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RESUMO

0 ponto central desta tese consiste na andlise de como a
supersimetria pode interferir nos graus—de-liberdade de uma
simetria de gauge local e, consequentemente, como permite uma
possivel extensZo do principic de gauge. E feita, inicialmente,
uma breve revisfio da formulagfo de superespa¢o para a
supersimetria (1,00 em duas dimensBes. Contempl ando-se o caso de
tecrias de gauge, mostramos gque, mediante o relaxamento do
chamado vinculg convencicnal, emerge naturalmente um modelo de
gauge estendido, caracterizado pela presenga de dois potenciais
vetoriais transformande—se sob um Unico grupo de simetria.
Finalmente, as etapas fundamentais do programa de rencrmalizagdo

deste modelo estendido sio estabelecidas e discutidas.
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INTRODUCAO

Poucos concel tos tém sido t3o fundamentais no
desenvolvimento da Fisica deste século como a nog3ic de simetria.
O seu advento no Aambito das teorias fisicas permi te—-nos
classificar as particulas fundamentals como representagfes
irredutiveis, n3o-~-unitarias, dos grupos de simetrias do
espago~tempo, e criar modelos de como elas interagem, via
simetrias internas. Os numeros gquanticos, gue s3o a esséncia da
interpretagio de particula, aparecem natural mente pela
utilizaclc deste conceito: massa e spin podem ser entendidos
como numeros associados a invariancias perante transformagfes de
coordenadas no espago-tempo, engquanto carga elétrica e cor . por
exemplo, aparecem guando impomos a invaridncia da ac3o perante
um tipo especial de simetrias intérnas. as chamadas simetrias de
gauge [11].

Simetrias .globais do tipo espago-tempo surgem gquando
impomos a invari&ncia das leis da Fisica perante transformagfes
entre observadores sem aceleracg3o relativa e considerando a
constancia da velocidade da luz. Como nos outros casos, podemos
tratar este problema como invari&ncia perante um grupo de Lie,
cujos geradores serioc as cargas conservadas da simetria em
guest3o. Para simetrias do espago—tempo, o grupo € o© chamado

Grupo de Poincaré [2]1, e as cargas conservadas s3o a energia



Ctranslag®o no tempo), momentum Ctranslagiio no espagod, momentum
angular CrotaglBes espaciaisd e mais tres grandezas sem
siginificado fisico, associadas aos boosts de Lorentz.

Simetrias internas s3o associadas a transformag@es que n3o
atuam sobre as coordenadas espaQOMteﬁporais. A mais usual é
aquela que envolve uma transformagfo de fase: se escolhermos os
campos de uma teoria como complexos, o fato de que a agdo tem
gue ser real implica na invariincia desta perante uma
transformacfo de fase dos campos. No caso Abeliano (grupo SOCE20~
UCid>, a quantidade conservada que temos € a carga elétrica, e a
naturezra complexa dos campos nos conduz A interpretagio de
particula e antipartfcula. Quando a simetria interna em guest3o
& tomada local (ou seja, os parametros da trasnformagio s3o
funcBes das coordernadas espago-—temporais), podemos formular o
que se chama teoria dé gauge, e a simetria local pode ser
interpretada como uma forma de interagio entre as particulaé,
sendo a forga mediada por um bdscon vetorial de gauge [11].

£ interessante notar, porgm, gue este procedimento
classifica as particulas fundamentais em dois blocos distintos:
num deles, temos as particulas de spin semi-inteiro, o=
férmions, que s¥o os constituintes bazicos da matéria; no outro,
temos as particulas de spin inteiro, os jad mencionados bdésons,
que est3o diretamente ligados as simetrias de gauge. Alguns
destes bésons aparecem como os préprios mediadores da interagdo,
enquanto gque outros como particulas escalares carregadas que
induzem o mecanismo da quebra espontinea da simetria. A este

ponto, aparece naturalmente uma das motivagles para se



introduzir a idéia da supersimetria (3], que permite,
exatamente, eliminar esta distingZ¥o: num modelo supersimétrico,
a cada particula & associado um ou mais parceiros
supersimétricos, e cada multiplete € constituido por particulas
com spins diferentes tendo o mesmo numero de graus de liberdade
bosdnicos e fermiénicos. Outra maneira de colocar a questio &
que a transformagfo de supersimetria envolve transformagdes
tanto internas quﬁnto de natureza espago—temporais. Estas
caracteristicas peculiares da supersimetria vém do Cou implicam
nod) fato de que seus geradores sZo operadores de carater
spinorial, cuja Algebra fecha por anti-comutag®o. For questSes
ligadas A wunitariedade das representagfies, sempre buscamos
geradores de simetrias que sejam hermitianos, e na supersimetria
isto significa que seus geradores devam ser spinores de Majorana
(spinores com carga nula, gue sempre podem ser tomados como
objetos reais numa certa representagfo). A maior parte destes
pontos seria discutida em detalhes no primeiro capitulo, onde
construiremos um especifico modelo supersimétrico.

Embora extremamente bem sucedido, o conceito de simetria
n¥o foi, ainda, capaz de resolver um dos mais fascinates
problemas da fisica tedrica deste século: tornar consistentes
entre si as teorias quantica e da gravitagZo. Mesmo os mais
recentes desenvol vimentos, como as teorias de cordas [4], n3o
tiveram, até o momento, absoluto sucesso nesta tentativa. Talvez
seja' necessirio um reestudo do que o© conceito de simetria
oferece para a construgo de uma teoria fisica, ou tal vez

sejamos obrigados a abandona-lo como pedra fundamental na



construgfo de teorias que busguem a unificagfo das interagles.
Mudangas t¥o dramaticas na fisica sé acontecem, porém, quando,
por resultados experimentais ou por inconsisténcias tedricas, a
formulag8o original se mostra irremediavelmenmte perdida.

Este trabalho é€ baseado na primeira opgio, e pProcuraremnos
entender como & possivel estender o conceito de simetria. Nossa
escolha, para tentarmos compreender como isto pode ser possivel,
far —se—4 atraveés de um estude da supersimetria. E um fato bem
conhecido que modelos supersimétricos apresentam sempre um
grande numero de graus de liberdade, sendo, usual mente,
ﬁecessério impormos uma série de vinculos para se obter ©s graus
de liberdade que nos interessem em cada situag3o ([81. Por
exemplo, quando vamos conciliar supersimetria e teorias de
gauge, © numerc de graus de liberdade gue surgem para os Ccampos
vetoriais 6 maior gque o necessario para acomodarmos o foton.

O procedimento utilizado para se construir tecorias de
gauge supersimétricas consiste na sistematica standard para se
covariantizar tecorias mediante o acoplamento minimo. Comegamos
com uma acXo escrita em termos dos supercampos de matéria
complexos, & impomos a invarisncia da ag8o perante o grupo UCL13
local. As derivadas espaco—temporais e covariante de
supersimetria n3c ser3io covariantes de gauge e, entfo, ao
definirmos estas novas derivadas, surgir3dc os supercampos de
gauge. Os supercampos intensidade de campo s3o definidos, como &
usual, como os Canti-dcomutadores das derivadas covariantes de
gauge, e as Identidades de Bianchi nos imp@Sem relagOes entre

eles. B neste estdgioc que podemos observar o que fol mencionado



anteriormente: o ndmero de graus de liberdade vetoriais € maior
gue o necessario para acomodarmos o fdéton, e novos vinculos se
fazem necessdrios. O vinculo gue usualmente se impSe & o chamado
vinculo convencional [B], o gual consiste, essencialmente, em
anular as intensidades de campo definidas nas relagBes de
anticomutag3c das derivadas covariantes de supersimetrlia de
gauge. Este trabalho pretende mostrar gQue, se ralaxarmos este
vinculo, os novos graus de liberdade gue surgir3o poder3o ter
uma boa interpretagio fisica, tendo nimer os guanticos
f{isicamente aceitiveis. Para comparagifo, tanto o casoc com o
vinculo convencional guanto o caso com o vinculo relaxado ser3o
tratados. Isto ser4 feito no segundo capitulo deste trabalho.

No terceirc capitulo deste trabalho, faremos uma
discuss3c sobre a rencrmalizabilidade do Modelo de Gauge
Estendide. Esta ani&lise faz-se necessaria devido ao fato de que
as varias maneiras pelas guais se mostra ser possivel a
introducfo de mais de um potencial de gauge no mesmo grupo Ccomo
a discuss¥o apresentada no segunde capituleo 3 s3o apresentadas a
nivel classico. &, portanto, fundamental, observar se 3 teoria
mantém-se consistente apds o processo de gquantizagfo. Um dos
aspectos mais fundamentais a serem analisados refere-se i
renormalizabilidade da teoria, ou seja, a possibilidade de
tornarmos a teoria calculivel, obtendo—se de um modo sistematico
resultados finites no cémputo de grandezas fisicas como, por
exemplo, secgBes-de-chogue para © espalhamento de particulas

presentes no espectro da teoria.



CAPITULO |

INTRODUCAO A SUPERSIMETRIA

Neste capitulo, devemos rever alguns fatos essenciais de
gr upos do tipo sSxX1,D-12, dando énfase especial as
representagBes spinoriais de SOC1,12. Esta discuss8o € uma etapa
necessaria para se estabelecer © conceito das supersimetrias do
tipo N=1-8, que podem ser definidas em duas e dez di mensCes
espago-—temporais[7].

Discutiremos, a seguir, os detalhes relevantes a
formul agdo de tecrias de campo bidimensionais baseadas na
presenga de uma supersimetria N=1-2, as quais desempenham um
papel central na formulagdo das teorias das supercordas

heterdticas (8], e que ser¥c a base para as discussdes que

faremos a seguir.

1.1 - O GRUPO DE LORENTZ

Nesta secfo, vamos fazer um breve estudo de Grupo de
Lorentz (21 = suas representacgBes irredutiveis
finito—dimensionais (nZo-unitarias>. Nosso objetivo maior €
mostrar gque, em C1+1) dimens®es, podemos definir os chamados

spinores de Majorana-Weyl, que serdo os cbjetos bAsicos em nossa



formulac®o da supersimetria N=1l.2 — D=2.
Consideremos o© espagco de Minkowski D-dimensional, com
métrica diagC-1,1,...,1). Neste espago,o Grupo de Lorentz €&

definido como sendo o conjunto de transforma¢des

x* ¥ = A“va) vl C1.1>

sob as quais o elemento de linha

ds® = dx* n A c1.2d

“r

]

permanece invariante. O Grupo de Lorentz &, ent3o, o grupo de
rotac®es no espage de Minkowski, e o denota os parametros da
transformag3o. Para que (1.28) seja invariante, os elementos A#v

devem ohedecer a relacgio:
n =AMy A €1.3)

do gue segue imediatamente que:

Cdet A% = 1
1.4>

|A°0| > 1

A combinacio destas duas propriedades nos permite individualizar
no Grupo de Lorentz a presenca de quatro setores desconexos. O
setor det A =1 e A0 > 1 & chamado Grupo de Lorentz Restrito, e
este @ © Gnico setor onde as transformag®es finitas podem ser
conspruidas a partir de transformagBes infinitesimais Cna
verdade, os outros setores sequer tém as propriedades de grupo;
& a unifo do setor acima com qualquer outro setor que nio pode

ser vista como um grupe cujos elementos s3o gerados por



transformac®es infinitesimais)d. A partir de agora, sempre que
nos referirmos ac Grupe de Lorentz, estaremos nos referindo ao
setor restrito.

A partir da equag3o, (1.2) ¢é possivel mostrar que o
nimero de paréametros caracterizando as transformagBes & dado por
DXD-12,2, © gque nos possibilita escrever uma transformagdo

integrada deo grupo como:
1 Mz
A = expl 5z w £ > 1.8

com W = ~ e X denotando os geradores do grupo.
v L4 #22

Se consideramos uma transformag3o infinitesimal, tanto em

x' ¥ = A“prva S C1.4D
quanto em
x P = exPE% wﬁﬁzap]”u x c1.62
obtemos a }eiagso:
oY = L [w‘"ﬁ s ]“" c1.7>
= o

Esta nos fixa as matrizes (DxD) que representam os geradores Zap
na chamada representagfic vetorial:

cx Y =& p ~& q 1.8
o L o g @ ot

onde g & o indice de linha, ¥ o de coluna e o par (o> indica o
particular gerador a gque nos referimos. De posse desta

especifica representagfo matricial para oS geradores,



verificamos que estes obedecem a seguinte relagio de comutagio:

= + + +
[zw,zap] Do Zov * Mp Fae ¥ Te Fua * Toa Tu 1.9

Este comutador nos define a Algebra de Lie do Grupo de Lorentz,
e & fundamental no sentido de que qualquer conjunto de matrizes
que a satisfaga fornece uma representagfo do grupo Cmas nio
necessariamente inequivalente a outras representagtes de mesma
dimensionalidade). As matrizes ZHP dadas por (1.B) formam 2a
representagfo vetorial (ou de coordenadas) do Grupo de Lorentz.
0 que fizemos até este ponto aplica-se a um numero
arbitrario de dimens®@es. Vamos agora, explicitar E#v para o caso
D=2. Aqui, npv=diagC—1,l) e existe apenas um parametro de
transformagao w  Sw, com correspondente gerador 20152. De Cl1.8),

segue que
2=[(1) 1] €1.10)

EntZo, a transformagfo que um vetor sofre é&:

< = [ cosh w senh w ] = €1.11)
senh w cosh w
Se definirmos
3 = tghw €1.122
e
y = C1-F7* €1.13D
teremos:

y

Cx™

Cx'D

»C x° + {?x")
€1.14D

»< >t o+ {?XQJ

Com a identificagio f3=v-c, esta é transformagic de Lorentz que
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liga dois observadores com velocidade relativa v na direglo x.
Especialmente no caso de duas dimensZes, € interessante

: [} 1 + -
mudarmos o sistema de coordenadas de (x ,Xx 20 para (x ,xJ, com

+ +
= Xt Ci.15)

que s&c conhecidas como coordenadas do cone—de-luz. Neste novo
sistema, a métrica fica escrita como N, =0 e n =n =1, e
e +— —+

as transformagBes de Lorentz na diregio x' e x fatorizam-se de

acordo com:

=x* = e > ci.182

ou seja: x' & % n3¥o se misturam sob uma transformagfo de
Lorentz. Costuma-se, entfio, dizer gue as componentes vi e v de
um vetor vM tém pesos de Lorentz (+1D e (-1), respectivamente.
Vamos, agora, procurar construir uma outra representagio
para © ©Grupo de Lorentz. Para isto, reconsiderande © caso
genérico de D dimensBes espago—temporais, tomemos um conjunto de
[ D21

D matrizes » , de dimensio 2 CID-2l=parte inteira de
I

D/2),que obedegam 3 rela¢¥o de anticomutagio:
{ M } = an'” C1.17>

Esta €& a chamada Algebra de Clifford das matrizes p. E possivel

mostrar que, se definirmos os geradores va através da relagio

1
= = C1.18D
2#» i [ r#,rv ]

a Algebra definida pela eq(l1.9) ¢ automaticamente satisfeita.



Isto, mais o fato delas formarem uma representagioc inequivalente
a4 representagio vetorial (€1.8) (como veremos a seguir) implica
qué as transformagBes de Lorentz com geradores dados por (1.18)
nZEo atuam nos vetores x°, mas sim em outros cbjetos. Estes s3o
denomi nados spinores, g a eqll.i18) & dita definir a
representagfo spinorial de SO(1,D-13.

No caso particular de (1+1) dimens@es, wuma possivel

escolha das matrizes p que satisfagam a Algebra de (Clifford é:

1.1
1_ 0 1
v 1 0
Com elas, o calculo do gerador Eyv nos conduz a:
1 _1 10
Tor T BYo¥. T 2 [ 0 1] 1.2,

Podemos, também, definir o analogo da matriz g de Dirac e
introduzir © conceito de gquiralidade em (1+1D dimens8es através

da matriz:

L N 1 G
F O A [ o -1 ] (i1.21>

A partir dela, podemos definir os projetores

P:i_im-?ji
R =
1.222
P--i_y"’
L =

e seus respectives autovetores como os spinores right —handed e

left—handed.



-1lg =

Que (1.800 ¢ inequivalente a (C1.10) pode ser visto pelo
fato de que, se elas fossem equivalentes, seus autovalores
seriam iguais, o que &bviamente n3o acontece. De fato, quando
fazemos a mudanga de coordenadas (1.158), estamos indo justamente
para a base que diagonaliza (1.102, cujos autovalores s3o *1. Os
autovalores da representagio matricial dos geradores do Grupo de
Lorentz s3Zo chamados cargas de Lorentz (x" tem carga de Lorentz
+1,como jA previamente ditod.

Yoltando a (1.20), vemos gque a transformagZc de Lorentz
sofrida por um spinor y é:

s o e
¥y € 0 ¥y

w ' = s 1 = oS C1.283
¥z © e ¥,

Analogamente aoc caso de x e x, ¥,oe o, n3c sSe misturam sob uma
transformagfo de Lorentz. Spinores com tal propriedade s3Eo
chamados spinores de Weyl (ou guirais), e dizemos gque u;(wz) &
um spinor de Weyl right-handed(left-handedd com quiralidade
+1C-12> & carga de Lorentz -1.-20+12D.

Uma outra caracteristica gque podemos atribuir a um spinor
v & que ele seja de Majorana. Para isto, vamos definir a
opera¢fo conjugag®c de carga representada no espago spinorial

por uma matriz unitéria C, e o correspondente spinor con jugado

de carga, Yo, dado por:

w= Co C1. 24D
=]
onde
—_ T o
wEywy C1.880
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c T ot = H C1.26)

onde T denota a operagic de transposigio.

0O nome conjugado de carga vem do fato de que as equagBes
de movimento para y e ¥ sEo as mesmas, a menos do sinal no
termo de interagio c¢om o campo elelromagnético, e@?HwA“-
Dizemos, entfo, gue yw e ¥, possuem massas iguais e cargas de
sinais contrarios, sendo interpretados como associados a
particula e antipartficula. Definimos © spinor de Majorana [9]
como aquele gque descreve uma particula de spin—-l1.2 e

auto-conjugada de carga

w o=y C1.2873>

© que, necessariamente, indica ser uma particula neutra. A
particula de Majorana &, entfo, a sua prépria antiparticula.

Na representagio das matrizesly definida por (1.183, a
partir de (1.26) podemos tomar C=y°, assim resultandoc que o

conjugado de carga coincide com o préprio complexo conjugado

v o=y ¢i. 28

Consequentemente, spinores de Majorana na representacao €i1.180

s3o tais que:

v o=y C1.290

O spinor w com que estamos trabalhando na lei de
transformagcio C1.23> possui , ent. 3o, duas caracteristicas

essenciais: a primeira & gue as suas duas componentes, ¥, e ¥,
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s30 spinores de Weyl, e a segunda ¢ que, se os tomarmos reais
ser3dc spinores de Majorana. Podemos, assim, unir estas duas
propriedades e definirmos o spinor de Majorana-Weyl left e

right—-handed

o ¥
v = x Ve~ o Ci. 300

onde ¢ ¢ A s3o nimeros reais.

E importante frisar gue estes resultades [9] dependem
tanteo da dimens3Zc do espago—tempe quanto da especi{fica
representagidc ds matrizes » com que estamos trabalhando.
Eeal mente, spinores de Weyl s¢ podem ser definideos em dimensSes
pares e, mesmo nestes casos, um spinor genérico y sé poderia ser
posto sob a forma w=[§], com ¥y right—-handed e n left-handed na
dita representagiio de Weyl das matrizes p; por outro lado,
spincores de Majorana =¢ =s8c reais na chamada representagiio de
Ma jorana das matrizes p e, finalmente, spinores de Majorana-Weyl
sé existem em dimensSes do tipo 2(mod 8D, onde podemos construir
a chamada representagioc de Majorana-Weyl das matrizes p Ccaso de
C1.1623,

Isto completa a relagdio dos fatos basicos referentes ao
grupo de Lorentz de que precisamos para o nossoe estudo da
supersimetria N=1.2 — D=2, que, a seguir, passamos a formular e
da qual faremo=z ample usc no proximo capituleo. Vamos, agora,
fazer um estude introdutdrio de supersimetria e estabelecer o©

formalismoo que sera utilizado no préximo capitulo.
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1.2 - A SUPERSIMETRIA N=1,/2 - D=2

1.2.a ~ O Formalismo de campos componentes

Consideremos um campo escalar real, A, e um campo
spinorial de Majorana—-Weyl left-handed, A, ©s quais sofrem as

seguintes transformag@ies de Lorentz:

A=A
0?2 ci.31D
¥ ¥

Para escrevermos a ag3o livre para A e A, usamos que a agdo deve
ter carga de Lorentz e dimensXo de massa nulas Ctrabal haremos
com chamade sistema natural de unidades, no gual adota-se A=c=1D

Os termos cinéticos para A e ¥ s3c dados pela ag3o [101:

= szx [

ou, nas ceoordenadas do cone—de—luz:

d = M
3 A8"A + 1wy anL] c1.32D

AV Loy

S = - szx [6+A 3 A+ Y2in3 A ] ' 1. 33

As dimens@es de massa de A e A S80:

LAl =0
C1.34D

Al = 1.2

A partir de agora, trataremos A como © campo de Majorana-Weyl
left-handed.

Queremos construir uma transformag3do linear que leve A em
A e vice-versa. A Gnica possibilidade de mantermos os objetos
transformados com as mesmas caracteristicas que o©Os c<campos

originais ¢ tomando a transformag3o como sendo:
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A’ A - 2" %ien

i

¢1.35>

o=+ 2 ey

onde £ & um spinor de Majorana-Weyl de quiralidade oposta a A ,
. *i4
ou seja, £ €& um spinor right-handed, & os fatores 2 foram
colocados para uso futuro.
Para gque (1.38) seja uma simetria do modelo, porém, &
necessidrio gque a densidade Lagrangiana, ou a agdo, seja
invariante perante ecta transformagio. Usando-se €1.380,

obtém—se que:
5 = 2"t szx & [?\6+A] 1. 36

Se impusermos a condigdo de que ©s campeos caem a zZero no
infinito, chegamos a §5=0. de modo gue as transformagBes (1.350
constituem uma simetria de 8. Tais transformagBes s3o um exemplo
muito simplez de wuma transformagio de supersimetria, cuja
caracteristica essencial & de ser gerada por um parametro de
natureza spinorial.

Un outre modeleo simples com supersimetria que podemos
estabelecer & formulado em termos de um spinor de Majorana-Weyl,
Yo+ € um campo escalar, F, que possui dimensZc de massa e nEo
exibe, portanto, um termo cinético. A agdo livre gque se propde &

dada por [103]:
S = J}fx [—faiwa_w - F‘z] 1. 37D

F & chamado campo auxiliar, pois sua equagfo de movimento & uma
relac¥o algébrica entre os campos (um vinculol.

A transformagfio de supersimetria neste caso pode ser
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escrita como:

=y -2 eF
C1.38)
Fr=F + 2"7%eo y
resultando dai que
ss = 2" 16l d¥x 8 Cym C1. 39>

o que confirma ser €1.38) uma transformacg3o de supersimetria.

1.2.b « 0 formalismo de Supercampos

A discussZo da sec¥o anterior mostra-nos que € possivel
contruirem—se transformac®es unindo, no mesmo multiplete, campos
com estatisticas diferentes. Podemos fazer uma analogia com a
Rel atividade Restrita, onde xo e x1 possuem assinaturas
diferentes na métrica. Sabemos dque existe um formalismo onde
esta diferen¢a desaparece, o formalismo covariante. Este
formalismo possui tanto a vantagem de ser mais simples quanto
nos possibilita um entendi mento geom&lrico da teoria
CinvarifAncia sob rotac®es e translagBes do Grupc de Poincarél. O
que vamos procurar aqui & como podemos construir um formalismo
covariante para a supersimetria.

Com este propésito, devemos inicialmente introduzir o
conceito de superespaco [111, parametrizado pelas coordenadas
z%=Cx",% ,68>, onde 6 & um spinor de Majorana-Weyl right—handed
de natureza Grasmanniana Canticomutanted. Supercampos sS30
funcSes diferenciiveis definidas neste espacgo estendido, 3cz®,

e dever3o possuir como suas compeonentes os campos usuais da
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teorfia (da mesma maneira que o 4-vetor A possul oz potenciais
!

vetor, A, e escalar, ¢>. Cada supercampo deveri acomodar campos

componentes com spins diferentes, pois devemos construir um
formalismo tal que as transformagBes entre eles seja a
transformag3o de supersimetria, em analogia com as

transformac®es de Lorentz, gque s3o responsaveis pela mistura
entre 2 e ¢. A maneira mais direta de se construir um supercampo
com estas propriedades ¢ mediante a sua expans3o em poténcias de

a:

FCx',% ,8> = ACx ,x D + @ BCx ,x 2 C1.403

Como 82=O, devido A sua natureza Crassmanniana, a expansio
termina com o termo linear. Na verdade, qual quer modelo
supersimétrico com um numer o finito de coordenadas
Crassmannianas no superespaco possui uma expansio finita de seus

supercampos em rela¢gio a essas variaveis.

A transformac3o de coordenadas mais geral dque envolva

apenas uma transla¢fo em & deve ser do Lipo:

8 =8 + g
L+ + Ci.413>
> =
%' = x + 1&6

Este ¢ o motivo pelo qual chamamos este modelo de supersimetria
N=1.2: as transformac®es de supersimetria mantém invariante uma
parte do espago-—tempo e efetuam uma translac¥o uniforme ao longo
do setor ortogonal aquele invariante,

Para se obter uma representacio diferencial do gerador

da supersimetria, impomos gque um supercampo arbitrariec se
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transforme segundo a lei:

B Cx*T.x'T,0%) = 8Cx ,x ,6D C1.42)

Expandindo o lado esquerdo em primeira ordem, teremos

68 = £°Cx",3 ,0) - BCx X, 60 = ~£0F = ~£ (8, + 16038 (1,43
Ent3o , © gerador da supersimetria, , pode ser representado
por :

Q= ae + 169 C1.44D>

de onde vemos gque a aplicagio de duas transformacSes de

supersimetria resulta em uma translagio:

QF = ia C1.45)

Vamos definir o supercampe escalar real, &, através da

seguinte expansio em componentes:
8Cx", %, 00 = ACx',x 1y + 2¥tienex . w7 C1.48)

onde A & um campo escalar real e A um campo de Majorana-Weyl
left-handed {(pois escolhemos & right-handed). Para termos um
campo spinorial right-handed entre as componentes, definimes o

supercampo spinorial W

wx, x> = 2w %+ eFCxT, % C1.47>

com y Majorana-Weyl right-handed e F um campo escalar real. A

partir de (1.43>, podemos calcular as transformages para as
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componenentes de &,

A' = A - 2 1A
_ C1.48
T -
e de @
. 517 %
e C1.49)
Fr= g iled y
obtendo—-se, assim, as transformagdes C1.38) e C1.382,
respectivamente.

Isto sugere que a agfio (1.33) deva corresponder uma ag8o,
S[¥], que a reproduza em componentes (idem para S[¥1). Como
teremos que trabalhar com derivadas, precisamos ver se at e 66
sfo deriwvadas covariantes de supersimetria. As derivadas
espaciais n¥o oferecem problema, mas a presenca do termo linear

em € na definig¢io de Q faz com gue {OQ,Q} nZc se anule. Centudo,

se definirmos D = 89 — 188 podemos Vver dque {D.@»>=0. Enti3oc,
propomos, em substituigfo a 66' a seguinte derivada covariante
de supersimetria:

Dzae - 188 C1.802
tal que

SCDEY = —=QLDED

C1.815
SCDID = —=QUDY¥0

de (1.850), segue imediatamente gue

pDf = -ia 1. 82
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No superespago, a agio deve ser escrita como
S (5] = I a’x do PCED C1.53

onde PCE) & um polindmio no supercampo genérico X e suas
der i vadas Ca+2,6_E,DZ). Do fato que a derivada segunda spinorial
& nula, n¥c & possivel definir-se a integrag3o como a inversa da
diferenciagsc. Para evitar este problema, simplesmente definimos
a integragZo sobre variAveis Grasmannianas identicamente a
diferenciagdo [12]:

jae a =0
C1.54D

j de Ca +b&d = b

Estas duas regras basicas nos conduzem a um modo bastante

pratico de se calcular integrais como (1.33):

Jae Fced = 8, FCO> = [ D F(O 1|y g C1.858)
ou seja:

S = J a?x [ D PCED ]! C1.56
8=0

A expressio 6=0 serd ovmitida a partir de agora.
Vamos construir as ag@es livres para os suypercampos due
definimos anteriormente. Como [PCED1=3/2 e sua carga de Lorentz

& (-1-8), o tnico termo possivel para o supercampo escalar &:

s = szx de ¢DEICI @D C1.87

enquanto que para o supercampo spinorial ¥
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S = - Jézx dé ¥ DD C1. 88

Para se construir um termc de massa, notemos gque PCED
deve possuir: ad um parametro m de massa tal que [ml=1, e b) o
produto de dois supercampos. Como [PI=3-8, a dimensio do produto

de campos deve ser 1.2, E natural tomarmos:
s = J&zx d6 mdw 1.8

O que, em componentes nos da:

g = mjﬁzx CAF + iAgd 1. B0

Que.nﬁo ¢ possivel construir termos de massa apenas para
¢ cu ¥ & evidente do fato que seus spinores componentes s3o
quirais e estes, por argumentos de invariincia de Lorentz, sXo
necessariamente nio massiveos[13],

Para- termina} esta seglo, vamos discutir como podemos
introduzir termos de interagio neste modelo. Em geral, quando
escrevemos termos de interagdo, procuramos fazer com due a
constante de acoplamento seja adimensional ( aoc quantizarmos a
teoria este ¢ um requisito necessirio, embora nZo suficiente,
para a renormalizabilidade), ou tenha dimensZo positiva de massa
Cneste caso a tecoria quantica € dita ser super-rencrmalizéveld.
Para o primeiro caso, a dimensZoc do polinSmico PI[Z] deve ser
[PEZT ] =382 Como o supear campo & é adi mensional, sua
auto—interagfo e sua interagfo com o supercampo ¥ & facilmente
encontrada: simplesmente multiplicamos o polindmio livre por um

funciconal de % [10]:
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= = Jazx de f{ICDEHCI & l.810
out§ +

Sgy = ~ szx d6 1319 DI C1.62

£ interessante notar que nfo podemos construir termos de
auto—interagio para o supercampo spinorial ¥ Isto vem do fato
de ¥ ter dimensZc candnica [1-2) e peso de Lorentz (-1.-2).
Suponhamos, entfo, gque o©os supercampos fermidnicos tenham um
indice de “flavour", Wi Ciél,a,,... J, e gue na super-—agio
aparegam, também, os operadores 6+,8_ e D. Proponhamos, assim, a

seguinte agHo:

S = g [d’x de ¥"D®L s BFco w* C1.63

i

onde g ¢ a constante de acoplamento. Definindo M m+n+p+qg, o©

requisito de invarilncia de Lorentz impBSe que:

M n
- - A = . 64D
5 + = p +g O Cl.64

A R

ac passo que a imposigfo de que o parametro g seja adimensicnal

nos da:

o=
+
[+ 3cd
+
o 2

Somande-se e subtraindo-se (1.63> e (1.642, chegamos a:

1. 68

il
-

n + 2g

C1.8%

H
w

M+ 2p

Como m,n,p & g s3o inteires nZo-—negativos, a Tnica soluglio para
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(1.662 e C1.687) é:

C1.68

© que nos da apenas © termo cinético (1.858). Assim, como ja
adiantado acima, mostra-se que n3o se pode escrever um termo de
auto-interacdo para os supercampos fermdénicos ¥.

Vamos ver que tipo de interagio, a nivel dos campos
componentes, aparecem nas super-a¢des do tipo (1.610-Ci.8623>.
Para isto, tomemos o caso mais simples, em que f[3)=gd.

Com isto:

4P -
Sous = —1gjd x d6 #(D¥>J 2
€1.69
= -igfd'x ACE A 3 A + Y2iX0 N
[=4
s = -gfd®x de FWDW =
1. 700

= —igj {femw}? + AC-V2iyd y - Fz}

Estes sZo exemplos de agBes renormalizivels com supersimetria

N=1.2.

1.3 - EQUACOES DE MOVIMENTO E SIMETRIAS

Vamos, agora, determinar as equagdes de movimento & o

Tecrema de Noether diretamente no superespago, isto &, em termos
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de supercampos. Comecemos tomando a agdo
S[e) = Jﬁzx dé PL$,d,%,D%, 8, DE) <1. 71

onde € denota um supercampo arbitrario e o termo em derivadas
supericores foi inclufdo para uso futuro. Fazendo a variagSo

funcional em &:

&8 = szx de [éégg-+ 6ca“§3_—25—— + scpEy-9L _ . 6C0“D§)—~2£hu1

0(6“§D L DE> Al D&
C1.725
obtemos
2 ar aF - aFr ar
= - = _ —_— —
°s Jd x a8 55[ ot ~ 2. 5o > T P acoe * WP sco oo ] *
2z ar aF A
Jé x dé { a“ [ &% 3o 55 CD&3D 33 BE +
= H
ar apP 3
b ['6§ aoe ~ %% 9, 33 DES | }
1. 73D
onde os sinais * surgem devido ao fato que IXAB) = (DADB *+ A

CDB), com os sinais superiores sempre se referindo a bédsons e os
inferiores a férmions.

De (1.73>, podemos ler a equaglo de movimento:

3 _ oP - oP oF
35 %, 338 " Py T 2.0 3o o> © €1.740
v

e a expressio do teorema de Noether no superespago:
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ap ap
2. [ % Fwa e * P® e e ] *
M ¥
C1. 75
ap ap
+D[‘5§‘a‘ﬁﬁ3— 6§aym]_6p
L

Observe que, no caso da equacfo de continuidade, o lado
direito nZo deve necessariamente ser nulo, porque a simetria
pode ser apenas da agl3co (neste caso 6P seria proporciocnal a uma
derivada totald. Este & precisamente o casc da supersimetria. B
possivel mostrar que a supersimetria ¢ uma simetria da agfoc. No

cagso N=1.2, a prova & imediata: tomemos a lagrangina

[ = JHQ P C1i.782>
de modo que, sob uma transformagio de supersimetria:
St = [d6C-£QP> = —£d P C1. 77>

O que confirma que a Lagrangiana se modifica por uma derivada
total. Novamente aqui wvemos gque, pelo fatc da supersimetria
N=1 -2 nZo tocar no setor x do espago—tempo, a derivada total
nZo contem a parte 8+. Como ja& poderiamo= ter esperado, a
variac3o genérica encontrada para a Lagrangiana € da mesma forma
que agquelas gque obtivemos gquando fizemos a transformagdo de
supersimetria nos dois SUper Campos que introduzimos
anteriormente Ceq(l. 36 para $ e eqlCl.38) para 9.

Com esta discuss3io, podemos finalizar este capitulo e ja
dispomos de elementos técnicos suficientes para passarmos ao
seguinte, guando discutiremos comc conciliar a supersimetria

global N=1.2 com uma simetria local Abeliana.
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CAPITULO 1I

COVARIANTIZACAO DE GAUGE DA SUPERSIMETRIA N=t/2 - D=2

Neste capitulo, faremos a covariantizag8oc de gauge da
supersimetria discutida no capitulo anterior. Para isto teremos
gue trabalhar com supercampos complexos, a fim de podermos
introduzir transformag@es de fase., A idéia bisica &€ analisarmos
us graus de liberdade gue surgem apds a covariantizagfio de
gauge, e veremos gue a teoria de gauge usual sd € recuperada
guando impomos um <erto vinculo gue n¥o sai diretamente do
processo de covariantizagdo. Ambos os casos {(com e sem este

vinculo) serfio discutidos.

2.1 - O PROCESSO DE COVARIANTIZACAO

Vamos tamar o©os supercampos escalar complexo @, cOom
componentes
& = ¢ ce. 1
Dg| = ig""™* y

onde ¢ € um campo escalar complexc e yw um spinor de Weyl



left—handed; e o supercampo guiral ¥, com componentes

14

¥ =2 p

ca. 2
DF| = F

com {3 um spinor de Weyl right-handed e F um campo escalar

compl exo.
No capitule anterior, determinamos a ag3o para o caso em

gue $ e ¥ eram reais. Para o caso em gue eles sejam complexos, a

ac¥o & dada por:

g = jﬂzx de { % { CD§3C8+§D* - CD@)*C8+§) 1+
x x x - 2.3
D + ¢ (DI + m(E ¥ + ¥ }

onde os sinais e fatores i foram colocados de tal maneira que S

seja real. & & invariante perante a transformagio de fase
global:
58 = ot 3
; ca. 42
su = &+ g

onde A € um supercampo escalar real:

Al = &
| C2.8
DA[ = Q

e g & a carga associada & simetria UC12> em questio.
Queremos agora promover (2.42 a uma invariaAncia leocal:

55 = eiqACx,e) &
. .85
eiqA&x,B)

SR = ¥

O supercampo A se torna



2. 7D
174

DAl = di& " ™n

Tanto © escalar a gQuanto o spinor n sic fungfes de Cx+,x—). A
ac%o (2.3) n¥o ¢ invariante perante (2.6) e devemos, ent3o,
construir as derivadas covariantes de gauge para gque tal

acontega:

v, =8, +igal, 8->

V=D + igql 2.8
Os supercampos de gauge [© e F+ se Ltransformam sob U1l como

a A 2. 100

DA C2.115

Qe Qfe

Com isto, a nova agfo invariante de gauge se torna:

_ z i » _ »*
S = _[d x do {§ { Co8CY 2D (Ve CV 8 1 +

- * ” ¢ (2.18d>
YWV + WD+ mCE ¥+ P & }

Observe que, para mantermos a invariancia de 5, ndo foi
necessario procurarmos uma derivada covariante para 8 , pols
esta derivada nio aparece em S. Entretanto, a consistencia da
teoria exige que busquemos tal derivada covariante, pois ela
aparece como uma espécie de torg3o no anticomutador da derivada
de supersimetria. Assim, ao tomarmos a &algebra das derivadas

covariantes de gauge [(14]:

[ v, v > =T v + F (.13
A’ B AP c AR



ou as identidades de Bianchi:

(Vv , [V.,V3> + [V, {(V VD> + IV , (V V>3 =0 C2. 140
A B C B c’ A c A @

certamente se fari necessario a existéncia de V_ {nas expressdes
acima, [ , > significa comutador ou anticomutador dependendo da
c

natureza bosdnica ou fermidnica das derivadas, TAB & um termo

de torgic e FAB a intensidade de campol. Com isto, definimos:

V =& _+ igql_ 2. 150

r* =r_ - %-a_A 2. 16d

A Algebra das derivadas covariantes de gauge sera:

{ v, V3> =-2iV_ + ¥
{ V+ Vv ] = w+
oo 2.175
[ V., V1 =W_
[ V+ » V_ 1 = —
W, W+, w_, W+M s¥o as intensidades de campo. Note que a algebra

tomada ¢ a generalizag¥o da 4Algebra de supersimetria Cnas
teorias de gauge a intensidade de campo & sempre definida como o

comutador das derivacdas covariantes). YVamos definir as

componentes dos supercampos de gauge:

ce2.18d
pr | = 127
+
!_,| = 25’/’4f

Ce.1e0



ce. 200

A natureza destes campes serd discutida futuramente.

O propédsito deste capitulo é discutir a influéncia de V_
na teoria. Na préxima se¢do, mostraremos como ¢ possivel fazer
com gue os graus de liberdade associados a V_C o supercaﬁpo roa
podem ser congelados, obtendo assim a teoria de gauge usual.
Depois voltaremos ac caso geral Ccom [ D e veremos o

aparecimento de um segundo campo de gauge (o campo B ).

2.2 ~ 0 CASO “STANDARD"

2.2.a - A acao para o caso standard

Vamos, agora, discutir o© chamado caso standard [153].
Observe gque as relagBes de C(antidcomutaglo entre os campos
definem as intensidades de campe, enguantc as identidades de
Bianchi impSem relag@es entre elas. Ent&o, podemos  impor
vinculos em C2.17) e estudar as relagBes decorrentes de (&2.140.
Podemos tomar gualguer vinculo, mas © gque nos interessa ¢
anul armos a intensidade de campo da relagfo de anticomutagdo, ou

seja, tomarmos:

¥ =0 C2.210

As identidades de Bianchi nos imp@em entZco gue, como



i v, £V, V5

teremos
W =0

e Como
[ V+, Vv, v+ 2LV,

teremos

W =
+_.

As outras identidades n3o fornecem nenhuma informag3o.

]

i

i DW,

ca. 223

I
G

2. 23

Ca. 24>

I
o

v, v_. 12>

ca. 282

Com isto,

vemos que o Unico tensor intensidade de campo independente e W+.

dado por:
¥, = gqc e.r —-4ior o (2. 26D
Para ver gque o supercampoc [_ n3o ¢ independente, basta
observar que (2.210 implica em:
r =ror Ca.a7>
ou, em componentes:
B = A
ca. 282
x = —8.¢

Também o fato que W, ¢ a tnica intensidade de campo independente

nos permite ver isto. De fato, as componentes de w+ L ¥E-Tok

o =2

A4

aghi

2. 890

DW+| =gqF

onde



A

a.t +p
C2. 300

F,_ =8, A_ - 3_A,

Ou seja: o= Gnicos campos componentes gque aparecem s3o A+ e
A Cque forﬁam o tensor intensidade de c<campo dé gauge, F+_) e
seus parceiros supersimétricos ¥ e p (que se combinam para
formar o gaugino, AD.

Para termos a agio gue descreve este caso, precisames do

termo livre para os campos de gauge e do termo de fixag3o de

gauge. Para o primeiro, como gqueremos ter em componentes algo

proporcional ao quadrado de F+_, escol hemos:
_ 1 2
= — ———— [d"x de W, D¥ C2.313
gouge z 2 + o+
2g g

A presenca da constante de acoplamento nesta expr ess3co deve-se a
maneira como definimos W _, desaparecendo quando trabalhamos em

componentes,
Para o terme de fixag3o de gauge, vamos procurar quem nos

leve a a+A_ + 8_A, . Ent8o, se definirmos o supercampo

G = 6+F + iDF+ 2. 320

temos, em componentes:

el =a%car - o
&, 330
DG| =8 A+ _A,
tornandoe ¢bvia a escolha da agie que fixa o gauge:
1 2
= 2. 340
S . 5-— fd'x do D&



Cat aqui & o parimetro que fixa o gauge)d.

Com isto temos a agZ3o para © casco standard. Ela é&:

=85 + 5 + 5 cz2.38

Em componentes, cada parte de S é dada por:

_ ozl [A o
S jauge " Ja'™< { 5 F,_ ivz x@_A } 2. 36
s =Lra%cdLcoar +aAd+ivKELr - B CAE ~ P
f.g. o J R ~ + plo_ta, P
c2. 37
_ 2 1 2 »* i € 3
S .= ja‘x {é [CD gICD @2 + €D CD @] + Z FB + FB ]
E 3 E 3
+ gqf (D Ty + (D 1 + LombivEYR YD ¢ ¢TF + gF 1+
+ 125 ALCD Y - igqvzed 1 + 1%§ ALCD y> + igavzed ) +
+ i%% p o ™ + igqrEEF 1+ i%g FCD B - 1igqretF 1
c2. 38
onde
A=vw - ivzaqf¢ (2.3
B =F + 2gqg&3 <z, 400

D, = a8, + iggh, C2. 41D

I+



Z.2.b - Equacges de Movimento

Vamos, agora, calcular as egquagBes de movimento para os

supercampos presentes em (2.35). Isto ¢ uma aplicagZo direta da

eqCl. 74>.

Para o supercampce de matéria &:

(v, ¥ >% ~m¥=0 (2.4>

ot =

Enguanto gue para ¥
m
2 = & =0 (2.43

* >
As equacBes para e W s8c as complexas conjugadas das
anteriores. Para o supercampo de gauge F+, obtemos como equagdo

de movimento:

aw + 29 a6 =g°"s ¢2. 44>
e, para I
_ g9 _
a,ow, - a.p6 =J CE. 45D
com
J = - % [ BCVEd T + & V& ] Ce. 46
e
_ 1 x X e
J =300 %Y V.8 1 + W C2. 47>

Que J e J_ s%ioc componentes de uma corrente conser vada seré



mostrado na préxima sub-segdo.
Podemos, também, determinar as equagdes de movimento para
oS campos componentes, tanto a partir de (2.36) quanto

projetando as equagBes de movimento dos supercampos. Obtemos,

para os campos de matéria:

0,2 " - B = ~galcy’ D v co e e - £ o ¥ +iavagat o 1

=
C2. A
o y>* + mz" = -gq I 1VEECD B +§% cor — oyt ) 2. 4o
co ™ - %— my™ = —iv2gqF £ c2. 80
E 3 m tu3
F+ = + 2gq3 ¥ = O C2.815
Enquanto que, para o campo de gaugde:
3F + L acoAa +8A > =igq] c2. 52>
e o - + - -+ -
OF +Xacaan +aA > =1igql c2. 853
+ -+ o o+ o+ - -+ +
com
. 1 »* » % % iz = *
Jo= S KD @™ - $ICD 1 - gaCoy + P Y+ ZCy A~ yAD
c2. 54)
E 3
i, = }é [¢,c:a+¢)* - ¢*i}+¢a 1 - ivzpR (2. 85

J4& as equagBes de movimento para o gaugino sHo:

k.3 »E
N+ 3;— 8¢ f - P = igq % C¢ A — @A D 2. 56>



2.8\ - % 30C8% — p> = - i ptd - %}gi{m* - o+
_ igg » * o =
I { YD @ + @D WD YD P ~ ¢ CD YD }

2.57)

2.2.c - Correntes de Noether

Podemo=s calcular as correntes conservadas associadas as
simetrias UC1) e supersimetria. O calculo & uma aplicagfio direta
de C1.753.

Para a simetria UC1D, as ecquagBes estabel ecidas
anteriormente nos fornecem as variagBes infinitesimais dos

supercampos da teoria:

68 = igA® (2. 58

S¥ = igA¥ 2. B9

ST = _i§ DA 2. 60d
_ i

67, = 5 2,A C2.610

Discutiremos a gquestic em duas partes. Na primeira, calcularemos
a corrente conservada para o caso de simetria global no
superespago. Depois mostraremos gque a corrente no caso local

permanece inalterada.

No caso glebal, o supercampo A torna-se simplesmente o

paréametro ot
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A|=ot
ce. 52
DA' = 0O

e de (2, 60-61) vemos que as transformagBes dos supercampos de

gauge sZo nul as:
s = 0 ca. 820

s =0 (2.63

Para calcular a corrente, notemos que a dependencia de S

em ¥ e ¥ &:

S =s518,D9,9.% ¥, D¥, 8 ¥ (2. 642

com a mesma dependencia para os complexos conjugados. A

aplicagfo de (1.75) em (2.18) resulta em:

igh < 8, J_+ DI > =0 2. 65

com J_ e J dados, respectivamente, por (2. 463 e (2.473. Isto era
esperado: o acoplamento dos supercampos de matéria com oS
supercampos de gauge foi do tipo JPAH. Note que (2. 865) nada mais
¢ que a condig3o de consisténcia entre (2.44D e (2.45> (sem a
presenca do termo de fixag3o de gauge, naturalmented.

Podemos calcular (2. 652 em componentes. Obtemos:

dCHA - @A™ = ive gaped: + CFET - F @ +
2. 662

1 3 3 3 2
+ = { w(ih¢0 + ¢(1aw3 -y CIL¢) @ C$+w3 }



E=ta n3oc € uma corrente conservada. Ela simplesmente estabelece
uma relacfc de consistencia entre as equagBes de movimento para
o gauginol eqC2,.56-875D. Mas, se tomarmos a derivada de

supersimetria de (2.87) cbtemos, em componentes:

+ 8 j, =0 2.8

com |} e j+ dados por (2.54-8B8),respectivamente. Esta ¢ a
equacfo de conservagio assoclada com as equagBes de movimento

para os campos de gauge.

Vamos mostrar agora que o calculo com simetria local nos
da o mesmo resul tado. Agora t.odos os Campos sofrem
transformac®es infinitesimais, e observando gque a dependencia em

I e F+ de S &:
s = Srr,a+r.a+Dr : r+,DF+.6_F+} (2. 682

podemos escrever a express3o para a corrente conser vada:

8,< igAJ_ > + DC igAl > +

{ 3P i ap
* "+{ 5 DA sca s T X PP e oo } *
1 aP i ap
* b { C-g %M gopr s T g PP 2w oS ]

cz. 682
Rearranjande oS termos em relagdc & sua dependencia em A,

obtemos:



igh < @.J + DJ > +
+—

1 ap s
a,A {}qu S [ Pgeory * % oo ] } *
. i ap oP
* DA { a7 7 g [a+ aca, 5 %+Pace oo ] } *

1 aP ap
g 994 [ 3Ca Do | 8C8 T ] *

- % DA [ 5€g§:5 + igfgéﬁ? ] =0
8. 702
Os segunde e terceiro termos sZHo nulos pelas equagBes de
movimento., Os dois Gltimos se anulam se utilizarmos a definig3o

das intensidades de campo (eq(2.2632. De fato:

ar _ ar __er
oD 99 Fows T T #arD &.715
+ + -+
=
ar s ar o ar
acors - 199 eow,> T T 'Tace,m ce.7e

Com isto, temos:
igA {6+J_ + DJ3 = 0O (2. 732

Isto confirma que a corrente da simetria UC1) de (2.128) & a
mesma, tanto no caso glebal quanto ne caso local,

A outra invarifncia da teoria & a supersimelria.
Novamente usamos (1.78) para o célculo, com a diferenga due

neste caso o lado direito da expressio (6P n¥o ¢ nulo, sendo



dado por

&F = —eQP 2. 740

j4 que P & um supercampo. Esta ¢ a mesma variag3o sofrida pelos

outros supercampos. A equago que coblemos é&:

a,» + o P, =J ce. 78
—oOm
i E 3 » 1
2 =L [cosHVE — cQEIVET 1 - — CQIIDW cz. 76d
- z gg +
» = % (COE™H7, 8 + cm>Cv B 1 % [CQDET + CQFOT 1 +
i
+ X cor ODW, - W QW
+ + 2z + 4+
gq e
ce. 77
S =Q { L oropew % - cved™cv 8 + L (o + wwm T o+
= + + &
+ 1 ¢ € i
Em ety . 3O - ——— W DV, }
g g
ca. red

2.3 — A ACAO NATURAL

Vamos retorpar agora a discuss3o sobre o supercampo de
gauge ' . Na se¢fo anterior, ele foi eliminado pelo vinculo W=0.
A questZoc gue se coloca, porém, ¢ que este vinculo n3ic &
natural, no sentido que nZo ¢ um fato que surge das simetrias da
teoria. Nosso objetivo aqui € discutir este modelo na sua

formulagZo mais natural, aguela em Qque apenas as simetrias do



sistema s¥o levadas em conta [18]. Comegaremos analisando quais

=8 ©s graus de liberdade que surgem ao eliminarmos este

vincul o,

£.3.a - Propriedades do campo B_

Como n¥o estamos mais impondo um vinculo sobre W, podemos

determinid-lo a partir de (2.173:

W = 2ggCDl” - I" O (2.780

Mas as identidades de Bianchi ainda nos imp@em relagBes:

De
[ ¥, £ ¥, ¥2> 1 =20 C2. 805
obtemos:
W_ = L (DW cz. 81>
e de
{ V+, £ 9, V3> + 2L 9, 0 v, V+ 1> =0 2. 820
temos:
, 1
w+_ = —i Cé a+w_ - DW+) 2. B3D

com W sendo determinado por (2.172.
Ent3o W e W+ s¥o o= tensores intensidade de campo independentes.

As componentes de w+ j& foram determinadas Ceq C2.29)), e para W

temos:



W| = 2gq CA_ - B.D

(2. B4
]

pw| = -12°%gqca_g ~

Podemos construir, agora, ©os termos cinéticos possiveis

para W. Eles s3oc os seguintes [1117:

g = N [d*x do w,ca wo 2. 85
1 z + +
C2gqg>
A
i 2
S = —-—-_——-«jdxdse CDW JCé& W (2. 862
2 2 + <+
C2gqgdy
?\2 2 2
S, = ———— [jd'x d6 & (&, W (2. 87D
C2ggD

Observe gque apenas S1 ¢ um invariante supersimétrico, havendo
quebra explicita de supersimetria nos dois ultimos. Os
parimetros A que multiplicam as integrais sZEo parametros
adimensionaisa serem escolhidos dependendo da situag3co fisica
que se gqueira (por exemplo, A1=A2=O implica na teoria sem quebra

explicita de supersimetrial.

Conhecidos os termos cinéticos, podemos calcular os

propagadores dos. campos vetoriais., Tomando

= = = + 2 + 5 + =5 +5 (2. 88
1 ] 8 f.

cin gauge aq-

vemos que, a parte em componentes dos campos vetoriais é:

: z 1 2 1 2

g = [d'x { 5 C @A -8 A D+ 5KIA + I AD
CA+ALD _ z
"S5 C @A - OB DA -3A D+A COA -IB O

Cg. B2
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Podemos reescrever esta ag3o de maneira manifestamente

covariante de Lorentz:
s=fdzx{1(-ag—aA)z+1—{oA“) +
2 v v oM

N+ A 5% 8 cA - B Y8 A+
—i v v oo

2 F¥L A M 2
-+ —_—
1 [Ce™ "+ 71 )a#(AV Bv)] }
2. 803
0O cdlcule dos propagadores segue da seguinte maneira:

usando—se as definig¢Bes

F 2
CPT),uvz_ n,uv_ ‘e
0
Moot
cPHyHr. 88 cz.o1>
03
yH= a¥- p*
C(2.80> pode ser reescrita como:
1 A
£ == CA VO OMY ¥ ce. o2
= fYRRY Vv

onde MY & uma matriz com elementos operatoriais dada por:

pT - L pt L con >cP™ + oP™
M = A 4 1
Lean 5¢PT + &P™ 1, ¢pT- PY + 2sP" 2. g3
4 1 2%
onde omi timos os indices de Lorentz dos projetores, e

convencionais que a contragio eP" seja entendida Como
£P" = ”P¢cP"> . (Na verdade, cada "elemento” de M ¢ uma matriz
=34

2x2 no espaco de Minkowski). Um cdlculo direto nos mostra que,



sendo A,B e € cbhietos que comutem com os projetores:

L

1 “topT 1 - AT'cB™ ep 2. o4

cAPT + BPY + ¢ ePY™ = A pT o+ B P

Isto garante gue os elementos diageonals de M s3c inversivels e,
embora o= fora da diagonal n3c © sejam, ainda assim podemos

inverter M. O resultado que obtemos, simétrico, é:

-1 B Rz T "L aCk+R1)z L
M (1 ,1) = W)z P - o P + WDZ o o 2. 850
2 1 2 3
-1 _ AtAa T L
Z
-1 _ 1 T 1 L eaz+(A+A 4D L
MC2,2 = o2 B " P T Szow oo P Cz.a73
de onde lemos os propagadores:
1 -1
<A A> = =M7Ct,15
oY (I}
CAV > = L M1, 2. 9B
[YRRY [
<V V> = LMz,
Hov i

Outra maneira de calcularmos os propagadores dos campos
vetoriais € tratando a inversZco de (2.83) como um problema

matricial, ou seja, a reescrevermos COmo:

s = [d’ AL K A ce. 9o

cOm



A= CA, A B 3 2. 1000

e a matriz K, simétrica, dada por:

KCi,10 = ~C1~13k k
o + o+
Kc1,ad = !

€1 + = —x - A Dk k
o 1 + -

KC1,30=CA+A Dk k
i + -

C2.101D
KCE2.25 = —C1 - L —aca + A +A0k k
ol 1 2 -~ -
KCE2,3) = - CA + A+ 2h Ok k
1 Zz o+ -
KC3,3) =

cAa_k k
z2 - _

Com isto,os propagadores s%o dados pela inversa de K, e obtemos:

<A AD> = Br Cl-cd+alh+r D°
+ + z 1

2z

'y
CA A > = ~BA C1+oD—aCA+A D7
+ - 2 1
4Ak K
LKL
<A B > = -8 C1+00-CA+h DC2+oCA+h DD
+ - 2 1 :
4AK k
LK

(e.1020

<A AD> = axzc1~a3+o£x+miaz

4ak 2

<A B > = Eszl-aD+CK+R‘DC8“GCK+K1))

ank 2

<BB>= 8&2—4[1—Cl+h1) - [EKZ+ CK+R1)CK+K1+433

4Ak?



onde definimoos:

K4

A CA} + EAZD C2.103>

Outra questi3oc a se estudar €& como pode ocorrer a
interagcZo entre os campos. Em termos dos tensocres de intensidade

de campos W e W+, a lagrangiana de interag3o deve ser do tipo:

T

1 Lt om N q
£ = — [de e W W, D" 85 o C2.1043

onde £ satisfazr uma série de condigdes, qué listamos abailxo.

i) interagdo:

m+tn = 3 2,105

i1i) carga de Lorentz nula:

% — L +m - % + g ~-g+r =0 C2. 1063
iii> adimensionalidade da ag3o:
1 o am-3 s Pigsr-s=o0 C2.107>
2 2 2
iv> renormalizabilidade:
m+n>s ca. 108>

Se impusermos t=0, temos o termo:

s =1 jdzx d6 TrWwD ce. 109
-4 -+

int
que s ¢ nXo nulo para o© caso nEo abeliano. A outra

possibilidade ¢ tomarmos t=1 (tendo entioc quebra explicita de

supersimetriad. O termo de interagfo que obtemos &



x
a9 2
e = e Jix da® 8 Wow, (oW €2.110>

[+

Também podemos construir termos de interagiio com o=

campos de matéria:

=, Jd®x do o [cv+§>*cvﬂ§:)@*§)“ + 0V 8 cvﬂm*c&*@"]

irt2
Ce2.111>
= x_ Jd’x de e [ v wcgT )+ ¥ v qo*c&*m‘"] ce. 112
ini3 = - -
Para ezste caso a ag¢lo se torna:
ce. 113

s =5, + = + =, + =,
cLn inla tnt2 inta

2.3.b - Equacges de movimento

Yamos calcular as equa¢cBes de movimento decorrentes de

(2.113), Para o supercampo de matéria & temos:

)“46 *_n * n
= { 7V [CV EICEE D] + W [CV+§DC§§ > ) +
+ — P

o=

D rcv e v ey + (Vv EIceE e } +

=4

ix
4

S {[ v w + v wi1cEs™H e } = o0

(2.1140



Enquanto que para ¥

in©
v -+ % e + > { VMBS DT + (Y BDCEE D" } = 0 e2.115)

Para o supercampo de gauge F+

A+ A
W i — - (ADW - 168 & W +
-+ 4 + -+
S , D [6Wa W + 80 CWW>] = 1g%g%y?
4C2gqd * M * -
(2.118>
Para I
ig K1+ A
8DW + ——— D [WWa Wl - 315 2 - e Wa AN
(2gqg> 4(2gq)
At A 1 A+ A
- 8D [ AW+ A+ W +- L __ _eDW AW +
+ 4 + 2 1 + 2 + 2+
+ 88l —— wzw 1 = -g°q%r
4C8gq)
C2.1172
Mas agora temos uma equagio de movimento para [I'_:
At A At
ai- W - ———— 8 DW — A 88W 1 +
+ 2 + & + 2 +
+ JWW AW = ig*q"y
Caggd?
(8.118>
onde
)\'48 3 E 3 L3 n
I = I 4 [ VB -3V IC® @D ¢2.119d
)\46 L3 ¥ » e »
Jro= 5 [ 8CVET - &CVEICI O+ IA 60T T 8D c2. 1200



J =7 (z.1215

2.3.c — Correntes de Noether

Finalizaremos esta segfo com o célculo da corrente de
Noether associada a invari&ncia UC1D da agl3o dada por (2.1033.

A discussfio feita na segio 2-£2—c¢ enconira um paralelo
aqui. A diferenga ¢ que, se ndc impomos o vinculo convencional,
novos termos surgirZ@o na agfo, e surgird uma nova componente J+
na equaglc da corrente (naturalmente, apenas (2.111> e (2.112)
serfo imporiantes para o calculo na co;rente, jJ& que W e w+ =30

invariantes de gauge). A equag3c de conservagf@o que obtemos é:

6+J: + 0_J; + DJI*= O c2.188>

com J’, J; e J* dados, respectivamentie, por (2.1192. (2.1203 e

Cz.1210.

2.4 - SUPERSIMETRIA E O MODELO DE GAUGE ESTENDIDO

Nesta seglio, retornamos a equ(2. 800, e discutiremos como
podemos entender © surgimento de modelos de gauge estendidos a

partir dela. Para isto, vamos redefinir os campos A“e B“ da

seguinte forma:



X =CA - B >-¥2
H H H
e 12830
D =CA + B d-¥2
7 H M

Nesta nova parametriazacfo, a aglo (2.890> € reescrita como:
s =J{ L [ca D-8 D> +ca X -aX>+r28D-0D 3ca“x"—a"x“)]
=] FYINE TR VAN V) TR T Ty IR TIE VT

+ L etz antaxtraxtax’] o+
2 2o M Iy e Iy v

X N }[spo”c&:“"’e- 7'¥r8 X Ca X + 8D ] +
S Mo F-3N -4 F-3-4
+ X [cg”"q-n”")c.a"‘"m"";a X & X ] }
z FT N -

C2.1242

Como sera visto no préximo capitulo Cveja, por exemplo, a
equ(3.5)), esta ag¥o €, essencialmente, a agdo livre utilizada
como ponto de partida para os modelos de gauge estendidos, no
caso em que tomamos dois campos. Enfatizamos, poreém, que a ag3o
(2.124) foi obtida a partir de um estudo desenvolvido em duas
dimens®es, e para uma supersimetria gue apresentava certias
propriedades quirais. Ja a formulagfo dos modelos de gauge
estendidos, gque serd apresentada no proximo capitulo, sera feita
em quatro dimensfes. Devido a estés diferencas, postergamos uma
comparac¥o mais detalhada entre (2.1240 e (3.5 at€ a conclusio
deste trabalho, passando agora a discutir alguns pontos
importantes para o estudo da renormalizabilidade dos modelos de

gauge esLtendidos.



CAPITULO Il

ASPECTOS GERAIS SOBRE A RENORMALIZABILIDADE DO
MODELO DE GAUGE ESTENDIDO

No capitulo anterior, vimos como a supersimetria
possibilita a inclus3Zo de mais de um potencial de gauge
transformando—se nho mesmo grupo. Existem, também, outros
argumentos gue vém em favor de tal inclusZ3o I[171. Mas a
possibilidade de existéncia por si sd n3o ¢ suficiente para
aceitarmos completamente um modelo fisico. Existe uma série de
requisitos que um modelo deve cumprir, antes de ser considerado

tecoricamente consistente. Neste capitulo discutiremos um dos

requisitos mais importantes que uma teoria Lagrangiana para a
interag3o entre particulas deve zatisfazer: a sua
renormalizabilidade, aspecto necessario para gue a teoria

permita o calculo de guantidades fisicas.

3.1— IDEIAS GERAIS SOBRE O MODELO DE GAUGE ESTENDIDO

Comegamos este capitulo com uma breve revis3o scbre ©

modelo de gauge estendido [18). Para o caso Abeliano, adotamos N



potenciais, cujas transformag@es sob o grupe W13 s3o dadas por:

A=A+ 8o
¥ H N H
, 1
B = B "1'}-3 g o
H H H €3.1)
N* = N + £ a o
H H N M
Podemos fazer uma reparametrizacfo dos campos, obtendo os
chamados campos consirutores:
D = A + B + ... + N
H H H M
X = A - B
M1 H W
X = A - C €322
.z H t
= A — N
L AN=1) 7] 7]

Esta parametrizagic ¢ mais eficaz para comparagBes com as
teorias de gauge usuais (onde aparece apenas um potencial de
gauge, Jji que a transformag3oc UC1D sofrida pelo campo DH &
exatamente a do campo A“ do eletromagnetismo, enguanto gue oS

demais campos sXo invariantes de gauge:

D =D +8&
H H H 3.3

A ac¥o invariante de gauge mais geral que podemos ter para estes

campos ¢ construida a partir da Lagrangiana [18]:
£ (D,X1 =8 (D,X1 + 8 [DX] 3. 4>
I liwv I int I

com



2 -l L cap-aD>* +L ¢ cap -aDorcaHxY -avuH> +
i v 2 r o Z i Hr v i i
v+l e oY ax +Lie oY ax +Lg oM ax¥ «+
2 Ti LU v 2 Tij i i 2 “ij [TV
1 z L 39
+ -2 ¢ ca D%+ o Dhca Xy +—2dca xHoce ¥V >
[ods] M o ¥ v oo Mo v
+ L2 oy o xH
[ t] v K|
3.5
e
= H v + H v + H v
gi.nt. ai.jkc avaijx jx k bi.jkc a“x L)ijx k Ctjklxutxw'x kx l

(3.685
onde a usual conveng3ic de soma scobre indices repetidos &
implicita. Note o aparecimento de termos de méssa envol vendo os
campos Xui. No entanto, os propagaderes para os 2 cCcampos
construtores n3ic determinam uma massa para cada um destes, pois
além da presenga de propagadores com pélos multiplos, estes n#Ao
s¥o diagonals na base dos campos construtores. Para isto,
definimos os campo=z fisicos pr’ parametrizados por [19]:

G =u_ D + u X £3.75
[T} 0 U T i

onde a matriz U, formada pelos elementos u . e U

u e
10 20 NO

(3.8
i N-1 N N-i

£ ortogonal.
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As transformacSes de gauge sofridas pelos campos 6#1 s3o

dadas por:
G’ = G + U a#a C3.80

e os propagadores destes campos devem ser da forma:

G 6 > =2 5 €3.100
[T SR {'__.H-mz 1J
1
Dizemos, assim, que o campo G#I € associado a particula de
massa m_.
1
A Lagrangiana original, escrita em fungio dos campos

fisicos, também € da forma (3. 42

£ G6) =g [6] + 8 I[6]1 C3.11>
I tiv I int 1
com
£ -2 o6 &% +b ac 36" +c oc’a’e  +
Tiwv IJ j_t vI F Iy 3 I " 3 I.F [J I 127
+d o cM
IJ LI g
C3.18>
e
- 1 o1 HoyaH ot H ¥
gi.nt aIJK C(?#GvIDG js k + bIJK CBHG IDG jG k aIJKL HI v} kL
C3.13D

Os parametros que aparecem em (3.123 e (3.13D podem ser ligados
aos parametros gque aparecem na Lagrangiana escrita em termos dos
campos construtores [20). Dependendo da questd3o a ser tratada, ¢
mais interessante trabal harmos com uma ou Com oulra

parametrizag®o. Os resultados fisicos, porém, nio podem depender
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desta escolha.

Concluindo, observamos que tal extensdo as teorias de
gauge produz um aparecimento de termos trilineares e
guadrilineares, mesmo em se tratando de um grupo Abeliano.

0 cbjetivo deste capitulo & propor uma discuss3o sobre a
rencormalizabilidade desta teoria. A discuss3o serd geral, no
sentido gque n3o faremos a regularizag3o necessiria para
el iminarmos oS infiniteos que aparecer3o. Primeiro,
estabelecermos a contagem de poténcias, a fim de individuar os
graficos primitivamente divergentes . A seguir, analisaremos as
Identidades de Ward para esta teoria. Pelos motivos apresentados
anteriormente, a maior parte destas questSes serd discutida nas

duas parametrizagBes dos campos.

3.2 -~ CONTAGEM DE POTENCIAS PARA OS CAMPOS FISICOS

3.2.a - Descricao do problema

Consideremos uma Lagrangiana com o seguinte contetdo de
campos:
- N campos vetoriais massivos (ou ndod, que sob uma
transformagio de gauge se transformem como:

G =06 + u

3 o €3.14D
My T 7 . o U

X

— um campo espinorial, covariante de dgauge:



(R
ey

—  —iO%

v e

It

w L]
C3.15>

v -

N&Zo € necessario conhecermos explicitamente a parte livre
da Lagrangiana, mas eq(3.12) constitui um exemplo bastante
geral. A partie de interagfo, porém, ¢ ditada pela invarié&ncia de
gauge da ac¥o. Isto significa gue os vértices C(termos de
interacZo) aceitaveis sfo aqueles invariantes sob o grupo W10,
que ¢ a invarifAncia que queremos impor A a¢¥o. Nosso objetive
aqui & calcular a express3oc para © grau de divergéncia
superficial e determinar, assim, quais sao os graficos
primitivamente divergentes . Para isto, precisamos ter uma
expressio (genérica) para os propagadores e para os vértices da
teoria. Tendo-os determinado, podemos calcular © grau de
divergéncia superficial de cada grafico de Feymann, e ver,
ent3w, quais os gue apresentam divergéncia ultra-viecleta e gue
precisam ser regularizados.

Para entendermos o que o grau de divergéncia superficial
de um grafico genédriceo significa, vamos tomar o grafice da

figura abaixo

onde os propagadores dos campos A e B sZo do tipo

<A A> = L (3.162
oA



C3.175

Apds usarmos a conservagfiio de energia—-momentum nos vértices, o
comportamento assintético do grafico acima se torna proporcional

a integral

d 1 i

Ja% oA - (3. 18D
k2™ i

Por simplicidade, estamos supondo que os vértices n3o possuem
derivadas, sendo apenas produtos dos campos. Uma situagdo um
pouco mais geral serd discutida em breve. Ent3o, definindo-se a

quantidade

& =d - a - «a (3.18>
A B

podemos esstabelecer gue a integral diverge (se &$20) ou converge
(ze &6<0D. A poténcia & &€ denominada grau de divergéncia
superficial.

De maneira geral, o grau de divergéncia superficial [21)
de um grafico de Feymann ¢ a diferenga entre as poténcias do
momentum k no numerador e no denominador. © numero de poténclas
no numerador € o nimero de integrals a serem calculadas, vezes a
dimens3co do espago-tempo, pois cada integral contribul com ddk.
Cada integral significa um momentum independente e, como temos
um momentum independente por loop, vemos que a poténcia em k no
numerador & dada por (dL), onde L ¢ o numerc de loops para ©O
grafico em quest3c. JA o namero de poténcias no denominador &,
simplesmente, a soma das poténcias governando o compor tamento

assintético de cada propagador. Para calcular (3.18), assumimos



a nZEo-existéncia de vértices dependentes de k. VYamos fazer aqui
a discussZc um pouco mais geral, porém suficiente para o nosso
problema: admitiremos a presenga de vértices com uma derivada,
denotado por Vs' EntZo, se em algum grafico este vértice

aparecer V3 vezes , temos que somar este numerco para o calculo

de &:

<S=dL—ZaI + Y C3. 200
A A

onde IA ¢ o niimerc de linhas internas (propagadores internos2 de

cada campo A, «,  as poténcias em k de seus respectivos
compor tamentos assintdticos e Va o namero de vértices

dependentes em k. Para escrevermos L em termos de IA, obser vemos
que o numero total de momenta € a soma scobre as linhas internas
de cada campo, portanto soma sobre IA, engquanto o ndmero de
momenta dependentes ¢ o ndmerc de vértices, que vamos chamar de
n Ctemos uma delta de conservagfco de energia-momentum em cada um
delesd, menos um, porque  sempre teremos conserﬁagﬁo de
energia-momentum entre os estados iniciais e finais. Isto quer

dizer que L pode ser escrito como:
L = Z IA - n + 1 3. 2812
e,substituindo em (3. 202:
& = —4n +4 + C4 - aA)IA + VS C3.222

onde ja tomamos o caso particular D=4,



3.2.b - Propagadores

Os propagadores dos campos de uma teoria s3o determinados
pela parte livre da Lagrangiana. Nio iremos explicitar gual &
ela aqui mas, quando for Gtil um exemplo, wutilizaremos a
eq(3.12>. Para os campos definidos em (3.142, os propagadores
podem ser escritos, genéricamente, como [22)]:

<G G > = J a% —X 3. 23

zp
cky W

Para o campec spinorial, tomaremos o propagador de Dirac:

— ~ 4+ 1

Isto nos fixa os fatores multiplicativos das linhas internas (as

poténcias o da se¢Zo anterior) que aparecer3c nas integrais:

para < Gm G, > o, = ap
£3.255
para < y yw > a, = 1
3.2.c - Vértices e a expressao para &

Os vértices que podemos construir s3o os seguintes:
tipo 1 - Vértices com uma derivada:

- um vértice envolvendo trés linhas de mesmo campo GLI. o gqual

denotaremos por V ;
aqgI

— um vértice com duas linhas do mesmo campo e uma de um outro

qual quer, denotado por VZGLGJ;



&

- um vértice com trés campos diferentes, denctado por V¥V .
QI,GJ,0K
Definimos também a soma destes vértices como sendo:
1
£ = V + v + —_ Y 3. 262
ax acx 20Y,G6J 2l ar,co,0x

J 7, K

onde a barra no somatdrico indica i:;ue a soma ¢ tomada com os
{ndices diferentes (1,J,Kk s3c sempre diferentes) e tLtodas as
somas v3oc de 1 a N. Observe que n3ico hd soma sobre o indice 1:
Va,x n3o neoes da o nimero total de vértices com trés linhas, mas
=im o numero total de vértices com trés linhas onde pelo menos
uma =seja do campo GI. O fatorial que apareceu no dltimo termo (e

que apareceri constantemente nas express@es a seguird evita que,

ac tomarmos a scma, © mesmo termo seja contado duas vezes.

tipo 2 - Vértices sem derivadas
Com a mesma nota¢¥o anterior, temos os seguintes vértices:

V y V » V » V ES V * V e ?
4GY 301,05 20I1,2GJ 20X,6J,0K aI,o0r,6K,0L aTyy

e definimos:

v =V + vV — + v + vV + Vv +
4,1 4061 I, yy asy,GJs Z2GE,2GJ GI,30J

1
+ _-_1 \% + Vv + — Vv
2! ‘zar,or, 6K GI, 2QJ,0K 31 GI,aJ,0K,GL
JLK J, KL

Cz2.27

Com estas defini¢®es, a expressfio para & se torna:

= 4 -4%CV. _+ V )+Z[4—8p)]1 + [4-111 — + Y V
3,1 4,1 5y s GI, 04 wy 3,1

3. 28D



onde o© udltimo termo & apenas uma maneira diferente de

escrever mos Va. Utilizande as expressSes para Vsr e V
, 4,1

obtemos:

6=4-Ec4»ap1>1 + 3L — +
1, 107 T argJg iy

- 32 {V + v + 1 A" } +
ETe E 2Q1,a7 E 2l "groJsox
J gy K

¥

—42{\/ + v __+E[v + vV + vV ]+
. 431 LYY 33q1,3.J 2G1,2GJ a1,34aJ

J

1
e V + vV )y Loy
2l zalcs,0K GI,20J,0K 3l a1,qa.J,6K,dL
J, KL

(3. 2880

3.2.d - Relacoes topoldgicas

As relagBes topolégicas s3o uma espécie de "lei de
conser #ac;ﬁo" do numerc de linhas (propagadores) de um dado
campo. Podemos contar o ndmere de linhas de duas maneiras. Na
primeira, contamos quantas linhas saem de cada vértice, e
contamos quantos vértices existem. Na segunda, Ssimplesmente
contamos © nimero de linhas, atribuindo um fator dois para as
linhas internas (pois na contagem dos vértices elas s3o contadas
duas vezes). Estas duas contagens nos permitem relacionar o

niimero de vértices com o numero de linhas:



zn,m vo=al +I, +E, C3B. 8OO

onde N & o nimero de linhas do campo A no vértice Vi' ’ IA € o
numero de linhas internas do tipo <AA>, IAB & o numero de linhas_
internas correspondendo aos propagadores mixtos do tipo <AB> e
EIA & o de linhas externas.

Para o caso em consideragic, existem dolis tipos de
relacBes topoldgicas, uma para o campo spincorial e N para os
campos de gauge. Para o primeiro, a relag3o topoldgica é&:

2l —+ E =2 vV o — C3.310
Ldd ¥ aIYPYy

enquanto que para os campos vetoriais temos:

GEIGI OIaJ aE

1
4 Vear + 3 [E Vaares * Vacu] N E_@' VarasaxcaL +
J

J, K,L

1
+ + - v +
2 E [ vzar,za.: * Vzar,cu P E 201, 00,05 ]
k

J

1
§ o Y + V-
M E [VGI,EDGJ + Va:,+ [ VGI,ZGJ,GK 2l Gx.cu,cx] aryy
J

J,K

3. 322

3.2.e - & para o Modelo de Gauge Estendido

Das expressBes (3.31) e (3.32), podemos determinar as

linhas internas I — & IGIGI em funcXo das outras linhas internas

e dos vértices da teoria. Tomando estas expressies e



— 64 —
substituindo em &, obtemos:

- _ 3 _ -
& =4 é-EMZ {Cpn DE | +CAY, o BV Vo pHD}-!-

-+ - - —_— P
I IJ{ 4 3pII pJJ) VSGICIJ 3 apII pJJ’) VZGIGJ

1
= lca - - -
" El[ 4 - 2py 2P 357 V21205 ¥ P T Pu apIJDIGIGJ]} M

1
+IZ‘{ §§C4 2pn Pss _pxxjvzala.mlc *

o €3 Py TPy T pxxjvaxc.mx }

1
" IZKL Zl( 4 - py TP, T Pk 7 P’ Varesoxol

{3.330

Com esta expressio, podemos mostrar gque o numero de
graficos primitivamente divergentes & finito. De fato, se
utilizarmos as express®es para as linhas internas., eq(3.32),

podemos reescrever & como:
& =4 -3E —ZE +ZBC1—p 31 +ZC1-p 51 €3, 34
2 ax 1@ = GIGI B 1J° T oIQY

Quando P for nulo, Iaxcx tambhém o &, Ent3o, tante neste caso
quanto no caso em gque Py for igual a um, o termo dependente nas

linhaz internas se anulard (mesmo raciocinic para pIJD. Nestes

casos a expressio para & se torna:
3
& =4 - S E MZE (3. 35
2 Ty a1

Quando Py e s/ou P, forem maiores que um, teremos um termo

adicional:



E - E - a 3. 365

onde a & uﬁ nimero positive. Entdc, em ambos os casos, o numero
de graficos primitivamente divergentes & finito, dependendo
fundamentalmente do nimero de linhas externas (neo segundo caso,
dizemos que a teorf{a & super-renermalizavel). Para o caso do
modelo de gauge estendideo, o grau de divergéncia superficlial &
dado por (3.38), caso acoplemos o©s campos massivos a correntes
conservadas [22). Tendo a expressio para o grau de divergéncia
superficial, podemos determinar quais s3o oS graficos
primitivamente divergentes, o que faremos na préxima segfo, onde
os determinaremos em primeira ordem de teoria de perturbagic. A

seguir, investigaremos as Identidades de Ward.

3.3 - GRAFICOS PRIMITIYAMENTE DIVERGENTES

Listaremos abaixo os graficos primitivamente divergentes,
a4 aproximag3o de um loop, para o caso do modelo de gauge
estendido. As letras %,y elc que aparecem nos propagadores se

x

referem ao tipo de propagadeor Por exemplo, ————— significa

que o propagador € do tipo

6 6 > = —t €3.37)

[ ¥ PRVETNCN
Abaixo de cada grafico, listamos a express3c para a
respectiva divergéncia superficial. A convengBo utilizada e a de
linhas cheias para propagadores de campos fermionicos (a quem

sempre chamamos de elétrons) e linhas ondul adas para campos



vetoriais (a dquem sempre chamamos fdétons).

. X
T T
L4 4 /
& = a-zx
fig 3.2 - grdfice de aulo-energia para o eléiron
X
Y
(a) (b
&S = O—2X—2Y & = z
fig 8.3 — grdfice de autlcenergia para os compos vetoriais
X Y
b (cr
& = 7-2x-2y-2=z & = B-zn-2y &=1
fig 3.4 ~ aniquilacac de fdtons
x
(ay [€+))
& = 2-2x & = a-2x-2y
fig 3.5 - anigquilacac de par eletron-positron pela criacac de um

folon



....a’?.—

Wy

(a by {c) [{- )]
& = P-2x-2y-2z-2V &=0 & = o-2zu-zy-2z & = 4-2x-2y
fig #. 6 - espalhamento féton-fdton

.4 — IDENTIDADES DE WARD

3. 4. a - As identidades de Ward para a Eletrodinamica

Outro ponto importante na z2nalise da renormalizabilidade
das teorias de gauge sZo as identidades de Ward [231. Na
Eletrodinimica Quintica, sua importancia vem do fato de que elas
mostram que a componente escalar do propagador do campo Ap nio
recebe corregfes radiativas (dizemos gque o spin—-zero permanece
congel adod .

Nosso objetive nesta segfco & derivar as identidade de
¥Ward para o modelo de gauge estendido e estudar quais conclusBes
podemos tirar a partir delas. Antes, porém, faremos uma breve
revisio das identidades de Ward para a Eletrodinamica e
obteremos um resultado gue sera © guia para o modele que nos
propomos a estudar. Isto também nos servirid para fixarmos a

nomenclatura. Comegamos escrevendo a agio para a Eletrodinamica:

SlA,y,y] = fd‘x [53,, - —1&-— capA“pz + J“A“ + Fy + pf ] 3. 38

inv. =

onde §anv & a Ladrangiana invariante de gauge para oS campos
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A, w e vy, dada por:

- 1 g = -
2 7 FWF + YWy D“ my C3. 39

com as usuals definigdes de Fuv e da derivada covariante Dp. O
segundo termo em (3.38) corresponde a fixag3o de gauge, e os
demais s&o oz usuais termos de fonte.

Conhecida a ag®o, podemos definir ¢ funcional gerador das

Fung®es de Green, Z[J,¢,F1:
203.£.51 = [DA DybDy 'S 3. 400
e o funcional gerador das Fung@es de CGreen conexas, W[J,f,fﬁ:
W=-1iln 2 C3. 41>

O tltimo funciocnal gerador que vamos definir é o dos graficos

irreduti{iveis de 1-particula, FCApc,w;,wéh
rCaA ww .y =W - [d¥ J AM o+ Fy o+ wed C3. 42D
L' T’ e L

O subindice ¢ significa campo classico (valor esperado do campo
no vaAcuoc na presenga da fonte deste campod.

A presenca do termo de fixagBo de gauge e das fontes na
agdo faz com gque S deixe de ser invariante de gauge. Mas oS
resul tados fisicos da teoria, expressos em termos das FungBes de
Green tém que ser invariantes de gauge. Istco fazr com gue ©
gerador de tais funges, Z, deva ser invariante de gauge. Quando

fizermos uma transformagic UC1l) nos campos:

Sy = toy (3. 43



s invariZncia de Z nos fornecerid uma equagioc diferencial

Cfuncional) para ele. Esta & dada por:
i & o = & &
- 08 — - & J =+ = & = 2 =0 (3. 44D
H g[‘? ¢ 55]} :

Esta equaciio pode ser reescrita para W e ', bastando para isto

gtilizarmos as equacBes (3.41> e (3. 42D, Obtemos:

i & . Mot =& . & _
{(-}-Dang;»rlaﬁj Z +g[g3&7 gg]}w-o €3 45
i Mo &° = & & _
5 Do Y - ia ﬁ; g[ Ve -vs ] =0 C3. 46

Esta dltima equag¥o nos permite varias manipul agBes,
relacionando diferentes tipos de graficos. O que nos interessa,
porém, ¢ tomarmos a derivada desta expressfo em relagdo a AJu e
calcul armos em AJu =y = = 0. O resultado &:

s*r T
2, R T30 A Ty3 = 5 Do sCx—yd 3. 47

Deixemos esta equagico por um momento e retornemos a eq(3. 380,

Dela, podemos retirar a agdo livre para a eletrodinfmica:

= fa*x | L MY e my - Hy2 3. 48
Sy fdx{ 7 Ff + wrte my Eacap.&n] .

Mas & bem sabido que o© funcional gerador dos graficos
irredutiveis de 1-particula pode ser expandido em poténcias de

K, com a sua ordem—-Zero, I"l, , sendo exatamente a agio livre
v

classica, eql 3. 48D . EntZc tomamos Suv. e calculamos sua

derivada segunda em relagdoc ac campo AP' impendo no final os
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campos iguais a zero. O resultado &:

62rliv 1 v
%, SR TOEA T = 5 D Sx=yd C3. 49D

e obtemos a seguinte igualdade:

z
&*r _ S rl iv

= g (3. 503
1] 6Aqu)éAvaD M 6A“Cx)6AVCyD

a

O significadeo fisico desta identidade, que é uma consequéncia da
Identidade de Ward, ¢ que a parte escalar do propagador do campo
ANCO spin—-zero} nZo sofre corre¢des radiativas (ou seja, ndo

sofre correc@es quinticas). Isto garante que a nI¥o massividade
do féton livre persiste mesmo que este passe a interagir com

elétrons e positrons,.

3.4.b - As identidades de Ward para o Modelo de Gauge Estendidos

Campos Construtores

Vamos, agora, derivar as identidades de Ward para o
modelo de gauge estendideo. O procedimento serd o mesmo que foi
utilizado na segXo anterior, e nosso objetivo é trilhar o
caminho até uma equacio gue se apresente come a equagdo C3.80D.
A discuss¥o seri levada em duas parametrizagﬁes dos campos: a
dos campos construtores (eq (3.40) e dos campos fisicos
eqgC3.110D>.

Como sempre, comeg¢amos introduzinde o funcional gerador

das Fungfes de Green:
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_ — iS
z = [oD DX  Dvby e

(3.81>
onde omitimos as dependéncias funcionais.
A parte em S gue n3Eo ¢ invariante de gauge ¢ dada por:
ot o1 H~ 2 H 7 =
S iy = Ja'x { = [BHCD’U + o xH51% 4 JHD“ I SRR LR }
3. 52>

Fazendo a transformagfc infinitesimal de UC1) em Z, obtemos:

1 6 & 1 ’J—- _é_—- _6;... =
{; 0 Oy [ ETH + %“ZSLE ] + 10#J ie [ ¥ 5F F ]} Z O

(3.832

Podemos também definir os funcionais W e I' (neste caso devemos

levar em conta a mudanga nos termos de fonte), e escrever as

identidades de Ward para estes funcionais, que s3c dadas por:

1 & & TR T = & & -
{aﬂau[gj*‘f’tgj"_]*aujz 19[5-52- féf]}z o

3. 540
1 ST .y s )
(3. 89

Para termos uma equagio gque nos informe sobre a

componente longitudinal, derivames (3.355) em relagdoc a DH e
X

i e tomamos os campos iguais a zero. Obtemos, assim, que:
L

&*r 1 v 3. 569
®, Do Y & D ey €3
7 v
62]-1 o

8, T Ty " aTL 0 8 5Cx-yd 3. 57>
7 vi Y
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Agora, se tomarmos a agdc livre classica, FL_ Ca qual €& nada
v

mais gue (3.50), podemos mostrar que:

8°r . . .
TV _ _
%y 85 (308D, Cy> T & 0 & &Cx=y> (3. 58
8°T . , g
LY — -
%y D OB, Ty T & 8" 5Cx-yd (3. 859
Isto implica gue:
z
z &
6 T liv
g = @ C3.800
# éDHCx?cSDDCyD H éD“Cx)cSDpr)
2
z &°r
&I Liwv
@ = 0 3. 61
p 8 OSEX Ty p D OO T TY

Estas duas equacBes garantem que a componente longitudinal do
campo Dﬂ nZIo recebe corregdes gquanticas (&€ congeladad. Mas
observando com D,u se comporta scob uma transformagZo de gauge,
vemos gque existe uma associaglo natural entre ele e © potenci al
de gauge usual {(veremos em breve dJue Lomarmos D“ representando
exatamente o féton & uma escolha naturald. Ent3o, o resultado a
que chegamos simplesmente estabel ece que a componente
longitudinal do campe sem massa € congelada, informagdo gue
teriamos que obter para termos consisténcia com a teoria de
gauge usual, onde sabemos que este fato acontece.

JA para os campos X“ﬂ;. n¥c obtemos nenhuma informagio
completa sobre as suas partes longitudinais. Isto se deve ao
fatoe gue, sendo XH_ invariantes de gauge, seu acoplamento com a

’

corrente externa nic influencia as identidades de Ward.
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2.4.c - Identidades de Ward para o Modelo de Gauge Estendido:

Campos Fisicos

Para oz campos fisicos, a discussZo ¢ um pouco diferente,
Obser ve que, neste caso, a parte ndo—-invariante de gauge da aglo

¢ dada por:

= fa*x [- H 52 H 4 Ty + o
smg jdx[ =5 CﬁIB’JG 2 +JW¢:5I +zw+wg] 3. 82

O cAlculo da Identidade de Ward para Z nos fornece:

i & _ 7 = & & -
{a A, U B9, -——-M“ ) U9 s Y g[ C g % 3 ]} Z =0
C3.63
a gual, em termos de W e ' & escrita como:
i & , 7] -1 6 & -
{a pa, u, D ap—"—_éjy , + luxoau‘] A Q[ f‘gg 4 37 ]} L &
(3. 64>

i b Ea —sr _ _er _
{5? B8, Yo = a,u G iuxoapéG#I ¥ g[ v 3 v T °

C3. 65>
Se derivarmes esta equagfc em relagio a Gpl’ e Lomarmos o©s
campos iguals a zero, obtemos gue:
1 = M
=R u 08 &{x-y) = u ar (3. 8662
a '’y 10 (& 10 [, 1
onde escrevemos:
z
57T
2 e C3. 67
FHP,IJ I -TC I -Tc
LI vI

Como os termos de fixagZo de gauge em (3.5) e (3.12) sZo iguais,



podemos ver gque
. =Cu__ + oud 3. 68D

de onde temos

pu =1 €3.69)

E este termo desaparece de (3. B6), sobrande entdo:

L1 s ne scx-yd = u_ afr 3. 70D
a '’y v 10 MY, 1

Antes de resclvermos v caso geral, vamos fazer o exemplo
mais simples possivel, ©o caso de dois campos, pois seri mais
facil entendermos o caso geral depois deste exemplo. Para dois

campos, (3.70) se torna:

a & +u _ &T = A
10 Hy L 14 20 Ly, 1z ¥,
C3. 712
a“ 6‘“ = A
10 HY,12 2o L, 22 v,z
onde definimoos
ﬁx
A = — [38 SUx—yD (3.720
v, I o v
e usamos que I & simétrica em (rJ). E imediato, entdo, que

TR &

n3Ic podemos reescrever este sistema tendo do lado esquerdo de

cada equagio apenas um dos ruvIJ’ e do lado direito a expressio

CEBD6Cx—yD), pois temos trés “incégnitas™, e apenas duas
equacSes. Também & evidente que n3c & interessante resclver este

sistema para duas variaveis (por exemplo, F“vlli e ryu42) em

fungdo da terceira Cneste caso, ruvzzj’ pois jamais

conseguiriamos expressar as duas varlAveis escolhidas em fungdo

apenas das derivadas da ac¢Zc livre efetiva (o que & nosso



cbjetive finald, jA4 que a terceira, colocada do ladeo direito,
ndc teria como ser eliminada. Ent3o, a dnica sclugio é
desaparecermos com um destes termos, escolhendoe adequadamente
seus fatores multiplicativos., Por exemple, se tomarmos uzo=o'

teremos:

atr = L A
f,dd u e
€3.73
¥,A2 = 3.-1 AL) 2
HY, 20 ’

Loge, se formos capazes de isolar CD&chCx—y)D em fungido das

derivadas da agZo livre efetiva F;:JVU » teremos mostrade que
todos o©os propagadores leongitudinais do campo G,c.u nFo =30

afetados pelas corregBes quanticas, que ¢ exatamente o© que
estamos procurande. (E evidente que se tomarmos U1o:0 teremos
congelado a parte longitudinal do campo (5;J 23 Qual o significadoe

da escolha u20=0’? De (3.7), vemos cque

G =u D + u X .

e e H 11K 3. 74
G = u X
.2 12 JERE |

Entio o campo D,u s aparece hna expansio do campo G,u,z Co qual
tem seu spin~zero congelado). Isto reflete o que ja haviamos
visto no caso dos campos construtores: apenas um spin—zero é
congelado, e ele estd intimamente ligado ac fato de, sendo este
um modelo que procura estender a QED, deve reproduzir os
resultados obtidos na Eletrodinamica. Observe, porém, que nao
obtivemos o© campo G;.t,l exatamente igual aoc campo Dp: para a
solucEo de (3,710 nIo & npecessaric anularmos u - Dito de outra
maneira: embora D“ seja exclusivo de GHA' Gf-bi nIc & exclusivo

de D .
Iy
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A generalizacfo deste resultado ¢ imediata: tomemos a

equagio

u } .
u o4 r,uv,l.r = Ap"’ 3,78

S84 podemos congelar a parte longitudinal de um campo. Vamos
escolhe—-lo como sendo o campo GHK' Precisamos fazer todos os

U e #k, nulos. Em cada uma das N equagBes, apenas um termo,

u I (sem soma em kJ, restari, = teremos:
KO v, KI

= —— A 3. 76D

€ k fixo, 1 <1 < ND
Em relac3o a equagfo (3.7), para podermos congelar © spin-zero

do k~é€simo campo, temos que impor:

G = u ] D o+ u X C3.77
Le,X Ko KX U I oL

(sem soma em K, somado sobre iJ
Vamos deixar esta express3ic por um momento, e olhar o
outro lado da estdéria, ou seja, a parte da a¢Ho livre efetiva.

Como ela & a prépria aclZo classica, ela pode ser escrita como:

ro=fax L efcansm o +b a0 16
liv Fe] I b ¥ R & STV I ¥ J

3,780

Csoma sobre 1 e 4 implicita), onde A,B e D s¥o matrizes NxN, que
podem ser determinadas & partir de (3.12D. EntXo, deriwvando
duplamente em relagio aos Ccampos Gul' e tomando os campos

iguais a zero:

a = [Ca +b> 08 +d @& 160(x-yD 3. 79D
[TRRR RV B b 3 T IJ v
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Note 'que a presenga da matriz de massa, de elementos dIJ, nos
impede de isolar o fator CEBU6Cx—y§) em fun¢ice apenas de

1 . .
au fivIJ. Mas, se mesmo assim o isolarmos, obtemos:
*

Liwv

e _ - =4 I - e _
08 SUx—vyD CCa+bD)IJ { & ruv,L: ckda SCx—yD2> 3, 800

onde C(a+b51)m significa o elemento (1J) da inversa da matriz

Ca+b)>. Isto implica que, se impusermos a condigZo
Tr [ ¢Cca+B3™> D1 = 0 C3. 81D

obtemnos

06 &Cx—y) = CCa+bd 1y aMrthY 3. 82>
v 1 L, IS

que é& o resultado que estavamos buscando. Entretanto, (3. 81> nEo
parece ter nenhum significado fisico (& apenas uma relag3o
complicada entre massas e fatores de termos cinégticosl, de modo
que vamos procurar uma outra maneira de isolarmos CEBvéix—y)).
Esta nova possibilidade aparece se notarmos que a relagiio entre
as matrizes de massa dos campos fisicos e dos campos

construtores é dada por:

d =T mua €383
IJ LI L] T

onde U & a matriz inversa de u; e como os elementos n%j sHo

nulosC os termos de massa que aparecem em (3.5 n3o envolvem o

campo DH)’ temos a identidade

u d_ =0 C3. 84D
10 IS

Logo, multiplicando (379> por Mor obtemos:

4 8 &Y = u  ca+bd 08 SCx—yd €3, 88
10 Cp  pp,Ls 10 15 v
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ou
-1 1i
00 &6Cx-y> = [Z Gl Ca+b)IJ]] [z Yo 2l s ] 3. 88>
Yamos escrever esta equaglo para o caso de dols campos.
Mas, antes de comparar com a egq(3.76), teremos que utillzar
fato de que apenas um dos U, & n¥o nulo, pois foli esta condigfo
gque nos possibilitou escrever ((3.78). Vamos utilizar esta
condigfo a priori, tomando uzo=0, © que significa gque a eg(3. 66)
estd reescrita no caso particular dado por (3.73). Nestas
condig®es, a equagio anterior se torna:

-1 . .
08 SCx~yd = [Ca+b) + Ca+bd ] " [r“" T ]
v 11 12 LY, 44 M, 42

C3.872
e, substituindo em (2.73):
I B, Y liv liv
ar = Ca+bd + Ca+b) a r +
0,11 au £1 12 [T L a2
32,880
3 -1 . .
atr = 2 | ca+bd + Ca+bd o | ity 4t ]
f.!l),iz ol U’.O 11 12 f.ﬂ),iﬂ. [JU.I.Z

(3. 89>

A generalizag¢Zo deste resultado para o caso de N campos &
imediata. Come j4 foi comentado, sé podemos congelar o spin-zero
de um campo, e este se torna o Unico que ¢ expandido em termos
do campo Dﬁl' Ent3¥c, =z=e escolhermos o campo GHK’ eq( 3. 862 se

torna:

-1
_ — MoLiv 5
0@ &Cx—yd> = [Z [ Ca+bd ] ] [Z Y ] 8. 90D
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onde x ¢ um indice fixo. Por sua véz eqgl{3. 8B8-88) se tornam:

aHr I [Z [ Ca+bd 17* ] [Z artty ] €3. 91>
L IK o u KJ UL KT

Estas N equagles estabel ecem que o N propagadores envolvendo o
campo GHK s¥0 uma combinag¢fio linear dos N termos da ag3o livre
efetiva envolvendo este mesmo campo. Isto, novamente, garante
que a parte longitudinal do propagadeor deste campo ndo sofre
correcBes radiativas. Torna-se natural, portanto, escolher este
campo, G K’ como sendo o campo que representa a particula ndo
massiva da teoria. o féton, pois este € o tnico campo que temos
como assegurar que correg®es quanticas nfo alterarZo o valor de
sua massa. Isto significa que, em (3.77), torna-se natural
escol hermos uhfo, de modeo que o campo GuK torna-se proporcional

ao campo D .
P H
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CONCLUSAO

Procuramos discutir, neste trabalho, alguns aspectos
ligados a possibilidade de se introduzir mais de um petencial de
gauge para cada parémetro de transformagdo do grupe de gauge em
quest3o. Este procedimento implica que, no caso do grupo U(1lD,
aparecem N campos vetoriais transformando-se com o© mesmo
parametro alxJ. Adotando-se tal ponto de vista, OS malis
relevantes fatos =sZo que & possivel introduzir—-se termos de
massa e de auto-interacdo entre os campos de gauge, Jd no caso
Abeliano, sem com isto guebrar a invariancia de gauge.

Na primeira parte, discutimos a formulag3o de teorias de
gauge supersimétricas, sem a imposi¢io do chamado vinculo
con?encional. Como resultado, viu-se que foi possivel gerar, no
seu setor vetorial, um modelo de gauge estendido. No caso em
consideracfo, a supersimetria N=1.2 - D=2, pdde-se mostrar que o
relaxamento do vinculo convencional permite o aparecimento de um
novo grau de liberdade, o campo B , a guem e possivel associar
uma massa fisica. Em seguida, viu-se também que a ag3o livre
obtida para os graus de liberdade A+.A_ e B &, essencial mente,
a agfo tomada como ponto de partida para os modelos de gauge
estendidos. Faremos, agora, uma andlise mais cuidadosa deste
fato.

Para isto, reconsideremos a equ(z.124>. Devido & presenga

do tensor anti-simgtrico de rank—-2, © pentltimo termo pode ser
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reescrito como:

cx +ad L [s""'c.s"""+ X D+ X X )} 12
1 4 Kl oo P 1Y

onde definimos:
X = a8 X - aX =)
Y v VL

e
D =D - a8D C3
L H VY v

Com isto, (2.124) pode ser reescrita como na expressfo abaixo:

1 Cxh + 3\1) >
g ==D DY + — 2 D a8 XY+ ax¥ ax" o+
8 Foy o F-L ¥ F4 F |
1 oo MY Ho Vo +
+ Y LCx + ki) e & + n"n ] D“vxpa

+ L PP+ 2CaA 4x) £MVEPT 4 Caen D VT 1 8 X @ X+
1 2 1z oy oo

L MR v 2caen n) 2PPePT 4 O ) TP ) 8 X 8 X+
1 -4 - 1 z PR T B -

+ Lt leap®? +2aaD” 8 x'+ e x” ex”
2 2o “ I v o v

C40
Assim, se escolhermos:
1
= — C5
2737
1
= + A + ] CED
cnyanpp = LA i)sypsﬂp npmnvp
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1

= + + o,
enpanvﬁ [2CXh k1+hz)spvsaﬁ + O X1+X23£uvnap + 4npanvp 7o
g = —f <8l
g = Kz cao
o =1 10>

e redefinirmos

o » 2o 11D

teremos a identificacfo de (2.1242 com (2.5, a menos, contudo,
' de dois termos. O primeiroc destes € o termo de massa que aparece
em (3.8), e n¥oc possui similar em (2.124)>. Isto vem do fato de
que o modelo supersimétrico discutido nio toca na parte x do
cone—-de—luz, sendo, num certo sentido, quiral. Como um termo de
massa para um campo vetorial & do tipo mzvpvy. tanto a parte C+)
quanto a parte (-) s¥o necessirias para a sua construg3do. Devido
a4 invarifncia de gauge, o termo de massa que podemos construir é
do tipo mﬁCAH - BH)Z, e a inexisténcia da componente B+ impede o
aparecimento deste termo. Numa supersimetria do tipo N=1,
podem&s certamente obter um termo massivo para os campos de
gauge. A outra diferenga € o segundo termo na equil4), gque n3o
pode ser escrito como um dos termos de (3.53. A gquestic aqui €
que, come jA mencionado aoc final do segundo capitule, (2.1242 (=
derivada a partir de um modelo supersimétrico bidi mensional,
enquanto (3.5) & tomada em D=4, e o segundo termo da eg(4d

possui claramente caracteristicas de um termo bidimensonal .



- 83 -

Quanto aos aspeclLlos ligados‘ a renormalizabilidade do
modelo de gauge abeliano estendido, wn fato importante a se
notar & a possibilidade de, mesmo havendo campos vetoriais
massivos, a teoria ainda superar o teste da contagem de
poténcias. Comoe mencionado no texto, 1isto acontece guando
acoplamos os campos vetoriais massivos a correntes conser vadas,
ou, numa segunda possibilidade particular do modelo de gauge
estendido, guando fazemos uma conveniente escolha dos parametros
presentes na Lagrangiana. Pelo fato do modelo passar pela
contagem de poténcias e possuir um esguema de regularizagio
invariante Cpor exemple, a regularizagfo dimensionalD, podemos
assegurar a nIo-existencia de anomalias no modelo, o que
assegura a renormalizabilidade do modelo abeliano estendido.

Concluindo, ressaltaremos guais as condig¢gBes necessarias
para que um modelo, tal como uma teoria de gauge com mais de um
campo potencial,'seja fisica. Observemos que nio basta prever a
massa de uma determinada particula. Pode ser gue a teoria que a
envolva nZo seja fisica. A primeira fase para mostrarmos se uma
teoria & ou nIo fisica esta na investigagio de sua
renormalizabilidade. Isto significa que se podem efetuar os
cébmputos em um modo consistente. Ent@o, © préximo passo sera
mostrar a existéncia de um espago de Hilbert fisico: um espago
com norma positivo-definida, e este espago ser capaz de definir
uma matriz S gque seja unitdria (para teorias de gauge temos
também que mostrar gque a matriz S é independente do parametro de
gauge alx) gque entra no termo de fixagdo de gauged.

Un programa de renormalizag3o compreende as seguintes
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quatro etapas: anidlise dos grdficos primitivamente divergentes,
contégem de poténcias, investigégﬁo das identidades de Ward e
existéncia de um nimero finitoc de contra-termos. Os nossos
cidlculos foram efetuados apenas a ordem de 1-loop. A analise de
griaficos primitivamente divergentes compreende a definig3o de
uma integral de Feynman finita por sublragZo do integrando
associado ao correspondente griaficeo de Feynman sdmente um nlimero
finito de vezes, EntZc, € gque poderemos aplicar um determinado
esquema de renormaliza¢Zo. Outra limitagdoc em nosso estudo
concerne o uso das identidades de Ward. E também necessario
mostrar que podem ser estendidas ao nivel gquantico: assim, temos
que resolver o problema da estabilidade associado a estas
identidades de Ward e termos certeza da n3o presenga de
anomalias. Esta €& a parte mais elaborada do program de
renormalizac3o. Um programa de rencormalizag3o generalizado a

todas as ordens existe na literatura. Depende do "Quantum Action

Principle", da localidade da teocria, e da presenga de fontes
externas [24]. Primeiro, se a Lagrangiana possui uma dada
simetria, deve-se escrever a mesma de tal modo que seja
compativel com o "Quantum Action Principle"”. Isto significa que,

eventual mente, serid necessiria a introdugfio de algumas fontes
externas. Quanto & localidade, precisamos averiguar a estrutura
de pélos dos propagadores. A condig@o € que sejam da forma
NCkD k2 —m® , onde NCk3 & um polinémio nos momenta e pode conter
fatdres d spin e de nUmeros quanticos internos. Ent2o, uma vez
cumpridas estas etapas, temos um método geral, para todas as

ordens, que atraveés do cémputo da cohomologia da carga de BRS da
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simetria em questZo & capaz de ﬁestar sobre a estabilidade e a
auséncia de ancmalias na teoria.

(uanto ao programa de unitariedade, devemos provar que a
matriz S &€ unitdria e invariante de gauge( independente de &2,
Como motivo de ilustragZo, faremos uma breve histdria da
unitariedade em teorias de gauge. Primeiro Schroer e Lowenstein
mostraram a independéncia de gauge da matriz S em uma QED
massiva [28] ( a linguagem usada foi o formalismo BPHZ e o
Quantum Action Principle). Depois( dentro da mesma linguagemd
Bechi, Rouet e Stora mostraram a unitariedade e independencia de
gauge da matriz 5 para os sgeguintes casos: um modelo Abeliano
com Higgs [26]1 e um modelo SUW2), com quebra espontanea de
simetria [287]. Mais recentemente, atraves da linguagem do
formalismo BRS, Kuge e Ojima estudaram a guestZo da unitariedade
[28]. Conclui-se que BRS & uma técnica muito potente para
construir-se o espacgo fisico. Dado a nilpoténcia, o problema de

cohomologiaa fica imediatamente definido.
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