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I - INTRODUCAO

Quando se baixa a temperatura de alguns materiais |,
(por exemplo o titanato de Bario - BaTiOB(l))sua estrutura
cristalina pode ser alterada como resultado do deslocamento
dos atomos da posigao de equilibrio, ocasionando assim uma
mudanga de simetria da réde. Dessa forma, a rede exibira uma
determinada simetria para temperaturas acima de uma tempera
tura = dita critica (TC)— e exibira outra simetria para tem
peraturas abaixo da temperatura critica. O sistema possui
duas fases de simetria. E de se esperar, portanto, que quan
do a temperatura do sistema for baixada até valores inferio
res a TC 0 sistema experimente (ou exiba) uma transicao de
fase.

A teoria das interacoes fracas de Glashow- Weinberg-
Salagf% uma teoria de gauge nao abeliana, baseada no grupo
de simetria SU(2) x U(l). Para reproduzir a fenomenologia de
baixas energias das interagdes fracas (Teoria V-A) se faz
necessaria, no entanto,a quebra espontanea dessa simetria.

Teorias Unificadas das interacoes fracas, eletro-
magneticas e fortes também utilizam o mecanismo de quebra es
pontanea de simetriéslSeja G o grupo de simetria da Teoria
Grand Unificada. Para reproduzir a fenomenologia de '"baixas

LA}

energias' da teoria das interacdes fortes, fracas e eletro-

magnéticas baseada no grupo de gauge SU(3) x Su(2) x u(1)

podemos prever uma sucessao de quebras de simetria seguindo

0 esquema

G— Ga = G— =G — G, = Wi AU
Wi

BRI LW



(4)

onde G“ € um subgrupo de G e Gn_1 e um subgrupo de Gh

Como ja vimos no exemplo simples do primeiro paragra
fo, uma simetria quebrada a temperaturas baixas pode ter es
sa simetria restaurada (ou por outra, pode exibir uma sime-
tria diferente) a temperaturas mais elevadas. Esperamos, as
sim, que o sistema descrito por uma teoria cuja simetria e
quebrada espontaneamente deva exibir duas fases: Uma fase
na qual a simetria € quebrada e o parametro de ordem & dife-

rente de zero

(q>: G (r¢T)

e outra. fase na qual a simetria € restaurada. Nessa fase, o

parametro de ordem assume o valor zero. Isto &

~—~
-

~

cﬂ

{le):_‘o

No caso das teorias de Gauge ja discutidas, o parame
tro de ordem € o valor esperado no vacuo de um dos campos de
Higgs.

Sendo Mw a escala na qual ocorre a quebra da si
metria a temperatura zero, espera-se que a temperatura criti
ca seja da ordem de Mw .

Admitindo o sistema a temperaturas muito altas e 0
resfriando, devemos esperar entdo que o mesmo exiba uma tran
sicao de fase. Se a imagem proposta pelo modelo cosmologico
padrao estiver correta, o candidato mais natural para esse
sistema seria, nada mais, nada menos, que o universo. O pr§

prio universo teria, assim, experimentado transicdes de fa



se ditas transigoes de fase cosmologicas. Tais transicoes
de fase teriam, como discutido a seguir, implicacdes para o
universo hoje.

Nesse trabalho procuraremos abordar, através de um
método quantitativo - essencialmente o método semiclassico -
o problema da restauragao de simetria em Teoria de Campos a
Temperatura finita e a transicao de fase que tem lugar quan
do isso ocorre. Por uma questao de simplicidade es
tudaremos aqui apenas a restauracdo de uma simetria discreta.

A intencao primeira do nosso trabalho & de colocar
em termos bem claros uma nova proposta para o mecanismo pe
1o qual o sistema restaura a simetria. Nessa proposta, confi
guracoes de campo topologicamente nao triviais vém a ter um
papel essencial.

Para servir de introdugao a Teoria de Campos a tem
peratura finita, fizemos uma breve resenha desse topico no
capitulo II. Os topicos ali apresentados foram selecionados
de forma a fornecerem subsidios para as secdes subsequentes.
¢ sempre voltados para a questao da quebra e restauracdo de
simetria em Teoria de Campos.

No capitulo III discutiremos o comportamento do po
tencial efetivo a Temperatura Finita. A anilise indica cla-
ramente que a restauragao de simetria deve acontecer a altas
temperaturas. Alguns aspectos importantes a respeito do po
tencial efetivo e para os quais se faz vista grossa na lite-
ratura (numa hipotese otimista) s3o apresentados ali.

O comportamento do potencial efetivo a altas tempe
raturas leva a imagem do decaimento do falso vacuo. O modelo

apresentado no capitulo IV ilustra a maneira de calcular es



sa taxa em dois importantes limites (altas e gaixas tempera-
turas). Apesar de ser um modélo nao realistico, cremos que
ele € importante porque permite entender alguns aspectos da
taxa de decaimento e da fisica adjacente.

No capitulo V mostramos que configuracoes de campo
topologicamente nao triviais, como solitons, tém um papel
relevante a altas temperaturas. De fato, e possivel prever
que quando surgem no sistema elas levam a restauracao da
simetria. Os calculos dentro da aproximacio Semi-classica
mostram que, a uma temperatura critica TC, 0 surgimento de
uma parede € altamente favorecida.

Dentro da imagem de um universo extremamente quente
em tempos primordiais, as transicoes de fase esperadas em
Teoria de Campos teriam implicacoes cosmologicas. Fazemos um
rapido apanhado dessas implicacoes no capitulo VI onde mos
tramos também que a nossa proposta parece, dentro desse con
texto, estar mais em acordo com os dados observacionais.

Completamos o trabalho com uma secao de conclusoes

no capitulo VII.



IT - TEORIA DE CAMPOS A TEMPERATURA FINITA

(IT-1) - A Funcdoc de Particio e a Acao Efetiva

As propriedades termodinamicas de um sistema podem
ser inferidas, dentro do Ensemble canonico, a partir da fun
¢ao de partigao Z(T) definida por

. -BH
Zty= Ir@

= A

) 1 . —- . -
onde b:_L( ) e H €& o operador Hamiltoniano descrevendo o

T
sistema.

3 . (5) .o

QO formalismo devido a Feynmann pode ser utilizado
dentro desse contexto para escrevermos a funcao de vpartigio
como uma integral scbre caminhos. Consideremos, a titulo de
exemplificacao, o caso de um sistema de particulas nio inte
ragindo entre si., mas sujeita a um potencial Viy) (unidimen -

sional por simplididade). Nessas circunstancias, a fungao de

particao relevante se escreve

- j%cudi)% + '\Im}
£(r) = N} Dixw] e 7
By Koy
Onde N em (2.2) € um fator de normalizacio.
Ve-se facilmente que (2.2) € a versao euclidiana da
fungao de Green de dois pontos EI(&F%ﬁAXhO\ da Mecanica Quan
tica. As condig¢oes de contorno periodicas de {2.2) decorrem

do traco em (2.1).

A extensao, para o caso em que as particulas intera

(2.1)

(2.2)



gem entre si envolvendo assim um numero maior de Graus de L1
berdade, pode ser encontrada, por exemplo, na ref. (6).

A extensao para o caso de um numero infinito de
Graus de Liberdade (Teoria de Campos) pode ser encontrada na
ref. (7). Para um modelo envolvendo apenas um campo escalar,
podemos escrever a fungao de particdo como uma soma sobre
configuragoes de campo. Isto &

- Sgi.kfa‘ﬂ
Zery = x\ﬂ}{)ugl G (2.3)

onde N ¢ um fator de Normalizacdo e Sg € a agao euclideana

= dﬁi 3\ LlwgY + Vi) .
Sely.0p) = j (i\% >V 9 (2.4)

¢ a integral em (2.3) deve ser realizada sibre configuracoes

de campo satisfazendo as condicles de contorno periddicas

Pihay= Yo, %1 (2.5)
— '-‘i.
Se efetuarmos a substituicao % = p XA entao.a
partir de (2.4) e (2.5) podemos escrever (2.3) sob a forma

o bde | X *[\V? + Vgl (2.6)
£y = j@m CH{)%J {”H }

\:?Li.s&'\‘z i\gw,m

Pode-se ver, a partir de (2.6). que para temperatu-



ras muito altas as configuracoes de campos relevantes sao
aquelas que nao dependem de £ , ou seja, as configuracgoes
relevantes nesse limite sao as ”estéticas”(S).

Além da funcdo de particdo (2.1) & de interesse tam-
bem a determinacao de valores esperados de observaveis no

Ensemble. O valor esperado do observavel 0 & dada, no en

semble candnico, por

_ ~ -BH
= Ir OC
Coy = —— (2.7)
Tre
Assim, por exemplo, o valor esperado da energia
% el
Y :
Wy = Tre ™ = -3l e
T @M B ;
Em estreita analogia com a teoria de campos usual,
podemos introduzir funcdes de Green térmicas de N pontos
(JKN&\AI‘GH : ;\&m ‘-C‘Jld\ E < leUK‘. & \:?"ll'u,,'G}) e i tpt“ﬂ Dw) >
[2:8)
onde as medias de Gibbs em (2.9) sao definidas em (2:7) s
Ainda em completa analogia com o método ja conhecido da Teo
ria de Campos com a métrica de Minkowski, podemos introduzir
um funcional gerador de funcoes de correlacao térmicas que
designaremos por Z%J). Sua definicao g(9,13)
B miirt - . o PR {Jdi'i ESNIEY
Zlil=re e (2.10)

el pH

As fungoes de correlagdo térmicas de N pontos defi-



p - ’
nidas em (2.9) sao obtidas a partir de Z(J) atraves de aemn-

vadas funcionais, ou seja:

% L3]

3 bjliﬂ\ A=0

' W
CZNO“;I"; o En-cr‘} = Lr]

E possivel também introduzir o funcional gerador

das fungoes de Green conexas designado aqui por F(J). A defi

nicao de F%J) s (13)
Efem . T L 2P3]

Finalmente podemos introduzir o funcional gerador

das fungoes irredutiveis de uma particula (designadas aqui

por [l way (9

-1 - -
dor e o representaremos por | B[?] - Dessa definicao segue

que

B

}*E jwajwn o e X Pt Pl

91 Lh n:

A maneira de introduzir a agao efetiva a rigor seria

)

defini-la a partir de uma transformacao de Legendre de F

com respeito a variavel Y 5 ou seja

B _ L S~
\ BL{N = FBLJ] — |okx PO Juwo
Derivando (2.14) com respeito a J obtem-se que

Yur= {Yud = 8 Fhy

bdu)

. Denominaremos acao efetiva tal gera

My

(2.12)

(21 8]

(2,14}

(2.15)



Se derivarmos funcionalmente (2.14) com respeito a

‘@ (%) obtemos

o 2 ‘TB_s
Jw) = ,5_\ (91 (2.16)
3P ix)
A equacao (2.15) € interessante porque ela permite
» - ) . (10
estabelecer um criteério para quebra espontanea de 51metrla€ l

Se uma simetria € espontaneamente quebrada, entdo, no limite
de campos externos tendendo a zero, o valor esperado no va-
cuo do campo {P tende a um valor diferente de zero. ou se-

jaz

Y ai = sk i Uil (2.17)
33y 90

-B - . :
Em termos de 1{?x, a condicao para simetria quebra-
= B : <
da e que V@; tenha um extremo para a configuracao de campo

‘?*2 A , isto e:

2l = 0
== - - (2.18)
Z?aa =V 0
Se a simetria nao for espontaneamente quebrada, en
tao
Y31 -
Yuir ~ 0 (2.19)

30

A conclus@o & que, para uma teoria cuja simetria &
quebrada espontaneamente a T = 0, o critério para que haja
restauracao de simeitria, 'a temperatura finita, & que a acao
efetiva (de acordo com (2.19)) tenha um minimo para a con

figuracao P=p



- A

(II-2) - O Potencial Efetivo

Como vimos na secao precedente, a questao da restau
ragao de simetria exige, basicamente, o conhecimento da agao
efetiva definida em (2.13). Procuraremos mostrar nessa secao
como, dentro de certas aproximagoes, podemos ter alguma in-

formacao sobre a acao efetiva.

Sejam i:"“(%.,.Pﬁ\ as funcoes irredutiveis de uma
particula, no espaco dos momentos. Fazendo uma expansao de
Taylor nas proximidades da configuragao ‘= pp=z-- = bn=0 po
demos escrever

hj(';“‘ ’\-:{"“’ = Y L :

) (e pay = | 0, () -*"Z_ F.“ ) (0,---0y + 7 B

L Sk

Levando a expansao (2.20) em (2.13) obteremos a se

. & ” i LD
gulnte expansao para a acao efetiva

—

M1 = ]‘d“x [- Yigy +il'an@mz'21@ Tondore }

onde em (2.21) representa os demais termos da expan-

sao de Taylor (2.20) nao contidas nos dois primeiros.
\Vﬁﬁgﬂ em (2.21) & conhecido como o potencial efeti

VO € sua expressao € portanto

— Nm\
N R (Rl Gl L
Yigi=; &
n ‘e
Outra maneira de obter o potencial efetivo sefié“&g

fini-lo como a acao efetiva para uma configuracao de campo

constante dividida pelo volume do sistema(ls)'

(2,20)

F2id1)

(2.22)



_11_

(II-3) - Expansao em loops

Um dos metodos aproximados mais uUteis no estudo da
restauracao de simetria a temperatura finita € a expansdo em
loops. Isto decorre do fato do potencial efetivo ser determi
nado exatamente, até.um loop, quando expandimos as funcoes
de Green em numero de loops. Vamos ilustrar o procedimento
para a teoria A?“ a temperatura zero.

Seja
4

Gagr= LT D) 4wyt A
£ g f g L y !g J i ?

S

Em zero loop os unicos graficos relevantes sao
><

E portanto em zero loop, obtemos

(ig)* 4wyt AG
{ 339 5150 ]

gl

1§ = }d"x ll?«

O potencial efetivo € pois, em zero loop

Qo
Y (g) = méy® + 39"
3 !

(2.23)

(2.24)

(2.25)



Em um loop temos os seguintes

graficos
O I-r 123 ! f—‘ 17 t g }
NI
A ‘

i'T (i)
AN

PE I

Levando-se em conta as regras de Feynman ben como
fatores de analise combinatdria, tendo em vista o nimero de
maneiras distintas para distribuirmos os ¢ » © resultado
para o potencial efetivo em 1 loop e(le 11)

0y o n olo _:_*
Y gy = - ( «XW ) j(ql+ml\n (2.26)

O potencial efetivo se escreve entio

511

L

até um loop

\rq{f:v% }g; fi}%%(ﬁ* MQ\

(2.27)
L e
A mencs de uma constante aditiva, (contribuicie da
energia de ponto zero do vacuo) podemos escrever (2.27) sob a
forma
i _ : i 1
Yﬁ\?’— mYEEA 4 L jd*’lj"" (924 ”‘EP ) (2.28)
7 L L‘ 2/

Tendo em vista que os dois primeiros termos da s€



rie (2.25) divergem, o potencial efetivo deve ainda ser re

normalizado. Isso sera feito quando investigarmos o potencial

efetivo a temperatura finita.

(iI-4) - 0 método semi-classico

0 método semi-classico se baseia no fato de que, ho
limite A - 0 . as configuragoes de campos mais relevantes

sao aquelas que miniminizam a agao cuclideana. Qu seja, sio

as configuragoes de campo que satisfazem as equagoes de mo

(i1) N

f

al
|

vimento

L

s
P

o

{

L

X

) deen = Vg )

.
i1l

Dentre as solugoes de (2.29), pode-se mostrar que
aquelas que sao relevantes para T + 0 s3o aquelas que exi-
bem uma simetria 0(4){12)(ou seja, solugoes dependentes ane
nas da variadvel Dz W ). Isso decorre do fato de
que estas tem menor acgao.

No limite de altas temperaturas, por outro lado, co
me se pode ver de (2.6), as solugoes importantes sao aguelas
independentes da variavel t . Desse argumento decorre que,
para altas temperaturas, estaremos interessados em solugoes

da equacao:

Note~se que as solucoes de (2.30) satisfazem tri-

vialmente as condic¢Ges de contorno periodicas (2.5).

(2.29)

(2.30)



Assim, em ordem zero da aproximacaoc semi-classica |,
podemos escrever a funcdo de particao associada a uma confi-
guracao de campo classica como:

v

2%y o T (2.31
Ui =
onde E & a energia associada 2 configuracio classica solucao de (2.30).
Até primeira ordem da exXpansao em potencia de h
podemos escrever formalmente
i (o
Ui LR -Tsm)
7o - T (2.32)
L, Wiy @,
onde E'= E + correcdoes quanticas e S{T} sera denominada de
entropia associada 3z configuragao classica levando em con
ta as flutuagdes em torno da mesma.
Do ponto de vista de integragao funcional a maneira
de se determinar Z(l) € a seguinte: seja frﬂhb\ uma configu
ragao de campo tal que
ipt T Y T ) '
vy = Yoine) l(\:}u‘u%; (2.33)

Substituindo-se (2.33) em (2.3) e expandindo-se até 22 ordem
nas flutuagoes poderemos escrever

i

. Y “
L S 3 e T R LAV
L o(7) = in

M)

?ﬂxkﬁw&ﬁ

{4t

Dande Z(l}

podera ser escrita formalmente como



- 15 -

~jigi

iy

L omy= e ! - e

(2.35)

+ \!”(L'_,D{,S (2.36)

A energia livre associada 3 configuracaoc de campo

classica sera, assim, formalmente dada por

Foy= B4 I da(-2 72 +\1“¢qu) (2.57)
), Xl -
Dentre as configuracoes de campo classicas, a mais

trivial & a configuragao de campo associada ao Vicuo da teo

ria yY=cte. Para uma teoria sem quebra espontinea o vicuo &

descrito por Y=0. No setor do vicuo podemos entioc escrever

e - }U\Wv I \(M") %\k‘%ml (2.38)
o) s B

2

13,111
Efetuando agora a soma em n, utilizando a 1dent1dad( J

}; ‘%“Li%%?] *‘W *Mi' Péﬁwn %sz“k “ﬁPC{b\) (2.39)

mn



onde Edhy = “Mﬂml , obtemos o seguinte resultado para

a energia livre por unidade de volume no setor do vacuo

- [ b (- & P8
v nd 2 LRy

Note-se que em (2.40) nds nos deparamos com o pri
meiro problema de divergéncias na teoria de campos a tempera
tura finita. A maneira de elimina-la nesse caso & bem conhe
cida: o termo divergente € exatamente o termo de energia de

ponto zero do vacuo. Subtrazindo-o teremos

\j Joamd

Bl 1 o b (1 e ™)

Esse resultado é aquele, usual, de um gas de  Bose

ideal.

(II-5) - 0 Método Perturbativo

Para o calculo de funcoes de correlacdo de n pontos
podemos recorrer ao método perturbativo como opcao de aproxi
magao.

Pode-se inferir um método baseado em diagramas  de
Feynman , bem como as regras de Feynman para a teoria de cam
Pos a temperatura finita. As diferengas, no que diz respeito
a teoria de campos usual, nac sdo grandes.

Uma primeira consequéncia das condicoes de contorno
periodicas nas regras de Feynman & que, na decomposicdo de
Fourier do campo livre, ao invés de uma integral de Fourier,

teremos uma série, onde os valores possiveis w sdo dados por
: n

(2.40)

(2.41)



Wa 4wdT = <40} (2.42)

As regras de Feynman para a teoria de campos a tem-
peratura finita podem, assim, ser obtidas diretamente das re

. (14 . .
gras de Feynman USU&lS( ), com as seguintes substituigoes

I Lk . . - 13 3 '3
\'fiibgf A Iy r | (a5} ‘b‘ aw-n“k"nn' b UK*'”’“&*" 3 (2.43)

)

Com fatores i vindo da rotagac para o espaco Euclidiano.



IIT - O POTENCIAL EFETIVO A TEMPERATURA PINITA(IS)

Para determinarmos o potencial efetivo a temperatu-
ra finita utilizaremos um método alternativo aquele esbocado
no capitulo (II). Ilustraremos o método determinando o poten
cial efetivo para a teoria A¢4 cuja Lagrangeana € dada por
(2.25) . De acorde com (2.37) e (2:38) & energia livre asso -
ciada a uma configuracao de campo ¢ independente das varia -

vels W ¥, seria dada, formalmente, por
' 4 p

Figri= Vi [rgﬂgb.&a]o"] +TY Z: l‘?*_l’_fﬂ J [(mﬁ)’«mmz-mgf] (3.1)

Definimos o potencial efetivo como sendo a diferenca en

tre as energias livres (3.1) e aquela do setor do vacuo da

da por (2.40).. Ou seja:

dar
:-J -

‘\ﬂ‘?:'” = iy -“iﬂ’:O‘T\ (3.2)
\

De (3.1) , (2.40) e (3.2) segue que

\(‘ Voo Z"t"s(.'j‘l" 4 T D‘J"M'p/h l+\L
e ppaoat 1o bl

» T [+ wiawie )

Obviamente o potencial efetivo (3.3) € mal definido

pois exibe problemas de divergéncias ultravioletas. Para que
ele seja bem definido devemos adicionar parcelas envolvendo

contratermos. Até um loop adicionamos os termos

Yigry= w4 3\@ g O

£
L7 jo (4 Mo g o
BT am L(‘L—%ﬂ P am .\



Os contratermos ¢&m® e 68X sio determinados a par-

tir das condigoes de renormalizacao impostas a temperatura
zero {uma vez que o fato de estarmos trabalhando com a teoria

a temperatura finita nao introduz divergéncias adicionais a

teoria de perturbacoes):

d‘jf; = e
d“-?i" J=o.7e

onde m e X sao a massa e constante de acoplamento renormali-

W9y = A

zadas. As condigoes (3.5) e (3.6) implicam

De (3.7} e (3.8) segue que 0S contratermos sio da

dos por

o
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Assim, o potencial efetivo renormalizado se escreve

(3.5)

(3.6)

(3.7

(3.8)

(3.9)

(3.10)
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=AY Jd‘% +os L?i‘ JQ{E | (3.11)

Nao e dificil ver a partir de (3.11) que
V(¢,T) & uma expressao fechada para a soma de todos os gra -
ficos irredutiveis de uma particula (Renormalizados) tomados

a momento zero quando expandidos até um loop. Isto €

L oy """": 3 ,‘ (3.12)
[ w
"
E facil ver ainda que, definindo a massa da parti-
cula a temperatura finita por:
miriz 3 Vign | (5.13)

el
Entao esse observavel adquiriri uma dependencia com

a temperatura. Até um loop obtem-se

M = mE Pam L
Y IS .10



Ao passo que definindo a constante de acoplamento
da maneira usual

A

14 = Fm(o\_. 0.\ (3.15]

obtem-se uma constante de acoplamento dependente de tempera-

tura. Até um loop o resultado &

vy = A4 3y "mz? 2Hd_3_“0 ‘ (3.16)
am : 3 R
WRI [ o -1

Restauragao de simetria

Com o intuito de verificarmos que um sistema cuja
simetria € quebrada a temperatura zero pode ter sua simetria
restaurada a altas temperaturas, analisaremos O comportamen-
to do potencial efetivo a temperaturas finita.

Analisaremos o caso de uma teoria cuja simetria dis
creta (¢ » - ¢) € quebrada espontaneamente. O modelo simples

€ aquele cujo potencial é dado por

, A ook
iy y= - I%llfb + 29 (3.17)
j 4

Note-se que apesar da teoria (3.17) exibir invarian
¢a sob a transformagao ¢ - - ¢ seu estado fundamental & des

crito por uma das configuracdes de campo

= £ G (3.18)



onde

= M

1N
© qual obviamente nao € invariante por tal transformacado. A
teoria (3.17) exibe entao uma quebra espontanea de simetria.

Se definirmos

Pz Yuwr-o

em termos de @G(X) podemos escrever

Vigy = B 1y o+

Vemos entgg que a Lagrangeana (3.17), escrita en
termos do campo ¢0, nao exibe a invarianca sob a transforma-
gao ¢ » -~ ¢ e que o campo fisico ¢, descreve particulas de

massailé)

mY = L

Mostraremos que a simetria ¢ +(-¢) sera restauradsa
a altas temperaturas. Para isso procuraremos estudar o com-
portamento do potencial efetivo a altas temperaturas.

Seguiremos formalmente os passos indicados anterior

mente, obtendo a energia livre associada a uma Configuragﬁo

de campo constante ¢. O resultado formal &:

i ﬁ

wmi

{3.19)

(3.20)

(3.21)

(3.22)

f:t‘lgm:\f i A ST BNV T OB% I | (ons IRt (3.23)
T 2y L@[*' } P

Lembrando que

}L‘l = o = 3\%2

(3.24)
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a diferenca entre (3.24) e a energia livre para a configura-

gao ¢=¢ , dividida pelo volume, & dada por
Vigmi= digegty + LT[ dnf1 s )
4 ap et LY 44

O potencial efetivo renormalizado pode ser determi-
nado acrescentando-se parcelas contendo contratermos. Até um

loop bastam dois contratermos, C2 eCS, a saber

VUgmy = it g+ 2 gl - gt v Gy
2 4 2’ ’

L ﬂm(i + M-yl
I

44 N
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Para determinarmos os contratermos C2 e C3 impomos

as condicoes de renormalizagdo a temperatura zero

dﬂ}ﬁ\f{&b) | =
d? 3= Yuzi,

. P70 ) = %Mz
dy* J=4v=0,

A primeira condigao assegura que o potencial, a des

peito das corregdes radiativas, teri o seu minimo mantido, &

(3.25)

(3.26]

(3273

(3.28)
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temperatura zero, no vacuo ¢=a.

A segunda condicao estabelece que a massa fisica &

2u2.

A partir das condicoes (3.28) e (3.27) obtemos

= oan X ok
d & = _—

— 1 - (3.29)
(m) (K?'"'r.'bp."]z’
e
Cz, = 3._91‘0_[15‘ + q_\ﬂb}% (3.30)
uﬁi)“ KHJ;}U« (mh (V\Z-*‘ﬂ;}&?’ )2;
A expressao final para o potencial efetivo renorma-
lizado € portanto
Vi et e 0ov (o b (14 3
((P,T]: M igeydy ¢__LX__"K- - =Yy
. S ¢ P A ¢ ()
B
(8. 312
= y; ) 3 dv L (g |t 4
20 gy BP0 a2

Utilizando agora a identidade (2.39) encontramos de

pois de somarmos sobre n
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Vigmi= & qioght® + o (ot [l vongn - Voo |
b 2 m?
(3.32)
gn de L e ke 1
2 mh V’,.l"r-.l:}&l 3. () W?’-‘-l}x‘\a
o { Bo (15 & T RFENE )-Lﬂna’”mﬂ‘n}
Ulﬂj
A partir de (3.32) pode-se concluir que o potencial efetivo
€ mal definido, para qualquer temperatura, para valores de 0
tais que
1]72’< m? (3.33)
3\
Isso ocorre porque para ¢2 nas condigoes (3.33) o potencial
nao € real, desenvolvendo uma parte imaginaria.
Note-se tambem que, para qualquer temperatura
Yigmi= o (3.34)
Para determinarmos o comportamento do pPotencial efe
tivo com a temperatura, escrevemos as derivadas primeira e
segunda de V' com respeito a ¢
d;_’_‘(— - A,i)(liij1-(_?:‘| e 1 E; j(?\_fl_[bﬁ 309
d[f p Y R [i;,-\h,g,},}_,{%mz _i_atgi‘(y}]]
£3.35]

& Bg\t?J'Q‘_'p : & \%A‘gt?’:qﬂgd‘% 4
("-’ﬂl‘ le j,}{" {m\‘i (Kl+‘bhy]1
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3 Y 59\37"-34}1,* P L jd% % 5
dy: R R oYy
PG (e g g e gy 1 (3.36)

B

+39\Jdi'i°. e, ¥ (-"'"3\"?1““’*1?75&% i
1R Fup) el (g eap)¥

Os maximos ou minimos do potencial ocorrerao para
os valores ¢ tais que OV ] = O - Um dos extremos ocorre

a’g Y=g
para a configuracao ¢ = 0 e Js outros ocorrerao para configura

coes ¢ satisfazendo

l (E?E'(:Pl‘*! Z_ Sd%m 3}\
w N W; () . 1 % LT
” iK™ -+ 4+ (Wi + 3y,
" L ap + (o) e 20giy)
4 (3..37)
-3y fobe ¢ +txJ\‘(9;_g})}d_‘_m S P
| B ey T Wt (e ag)*
@RI (K" by A 2
Numa expansao a altas temperaturas os minimos serdo
dados por
oty L ATE
A (gm“(no*’ )+ 3%1 = (3.38)
Donde

2 kz
Um M= M ’—% (3.39)



Esquecendo, no momento, o fato de que o potencial

efetivo nao € de confianca para ¢ = 0 poderiamos nos per-

guntar a que temperatura ¢,(T) =0 . Dai tirariamos o va

- i . .
lor de uma temperatura critica Tgl definida por

3 ¥
LPm (Tb‘]-*:..o (3
De (3.40) e (3.39) segue que

- )

o = %/-fi_ (3.
Vi

Convem lembrar, no entanto, que poderemos acreditar
no potencial efetivo so para valores de ¢° tais que ?1'2 ?2/3
Quando (3.39) coincidir com (ﬁ%/3 obteremos outra tempera-

tura critica definida por

2 .
iPm Ehey = 'hﬂl

Ay e
T (
A temperatura critica definida em (3.42) & pois
L5 L (3.
B

Estamos agora em condigdes de esbogcar o comportamen
to do potencial efetivo em funcao da temperatura. Obtem-se o
comportamento da figura ( 1 ). Surpreendentemente esse grafi
co & radicalmente diferente daquele proposto por Linde(lsl.
Tendo em vista que ésse & um ponto a respeito do qual a dife
renca € muito inportante, como veremos a seguir, € essencial

entender onde a diferenca reside.

.40)

41)

42)

43)
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Olhando para a expressao (3.3) seriamos tentados a

escrever o potencial efetivo sob a forma

- 1
Yugm:n q Mnf" X le*“' QM{H——L}‘
p L 0wl Pmﬁ\ +IKY ﬁ
Expressao (3.44) & exatamente aquela utilizada por

(15)
Linde .Ocorre que ela nao faz sentido simplesmente porque a

definigao (3.2) nao se aplica a esse caso uma vez que ¢ =

nao € o vacuo da tesoria. Uma consequencia desse fato & que o

potencial efetivo (3.44) nao &€ real. Basta tomarmos ?:Y, em

(3.44) e notaremos que o potencial efetivo tem uma parte ima

ginaria.

Esses problemas de parte imaginaria acabam se propa
gando levando alguns a réesultados absolutamente incompreensi

veis como € o caso daquele da ref.(17); onde se pretende mos

trar que a constante de acoplamento dependendente da tempera
tura exibe uma parte imaginiria. No nosso caso esses proble-
mas de parte imaginaria simplesmente desaparecem. De fato ,
até um loop, o comportamento da massa fisica e da constante

de acoplamento sera

M) = a_"_‘(“up;ﬂ! = apt #3) ¥ X@ %
W ey, P i ﬂ&-ﬁ-‘h \P‘-uﬂ

-m}dﬁ_u__i___ ‘gm}m« 4
WA gty g e " (g we\*

(3.44)

(3.45)
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¥=y,

L) | {2+ s I & (3.46)

SETUAR N Z JOE[P . 4
P W )R [(“?“-f)”ur p* + 1}41]”

Para altas temperaturas, obtemos, de (3:45) e [3.46)

meer) = apt + Nl

(3.47)
Ned o e
hfrséél +—§5L 1 TT + Eﬂ(!ﬂﬁ'}]
T2 AYTR T A
Donde  A(T) e puramente real, em contradicdo com o traba-
lho da ref.(17). Vemos assim que a construcao (3.45), por
ser ingenua, leva a inferencias erradas sobre observaveis
Fie5 865
Poderiamos mostrar, finalmente, como fizemos na re-
ferencia (18) que o potencial efetivo (3.32) e, de fato, aque
le que gera todas as fungoes irredutiveis (renormalizadas)
da teoria (3:.21). Istoe &
~/
oy o e
e = oy (0---0TY) (3.48)
d n
Y™ Ty=g,
Onde F&g{m-~017) sao as funcées irredutiveis

de uma particula da teoria cujo potencial € dado em (3.21).
A interpretacao da figura (1) é a seguinte. Para

T >0 o sistema preferira uma situacio na qual <?>:: (gwn),

com

Lgendy L, (3.49)



porquanto para T > 0 a energia livre de tal configuracao
€ menor do que aquela do vacuo a T = 0.
Extrapolando esse comportamento a T = » obteriamos,
— (4}
formalmente, que, para [ = . = %ﬂ
Wy
AT S = O
€ portanto que para temperaturas acima dessa a simetria se
ria restaurada. Essa € exatamente a proposta sugerida pelo
esquema do potencial efetivo(ls). Dentro desse contexto a
temperatura Tc(l) (3.41) seria a temperatura critica.
No entanto como apontado aqui e na referéncia (18)
a descricao do potencial efetivo deixa de ser boa para tempe

raturas menores do que Tc(l).

(3.50)
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IV - DECAIMENTO DO VACUO FALSO NUM MODELO SIMPLES

4.1 - 0 Vacuo Metaestavel e o Modelo

De acordo com Linde(ls), 0 comportamento do poten

cial efetivo com a temperatura para uma teoria de gauge (nao
faz diferenca, nesse caso, ser abeliana ou nio abeliana) e
aquele representado pela figura (2). Novamente a analise des
sa figura indica que para temperaturas muito altas o sistema
exibe uma restauragao de simetria pois sendo o a configura

cao de campo associada ao vacuo temos

=0 para T2
6 = Gy para TL T
onde o & o valor esperado do campo de Higgs no vacuo. 0

[OXY

comportamento desse parametro de ordem com a temperatura

mostrado na figura (3).

M\

A temperatura critica como se vée da fi1g. (2]

aquela na qual

“YFEQM;T; ) = \Fiq:o‘Thx
A imagem adotada para interpretar as figuras (2) e (3)
€ que para altas temperaturas, o sistema estaria no va-
cuo descrito pela configuragao de campo qL= 0. Para T<TC 0
vacuo no entanto estd associado a outra configuracao dé cam
po (Y =0 (T)). Logo para Il © vacuo Y, = 0 ,no qual o sis

tema se encontra.é metaestavel e passari a decair para o va

cuo verdadeiro a uma certa taxa.

(4.1)

(4.2)



Numa tentativa de reproduzir as principais caracte
risticas do decaimento do falso vacuo, procuraremos investi

gar o modelo descrito pelo potencial(lg)
— 25l ' s i & N bY
Vigmy= ¥9" 4 s g Iy -ri‘t&f (4.3)
L ;

onde M, X e C sdo parametros constantes que caracterizam o
modelo e B € funcao da temperatura.

Suponhamos que B(T) < 0 para T>TC. Nestas circuns -
tancias, o potencial tem a forma apresentada na figura
(4-a). Para T<TC supondo B(T) > 0 teremos o potencial des
crito pela fipgura (4-b). Para T = TC admitiremos B(TC) =0
e portanto, a temperatura critica, o estado fundamental &
descrito pela configuracgao W = 0. Vemos, assim, que para
T<T. o vacuo Y =0 é metaestavel.

De forma a calcularmmos a taxa de decaimento do va
cuo metaestavel, recorremos a duas aproximagaes.Primeirameg
te admitiremos que para T<TC a dependéncia com a tempera
0° Essa  hi
potese simplifica os cdlculos e é feita também no caso de mo

tura seja muito fraca e porisso tomamos B = B

delos realisticos. Para B = B0 0 potencial (4.3) tem a mes
ma forma do potencial efetivo de modelos bidimensionais(zol
Finalmente, tendo em vista que na aproximacao de W.K.B. ode
caimento do falso vacuo € controlado pela barreira do poten
cial proximo a origem ( Y = 0 ), nos desprezaremos o termo
A\f“ em (4.3) ao calcularmos a taxa de decaimento. Uma
aproximagao semelhante foi feita por Witten na ref. 21 .

No caso citado, a taxa obtida efetuando essa aproximacao deu

resultados em bom acordo com os resultados nuMeETicos exatos



(sem recorrer a aproximagéo)(zz).

Feitas essas aproximagoes obtemos um potencial que
€ aquele dado pelo modélo de Bialynicki—Birula—Micielsky( )

Vigy= my* (4 - Lv\g‘f\
2 et

(4.4)
onde 0s novos parametros m € C podem ser facilmente ex -
pressos em térmos de M*> e <c¢'® do potencial (4.3).

A altura do potencial (H) & definida como o valor
do potencial no ponto de maximo oy = € . Obtemos assim pa
ra H
= ; 3 2.2
Hz Viga) = mic (4.5)
2] B
ao passo que a largura do potencial definida por
L= 4, (4.6)
onde ¢, € tal que V(¢y)=0 , € dada por
Lz = cVe = ¢ V2a (4.7)

Temperatura Zero

Procuraremos solugoes da equacao de movimento

N e N i = 2\ =
(%@«z—\\“f")xj)ccm +mty Pfﬂ(‘:%,_] 6

(4.8)



A temperatura zero, as solugoes relevantes (por te-

Tem menor agéoaz)) sao aquelas solugdes que tenham simetria

0(4). Ou seja, procuraremos solucGes que sejam funcao da
variavel

Em termos dessa variavel a equagao (4.8) se escreve( 4

2 . ,
04 o 2 dy y gy ) = 0 (4.10)
dp*  © dp
De forma a termos solucoes com acdo finita, procura

remos solugoes de (4.10) satisfazendo a condicdo assintdtica

(.j)(p-:m\-:o (4.11)

Impomos ainda a condicao :
ai? l e 17
P P=v

Se imaginarmos ¢ como uma variavel de posicdo
(x) e o como o tempo(t), entao a equacao (4.10) pode
ser vista como aquela descrevendo o movimento de uma pavticu
la(em uma dimensao) sob a acdo do potencial ‘ﬂj3:-q§jl[+-lth;]
€ sujeita também a acao de uma forca dissipativa_3 Ox :
As condicoes (4.11) e (4.12) indicam entdo que a ﬁ:rggcula e
abandonada no'instante' t=0 e que num tempo infinito atingira

a origem. O ponto de saida da particula sera designado ¢

Devido ao efeito da forga dissipativa, esperamos em geral



=)

que ¢_ > ¢,

A solugao para a equacao (4.10) &

0 () = C‘%$(”gﬁ'+l)

(4.13)
A agao euclidiana associada a solucdo (4.13) &
o) 3, )
So= [ app {308)7+ V)
b 2 o | : d(:)
=\ L2
- le®) ¢ (4.14)
2z m?
O ponto de saida da particula, dentro da analogia fei
ta , sera
i 2 4.15
W= ce (4.15)
C
O valor da densidade de energia no ponto de saida é
dado por
V(o) = - 3¢" m¥ (4.16)
2
Admitindo que o vacuo verdadeiro nio esteja muito
longe de ¢_(0) entao a diferenga de densidades de ener -
gia entre o vacuo verdadeiro e o falso sera aproximadamente
Ac = 3% y2¢? (4.17)
Z

Nessas circunstancias Qﬁ = Af . Consequentemen-
H

te nao estaremos calculando as taxas de decaimento para a si

tuacao descrita por Coleman ‘como aproximacao de parede fina
(Nesse caso devemos ter A 72y )

. Surpreendentemente, no
W



entanto, as taxas de decaimento terao expressoes semelhantes,
em termos do raio da bolha e da diferenga de densidade de
energia entre o vacuo verdadeiro e falso.

As correcgoes a Funcao de Particao devido as flutua-
coes em torno das solugoes classicas podem ser calculadas se
guindo o exposto no capitulo (II). A expressdo (2.34) no caso
de temperatura zero e

- T
0 -5 i o J\f‘i Y{hji:___ 3:’"‘— \{_WLJ }q (4.18)

= Ne om € %

De forma a calcularmcs explicitamente (como sera
feito a seguir) a integral gaussiana (4.18), basta que
escolhamos um conjunto completo de autofuncoes ortonormali-
zadas nnth,&k do operador (~§;af\¥Vﬂqu) . Definindo

= como um desses autovalores

k_f A A \}'”(37 \ ) ~anm.M= Cn Y{n(s@. A (4.19)
i L i )

vt

e fazendo entdo a expansao

On Wnu‘] (4.20)

peeti]

s

i
=4

a medida da integral funcional (4.18) se torna entao
'qu = |l dQn (8 . 213
n

A substituicao de (4.21) e (4.20) em (4.18) leva-nos a se -

guinte expressao para a funcao de particgao
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A expressao (4.22) deve ser encarada como uma expres

sao formal tendo em vista os seguintes problemas:

Modos de Frequencia Zero: A expressao (4.22) se torna sem

sntido se houver modos de frequéncia (e, = 0). Existem argu-

mentos gerais garantindo a existencia de tais modos. No ca

SO em questao, devemos esperar a existéencia de quatro modos

de frequencia zero, associados a invariancia por translacao

das solucoes da equacao de movimento (4.8). Isso nos leva

a prever, por outro lado, que as autofuncoes associadas ao

v

1
modo de frequéncia serao dadas por 'qf{X]: 3&%}X‘- Esses

comentarios levam-nos a encarar a expressao (4.22) como vali

da para =" # 0 e fazem-nos tratar os modos de frequencia

zero de uma maneira diferenciada. A maneira de tratar os mo

dos de frequencia zero pode ser encontrada no excelente arti

(24 ). Ao levarmos em conta esses

go de revisao de S. Coleman
modos, eles acarretam apenas um fator multiplicativo de
(Scz)l/2 para cada modo de frequéncia zero vezes o volume

quadrimensional | "

(4.22)



Obtemos entao, tratando os modos de frequéncia zero apropria

damente
. I WK s
=5 - 2 ?’f 61&:%— (E;\
Z=N€& LS | (4.23)
n
onde a soma Zl significa omitir os modos de frequéncia ze

ro. Vemos assim que o tratamento dos modos de frequéncia Z&

ro leva-nos tao somente a um fator multiplicativo para a

fungao de particao.

Divergéncias

O produto dos autovalores na expressdo (4.22) le
va-nos a um resultado divergente. Isso indicaria que a ener-
gia livre, por exemplo, calculada a temperatura finita nao
faria sentido. Ja vimos um exemplo disso no capitulo (IT):
Naquele caso bastou extrair é energia de ponto zero do
vacuo para obtermos um resultado finito. Como veremos no ca
pitulo (V) em geral isso nao € suficiente em Teoria de Cam
pos. Para Teorias renormalizaveis no entanto, a maneira de e
mover essas divergencias € aquela, usual, de adiciornarmos
contratermos calculados via teoria de perturbagdes , i tempera
tura zero. Uma outra alternativa para obtermos resultados £i
nitos (provavelmente equivalente aquela usual) consiste em.
utilizar a prescrigdo da funcdo zeta generalizang%Definindo
a funcao zeta generalizada (com os autovalores definidos em

(4.19)) como

]

el R



Entao, o resultado (4.22) pode ser reescrito formal

mente como

1) " 4 dqtsi g \Dm.;m qw)
—t- = NLKL). LasL& 55 e‘" Sc e L(a‘s L:‘o 2

No apendice da referéncia (19) exemplificamos o méto

do com o problema especifico aqui tratado.

Modos de Frequéncia Negativa

Desde que os modos de frequencia zero siao dados por
9,¢6. e como essa fungao tera um no para (ai¢c)=0 (este no
acontece para 0=0 no nosso exemplo), segue que esses autova-
lores nao correspondem ao menor autovalor (pois esse nao de
ve possuir nos). Assim esperamos pelo menos um autovalor ne
gativo. A maneira de tratar tal caso € explicado na ref.(26).
Obviamente a existencia de um autovalor negativo invalida o
calculo da integral (4.22) para um tal autovalor. Ja pode

mos antever que a existencia de um autovalor negativo esta

; - » 27
apenas apontando para o fato de que, o sistema & meuwsunml( )-

0 resultado € que uma vez tratado esse modo negativo a inte

gral funcional adquire uma parte imaginaria dada por

.. i')ﬁe%’ b by +4 (ci‘_iimﬂw

(it

onde £'(s) em (4.26) e a funcao zeta generalizada (4.24) omi
tindo agora, além dos autovalores zero, o autovalor negativo.

Ate o momento s4 obtivemos resposta para a funcao
de particao associada a um ''bounce'. Deveriamos, para obter

a resposta correta, somar sobre todas as configuracoes con -

(4.25)

(4.26)



= T

tendo um numero arbitrario de "bounces". A resposta, que po
de ser facilmente obtida, € aquela na qual os "bounces'" nao
se superpoem e estao bem afastados uns dos outros (aproxima-
cao de gas diluido). Nessa aproximagao a funcao de particao

(28)

semi-cléssica S€ escreve

% = Q/)\)P Z‘)(”/Z\VM’

Assim, na aproximacao de gas diluido, a energia 11
vre adquire uma parte imaginaria. A interpretacdo fisica des
se resultado € de que o sistema € metaestavel e o inverso da

(24)

largura daria a taxa de decaimento .Assim a taxa de decaimen

to por unidade de tempo e de volume sera

6 . . =% Y
i it o S 3 2 o = b
ﬂwwttz_¥+“i%\ﬂ S, e el m”

I

.

onde o indice '"indica a omissdao dos modos zero e negativo.
Vejamos todos esses elementos no caso do modélo de
finido por (4.4).
No caso em apreco a derivada segunda do potencial

V”(¢C) é dada por (vide 4.4 e 4.13)

Vi) = me [mipto ¢ )

Donde a equagao de autovalores (4.19) se reduz a

equagao de autovalores em 4 dimensdes:

L 4
o P PN = Imie,,, V., (X
(_ ¥ 3 e mt X - em )\Pmt“ = MGy \lex\

(4.27)

(4.28)

(4.29)

(4.30)



Os autovalores s{(} dependem de 4 nimeros intei-

TOS fhiki%lq e sao dados por

4 .
= (Z_QI—‘\ (4.31)
S |
De (4.31) segue que existe um autovalor negativo
€0000 e 4 modos de frequencia zero €1000 * £0100 * 0010

€0001 Podemos agora calcular a taxa de decaimento a tem

peratura zero. Obtemos de (4.28)

7 = A(SQ\.EZ (4.32)

onde A €&, a menos de fatores de normalizagao, dado por

i d iw
A why P

(4.33)
5= 0
e os detalhes da fungcao zeta generalizada sio dados no

apendice da referéncia(19).

4.2 - Temperatura Finita(zg)

Examinaremos agora o comportaﬁ%nto‘da taxa de decai
mento a temperatura finita. Deveremos procurar solucoes das
equacoes de movimento(4.8)que sejam periddicas em +t com pe
riodo B . Procuraremos solugoes que exibam simetria BEsSY .

Isto € conseguido através do ansatz

—m

Yorv= ¢ e . (4.34)
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3
% ~ L
gom YYo= g X
Bl

Substituindo (4.34) em (4.8) obtemos a seguinte e

quacao para f

o - mf (3 n §) (4.35)

O problema assim se reduz aquele da mecanica classi
ca de uma particula de massa unitaria se movendo sob a agao

do potencial

VLY = Swi (- haf 2 (4.36)
)

onde f representa a posigdo da particula.

Com a solugao (4.34) a acdo € dada por
, — o h & :
Sd(ry= N ¢ ﬁ oiX, [E(dﬁi\ i U‘&‘} (4.37)
m )

As solugoes de (4.35) sdo caracterizadas pPoTr um nume
ro E, que & uma 'constante de movimento': ela &, no analogo

mecanico, a energia da particula clissica

== “45(%&,,\1 + Ui | (4.38)

Estaremos particularmente interessados nos valores

—

de E no intevalo

. 3 j
- m'e {§ELDO (4.39)

ol



O limite superior corresponde a solugao relevante no

5 .3
caso de temperatura zero enquanto E::»Vﬂze Corresponde

2’ il - -
a solug@o relevante no limite de temperatura infinita.

A expressao para o periodo em fungio de energia &

f Z
, it o]
LEY= 2 g _C = - } : : i
P £ [2,{,‘5."031/2 : [_‘m‘:r?‘(i - ::Ml‘(— E/Z.] 2

§
Onde fl e f2 sao os pontos de retorno da particula.

Ou seja, sao as raizes positivas de
U(.gsz &

No limite de altas temperaturas o decaimento sera
controlado pelas solugOes estaticas. Na analogia mecanica ja

mencionada ela corresponde 3 solugao da particula parada no

-

fundo do pogo do potencial. A solucdo estatica de (4.35) €

-}.—(Xq'} & 85/2

Consequentemente a solucao (4.34) tem a forma

o W b
3{_ _.mr/L
%)(gj = C.Q.ZJEL

A acao classica sera dada, para a solugao (4.34),
por

(3 <ty 3 2 !
_ e \.,_
D = 2 ,,( =

T

2 owm T
Assim, a taxa de decaimento para altas temperaturas
poderaser calculada explicitamente dentro do esquema semi

classico porquanto, nesse caso também, podemos resolver a

(4.40)

(4.41)

(4.42)

(4.43)

(4.44)



equagao de autovalores da forma (4.30). O resultado, para al
tas temperaturas, se encontra na ref. (19). Gostariamos de
ressaltar apenas o fato de que esse calculo € essencialmente
o calculo da taxa de decaimento por flutuacio térmica. Pode-
mos inclusive expressar a taxa de decaimento, a grosso modo.
em termos de diferencas de densidade de energia entre as
o : (24)
duas regioes e o raio de bolha .

Em poucas palavras, se admitirmos que o verdadeiro

vacuo nao esta longe da configuragdo if(“:o\ ou seja

Dis=o1 = C le}v 3 (4.45)

" 24) 2
entao, seguindo Coleman ,a bolha sera definida como aquela

regiao na qual vive o vacuo verdadeiro, ou seja

\:PUXE = '\9(3&:0\ (4.46)

O raio da bolha € o valor maximo de r para o qual
ainda vale a aproximacao (4.46).
No nosso exemplo definiremos o raio da bolha como o

valor de R tal que

Yry= L ‘?»- NS (4.47)
Ve
Donde o raio da bolha sera dado, aproximadamente
por

T m (4.48)

Sendo a diferenca das densidades de energias dos

dois vacuos dada por

3
AE & Vigeo )~ Vigon = Mce
= Y=o Juod (4.49)
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Em termos dessas quantidades (4.48) e (4.49) a taxa
de decaimento sera escrita como

W e R3 ﬂg‘f
7~ @ ¥ (4.50)

que € um comportamento esperado para formacao de bolhas de

raio R da outra fase devido a efeito de flutuacao térmica(l).
Finalmente, podemos expressar o termo exponencial

(que a rigor controla a taxa de decaimento), em termos da lar

gura e altura do potencial definidos em (4.5) e (4.6) .0btemos

x o ¥i: 3
_(ﬂ_'el] _l: a (4.51)
R e Wi, T

Vemos de (4.51) que a taxa de decaimento nao obede-
ce a regra simples da mecanica quantica (lei das areas). O
que € surpreendente, por outro lado, & que o comportamento

(4.51) nao € universal, isto &, ele & dependente do modélo(so)-
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19 .45l
V - SOLITONS E TRANSICAQO DE FASEe )

Vimos no capitulo II que o comportamento do poten -
cial efetivo indica claramente que o sistema deveré)a altas
temperaturas, restaurar a simetria discreta ¢> -¢. A rT1LP0r
no entanto, a descrigao do potencial efetivo deixa de ser
boa para temperaturas acima de TC dada pela eq. (3.43). A
nossa interpretagao para esse fato € a de que acima dessa tem
peratura uma descricao em termos de configuracao de campo mé
dio ¢=cte deixa de ser boa e portanto se tormam relevantes
configuragoes de campo dependentes da posicgao.

Como mostrado na secao II-1, por outro lado, no 1i
mite de altas temperaturas, as configuracdes de campo rele -
vantes sao aquelas que nao dependem de t. Dentro do contexto

semi-classico isso acarreta procurarmos solucoes das equa-

coes de movimento associada ao modélo(3.17) da forma

AR IS (5.1)

A equagao (5.1) tem uma solucdao nao trivial do ti

po soliton

Py = A WM\ (5:2)
A Vg

Vemos que o kink (5.2) € uma solucao com uma‘ densi-
dade de energia diferente da do vacuo apenas numa regiao de
espessura d--u_1 localizada no plano x=0. Outro fato interes-
sante € que a solucao do tipo kink (5.2) separa o espago em

duas regides exibindo vacuos diferentes (+a) e (-a). Podemos



assim interpretar a solugao (5.2) como descrevendo uma pare
| (31) o '
de de Bloch..Ocorre que como a energia (=ac3dc classica) des-
sa solugao diverge (linearmente com a area no limite A » = ),

ou seja

Sw = Af[f R o= aaptas,

% B

teriamos o impeto de abandonar tais configuracgoes de campo,

Porquanto nao haveria chance de uma parede surgir espontanea-
mente no sistema. Esse argumento € verdadeiro para temperatu
ras baixas. Esse nao € o caso porém se a temperatura for su-
ficientemente alta. Isso € o que sugere o argumento de

Peierls(7’3$

. Ou seja, a altas temperaturas, o termo de en-
tropia pode sobrepujar o termo de energia fazendo com que a

energia livre associada a uma parede se torne negativa. Isso

implica, entao, que a formagao de paredes & favorecida e
consequentemente, paredes podem brotar espontaneamente no
Sistema.

Mostraremos a seguir que para altas temperaturas a -
energia livre do setor do soliton & menor do que aquela do
setor do vacuo ( 19,31 ). Para determinarmos tal diferenga

necessitamos calcular a relagao

Z

1s Fungao de partigdo a J=0 no setor de 1 soliton

Zos Fungao de particdo a J=0 no setor do vacuo

Dentro do contexto de aproximacao semi-classica (
mantendo apenas os termos quadriticos nas flutuagoes) pode

mos escrever usando (2.34)



_.'/ )
ok L[— 3 - JEa3AY ]

A ) = € (5.4)
—— 1B e (o [-pu? o A wh A e
tob \lm‘-. e L DICJXd}K [)12;"!1 4"2_] {Pv ] M/J' L‘az‘}‘!’l*%lwﬂzl
Utilizando (2.35) e (5.3) a expressao(5.4) & equi-
valente a T4l
5 V
bA ((«W’_\y" ] 4 {T,. bo (Sol] = Tedm L) }
Zis } - € 2 e (5.5]
Fos tirdy
onde
y 2 1
To bl = Tr dn (-2 03] = T bn [P
Tr I o] = T I (-2 4ap) (5.6)
o
Tendo em vista a definigao da energia livre (F=-gln z), pode
mos escrever de (5.5)
PR 3 Er : ‘
Fo - he = A (2 4 j_ir[fmi&eu-h\[\'u\l e
ENY 1P '
Lembrando a relagao entre energia livre e entropia
podemos entao, olhando para (5.7 ), escrever
AF = AE -TAS (5.8)
onde as diferencas dizem fespeito hquelas grandezas calcula-
das no setor do soliton e do vacuo. De (5.7) e (5.8) segue que
AG = - 1T Inlst] ~ T dn el |
5 (5.9)
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Como veremos a seguir, AS diverge, no limite termo-

dinamico, com a area. Como AE, como vemos de (5.7),

também

o faz definiremos a energia livre associada a uma parede

como

J[M(:r\ = AF = (2pv

\§ o
A EON /

onde

Ap == Te dn Tl - 7T¢ QMWM]]

——

B

Assim, para mostrarmos que uma parede pode

espontaneamente no sistema, basta mostrarmos que

<0para T & T

fparede C

A temperatura critica € aquela para qual

Foun, TN =0

Procuraremos agora determinar f
parede

v

até um loop. Designando por A; e kj 0s autovalores

(_\\7),__“1 L%&LP;!, \ w;s'\ ot (‘J\; ]l,\yit'\l
(-\\_’ 3 L 5,)\\}\:,\ \}’:N = VX; \1,\PIWI

Entao podemos escrever As sob a forma

Ap :"EAZ ; J?m(ggg]“r(kj \2] - im((af_m%(

at!

A

i

(5:10)

[5.21.

surgir

(5:12)

(.13

(T) exatamente

(5.14)

(5:15)

)1)} (5.16)

Utilizando agora a identidade (2.39), obtemos para



] v
Para determinarmos Aj

e (5.15) sob a forma

By 21 =

e

4 K)j

A? procuraremos solucoes de (5.14)

e N%L gy

Donde, substituindo (5.18) em (5.14) e (5.15), ob-

Y

\L = K‘f + (AjL\L

temos
(9@]1’: i e
o, 2
(X,
onde
kD= Wy

e (}5L\2 e [1

M‘L

v

G

)
Ky

\LA

sao os autovalores das equacoes

{ T ﬂt‘“ﬁn’j\.}g_}_& oL } ‘\}JjSLu\ = 1}\_ \Him
. =

{ LR T }\Pﬂ‘f. W= AR Y

do.v

Os autovalores das equagdes (5.21) e (5.22) s3o bem

_ conhecidos. .0 resultado para o setor do vacuo & o usual

(A7) = W+

a0 passo que para o setor do soliton, devido aos dois esta -

dos ligados de (5.21),

ciados a ele

X
£
=
~
\

e
—

INF

e+ B aan2
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()= e
p

enquanto que para o continuo teremos os autovalores

: % 2 :
% e 15 e T e N
(l ” = WY = \}gl_ﬂ-%q R = \KTHI:%M

Deixando os detalhes para o apéndice (1) podemos en

tao escrever finalmente

_AP x b— Xdz‘_“ﬁ \\\Tkt‘* i \‘1&:1%“1

A J (m)r

¢ gy - 7T 4 b

()

«.% E@L\I\' gUAL\ K\‘ iK?"HJ}Ll x % %(‘Ae"h\iml.ﬁ,}p \

(25)>

onde g(k ) ¢ dada por

foar= 2\ [ !

zagao vamos escrever explicitamente a parte da energia livre
da parede que nao depende de T em (5.26), a qual designare -
Mmos por fp(O). A expressao para fp(O) pode ser arranjada de

uma forma muito conveniente para o estudo da renormalizacgao.

Tal forma e

~p\i

E%HFIIZ ) }
(5.26)

KE 4 L T+ §2

Com o intuito de investigar a questao da renormali-

(5.24)

(5.25)

{(5.27)
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S-W(o) = %& ﬁl Xdﬂ;ﬂ. ]_‘E.T_\ + ]% (\K}@%! ;]‘lz L Jd—lﬁ 3“31-’-“

3\ et 2 ey, ik
2
—\iﬂs}\r" \Q\L“T“h\ \ [ ‘ T : \+ e{‘”& 2004 %
{am ) M’H}&’- Ko Fapd Py M (‘K‘%}P\(KL-\-N’%\
...\\E)&Q_ ‘d?’\\(. ‘ - Zp22 E@ ___\._ (5.28)
3 Uhggpe Y

Lo (K430 ©

- g [ Xm \om !

) r* | R (g 2 ) ety pi )

Note-se que a expressao contem divergéncias que, a
primeira vista, vao desde divergéncias cubicas (as duas pri-
meiras integrais) até divergéncias logaritmicas. No entanto

cancelamentos miraculosos acontecem entre as quatro primeiras

integrais. O resultado dessas integrais mais a Ultima de
(5.28) leva-nos a seguinte expressao para fparede(g)‘
ok 10 (pr _ (4 4 & w3
35 V2R vy | 4%z
~ Va3 g WM X@ﬁ_u__ 2
Y o) (\ﬂ.;q}yl }jfl b~ (mp UUJM!«G\QIZ (5.29)

A expressao (5.29) ainda & divergente. Veremos agora

como renormaliza-la.
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Renormalizacao da Energia Livre associada a Parede

Queremos lembrar primeiramente que a expressao para
a energia livre (5.29) nao incorpora a contribuicao, também
divergente, associado aos contratermos. Adicionando-se essa
contribuicao obteremos a seguinte expressao para a densidade

de energia livre da parede renormalizada

~ T 2 ' I .
i’ () = ‘SM C, _1\-%"{?\:] o ch_’ﬁ "\?S“lfv ] + '}:{w‘d" () (5.30)
hush 5 i
Onde f £0) e aquela dada em (5.29) e lembrando que

parede

Jasg-gi < < vy
L A

(5.31)
gy = - gvzp
3 %2
e que depois de integrarmos (3.30) e (3.29) sobre dMu as
expressoes para C, e Cq sao
2
C,= Qidaw\, 1 A B
(:%:: Q}I j@i@ t :
A ) e (i vaga P Eo)
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entao a partir de (5.31), (5.32) e (5.33) obtemos para (5.30)

T o = 2, ¥ : 5 -d%ut A
Y= mi2 3 | B IR TER D L,

(o ¥ “ik1+3ﬂb
ae %?wuhfoﬁ-

A expressao (5.34) mostra assim que os contratermos
obtidos em teoria de perturbacOes sao suficientes para a ob
tencao de um resultado finito para a energia livre por unida

de de area da parede. A partir de (5.34), (5.26) e (5.10) ob

temos

=

fpa () = (2 V2 _ (?1_ 3 ) M
3)\

: -_i_'}lr-i_i:} - %“1;,{'4-2} W
”W"“w k%k\--ef )+ b (1- e ’ \}
L) 2
_l}l\tg"-,ub
-mqu_%_m l L ik \szu_e-r :
()? KE‘M’F‘" K MY
) Sl 2 waB s
Introduzindo as variaveis S=kT t—kT 5 iy e
2
v=kT - kE +2ﬂ? e integrando (5.31) parcialmente em kL ob
temos a seguinte expressao para f CT)(Sl)

parede

(5.34)

(54+35)
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&wx. (Y = (%}i"\% - (‘l -HI’S) H‘_%
W ! o ¢
[ - p s L - i -IWV'
ae \ ds M(i#eb \"L \ o 3 ww -{H%(‘l—e ) o
W e 4w TR )
s
o W X R
: __ e i
+T | gh dm(1-€ |- |or o[ (r -4 **]M«-e ")
iy W g Y
/2 by
No limite de altas temperaturas (T >> M) o resulta-
do para fparede(T)‘que pode ser inferido a partir de (5.36),
]
bt LT\ Ao (g -[°—’- +“§W -4 T (5 .53
EYN L %t W2, '

No limite de A << 1 (limite esse para o qual a apro
ximagao semi-classica aqui feita & de confianga) a temperatu

ra critica definida em (5.13) &
-r-"e" G 2
I, = L
LW
A partir de (5.37) podemos entao concluir que acima

(5+38)

da temperatura critica (5.38) uma parede podera surgir espon
taneamente no sistema.

Nesse ponto pode-se argumentar que uma vez que uma
parede € favorecida, entdo, numa aproximacao de gas diluido
de paredes, a produg@o de um nimero catastrgfico de paredes
deveria ocorrer. No entanto, como argumentado por VenturéLs%

se levarmos em conta a interacao entre as paredes o processo

se estabiliza e, com esse processo de estabilizacao, poderia



. . NEOs = e 34.)
mos inferir uma distancia média entre as paredes(

. 0 qua-
dro que segue € que para T > TC obteriamos o sistema coalha-
do de paredes de acordo com o sugerido na figura ( 5 ). Des

sa figura, e da analise anterior segue que

{gy = L |dxix) = © (5.39)
\J

€ portanto a restauracao de simetria ocorrera como decorrén-
cia da existencia de um condensado de paredes.

Até o momento pudemos apenas concluir que, atraves
de um condensado de paredes, a simetria ¢+ -¢ deveri ser Tes
taurada. Pouco foi dito sobre a transicdo de fase. Este & um
programa que esta em pleno desenvolvimento pelos autores da
ref. ( 18 ). Naquele trabalho pudemos mostrar que de fato u
ma transicao de fase esta ocorrendo para T ~-T.. Pudemos mos
trar que o calor especifico diverge para T -TC e um calculo
do expoente critico do mesmo foi feito.

Finalmente gostariamos de acrescentar que a exten -
sao desses resultados para uma teoria de gauge abeliana foi
implementada na ref. ( 35). A extensio para outras teorias

nao abelianas de gauge esta em andamento.
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36
VI - APLICACOES A COSMOLOGIA (%)

6-1 - Fisica de Particulas Elementares e Cosmologia

0 dado observacional de que o Universo esta em ex
pansao leva-nos prontamente a imaginar uma situacao na qual
o Universo seria pequeno e extremamente quente. Nessas cir -
cunstancias podemos visualizar uma fase do Universo na qual
este era constituido de uma sopa cOsmica cujos elementos g

ram os constituintes uUltimos da materia, ou seja, as particg
las elementaregsaDessa imagem decorre a crenca generalizada
de que dados observacionais do Universo poderiam ser explica
dos a luz de processos ocorrendo ao nivel de particulas ele-
mentares.

A primeira consequencia para a cosmologia da imagem
exposta acima segue do seguinte fato: na medida em que o Uni
verso se expande, varios tipos de reagao sairiam fora das
condigoes de equilibrio deixando como consequéncia alguns re
siduos designadocs Fosseis do Universo Primordial. O conheci -
mento da abundancia desses fosseis poderiam levar a vinculos
sobre a dinamica das particulas elementares e vice-versa.

Dentre os fosseis relevantes para a fisica de particulas ele

mentares gostariamos de destacar os seguintes:
Fotons

De acordo com a imagem exposta no primeiro paragra-
fo, sendo os fotons um dos contribuintes estiveis da sopa cos
mica, € de se esperar que o Universo esteja hoje imerso num
"banho de fotons''. Dentro desse contexto nada mais natural a

" » 38
radiagao de fundo.ja observada ( )-



Neutrinos

O fato do Universo estar num banho de neutrinos ¢
apenas uma consequencia da extensao do raciocinio anterior
(feito para os fotons), para os neutrinos.

Na fase na qual estes estariam em equilibrio com os
demais constituintes da matéria os neutrinos seriam tao abun
dantes quanto esses. Sendo Ty (Ne, Nr) a densidade dos neu

trinos (eletrons, fotons) temos que para T > IOlOOK

Para uma temperatura TX 0os neutrinos desacopla
riam e se transformariam no '"background" dé neutrinos no qual

0 nosso Universo estaria imerso. A relacdao entre as tempera-

turas dos neutrinos (Tv) fotons (TY) depois que o0s neutri-
nos se desacoplam 2(37)
. V
T _ (h)5
(L

Ty

Da expressao(6.1) segue que a temperatura dos neu
trinos hoje seria aproximadamente 1,9%.

A detectagao dos neutrinos fosseis & um grande desa
fio. Propostas para a implementacao da detectagﬁo dos neutri

nos de fundo sao encontrados na ref. (40).

Abundancias Nucleares(41)

10 -
A temperatura da ordem de 10" % prétons e neutrons
livres faziam parte dos elementos da sopa cdsmica. A medida
que o Universo se resfriou e se expandiu, os protons e neu-

trons se combinavam formando os nicleos. Praticamente todos

(61



os neutrons disponiveis se combinaram com protons formando

= - < s Z 2
nucleos atraves de cadeias tais como n + p - H” + y, H +

Hz - H3 7, H3 + d - Hi + p. Nucleos mais pesados niao fo
ram produzidos em quantidades suficientes devido a inexis -
téncia de nicleos estaveis com cinco nucleons. Esta imagenm
explicaria porque a maior parte do nucleos no Universo hoje
(99%) sao H e He*. oOutros elementso leves teriam também si
do deixados no Universo, mas em abundancias relativamente
pequenas(42).

A aplicagao mais notavel de fisica de particulas e-
lementares dentro desse contexto diz respeito a abundancia

4 (41) _ R
relativa de He /H. .De acordo com o exposto acima o parametro
importante nessa questao € a abundancia relativa de protons
e neutrons a temperatura T ~ 1010k quando eles comecam a se
combinar formando outros nucleos. Para temperaturas acima
desse valor, interagoes fracas tais como
y +pa—s maet
€ 4pe> Vin

mantinham um equilibrio "quimico" entre P e n. Nessas cir-
cunstancias as abundancias relativas entre p e n podem ser
calculadas utilizando nogoes de mecanica estatistica. A

razao entre as abundancias & dada essencialmente pelo fator

estatistico de Boltzmann:

onde A = moo- mp. Para temperaturas menores do que uma cri-
. i0 ; s .
tica ( ~ |0 °K ) a densidade de energia dos neutrinos e

eletrons de torna muito pequena e o equilibrio



nao podera mais ser mantido e essa relagao N/P estara con-
gelada. A partir da taxa de decaimento ll(n >~ p) e Az(p -+ 1n)
obtidas da teoria das interacles fracas e a partir das taxas
de transig@o envolvendo nucleos em equilibrio térmico obten

se uma abundancia de He relativa i de H dada por Vie = W /2045

valor esse que parece estar em bom acordo com os dados ob
servacionais(30-41) -
(43)

Excesso de Barions

Existem duas atitudes que se pode adotar face a es
se problema: Ou se imagina o Universo assimétrico desde o}
inicio ou o Universo se inicou num estigio simétrico com respeito a
barions e antibarions e num estiagio subsequente, devido a al
gum mecanismo dinamico, o excesso de barios se estabeleceu.

A ultima atitude & aquela adotada pelos fisicos de particu -
las elementares.

Dentro do contexto da fisica de particulas os ingre
dientes dinamicos basicos para o estabelecimento do excesso
seriam interagoes que violariam CP e conservagao de nimero ba
rionico. Adiciona-se a esses ingredientes um elemento que co
loque o sistema fora do equilibrio e teremos a posgiﬁiiidadé
de estabelecermos um excesso(44).

Teorias Grand Unificadas exibem processos que vio
lam conservagao de numero baridnico. Violacdo de CP pode tam
bém ser incorporada ao modelo. O elemento'fora de equilibrid'
fica por conta da expansao do Universo.

O ferramental utilizado para uma analise quantitati
va da questao do excesso de barions sdo as equagoes de trans

porte de Boltzmann onde escrevemos equagoes acopladas para

as funcoes de distribuicdo envolvendo as diversas espécies



de particulas. Além dos termos usuais comparece também um
termo associado a expansao. A partir das expressoes para as
amplitudes de colisoes obtidas da Teoria Grand Unificada ob
tem-se, de fato, valores proximos daqueles observados experi

mentalmente(44).

6.2 - Transicoes de Fase Cosmologicas

Tendo em vista que um sistema, como visto nos capi-
tulos anteriores a esse, cuja simetria & guebrada expontanea
mente a T=0 tera essa simetria restaurada a altas temperatu-
ras o sistema devera exibir uma transicao de fase quando o}
mesmo evolui de uma situacao de altas temperaturas atée bai
Xas temperaturas. Se o sistema for o proprio Universo falare
mos de uma transicao de fase do cosmos ou seja uma transicao
de fase cosmologica.

Dentro do esquema até hoje aceito, baseado no com
portamento do potencial efetivo, o sistema devera evoluir pra
ra a nova fase atraves de um processo de formacao de bolhas
de fase a temperaturas baixas. Essas regioes se tornam mais
numerosas e de maior tamanho a medida em que a temperatura
for baixando.

Sendo I'(t) a taxa de decaimento do vacuo falso por
unidade de volume, ent3o a densidade de bolhas (levando em
conta a expansao do Universo) seria dada por SE

N 3
nity = P\ﬁmi o, Ry T pum
"]

€ a fracao do espaco na nova fase &

e 5 E
= b-47 {Td r'.‘[ gty L
b= p "fio Rt Ty L 2 R&a\

(6.2)

(6 L3}



A uma temperatura T* wuma fracao apreciavel do Uni
verso ja estara na nova fase e essa seria a temperatura na
qual a transicao de fase teria se encerrado. Se

Te 4y

T:k
diz-se que houve uma supercooling porquanto o sistema experi
mentou um grande resfriamento para enfim atingir a outra fa
se.

Dentro do esquema alternativo proposto nas referén-
ciasz (31) e (34)pard T 5 Tc 0 sistema deve estar coalhado de
paredes de acordo com a figura ( 5 ) e consequentemente o
sistema exibe uma estrutura de dominios nos quais residem um

dos vacuos (no nosso caso * a). Nessas cisrcunstancias espe-

ramos restauracao da simetria, pois

(§3=0

Vejamos agora quais sao as consequéncias, do ponto
de vista da cosmologia, dessas transicoes de fase apresentan
do uma analise suscinta de como cada uma das imagens da tran-

sigao de fase propostas levariam, nesses contexto, a resulta

dos diferentes.

(45)

6.3 - Formagao de defeitos

Durante a transicao de fase existe a formacdo de de
feitos. Para Teorias Grand Unificadas os tipos possiveis de
defeitos sao previstos com base em argumentos de topologia.
Pode-se prever para Teorias Grand Unificadas a formagao das

seguintes estruturas durante a transicao de fase:

Paredes - Dentro da visao do potencial efetivo uma

(6.4)



parede seria a intersecgao de dois dominios mos quais resi
dem vacuos diferentes {vacuos com diferentes orientagdes  do
campo de Higgs). Mais geralmente, poderiamos (como foi discu
tido anteriormente} dizer que as paredes sao regides do espa
¢o (caracterizado por uma certa densidade de energia por uni
dade de superficie) delimitando regides com viacuos diferen-
tes.

A formacao de paredes abaixo da temperatura critica
representa um problema (e esse € o ponto de vista do poten -
cial efetivo). Isto porque sendo elas formadas a temperatu -
ras baixas e nao existindo um mecanismo para elimina-las de
veriamos té-las em profusdo no Universo hoje. Nio  existenm
evidencias para a existéncia de tais estruturas no nossc Uni
verso. Para paredes planas do tipo discutido anteriormente
a existencia das mesmas estd praticamente fora de cogitacao
tendo em vista que para uma Teoria Grand Unificada uma pare-
de do tamanho do horizonte teria uma massa 1050 vezes a mas-
sa do Universg4fésse aparente paradoxo tem sido usado inclu-
sive para descartar algumas Teorias Grand Unificadas.

A visao alternativa discutida anteriormente resolve
esse aparente paradoxo. As paredes (planas) so surgem no sis
tema a altas temperaturas. O Universo hoje (para T=0) nao de
ve exibir tais estruturas, sendo portanto comnsistente com os

dados observacionais.

Strings - Os strings sao configuragoes de campos
topologicamente nao triviais tais que a densidade de energia
se torna zero fora de uma regido constituida por um cilindro

(corda) infinito(dg).



Tais estruturas devem ser formadas também durante uma
- . (46) . {tuld

transicao de fase de teoria de campos . Seriam constituidos
pela jungao de tres dominios e se formariam somente para tempera-
turas abaixo da temperatura critica. Novamente se coloca a
questdo da compatibilidade com os dados observaveis pois nao
existem evidencias para a existéncia que tais estruturas o
Universo hoje. Dessa forma isso representa um problema para o

esquema padrao.

Novamente a visao alternativa resolveria mais este
problema. Uma extensao das consideragdes anteriores para o ca
so de Strings nos levaria a concluir que essas so surgem es

pontaneamente no sistema a altas temperaturas.

_ (49) .
Monopolos Magneticos - Existem solugdes de Teoria de

Gauge Nao Abelianas (cuja simetria & quebrada espontaneamente)
que podem ser interpretadas como descrevendo monopolos magnée -
ticos. Dentro desse contexto os monopolos seriam -objetos es-
tensos pois essas solugoes descrevem objetos localizados nu-
ma certa regiao finita do espaco. A massa dos monopolos , obti -
da integrando sobre todo o €s5pag¢o o tensor de energia e momen-
to associado as solugles cldssicas, & finita e & dada, a gros-
so modo, pelo produto de uma constante de acoplamento pelo va-
lor esperado do campo de Higgs no vécégg{Com base nessa fato
pode-se prever que a massa dos monopolos magnéticos de Teorias
Grand Unificadas seja da ordem de IOISGeV sendo portanto muito
pesados.

Espera-se que durante uma transicao de fase esses ob-

jetos também sejam produzidos. De acordo com Kibblg ,0S monopo

los se formariam nas junc¢oes de quatro dominios. Isto



permitiria entao determinar a sua abundancia quando da oca-
éiéo de transicao de fase. A grosso modo sua densidade seria
dada essencialmente pela densidade de bolhas.dada em (62 s

As primeiras estimativas no esquema do potencial e-
feitivo levaram a numeros absurdos do ponto de vista de cos-
mologia(so). As primeiras estimativas levaram a densidades
de monopolos que excederiam em 1020 vezes a densidade de ma
téria do Universo.

Dentro da filosofia do potencial efetivo esse pro -
blema no entanto seria contornado, de acordo com propostas
recentes, se o Universo experimentar um violento super res-
friamento: Para resolvermos o problema da densidade de mono

polo deve-se ter(SI)

M -2 3
1o~ 10
T
(&
Dentro do esquema alternativo aqui apresentado, es-
se problema, de densidades de monopolos, ainda n3o foi abor-
dado.

Constante Cosmongica(Sz)

A constante cosmologica seria, dentro do contexto
da teoria de campos(SB), a densidade de energia do estado
fundamental, ou seja do vacuo (essa interpretacao foi dada ,
pela primeira vez, por Zeldovich)(ss). O valor dessa densidade
de energia nao € conhecida experimentalmente. Sabe-se apenas

que hoje ele € muito pequena. Podemos no entanto determinar



um limite superior para a mesma equiparando-a a densidade de

energia de sistemas ligados gravitacionalmente (sistemas es
ses com densidades pequenas). Os sistemas com menores densida
des de energia sdao os aglomarados de galaxias cuja densidade
= -29 5 i

e da ordem de 10 g/cm”. Temos entao

A<9"“*“M,

~ 24

|0 9 Jom

Surpreendentemente a questdao da constante cosmold-
gica guarda uma relacao com o problema da transigao de fase.
Isso porque os estados fundamentais das duas fases podem ser
radicalmente diferentes. Dentro do contexto da visdo da tran
sicao de fase via potencial efetivo isso & precisamente 0

que ocorre. A partir da figura ( 2 ) pode-se notar que o va

cuo ¢=0 e ¢=a exibem densidades de energia diferentes. De acor

do com Linde(54 )

f\si,m (T=w) = \rl\g:o)

Nowis (T=0) = Y igea)
Os calculos explicitos, mostram que para o modelo
de Weinberg-Salam tomando para Aopim © valor dado em (6:5)

obtem—se(54)

/\_‘?_&__m ~ ‘O‘l‘:o

A\ ooy

Novamente se coloca um problema aqui. Porque a cons
tante cosmologica seria tao pequena hoje?

Dentro do contexto da restauracido de simetria via
producao de defeitos podemos praticamente resolver esse pro
blema. Nesse contexto a densidade de energia do vacuo na ou

tra fase em excesso aquela da fase de temperatura zero € da

(6.5)

(6.6)

(6 .7)



da apenas pela densidade de energia das paredes. Essa por
outro lado tendera a zero naturalmente pelos argumentos de

termodinamica ja apresentados(34).

Formagao de Galaxias

Apesar da homogeneidade em larga escala do Universo,
este exibe na realidade uma estrutura granular. Isso decorre
da existencia de grandes aglomerados de matéria (~1068pnnnnﬂ
formando galaxias ( Mgy ~ \OFSM@ ). A questao interessante
nesse contexto seria como um Universo homogeneo poderia dar
lugar a formagao de tais estruturas. Deveriamos ter assim em
alguma fase do Universo flutuacoes de densidade suficiente -
mente fortes para agir como germens em torno dos quais a
matéria se aglutinaria. De acordo com ZeldovicﬁESJ 0 contras

te de densidade exigida quando uma perturbagcao entra no hori

zonte &

i

. 4
(El(g}i: 10

Amplitudes muito menores do que (6.8 ) nao sdo efe-
tivas na producao de galaxias, enquanto que se forem mui to
maiores do que(6.8) estarao em conflito com a isotropia observada
da radiacao de fundo.

Como vimos anteriormente, durante uma transicao de
fase temos a formagdo de estruturas que, basicamente, se cons
tituem em regides nas quais a densidade de matéria &  muito
grande. Isso € exatamente o que se requer para a formagao de
galaxias pois o processo de formacao de aglomerados de meté-

ria exige a presenga de inomogeneidades.

(6.8)



Dentro do contexto de transicao de fase essas inomg
geneidades,como ja vimos, surgem naturalmente. As propostas
até aqui se basearam em inomogeneidades devido a Strings(56).
A hipotese de que paredes seriam responsiveis pela formacio
de aglomerados de matéria também ja foi levantada °7) . No en
tanto resultados convincentes ainda nao haviam sido produ -
zidos. Dentro desse contexto gostariamos de destacar que TS
centes estimativas nossas levam a nimeros extremamente pro-

missores(sg).



VII - CONCLUSOES

Ao longo desse trabalho apresentamos dois esquemas
que tém a pretensao de descrever a restauracao de simetria
em teoria de campo a temperatura finita, bem como descrever
a transigao de fase que o sistema deve exibir quando essa
restauracgao ocorre.

O primeiro esquema, inspirado no comportamento do
potencial efetivo a temperatura finita, & baseado numa série
de artigos nos quais € sugerido um quadro para o que estaria
acontecendo durante a transicado de fase. Nessa imagem, a
transigao de fase obedeceria a seguinte sequencia de even

tos.

- e (154.59)
Vacuo Metaestavel

Formacdo de bolhas da outra fase(>1:59)
(46)

Formacao de defeitos

O quadro apresentado acima levou a pelo menos uma
ideia revolucionaria dentro do contexto das Teorias Modernas
_ . : THC I
da Cosmologia: O Universo inflacionario
Nao obstante alguns sucessos desse esquema, ele exi
be alguns problemas, do ponto de cosmologia tais como: cons-

tante cosmol6gica(£’53) (3647) e

(45,51J.

, Formacao de defeitos super
cooling

Nesse trabalho e naquele da referéncia(la) procura-
mos  mostrar que o potencial efetivo nio tem sentido para
valores de ? proximos da origem. Note-se que essa regiao
€ extremamente relevante nas consideragoes sobre decaimento

do Falso Vacuo. Os nossos resultados parecem ser corrobo

rados por trabalhos bastante recentes na literatura( o ).
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Assim, além de problemas no Front Cosmolégico o método do
potencial efetivo parece estar com problemas também de con
sisténcia interna. A temperatura acima da qual a sua descri
¢ao nao € valida ¢ da mesma ordem da temperatura na qual se
espera a quebra da simetria. Essa observacao leva a  invali
dar muito do que se fez até aqui sobre transigdes de fase
cosmologicas.

O potencial efetivo por outro lado, dentro do dominio
de temperaturas no qual &le faz sentido, indica claramente
que a restauracao de simetria de fato ira ocorrer para al
tas temperaturas. A limitagao da descricao do potencial efe-
tivo € interpretada por nds como indicativo da limitacao
de uma descrigao de restauracdo de simetria analisando ape-
nas configuragoes independentes de posicZo. Nesse sentido o potencial
efetivo aponta para a necessidade de se levar em conta configu-
ragoes de campo dependentes das variaveis © o X |

Como vimos no capitulo II, as configuragoes de cam
po estaticas sdo aquelas relevantes no limite de altas tempe
raturas. No limite classico as configuracdes importantes sio
aquelas obedecendo as equagdes de Euler-Lagrange (solucgdes
classicas). Teorias de Gauge nao Abelianas exibem soclucoes
classicas de tais equagoes possuindo propriedades fisicamen-
te bastante interessantes. Tais solucgdes sdo do tipo paredes,
strings e monopolos. A existéncia de tais solugoes envolve
apenas argumentos de topologia.

Em analogia com a imagem de Kosterlitz-Thouless da
(33 )

transicao de fase . fol proposto aqui e nas referéncias

(18, 31, 35) wum esquema alternativo para o estudo da restau
racao de simetria. Propomos que a restauracgao de simetria tem

lugar como consequéncia do surgimento de defeitos que desor-
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denam o sistema (tendo em vista o trabalho de Fr8hlich, Morchio
e Strocchil %) tal proposta nao € de todo tao arrojada).

Nesse trabalho calculamos, levando em conta efeitos
de renormalizacao, a temperatura na gual uma parede podera
surgir no sistema para o modelo fﬁ?é . Como visto no capi
tulo V tal temperatura coincide com aquela na qual a descri-
cao do potencial efetivo deixa de ser confiavel. Isso aponta
Claramente na diregao de tornar os dois métodos semiclassi -
Cos complementares.

As referencias (34), (58), e (63) mostranm por  ou
tro lado que, além de ndo serem inconsistentes com cosmologia,
este esquema parece ser bem vindo para a mesma.

A extensao desses resultados para Teorias de Gauge

(Abelianas e ndo Abelianas) estid em andamento.
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APENDICE

Nésse apendice apresentamos o detalhamento matemi

tico que permite escrever a forma final para As, conforme co

locado na expressao (5.26) do capitulo V. De acordo com as

expressoes (5.16)-(5.25) nao € dificil verificar que

(i | & P

~Bi 'h\li—.‘:‘:ﬂ "
*ﬁ» I[PKT{“MZT“W*TQL¥ZQMU' P W)l;%b_e “‘%)i

dLM- <. L +utal Lo
E e ) )ia] AU L\\\hT }ﬁwm’x (A.1)
g
_ _ bl — 1 5 P
vl | © M\ _ eh\r‘“}%ﬂ il )-‘ Ml--QF P }‘)
omie \ & -
na qual os termos da primeira linha resultam da contribuicgao
dos dois estados ligados do setor do soliton e os demais sao
contribuigoes do continuo nos setores do vacuo e do sgliton
Denominando por S1 e S2 as somas
e, L N KEidatiaud o i B L B
SIS Pl e g Py ) Ve g (A.2)
” q P
” “BARE A | _p T+ P g
SL:\L J@w(heﬁ SRR )'\L by (4--0,P e ) (A.3)
9 P



podemos reescreve-las de forma conveniente a partir da rela
- 5 " - Y
¢ao entre os momenta longitudinais do setor do vacuo KL':IQ
= - - "S__ . - - -
e do setor do soliton HL“M.:)%A » que e obtida a partir-
2

de

Pl ‘}YTO'] L & 5(9\‘) = Aniy
2

onde biQ) representa os phase-shifts obtidos no setor do

soliton; %m” e tal que(sz)

ci§(ﬂ‘ = =0 .Qﬁig;_
o

(i (44

Assim,se escrevermos

Cipy= Umdepteaps

Cl)= \Tw} +}§‘q'”.mm

podemos obter facilmente, utilizando (A.4)

Chy= bt + (k9 + Sty )
C

e &

= W rapt4 W'+ 3u Sigr + 06
b 2L

Como queremos o limite do continuo no qual L + o, tomamos

apenas o termo dominante em L; neste caso podemos escrever

G(F\ & Gic}) + 2 Sio]] Ql__ﬁ(ql

2 pl dﬂl

(A.4)

(A.5)

(A.6)
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Utilizando a expressao (A.6) a soma SltA.Z) pode ser

reescrita na forma

que, no limite do continuo, no qual

V2 )

S Y )
L~ ke
9

resulta ser
:_,i_ an] th}ddi(]r)]i

Integrando por partes e fazendo a troca qmovz W obtemos
I

finalmente

Bl '-‘ﬂd;:g\ e it

N

na qual escrevemos

Qund = 2 Vg ('ﬂéﬂ;ﬁ + Méwl

(A.7)

(A.8)
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Para obter a soma S2 procedemos de maneira analoga

ao calculo de Sl; com isso podemos escrever

- BE . ' 7 Sl i “F&q\
n (1- PP ) %UdeM\HLALH%MdﬁM e w

ou melhor

\ _ —-fl&(F', 2t (s e-iaeem +\£¢- Mmd‘%‘ime"‘b&[tp
Lﬂ “ ¢ ) i ( ) - dﬁ K \

0 que permite escrever S, como

2

=

2 =

= - Peig)
- ¥ sigd bo (1-e )
peg Oy
No limite do continuo e, em completa analogia com o caso an

terior, podemos escrever finalmente

o= - J% gery o (1_- g Pineaape )
ok

ja que neste caso a contribuicao de superficie, na integracdo
por partes € nula.
Com os valores de S1 e S2 dados em (A.7) e (A.11) e

a partir de (A.1), (A.2) e (A.3) obtemos a expressao (5.26).

(A.9)

(A.10)

Awl1)



NOTAS DE RODAPE

(i) Utilizamos o sistema de unidades no qual ﬁ:(l:Kg:i.

(ii) Ao longo do trabalho usamos indistintamente & e Xq
Nosso proposito inicialmente foi o de utilizamos &| SO0 pa

ra a teoria a temperatura zero.

(iii) Essa identidade foi deduzida por Dolan e Jackiw na
ref. 13. Ocorre que a soma €, rigorosamente, infinita. Na
ref. 14 C.Bernard mostra essencialmente que a parte diver
gente € absorvida pelo fator de normalizacao. Nas demais

expressoes deveriamos utilizar a identidade correta

\7 »QmH r A - \iﬂi’nsfgg_!@n(l_éwﬁm} B —5 BY\('\ ~€~F})
e | ¢ P b

Donde vemos que para a diferenga, usada no texto, podemos

utilizar essa identidade.

(iv) R(t) que aqui aparece € o fator de escala da métrica

de Robertson-Walker. Vide ref (60).
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FIGURAS

Fig.l - Comportamento do potencial efetivo em funcao da tem
peratura.
(a) Comportamento a T = 0
(b) Comportamento para T < TC
(c) Comportamento para T = TC

(d) Extrapolagao para T = o

Fig.2 - Comportamento do potencial efetivo de uma teoria de
Gauge.
(a) T = =

(b} TC<T<T =

(¢) T = TC
(d) T < T
(e) T =0

Fig.3 - Comportamento do parametro de ordem com a temperatu

ra mostrando também a curva de "histerese'.

Fig.4 - Comportamento do potencial associado ao modélo dado
pela equacao (4.3)
(a) T > TC

(®) T < T,

Fig. 5 - Imagem do sistema coalhado de paredes.
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