)

(
m2

+

k2 +m2
+

+
m2
−

k2 −m2
−

)
, (4.8)

onde definimos θ como o ângulo entre kµ e aµ, ξ(θ) = 1 + αa2 cos2 θ e

m2
± =

g2ν2

4ξ(θ)
± 1

4ξ(θ)

√
(g4ν4 − 16ξ(θ)γ4) (4.9)

Desse modo, temos as condições:

i) Se g4ν4−16ξ(θ)γ4 > 0, m+ e m− são positivos e o propagador se decompõe em dois

modos. No entanto, devido ao sinal negativo, somente o modo mais pesado, m2
+,
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representa um modo físico. Esta região é chamada fase de Higgs;

i) Se g4ν4 − 16ξ(θ)γ4 < 0, as massas se tornam complexas. O propagador é do tipo

Gribov, exibindo polos conjugados complexos e todas as componentes do campo de

calibre se tornam não físicas. Esta região corresponde a fase de confinamento.

A equação de GAP que serve para obter valor esperado não zero do algum campo no

vácuo e usualmente para d = 3, a equação GAP é dada por:

3 = Ng2

(∫
d3k

(2π)3

1

ξ(θ)k4 + g2ν2

2
k2 + γ4

+

∫
d3k

(2π)3

1

ζk4 + g2ν2

2
k2 + γ4

)
, (4.10)

onde colocamos ζ = 1 + αa2 e ainda temos ξ(θ) = 1 + αa2 cos2 θ. A primeira integral

não possui solução analítica simples. No entanto, podemos analisar os seguintes compor-

tamentos:

• Tomando a derivada do lado direito da igualdade com respeito a γ4 produz integrais

de menos um quadrado, que é negativo. Isso significa que o lado direito da equação

GAP diminui com γ.

• Mudando de variável kµ → γqµ, é possível expandir as integrais em relação a γ

grande, produzindo resultados que se comportam como 1/γ. Isso significa que o

lado direito vai a zero para γ grande. Como resultado, o lado direito da equação

é uma função monotonamente decrescente de γ, com valor limite zero. A equação

GAP, portanto, só pode ter uma solução para γ real (positivo) se e somente se o

lado direito da equação GAP avaliado em γ = 0 for maior do que 3:

3 < Ng2

(∫
d3k

(2π)3

1

ξ(θ)k4 + g2ν2

2
k2

+

∫
d3k

(2π)3

1

ζk4 + g2ν2

2
k2

)
. (4.11)

Ou seja, após avaliar as integrais, encontramos

3 <
Ng

2πν
√

2

(
arsinh(a

√
α)

a
√
α

+
1√

1 + αa2

)
, (4.12)

ou, para um pequeno termo de quebra de Lorentz, que é o caso físico,

g >
3πν
√

2

N

(
1 +

αa2

3
+ · · ·

)
. (4.13)

Está linha azul que separa os regimes I e II na figura 14 não há parâmetro de Gribov

γ = 0 e o regime I é chamado de Higgs-forte, enquanto o parâmetro de Gribov for diferente
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Figura 13: Valores do parâmetro adimensional Gribov γ/gν como as funções de
Ng/ν de uma solução numérica de 4.13 para selecionar valores da quebra de
Lorentz αa2.

de zero γ 6= 0 (regimes II a IV) para acoplamento forte ou termo de Higgs fraco. Alguns

valores determinados numericamente do parâmetro Gribov são plotados na figura 13.

Nota-se que um valor positivo para αa2 puxa o parâmetro Gribov para baixo, enquanto

o termo de éter negativo empurra-o para cima.

Percebe-se, que todas as linhas de transição na figura 14 aumentam com αa2 . Como

resultado, a introdução de um termo éter positivo tem um efeito qualitativo comparável

a diminuir a força de acoplamento ou aumentar a força do fundo de Higgs, enquanto um

termo éter negativo é semelhante a um acoplamento mais forte ou Higgs mais fraco.

-1.0 -0.5 0.5
α a2

5

10

15

20

25

Ng /ν

I

II

IIIa

IIIbIV

Figura 14: Limites entre os diferentes comportamentos dos pólos do propagador
de glúon

Do análise gráfica, concluímos que existem pelo o menos dois regimes: um com e

outro sem parâmetro de Gribov. A situação se torna mais complexa quando observamos

o comportamento do propagador do glúon, isso significa que a relação da equação 4.10 é

necessária para que γ tenha valor real positivo para acoplamento fraco (abaixo da linha

I), e acoplamento forte (regimes II a IV). Pois, quando γ = 0 o gluon simplesmente se

comporta como um glúon do tipo Higgs massivo, com quebra de Lorentz.

Quando o parâmetro Gribov γ é diferente de zero γ 6= 0, isso começa a mudar. Em
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valores não muito altos do parâmetro de Gribov, o propagador de glúon ainda tem pólos

massivos reais, como no caso puro Higgs-éter. Isso é o que acontece no regime II da

figura 14. Em algum ponto, o discriminante dos denominadores de (4.8) mudam o sinal,

pelo menos para alguns valores de θ. A linha verde na figura 14 indica uma mudança no

sinal para θ = 0 (e, portanto, também para o denominador de F2(k)), enquanto a linha

vermelha indica um mudança de sinal para θ = π. As mudanças de sinal para outros

valores de θ acontecem entre essas duas linhas.

Como resultado, temos os regimes rotulados IIIa e IIIb, onde o glúon tem pólos reais

ou complexos dependendo da direção de propagação em relação ao campo de éter. No

acoplamento forte regime IV Higgs-fraco, todos os pólos têm partes imaginárias diferentes

de zero e nenhum glúon físico pode se propagar, isto é, estão no regime de confinamento.
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5 Conclusões e Perspectivas

Nesta tese, encontramos o termos não-abelianos semelhantes ao éter. Partindo da te-

oria do espinor de Dirac minimamente acoplado ao campo de calibre não-abeliano em

4D, onde a quebra de simetria de Lorentz foi introduzida através do usual b/γ5, usando

os aspectos perturbativos das teorias de quebra de Lorentz encontramos as contribuições

quadráticas finitas . Notamos que o resultado é válido para um grupo de medidores arbi-

trário. Ademais, este é o segundo exemplo de geração de um termo não-abeliano realizado

com o uso de apenas acoplamentos mínimos, já realizado em [106, 17] . Na verdade, nosso

resultado é a contribuição de próxima ordem para a expansão da ação efetiva do campo

de calibre não-abeliano acoplado a férmions, após o termo CFJ não-abeliano.

A vantagem de nossa abordagem consiste no fato de que é esquema baseado em

acoplamento mínimo, sendo, portanto, explicitamente superficial finito e, portanto, livre

de ambiguidade. Assim, confirmamos que os termos de quebra de Lorentz não-abelianos

podem surgir como correções quânticas em alguma teoria fundamental, como decorre do

conceito de dinâmica emergente.

Além disso, como foi discutido em [17], o impacto do termo de éter deve ser pequeno

em comparação com o termo usual de Yang-Mills, uma vez que os parâmetros de quebra

de Lorentz são muito pequenos. Espera-se que haja apenas pequenas modificações na

descrição qualitativa do confinamento gerado pelo termo de éter.

Em seguida, trabalhamos com uma teoria Yang-Mills-Higgs não-abeliano com um

termo de éter aditivo com quebra de Lorentz em 3 dimensões do espaço-tempo. Para

justificar a presença do termo de éter não-abeliano, realizamos sua geração perturbativa,

demonstrando que ela surge como uma correção de um loop. Como um subproduto, ar-

gumentamos que o termo não-abeliano semelhante ao éter em 4D recebe contribuição

também de acoplamentos não-mínimos. Usamos o formalismo Gribov-Zwanziger para fi-

xar o calibre no calibração de Landau sem cópias infinitesimais de calibre, que fornecem

uma visão da dinâmica não perturbativa da teoria.
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Descobrimos que um parâmetro éter positivo αa2 reduz o valor do parâmetro de

Gribov e (se é suficientemente grande) pode alterar a teoria de um comportamento não

perturbativo a um perturbativo. Um valor negativo de αa2 tem o efeito oposto.

Em comparação com o caso 3D SU(N) Yang-Mills-Higgs, encontramos um regime

intermediário extra: entre o regime com pólos reais e aquele com pólos complexos no

propagador de glúon, há um regime adicional onde a realidade dos pólos propagadores

do glúon depende da direção de propagação. Os diferentes regimes são representados na

figura 14.

5.1 Trabalhos futuros

Como trabalhos futuros, temos nós dedicado aos cálculos de correções em teorias em

um regime perturbativo para um acoplamento mínimo, outras possibilidade seria cálcu-

los para parâmetro não-mínimos. Temos ainda outra linha de pesquisa seria considerar

a teoria em um fundo temporal adequado de forma que permita verificar o valor de ex-

pectativa de vácuo do loop Polyakov [107, 108, 109, 110], o que nos diria se a teoria está

efetivamente confinada ao regime em que o propagador do glúon tem pólos complexos e

desconfigurados de outra forma. No entanto, notamos que há muitas questões relacionadas

ao termo éter não-abeliano dentro do problema de confinamento e outros contextos que

precisam ser estudados.
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APÊNDICE A -- Equação de movimento

S =

∫
d4xψ̄i

(
i∂/δij − eA/a(T a)ij −mδij − b/γ5δ

ij
)
ψj. (A.1)

L = ψ̄i
(
iγλ∂λδ

ij − eγλAaλ(T a)ij −mδij − γλbλγ5δ
ij
)
ψj. (A.2)

∂L
∂Aγ

− ∂σ
∂L

∂(∂σAγ)
+ ∂τ∂σ

∂L
∂(∂τ∂σAγ)

− ∂η∂τ∂σ
∂L

∂(∂η∂τ∂σAγ)
= 0 (A.3)

Da densidade lagrangiana A.1 podemos encontrar as equações de movimentos usando

o princípio de mínima ação da equação Euler-lagrange A.3. No nosso caso vamos ter três

equações de movimento para diferentes campos ψ̄i, ψj e Aλ, representada pelas seguintes

equações de movimento, respectivamente.

∂L
∂ψ̄k
− ∂c

∂L
∂(∂cψ̄k)

(A.4)

∂L
∂ψk
− ∂c

∂L
∂(∂cψk)

(A.5)

∂L
∂Aaγ

− ∂ρ
∂L

∂(∂ρAaγ)
(A.6)

fazendo passo A.6,no qual vai ter termos apenas do vetor campos e não contém termos

de derivadas.
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−eψ̄iγλ
(
∂Aaλ
∂Aaγ

)
(T a)ijψj = −eψ̄iγλ (δλγ) (T a)ijψj = −eψ̄iγγ(T a)ijψj (A.7)

chegamos a equação de movimento do campo Aaλ A.8

−eψ̄iγγ(T a)ijψj = 0 (A.8)

abaixo as equações de movimento dos campos ψ̄i e ψj,respectivamente.

ψ̄i
(
−eγλAaλ(T a)ij −mδij − γλbλγ5δ

ij − γλ∂λ
)

= 0 (A.9)

(
−eγλAaλ(T a)ij −mδij − γλbλγ5δ

ij − γλ∂λ
)
ψj = 0 (A.10)
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APÊNDICE B -- Dimensão dos termos da
densidade lagrangiana

1. Exemplos de cálculo de dimensão dos termos da densidade lagrangiana

A ação é integral da densidade lagrangiana e como ela não tem dimensão vamos usar

esse método para calcular a dimensão da constante b.

S =

∫
d4xL (B.1)

d4x = dxdydzdt e para falar de dimensão temos que usar unidade de energia. Considerando

c = 1 e ~ = 1 e usando formula E = mc2, concluímos que dimensão de massa é igual

energia. A E2 = P 2 +m2, além disso, E = (mc)c = pc = p. A relações que já conhecemos

E = i~ ∂
∂t

e ~p = −i~~∇. De todas considerações pode verificar que dx = dy = dz = dt = 1
E

e

Agora pegando primeiro termo da lagrangiana

S = −
∫
d4x

1

4
F µνFµν (B.2)

abrindo a equação B.2

S =

∫
d4x(∂µAν − ∂νAµ)(∂µAν − ∂νAµ). (B.3)

veja que vai ter 4 termos,só que vamos usar somente um termo já para entender o

processo de cálculo de dimensão das grandezas.
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S =

∫
dDx(∂µA

ν∂µAν) (B.4)

1. Em D = 2 , ∂µ = [E] d2x = dxdt = [E]−2, como ação não tem dimensão concluímos

A = [E]0

2. Em Em D = 3 , ∂µ = [E] d3x = dxdtdt = [E]−3, como ação não tem dimensão

concluímos A = [E]
1
2

3. Em Em D = 4 , ∂µ = [E] d4x = dxdtdt = [E]−4, como ação não tem dimensão

concluímos A = [E]1

já que mais usado espaço-tempo quadrimensional D = 4, vamos calcular a dimensão da

constante b.

Como já sabemos dimensão de grandezas úteis como campos A, derivada ∂
∂µ

= [E] e

d4x = dxdtdt = [E]−4, precisamos só aplicar para segundo termo da lagrangiana e verificar

qual valor de b para que a ação permaneça sem dimensão.

S =

∫
d4xεµνλρb2bµAν∂λ∂α∂

αAρ (B.5)

observe o item abaixo e avaliando a equação B.5.

1. Em Em D = 4 , ∂
∂µ

= [E] d4x = dxdtdt = [E]−4, como ação não tem dimensão

concluímos A = [E]1

2. vejam que estamos com b3 e dimensões [E]−4[E]3[E]2[b]3D, sendo dimensão, derivada

e campos, respectivamente. logo para ficar com dimensão zero o

(a) Cálculo das dimensões das grandezas dos resultados da tese

S =

∫
d4xL (B.6)

A densidade lagrangiana:

L = ψ̄i
(
iγλ∂λδ

ij − eγλAaλ(T a)ij −mδij − γλbλγ5δ
ij
)
ψj. (B.7)
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Agora pegando primeiro termo da lagrangiana em 4 dimensão.

S = −
∫
d4x

(
ψ̄iiγλ∂λδ

ijψj
)

(B.8)

vimos no exemplo acima que dimensão da derivada é energia [E] e a derivadas

dx = dx = dz = dt = 1
[E]

, a possíbilidade para ação ficar sem dimensão só cada

campo tiver dimensão 3
2
.

sabendo a dimensão dos campos e a derivada e analisando o último da densidade

lagrangiana e concluímos que nosso parâmetro que viola a simetria de Lorentz tem

dimensão de [E].
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APÊNDICE C -- Inserções usadas no
capitulo 3 para cálculo do
termo de éter não-abeliano

Usando o propagador S(k) = 1
k/−m = k/+m

k2−m2 ,podemos escrever nosso tensor de energia

própria Πµνλρ como

Πµνλρ =

∫
d4k

(2π)4
tr
[

γµS(k)γνS(k)γλS(k)b/γ5S(k)b/γ5S(k)γρS(k) +

+ γµS(k)γνS(k)γλS(k)γρS(k)b/γ5S(k)b/γ5S(k) +

+ γµS(k)b/γ5S(k)b/γ5S(k)γνS(k)γλS(k)γρS(k) +

+ γµS(k)γνS(k)b/γ5S(k)b/γ5S(k)γλS(k)γρS(k) +

+ γµS(k)b/γ5S(k)γνS(k)b/γ5S(k)γλS(k)γρS(k) +

+ γµS(k)γνS(k)b/γ5S(k)γλS(k)b/γ5S(k)γρS(k) +

+ γµS(k)γνS(k)γλS(k)b/γ5S(k)γρS(k)b/γ5S(k) +

+ γµS(k)b/γ5S(k)γνS(k)γλS(k)γρS(k)b/γ5S(k) +

+ γµS(k)b/γ5S(k)γνS(k)γλS(k)b/γ5S(k)γρS(k) +

+ γµS(k)γνS(k)b/γ5S(k)γλS(k)γρS(k)b/γ5S(k)
]
. (C.1)

É fácil ver que esses termos correspondem a todas as inserções possíveis de γµ, γν , γλ, γρ

entre dois fatores b/γ5. O mesmo Πµνλρ descreve funções de dois, três e quatro pontos.

Todas essas inserções são apresentadas por gráficos abaixo onde • é para b/γ5, e × é

para γµ, γν , γλ, γρ a ser contraída com derivadas ou momentos (cada gráfico aparece

duas vezes na expressão acima descrevendo duas linhas diferentes).
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O fato de que o projetor é o mesmo para funções de dois, três e quatro pontos, é

consistente com a simetria de calibre e explica que há o mesmo fator que acompa-

nha as contribuições de terceira e quatro ordens (no campo externo) como para as

contribuições de segunda ordem. O último foi encontrado anteriormente para ser

− e2

6m2π2 .
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APÊNDICE D -- Regras de Feynman da
QED

(a) Desenhar todos os diagramas conectados e amputados que contribuem para o

espalhamento;

(b) Escreva as funções dos propagadores ( somente as linhas internas);

Figura 15: Propagador do elétron

Figura 16: Propagador do fóton

(c) Para cada vértice
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Figura 17: Vértice

;

(d) Para as linhas externas, as (com atenção do sinal relativo entre diagramas

iguais sob a troca de ponto de inserção de linhas fermiônicas externas)

Figura 18: Linhas externas para férmions
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Figura 19: Linhas externas do foton

;

(e) Imponha conservação de momento em cada vértice (re-escrevendo os momentos

internos);

(f) integre sobre cada momento não determinado:
∫

d4k
(2π)4

;

(g) Multiplique por (-1) para cada loop fermiônico.
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APÊNDICE E -- Artigos Publicados
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APÊNDICE F -- Outras Publicações
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