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Prefacio

En un trabajo reciente [1], el desarrollo de la transicion de fase electrodébil (TFED)
en la fase simétrica, dentro del modelo estdndar minimo (MEM) en la presencia de
un campo hipermagnético externo débil, incluyendo la contribucion de los diagramas
de anillo ha sido estudiado. El principal resultado de este trabajo es que la presencia
del campo fortalece la naturaleza de primer orden de la transicion de fase. El anterior
resultado estd de acuerdo con los cdlculos realizados a nivel clasico [2] y a un lazo [3],
asi como las simulaciones en red [4]. Por otra parte, enfoques no perturbativos donde el
potencial efectivo a temperatura finita, dentro del MEM, es estudiado para el caso de
campo magnético fuerte [5], llegan a la conclusién de que estos campos impiden que la
transicion de fase sea de primer orden. Estos resultados son atribuidos a la contribucion
de la masa de los fermiones ligeros, los cuales son generalmente despreciados en otros
célculos. Ademds, ellos [5] también desprecian el corte al infrarrojo proporcionado por
las masas térmicas, lo que arroja dudas en sus conclusiones.

En este trabajo se generaliza el analisis de la evolucion de la TFED en la presencia
de un campo magnético constante, trabajando con los grados de libertad de la fase
con la simetria rota, en la cual la teorfa se ha reducido de SU(2)r x U(1)y a U(1)em.
Trabajamos con una valor arbitrario (covariante) del parametro de norma, en el limite
de campo débil incluyendo la contribucion de diagramas de anillo, que han demostrado
ser cruciales para la descripcién de las propiedades de longitud de onda larga de la
teorfa [6]. Exploramos la posibilidad de integrar este cdlculo en el escenario de la
Bariogénesis electrodébil, y estudiar la condiciones para que la transicion de fase sea
mas fuertemente de primera orden. Ademas, estudiamos la dependencia del pardametro
de norma de los parametros de la transicién de fase.

La tesis esta estructurada en capitulos que han sido basados en el articulo de inves-
tigacién publicado en el Physical Review D 82 (2010) 123007.

Concretamente, esta organizada como sigue:

e En el Capitulo I presentamos una introduccién general al problema de la Bariogéne-
sis.

e En el Capitulo II desarrollamos el Modelo Estdndar Minimo con los grados de
libertad en la fase con simetria rota.



e En el Capitulo IIT establecemos el formalismo necesario para incluir el efecto de
campos magnéticos débiles en el calculo de los propagadores de las particulas cargadas.

e En el Capitulo IV, estudiamos la teoria de campos a temperatura finita en el forma-
lismo de tiempo imaginario (FTT).

e Fn el Capitulo V, trabajando con los grados de libertad de la fase rota para calcular
las auto-energias de las particulas que intervienen en el calculo.

e En el Capitulo VI estudiamos el potencial efectivo (PE) como una funcién del valor
de expectacion en el vacio (vev), del campo de Higgs y mostramos que el orden de la
transicién de fase electrodébil es méas fuerte de primer orden en presencia de campo
magnético. También estudiamos la dependencia de la transicion de fase del parametro
de norma.

e Ein el Capitulo VII se exponen las conclusiones y se discuten los resultados obtenidos
en esta tesis.

Finalmente, mostramos en los apéndices los resultados obtenidos en los calculos de
cada una de las contribuciones a la auto-energias en un norma arbitraria.
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Resumen

En el presente trabajo estudiamos el fenémeno de restauracion de la simetria en el
modelo estandar durante la transicién de fase electrodébil en presencia de un cam-
po magnético débil. Calculamos el potencial efectivo a temperatura finita hasta la
contribucion de diagramas de anillo, usando los grados de libertad de la fase rota, y
hacemos un seguimiento de la dependencia del parametro de norma a los resultados. Se
demuestra que bajo estas condiciones la transicion de fase se vuelve mas fuertemente
de primer orden.



Abstract

We study the symmetry restoration at finite temperature in the standard model du-
ring the electroweak phase transition in the presence of a weak magnetic field. We com-
pute the finite temperature effective potential up to the contribution of ring diagrams,
using the broken phase degrees of freedom, and keep track of the gauge parameter
dependence of the results. We show that under these conditions, the phase transition
becomes strongly first order.



Capitulo 1

EL PROBLEMA DE LA
BARIOGENESIS EN EL
MODELO ESTANDAR

A partir de la verificacién experimental de la existencia del positrén, por Anderson en
1932, se ha comprobado experimentalmente que toda particula tiene una anti-particula
asociada. Dada esta simetria, el teorema CPT garantiza que una particula y su anti-
particula tienen exactamente la misma masa y vida media pero carga exactamente
opuesta. Asi, si desde el inicio del universo este hubiera contenido la misma cantidad
de materia que de anti-materia, todo se habria aniquilado y el universo seria un gas
de fotones. Nada de lo que existe, existiria. Pero como el universo no esta compuesto
exclusivamente de radiacion, debemos encontrar una explicacion, mas alld de tan solo
invocar un principio antrépico®.

El estudio de las propiedades de alta temperatura y densidad del plasma primordial
del universo juega un papel importante en los intentos de explicar varios problemas
pendientes en la cosmologia. Uno de tales problemas, tratado en este capitulo, es el
origen de la asimetria materia-antimateria, observada hoy en el universo.

1.1. Asimetria Materia-Antimateria

Uno de los principios basicos de la fisica de particulas elementales es la simetria entre
particulas y antiparticulas. Formalmente este principio se refleja en el teorema C'PT),
el cual establece que para cualquier particula X también existe su antiparticula X con
las misma masa y ancho de decaimiento, pero con carga opuesta.

La correspondencia entre particula y antiparticula que ha sido firmemente probada
en aceleradores, es sorprendentemente violada en nuestro universo. Las observaciones
indican un universo compuesto en su totalidad de materia, y sin ningin indicio de

LEl mundo es necesariamente como es porque hay seres humanos que se prequntan por qué es asi.
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antimateria primordial.

La ausencia de aniquilaciones protones-antiprotones, a nivel subatomico dan una
fuerte evidencia de que a escala humana la presencia de antimateria en nuestras expe-
riencia diaria es nula. Por lo tanto, la Tierra esta hecha de materia y la antimateria es
muy rara sobre ella. Solamente esta ultima es producida en pequenas cantidades, en
los acumuladores de antiparticulas del Fermilab y el CERN.

De la primera visita del hombre a la luna y del hecho que no se aniquilara cuando
alunizo indudablemente prueba que la luna esté hecha de materia. Del envio de sondas
espaciales a otros planetas, satélites y asteroides, de nuestro Sistema Solar se puede
concluir que este esta constituido de materia.

A escala galactica, los rayos césmicos dan informacion del material primordial del que
estd hecha nuestra galaxia y también algunas mas cercanas. En estos rayos vemos cerca
de 10* veces més protones que antiprotones. Esta proporcién es consistente con la pro-
duccion secundaria de antiprotones, mediante el proceso p+p — 3p+p que tiene lugar
en las capas superiores de la atmésfera. De lo anterior se desprende que nuestra galaxia
esta predominantemente hecha de materia. De otra parte, si coexistieran dominios de
galaxias de materia y antimateria en el universo, un fuerte fondo de radiacién ~ en la
frontera entre estas, proveniente de las aniquilaciones nucleén-antinucleén, seria medi-
do en la Tierra. Dado que no observamos esta radiacion se puede concluir que estos
dominios de antimateria son despreciables a escalas de hasta 100 Mpc.

También existe la posibilidad que pequenas regiones de antimateria pudieran coexistir
a grandes escalas, por lo tanto las aniquilaciones materia-antimateria, producirian un
difuso fondo de rayos v y una distorsion sobre el fondo césmico de radiacién (CMB).
Como ninguna de estas dos senales se observa, se concluye definitivamente que no hay
ningun indicio de antimateria primordial hasta la esfera de Hubble.

Bajo la suposicion que el universo es homogéneo e isotrépico, las anteriores observa-
ciones de la abundancia relativa de materia y antimateria pueden cuantificarse, dentro
del modelo cosmolégico estandar, en términos del parametro g, definido como

M — My
B = ) (11>
s
en donde 7, y 1, son, respectivamente, la densidad de bariones y antibariones. Ademas,
s es la densidad de entropia del universo dada por

2
s = lg*T4, (1.2)

45
y relacionada con la densidad de fotones por s ~ 1.80g.7,, donde g, = 106.75 es el
numero efectivo de grados de libertad para particulas relativistas en equilibrio térmico.

De datos cosmologicos dos mediciones independientes de np pueden ser extraidas:
La primera viene de la nucleosintesis primordial [7], que fue el primer método que
permitio determinar la densidad de bariones, y que describe los procesos que tienen
lugar en el universo cuando la temperatura se ha reducido alrededor de 1 MeV'. Cerca
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de esta temperatura es cuando se forman los nicleos mas ligeros de la tabla periddica,
que bésicamente son (H,*He,*He, D, B,"Li). La tasa de interaccién de las reacciones
entre las particulas presentes en el universo en esa era (v,v,7,eT,p,n) depende de
parametro np. El rango de consistencia con las abundancias primordiales de D y de
SHe es

48 x 107" <np <98 x 1071 (1.3)

La segunda medicion se obtiene de la observacién directa de las anisotropias del fondo
coésmico de radiacion, combinadas con los datos del estudio a gran escala de estructuras.
Del andlisis de datos de la colaboracién Wilkison Microwave Anisotropy (WMAP) [§]
se desprende que la combinacién Qgh? = 0.0194:0.0024 (95 %C.L.), con Qp la densidad
de bariones y h representa la constante de Hubble normalizada al dia de hoy, se traduce
en un valor de

np = 8.7 x 1071, (1.4)

de acuerdo con lo estimado por nucleosintesis en la Ec. (1.3).

Uno puede asumir que la actual asimetria fue una condicién inicial. Pero la experien-
cia en aceleradores, donde particulas y antiparticulas tienen el mismo comportamiento,
indican que esta idea es poco natural. Sin embargo, no serfa valida si el universo pa-
so por un periodo inflacionario ya que al final del mismo cualquier condicién inicial
fue erradicada. Partiendo de una situacion simétrica, el desequilibrio deberia ser en-
tonces generado en algin momento de la expansion del universo. Se puede estimar
aproximadamente la razéon de densidades del analisis de las abundancias en equilibrio
de nucleones y antinucleones. Una temperatura por debajo de la masa del nucledn,
T <my ~1 GeV, daria lugar a

WM (@)%w (1.5)
Ty T

Por ejemplo, durante el tiempo del enfriamiento, T' ~ 20 MeV, cuando la tasa de
aniquilacion de nucleones y antinucleones es menor que la tasa de expansiéon del uni-
verso, la razén de densidades tiene un valor de

M _ T qp-18, (1.6)
My Ty

el cual es 7 ordenes de magnitud menor que el valor requerido por nucleosintesis,
Ec. (1.3). En consecuencia, algin mecanismo desconocido debié haber actuado en
épocas anteriores para producir el valor experimental de ng. En efecto, el actual niimero
bariénico coincide con el de T' ~ 40 MeV'. A esta temperatura, podria ser que algunos
procesos desconocidos separaron los nucleones de los antinucleones en diferentes re-
giones del espacio [9]. Sin embargo, tal escenario falla para explicar nuestro universo
ya que regiones causalmente conectadas eran demasiados pequenas.
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La posibilidad mé&s razonable es entonces que la asimetria barionica se derive de
algunos mecanismos basados en las leyes de la fisica de particulas elementales que
ocurrieron en el universo temprano. En este contexto, la generacion del valor observado
de np es referido como la Asimetria Barionica del Universo (ABU) o el problema de
la Bariogénesis. A continuacién listamos las condiciones minimas que debe cumplir
cualquier teoria de particulas con el fin de generar la ABU.

1.2. Condiciones para la Bariogénesis

A finales de los anos sesenta Sakharov [10] y otros sugieren que la asimetria observada
hoy, podria haberse generado dindmicamente a partir de condiciones simétricas. Los
tres ingredientes que son necesarios para desarrollar una asimetria bariénica, conocidos
ahora como condiciones de Sakharov son:

1. Existencia de procesos que violen nimero barionico (B): Esta condién es obvia,
si partimos de un universo con ng = 0, la violacién de nimero bariénico debe
llevarse a cabo con el fin de convertirse en un universo con ng # 0. Experimental-
mente no existe evidencia de la violacién del niimero bariénico, la tinica evidencia
en favor de este hecho, es el propio universo. De lo contrario este consistiria solo
de radiacién. Desde el punto de vista tedrico, esta violacion existe en teorias tales
como las de gran unificacién y el Modelo Estandar (ME). Més adelante veremos
cémo se lleva a cabo esta violacion dentro del ME.

2. Ezistencia de procesos que violen las simetrias discretas C' (conjugacion de carga)
y CP (la composicion de C' y Paridad): Consideremos por ejemplo, un sistema
simple con una densidad de bariones con espin arriba 7, T y con espin abajo
M |, con sus correspondientes antibariones 75 | v 75 T. La asimetria bariénica es
entonces dada por

AB=mT4+m | —(m5 1 +m5 1) (1.7)

Si C' se conserva, AB = 0 ya que

m T=m T, (1.8)
m l=m | . (1.9)

Si C'P es conservada, también AB = 0 ya que

m 1= 1, (1.10)
=11 (1.11)

3. Que los anteriores procesos ocurrieron fuera del equilibrio termodindamico en algin
momento de la historia del universo: Un buen ejemplo de equilibrio térmico es
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el agua hirviendo dentro de una olla a presién cerrada. Las moléculas de agua
pasan de la fase liquida a la gaseosa sin cesar. Hay equilibrio porque, una vez
se ha alcanzado una temperatura constante, el ritmo a que las moléculas hacen
esta transicion es exactamente igual al ritmo del proceso inverso, de manera que
la cantidad total de liquido y vapor permanece constante. Si se levanta la tapa,
este equilibrio térmico se rompe. El vapor escapa y el ritmo de transformacion
de liquido a gas se vuelve mayor que el ritmo inverso. Si se sigue suministrando
calor, se evaporara todo el liquido.

Hay una situacién en el universo primitivo andloga a levantar la tapa de la o-
lla. En el equilibrio, los bariones se estan desintegrando, pero acontece también
el proceso inverso, en el cual los quarks se unen para formar bariones; ambos
procesos suceden al mismo ritmo. Las desintegraciones no pueden producir una
asimetria bariénica, ya que las desintegraciones inversas la van deshaciendo. Sin
embargo, a medida que el universo se expande, la temperatura decrece, como
si se destapara la olla a presion. A determinada temperatura un par de quarks
ya no tendra la suficiente energia como para producir una particula pesada. Se
generara asi una asimetria barionica.

En las etapas tempranas de la evolucion cosmolégica, la densidad de materia y
radiacién eran tan grandes, que en buena aproximacién se asume que la tasa
tipica de interaccién entre las particulas, ', ~ ¢T (aqui o es la seccién eficaz),
era mucho mayor que la tasa de expansion del universo o constante de Hubble,
H = R/R = 1.66gi/2T2/mpl, en la época dominada por la radiacién mp; ~
101 GeV es la masa de Planck. En este perfodo se dice que el universo estuvo
en equilibrio termodinamico. Las observaciones actuales del espectro térmico en
la radiacién cosmica de fondo, dan cuenta de esta afirmacion.

En teoria cuantica de campos, en equilibrio, el nimero de ocupacion de cualquier
particula X depende solamente de la energia de la particula

1

") E T E T

(1.12)

donde p es el potencial quimico. Por otra parte, del teorema C'PT’, las masas de
las particulas son iguales a las de su correspondiente antiparticulas, y si la carga
bariénica no se conserva, el correspondiente p es nulo, teniéndose que

Neo(X) = /%neq()() = Nyo(X). (1.13)

Por lo tanto el equilibrio termodinamico prohibe cualquier asimetria materia-
antimateria.

A continuacién damos una visién mas detallada de cada una de las condiciones de
Sakhrov, dentro de uno de los modelos mas ampliamente usados para la generacion de
la ABU, este es el modelo estandar electrodébil.



CAPiTULO 1. EL PROBLEMA DE LA BARIOGENESIS EN EL MODELO
ESTANDAR 6

a7

WA

V-4

Figura 1.1: Anomalia triangular para la corriente de nimero bariénico en la teoria
electrodébil.

1.2.1. Violacion del Nuimero Barionico

En el modelo estandar electrodébil, las corrientes bariénica y lepténica Jy y J} se
conservan a nivel clésico, i.e. 9,,J, g,’ ; = 0. Sin embargo, debido a correcciones cudnticas
a la teoria, cualquier corriente axial que se acople con un fermion, es anémala. Esta
anomalia [11] puede ser calculada con el diagrama de Feynman de la Fig. 1.1.

Temperatura Cero

La violacién del niimero bariénico y leptonico en el modelo electrodébil viene de dos
hechos no perturbativos. El primer hecho es debido a la naturaleza de las interacciones
electrodébiles, debido a la manera diferente de acoplarse los campos de norma a los
campos fermiénicos de mano derecha e izquierda. Ignorando el efecto del campo elec-
tromagnético, el acoplamiento de un fermién a un bosén de norma viene dado por la
correspondiente corriente axial, la cual resulta ser anémala

2

33 _Fe Fo, (1.14)

donde N es nimero de familias fermionicas, g es la constante de acoplamiento y Fj;,
es el tensor de intensidad de campos de SU(2)y, respectivamente.

a'ng7L - NF

De otra parte, es muy significativo que el término de la derecha de la Ec. (1.14)
pueda expresarse como la cuadri-divergencia de una nueva corriente, llamada corriente
de Chern-Simons

DT, = Npgg 0, K", (1.15)
Podemos definir una carga asociada a las corrientes anémalas, como la integral espa-
cial de la componente temporal de la corriente de Chern-Simons llamada carga del
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Figura 1.2: Esquema de la estructura de vacio de SU(2). A temperatura cero, las
transiciones via instantones entre vacios con diferentes nimeros de Chern-Simons estan
suprimidas. A temperatura finita, estas transiciones pueden proceder a través de los
sphalerones.

Sphaleron Qp

2
= [ Pog =9 / Pk, 1.16
QB LD TJp 32p22 —to T ( )

La solucién de la Ec. (1.16), no es tnica, pues los grupos de homotopias sobre SU(2)
permiten un mapeo sobre el grupo, cuya representacion topolégica es una 3-esfera. Este
grado de mapeo es el nimero de winding N(t), que representa el nimero de veces que
el sistema realiza transiciones entre los diferentes vacios, después de un tiempo ¢. Por
lo tanto, la carga bariénica de los sphalerones [13] es

Q= —. (1.17)
2
La fisica impone restricciones, por lo que uno puede encontrar una cantidad invariante
de norma que caracteriza estos vacios degenerados, conocida como los ntmeros de
Chern-Simons y definidos como

2 2
Neg = 3;2 ek / d*x (F;;.Ag — —eabCAgAg.A;;) : (1.18)

3

los cuales se pueden representar esqueméticamente como se muestra en la Fig. 1.2.

Fisicamente el proceso mediante el cual B es violado a temperatura cero, es por
tunelaje cuantico via la transicién de una configuracién de vacio a otra de la teoria.
Estas transiciones estan mediadas por los llamados instantones. Como podemos ver de
la Fig. 1.2, los vacios adyacentes de SU(2) estan separados por barreras de potencial,
cuya energia depende de la configuraciéon de campos. Los puntos mas alto de la barrera
son configuraciones estaticas que corresponden a soluciones inestables de las ecuaciones
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de campo, conocidas como sphaleron, las cuales tienen una altura estimada en el rango

de

Aoy

Egpha >~ ~ 8 — 14 GeV, (1.19)

con oy, = g*/4m ~ 1/30 la constante de acoplamiento débil.

La probabilidad, o taza de transiciéon entre vacios, es
D(T = 0) ~ e /o 10717, (1.20)

Esta es tan pequena que si el universo estuviera siempre cerca de la temperatura nula,
no se esperaria ver que ocurriese la violacion del ntimero barionico en el laboratorio o
dentro del actual volumen de Hubble, en la historia del universo.

Los cambios correspondientes en B y L, al haber tres familias de fermiones en el ME
son

con n un entero positivo.

De la Ec. (1.21) puede observarse que aunque By L se violan, la combinacién (B —L)
se conserva mientras que (B + L) se viola.

A temperatura finita, se puede desarrollar un nuevo método de generaciéon de nimero
barionico, distinto al tunelaje, como veremos a continuacién.

Temperatura Finita

El sistema esta descrito por la fisica estadistica, en donde la probabilidad de tener una
particula en un determinado estado con una configuracién determinada es proporcional
al factor de Boltzmann, e ?#0_ donde Ej es la altura de la barrera, la cual se identifica
con la energia de la barrera FE,p,. Por lo tanto, una fracciéon de estados tendran la
suficiente energia para pasar sobre la barrera, Fig. 1.2, es decir, las transiciones entre
vacios de la teoria pueden ser posibles debido a fluctuaciones térmicas que ayudaran a
superar la barrera [12].

Asi la razon de transicién del sphaleron esta dada por el factor de Bolzmann asociado
con la formacion del sphaleron [13]

T(T # 0) ~ (a,T) exp (#) , (1.22)

donde, haciendo uso de las ecuaciones de campo, la energia del sphaleron a temperatura
finita, es

1
ESphaleron = —eémwy (T) (123)

w

El factor € es una constante a dimensional, acotada entre los valores 3.1 < € < 5.4.
Ademés, a una T' >> my (T, la Ec. (1.22) es

(T #0) ~ (a,T)*, (1.24)
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debido a que la masa de los bosones de norma tiende a cero, my (T) — 0 para tem-
peraturas altas, a causa de la restauracién de la simetria. Por supuesto, lo anterior
conduce a un tipo de violacién del nimero bariénico completamente suprimidas.

Sin embargo, en la Fig. 1.2, las transiciones entre estos minimos por procesos de
sphaleron son aleatorias, de manera que asi como inducen nimero bariénico neto,
también lo borran. Por lo tanto, es necesario tener un mecanismo que permita que haya
una direccion preferencial. Esto se consigue teniendo en cuenta la segunda condicion

de Sakharov.

1.2.2. Violacion de C y CP

Se sabe que la violacién de C' es maxima en el Modelo Estandar Minimo (MEM),
debido a la naturaleza V' — A del acoplamiento entre los fermiones presentes en el
modelo y los bosones de SU(2) . Ademds, la simetria C'P no es una simetria exacta en
las interacciones débiles, pues ésta no se conserva en los sistemas de mesones neutros
Ky B [14].

La violacién de C'P en el MEM se introduce en el sector de los quarks por medio de una
matriz de masa compleja, llamada la matriz CKM (Cabibbo-Kobayashi-Maskawa).
Para tres familias de quarks, C' K'M puede ser parametrizada en términos de 3 angulos
(0ij,1,7 =1,2,3) y 6 fases (6cp), de las cuales 5 pueden ser absorbidas en las funciones
de onda de los quarks y la fase compleja restante es responsable de la violacion de C'P
en modelo.

Si C'y C'P fueran simetrias exactas, la razén total de cualquier proceso que produzca
un exceso de bariones, es igual a la razén del proceso complementario de exceso en la
producciéon de antibariones; con lo cual el universo seria simétrico.

Anteriormente se mostrd que a temperaturas relativamente altas, existen procesos que
promueven a los campos a estar por arriba de la barrera del potencial multiperiédico
de la Fig. 1.2. Una vez que estos campos se encuentran por arriba de la barrera,
estarfamos tentados a pensar que es igualmente probable que estos tienen libertad
de “brincar” aleatoriamente entre los vacios, tanto en la direccién que incrementa el
nimero baridénico como en la contraria. El resultado final seria una produccion de
bariones igual a la de antibariones y no observariamos una ABU. Sin embargo, cuando
se consideran las violaciones de C' y C'P una de las dos direcciones posibles en la
Fig. 1.2, es privilegiada, a saber, la de bariones, favoreciendo asi la transicién entre
vacios en una direccion.

La cantidad estimada de violacion de C'P para la matriz CKM, en el MEM, para
el caso de tres generaciones de quarks, es funcion de los angulos de rotacién y de sus
masas al cuadrado, y es cuantificada por la combinacién [15]

Cc

(mg — mi) (mfl — mi) (mg — mﬁ) (mg — mﬁ) , (1.25)

Acp = sinfissinfassin bq3sind,, X (mt2 - m2) (mf — mi)
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Figura 1.3: Formacién de burbujas mientras el universo temprano se enfriaba. En su
interior (fase rota), el valor de expectacién del vacio v # 0, mientras en la fase simetrica
v = 0. Las burbujas se expandieron hasta eliminar la fase simetrica, mediante una “tran-
sicién de fase de primer orden”.

que implica valores de

B Acp —-20

=< ——-~10 1.26

S Nefchva ’ ( )
donde T ~ 100 GeV es la temperatura de la TFED. Asi el valor dado en la Ec. (1.26)
es muy pequeno en comparacion con el requerido por nucleosintesis en la Ec. (1.3) y
WMAP en la Ec. (1.4).

El resultado anterior es una de las principales razones por la cual el escenario de
bariogénesis, dentro del MEM no haya sido considerado como un modelo exitoso. Este
hecho claramente indica que es necesario encontrar nuevas fuentes que aumenten la
violacién de C'P, como por ejemplo supersimetria (SUSY).

1.2.3. Condicién Fuera del Equilibrio Térmico

Anteriormente el agua hirviente ha servido de ejemplo de pérdida del equilibrio térmi-
co. Hay un proceso con ese mismo efecto en la teoria electrodébil a altas temperaturas,
pero opuesto a lo que sucede cuando el agua hierve. En el universo temprano se for-
maron burbujas, como se muestra en la Fig. 1.3, a medida que este se enfriaba. En la
fase fuera de las burbujas las particulas carecian de la masa que tienen de ordinario.
Sélo dentro de estas las particulas recuperaban su masa y generaban la fisica que cono-
cemos. Las burbujas se expandieron y, finalmente, excluyeron del universo toda la fase
exética sin masa. Un proceso de este tipo constituye una transicion de fase de primer
orden.

Como hemos visto, la razén de violacion de niimero baridnico a temperatura nula es

despreciable. Esta situacién cambia para temperaturas del orden de la transicién de
fase electrodébil, 100 GeV .



CAPiTULO 1. EL PROBLEMA DE LA BARIOGENESIS EN EL MODELO
ESTANDAR 11

Del modelo cosmoldgico estandar se sabe que el universo comenzd en una gran ex-
plosién, que al expandirse se ha ido enfriando paulatinamente. Al mismo tiempo, a
escalas mas pequenas, la I',, también se fue modificando. A la escala electrodébil, I',
es mayor que H. Esto implica que el mecanismo que saca fuera del equilibrio térmico al
universo, se basa en una suficientemente fuerte transcién de fase de primer orden, como
se muestra en la Fig. 1.4 (a), que acontece a una temperatura critica, T¢ ~ 100 GeV'.
La manera en que sucede la Transicién de Fase (TF), depende del modelo de fisica de
particulas empleado en la descripcién del universo. Sin las TF la historia térmica del
universo se reduciria a un enfriamiento gradual, y la tinica condicion fuera de equilibrio
térmico provendria de la propia expansion del universo.

Dentro del marco de la teoria electrodébil, la TF recibe el nombre de Transiciéon de
Fase Electrodébil (TFED). Esta consiste en ir de un estado en donde las particulas no
tienen masa (fase simétrica, v = 0) a otro donde éstas se vuelven masivas (fase rota,
v # 0), via el llamado mecanismo de Higgs. Ademsds, la Fig. 1.4 (a) muestra que el
potencial efectivo desarrolla un segundo minimo, generando una barrera que separa
la fase simétrica de la fase rota. A la temperatura 7o, ambas fases poseen la misma
energia de manera que el paso de una fase a otra se lleva a cabo mediante efecto tinel.

Por lo tanto, para satisfacer la tercera condicion de Sakharov es necesario que la
TFED sea como se muestra en la Fig. 1.4 (a), de primer orden; en donde la variacién
discontinua del pardmetro de orden (en este caso el campo de Higgs ¢) provee las
condiciones fuera de equilibrio. Si la TFED fuera de segundo orden, Fig. 1.4 (b), ¢
cambia de manera continua, por lo que esta es insuficiente, debido a que la transicién
de un estado a otro sucede tan “suavemente,” que el equilibrio térmico no se ve tan
afectado, para la generacién de niimero bariénico.

La cantidad usada para estudiar si la TFED fue de primer o segundo orden, ademas
de otras cantidades termodinamicas, es el potencial efectivo a temperatura finita. Este
toma en cuenta todas las correcciones cudnticas en una teoria. Para identificarlo se
recurre a considerar la analogia entre la teoria cuantica de campos y la mecanica
estadistica.

Para garantizar que la asimetria bariénica producida no se borre después que finalice
la TFED, se necesita que la tasa de transicion de los sphalerones en la fase rota, I', sea
mucho menor que H.

La anterior consideracion impone la siguiente restricién sobre el cociente:

v
— ~ 1.0-1.5 1.27
- , (1.27)
en donde v es el valor esperado del vacio (vev) para el campo de Higgs. Esta cota
representa una condicion sobre el orden de la TFED.

De otra parte, Shaposhnikov y otros [16] encontraron que la intensidad de la transicién
de fase depende, en el modelo estandar, de la masa del bosén de Higgs de la siguiente
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Figura 1.4: (a) Transicién de fase de primer orden. (b) Transicién de fase de segundo
orden.

manera, partiendo de la Ec. (1.22):

Esph —~ mW(TC) —~ v ~ 92 —~ mI2/V

Te ~ oawlc  gTc X m%’

(1.28)

en donde A es la constante de acoplamiento del campo de Higgs con los restantes
campos.

El valor maximo para este cociente es de 0.55, con una masa del campo de Higgs
myg(v) = 0. Se ha observado que a medida que la masa del Higgs se incrementa, la
transicion de fase se vuelve mas débilmente de primer orden (el ancho de la barrera
decrece) hasta el punto que, para una masa del Higgs del orden de 72 GeV', la TFED se
vuelve de segundo orden [17]. La cota experimental de LEP-II sobre la masa del bosén
de Higgs [18], my > 114.4 GeV es incompatible con el requisito de la Ec. (1.27).

En resumen, de lo estudiado hasta ahora podemos decir:

» La violacién de CP en el MEM falla por un factor de ~ 1071°, respecto a los
valores estimados por nucleosintesis y WM AP para ng. Se debe incluir nuevas
fuentes de violacién de C'P.

= En el MEM la TFED seria so6lo de primer orden si el Higgs es una particula
liviana, myg < 70 GeV. La actual cota experimental, my > 114.4 GeV, hace
que la intensidad de la transicion de fase de primer orden, no sea suficiente para
producir y posteriormente, mantener un nimero de bariones posible en esta etapa
de la evolucién del universo.

En consecuencia, se debe admitir que la TFED resulta demasiado débil para explicar
la bariogénesis, a no ser que se anadan nuevos principios fisicos hipotéticos.

1.3. Perpectivas para la Bariogénesis

El MEM como marco teorico no satisface completamente dos de las condiciones de
Sakharov por lo cual, mucho esfuerzo se ha dedicado a proponer escenarios viables para
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aumentar la cantidad de violacién de CP y/o para hacer la TFED de primer orden més
fuerte. Estos dos hechos hacen evidente que el MEM requiere de ingredientes extras para
poder generar la asimetria bariénica observada hoy dia. Dentro de este contexto, un
nimero nada despreciable de mecanismos alternos han sido propuestos en la literatura
para generar ABU [19]. A continuacién trataremos en breve algunos de los mecanismos
propuestos.

1.3.1. SUSY

Supersimetria (SUSY), es una simetria hipotética entre fermiones y bosones, que
puede jugar algin papel en la naturaleza. Por ejemplo, SUSY parece ser una parte
esencial de la teoria de supercuerdas, la tinica teoria consistente de la gravedad cuantica
que conocemos.

Un modelo interesante es la version SUSY del modelo estandar, conocida como Mi-
nimal Supersymmetric Standard Model (MSSM), en el cual se asume la existencia de
dos campos de Higgs, con el fin de cancelar las anomalias y ser capaz de dar masa a
todos los quarks y leptones.

En el MSSM vy sus extensiones, las nuevas fuentes de violacién de CP para la bario-
génesis pueden venir por ejemplo, de la contribucién dominante de la matriz de masa
de los charginos (Higgsino-Wino), con un factor de supresién mucho mayor que 10710
Ademas, introduce una serie ampliada de pardmetros que permitan una mayor posi-
bilidad de una transicién de fase de primer orden [20)].

Diferentes célculos de la asimetria de bariones en el MSSM dan resultados un tanto
diferentes [21]. Segun [21] es posible la produccién de suficientes bariones si el Higgs
y los stop de la mano derecha, son muy ligeros, cerca de los limites experimentales
actuales.

En cualquier caso, se ha conjeturado ampliamente que bariogénesis electrodébil en el
MSSM pueda ser descartada o corroborada en el actual acelerador LHC (Large Hardron
Collider) o en el futuro ILC (International Linear Collider).

1.3.2. Leptogénesis

Los experimentos recientes sobre las mediciones del flujo de neutrinos solares,
atmosfericos, de reactores y aceleradores han establecido fuertes evidencias acerca de
la existencia de oscilaciones de neutrinos [22]. Estas oscilaciones son posibles, desde
el punto de vista tedrico, siempre y cuando los neutrinos sean particulas masivas y
sus estados de masa sean una mezcla de los estados de sabor de los neutrinos. Estas
evidencias experimentales sugieren que los neutrinos tienen masas muy pequenas, por
debejo de los eV. La explicacion mas satisfactoria de este hecho se logra mediante el
llamado mecanismo de see-saw [23]. Este mecanismo asume la existencia de neutrinos
de mano derecha stper-pesados, con masas del orden de 10% a 10'* GeV.
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Bariogenésis via leptogénesis [24] es un escenario donde la violacién de CP en el sector
lepténico, a altas temperaturas, podria explicar la generaciéon de la ABU, debido a que
una asimetria de CP puede ser generada por la posible existencia de decaimientos,
fuera del equilibrio térmico, de los neutrinos de Majorana pesados. Estos decaimientos
violan ntumero lepténico, lo cual conlleva a generar una asimetria leptonica, que es
subsecuentemente transformada en una asimetria bariénica, gracias a la existencia de
procesos tipo sphaleron que violan la simetria B + L.

Por desgracia, no esta claro que leptogénesis pueda comprobarse directamente. Se
espera que la observacién de desintegraciones exdticas, i — e+, proporcionara prue-
bas circunstanciales de este mecanismo. Una discucién méas general de leptogénesis se
puede consultar en la Ref. [25].

1.3.3. Campos Magnéticos Primordiales

La magnetogénesis es decir, el estudio de las “semillas” de campos magnéticos en el
universo temprano, es uno de los problemas que aun quedan en la astrofisica relativista
y la cosmologia [26] por resolver. El enfoque general es identificar mecanismos para la
generacién de las “semillas” de campo [27] que més tarde pueden ser amplificados por
colapso gravitacional y posiblemente también por el mecanismo del dinamo, en campos
de mayor escala.

Algunos de los escenarios propuestos son por ejemplo: el proceso astrofisico del meca
nismo de baterfa [31], ciertos tipos de modelos de inflacién puede producir los campos
magnéticos amplidndolos por encima del horizonte de distancias [29]. Otros mecanis-
mos situan la magnetogénesis en procesos cosmologicos que sucedieron en el universo
temprano, en particular, fluctuaciones cuanticas durante la época inflacionaria, pre-
calentamiento y/o las transiciones de fase [30], mediante la formacién de capas de
dipolo en las superficies de las burbujas de la transicién de fase.

En la actualidad no hay pruebas concluyentes acerca del origen de los campos
magnéticos, su existencia antes de la TFED no puede ser descartada. Los campos
magnéticos se han observado en todas partes del universo, desde nuestro propio plane-
ta hasta la escala de galaxias, cimulos, supercimulos y en objetos con alto corrimiento
al rojo [31].

Una variedad de observaciones astrofisicas basadas en la emisién de radiacién sin-
crotron y las mediciones de la rotacién de Faraday, combinada con las medidas de
dispersién y de polarizacion de pulsares sugieren la presencia de campos magnéticos a
gran escala. Los valores de los campos magnéticos medidos (y acotados) en la escala L
de distancias son [32]:

e Galaxias: B ~50 uG en L <1 kpc; B~5—10 uG en L ~ 10 kpc.
e Ctimulos: B~ 1 uG en L ~ 1 Mpc.

e Superctimulos: B < 1072 — 1072 uG en L ~1—50 Mpc.

e CMB: B< 1073 — 107 uG en L > 100 Mpc.
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e Nucleosintesis Primordial: B < 101! G con T ~ 0.1 MeV.

Clasicamente sabemos que los campos eléctricos, decaen rapidamente en un conduc-
tor, y por lo tanto no podrian sobrevivir en un plasma, como el universo temprano,
que se comporta como un excelente conductor. Los campos magnéticos correspondi-
entes a grupos de norma no Abelianos, tampoco podrian existir, ya que a temperaturas
altas estos son apantallados sobre distancias mayores al inverso de la escala de masa
magnética m ~ ¢2T'. Por lo tanto los tinicos campos de gran escala que pueden existir
en el plasma, por largos periodos, deben estar asociados con algiin grupo de simetria

de norma Abeliano U(1) [33].

Cuando la temperatura del universo 7' > T¢, la simetria electrodébil SU(2), Q U(1)y
estd restaurada, y existe un vector de norma Y),, asociado al grupo de hipercarga U(1)y.
Entonces si un campo magnético primordial existe, debe acoplase con la hipercarga,
por lo que es llamado campo hipermagnético. Si T' < T, dicha simetria de norma se
rompe a la simetria U(1).,, del electromagnétismo, donde ahora el campo sin masa es
el del fotén, el cual se acopla con la carga eléctrica, generando el campo magnético
ordinario.

Independientemente de su origen, los campos magnéticos desempenan un papel im-
portante en la evolucion del plasma primordial del universo temprano, en la propa-
gacion de los rayos césmicos en nuestra galaxia, asi como en los cimulos de galaxias,
en la nucleosintesis y posiblemente también en las transiciones de fase cdésmica, como
la TFED.

En 1998 [34] se revivi6 la posibilidad de explicar la ABU dentro del Modelo Estandar,
mediante la adicién de un campo (hiper) magnético externo primordial, durante la
TFED. La expectativa es que el orden de la TFED se incremente. El fenémeno es
analogo con el caso de la superconductividad en que un campo magnético externo
cambia el orden de la fase de transicion de segundo a primero, debido al efecto Meissner.



Capitulo 2

MODELO ESTANDAR MINIMO

Casi todos los fenémenos de fisica de particulas conocidos estan muy bien descritos
dentro del Modelo Estdndar [35] de las particulas elementales' y sus interacciones
fundamentales. E1 ME proporciona un marco teérico muy elegante que ha superado
con éxito sus predicciones, mediante experimentos muy precisos que en la actualidad
se encuentran a un nivel de confianza del 0.1 % [36] en funcién de la masa del Higgs.

En la naturaleza encontramos, por lo pronto, dos tipos de bloques fundamentales,
como se muestra en la Fig. 2.1: los formados por las particulas que constituyen la
materia y las particulas que transportan las fuerzas. El primer bloque lo conforman
los fermiones que se agrupan en tres familias de quarks y de leptones. Los quarks, a
diferencia de los leptones, tienen un nimero cuantico adicional, el color, el cual no se ha
visto libre en la naturaleza y por lo tanto los quarks estan confinados en las particulas
de materia que han sido observadas experimentalmente, los hadrones. Los hadrones son
particulas compuestas sin color, que se clasifican en bariones y mesones. Los bariones
estan hechos de tres quarks (gqq). Por ejemplo, el protén tiene una composicién uud y
el neutrén ddu. Los mesones son bosones hechos de parejas quark-antiquark, como por
ejemplo los piones 7t (ud) y 7~ (du).

En el segundo bloque, dejando aparte la interaccion gravitacional, estan los bosones
vectoriales mediadores de la interaccion fuerte, débil y electromagnética. Por tltimo
en la Fig. 2.1 hemos incluido un bosén escalar neutro, llamado Bosén de Higgs, el cual
permanece aun sin descubrir y permite generar las masas de los bosones de norma W+
y Z° y de los fermiones, tal y como los observamos en la naturaleza. Lo anterior se lleva
a cabo mediante la implementacién del rompimiento espontaneo de la simetria (RES)
del grupo electrodébil al subgrupo del electromagnétismo:

SU@2). @ UL)y — U(L)gep: (2.1)

lo que exige la aparicién de por lo menos un bosén de Higgs.

1Se entiende por particula elemental un ente puntual carente de subestructura hasta los actuales
limites de exploracién: 1078 - 10719 m.
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Figura 2.1: Particulas del Modelo Estandar en su versién mimima.

Asumiendo el ME, los resultados fallidos en la bisqueda directa del Higgs en el expe-
rimento LEP en combinacién con la medicién del Fermilab, imponen la siguiente cota
a su masa: 114.4 GeV < m;, < 186 GeV' [37].

En cuanto a los aspectos tedricos, el ME es una teoria cuantica de campos basada en
el grupo de simetrias de norma (gauge) local SU(3)c @ SU(2), Q U(1)y:

e SU(3)¢, describe las interacciones fuertes entre particulas con diferentes carga de
color, vfa el intercambio de ocho gluones, de colores diferentes, Gf, (a = 1,2,....,8).
El subindice C' es de color. Como los gluones transportan carga de color, no sélo
interactian con los quarks, sino también consigo mismos. La teoria de norma basada
en este grupo es conocida como cromodindmica cudntica (QCD).

e SU(2)L@U(1)y, es la simetria de norma que describe las interacciénes elec-
trodébiles entre quarks y leptones. SU(2)y, es el grupo de isospin débil que actia sélo
sobre los fermiones de quiralidad izquierda y U(1)y es el grupo de hipercarga débil. El
grupo SU(2), @ U(1)y tiene cuatro generadores, tres de los cuales son generadores de
SU(2)p; Ty = % con i = 1,2,3, y el cuarto generador es el de U(1)y, % Las relaciones
de comutacion para este grupo compuesto son:

Los fermiones de quiralidad izquierda, f(z) = (1 — 75)f(x), transforman como
dobletes de isospin débil con respecto a SU(2),

T Wy g, - < i ) , ( o ) (2.3)
L

e
mientras las componentes de quiralidad derecha, fr(z) = 3(1 + 75)f(z), de todos los
fermiones (a excepcion de los neutrinos) transforman como singletes de isospin débil

Ir = fr; fr=¢eg, ur, dg, ... (2.4)
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Lepton T 13 (@ Y
v 5 3 0 -1
P G
eR 0 0o -1 =2

Quark

T T 2 T
w3 § o1
dv 3 T3 Ty 3
dr 0 0 —3 —3

Tabla 2.1: Numeros cudnticos para los fermiones de la primera familia del Modelo
Estandar

Los correspondientes niimeros cuanticos para los fermiones de la primera familia de
la Fig. 2.1, se muestran en la Tabla 2.1.

La relacion entre la hipercarga débil y la carga eléctrica (), conocida como la relacién
de Gell-Mann-Nishijima es: Q = T° + Y/2, donde T° es la tercera componente de
isospin.

El ntimero de bosones de norma asociados, es igual al nimero de generadores, cuatro:

o W: (i =1,2,3), estos son los bosones débiles de SU(2).

e B, este es el bosén de hipercarga de U(1)y.

En el caso de una teoria de norma como el ME se tiene la dificultad, como resultado de
exigir la invariancia de norma, de sumar redundantemente sobre los campos de norma.
Para obviar este problema y no perder la covariancia de Lorentz, se introducen grados
de libertad espurios mediante la fijacion del parametro norma. Es decir para cuantizar
una teoria de norma, es necesario fijar la norma.

El ME constituye uno de los logros mas relevantes de la fisica del siglo XX, es el mas
simple de muchos modelos, la mayoria, incapaces de explicar los presentes datos experi-
mentales. Esta es la razon por lo cual el ME es considerado una teoria fenomenolégi-
camente valida a bajas energias (F << 1 TeV). Sin embargo, todavia hay muchas
preguntas sin respuesta, algunas de las cuales son:

1. (Existe realmente un bosén de Higgs, como predice el ME? Si es asi, ;Cudl es su
masa’

2. Si no, ;Cuél es el origen del rompimiento espontaneo de la simetria?

3. iPor qué hay una jerarquia en el espectro de masa de los fermiones observados
actualmente?

4. ;Cudl es el origen de la materia oscura y de la energia oscura?

5. (Qué paso con la antimateria en el universo?
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6. /Cdémo entra la gravedad en todo esto?

Las anteriores preguntas indican que el ME debe ser remplazado por una teoria mas
fundamental a altas energfas.

En este capitulo, se exponen las ideas de una de las propuestas que mejor satisfacen
cada una de las tres condiciones de Sakharov. Esta corresponde al sector electrodébil
del Modelo Estandar Minimo (MEM), es decir, un solo doblete de campos escalares de
SU(2)y, es introducido para generar las masas de las particulas.

2.1. Lagrangiano del Modelo Estandar

La cuantizacién del MEM en una norma arbitraria covariante, usando la técnica de
Faddeev-Popov [38] no sélo involucra los campos fisicos tales como los bosones de norma
Wy, Z,,A,, el Higgs neutro h, y los fermiones, sino ademaés, los bosones de Goldstone
cargados (xT) y neutro (x3) los cuales son campos que no se propagan asintética-
mente. Sin embargo, estos campos aparecen en los diagramas de orden superior en los
propagadores.

Trabajando en una norma renormalizable del tipo de t’Hooft, la asi llamada norma
Re, con el fin de compensar las contribuciones de las componentes espurias de los
campos de norma, es necesario introducir los llamados campos fantasmas de Faddeev-
Popov: nE,n,,n,. Asi, el Lagrangiano completo del MEM tendrd una dependencia en
la eleccion del término que fija la norma.

Para examinar todas las contribuciones al potencial efectivo del MEM, escribimos el
Lagrangiano sector por sector, en la norma arbitraria % que, después del rompimiento
de la simetria, tendrd una expresion de la forma

CME:£H+£gb+£f+£y+£gf+ﬁpp, (2.5)

donde Ly, Ly, Ly, Ly, Ly y Lrpp son los Lagrangianos que describen el sector
del Higgs, de bosones de norma, de fermiones, de Yukawa, que fija la norma y el de
Faddev-Popov, respectivamente.

Para que el Ljyp sea invariante bajo transformaciones de norma locales

SU2) L QU(1)y:

é
fr — 6ZT'Q(QK)JPL;
IR — fr
[ ey,

. 1 . o
Wi — W;—;@MQ’(:B)%—E”’“@]WE;

1
B, — Bu—gﬁua(x), (2.6)
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la derivada covariante debe tener la forma
— - . g/
D, =0, —igT-W, — ZEYBL), (2.7)

donde WL estd asociado a SU(2)r, y B), = B, + B;* es el campo de norma asociado a
U(1)y y donde g y ¢’ son las respectivas constantes de acoplamiento.

Por ejemplo, la derivada covariante para un fermion de quiralidad izquierda ¥, =
%(1 —75)¥, y para uno de quiralidad derecha Wy = %(1 + 75)¥ es, respectivamente

A 1
DU, = (9, — ig% Wi+ ig 5BV
D“\IIR = (@M + ig’B:L)\I/R, (28)
en donde se define los proyectores de helicidad:
1
Prr=51F %), (2.9)

2

y la hipercarga se determina por la relacion de Gell-Mann-Nishijima

(49). wo=(32)

1
3
%(3—02)’5/13(1):(8_02)- (2.10)

2.2. Simetria

El concepto de simetria es de gran importancia en el estudio de las particulas elemen-
tales y sus interacciones. Decimos que en un sistema fisico hay una simetria S, cuando
este es invariante bajo una transformacién dada por S o equivalentemente, cuando el
Hamiltoniano del sistema H es invariante, esto es

SHS' = H. (2.11)

De acuerdo al parametro que define la transformacion de simetria, estas se pueden
clasificar en:

1. Simetrias Discretas:
Los parametros sélo pueden tomar valores discretos. Los ejemplos mas relevantes
son; P, C'y T, tratadas en el capitulo 1.

2. Simetrias Continuas

Los parametros toman valores continuos. Hay diferentes clases de simetrias con-
tinuas, dos de ellas son:
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e Las simetrias de espacio-tiempo:

las leyes de conservacién de la fisica cldsica (energia, momento, momento an-
gular) son una consecuencia del hecho que las interacciones son invariantes con
respecto a sus cantidades canénicamente conjugadas (tiempo, espacio, d&ngulos).
En otras palabras, las leyes fisicas son independientes del tiempo, la localizacion
y la orientacion en el espacio en que se suceden.

e Las simetrias internas: SU(2) de isospin, la simetria baridénica y lepténica.

Tenemos dos distintas clases de simetria internas:

1. Simetria de norma global

El parametro de la transformacién es independiente del punto de observacién en
el espacio-tiempo. Esta transformacion de simetria imponen varias constricciones
sobre la estructura de la teoria.

2. Simetria de norma local

En este caso, el parametro depende del punto de analisis en el espacio-tiempo.
Esta transformacion es mas restrictiva, y conduce a lo que son las interacciones
de la teoria.

2.2.1. Rompimiento Espontaneo de la Simetria

Otro concepto que aparece en fisica de particulas, como una idea generalizada de
ideas establecidas en la fisica del estado sélido es el de rompimiento espontdneo de la
simetria (RES). Por ejemplo: en el estudio de las propiedades magnéticas del hierro,
donde el Lagrangiano que describe la interaccion espin-espin es invariante bajo rota-
ciones tridimensionales pero, el estado fundamental no lo es. Otro ejemplo es el efecto
Meissner, que consiste en la expulsion del campo magnético del interior de un material
superconductor, por debajo de su temperatura critica.

Una de las caracteristicas comunes a todo proceso de RES es que el pardametro ca-
racteristico del sistema fisico (pardmetro de orden) asume un valor critico mas alla del
cual la configuracion simétrica natural del sistema se vuelve inestable. El nuevo estado
de minima energia resulta ser degenerado. Por lo tanto, no se puede saber en cual
de todos los posibles estados el sistema habra de caer. Una vez que el estado base
asume espontaneamente alguno de los infinitos posibles estados, nuevos estados quedan
definidos mediante un nuevo grupo de simetrias del sistema, el cual corresponde a un
subgrupo del grupo original.

En teoria de campos se define al estado fundamental, o de vacio, como el estado de
minima energia, el cual puede ser degenerado. Si este estado no es invariante bajo un
grupo de transformaciones, mientras que el Lagrangiano del sistema si lo es, bajo el
mismo grupo de transformaciones, decimos que tenemos un RES. En fisica de particulas
el RES es el mecanismo responsable de generar la masa de las particulas.
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De manera mas concreta analicemos en qué consiste el RES, en el caso de un modelo
descrito por el siguiente Lagrangiano

£ = (9,0°)(0"6) — m*¢" 6 — N"9)?, (2.12)

donde ¢(z) es un campo escalar complejo, y con el pardmetro A > 0, para que el
potencial sea acotado inferiormente. Este Lagrangiano es invariante bajo el grupo de
transformaciones globales de U(1)

¢(x) — e V(). (2.13)

Cuando m? > 0, el Lagrangiano de la Ec. (2.13) describe un campo escalar con
masa m?, auto-interactuante. En este caso el minimo de energfa potencial, corresponde
al valor de ¢(z) = 0. En otras palabras, el valor esperado en el vacio de ¢ es nulo
(< 0]p(2)]0 > = 0).

Sin embargo, el caso de interés es cuando m? < 0. Si definimos un nuevo campo de
acuerdo a la relacién

T) = , 2.14
o(x) 7 (2.14)
el Lagrangiano de la Ec. (2.13) toma la siguiente forma en términos de ¢ y ¢o:
1
L= {00 + 0l — B+ G - NG+ 2} (219)
De aqui es evidente que aparecen dos minimos para el potencial (caso degenerado)
2\ 1/2
=12 v= 2.16
o=vt v=x() (2.16)

que corresponde a un circulo de radio v, en el plano complejo ¢1, ¢o. Dicho potencial
se muestra en la Fig. 2.2. E1 RES ocurre cuando el sistema elige un estado de vacio.
Entonces el campo ¢ adquiere un vev no nulo (< 0|¢(x)|0 > = v).

Dentro de la fisica de particulas elementales en la mayoria de casos no es posible
obtener soluciones exacta. Por lo tanto, se tiene que usar comunmente la expansion en
serie de la teoria de perturbaciones y calcular fluctuaciones cuanticas alrededor del vew.

Sin pérdida de generalidad podemos escoger ¢ = +v 6 ¢ = —v indistintamente.
Parametrizando ¢(z) exponencialmente mediante la introduccién de dos campos reales
n(x) y x(z): X

r)=—7|(v+n(x)) +ix(x)| 2.17
¢(x) \/5[( n(x)) + ix(z)] (2.17)

Por correspondencia con la Ec. (2.14) vemos que esto es equivalente a: o1 =n+vy
X = ¢2.

Reescribiendo el Lagrangiano de la Ec. (2.15) en términos de los campos 1 y ¥,
obtenemos:

£ = 5 (@um)(@n) + 500X + m*of + O(3). (218)
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El término cuadratico en 7 se debe interpretar como la masa, no aparece un término
masivo correspondiente al campo y. Entonces la teoria predice también una particula
escalar sin masa, la cual es conocida como bosén de Goldstone.

2.3. Sector de Higgs

El Lagrangiano del campo escalar cargado auto-interactuante esta dado por
Ly = (D,®) (D'd) — V(D), (2.19)

donde D, es la derivada covariante definida por la Ec. (2.7), y V(®) es el potencial
escalar.

La simetria SU(2) x U(1)y de el Lagrangiano en la Ec. (2.19) estd rota espontanea-
mente introduciendo un escalar de Higgs, ® adecuado, el cual desarrolla un vev distinto
de cero.

2.3.1. Mecanismo de Higgs

En el ME, el mecanismo de Higgs [39] es el que permite la existencia de términos de
masa de los bosones de norma y fermiones cargados. Para implementar este mecanismo
se introduce un campo escalar ¢ que rompa la simetria SU(2), @ U(1)y, y debido a las
condiciones que se le exige a @, éste consiste en un doblete de SU(2),, con hipercarga
Y = +1, de la forma

L (o¢" 1 X2 +ix1 )
b= = — , , 2.20
\/i(cb”) ﬂ(Hh—m 220
con ¢* y ¢° campos complejos, h como el campo de Higgs fisico y x;(j = 1,2, 3) denota
a los tres bosones de Goldstone.

El niimero total de dobletes de Higgs no esta determinado por el modelo y podria ser
cualquiera. No obstante, en la versiéon minima, el ME posee uno sélo de estos dobletes,
de ahi el nombre de MEM.

El potencial en el Lagrangiano de la Ec. (2.19) puede ser escrito como

V(®) = —p2(2T0) + A\(@TD)% = A {cp*cp - g} o %' (2.21)

El potencial V' (®), a nivel arbol, en términos del campo real ¢ estd dado por

1o Ay
Vo(9) = —5¢" + 79" (2.22)
Si pu? > 0, el Lagrangiano de la Ec. (2.19) describe un campo real de masa (desnuda)
, que auto-interactia a través del término (A/4)¢?. En este caso el estado base o de
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V@)

neo

Figura 2.2: Forma del potencial V(@) para un campo escalar complejo, en el caso pu? > 0
y u? <0, con A > 0.

vacio (el minimo de V(¢)) corresponde a ¢ = 0, que es simétrico (respecto al cambio
¢ — —¢@) y estable, como muestra el punto azul, en la Fig. 2.2. El caso interesante es
cuando p? < 0. El minimo de Vy(¢) corresponde a

< 0|®TP|0 >= v = £/ —p2/2\ (2.23)

De la expresion anterior se observa que el estado de vacio es degenerado, pues éste se
puede escoger de muchas formas posibles. Sin embargo, en el caso del MEM, se exige
que el estado de vacio sea tnico. Al escoger uno de ellos como estado base, se rompe
espontdneamente la simetria (punto en rojo, Fig. 2.2).

Los acoplamiento entre los diferentes campos y el espectro de masa se visualiza en
los términos cuadraticos. Hay un bosén escalar neutro con masa my,

mi(v) = 3\? — (2.24)
y bosones de Goldstone con masa m,:
mi(v) = M’ —p’ (2.25)

Cuando la componente neutra del campo de Higgs adquiere un vev, < 0| ¢" | 0 >=
v/4/2. Con vy ~ 246 GeV, determinado por los resultados experimentales de LEP. La
simetria electrodébil se rompe espontaneamente, segiin el esquema

SU©2), x U(L)y — U(1)o. (2.26)

2.3.2. Término de Interaccion

Del término de energia cinética de la Ec. (2.19) se obtiene, via el mecanismo de
Higgs, la masa de los bosones de norma, mg. En la fase con simetria rota, asumiendo
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que los campos reales x1, X2, h y x3 en la Ec. (2.20) son nulos. Tenemos entonces
cuatro bosones de norma, tres masivos y uno, ortogonal a Z,, no masivo, denotados
respectivamente asi

1 ‘ v’
Wit = 5 (WEFiW2) con masa miy = g°
1 3 / 2 2 2 0
Zy = oy (W =) conmasami = (5 + %)
1 /
A = — (g W+ gBL) con masa m? = 0. (2.27)

Ademas, tenemos los correspondientes bosones de Goldstone asociados al Wj Y 4y,

y denotados como x* = (x1 Fixa2)/V2y Xxs.
La Ec. (2.27) establece la relacion entre los campos de norma Wi, Buy Wj, Zu Ay
antes y después del rompimiento de la simetria, respectivamente

Con el fin de obtener los términos de interaccion entre el campo de Higgs y los bosones
de norma, es conveniente volver a escribir la derivada covariante Ec. (2.7), en términos
de los auto-estados de masa, teniendo en cuenta la relacion de Gell-Mann-Nishijima,
como

1

_ _ 9wt ——y
D, = 0, Z\/Q(WNT + W, T7) —i e
/

— i—2L__QA,, (2.28)

Lo anterior se llevado a cabo explicitamente mediante la aplicacién de la Ec. (2.28),
en términos de los estados definidos en la Ec. (2.27), al doblete de campos de Higgs
dado por la Ec. (2.20), y haciendo uso de la deficién

Z,(g*T* — ¢*Y)

12

1

AHBE
0 2

(A53—A53>, (2.29)

se tiene para el término cinético de la Ec. (2.19)

1 e 1. = i o
Lein = sgW7(x~ 0" @)+ 39, (XT 0" @)+ gW (xs 0" x7)

2 2
i = 1 - i =
= 59Wi O 0" XT) + 5V + 9720 0" 9) + SgW, (s 9 XT)
. 2 2 /
L g -y — o+ 99 — A+
+ 2—92+g,22u(x 0" XT) + \/WAH(X X"

1
+ ZQQW:W_“@W) + 00 + 2x X + x3x3)
2,12

L, 2 gyg _
- Z,7%(2 22 A AT
+ glo" +9%) 2, (v¢+¢¢+><3><3)+(92+g,2> nAlX X
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1 gg? . . o o
+ 3 T2 WZM [W X (xs +iv+ig) + Wy (Xg—w—ng)]
— lﬂfl [(WHX" (xs + v+ i) — W YT (xs — iv — i9)]

2. /% + ¢” ® 3 3

2 2 12y2
(9" = 9") i Lt =9 T

— Z, AP + 77" . 2.30

99777 g7 AN T g A X (2.30)

Por otra parte, las auto-interacciones del campo de Higgs obtenidas del potencial
escalar, de la Ec. (2.21), son

Ly —12(DT D) + A (DTD)?

~ —20\(dxTXT) — vA(Pxsx3) — vA(hhh)
— ATXTXTXT) = AT X xexs) — AMooxx )

- i)\(X3X3X3X3) - %ﬁ((ﬁ@?éﬁ) - %)\(¢¢X3X3)~ (2.31)

Los diagramas de Feynman asociados a las Ecs. (2.30) y (2.31), se muestran en la
Fig. 3.1.

2.4. Sector de Bosones de Norma

El Lagrangiano de energia cinética de los bosones de norma SU(2), y U(1)y es

1 ‘ 1
Lgb = _ZLM/Z#VW;‘V - ZB,MVB/{LI/7 (232)

donde
W;’W = 8“W5—8VW;—geijkWin
B, = 0,B,—0,B,. (2.33)

Después de hacer las rotaciones de los campos de norma definidos en la Ec. (2.27),
se obtiene de la Ec. (2.32) el término cinético de los campos Wj, Z,, Ay y las de auto-
interacciones entre tres y cuatro bosones de norma, debido a la parte no Abeliana del
campo W,

2.5. Sector de Fermiones

El Lagrangiano para el sector fermiénico es

Li=TpPVp+ U PVp, (2.34)
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— 0 B
en donde U = U0 vy ) =~#D,,.
Una vez mas, las interacciones entre fermiones y bosones de norma se obtienen escri-

biendo la derivada covariante en términos de los auto-estados de masa después de la
ruptura de la simetria.

L7 = == [O U5 (1 = 35) UW,E + WUy (1= 75) 0 W, ]

+ 5 (U (gv — 9av5)V1Z, — Uid*(gv + gavs)ViZ,]
b 99 0T w,A (2.35)
92 T2 PR Y A, :

donde los subindices i e I(= 1,2, 3) representan las tres familias de leptones y quarks.
Ademés, gy = T° — 2Q; 1 y ga = T3, con Uj; un elemento de la matriz CKM.

La matriz CKM se debe al hecho de que los estados propios de la interaccién débil no
son los mismos que los de masa y por lo tanto hay mezclas entre sabores.

2.6. Sector de Yukawa

La introduccién de un término de masa en la Lagrangiana de la Ec. (2.34), en donde
\I/ = \I/L —+ \I/R es

mfﬁ\ll =Mmy [WL\IJR —f—@R\I/L} s

no estd permitido porque rompe explicitamente la invariancia de norma, bajo una
transformacion de SU(2)y.

Sin embargo, como hemos introducido un doblete escalar adicional en el modelo,
podemos escribir el siguiente acoplamiento fermion-escalar, invariante de norma, para
las tres familias de quarks y leptones:

Ly = Z yilir®lin + Z yqir®qrr, (2.36)
i I

donde y; y yr son matrices de 3 x 3, y con [z r) ¥ qrz,r se denota el triplete de leptones
(asumiendo la no existencia de los neutrinos de mano derecha, vg) y de quarks corres-
pondientes, por lo tanto, puede existir mezclas entre los quarks. Ademas, el segundo

término involucra el campo escalar conjugado de carga, con hipercarga Y (®) = —1
(que transforma bajo SU(2) de la misma forma que ®):
~ 1 ;

b = io,d* = —(”.”“”X?’ ) (2.37)
V2 X1 — X2

en donde 05 es la segunda matriz de Pauli.
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Dado que trabajamos en el limite donde todas las masas de los fermiones? cargados,

excepto la masa del quark top, son insignificantes, la principal contribucién al sector
de Yukawa esta dada por

Ly = yqrPtr + h.c., (2.38)

donde y; es la constante de acoplamiento de Yukawa del quark top, q;, denota el doblete
de quark de la tercera familia, y ¢tz denota el quark de mano derecha.

Después del RES, el Lagrangiano tipo Yukawa

Ly = ﬂv&ﬁ + %&ﬁh + @'E%%WX:’,

V2
i

E%‘ ly; Pr — i Pr] ¥;Uiix ™
7

V2

genera la masa del quark top m; = y—tZU, la cual es un parametro de entrada del modelo,
debido a que y; es un parametro libre. Ademas, el Lagrangiano también determina la
interaccién entre fermiones (top), el campo de Higgs, cémo puede verse en la Fig. 5.1
(f), v los bosones de Goldstone.

Yt

+

- Uy [yiPr — y P Ugpbix ™ (2.39)

2.7. Sector que Fija la Norma

En teorias de norma con RES, tal como él ME, existen variables tales como los bosones
de Goldstone que no representan verdaderos grados de libertad dinamicos. En otras
palabras, son grados de libertad no fisicos, cuya fisica es dar masa a los bosones de
norma masivos. Sin embargo, aparecen como campos propagandose en lineas internas
de diagramas de Feynman, con masas proporcionales a la de los bosones de norma W T
y Z°, respectivamente,

2

mi = mi= M-+ fwg2z, (2.40)
y
2 v?
mi = M- +E&(0+ g )Z‘ (2.41)

2Los resultados de la colaboracién Sudbury Neutrino Observatory (SNO) ha proporcionado pruebas
convincentes, que estan en buen acuerdo con los datos mas recientes de Super-Kamiokande, KamLAND
y de neutrinos atmosféricos, de que los neutrinos cambian el sabor a medida que se propagan desde
el nucleo del Sol a la Tierra. Por lo tanto, la evidencia experimental muestra ahora que los neutrinos
son particulas masivas y se mezclan en el sector de leptones, al igual que el sector de los quarks. Por
otra parte, no se sabe si son particulas de Dirac o de Majorana, i.e. si son o no su propia antiparticula

y por lo tanto que no se sabe como incorporar el hecho de que estas particulas tienen masa, dentro
del ME.
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danando la renormalizacién de la teoria.

Con el propésito de poder definir entre otras cosas a los propagadores y para que
ellos tenga inverso, se debe adicionar al Lagrangiano del ME un término que fije la
norma. Tomando una norma renormalizable del tipo 't Hooft (R gauge) [40], la cual
fija linealmente el parametro la norma. Se tiene en el caso del MEN el Lagrangiano
que fija la norma es de la forma

1 : . _
Loy = _g_W(a“W:—ZfWMWXﬂ(a“WM +ilw Mwx )
1 1
— —(0"Z, — £ Myxs)? — —(0"A,)?
2%, (8 H §z ZX3) 257 (6 u)
1 1 1
— AR TAYT T . (A 2 T (ap 2
£ OWLOW, 252(0 Z,) 257(8 A,)
1 _ 1
+ S—WMVQVXJFX +EM§X§
+ ZMWX+8“W:+2MW)<_8“W; +M2X3ap’Zu, (242)

donde &;(j = W+, Z% 7) es el parametro de norma, y el dltimo término que mezcla los
Goldstone y los bosones de norma, se cancelan con un término idéntico que viene del
Lagrangiano de la Ec. (2.30).

En el limite de §; — oo los bosones de Goldstone desaparecen y se tiene la norma
unitaria. Otras opciones de norma son la de Landau (§; = 0) y de Feynman (§; = 1).

Debemos notar que en la Ec. (2.42) tenemos tres diferentes pardmetros de norma,
debido a que en principio debera existir un pardmetro de norma por cada boson de
norma. Por lo tanto, los procesos fisicos no deben depender del pardmetro ;. Es comuin
poner todas las &; = £ (¢ € RT), sin pérdida de generalidad.

2.8. Sector de Faddev-Popov

Con el fin de mantener los requerimientos de unitariedad e invariancia de norma, en la
cuantizacion de teorias de norma no Abelianas, Feynman introduce la idea de campos
fantasmas [41], n® y 0% (a = W¥, Z% ~). A estos campos adicionales, se les di6 el nombre
de fantasmas porque a pesar de ser escalares bajo transformaciones de coordenadas,
no tienen estadistica de bosén, es decir, violan el teorema de espin-estadistica, por
lo cual no son observables. Estos campos adquirieron mas sentido cuando Faddeev
y Popov [38] cuantizan la teorfa de campos no Abelianas, mediante el método de
integrales de camino.

Dado que trabajamos con un valor arbitrario del pardmetro que fija la norma, los
campos fantasma adquieren una masa proporcional al correspondiente bosén de norma

mgb

ml =&m,. (2.43)

Tigb
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Los campos fantasmas no se propagan asintoticamente, por lo tanto soélo aparecen en
las lineas internas de los diagramas de Feynman. Sin embargo, van a contribuir a la
parte dependiente del vev en el calculo del potencial efectivo a un lazo.

El correspondiente Lagrangiano para los campos fantasmas del MEM esta dada por

_,O0F°

£Fp = T}a 591) 7’]b = ﬁa(SBRSFa. (244)

a . ., .7 :
donde % es la variacion de la funcién que fija la norma del campo a y BRS se refiere
a la transformacion de Becci, Route y Stora, la cual consiste en cambiar el parametro
de la transformacion de norma por el respectivo campo fantasma, ademas Oggsn® = 0.

Suponiendo que los fantasmas rotan exactamente igual que el campo de norma, se
tiene que su variacién bajo una transformacién BRS de estos es

6Wj = j:z'ng (cosOng + sinOn,) F ign=(cos 02, + sinHA,) + 9,n*
= 1igcos G(I/Vu_?fr — W:n_) +0unz
= —igsin (W, n* = Win~)+ 0, (2.45)

Por lo tanto, el Lrp en funcion de los auto-estados de masa se expresa como
Lpp =T 0Fy, +7 0Fy, +7,0Fz +7,0F,, (2.46)

donde I en el R, es, respectivamente

1
Fys = JEwo'WETi My o™,
W Ewo' W, $Z\/§? wo
1
FZ = \/gzﬁ“ZM—Esz;
F, = /&0"A,. (2.47)

Finalmente se obtiene la forma explicita de Lpp [42] remplazando en la Ec. (2.46)
los campos rotados

Lrp = 71 @—-EMy)nT +1 (8- EMy)n +0,(0 — EMG)nz +7,0n,
g

i (Wi (gnz + 9'ny) = (92 + ' A’

. g _ _ _ _ _ _
e [ (W = W) %0 (W = W)
£ P=9%) _ L

- pMw ( g'2+g/)z' (@ nzx™ =0 nzx") +9xs (T 0" =707

§ __ . & _
- S9Mwd ot +0tnT] - SV + 92 Mzdnmz. (2.48)
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2.9. Potencial Efectivo: Introduccion

El Potencial Efectivo (PE) es la herramienta bésica que en teoria de campos permite
identificar el estado base como aquel que minimiza la energia potencial, en funcién de
algin parametro de orden. En teorias con rompimiento espontaneo de la simetria, el
PE permite identificar la evolucion del estado base en términos de parametros externos
como la temperatura. Ademas, permite identificar el orden de la transicion de fase. El
PE tiene el significado de una densidad de energia potencial del sistema considerado
y no es una observable fisica del sistema. Al final de cuentas, el PE es un lazo de
propagador cerrado sobre si mismo, como veremos més adelante.

En la Sec. 2.3 vimos que el potencial cldsico de una teoria cuantica de campos juega
un papel crucial en el estudio del rompimiento de simetria. Sin embargo, algunas veces
las correcciones radiactivas en una teoria cuantica pueden cambiar el comportamiento
del potencial clésico, ya que pueden convertir puntos estables en inestables o viceversa.
Una simetria que espontdneamente se rompe a nivel clasico puede ser restaurada o
al contrario una simetria que no esta rota a nivel clasico puede romperse de manera
espontanea, debido a los efectos cuanticos. De esta manera, el potencial que incluye
todas las correcciones cuanticas en una teorfa es llamado potencial efectivo, V.¢s. De-
safortunadamente el V.;¢ no tiene una forma cerrada como el potencial clasico, por lo
tanto debe ser analizado orden por orden. Al orden mads bajo en teoria de perturba-
ciones el Vs coincide con el potencial clasico.

En esta seccién nos limitaremos a identificar el potencial efectivo a un lazo. Para esto
consideremos por simplicidad un campo escalar ¢ en presencia de una fuente externa
J, que nos permite definir las funciones de Green de la teoria, con la accién dada por

1 2 A
s’ = [ dis {58%58/@ — 6= 6t + o
— S+/d4xj¢ (2.49)
donde el potencial clasico o al orden mas bajo, con J = 0, es
2
o_m 5 Ay
= — —¢". 2.
vV 5 ¢° + 4!¢ (2.50)

La funcional generatriz de las funciones de correlacion es
Z[J] = Wl = /Dqﬁ s, (2.51)

donde W[J] es la funcional generatriz que produce las funciones de Green conectadas,
la cual es dada por
oW
0J(x1)....0J (zy,

] lj—o= ()" < 0| T(p(z1)....0(z,)) | 0 >C . (2.52)
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De la Ec. (2.52), notamos, en particular que la funcién de Green de un punto, es
el campo clasico ¢, asociado a ¢ (la variable conjugada de J) y representa el valor
esperado del campo en el vacio, es decir

bale) = 575 =<0 6(a) [0, (259

De la anterior definicién, si se apaga la fuente, ¢, serd una constante independiente
del tiempo a causa de la invarianza de Lorentz del vacio. En general es un funcional de
la fuente y genera los diagramas a orden arbol de la teoria.

La accién efectiva I'[¢y] (el generador de las funciones de Green irreducibles a una
particula 1PTI), estd definido como la transformada de Legendre de la funcional gene-
ratriz W[J]

Cigu) = WU = [ d(w)ou(z). (2.54)
Esta funcional se puede expandir en derivadas de ¢ como

Miga) = [ dal-V(6)+ ;0,000" 0

+ términos superiores en las derivadas]. (2.55)

Si J — 0, ¢pu(x) = ¢ es una constante (la cual puede o no puede ser cero). En este
limite, todas las derivadas en la expansién de la Ec. (2.55) se anulan, entonces tenemos

Plg] = — / 2V () = —(2n) 500V (6) = V(). (2.56)

donde V(¢) es conocida como el potencial efectivo [43] y el factor multiplicativo
representa el volumen en 3 4+ 1 dimensiones. Ademas, dado que ¢ es una constante el
PE es una funcién y no un funcional de ¢, denotandolo como V,s7(¢).

Un comentario importante respecto a la eleccion de la norma es en torno al PE, pues
en principio él es un objeto dependiente del pardmetro de norma [87]. Sin embargo, las
cantidades fisicas obtenidas de él (la temperatura critica y la posicién del minimo) son
los que no deberfan depender de la norma [44]. Por lo tanto, el PE no es una observable
fisica del sistema bajo estudio.

En el calculo del potencial efectivo del MEM en presencia de un campo magnético
externo, los diagramas de Feynman mostrados en las Figs. 5.1, 5.2 y 6.4, seran muy
ttiles ya que nos permiten determinar que particulas se acoplan al campo B, de
U(1)g. Como veremos en el siguiente capitulo, la propagacién de tales particulas se ve

modificada por la presencia del campo externo.



Capitulo 3

PROPAGADOR EN PRESENCIA
DE CAMPO MAGNETICO

Existen diferentes tipos de sistemas fisicos cuyas propiedades estan influenciadas o
incluso determinadas por la presencia de campos magnéticos. Algunos de estos campos
magnéticos pueden tener una gran intensidad. Por ejemplo, en sistemas astrofisicos
como las supernovas y las estrellas de neutrones se encuentran campos magnéticos
del orden de 10* T y 10® T, respectivamente. De igual modo, en el dmbito de la
cosmologia existen diversos escenarios donde la presencia de campos magnéticos pudo
jugar un papel relevante para la evolucion del universo. Por ejemplo, durante la época
de nucleosintesis las reacciones nucleares cambian (aumenta la tasa de decaimiento de
los neutrones, decrece su ntimero y por lo tanto la cantidad de *He.

Para estudiar los efectos del campo magnético externo sobre la dindmica de las
particulas cargadas que constituyen el sistema, se debe tener en cuenta aspectos como
la temperatura y densidad del medio. En este capitulo se obtienen los propagadores
de los campos: escalares, fermiénicos y bosénicos de norma. Mediante la aplicacién
del método del tiempo propio de Schwinger [45] se toma en cuenta la presencia de un
campo magnético externo, que pertenece al grupo U(1)em, a todos los 6rdenes.

3.1. Método de Schwinger

En 1951 J.Schwinger [45] desarrolla el llamado método de tiempo propio para en-
contrar expresiones exactas del propagador de una particula cargada. Este método le
permitié obtener la funcién de Green de la ecuacién de Dirac en presencia de un campo
electromagnético tanto constante como en forma de una onda plana. Para campo cons-
tante Schwinger da una solucién matricial, sin especificar la forma del campo, en otras
palabras utilizando sélo las propiedades que posee el tensor de campo electromagnético.
Luego, mediante ciertas identidades otros autores han encontrado la forma especifica
de la funcién de Green para el caso de un campo magnético constante. Esta forma de



CAPITULO 3. PROPAGADOR EN PRESENCIA DE CAMPO MAGNETICO 34

encarar el problema tiene como mayor ventaja su generalidad ya que trabajando asi se
pueden encontrar expresiones que tengan en cuenta tanto el campo eléctrico como el
magnético. Tal es el caso del calculo por parte de Schwinger del Lagrangiano efectivo
FEuler-Heisenberg, o la probabilidad por unidad de tiempo y unidad de volumen de que
un par sea creado en presencia de un campo eléctrico constante. Ademas, posibilita
introducir el efecto total del campo en los calculos de diagramas de Feynman.

3.2. Propagador Fermiénico en Presencia de un
Campo Magnético
Para ilustrar este método, iniciamos con determinar la funcién de Green, o propa-

gador, asociado del campo de Dirac interactuando con un campo eletromagnético ex-
terno. Este propagador satisface la siguiente ecuaciéon

(L —m)S(z,2') = 6*(z, 2), (3.1)

donde Il = II,4*, y II, = P, + eA,, denota el momento canénico conjugado, el cual
satisface las siguientes relaciones de conmutacion:

[Huv x] = igW
1L, 11,] = ieFS (3.2)

py

con Ft = 0,B;* — 0,B;7" es el tensor de intensidad del campo externo.

En la técnica empleada por Schwinger, se denota a S(z,2’) como el elemento de
matriz del operador S entre estados de la posicion, esto es

S(x,2') = («/|S|z). (3.3)
Por tanto, la Ec. (3.1) puede ser escrita como
(IT—m)S = 1. (3.4)

La solucién formal de la Ec. (3.4) se expresa de la siguiente manera

1 oo .
S = = —i / (I1 + m)e 7" s, (3.5)
0
Esta representacién integral de S implica que

S(x,2') = —i /000 dse™ (2 (0)|(I1 + m)U (s)|z(0)). (3.6)
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donde U(s) = e~* con
H= (M) = ILILy"y"
= TI,II, (%{v“,v”} + %[7“#"])
= II,II, (—¢g"" —ic"")
= —II? - 1oV, 11,
— —H2—i0“’”( {IL, 1L} + l[H I J)

- - %UW 1,11,

1
= I’ - 5eo—WFW. (3.7)

Puede observarse que U(s) puede ser visto como el operador de evolucién temporal
unitario si se toma a H como el Hamiltoniano efectivo que evoluciona el estado |z) de
la siguiente manera

|z(s)) = U(s)]z(0)), (3.8)

donde s es la llamada variable del tiempo propio, un parametro que no hace referencia
al sistema de coordenadas o a la norma. Con lo anterior se puede reescribir la Ec. (3.6)
como

S(z,a') = —i /OOO dse™ ™ [y (' (0)|TL,(0) () +m (2’ (0)]x(s))] (3.9)

En la representacion de Heisenberg, los operadores que evolucionan con el tiempo
x(s) = Ul(s)z(0)U(s) y I(s) = UT(s)II(0)U(s), satisfacen las ecuaciones de movimien-
to de Heisenberg

d%@ — [l H] =21,

S

1

ddL@ = —ilr,, H] = 2F, 11", (3.10)
S

para el caso de un campo constante. En notacién matricial, las anteriores Ecs. (3.10)
M) — _9FIIL

De otra parte, el operador U(s) satlsface la ecuacion

d
se reescriben como x(s) =2y

SSU(x x;8) = H(x,p)U(2, x; 8), (3.11)

sujeta a las siguientes condiciones de frontera

lm U(2', 2;8) = 6*(x — 2'), lim U(z', 2;5) =0, (3.12)

s—0 §—00
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en donde la primera de estas condiciones se sigue de (z'|z) = 6*(2', z) y la segunda es
una condicién de causalidad. En las Ecs. (3.12) hemos expresado a U(z', x; s) como

U, z;5) = (@/(0)]2(s)) = (a'le™|z) = (@'|U(s)]2). (3.13)

Derivando la Ec. (3.11) con respecto a s y usando el hecho que el operador U(s) es
unitario, se tiene que

i0s(2'(0)|z(s)) = (2/|H(2,p)U(s)lz) = (&'|U(s)U" (s)H (2, p)U(s)|z)
= (@(0)[H (2(s), p(s)) |z (s))- (3.14)

La idea principal del método es calcular los elementos de matriz del lado derecho de
esta ecuacion.

Para hallar las soluciones de la Ec. (3.9), primero se debe resolver la Ec. (3.10), la
cual, en notacién matricial es

[l(s) = e *11(0)
z(s) —x(0) = (1—e2F%)(eF)'11(0). (3.15)

La solucién se escribe como

1
II(s) = §6F6_6FS[Sinh(6FS)]_1[SB(S) — xz(0)], (3.16)
y usando la antisimetria de F', tenemos que su cuadrado es
IT%(s) = [w(s) — 2(0)] K [2(s) — z(0)], (3.17)

donde K = {(eF)?[sinh(eFs)] 2
La reordenacién de la Ec. (3.17), de izquierda a derecha, de los operadores z(s) y
x(0), respectivamente, implica la ayuda del siguiente conmutador:

_ ,—2eFs

(97 0) = () .15)

De la Ec. (3.7) se sigue que

1
I = —H-— -eq,, F"™
2

= (zu(s) = 2,(0)) K (2,(s) — 2,(0)) . (3.19)

Finalmente escribimos H en términos de los operadores ordenados correctamente z(s)
y x(0) como

H= — xz(s)Kz(s) + 2z(s)Kz(0) — 2(0) Kx(0) — %GO'W,FW/

— %tr[eF coth(eFs)] — m?. (3.20)
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Con el Hamiltoniano ordenado, los elementos de matriz del lado derecho de la
Ec. (3.14), se pueden evaluar de manera directa

(2'(0)|H (z, p)|z(s)) = — %'@O'WF“” —(z—2) K (z —2)
- %tr[eFcoth(er)](x’(O)]a:(s)>
— m*(2(0)]x(s)). (3.21)

Sustituyendo este resultado en la Ec. (3.14) e integrando sobre s obtenemos

(' (0)|x(s)) = Cf(x,2")s%exp Btr In[(eFs) ' sinh(eF's)]

—1

X exp [Z(x — a')eF coth(eF's)(x — 1)
i Wo— im? 22
§eJWF —im“s (3.22)

donde el factor C'(z, ') es una constante de integracién arbitraria, y no un operador.
Se puede determinar C'(z,x’) a partir de las siguientes condiciones

(@0, + eAu(2)){@' (0)]x(s)) = ((0)[Tu(s)|z(s))
(—idy +eAu(@)) {2 (0)]z(s)) = (2'(0)|IL(0)]a(s)). (3.23)

A su vez, el lado derecho de la Ec. (3.23) esta dado por
1
(@ () u(s)|z(s)) = gleF coth(eFs) — eF](x —a')(z(0)|z(s))
1
(z'(0)I1,(0)|z(s)) = §[eF coth(eF's) — eF|(z — 2'){z'(0)|z(s)). (3.24)
Con todo lo anterior, la funcién C(x, ') satisface las siguientes ecuaciones:
s T 1 AV /
i0, +eA,(r) — §eFW(x -2V | C(z,2") = 0
/ 1
{—i@ﬁ +eA,(a") + éeFW(x - m’)”] C(z,2') = 0. (3.25)

Resolviendo este par de ecuaciones para C(z,z’) se encuentra que

1

Clo) = CWyewp e [ aeh(a, + peule— )

~ C(@)exp [ie / det (A, + %eF,w(ﬁ _ f)y)} | (3.26)
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donde se puede observar que ain después de usar las condiciones dadas por la Ec. (3.25),
persisten un par de constantes de integracién en ' y x respectivamente.

Dado que el rotacional del integrando de la Ec. (3.26) es nulo:

1 1
O[!S Fa,] = O'[A" + SF ] = VAN —9rA"
1 1
_Fp,u v _Fal/ i
B 2
1 1
— fpav Zpra _ Zpap
* 2 2

— pw _ pov _ O7

la integral en la Ec. (3.26) es independiente del camino de integracién que conecta x
y x’. Si se escoge una linea recta, como camino de integracion, parametrizada de la
siguiente manera

¢ (t) = (1= t)a" +ta, te0,1]

se tiene que

[aerue - = [ @B o)

7
Jie-

0

"ME,,dt[(1 —t)z" + tx” — 2]
MY Ft(x” — a™)dt

_ / (a# — ™) t(z” — )dt = 0.
0

El segundo término de la integral en la Ec. (3.26) no contribuye debido a la anti-
simetria del tensor F),,. Podemos entonces escribir la Ec. (3.26) como

Clz,2') = Cexp [[ie / dg#AH(g)] , (3.27)

en donde C'(z') = C(z), es igual a una constante independiente de 2" y .

Sustituyendo la Ec. (3.22) en la primera condicién de frontera, dadas en las
Ecs. (3.12), se determina el valor de la constante C, de la siguiente manera:

/OO Hm (' (0)|z(s))dx = C/ d:z:hmexp ze/lx der AL (€)]s?

—
—o0 ? 0

X

exp[2trln[(er) sinh(er)]}

exp [ 42(:10 —2)eF coth(eFs)(x — ')

X
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7 )
- éeaw,F“”s - zmQS}

= Clim 32/ dx exp [(_—Z)(xu —1‘22}

5—0 o 2s
— Clims? {/ ) d:ce[<2;>2<x0—xa>]e[<£;>2<7’-?"}}
s—0 oo
= C h'n% 8_2(—2'4%3)% (i47rs)%
= iC(4n)%
Por lo tanto, la constante C' es
C = —i(4m)7?, (3.28)

donde se ha hecho uso de las identidades

o ia2z2 s °
/_OO e dr =1/ pE /_Oo (x — 2)dr = 1. (3.29)

En resumen, de las Ecs. (3.9), (3.22), (3.25) y (3.28), el propagador fermiénico para
fermiones cargados en presencia de un campo magnético externo es

S(x,2") = ®(z,2")S(x,2) (3.30)
donde

1
m+ =7 - (eF coth(eF's) —eF)(x — ')

> ds
2

S(z,2) = — i(47r)2/0 d

) 1
X exp BJWF‘“’ —i(m* + ie)s] exp [—étr In[(eFs) ! sinh(eFs)]

- Z(x — 1) (eF coth(eF's))(x — x’)} (3.31)

B(z,2') = exp [ie / dgﬂAﬂ(f)} | (3.32)

T

Puede notarse de la Ec. (3.30) que la invariancia traslacional del propagador se ha
roto, debido a la presencia del factor de fase ®(z, '), que hace al propagador invariante
de norma cuando A, (§) — A, (&) + 0,A(§). Notemos también, la presencia del término
—1€e que se introduce con el fin de cumplir la segunda de las condiciones de frontera en
la Ec. (3.12).
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En el caso particular de un campo magnético constante en la direccién del eje z, sélo

las componentes Fio = —Fy; = B del tensor electromagnético son no nulas. Se tiene
que el propagador puede ser reescrito de la siguiente manera
*ds eBs
S(z,2)= — (4n _2/ — ——— _exp[—i(m? + i€)s + ieBso:
@a)= — (am)? [ O elin® + i) 3

X exp {—éxﬁ —eBs cot(eBs):z:i]

1 eBs )
S L R e S L | RS

donde hemos usado las siguientes relaciones

o = 2F1201252F12<03 ¥ )

0 03
1 B
exp[—§tr 1n(F‘1) sinh FF] = 5
FcothF —F = . — . (iF12012)
V(F co )T (v-2p) sian zy)e
z(Fcoth )z = xﬁ — Beot(B)x3. (3.34)

Usamos el tensor métrico g" = (1,—1,—1,—1) en el que g" = gﬁ“’ — ¢, lo cual
implica la notacién kff = ki — k3 y k1 = k7 + k3; con la definicién para dos 4-vectores
a* y b* arbitrarios: (a - b)) = a"’ —a®b® y (a-b), = a'b! + a®b*.

La representacién en el espacio de momentos del propagador se obtiene a través de
su transformada de Fourier

S(z,2') = /(347];46_%'(“””/)6(]9), (3.35)

en donde la parte traslacionalmente invariante del propagador Feynman en el espacio de
momentos, después de realizar la integracién espacial que involucra Gausianas, puede

escribirse como
* d
Gplk)= — i / i
0

coseBs

taneB
X exp {is (kﬁ — ki% — mfc + ie) }

ieBsosz }éJ— 3.36
g e - E ], (3.36)
donde m es la masa del fermién correspondiente.
Si en la Ec. (3.36) se toma el limite cuando B — 0, obtenemos
(mf _|_ %) . /OO . ( 2_ 020
N 7 d 1s(q mer'Le) '
k2 — m? + de ik+my) | dse ’ (3.37)
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que coincide con la expresion conocida para el propagador de Feynman de la particula
libre. Cabe mencionar sin embargo que el limite B — 0 no garantiza que la fase de la
Ec. (3.32) se anule, por lo que formalmente, el limite que debe aplicarse es A, — 0.

Este método ha sido extendido al caso de otros campos [46] como por ejemplo el
campo escalar cargado D(z,2) y a los bosones vectoriales cargados (W*) G%'(x,2),
respectivamente

4

iD(z,2') = ®(x,2') / <;I7T];4e_ik'(x_x')D(k), (3.38)
4

iGY (1,7") = ®(x,2) / <;lﬁl;4eik'("”’”/)G“”(k). (3.39)

En el espacio de momento las partes traslacionalmente invariante de los anteriores
propagadores, en una norma arbitraria, son

< d taneB
iDp(k) = / °  exp {z’s <k|2 - k’i% —m® + i€> } , (3.40)
0

coseBs e

< d
S ; 2 _ 1.2 taneBs
Gl (k) = kTR
g coseBs

% {e—is(mgb—ie) [gﬁ'/ + (e2er)/iu]

efis(mgbfie) o efis(fmgbfie)
+ 2
gb

x  [(k" + kyF*((tan(eBs))/B))
x (k" + k,F"((tan(eBs))/B))
- zg (F™ + g™ B tan(eBs))} } . (3.41)

En la Ec. (3.41) tenemos que

sin(2eBs)

(eZeFS)’f = ¢'" cos(2eBs) + F* 5

(3.42)
De igual manera en el limite A, — 0 se recuperan para estos propagadores, las expre-
siones conocidas para los propagadores de Feynman libres en el vacio, respectivamente

1
ka? _ m27
g = (1= Opgr
G k) = —i o (3.43)

2 _ .2
k me,
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Figura 3.1: Niveles de Landau

En este trabajo estamos interesados en el calculo del potencial efectivo, que dia-
gramaticamente se representa por burbujas de vacio es decir, propagadores que se
cierran en el mismo punto espacio-temporal. Por ejemplo, D(z, z), S(z,x) y G*(z, x).
En el espacio de momento, tales diagramas no dependen del momento externo, de tal
manera que el factor de fase se anula idénticamente.

3.3. Niveles de Landau

Es conocido que la presencia del campo magnético externo rompe la isotropia del
espacio, lo cual debe reflejarse en el propagador de Feynman. Este debe separar muy
claramente el movimiento libre en la direccién del campo de la particula cargada,
de la dinamica perpendicular que se cuantiza, precisamente, por efectos del campo. Lo
anterior se debe a que las particulas cargadas alrededor de las lineas de campo sufren el
efecto de la fuerza de Lorentz, la cual las constrine a describir trayectorias circulares,
tal y como se muestra en la Fig. 3.1. Es debido a esta condicién de frontera que el
movimiento de los grados de libertad ortogonal al campo se discretiza. Aunque en la
expresion de los propagadores, los niveles de Landau no se ven de manera explicita,
es posible, por medio de la integracién del tiempo propio, mostrar que éstos estan
presentes.

Ha sido demostrado en [47, 48] que al deformar el contorno de integracién en el plano
complejo s, para el cdlculo de la integral del tiempo propio, la Ec. (3.36) se puede
escribir como

e atprathd k
. K k. Fi A4
iSp(k) Zz::k;ﬁ_QleB—mfc+ie+ki7 o
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donde d;(a) = (—1)"e L, (2a), d/, = dd,, /O,

m2 — k2

LU D = stmy + ), (3.45)

D = (my+ }y) + ki 2

y Li(x), L*(z) son los polinomios de Laguerre y asociados de Laguerre, respectiva-
mente. Se ha usado la siguiente identidad o® = iy'y? = =754 ¥. Ademds u* y b* son
cuadrivectores que describen al plasma en el marco referencia en reposo y la direccion
del campo magnético, respectivamente, es decir que

= (1,0,0,0), b =(0,0,0,1). (3.46)

De igual manera aplicando un procedimiento anélogo al citado en las Refs. [47, 48],
la Ec. (3.40) se puede escribir como

k2
~1) Li(2)e
D —2
D Zzl{? 2l—|—1eB m?2 + i€’

(3.47)

en donde aparecen explicitamente los niveles de Landau etiquetados por el indice .

Un andlisis similar al de la Refs. [47, 48] para los bosones vectoriales Ec. (3.41)
permite escribir el propagador en forma andloga a las Ecs. (3.44) v (3.47). Este se
puede escribir como [49]. Para mostrarlo, vamos a partir de la Ec. (3.41), usando la
Ec. (3.42), en donde cos 2z = 1—2sin® z y sin 22 = 2 cos x sin . Separamos la Ec. (3.41)
en las siguientes integrales para la parte independiente de la norma

o0 dS k.2 k‘2 taneBs _, 2 +)
I, = e Sk kL g —mgy e , 3.48
! /0 coseBs. ( )
00 202
I — — / oo K gl i oS €S (3.49)
0 coseBs
I3 = / dse* i~ =55 5+ 4in e Bs. (3.50)
0
Ejemplificando para la Ec. (3.48), aplicando el teorema de Cauchy y haciendo luego
el cambio de variable s = —i7, con 7 real. Usamos ademas las identidades
in(—ir) = “ 0 cos(—ir) = SO itan(—in) = S0 (351)
sin(—1i7) = cos(—iT) = ———, itan(—it) = —— .
20 2 e —e T’
que expresadas en términos de la variable u = e 2" se escriben como
1 1 1
U 2 —u2 1 2u2 2u
sin(—i7) = = tan(—iT) =1 — : 3.52
in(—i7) 2 7 cos(—ir) 1+u ' n(—ir) 1+ (3:52)
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Con lo anterior podemos reescribir la Ec. (3.48) como

2- 0 2k§(11+1 )
? T (k2 —m2, 4ie€) 1€-¢ “
[ - d eB( Il gb eB 2 — 3.53
1 — eB ; TE 6 u 1 W ( )

Se puede notar que la convergencia de la integral dependerd tnicamente del argu-

. . . o (K —m2,tie)

mento, en la primera exponencial. Esto impone la condicién ——2—- < 0, la cual
es equivalente a considerar momentos en el espacio Euclidiano!. Esto es ttil en los
calculos a temperatura finita, cuando se emplea el formalismo de tiempo imaginario,
en donde los momentos se toman en el espacio Euclideano. Del resto del integrando

hay que decir que permanece finito en el intervalo de integracién.

El cociente del lado derecho en la Ec. (3.53) se identifica con la funcién generatriz de
los polinomios Laguerre, L;(z), definidos como

T Z Li(z)2". (3.54)

Usando la Ec. (3.54) en Ec. (3.53) y el hecho que u = e 27, e intercambiando la
integral por la suma, se obtiene

—2i — 2k B[ el 2 i
=5 (-0 (e§ )eeﬁ / e K- DeBms i) (3.55)
= 0

que al integrar explicitamente sobre 7, origina finalmente

(Qki)e’%
I, =2 eB
! ZZ/@Q 2l7L 1)eB — m? + i€’

(3.56)

expresién que es igual la mostrada en la Eq. (3.47).

Ahora, para calcular I, e I3 hacemos el mismo procedimiento empleado para deter-
minar /1. Haciendo uso también de la Ec. (3.52), obtenemos

L= —N (=D)L, [ 2L ) es dr een (K —2r(HAt ) —mgy+ie) (3 5o
=g () [ Z (357

1

—2i & 2k2\ #2 [
Iy=—Y (=1L, | ==+ / d
©eB l—0< ) l<€B>€B 0 TZ

(%) (U2 a 405 s
A=—1

., 1. (k3 —m2, +ie) . .
IResultado que también es valido cuando ”eiéb > 0, es decir para momentos en el espacio

de Minkowski, por medio de una continuacién analitica [50].
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De acuerdo a lo anterior, reescribimos de nuevo I; de esta manera

20 — l K1\ &
h= = g2tk (2—3)
=0
1
> (|)\| — 1) (k2—27(1+)\+ )—m?, +ie)
d e M), .
x/ Ty @ (3.59)
0 A=—1

Para la parte dependiente de la norma en la Ec. (3.41) tenemos dos nuevas integrales
que escribimos como

©© dS aneBsiam i€
I = / 0 g e s, (3.60)
g Ccose s
> ds zs(k2 kZM —am?, +ie)
Is = - <Bs o) tan? eBs, (3.61)
0 coseBs.

donde a =16 €.

Si en la Ec. (3.56) hacemos el cambio m? — am? tenemos que

L= (ieB)dC]llk({L), (3.62)
Is = (zeB)ZCCll (1];1%(;) (3.63)

Usando las definiciones anteriores para [;(i = 1,2,3,4,5), la Ec. (3.41) puede ser
escrita como

% v FMV
Gy (k)= — ¢"L(1)+2¢\"I,(1) -2 B I3(1)
1 e
—(K*EY +i=F") ([(1) = 1
b RSP (1) = 1)
(ieB) Frv FrA eB
K"k, k' ky—— — i—
+ mgb( g TR i)
% d]l(l) _ d]l(f) i (26B)2 k’/\F“)‘k’prV
dk? dk? mgb B2

<d211(1) - d2[1(§)> |

2 (2 ) (3.64)

Al evaluar explicitamente la Ec. (3.64) se obtiene la exprecién final del propagador

2

(—1)e =n
iGY (k) = .
)g_:l 12; kit — (20 42X+ 1)eB —m3, + ie
(1—&) P 2k
T i Li| == 3.65
8 { +kﬁ—(2l+2)\+1)eB—§m§b+ie] (eB) (3.65)
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donde
1
3| —2) Fry o)\
o S [ p B P )
> o=y -2 RS2 T (2
1 e ExkV RNk EFFPY eB ) d
P = — Wy _ g~ R P i 4 B)——
mgb [(kkz i3 )+ ( 5 + I +z2gL)(ze )dki
k,\ka“’\Fp” , 9 d?
— ) ieB)" ———| . )

De este modo, hemos visto que el propagador de Feynman da cuenta de la sepa-
racién entre la dindmica paralela y transversa, con respecto a la direccién del campo
magnético, pero ademas, refleja la cuantizacion de la energia inducida por el campo
en el plano transverso. Los niveles de energia para una particula escalar, fermiénica o
bosénica se determinan de las Ecs. (3.47), (3.56) y (3.65), y estdn dados, respectiva-
mente por

E} = K3+ (214 1)eB +m? (escalar),
E} = ki+2leB+m} (fermion),
E} = ki+ (2042 +1)eB+am?, (bosén de norma), (3.67)

donde [ denota el nivel de Landau y A, en la tercera de las Ecs. (3.67), se refiere a la
helicidad.

Cabe senalar que en las Ecs. (3.44), (3.47) y (3.41), el espin aparece explicitamente
acompanando a los niveles de Landau, ya que éste también estd cuantizado y se acopla
al campo externo.

Aunque las expresiones obtenidas para los propagadores en las Ecs. (3.44), (3.47)
y (3.41) parecen manejables, es muy complicado desarrollar calculos con ellas. En la
practica, lo que se hace es tomar ciertos limites del campo magnético de acuerdo al
problema fisico bajo estudio. Los limites ampliamente utilizados son con respecto a
una cantidad fisica en el problema: Limite de campo fuerte y limite de campo débil.

En el limite de campo fuerte las particulas no disponen de suficiente energia cinética
para saltar entre los diferentes niveles de Landau, asi que éstos permanecen confinadas
en el nivel més bajo. Este limite es ampliamente usado por ejemplo en el estudio del
photon splitting [51], polarizacién del fotén [50], en el rompimiento espontaneo de la
simetria quiral [52], oscilaciones de neutrinos [53], etc.

El limite de campo débil es mas complicado debido a que se requiere hacer una
resumacion de todos los niveles de Landau, ya que ahora todos los niveles son im-
portantes, para obtener la contribucién del campo magnético. En la siguiente seccién
obtenemos el propagador como una serie de potencias del campo magnético.
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3.4. Limite de Campo Débil

Con el fin de determinar el orden apropiado de la escala de energia durante el desa-
rrollo de la TFED, se recurre a los limites de la intensidad de los campos magnéticos
impuestos por procesos cosmoldgicos en el universo temprano. La relacién entre la
intensidad del campo magnético a gran escala y la temperatura se obtiene, de la exi-
gencia de que la densidad de energia magnética py,q, ~ B* debe ser menor que el total
de la densidad de energia de radiacion pr.q ~ T* en la nucleosintesis, con el fin de
preservar la abundancia estimada de elementos ligeros. Con esto, se obtiene la simple
cota B < T? [54]. Por otro lado, para garantizar condiciones de estabilidad contra
la formacién de un condensado de W [55], se obtiene que el campo es también débil
en comparacién con m¥,. Trabajamos de forma explicita con el supuesto de que la
jerarquia de escalas

eB < m? < T, (3.68)

se cumple. Consideramos a m como una masa genérica del problema a la escala elec-
trodébil.

De esta manera podemos desarrollar una expansion en el limite de campo débil en
las Ecs. (3.47), (3.44) y (3.65) que permiten llevar a cabo la suma sobre los niveles
de Landau para escribirlos como serie de potencias en eB, hasta orden (eB)? a los
propagadores escalar, fermiénico. Esta expansion ha sido desarrollada explicitamente
para el caso de bosones escalares en las Refs. [47, 48], obteniendose

D(k)p = ——— (1 - (B _ 2Bk ) . (3.69)

k2 — m?2 2 _ m2)2 (k2 _ m2)3

Para el caso fermidnico se obtiene [47, 48]

K+my sk +mys)(eB)

S(k)p =
( )B k2_m% (k2—m?)3
e 21.2 2 _ k2
. % <mf + O+ }ﬁmk—l”> . (3.70)

Mostraremos siguiendo de cerca la idea empleada en la Ref. [48], como obtener una
expansion en potencias de eB del propagador de bosones de norma cargados.

Para este caso partimos de la Ec. (3.65) reescribiendo el primer sumando, y facto-
rizando en el denominador

2ie” :% ! © <_1)1Ll (26%)
G (k) = T
i (k) k2 —m2, + e e 2 Z1 (20 +2)+ 1)

)\:—1 =0 b-He
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k;2 oy + e Z_ TWZ (QekB)
y Z( (20 + 2 +1)eB) |

gb+7’€

(3.71)

donde, debido a la jerarquia de escalas discutida al inicio de esta seccion, en el sumando
introducimos una serie geométrica

1

_i((2l+2)\+1)63)j (3.72)
Intercambiando las sumas, el propagador se reescribe como

i — eB 7
O = b __ e
i () k2—m§b+ie;(l€f—m§b+ie)

x {2ei2ﬁ i Tul’i(—l) L (ikB>(2z+2A+ 1)7 } (3.73)

Para el término entre llaves, denotandolo como S;, tenemos tres tipos de sumas
1

S - fj

( ) (20 42X + 1), (3.74)
A=—1
G 3>\ — 2 - 2k%
S? = 2e" b Z (3A —2) | Z ( )(2z +2A+ 1), (3.75)
A=—1 1=0
§ — 9ot S (M) 'L, 2k} 2 + 2\ + 1) 3.76
F=2emh Y () DL T @21y, (3.76)
A=—1 1=0
que pueden ser calculadas de manera explicita por medio de las siguientes identidades
k2 k2 K2
6_7' L tanz e—z L tanz —z tanx
fi=—; fo= sinx; fy = sin x cos x, (3.77)
cosS T cos T cos T
de las cuales se sigue que para una determinada j, S 123 satisface las siguientes rela-
ciones
L7 fy LA fy L fs
T _ 2 _;J 3 _ ;J
S;=1 dwi | S5 =1 T , S5 =1

. dwi |, (3.78)
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Las integrales, denotadas como I;(i = 1,2,3), pueden ser calculadas a partir de
i(i=1,2,3)
Sj
L, | = ER— 07— a2} SJZ , (3.79)
I 17 Mgy 5= M| — @b S3

junto con Iy 5, dadas en las Ecs. (3.62) y (3.63).

Después de tomar las derivadas sobre las f; se tiene que el propagador de los bosones
vectoriales cargados, en una norma arbitraria, en el limite de campo débil es

v |05
g —(1=¢) P—¢m?,

G (k)= — i
B k% — mgb
k Fre i 1 1
— (eB) |5 (ka +kuB)< — - . 2)
Mab (k2 B mgb) (k2 B £WLgb)

_ F( 2, (1-¢ )]
B\ (k2 — nﬁw)2 2 (k2 —m2,) (k2 — &m2,)

©oiepy | SR 290K
(k2_m2 )3 (k‘?—mQ )4
gb gb

B 2k“k:” ki 1 _ 1
mf]b (kz - mf;b)4 (k2 - €m3b)4

N g\ 1 B 1
2m? (k2 - mﬁb)Q (kg - émﬁb)z

2 k:,\F/‘Ak:pFP”> 1 1
_ — . 3.80
mgb ( B2 (k:2 — mzb)3 (k‘Q — fmzb)g ( )

Las expresiones dadas por las Ecs. (3.69), (3.70) y (3.80) se emplearan en el andlisis
del potencial efectivo, ya que las particulas que cada uno de estos propagadores describe
se acoplan en el fase rota al campo magnético externo. Esto quiere decir que la dindmica
de estos campos en el plasma del universo temprano esta influenciada por el efecto del
campo magnético externo de manera directa.

Finalmente observemos que para la jerarquia de escala asumida sea valida, hay que
alejarse del valor de £ = 0, ya que de acuerdo a la Ec. (2.43) (m% = fmgb), esta opcién
en el pardmetro de norma daria lugar a la desaparicién de la masa de los campos
fantasmas.
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En el siguiente capitulo se complementan las herramientas necesarias que facilitaran
el estudio del PE a temperatura finita.



Capitulo 4

TEORIA DE CAMPOS A
TEMPERATURA FINITA

Los sistemas donde las particulas elementales estan sometidas a condiciones extremas
de alta temperatura y densidad, aparecen en varias areas de la fisica. El ejemplo mas
conocido es el universo en las primeras etapas de su expansién. La teoria de la gran
explosion afirma que el universo estaba descrito como un plasma caliente y denso en el
pasado [56, 57], con una temperatura del orden de 10! GeV después de 1073 seg de la
gran explosién hasta 100 GeV entre 10735 — 1072 seg durante la era de la TFED. Otro
lugar, donde la materia existe en condiciones extremas de altas densidades, puede ser
creado en el laboratorio, a saber, en las colisiones de iones pesados relativistas, materia
subnuclear es creada, con densidad de energia superior a la escala QCD [58].

Desde el punto de vista practico, hay una amplia variedad de aplicaciones de la teoria
de campo a temperatura finita en cosmologia y en la descripcién de experimentos de
laboratorio. Las transiciones de fase a alta temperatura, tipicas de las teorias de gran
unificaciéon (GUTSs), pueden ser importantes para describir la inflacién cosmolégica
y las fluctuaciones en la densidad de materia (o antimateria). Los llamados defectos
topoldgicos pueden surgir en las transiciones de fase e influenciar las propiedades del
universo que observamos hoy.

La descripcién de la transicion de fase electrodébil, es un elemento crucial para el
estudio de diversos escenarios de la bariogénesis electrodébil. A su vez, esta transicion
de fase también puede jugar un papel en la generacién de los campos magnéticos
observados en el universo. La transicién de fase de QCD y las propiedades del plasma
de quarks y gluones son esenciales para la comprensién de la fisica de las colisiones de
iones pesados. Ademas, en cosmologia puede influir en el espectro de las fluctuaciones
de densidad de energia, relevantes para la formacion de estructuras.

El formalismo usual de la teoria cudntica de campos convencional (a temperatura
cero) es adecuado para describir observables (por ejemplo, secciones eficaces) medidos
en el vacio del espacio-tiempo, como las interacciones entre particulas que se producen
en colisionadores (CERN y FERMILAB). Sin embargo, cuando los sistemas pueden
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describirse introduciendo el concepto de bano térmico hay que recurrir a las técnicas
desarrolladas por la teoria de campos en términos estadisticos, llamada teoria de campo
a temperatura finita o Teorfa Térmica de Campos (TTC). La TTC es una combinacién
de tres areas basicas de la fisica: mecanica cuantica, relatividad especial, y mecanica
estadistica.

El enfoque de la TTC es diferente al de teorias mas usuales tales como la teoria
cinética [59] ¢ la teorfa de muchos cuerpos [60]. La TTC tiene sobre las anteriores,
las siguientes ventajas: i) puede formularse en términos de integrales de camino, ii)
permite estudiar teorfas de norma no Abelianas y iii) es covariante de Lorentz.

La idea principal de la TTC es utilizar el enfoque habitual de integrales de camino
en teoria de campo en el vacio y describir la temperatura que aparece en el factor de
Boltzmann exp(—SH) (8 = 1/T') como el operador de evolucién temporal, con variable
temporal compleja t = —if3.

Dentro de la TTC se pueden distinguir dos clases de formulaciones: una clase basada
en un contorno temporal complejo y la otra basada sobre las C* algebras. Esta ultima
es conocida como la Dindmica de Campos Térmicos (DCT), la cual fue desarrollada por
Umezawa-Takahashi (1975) [61]. La idea central de la DCT es expresar los promedios
estadisticos de una variable, representada por un operador hermitico A, como el valor
esperado de este operador en un vacio dependiente de la temperatura

<0(B) | A10(B) >=271(B) ) e <n|Aln>, (4.1)

n

donde el estado | 0(3) > puede ser expresado como una superposicién de estados (| n >)
del espacio de Hilbert, es decir

[0(8) >=Z72(B)> e 2 | n>. (4.2)

n

Respecto a la primera formulacion esta a su vez se divide en dos formalismos, de
acuerdo a la forma de tomar en el plano complejo el contorno temporal y son: el
formalismo de tiempo imaginario (FTI) y el formalismo de tiempo real (FTR). Ambas
estan relacionadas mediante una transformacién unitaria [62] cuando estén escritas en
términos de funciones de Green retardadas y por lo tanto son fisicamente equivalentes.

En el FTT el contorno en el plano complejo ¢ consiste en tomar una linea recta a
lo largo del eje imaginario t = —i7, este es el llamado contorno de Matsubara [63].
Posteriormente, debido a los trabajos de Schwinger [64], Mills [65] y Keldysh [66] se
desarroll6 un formalismo basado en la seleccién de un contorno, a lo largo del eje
real. Este es llamado el FTR. Las diferencias entre las dos formulaciones son a nivel
de cdlculo. En el FTI, el tiempo se restringe al intervalo [0, 5] lo cual se traduce en la
discretizacion de la componente temporal del momento, que eventualmente tiene que ser
continuada analiticamente a valores reales. Debemos senalar que esta inicamente puede
describir un sistema cerca del equilibrio térmico (o con una dependencia temporalmente
lenta). En el caso del FTR, la componente temporal del momento no es discreta, por lo
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que una continuacién analitica no es necesaria. Técnicamente este formalismo es mas
complicado, debido a que el niimero de grados de libertad se duplica.

Las principales aplicaciones de la TTC en fisica de altas energias pueden ser clasifi-
cadas en tres clases:

1- Cosmologia: Si se esté interesado en los estudios de plasmas calientes, el universo
temprano resulta ser un muy buen ejemplo. En cualquier momento antes de
la era de la recombinacién, la expancion del universo es mucho menor que el
camino libre medio entre las particulas, de modo que se puede decir que el plasma
del universo temprano es un plasma perfectamente termalizado [67]. Lo ante-
rior también queda claramente demostrado por los resultados del COBE, que
muestran un espectro uniforme de radiacién de cuerpo negro, hasta fluctuaciones
6T /T ~ 107° [68]. El rango de temperatura del plasma primordial, es de unos
pocos eV hasta la masa de Planck [69]. De hecho, el primer y mejor éxito de la
TTC concierne a la descripcion de la restauracion de la simetria en teorias de
norma espontédneamente rotas a temperatura finita [70]. Este resultado es crucial
en el caso del ME, donde el orden de la transicién de fase es importante para la
bariogénesis.

2- Astrofisica: Los ntcleo de estrellas de neutrones, supernovas, gigantes rojas y
enanas blancas estdn compuestos de un plasma extremadamente denso (p = 10—
10%gr/em?). La temperatura también puede ser muy alta (del orden de decenas
de MeV') durante el colapso de una supernova. No existen muchas aplicaciones de
la TTC a tales sistemas, pero los estudios recientes indican que el mecanismo de
enfriamiento en gigantes rojas y enanas blancas, sucede mediante el decaimiento
del plasmon en dos pares de neutrinos vv [71]. Tal resultado ha demostrado ser
muy util [72].

3- Colosiones de lones Pesados: La factible creacién en el laboratorio del llamado
plasma de quarks-gluones [73]. Simulaciones en lattice demuestran claramente
que QCD tiene una transicion de fase en T ~ 150 — 200 MeV, por encima de la
cual los quarks y gluones estédn desconfinados [74]. La descricién de seniales que
muestran la existencia del plasma de quarks-gluones, como la pérdida de energia
se lleva a cabo mediante el uso de la TTC [75].

Como mencionamos en el capitulo I, durante la TFED, la tasa de interaccion entre
las particulas era mayor que la tasa de expansion del universo, por lo que éste se puede
considerar como un sistema en equilibrio térmico, y por lo tanto el F'TI puede aplicarse
sin ninguin problema.

En este capitulo se presentan los elementos basicos de la formulacion de tiempo
imaginario de la TTC. Ademas, la técnica de la transformada de Mellin que permite
obtener el comportamiento asintético de sumas e integrales infinitas. Estos elementos
nos permitiran el calculo de las autoenergias, que contribuyen a la fase rota, y con estos
el potencial efectivo del modelo estandar a temperatura finita.
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4.1. Formalismo de Matsubara

Histéricamente, Matsubara [63] fue el primero en construir una TTC mediante la
incorporacién de una variable de tiempo puramente imaginaria, en el operador de
evolucién, dando origen al formalismo de tiempo imaginario (FTT). Los valores discretos
que toma la energia, sobre las que uno tiene que sumar, son llamadas frecuencias de
Matsubara. En el formalismo de Matsubara (FTI), la idea bésica es que los valores
esperados de los operadores se pueden escribir como los valores esperados entre estados,
cuyo peso estadistico corresponde a una situacién de equilibrio térmico.

El comportamiento estadistico del sistema cudntico en equilibrio térmico es normal-
mente estudiado mediante el uso de un ensamble apropiado. Asi, por ejemplo:

El Ensamble Microcandnico es usado para describir un sistema aislado que no
intercambia energia ni materia con el medio. El nimero de particulas N, su volumen
V' y temperatura T permanecen constantes.

El Ensamble Canénico describe un sistema que intercambia energia térmica, me-
diante el contacto con un reservorio térmico, pero no materia. La temperatura varia
mientras el volumen y ntimero de particulas es constante.

H =1, (4.3)

El Ensamble Grancanonico el sistema puede cambiar energia y particulas con el
reservorio. Su temperatura y nimero de particulas varia con el tiempo.

H =H — uN. (4.4)

Las propiedades cualitativas de un sistema a temperatura finita no dependen de la
naturaleza del ensamble. En general, se define la matriz de densidad de un sistema
como

p(8) = M. (45)
Dada la matriz de densidad, se define la funcién de particion del sistema como
2(8) = Tx p(B) = Tr &M, (4.6)

donde Tr representa la traza, y se toma sobre un conjunto completo de estados.

Por otra parte, el valor esperado una operador A asociado a una observable fisica es

Tr Ae =AM

BT 4.7

1
— —BH —
<A>—ZE <n|Ae |n>=

donde la relacién entre un operador en la imagen de Heisenberg Ag(t) y el correspon-
diente operador en la imagen de Schrodinger A, es

Ay (t) = et Ae M, (4.8)
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En general, la funcion de particion de un sistema estadistico no puede ser evaluada
exactamente. Mediante el formalismo de Matsubara (via el método operacional o el de
integrales de camino) se puede evaluar la funcién de particiéon de manera perturbativa,
empleando un método diagramatico analogo al usado en teoria de campos a T' = 0. El
hecho crucial aqui radica en que la matriz de densidad en la Ec. (4.5) se puede escribir
como un operador de evolucion temporal para tiempos imaginarios negativos, esto es:
e~ con t = —iT con T > 0, una variable real, es e”"",

Para una teoria de campos, a T = 0, la funcion de Green o la amplitud para una tran-
sicién de un estado inicial ¢y (x1,t;) = ¢1(2) a un estado final ¢5(x) en la representacién
funcional es

< ¢1(2) | a(2) > = < u() | e T | go(a) > = N / Dee™, (4.9)

donde ¢;(z;,t;) con i = 1,2 es el campo evaluado en el punto = en el instante de
tiempo t. N es una constante de normalizacién, y D es la medida, que significa que
en cada punto del espacio hay una configuracién de campo diferente y para tener una
base completa es necesario considerar todas las configuraciones de campo en todo el
espacio. S es la accion, definida como

S = /ﬁd“x. (4.10)

con L definiendo la densidad Lagrangiana apropiada, del sistema.

Ahora podemos identificar en la Ec. (4.9) a
t —ty = —if3. (4.11)

Con lo anteriormente expuesto, escribimos la funciéon de particién para cualquier
sistema cudntico (en una basa continua) como

Z(B) = Tre "= /dgbl(x) <y | e gy >
= ./\//ngexp [iSE], (4.12)

donde Sg estd relacionado con la accién Euclideana (o tiempo imaginario ¢t = —ir).
Ademés, hemos identificado el operador e=#* como un operador de evolucién en tiempo
imaginario. Para lo anterior se ha generalizado los argumentos temporales de los campos
al plano complejo. Adicionalmente, se requiere definir un contorno C' en dicho plano; la
eleccion de C' no es arbitraria. El tiempo ¢; en el cual comienza el contorno es arbitrario;
sin embargo, el tiempo final queda determinado por t; = i3, tal como muestra la Fig.
4.1.

Haciendo una continuacién analitica a tiempo imaginario, podemos escribir la ampli-
tud de transiciéon también de esta manera

< ¢1(x) | et (ti—t2) | go() > = < ¢y(z) | e 717 | po() > . (4.13)
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donde t €[ty ta] y 7T €]0, 5].

En la imagen de Schrodinger, los operadores de un campo escalar y de momento al
tiempo ¢ = 0 son ¢(x,0) y w(z,0). Los estados propios de los anteriores operadores,
denotados como | ¢ > y | m >, satisfacen las siguientes ecuaciones de valores propios

¢(z,0) | ¢ >=¢(z) | ¢ > (4.14)

7(z,0) | m >=m(x) | 7>, (4.15)

con valores propios ¢(x) y 7(z), respectivamente.

Ademas, estos estados propios, en una base continua, satisfacen las siguientes condi-
ciones de completes y ortogonalidad:

/ 06| 6><d =1, <ol ds>=dldalz) — do(x)] (4.16)

/dw rs<rl=1, < |m = olma(x) — (). (4.17)

De otra parte, la llamada funcién de transformacién de las representacién de coor-
denadas y de momento, de la mecanica cuantica, puede ser generalizada al caso de un
nimero infinito de grados de libertad, como el de los campos cuanticos, de la siguiente
forma

<¢|m>=exp {i/dgasﬂ(as)qﬁ(x)} : (4.18)

También, de manera analoga al caso de la mecanica cuantica, el Hamiltoniano del
sistema que depende de las variables candnicas del problema, nos permite estudiar el
comportamiento dindmico de éste. En el caso de campos cuanticos sucede lo mismo,
solo que el Hamiltoniano es la funcional del campo y del momento conjugado

H= / dP*xH(p, 7). (4.19)

Por lo tanto, la amplitud de transicién, dada en la Ec. (4.13), se puede reescribir
como < ¢y(z,ty) | e i | po(x,0) >.

Debido a que estamos interesados en describir el comportamiento de un sistema de
muchas particulas, via la teoria cuantica de campos, este debe por lo tanto cumplir
ciertas condiciones impuestas por la mecanica estadistica, una de las cuales es restringir
al sistema a hallarse en equilibrio. Lo anterior implica que los estados iniciales, al
evolucionar de un tiempo ¢ = 0 a uno final ¢, regresan a su estado original, por lo que
la amplitud de transicién es < ¢, | exp~ 1 | ¢, >.
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Para obtener la forma explicita de esta amplitud, dividimos el intervalo de tiempo
[0,%f] en N intervalos con igual duracién At = t;/N. Ademds, insertando de manera
alterna los conjuntos completos dados en las Ecs. (4.16) y (4.17) se obtiene

N—oo

4 d
< ¢alexp™™ |¢, > = lim (H 7T’d@)

< Ga|mn >< wn|exp T oy >< gy|Ty_1 >
< TN_1| exp tHA! lon_1 > X...
<y | >< T | exp A >< ¢y | b > . (4.20)

De otra parte, en el limite cuando At — 0, el operador de evolucién puede ser
expandido de la siguiente forma

< mlexp Ay > ~ < m|(1 —iHAL)|¢; >

= (1 —1iH;At)exp[— /d?’xm( Voi(z)], (4.21)

donde hemos usado la Ec. (4.18) y H; = [ d*xH(mi(z), ¢s(x)).

Sustituyendo la ecuacién anterior en el lado derecho de la Ec. (4.20) y, haciendo una
serie de pasos algebraicos, se obtiene

dm;

< Galexp M ¢, > = lim (H

N—oo

d¢z> 6(d1 — da)

—zAtZ/f’ H(m;, ;)
_ WM)} (4.22)

X

exp

TAt

donde ¢ny1 = ¢y = ¢1.

Tomando el limite continuo de la Ec. (4.22), obtenemos la representacién funcional
de la amplitud de transiciéon como

, S(w.ts)
< gol exp Y [, > = / [dr] /¢ ' [dg]

(z,0)

x exp{ /tf/d?’ (wj 7”“ ) H(wj,qu))} (4.23)

denotando con [dn] y [d¢] la integracién funcional. Ademads, las condiciones de periodici-
dad sélo restringen a la funcién de onda ¢ y no al momento 7. La Ec. (4.23) tiene la
ventaja que no hace referencia a ningtin operador [57].
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La funcién de particién para describir un sistema termodinamico en equilibrio la
podemos expresar como

Z =Trexp 1 = / dpg < ¢o | exp™ P | ¢y >, (4.24)

donde la suma corre sobre todos los estados. Haciendo ahora una continuacién analitica
al tiempo inmaginario 7 = it, los limites de integracién sobre 7 son 0 y . La Ec. (4.24)
tiene un aspecto muy similar a la amplitud de transicién dada por la Ec. (4.23) permi-
tiendo expresar a Z como

7= fJu ]
X exp {/Oﬁ/d% (mg—: — H(ﬂ,gb)) } . (4.25)

El término periddico, referente a las condiciones de equilibrio, se refleja en que hay
restricciones en la integracion sobre ¢, = ¢(x,0) = ¢(z, ). En el caso de tratar
con bosones, estas funciones ¢, son periddicas. Si son fermiones se refleja en la anti-
periodicidad para las funciones 1,, que son variables que siguen el dlgebra de Grassman.
En cualquiera de los casos anteriores, la energia se discretiza en la llamadas frecuencias
de Matsubara. Por iltimo, no hay restrincién alguna sobre 7.

Ejemplificando lo anterior en el caso de un campo escalar neutro, cuya Lagrangiana
es

1 1
£ = 50,006 — Sm*6* — U(0) (4.26)
donde el potencial renormalizable hasta orden cuértico en ¢ es

U(g) = go° + A¢' (4.27)

con A > 0 para garantizar la estabilidad del vacio. El momento conjugado es

oL (0]

= == 4.28
T ) Ot (4.28)

en donde el Hamiltoniano escalar es
1 1 2
H(m,¢) = 57 + 5 (Vo) + 6" + U(9). (4.29)

Para evaluar la Ec. (4.25) se retorna al caso discreto, esto es

Moo g
7z = I : ‘
Nlinoo (H /oo 27 /eriodica d¢z>
=1 p
N
exp {Z / dSI [iﬂ'j (¢j+1 - ¢j)
7=1

- Ar (lw? + %(ng)? - %24252 + U(qb))} } : (4.30)

X

2 J
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Las integrales sobre el momento son Gaussianas

* dn, AV P [T dm (@11 — ¢5)°
[ e -G rin an) = [ Gren{Puot

Por lo anterior la funcion de particién toma la siguiente forma

N N
Z = ]\}131)0(2@_]\[/2/ [Hd@] exp{AT;/d?’m

1 L — D 2 1 2
X [—5 <w> —5(Vé;)" + %¢§ +U(¢;)

}. (4.32)

Retornando al limite continuo se obtiene

2= [ el [l [ (52)
+ (Vo) +m’¢* +U(¢))} (4.33)

donde N’ es un factor constante de normalizacién que no tiene importancia y el término
que aparece en la exponencial es la accion Euclideana para el campo escalar, dada por

8 2
Sp = —%/0 dT/dgfL” [<%> + (V)2 + m?p* + U(9)

en el caso de campos escalares sin interaccidnes, usamos la Ec. (4.33) con U(¢) = 0.

(4.34)

Integrando por partes, la integral de 7 en la Ec. (4.34) y aplicando la condicién de
periodicidad, obtenemos

[l - [+3)6)
Lol e o

Lo anterior permite reescribir la accién FEuclideana como

- __/ dT/dgfL‘ b [———v2+m ] . (4.36)
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Debido a que 7 esta constrenido a vivir en una linea recta, el campo ¢ puede descom-
ponerse en ondas planas de la siguiente manera

/2 o — —
om0 =(5) X LT T, (4.37)

n=—0o0 p

donde debido a las condiciones de periodicidad, ¢(z, 3) = ¢(z,0) para todo z, en# = 1
implica que las frecuencias del campo de bosones son discretas, w, = 27nT’, y son
conocidas como frecuencias de Matsubara. En el caso de fermiones la condiccion es de
antiperiodicidad, ¢ (x, 5) = —¢(x,0) lo que implica una frecuencia de Matsubara para
estos campos igual a w, = (2n+ 1)7T. Ademés, dado que ¢_,,(— ) = ¢ (P) tenemos
que

’

T g, (). (4.38)

sn=(2) ¥ ST

n'=—oc0 p’

La sustitucién de las Ecs. (4.37) y (4.38) en la Ec. (4.36) implica que la accion es

B
s = =5 (F) [ [ #e X 0w w74

X (D)o (T) (w2 + P +m?)
= o > (3 + )6 (P57, (4.39)
n, P

donde w = (p? + m?). Ademds, podemos notar que la accién no depende de la fase.

Reescribiendo el campo escalar de la siguiente manera, ¢, (') = ¢’*A,(7’) y usando
el resultado obtenido en la Ec. (4.39), podemos expresar la Ec. (4.33), después de
integrarla, como

Z = N’ H /oo e—%ﬂg(w%erQ)A%(?)dAn(ﬁ)
— LJ —00
n, P
r 271_ 1/2
= N - 4.40
11 _ﬁ2<wz+w2>] (4.40)
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donde el 27 viene del hecho que por cada integral del campo, hay un factor de 27
procedente de la integracion sobre el momento, el cual puede ser ignorado sin afectar
la termodindmica del sistema. Lo anterior permite reescribir la Ec. (4.41) como

1 1/2
Z = —_— . 4.41
11 {5z A
n, P
De manera més formal podemos expresar la Ec. (4.33) como

Z =N / [d¢) exp {-%(@ng)} . (4.42)

De otra parte, la integral Gaussiana que nos interesa, después de diagonalizar la
Matriz D, es

/ dprdps........... dppe2%Pis% = (27)"/2(det D)~/2, (4.43)

donde (¢, D) denota el producto interno en el espacio de funciones, con

82
_ 32 2
D=p (_GTQ_V +m> (4.44)
en el espacio de configuraciones 6
D = (w2 + w?) (4.45)

en el espacio de momento. Por lo tanto, la funcién de particion se relaciona con el
determinante del operador de la accidn.

Tomado el logaritmo natural de la Ec. (4.41)

_ 1 _ v -1 @p n [ 8% (w? + w?
InZ = 2};{62(wﬁ+w2)1 2v;/(2ﬂ31 (37 (w2 +w?)],  (4.46)

por integracién sobre todos los valores de 7', con
d3p
Y -V / ) (4.47)
é
p

donde V es el volumen.

A partir de la Ec. (4.46) podemos determinar la energia libre de un gas de bosones
escalares

= 3 'lnz= VTZ/ ' = In [ (w] + w?)] (4.48)
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donde w? = p? +m? es la energia de los bosones y V' es el volumen. Para hacer la suma
sobre frecuencias de Matsubara, derivamos la Ec. (4.46) con respecto a w, definiendo

v(w) = Y In(w? +w?) (4.49)

n=—oo

entonces,

(w) 2w
= > ) (4.50)

n=—oo

Usando la identidad

> Y 1 1 1 =« e~y
_ - 1z thmy = —— + = _— 4.51
1 ;(?/i+n2) oy 2 T T T Ty T T e (4:51)
con y = fw/2m, se obtiene
ov(w) 1 e Pw
5o =20 {5 | (4.52)
que después de integrar es
1
v(w) =20 [% + 3 In(1 — eﬁ“’)} . (4.53)

Finalmente, sustituyendo la Ec. (4.53) en la Ec. (4.48), obtenemos que la energia libre
es

Q= V/ (S;Z;S [% + 47 In(1 — e*W)} . (4.54)

El primer término es independiente de la temperatura y corresponde a la contribucién
del vacio, el segundo término corresponde a la contribucién de materia.

En el limite m? << T? y después de integrar por partes

0=

VT4 /°° x3dx VTt
0

672 B

— 4.
et —1 90 ’ (4.55)

donde la presién y la densidad de energia se obtienen, respectivamente, de las relaciones

P=% e=L=3p

2T 2T
P= 50 €= 50 (4.56)
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4.2. Reglas de Feynman en el FTI

Las reglas de Feynman en el formalismo de tiempo imaginario que se emplearan en el
calculo de las auto-energias de los campos, son andlogas a las reglas que se emplean en
el vacio, T' = 0. Teniendo en cuenta el cambio en la variable temporal t — —i7, para
un campo escalar libre en el espacio de configuraciones se tiene que

t — —iT 0?
(@8“ - m2) N (—w — V2 —+ m2> s (457)
que en el espacio de momentos es
(k" —m?) — (=1) (w2 +k* +m?), (4.58)

en donde la métrica de Minkowski se ha transformado en la métrica de Euclides.

A continuacién estableceremos las reglas que nos permitiran transformar expresiones
obtenidas a T' = 0 a expresiones dentro del FTI (7" # 0), de la siguiente manera:

1. En general podemos obtener el resultado de la Ec. (4.60) a partir de esta regla
de transformacion

k’o — an
—

(k k" —m?)” (=17 (wi + k> +m?)°. (4.59)

2. Las condiciones de frontera impuestas a los campos afectan al elemento de volu-
men del espacio fase, estableciendo la siguiente condicion

[l ow- L aw  ow

3. Los vértices a T" = 0 estan acompanados por un factor de ¢, mientras a 7" # 0
esté esta ausente en la fase de la Ec. (4.12).

4. De igual modo a T' = 0 los propagadores llevan el factor de 7, y debido que a
T # 0 estd ausente el i de la Ec. (4.12) no aparecen en los propagadores.

De las anteriores reglas, se desprende que los efectos térmicos que aparecen en los
lazos, y no en los vértices, solo seran visibles en los propagadores.

De otra parte, en el formalismo de tiempo real, a diferencia del FTI, los grados de
libertad en los campos se duplica, por lo que las reglas de Feynman son un poco mas
complicadas.
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Figura 4.1: Diagrama de Feynman para la teorfa A¢?.

4.3. Aproximacién Hard Thermal Loops

Uno de las métodos ampliamente usados en TTC para determinar las contribuciones
dominantes en la temperatura en las integrales de momento del lazo, y obtener resul-
tados libres de divergencias infrarojas e independientes del parametro de norma, es la
técnica de resumacién llamada Hard Thermal Loops (HTL) [76].

Para ilustrar en qué consiste esta técnica tomemos como ejemplo el calculo de la
auto-energia de una funcion de tres puntos como se muestra en la Fig. 4.1, para una
teorfa escalar con interaccién \¢?

A2 d*k 1
-5/ @n)i [~ me|[(k — p) — ] (4.61)

La expresion para la auto-energia de la Ec. (4.61), de acuerdo a las reglas de Feynman
del FTI, se escribe como

3k 1
(por, P) = , 4.62
(p ! Z/ w2 + wz][(w% _ Zp()l)z ¥+ wzip] ( )
donde w, = 2> +m? conx =k 6 k—p, w, = 2minT y py = 2milT, con n y | enteros y
1 s 1
Alpo,wy) = —5——5=— ) ——. (4.63)
Py — W, = 2wy, por — swy,

El siguiente paso para hacer la suma sobre las frecuencias de Matsubara, siguiendo
la Ref. [78], sustituimos la Ec. (4.63) en la Ec. (4.62) se tiene entonces que

A3k rs
H(py, p) = T
(bt > | G > T
1

) 4.64
. 2T + iswg|[2nnT + ipo + irwg_,) (4.64)
Ahora, mediante la utilizacién del a siguiente identidad
1 m
- — = X [coth(mx) — coth(my)], 4.65
S e~ () * otht) —coth(ry) (4.65)
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se tiene que la Ec. (4.64) se puede reescribir de la siguiente manera

)\2 / d3k. 1 1
(pa.p) = 5
(p l p) 2 (27-(-)3 7,782;1 kawk‘—p SWg — (rwk—p + pOl)
) o (B2)
X [r coth <2T> r coth ( 5T ], (4.66)

donde se a usado el hecho que coth(x + ilm) = coth(z) y scoth(sz) = coth(z), de
acuerdo al hecho que py = 2inlT.

Este es un paso importante para implementar la periodicidad en la expresion y que
finalmente permite la continuacion analitica del resultado para los valores complejos
arbitrarios de pg;. Cuando esta condicién no es tomada en cuenta el resultado no puede
ser interpretado por razones fisicas [84], como se demuestra en el Apéndice I de [83]. Si
esta condicién no es tomada en cuenta, la continuacién analitica final ha conducido a
un resultado erréneo que debe ser corregido mediante la adicién de la funcién [ [, [78].

Como puede observarse de la Ec. (4.66), la integral sobre el 3-momento es muy com-
plicada debido a las variables angulares. Es en este punto donde las aproximaciones nos
permiten a sacar la informacion fisica relevante al problema. En nuestro caso estamos
interesados en un régimen en donde la temperatura es la escala més alta y en donde la
masa de las particulas que se mueven en el plasma del universo temprano varia con el
vev. Bajo estas condiciones es posible aplicar la aproximacién HTL y resolver la parte
angular de la integral sobre el 3-momento.

De acuerdo a la Ref. [77] podemos decir que HTL consiste en las siguientes aproxi-
maciones

k~T >>pm; wpy = wg+cos(0); n(wgsy) = n(wy) + cos(b), (4.67)
donde 6 es el angulo entre k y p.
Al remplazar estas aproximaciones en la Ec. (4.66), obtenemos

(iwap) = —> > / (d3k ! {1+2n<wk>

2 £ 2m)3 4w? | s twy, + 2wy,

d k
N n(wy) pkx }’

dwy, s 1w, w, — pkx

(4.68)

donde z = cos 6.

Usando el hecho que

x T S iWRWE | .
d ==y | —k A,
/ f(s LWy Wy — kp;p) kp kng Il(lswmwk pm), ( 69)

y después de hacer la parte angular de la Ec. (4.68) se tiene
~ A2 dk k* dn(wy,)

(7w, = —— 4.70

wop) = <5 3 [ Gop L (4.10)

8 {_2_szwmwkln<zswmwk—pk)]}‘ (4.71)

kp s twpwy + pk
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Es bien sabido que para la mayoria de las teorias a temperatura finita las auto-
energias muestran un comportamiento no analitico en el origen del espacio de momento-
frecuencia [78]. Entonces, parametrizando el momento externo p, = (po,p) — 0 se
presentan dos situaciones al tomar este limite totalmente diferentes: 7) pp = 0,p — 0
que da cuenta de las propiedades de apantallamiento que sufren las particulas en el
plasma y i) po — 0,p = 0 que representa las oscilaciones de longitud de onda larga
en el plasma. Tomando la continuaciéon analitica tw,, — po con py real, y después
sustituyendo pg = ap se tiene que

. )2 dk k2 d —k\?
f(ap,p) = — 5 i) {—4—0“0'“ In (aw’“ ) } (4.72)

2 ) (27)?4w?  dwy k awy, + k

con la sustitucién anterior se esta paramerizando la forma en que el momento externo
se acerca al origen.

Las dos situaciones anteriores fisicamente corresponden a tomar en la Ec. (4.72) « — 0
y a — 00, respectivamente. Analiticamente lo anterior corresponde a lo siguiente

- 22 dk  k? dn(wyg) 0, a—0
M(ap,p) = 2 (2m)% 4w?  dwy, {_4 B ( —4, o — o0 )} ’ (4.73)

Por lo tanto, sustituyendo ahora la Ec. (4.73) en la Ec. (4.68), se tiene

A2 dk k2 k* dn(k)

con d,9 la delta Kronecker. La preservacién de la masa desde el inicio ha evitado la
presencia de las divergencias infrarrojas en la Ec. (4.74).

La no conmutacion de los limites anteriores esta asociada a la presencia de puntos
rama de la funcién logaritmica de la Ec. (4.72). De acuerdo a la Ref. [78] los puntos rama
se hallan en awy, = £k, en donde el origen de este término resulta de la integracion
angular y en general aparecen independiente del método que se use para hacer las
integrales.

Evaluando en el limite infrarrojo pg = 0,p — 0

z2 {g

n70,p - 0) = ———

+In | — ) +

n —— J—

m o/nT) P T 8m2r?
donde g es la funcién gamma de Euler.

La aproximaciéon HTL permite obtener las contribuciones dominantes en la tempe-
ratura, en el sentido que al no haber otra escala de energia presente en las integrales de
momento (en la HTL se desprecia la masa) el resultado de las integrales esta en funcién
de la tnica escala presente, la temperatura. Para diagramas con mas de un propagador,
la suma de frecuencias de Matsubara es mas complicada. Una manera conveniente de

abordar este problema es mediante la implementacion del pardametro de Feynman a
T #0.
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4.4. Transformada de Mellin

En el cdlculo de nuestras cantidades fisicas de interés, no podemos extender direc-
tamente los resultados de la teoria cuantica de campos a temperatura nula al caso de
temperatura finita, porque a temperatura finita el promedio se efectiia sobre todos los
estados excitados altamente degenerados, a diferencia de la teoria a temperatura cero
en que el promedio es unicamente sobre el estado fundamental. Una de las maneras
formales para tener en cuenta el caracter de temperatura finita en la teoria cuantica de
campos se debe a Matsubara. La idea es remplazar la integraciéon sobre la componente
temporal ky por la suma sobre todos los valores enteros de n: 2nnT’ para bosones y
por 2m(n + 1)T para fermiones. Estas sumas infinitas que se encuentran a menudo
en los diagramas térmicos de Feynman, y son tradicionalmente calculadas usando la
expansion en serie infinita de la funcién coth(my), para generar los polos en el plano
complejo, cuyos residuos corresponden a los términos en la suma.

En esta seccion se desarrolla, junto con la regularizacion dimensional, una de las
técnicas que permite obtener una expansion asintotica en el régimen de alta tempe-
ratura, y al mismo tiempo, nos indica la principal contribucién a las escalas pequenas
en este régimen.

Mediante la llamada transformada de Mellin [80] es posible obtener el comportamien-
to asintotico de sumas e integrales infinitas. Se deriva la transformada de Mellin y su
inversa a partir de la transformada compleja de Fourier, y su inversa. El par de fun-
ciones relacionadas por esta transformacién se definen, respectivamente, como

F(p) = /00 P~ f(z)dz, o < Re(p) < 83, (4.76)
0
c+ioo
f@) =5 [ a PG, a<c<s, (1.77)

donde f(x) es la transformada inversa, y es una funcién real definida sobre el intervalo
(0,00) y la variable de la transformada de Mellin, p, es un nimero complejo.

Debido a que en este trabajo estamos usando el FTI, para incorporar los efectos
del medio, sera frecuente desarrollar sumas sobre frecuencias de Matsubara, ya sea de
bosones o fermiones, en vez de integrar, esto es

dko .
o _ir 3 s, (4.78)

n=—oo

La aplicacién de la transformada de Mellin a la suma de series infinitas, se basa en
la siguiente propiedad de escala F(p) = a PF(p), tal que

c+1i00
f(nzx) = L/ x Pn"PF(p)dp, (4.79)

21 Joino
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es alguna funcién a la cual le corresponde una transformada de Mellin inversa F'(p).

Tomando a ambos lados de la Ec. (4.79) una suma que converge uniformemente, se
tiene que

0o 1 o) c+ioco 1 c+ioco X
= — PnTPE(p)dp = — P PE(n)d
Sostnn) = g > [ e Ew =g [ S ey
1 c+1i00
= 55 z7"C(p) F'(p)dp, (4.80)
T Je—ioco

donde ((p) es la funcién Zeta de Reimann, y el intercambio entre la suma e integral es
permitido debido a la suposicién de convergencia uniforme de la suma en el contorno
de integracién de p [80], por lo tanto cuando z = 1, la Ec. (4.80) se reduce a

s=> fm =5 | T F) ). (4381)

270 Jeioo

de lo anterior podemos concluir que el problema de calcular la suma sobre n se ha
convertido en hallar la transformada de Mellin de f(n).

En lo que sigue, se procede a implementar la técnica de la transformada de Mellin,
teniendo en cuenta el método de regularizacion dimensional y siguiendo de cerca la
Ref. [81]. Sera comtn en los calculos de las auto-energias encontrar sumas sobre fre-
cuencias de Matsubara de la forma

o ddk‘ w2tk‘2a
ST ~d / n , 4.82
St [ 452

n=—oo

donde el término p es un factor de escala adicional, que preserva las unidades glo-
bales de energia, y la invariancia de norma, empleado en los métodos de regularizacién
dimensional.

En el caso particular de t = 0 y frecuencias para bosones n # 0, y debido a que el
sumando es par, en la suma infinita, se tomara el doble de las frecuencias positivas. Se
calculara primero el término n # 0 y posteriormente n = 0. De acuerdo a lo anterior,
las sumas a realizar con n # 0 seran de la forma

e ddk 2tk2a
S=213 / o (4.83)

(2m)? (w2 + k* + m2)7

Debido a que la contribucion del vacio no ha sido aislada, es esperado que algunos
resultados presenten divergencias, en general ultravioletas, provenientes de la contribu-
cion del vacio de los propagadores.

Para implementar la técnica de Mellin a la Ec. (4.83), identificamos a f(n) como

ddk‘ w2tk2a
. —d n
f(wn) = U / (27T>d (w% + k2 + m2>0'

(4.84)
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Usando la Ec. (4.76), se tiene que

0 d 2t 1.2a
F(P) = u_d/ w,ﬁ_ldwn/ 'k wn K
0 (2m)d (w2 + k> + m?)”

— / gy / ak e . (4.85)
o " ")oem) (w2 4+ K2 4 m?)e

Suponiendo que la integral sobre w, es sobre 2t + p dimensiones, entonces multipli-
cando y dividiendo por el elemento de angulo sélido en 2t + p dimensiones

I(%te
(%) / ey — 1, (4.86)

9 2t+p/2

la Ec. (4.85) se reescribe como

L(t+2) [ A%k k2e
F(P)=p¢4——2/ R n/ . 4.87
(P) = p omlts /0 R TS (w2 + k* +m?)7 487)

De manera similar se procede a hacer la integral del momento y extendiendo atin mas

el espacio para fusionar las integrales, multiplicamos y dividimos por 1 = (3_92(1 y el

hecho que (m)?/2 = (dQy) - 3T'(d/2), después de un poco de dlgebra se obtiene

T(t+2)(a+2) (4m)* [
F(P) = p s 2)t+(pa+ 2) { 72 / P,
2t F(Q) 0
/ dd+2a/€ 1 (4 88)
( .

2m)dt2a (2 + k% + m2)"’

y haciendo el cambio k' = w,, +k podemos fusionar las dos integrales en una sola, esto
es

LD+ 2)T(a + ) (4r)ttots / vty (4.59)

F(%l) D) (27r)2t+p+d+2a (k’2 + mz)a'

Ya en esta forma, siguiendo la referencia [82] y teniendo en cuenta que estamos en el
espacio Euclideano, la integracién después de simplificar algunos términos es

D(t+HT(a+g) pt T(o—2252) (17
F(P) = r(4) 2(4mr)d/? I'(o) (ﬁ)

_ 2t+2a+d+p
2

(4.90)

Ahora, tomando la transformada inversa de la Ec. (4.81) en términos de w,,, en donde
la Ec. (4.78) es

1 c+i00
D) = — P [(p)d
1 c+ioo

-/ <%T)p(n—s)_pF(p)dp, (4.91)
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I'm(p)

Figura 4.2: Contorno de integraciéon que consiste en un semicirculo que encierra los

polos de la funcién I'(o — t — % —5) cony=20—-2t—d-2a.

y en general la frecuencia de Matsubara se denota como w, = 27(n — s)37!, siendo

para bosones s = 0 y para fermiones s = 1/2 con 37! = T. Con lo anterior la suma de

la Ec. (4.81) y usando la definicién de la funcién Zeta de Reinmann generalizada, se
convierte en

s L c+1i00 ( 2_7T

p

2
Sustituyendo ahora la Ec. (4.90) en la Ec. (4.92), se obtiene

1t T(a+d) 1)\ G2 /C“C’O . 2% +2a+d+p
pr— — — 0_ —
2mi (4m)42 T(4)T (o) c—ioo 2

r (%%) (;—;) _pC(p, Z)dp, (4.93)

con Z = 1,1/2 para bosones o fermiones, respectivamente [81]. Puede observarse que
las funciones gamma tienen un comportamiento asintético que se anula mutuamente,
debido a que sus argumentos tienen signos contrarios, entonces la convergencia de la
integral estaria basicamente determinada por el factor (2:;) . Estd integral tendrd com-
portamientos asintéticos diferentes dependiendo de si el contorno de integracion se

cierra a la derecha 6 a la izquierda.

)_ C(p.1 — $)F(p)dp. (4.92)

c—100

Desde el punto de vista de nuestro problema, las condiciones presentes en el universo
alrededor de la transicion de fase, en donde la masa de las particulas dependen del vev
y es proporcional a las constantes de acoplamiento, imponen la jerrarquia de escalas

= < 1 o en términos del factor de convergencia (2”)) > 1. Entonces el contorno de

T %,8
integracion debe cerrarse hacia la derecha, y por el teorema del residuo la evaluacién

de la integral estard determinada por los polos de la funcién gamma I’ (0 — W).
Dichos polos que sdlo se incluyen dentro del contorno de integraciéon son simples, y se
determinan cuando el argumento de la funciéon gamma toma valores enteros negativos
—7J, es decir

2% + 2a + d
gt “; TP 2420 —2—2—d, (4.94)
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donde j = 0,1,2,...00, y en cuyo caso los residuos de la funcién gamma correspondientes
son —2(—1)7/3!, que se localizan tal y como se muestra en la Fig. 4.2.

Al aplicar el teorema del residuo a la Ec. (4.93), la suma de manera simplificada toma
la forma

1 H_d F(& + %) <1)20(2t+2a+d)
ri) (Am 2 T(D (o) \m

X (—zm)z{ (jl)]F<2j+202—d—2a)

7=0
9 —(2j+20—2t—d—2a)
X ((2j+20—2t—d— 2aZ)<ﬁ;) }
2/1/—d F(@ ) 27T —20+2t+2a+d
N MﬂWF@W(>CE>
2 ((—1) d
X Z{( j!) F(j+a—§—a)§(2j+20—2t—d—2a,Z)

=0

(ﬁ%) _2]} | (4.95)

Del resultado anterior podemos ver que al cerrar el contorno de integracién a la
derecha, se ha obtenido una expansién descendente en términos del cociente m /T < 1.
De haber cerrado el contorno a la izquierda, tendriamos una expansion ascendente del
cociente m/T > 1.

X

La evaluacion de la integral para el término ¢ = 0 y frecuencia de bosones con n = 0
a partir de la Ec. (4.82) se obtiene

o dek k2
S = pu T/(er)d (k2+m2)‘7
poT T(a+ 9o —a—9) (1)(2a—d—2a>
(dr) /2 T($)T (o) '

2

(4.96)

m

4.5. Parametrizacion de Feynman a T # (

En el FTI, la introduccién de la parametrizacién de Feynman para el calculo de inte-
grales a un lazo que contiene dos propagadores, tal como la teoria A\¢?, puede evitarse ya
que hay técnicas que permiten realizar la suma sobre frecuencias de Matsubara de una
manera directa. Sin embargo, si se estudia la influencia de campos magnéticos débiles
sobre algunos procesos fisicos a temperatura finita, los propagadores de las particulas
en el lazo implican el producto de dos o mas propagadores como se ha demostrado en
la Ref. [79] y como veremos en el siguiente capitulo de este trabajo.
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Siguiendo la Ref. [83] veamos como la parametrizacién de Feynman es implementada
en el FTI (dentro de la técnica de suma de Mellin) sin introducir puntos rama y
singularidades en el origen. Los ingredientes clave para esta implementacién son: la
aplicacion de la periodicidad en las expresiones antes de la continuacion analitica, el uso
del intervalo original de integracién para el parametro Feynman z y la contabilizacién
del término adicional que corrige la formula original de Feynman, cuando la suma de
los denominadores se anula.

Para tal efecto, en la expresién para la auto-energia dada en la Ec. (4.62) la suma
sobre las frecuencias de Matsubara se separa en tres partes:

—ll-1 oo +121

_Z:+ o+ (4.97)

n=—co  n=—co n=[[+1 n=—|

en las dos primeras las frecuencias implicadas tienen signo definido mientras que en la
tercera tiene signo mezclado.

Los dos primeros términos, donde las frecuencias tienen signo definido, definiendo

AQ _”l”_l o0 d3k
ILi (po, p) = 57 Yoo+ ) /WA(kOn;Ek)A(kOn_pOhEkp)
n=—oo  n=fl]+1
PRI (i L & [ d
= 57 + , (498
2 n:z:oo n=%:+1 /(27)3/0 [(1—2)Dy + xDy)? ( )

donde se ha introducido la parametrizaciéon de Feynman, sobre el pardmetro de Feyn-
man z y en la cual Dy = w, = Ef y Dy = (w, —wy)* + E_, con ko, = 27nT y
por = 2mlT. Haciendo ahora un cambio en el tri-momento de integraciéon k — —(1—x)p,
y después de hacer este renombramiento apropiado del indice de la suma, la expresion
para II; es en el limite infrarrojo es Ref. [83]

R p e m*((3)
0.p =0 = 152 [2_6 i (WWT) T T e } ' (4.99)

Para el calculo del término con frecuencias de signos mezclados, se define

+I12ll

A2 &Pr [ dx
HQ(ppr) - ?T Z \/(271_)3\/0 [(wn _ xw[) +y]27 (4100)

donde y = (k — zp)? — (1 — z)(p3, — p*) + m*.
Limitandonos a valores reales de pg, se fija pg = ap, y tomando el limite de p — 0 se
obtiene, con a = 0

n=—|||

A2 1 A2 s
1 =2 T [ dk= =T (). 4.101
20,0 = 0) =555 /dkEg 2(27m)2 <2m> (4.101)
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Al combinar los resultados dados en las Ecs. (4.99) y (4.101), los cuales son indepen-
dientes de «, se obtiene

2 2
I1(0,p — 0) = 4(;)2 {ﬂ Ll <L> + %E - Zﬁﬁéﬁ?] . (4.102)

El andlisis de la dependencia de «, como muestra la Ref. [78], la forma habitual de la
parametrizacién de Feynman a temperatura finita debe ser corregida cuando la suma
de los denominadores puede anularse. La expresion correcta en este caso es

1 ! dx (S(Dl -+ DQ)
=4r—= 4.103
DlDQ /0‘ [(1 — ZC)DQ + I'Dl]Z ’/TZ D1 — D2 ’ ( )

donde el primer término es tomado como el valor principal.

Ya que en el calculo, mediante la técnica de sumas de Mellin, las frecuencias de
Matsubara en la suma son primero tratadas como continuas en la transformacion de
Mellin, y una continuacién analitica es necesaria, existe la posibilidad de que el segundo
término de la Ec. (4.103) contribuya. Como se demuestra en el apéndice 1T de Ref. [83].

Para comparar los resultados de las Ecs. (4.102) y (4.75), se debe sustraer de la
Ec. (4.102) la contribucién de vacio, debido a que el procedimiento de suma de Mellin
explicitamente no separa este de la contribucién térmica.

La contribucién del vacio para la auto-energia II, donde la integral se ha extendido a
d dimensiones, evaluado explicitamente en el limite infrarrojo es

A2 dk A2 1 w2
[1%¢(0 - 0) — 1—d/_ = () S el 404

Por lo tanto, la contribucién térmica se obtiene restando la Ec. (4.104) de la
Ec. (4.102) esto es

7 0,p —0) = I(0,p — 0) — I1"*(0,p — 0)
— A—Q[ﬂﬂn(’ﬁ)—%—w]. (4.105)

42 pi)2 | m Tm? 8n21?

Como puede verse, una vez que se ha sustraido la contribucion del vacio, el resultado
coincide con la Ec. (4.75).

Los resultados aqui obtenidos se emplearan, en el siguiente capitulo, en el calculo de
las auto-energias, dentro del MEM después de la ruptura espontanea de simetria.



Capitulo 5

AUTO-ENERGIAS

En este capitulo se calculan las auto-energias del MEM que a su vez seran utilizadas
para el calculo de los diagramas de anillo en el potencial efectivo.

Es bien sabido que en ausencia de un campo magnético externo la parte dominante en
la expancién a alta temperatura las auto-energias térmicas del MEM son independientes
del pardmetro de norma [77]. Sin embargo, como veremos, al considerar los efectos de
un campo magnético externo débil, estas auto-energias dependen de este parametro.

En lo que sigue, trabajamos en el formalismo de tiempo imaginario de la teoria
térmica de campos. En primer lugar, recordemos que la integracion a lo largo del
cuadri-momento se lleva a cabo en el espacio Euclidiano con kg = iks. Esto significa

que
d*k d*k
/ i / —-E (5.1)
(2m)* (2m)*
Ademas, las energias de los bosones toman solamente valores discretos, es decir,
ky = w, = 2nnT con n un numero entero, por lo tanto

/d ko Z/ &k 52)

5.1. Boson de Higgs

La Fig. 5.1 muestra los diagramas de Feynman que contribuyen a la auto-energia
del bosén de Higgs afectados por el campo magnético. Calculamos explicitamente el
diagrama independiente del momento que se muestra en la Fig. 5.1(a) para un solo
campo escalar. En el limite de campo débil, su expresién es

s —TZ/ d3k 5(wn, k;m?), (5.3)
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Figura 5.1: Diagramas de Feynman para la auto-energia del bosén de Higgs, que con-
tienen lazo cuyos propagadores corresponden a particulas afectadas y no afectadas por
el campo magnético. n representa los campos fantasmas.

donde Dg estd dado por la Ec. (3.69). Utilizando la versién Euclideana de la Ec. (3.69),
tenemos

=5 = o\T @’k 1
@ N Z (27)3 (w2 + k2 + m?2)

B)? 2k? (eB)?
x (1- (eB) 1(eB) . (5.4)
(W2 +k24+m?)?2 (w2 +k?+m2)?
La integral en la Ec. (5.4) contiene factores cuya forma general es
1
I(k;m?) = (5.5)

(w2 + k2 + m?]>’

Ademas, involucra la suma sobre frecuencias de Matsubara, la cual se lleva a cabo
recurriendo a las Refs. [81, 83]. Para los términos con n # 0 el resultado es

A’k o0 o Loy (2T) +2a+2t—2ar<% +a)
T3 [ ) = i (T
« Y e ra- - S-arira- 5 - o (o), (5:6)

=0
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en donde p es la escala de energia empleada para la regularizaciéon dimensional y
d=3—2e.

Para el término n = 0 se tiene

T/ (ddk k2 T T +a)l(a—2—a) (L)a_g_a‘

2m)d (k? + m?)e - (4m)42 T(9) I(a) m2 (5.7)

) 3
En términos de la Ec. (5.5), la Ec. (5.4) se escribe como

s =27y / %[Il(k; m2) — (eB)

Usando la Ec. (5.6) para los términos con n # 0 y la Ec. (5.7) paran = 0, y después
de considerar las contribuciones de todos los campos escalares corriendo en el lazo, se
obtiene

(506 m?) - 22106 m2)) | (58)

T° 1 (eB)? [T  ((3)m?
M =2 |1 - — (2 3 —A — ! 2.9
¢ 2 [ 2rT (2ma +mg + m4)} 48mm? [ml 4m3T? |7 (5.9)

donde las m; representan las masas del bosén de Goldstone, dadas por la Ec. (2.40).

La contribicién del diagrama en la Fig. 5.1(b) para el bosén de norma W= circulando
en el lazo es

HHW:g—QTZ LK (wn, k; my) (5.10)
b 9 (27‘(‘)3 B p\¥n, &, w)- .

Procedemos a calcular la Ec. (5.10), asi como el resto de las auto-energias explicita-
mente, en el limite de infrarrojo, ¢go = 0,q — 0 [78].

En términos de la funcién I, definida en la Ec. (5.5), se escribe la Ec. (5.10) como

ey Jl_%T;/%{élmafh(k;m%/)
+ (WZ + k?) []1(k; m%v) — I (k; ngQ/V)}
(eB)? [ — 6(La(k;myy) — In(k; Emiy))

— (Bwi + TK*) (I3(k; myy) — Is(k, Emyy))
+ AR (W2 + K7 (L (k;miy) — Li(k; Emiy))
o 36m2 I (k;m2y) + 16K2m2, Iy (k; mgv)} } (5.11)

Usando la Ec. (5.6) para los términos con n # 0 y la Ec. (5.7) para los términos con
n = 0, e incluyendo todas las contribuciones de los bosones de norma en el lazo, se
tiene

T’ ¢\ 3+
= 5 |e 0+ e (145) - T @t + 67 4 o)
(eB)*g* 35 T  11¢(3)m3,
A . 12
* 64mm3, 3 3EY2 ) myy * 3m3T? (5.12)
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De manera similar se pueden calcular las contribuciones de los diagramas (c) hasta
(g) mostrados en la Fig. 5.1, en el limite de infrarrojo. El resultado explicito, para
valores arbitrarios del pardmetro de norma & se muestran en el Apéndice A.

La contribucién principal a la auto-energia del bosén de Higgs se obtiene mediante
la suma de las expresiones (a) hasta (g) en el Apéndice A. Manteniendo el término
dominante, para cada contribucién, el resultado es independiente del parametro de
norma y esta explicitamente dado por

T2 (3 1
I, = —Z>+=¢g?+22+ 2% 5.1
1 4{4g+4g+ + f (5.13)

Hemos tenido en cuenta que para valores grandes de la masa del quark top, es de-
cir, una constante de acoplamiento f grande, un calculo perturbativo no es del todo
justificado. Sin embargo, aqui consideramos nuestro cdlculo como una herramienta de
analisis para explorar este dominio no perturbativo.

En las expresiones para las auto-energias desde (a) hasta (g) del bosén de Higgs
dadas en el Apéndice A, se han mantenido los términos que representan la contribucion
principal de cada tipo que surge en el cédlculo, es decir, términos que después de la
extracciéon de un factor de T2, son del orden (eB)*/T*, m/T, v*/Tm y (eB)?/Tm3,
donde m es una masa genérica. Para la jerarquia de las escalas considerada, el primer
tipo de términos pueden ser despreciados. Por otra parte, términos del orden de m /T
son pequenos. Esta clase de términos incluyen la razon de las masas del bosén de norma
a la temperatura, que de acuerdo con la Ec. (2.27) conduce a la razén v/T. Cuando
las masas aparecen en el denominador y son escalares, los términos son potencialmente
peligrosos, ya que su cuadrado puede llegar a ser negativo. Sin embargo, como se
mostrard mas adelante, este tipo de términos son de manera natural cancelados en el
potencial efectivo y sustituidos por términos en los que la masa que contribuye es la

térmica, definida por

Cuando las masas de los bosones de norma aparecen en todos los denominadores,
hay que recordar que tales masas han de ser consideradas como las calculadas en el
fase rota. Sin embargo, en nuestro analisis consideramos al potencial efectivo como
una funcién de v > 0. Esta restriccion es implementada, sustituyendo en el potencial
efectiva las masas de los bosones de norma que aparecen en los denominadores por las
térmicas, cuya definicién, en analogia con el caso escalar, se da como la raiz cuadrada
de la suma de la masa del bosén de norma al cuadrado y el principal término para
la correspondiente auto-energfa, como se definird en el siguiente capitulo [véase las
Ecs. (5.29) y (5.30)].
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5.2. Bosones de Norma

Para expresar las auto-energias de los bosones de norma, en presencia de un campo
externo, nos damos cuenta que tenemos tres vectores independientes a nuestra dis-
posicién para formar estructuras tensoriales transversales al momento de los bosones
de norma, a saber, ¢*,u"”,b", donde estos ultimos dos vectores tienen componentes
en el sistema en reposo, dadas por la Ec. (3.46). Esto significa que, en general, estas
auto-energias se puede escribir como combinaciones lineales de nueve estructuras inde-
pendientes [50, 85]. Puesto que estamos interesados en considerar el limite infrarrojo
go = 0,q — 0, sélo u* y b* permanecen. Obsérvese que la propiedad de simetria correc-
ta para la auto-energia es II"*(¢q) = II"#(—q) [86]. Sin embargo, en el limite infrarrojo,
esta condicién significa que la auto-energia debe ser simétrica bajo el cambio de indices
de Lorentz y por lo tanto podemos escribir:

I = TI9Q" + IR + T1°95" 4 1TV g, (5.15)
donde
Q" =ulu’, RY™ =0, S = 4 utb, (5.16)

y la condicién de transversalidad g, II*” = 0 es trivialmente satisfecha en el limite
infrarrojo. Ademads, trabajando en el marco de reposo del medio [ver Ec. (3.46)]

M = @ 4+ 1V, (5.17)

La Fig. 5.2 muestra los diagramas de las auto-energias de los bosones de norma, los
cuales involucran a los bosones de Goldstone, los fermiones, asi como a los bosones
de norma en el lazo. Calculamos de manera explicita la componente 119 para la auto-
energia del diagrama mostrado en la Fig. 5.2 (a), en donde la particula externa y la
del lazo son bosones W¥. La expresién para todas las componentes del tensor es

uv W . 2 vo v _po o _pv d4k
I (@) = ig° (29" 9" — ¢"9” — 9"79") | 5=1GB oo(k). (5.18)
(@) (2m)4 7P

Utilizando la versiéon Euclideana del propagador de los bosén de norma G%,
Ec. (3.80), y en términos de la funcién [, definida en la Ec. (5.5), podemos escribir la
componente que se estd considerando a temperatura finita como

2 &k

Y- = ?ﬁl—%vTXn: / W{gméﬂl(k; miy) + 3k (L (kmdy) — 1 (ks €miy))
+ (eB)’ [—3(12(k; miy) — Iz(k70;€m5v)) S (Ig(k; miy) — ls(k;ﬁm%v)>

+  4k! <I4(k; miy) — Li(k; {m%,)) + 15miy, Is(k; miy ) + 12k2mi, I (k; m%v)} }

(5.19)
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Figura 5.2: Diagramas de Feynman para la auto-energia de bosones de norma.

En lo sucesivo utilizamos la notacién compacta I1°° 9 = I19° para denotar las auto-
energias de los bosones de norma.

Usando las Ecs. (5.6) y (5.7) en la Ec. (5.19), he incluyendo todas las contribuciones de
los bosones de norma en el lazo y manteniendo sélo los términos principales obtenemos

(2+87%)g°T
4m (92 + g) (9" + %) mw + g*mz + ¢°m,)

- g%d$2(4f (2 23)+7a$m%>. (5.20)

1287m%, \3my \~ €172 T2

mYy = 2¢°T%(E+1) -

. W—2Z(7)-5
Pasamos ahora a calcular las expresiones para II, o) representadas en la

Fig. 1.2(b). Para el caso en donde la particula externa es un bosén W#* y las in-
ternas son un bosén de norma neutro y un bosén de Goldstone cargado. Su expresién
explicita es

212 2 2 4
ny _ g9y (mZ - mW) d’k po —
() = {0 0 [ 67 00aDalk — ). G2)

en donde la linea interna superior (inferior) corresponde a un Z (7).
Teniendo en cuenta que la carga neta que fluye en el lazo no es cero, el factor de fase
referido en la Ec. (3.32) no se anula y debe en principio, ser incluido en el célculo de

esta auto-energia. Sin embargo, como estamos interesados en el célculo de diagramas
de anillo para el PE que a su vez esta representado por lazos cerrados, el factor de fase
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se convierte en la identidad y por lo tanto no tiene que ser calculado para cada auto-
energia. Lo mismo se aplica para el resto de diagramas de auto-energias, que tienen una
carga neta que fluye en el lazo y en consecuencia, no consideramos sus correspondientes
fases.

Usando la versién Euclideana de la Ec. (3.69) y Ec. (3.80), tenemos

2 1 2 5 3

HZV_Z(W)_S = _(giqu/z) { <mZn;2VmW> }TZ/%{mQZ(v)hl(kao;m?amQZ(v))
+wy (I11(k, 0;m; ( ) — I (k, O'm?,meZ ) (e g) [élemZ(7 I (k,0;m? 22(7))
—3mZ(7)131(k705m mi.y) — 3wh(I31(k, 0;m7, my,)) — Isi(k, 037, Em.))
+462K2 (L (K, 0;m2, my ) — L (k, 0; mz,gmz(7 ]} (5.22)

El integrando en la Ec. (5.22) contiene términos cuya forma general es

1 1
Lsk, q:m? ém?) = . 5.23
s(k, q;m”, Em”) w2 + k2 +m2e w2 + (k — q)2 + Em2)8 ( )

Haciendo uso de la parametrizacién de Feynman escribimos /,5 como

a9 Tla+p) L dr 2711 — x)P!
Losll g5, &m’) = F(a)F(ﬁ)/o w2 + k2(z) + m2(z)]e+h’ (5:24)

donde

K(x) = k—(1-2)q,
m?(x) = my(E+r—E&x) +2(1 —2)g* (5.25)

Teniendo en cuenta los resultados de la Ref. [83], esta parametrizacién es permitida
ya que se esta llevando a cabo una descripcion en el limite infrarrojo. Para llevar a cabo
la suma sobre las frecuencias de Matsubara junto con la integracion en la Ec. (5.22),
una vez mas se recurre a los resultados de la Ref. [81] (ver también la Ref. [1]). El
resultado explicito y generalizado para incluir el caso de los fermiones es

" (27) (2nT)+2e+20=2(a+5) (¢ +a)
T k2a 2tIa k . 2 2 — 2 2e
Z/—d wy, Lop(k, q;m*, Em?) (47)4/2 F(a)(B) r(g) 8

XZ(_j:;l)J((Q(J'—l-omLﬁ—t_g_a)7z)r(j+a+ﬁ_g_a>
=0

« /0 S 20 (1 o) (ﬂ;;;)>2j (5.26)
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donde para fermiones la suma corre sobre todos los valores enteros de ny Z = 1/2. Para
los términos que involucran la frecuencia bosénica de Matsubara con n = 0, usamos el
resultado

Uk, N T F(g—l—a)F(a—i—ﬁ—g)
T/ Gmyi® Toolle@m™EmT) = e T R )r)

1 1 2a+26—d+2a
x/ dr o1 (1 —z)°! ( ) : (5.27)
0

m' ()

Usando la Ec. (5.26) para los términos con n # 0y la Ec. (5.27) paran = 0, y después
de considerar las contribuciones de todos los campos de norma corriendo en el lazo, se
obtiene

v — (9> + 9g%) miy 1 (MW Tmiy
b T 2 n o 2 2
8 T 47 (g% + ¢'?)
20,2, 12 14 2 12
+
y (g (9*+g )Jr g L 99 )
my + My my+myz  mp+m,
2,2 2y
+(eB)*T (— I <m;* by 1)
A8rmy (my + mw)* \mi,  mw

Tg*mam3, < o )
32mmi, (my + myy )3

g*mi, 1 1
+ 3 2 12 1/2 2
87TTTLW (m4+mW) 5 / (m4—|—€ / mW>

gm?, dmy  m3
1+ +—5

 487my (92 + ¢%) (mq +my)*

2 m
+ 2 2g 1;[/ 3 3+ —
32 (g% + ¢2) mm3(my + my) my

- G2g?m2, (1 N 4m., n m_g)
48 (g% + ¢'?) mmy (my + m.)* m 2
+ g 4 iy (3+2))
32 (g2 + ¢”%) mm3(my +m.,)3 my
(eB)2m12/VC(5) /4 4 2 2
- — 159" — 14 . 5.28
20dsort g g°") (5.28)

El resto de los diagramas que se muestran en la Fig. 5.2 se pueden calcular de la misma
manera y el resultado se muestra en el Apéndice B. Para las expresiones correspondi-
entes a los diagramas desde (a) hasta (g) de la Fig. 5.2, es importante hacer mencién
a sus propiedades: En primer lugar, obsérvese que los términos de orden m, /7", donde
mygp significa cualquiera de las masas de los bosones de norma, son proporcionales a v/T
y por lo tanto, como en la discusion de la auto-energia de los escalares, estos términos
son pequenos cuando la posicion del minimo en la fase rota es pequeno, en comparacion
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con la temperatura critica. En segundo lugar, cuando la masa de los bosones de nor-
ma aparecen en todas partes en los denominadores, se debe de tener en cuenta que el
analisis es valido en la fase rota, en donde el vev de los campos de Higgs es diferente de
cero. Sin embargo, ya que el andlisis considera al potencial efectivo como una funcién
de v > 0, implementamos esta restriccion mediante la sustituciéon de la masa de los
bosones de norma por las térmicas, cuando esta masa aparezca en los denominadores.
Esto es con la intencién de regular la singularidad en v = 0 y no hacer una diferen-
cia numérica al mismo tiempo que nos permite tratar el potencial efectivo como una
funcién en el dominio v > 0. Las masas térmicas de los bosones de norma se definen

COomo
iy = \/my + (), 1z = \/my + (31, m, = /(117 5.29
mw myy + ()1, g my + (HZ)1, m, (151, (5.29)

donde (I1%));, (119), y (II¥); son los términos dominantes de la auto-energia del bosén
de norma y estd formado por la adicién de los términos correspondientes mostrados
en el Apéndice B, para cada bosén de norma. Los principales términos resultan ser
independientes del parametro de norma y estdn explicitamente dados por

11
(3), = T2, (9); =

11 4 14 11 2 .12
1(g' +9") (m9), = —-J99 12 (530
6 (9% +g?) ! 3 (9> +9?)

Como se describe en la Ref. [47], las otras componentes de las auto-energias de los
bosones de norma distintas de cero son despreciables

M =11%2, 0% ~ O(m?), 0% =11*" ~ O(eB). (5.31)

De las Ecs. (5.15) y (5.17), se observa que si I = —IT'! entonces 1% ~ T1%. Por lo
tanto

I ~ T10¢Q" . (5.32)

Los resultados obtenidos en este capitulo seran utilizados en el siguiente para la
determinacion del potencial efectivo a temperatura finita, a orden un lazo.



Capitulo 6

POTENCIAL EFECTIVO A
TEMPERATURA FINITA

La herramienta basica para investigar la naturaleza de la transicion de fase elec-
trodébil es el potencial efectivo, cantidad que tiene el significado de una densidad de
energia potencial del sistema bajo consideracion. La discusiéon dada en la seccién 2.2
sobre simetria y en especial sobre el concepto de rompimiento expontaneo de estd, era
puramente clasica. El espectro de particulas se determiné mediante la minimizacién del
potencial cldsico V(@) tal y como aparece en el Lagrangiano de la Ec. (2.19) y describe
la densidad de energia potencial de un campo escalar constante. De otra parte, una
teoria cuantica de campos involucra particulas virtuales, las cuales afectan a la densidad
de energia del campo a través de procesos de emision y reabsorcién. Esta generalizacién
del potencial clésico para incluir las correcciones cuanticas se conoce como potencial
efectivo. La minimizacién del potencial efectivo da la configuracién de campo con la
minima energia, el vacio de la teoria. En este capitulo, se desarrolla el tema central de
esta tesis.

6.1. Potencial Efectivo a un Lazo
En el Modelo Estandar el potencial a nivel arbol es

1 1
Viree (V) = —5021)2 + Z)\UA‘. (6.1)

A un lazo, el PE recibe contribuciones de cada uno de los sectores del MEM, esto es
V@) =V (0) + Vi) + Ve (0) + Vi (0), (6.2)

donde en general cada una de estas contribuciones esta dada por

v (y) = gz / %Tr (In [D(wn, k)7']), (6.3)
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con D denotando ya sea el propagador de los campos escalar, fermiénico, de bosones
de norma, 6 de fantasmas. La traza se toma en todos los indices internos. En primer
lugar, se discutiran las contribuciones térmicas procedentes de cada sector, como se
describe anteriormente, y luego se implementara el procedimiento de renormalizacién
a las contribuciones independientes de la temperatura.

En el limite de campo débil, la contribucién del sector de Higgs esta dada por

Z Z/ d3/€ Hwn, k Z Z/ &k lnw +k*+m?)

2 1)
eB) {(wﬁ—l—ki#—m?)? - (wg+1(<§+mg)3} } (6:4)

donde se han tenido en cuenta las contribuciones de todos los escalares.

El primer término en la Ec. (6.4) representa la contribucién de orden més bajo para
el PE a temperatura finita y campo magnético externo nulo. A este término se le
conoce como la contribucién del gas ideal de bosones [77]. La parte térmica de esta
contribucién estd dada por [87]

4 2

T4 m2T?  m3T m? m;
vPTR I o () +0md)) . (65
H > 00 ¢t o T 1o 32m2 M \gpp) TO) ) (65)

Notemos que en la Ec. (6.5) hay términos potencialmente peligrosos, puesto que
pueden llegar a ser imaginarios para valores negativos de m,;. Sin embargo, como
mostraremos, estos términos se cancelan cuando se incluye la contribucion del cam-
po de Higgs de la renormalizacion del vacio, asi como los diagramas de anillo.

El segundo término dependiente de B en la Ec. (6.4) se anula idénticamente [47]. Por
lo tanto, a orden de un lazo, la contribucién térmica al PE en el caso de campo débil
del sector de Higgs es independiente de eB y estd dada por la Ec. (6.5).

En el limite de campo débil, la contribucién del sector fermidnico esta dada por

d3k
fl :NTZ/ wmkmt

; wn—irk:g,—l—mt }
(w2 + k2 +m2)3 )"

lnw + k% + m;?]

+ 2(eB)

(6.6)

donde N. = 3 es el nimero de colores. Recordemos que la tinica masa de fermiones que
mantenemos en el analisis es la masa del quark top m;.

El primer término en la Ec. (6.6) representa la contribucién de gas ideal de
fermiones [77], cuya parte térmica estd explicitamente dado por

24 22 4 2
1)T£0 =T m=T my m
i e )T 180 " t12 T 1D(Tz)JrO(mt )}' (67)
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El segundo término en la Ec. (6.6) es subdominante, después de tomar en cuenta
la renormalizacién, como se muestra en la Ref. [79]. Por lo tanto, a orden de un la-
zo, la contribucién térmica al PE del sector fermionico en el limite de campo débil
estd solamente dado por la Ec. (6.7).

En los sectores de norma y fantasmas, notemos que inicialmente en la fase rota, los
campos cargados se acoplan al campo magnético externo, por lo tanto, su contribucién
al PE a un lazo contiene términos tanto independientes como dependientes del campo
magnético. En el primer caso, las contribuciones de los campos fantasmas cancelan los
grados de libertad espurios que se originan en el sector de los bosones de norma, cuando
se trabaja en una norma covariante arbitraria. En esta tltima, los campos fantasmas
cargados contribuyen como regulador de los campos escalares con el signo opuesto y se
anulan idénticamente [47] [véase la discusién después de la Ec. (6.5)]. Esto significa que
la contribucion dependiente del campo magnético de estos sectores viene solamente de
la parte del propagador del bosén W*. Por lo tanto, la contribucién de la parte térmica
al PE del sector de los bosones de norma esta explicitamente dada por

yTA | T Hﬂz)g“ L 52miy -2F4m2z)T2 B 3(2m%v1;rﬂm%)T
4 4 2

- o (575) 55050 (577) — s P00

+ Puom () e+ Lot

+ %@_ﬁv} : (6.8)

donde se ha mantenido el principal término en el campo magnético y hemos definido

Pl = 2L g - HEEE)
Pa(§) = m (14 + 5362 + 361€ 4 170€%/2 — 12062 + £°/% + €%) |
Ps(§) = 8(1;;—5165) (6.9)

Notamos que los factores en frente de cada contribucién independiente del campo
magnético, dada en la Ec. (6.8), corresponden a las polarizaciones de los dos W's,
del Z y la del fotén [6]. También, se puede notar que en los términos que vienen
dentro de las contribuciones proporcionales al cuadrado del campo magnético, se han
sustituido la masa del boséon W por su masa térmica en el argumento de la funcion
logaritmica asi como en los términos donde la masa aparece en el denominador. La
razon de esta sustitucion es, como se senalé anteriormente, que aunque el analisis es
en sentido estricto sélo vélido en la fase rota, al considerar al potencial efectivo como
una funcion de v > 0, para evitar divergencias cerca de v ~ 0, reemplazamos la masa
del bosén de norma por la térmica.
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Para implementar el procedimiento de renormalizacion, se observa de la Ec. (6.3) que
en el calculo del PE a un lazo a T' = 0 aparece la integral

V(m) = & / (;ZW];\/kZ%—mQ, (6.10)

donde m representa la masa de cualquiera de las especies que contribuyen. Esta integral
diverge y debe ser regularizada. El procedimiento lo implementamos introduciendo un
corte ultravioleta A

1 A
VOmA) = g [ RVEET R
™ Jo
Ao L fpa g Y <ﬂ> (6.11)
1672 8 2 2N/ | ’

Por lo tanto, la parte a T'= 0 del PE a un lazo puede ser escrita como

3
VIOT=0 = V(mg; A)+ ) V(mg A) + 8V(mw; A) + 4V (mg; A) — 12V(my; A)
=1
3
— D Vmy;A), (6.12)

i=1

donde los factores en frente de cada término dan cuenta de los grados de libertad de las
correspondientes especies y las masas dependen del v. Teniendo en cuenta que estamos
trabajando en una norma covariante arbitraria, los grados de libertad no fisicos para los
bosones de norma son cancelados por las contribuciones de los campos de fantasma, que
dejan la Ec. (6.12), con unicamente los grados de libertad fisicos. Enfaticemos que el
unico fermién tomado en cuenta es el quark top. Dado que la teoria es renormalizable,
deberia ser posible absorber los términos dependientes de A con la introduccién de
contratérminos adecuados que mantienen la forma del potencial a orden arbol. Por lo
tanto, la estructura general del potencial efectivo a T' = 0 hasta un lazo, después de la
renormalizacion, debe ser

a(A) —d6c* ,  b(A)+ 5)\U4

_ 1 1
VT=0(y) = —5627)2 + Z—lkv‘l + 5 v+ 1

+VWT=0" (6.13)

donde los coeficientes a(\) y b(X) se introducen para cancelar los términos dependientes
de A en VIT=0 y Jos coeficientes 6c? y 0\ para cuidar de posibles correcciones finitas
de v? y términos v*, respectivamente. La condicién de renormalizacién, requiere que el

minimo de VT(GQT:O(U) se mantenga en su valor clasico, es decir, necesitamos que
Vi
_ = 0. 6.14
T (6.14)
v=1g

Completamos este requerimiento introduciendo términos constantes adecuados para
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Figura 6.1: Potencial efectivo renormalizado a un lazo para £ = 1 y diferentes valores
de T, sustrayendo términos independientes de v y dividiendo por la cuarta potencia de
la masa del W dependiente del v, evaluada en v = UOT , el valor del vev que minimiza el
potencial efectivo después que la transicion de fase se ha completado para una tempe-
ratura de T'= 110 GeV. En esta norma la transicién de fase ocurre a T = 128.9 GeV y
es de segundo orden.

hacer que los argumentos de los logaritmos sean adimensionales. Sin tener en cuenta
las constantes aditivas y los términos explicitamente proporcional a A2, obtenemos

_ 3\ (¢*+97%)¢ g2\ v?
V=0 = — (1 2
en (V) T T e s ) 2
s 34 - 3¢ - 3(g% + ¢%)? - g€ - (¢® + g)2¢’ v_4
3272 25672 51272 25672 51272 4
4 2 3 4 2 4 2
In { — l 6 l
* Gan2 (402> +; Gam2 (402) * Gan2 (mw(UD)Z)
mi m2 mf m2
3—2 1 Z_)_12—11 L. 6.15
* 6472 n(mZ(UO)Q) 6472 n(mf(vo)2 (6.15)

Por lo tanto, después de la renormalizacion, el PE a 1-lazo a temperatura finita
esta dado por

3\ (P + 97 . g\ &P 3ft 3¢
VO = — (1 2 A —
cen () ( T T s s ) 2 T\ T3 T e
SLS C0 p U i K o L €
25672 51272 51272 4 — 24 127
4 AnT 2 2T2 4 T2 2 2 2 T2
b (WD | g g me (T iyt my)
6472 c? 12 1672 m; (vo) 24
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§ TC (GeV) Vo (GGV)

3.5 120.8 102.3
1 128.9 130.9
0.1 132.4 139.0

Tabla 6.1: Temperatura critica T¢ (segunda columna) y posicién de los minimos vy
para la temperatura constante T = 110 GeV (tercera columna) del potencial efectivo
renormalizado a un lazo, después que la transicién de fase ha sido completada. Los valores
elegidos de £ estan cerca de 1. Observemos que la temperatura critica es sélo ligeramente
dependiente de &. Sin embargo, la posicién del minimo para una temperatura donde la
transicion de fase se ha completado muestra una mayor dependencia de &.

CLCmi +m)T | miyy (47T)? my (47T)?
s 127 + 6647‘('2 n mw (vg)? i 3647T2 n mz(vo)?
B)? T
(e ) 7)2(5) ~ ) (616)

256m mw

donde se han mantenido solamente el término dominante, dependiente del campo
magnético, con Py tal como se define en la Ec. (6.9) y las masas sin argumento son las
masas dependientes del v. Como se ha senalado, la dependencia peligrosa en la masa
de los escalares en los argumentos de las funciones logaritmicas han desaparecido. Sin
embargo, para cancelar los términos cibicos en la masa de los escalares se necesita ir
al siguiente orden, esto es, diagramas de anillo. Vamos por el momento a ignorar los
términos proporcionales a la masa cibica de los escalares y explorar las propiedades
del potencial efectivo renormalizado a un lazo. La Fig. 6.1 muestra Vil (v) para & =1
y diferentes valores de T', sustrayendo términos independientes de v y dividiendo por
la cuarta potancia de la masa del W dependiente del v evaluada en v = v{, el vev que
minimiza el PE después que la transicién de fase se ha completado, para una temper-
atura de T" = 110 GeV. Podemos ver que la transicién de fase es de segundo orden
y en esta norma esto sucede para Ty = 128.9 GeV. Para ilustrar la dependencia en
la norma de los pardmetros de la transicion de fase, la Fig. 6.2 muestra Vr(eln)(v) para
una temperatura baja de 7' = 110 GeV, para la cual la transicién de fase se ha com-
pletado, para diferentes valores del pardmetro de norma &. Observamos que hay una
dependencia apreciable sobre el minimo, de la fase rota del pardmetro norma a esta
temperatura. Los valores numéricos se muestran en la segunda columna de la Tabla
6.1. La dependencia en el pardmetro de norma de la temperatura critica es mas suave,
como se muestra en la primera columna de la Tabla 6.1.

6.2. Diagramas de Anillo

Es bien conocido que la correcion al siguiente orden para el PE viene de los llamados
diagramas de anillo. Estos son esquematicamente representados en la Fig. 6.3. Su con-
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v (GeV)

Figura 6.2: El potencial efectivo renormalizado a un lazo, normalizado por la cuarta
potencia de la masa del W dependiente de v evaluada en v = vg , el valor del vev que
minimiza el potencial efectivo después que la transicion de fase se completa, para una
temperatura de T' = 110 GeV y £ = 1, como una funcién de v y para diferentes valores
del pardmetro de norma &. A esta temperatura, la posicién del minimo de vy muestra
una dependencia significativa en el pardmetro de norma para valores de £ alrededor de
1.

tribucion al PE renormalizado es mas claramente hallada de forma explicita separando
las dos contribuciones [77] procedentes del sector escalar y se puede escribir como

(2m)?
— 1% D) + 2(In[1 + 1% DY) — 1% D)} + V&, (6.17)

. T &
Vi) ~ 2 S / {(u[1 + 7 D" ~ 117 D") + ([t + 11 D]

donde II#, 11¢° y II¢° son respectivamente, las auto-energia del bosén de Higgs, de
escalares neutros y cargados en presencia del campo magnético, D DE’ y D% sus
correspondientes propagadores y Vs(z) la contribucién del potencial efectivo a dos lazos,
procedente exclusivamente del sector escalar. El factor de 2 toma en cuenta los dos gra-
dos de libertad de los escalares cargados. La manera en que la Ec. (6.17) estd escrita
merece algunos comentarios: Primero, la contribucion dominante viene de la frecuen-
cia de Matsubara con n = 0. Segundo, las divergencias ultravioletas son canceladas
explicitamente. Tercero, la contribucion total a dos lazos en la que participa el sector
escalar contiene diagramas con otras particulas escalares. Para los efectos del presente
analisis, consideramos sélo la subclase de los diagramas que contienen tinicamente es-
calares y por lo tanto tenemos que
VS(Q) ~ %T4 - 16% (mp +ms +2my) T° — (eB)2—192j\rmi"
donde mantenemos solo las contribuciones principales, dentro de la jerarquia de escalas
de energia considera. Los términos potencialmente peligrosos, con potencias impares

T, (6.18)
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Figura 6.3: Representacion esquematica de la resumacién de los diagramas de anillo.

en la masa de los escalares en la Ec. (6.18) cancelan de manera exacta los términos que
vienen de la integral de la Ec. (6.17), bajo la aproximacién de que las auto-energias
involucran sélo la contribucién escalar. La prueba completa de esta cancelacion, en
ausencia de campos magnéticos ha sido tratada en detalle para el modelo estandar en la
Ref. [88]. En presencia de un campo magnético externo, se ha demostrado en el modelo
sigma lineal en la Ref. [89]. Dentro de nuestra aproximacién, este resultado muestra que
considerando solamente las contribuciones escalares, esta cancelacion también sucede
en el modelo estandar con campo magnético. Una prueba completa a este punto se
espera desarrollar mas adelante.

La contribucién dominante en la Ec. (6.17) proviene del modo n = 0. La expresion
explicita para la Ec. (6.17) es [47]

pong _ Aga T

3/2 0\ 3/2
7 ﬁﬁﬁﬁ*w)—@+W%m)

} . (6.19)

Como se preveia, los términos de masa cibica en la Ec. (6.19) se cancelan exacta-
mente con términos similares que aparecen en la Ec. (6.16) después de sumar ambas
ecuaciones.

(63)21_[1
16 (m? + 116)*?

— mi+2 (m%+HGC)3/2mi’+

A continuacién, pasamos a la contribucién de anillo de los sectores de bosones de
norma y de los fantasmas de Faddeev-Popov. El cdlculo se simplifica al recordar que
los grados de libertad de los fantasmas cancelan las contribuciones dominantes en la
temperatura de los grados de libertad espurios que surjan del tratamiento covariante
de los campos de norma. La contribucién que depende del campo magnético, siendo
subdominante, no se cancela, como fue el caso de la contribucién a un lazo. Asi que
escribimos

rin, rin; T d3k > 1 v N
‘/g(b g) (U) + VF(P g) — _E Z Z / (27-‘-)3 TI' { Z N [—H“)\ gb(O)Gé\b (wn, k)j| }
gb n N=2

+ VoD, op (6.20)

donde la suma sobre “gb” corre sobre los cuatro grados libertad de los bosones de nor-

(ring) Lo . . o
ma y Vi eed pp Fepresenta el término subdominante dependiente del campo magnético,
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derivado de la contribucién del anillo de los campos fantasma cargados. Debemos tener
en cuenta que en esta ocasion, en contraste con el caso escalar, no anadimos explicita-

mente la contribucién a dos lazos y, por consiguiente la suma sobre el indice N parte
de N = 2.

En primer lugar, calculamos la contribucion de los bosones de norma neutros,
Ec. (6.20). En la aproximacién donde las particula tiene un momento pequetio (el limite
infrarrojo), la versién Euclideana del propagador de los bosones de norma neutros, para
un valor arbitrario del parametro de norma &, puede ser escrita como

G = m {PL Ty g%} (6.21)
donde
PL =PL =0, Pl = 6;; — kik;,
Pl =" — kk]; — Pl (6.22)

Mediante el uso de las Ecs. (5.32) y (6.22), es facil ver que el producto
11,1, (0)G* (w,, k) se convierte en

(Hgb)l
(k* + méb)

en donde, teniendo en cuenta el término n = 0 y tomando la traza, podemos escribir
la Ec. (6.20) como

o = S £ e riB) -
neutral gb k2 + m;b k2 +m?§b

= ~Tor ms — mZ—i—m} (6.24)

H[L)\ G)\u

o 1,
T +gmgb>] 2 (0:23)

Notemos que los efectos de apantallamiento del plasma en la Ec. (6.24) aparecen
naturalmente en la modificacién térmica a la masa del bosén de norma g, (M7 y
m.). Sin embargo, las cancelaciones que tuvieron lugar en el sector escalar entre las
potencias impares de las masas no van a suceder en este caso, cuando incluimos estos
términos en la Ec. (6.16). Esto es porque en el limite infrarrojo no hay contribucién de
los grados de libertad de bosones de norma transversales, por lo tanto no hay ninguna
coincidencia en los coeficientes para producir la cancelacién. Esta es una caracteristica
del limite infrarrojo que estamos considerando. Sin embargo, ya que el cuadrado de
las masas de los bosones de norma nunca es negativa, estos términos no suponen un
problema.
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Pasamos ahora a la contribucion de los campos de norma cargados. En el limite de
campo débil, el producto IT,,,(0)G* (w,, k) se puede escribir como

M,GY = % [1+( B)? ((kg +1m2>2 RC i%?)?’)] Q..  (6.25)

Usando la Ec. (6.25), y llevando a cabo una expansion en el argumento del logaritmo,
podemos explicitamente escribir
QV} +1In {1 +

< wrmr® ikmw>) en| ). (6:26)

Utilizando este resultado en la Ec. (6.20), teniendo en cuenta el término con n = 0,
y tomando la traza en la Ec. (6.20) obtenemos

3 Q Q
(ring) _ d’k ()1 (I )1
‘/charged gb( ) - Z / { [ <1 + k2 + mzb o k2 + mgb

L+ (T13.), 1
(k2 +m2, + (TT57)1) \ (K2 +m?2, + (ITj)1)?
2k2

— eB)?

&um@+m%m>(>}
eB)? Q L

= _2% (1, —miy) — (ﬁr) <(H4Vg) ) (ﬂ%) (6.27)

En esta aproximacion, los efectos de apantallamiento en el plasma, Ec. (6.27), sur-
gen naturalmente como una modificacion térmica de la masa del bosén de norma my,
definida en las Ecs. (5.29) y (5.30). Finalmente, la contribucién dependiente del campo
magnético de los campos de fantasmas cargados al potencial del anillo, se calcula facil-
mente recordando que esta contribucion es equivalente a la que viene de dos escalares
(una por cada campo W) pero con signo opuesto. Por lo tanto tenemos

i 8)2 (H )1
V(rmg) =2 (c T T 6.28
charged FP 2 48(771,7‘1,)3 ’ ( )

donde el diagrama que representa los fantasmas de Faddeev-Popov se muestra en la
Fig. 6.4 y como se muestra en el Apéndice C, la principal contribucién a la auto-energia
de los fantasmas asociados al W viene dada por

(Hnw)l =

(),
@i,

(T3
k2 +m?, + (IT3)

In[l +11,,GY] = ln{1+

+ In

& Tmwg? mw _ mw
167 ﬁ’Lg + 51/2mW ﬁ’L4 + 51/2mw

g? —g”? my
g(g? +g?)'/? (ml + ﬁmz) } ’ (6.29)
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S : Higgs and Goldstone bosons
G : ~v,7Z and W gauge bosons
Gh : ghosts

Figura 6.4: Diagramas de Feynman para las auto-energias de los fantasmas de Faddeev-
Popov. Dado que trabajamos en el limite infrarrojo, diagramas del tipo (a), no con-
tribuyen a las auto-energias de los fantasmas.

en donde la masa térmica de los fantasmas asociados al W (Z) estd dada por

Moy 7y = \/Sm%/[/(z) + (W )15 (6.30)

mw y myz son respectivamente, las masas del W y Z dependientes del v, y m; (i =
1...4) es definida en las Ecs. (2.24) y (5.14). Notemos que en la Ec. (6.29), hemos
remplazado m; por m; donde, aunque el andlisis es vélido, cerca del minimo de la fase
rota, consideramos el potencial efectivo como una funcién de v > 0, y para pequenos
valores de v, el cuadrado de las masas de los escalares puede llegar a ser negativo.

6.3. Potencial Efectivo Hasta Orden Anillo

La expresion final para el potencial efectivo
_ (1) (1) (1) (1) (ring) (ring) (ring)
Vet (V) = Viree (V) + Vi + Vi + V" + Vep + Vg 5 + Vi, 7+ Vep o, (6.31)

se obtiene mediante la suma de los resultados de las Ecs. (6.1), (6.5), (6.7), (6.8), (6.19),
(6.27) v (6.28).

Con el fin de que los términos que involucran el cuadrado de la masa térmica del
bosén escalar sean reales, la temperatura debe ser tal que

1 2
T>T = \/ bc (6.32)

3g2 + g2 +8X 4 4f%
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define un limite inferior para la temperatura. Una cota mas restrictiva para trabajar
con la expansién de campo débil se obtiene al exigir que eB < m?%. Esta condicién se
traduce en la cota

eB + 16¢2
T>1Ty, = . 6.33
2 \/3g2+g’2+8)\+4f2 (6.33)
El factor relevante que aumenta el orden de la transicién, presente tanto en ngg) y

Vg(gmg), es (eB)?/m3? que puede ser localizado de nuevo en los diagramas que involucran

la auto-energia de un tadpole de escalares cargados en presencia del campo externo.

6.4. Restauracion de la Simetria

Con el fin de verificar cuantitativamente el efecto del campo magnético durante la
TFED, en esta seccién se procede a graficar el Vog como una funcién del valor esperado
del vacio v. Para este analisis utilizamos los parametros conocidos del ME, esto es
g = 0344 y g = 0.637, my = 91 GeV, my = 80 GeV, f = 1, A = 0.11, que
corresponde a la actual cota para la masa del Higgs.

La Fig. 6.5 muestra el potencial efectivo, en ausencia del campo magnético, dividido
por [my (vD)]* = (10.5 GeV)*, donde v! es el valor donde aparece el minimo en la
fase rota a la temperatura critica, que en este caso pasa a ser To = 139.758 GeV.
El valor del pardmetro de norma es £ = 0.1. La transicién de fase es débilmente de
primer orden. Observamos que los resultados son consistentes con los obtenidos en la
referencia Ref. [1], los cuales son calculados utilizando los grados de libertad en la fase
simétrica.

La Fig. 6.6 muestra el potencial efectivo dividido por [my (v])]* = (10.5 GeV)?
para las mismas temperaturas de la Fig. 6.5 y un valor fijo del campo magnético,
parametrizado en términos de la temperatura de la TFED, B = b x (100 GeV)?, con
b = 0.01. El cuadro insertado en esta grafica muestra la diferencia (AV.g) con respecto
a el potencial efectivo mostrado en la Fig. 6.5, en ausencia de campo magnético, sobre
una pequena region en el rango donde el segundo minimo se desarrolla y ahora esta re-
trasado por la presencia del campo magnético. Este mismo efecto se puede observar
si mantenemos la temperatura fija y aumentamos el valor del campo magnético. Dado
que se utiliza un campo magnético débil, el efecto es pequeno. Para apreciar tal efecto,
en la Fig. 6.7 se muestra la diferencia entre los potenciales efectivos en presencia y en
ausencia de campo magnético. Comenzando con campo magnético nulo, la transicion
de fase ocurre a la temperatura critica T = 139.758 GeV. La transicién de fase se
retrasa al aumentar los valores del campo magnético, también parametrizado como
B = bx (100 GeV)?, mientras que la temperatura se mantiene fija. En ambas Figs. 6.6
y 6.7, el valor del pardmetro de norma es £ = 0.1.

La Fig. 6.8 muestra una pequena regién alrededor del segundo minimo que se desarro-
lla en el potencial efectivo dividido por la cuarta potencia de la masa del W dependiente
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Figura 6.5: Potencial efectivo dividido por la cuarta potencia de la masa del W de-
pendiente de v evaluada en v (el valor donde el minimo de la fase rota aparece a la
temperatura critica en ausencia de campo magnético). Con pardmetro de norma § = 0.1
y valor del campo magnético nulo. La transicion de fase es débilmente de primer orden.
Notamos que los resultados son consistentes con los obtenidos por [79], utilizando los
grados de libertad de la fase simétrica.

de v evaluada en vl para tres diferentes valores del campo magnético que se calculan
a su correspondiente temperatura critica, manteniendo el valor de & = 0.1. Notamos
que al aumentar los valores del campo magnético, la transicion de fase se inicia a una
temperatura critica T mas baja y el minimo de la fase rota vy también se desplazé a
valores més altos de tal manera que el cociente vg/T aumenta. Este aumento, aunque
modesto, es una caracteristica deseada que puede eventualmente ayudar a que una
posible asimetria bariénica no sea borrada después de la finalizacién de la transicion
de fase [4]. Para explorar la dependencia del parametro de norma de los pardmetros
relevantes en el potencial efectivo, las Figs. 6.9 — 6.11 muestran la diferencia en el
comportamiento con y sin campo magnético de vy, T¢ v el cociente vy /T para valores
de ¢ alrededor de 1. Usamos un valor fijo del campo magnético, parametrizado como

B =10 x (100 GeV)?, con b =0, 0.005, 0.010.

Podemos ver que vy, Te y vg/Te se mantienen estables para una variacién de £ hasta
de 1.5. Para estos valores pequenos de la intensidad de campo magnético, de acuerdo
con la jerarquia de escalas de energia asumida, el campo magnético no introduce una
fuerte dependencia en la norma.
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Figura 6.6: Potencial efectivo dividido por la cuarta potencia de la masa del W de-
pendiente de v evaluada en v{ (el valor donde el minimo de la fase rota aparece a la
temperatura critica en ausencia de campo magnético) para las mismas temperaturas de
la Fig. 6.5 y un valor fijo del campo magnético pardmetrizado como B = b x (100 GeV)?,
con b = 0.01. El pardrametro de norma es £ = 0.1. En el cuadro superior derecho se
muestra la diferencia (AVeﬁ) con respecto al potencial efectivo mostrado en la Fig. 6.5
en ausencia de campo magnético sobre una pequena regién en el rango de v donde el
segundo minimo estaria desarrollandose y ahora estad retrasado por la presencia de un
campo magnético.

x1074 t
20-  |--- b=0.010 ’
+ —— b=0.005
K~ — b=0.000
= B3 1
3
= 10- J
§S J
N =
4 5+ "_f"’ -
= ‘ :
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Figura 6.7: Diferencia entre los potenciales efectivos en presencia y en ausencia de
campo magnético dividido por la cuarta potencia de la masa del W dependiente de v
evaluada en vlT (el valor donde el minimo de la fase rota aparece a la temperatura critica
T = Tg:() = 139.758 GeV en ausencia del campo magnético) para diferentes valores del
campo magnético parametrizado como B = b x (100 GeV)2. El pardmetro de norma es
& =0.1. A pesar de que el campo magnético es débil, se puede apreciar que la transicién
de fase se retrasa al aumentar los valores del campo magnético.
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Figura 6.8: Una pequena region alrededor del segundo minimo que se desarrolla en el
potencial efectivo dividido por la cuarta potencia de la masa del W dependiente de v
evaluada en v{ (el valor donde el minimo en la fase rota aparece a la temperatura critica
en ausencia de campo magnético) para tres diferentes valores del campo magnético a su
correspondiente temperatura critica y para & = 0.1. Notamos que al aumentar los valores
del campo magnético, la transicién de fase se inicia a una temperatura mas baja y el
minimo de la fase rota también se desplaza a valores mas altos de tal manera que la
razon vg/T¢c incrementa la transicion de fase.

T T !'
020/ /
L |--- b=000s ;
—— b=0010 /!
<05 J .
L L //
@) - L
~ 010: rd -
< LIUp -,
= i e
a | i
0.05 -7 )
L ”,’ -
000, TFTIT ST T
00 0.5 1.0 1.5

Figura 6.9: Diferencias de vg, con y sin campo magnético, en funcién de £. La posicion
del minimo en la fase rota a la temperatura critica, para dos valores del campo magnético
parametrizado como B = b x (100 GeV)? se mantiene estable a lo largo de una amplia
gama de valores de £, ain en la presencia de campo magnético.
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Figura 6.10: Diferencias de T, con y sin campo magnético, en funcién de €. La posicion
de la temperatura critica para el desarrollo del minimo en la fase rota, para dos valores
del campo magnético parametrizado como B = b x (100 GeV)? se mantiene estable a lo
largo de una amplia gama de valores de &.
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Figura 6.11: Diferencia de la razén vy/T, con y sin campo magnético, para dos valores
del campo magnético parametrizado como B = b x (100 GeV)?, en funcién de ¢. Donde
se observa como el valor del cociente vg/T¢ es estable para una variacién de & hasta 1.5.
La presencia del campo magnético no introduce una fuerte dependencia en la norma.
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CONCLUSIONES

En la presente tesis se ha estudiado el problema de la restauracion de la simetria del
Modelo Estandar Minimo, a temperatura finita, en presencia de un campo magnético
externo. El estudio se ha realizado mediante el analisis del potencial efectivo a tempe-
ratura finita, considerando los efectos de los diagramas de anillo. El célculo del potencial
efectivo, en la presencia del campo magnético, nos ha permitido concluir que la TFED
se vuelve méas fuertemente de primer orden comparado con el caso en el que el campo
estd ausente. Nuestro tratamiento se ha aplicado en el limite de campo magnético débil,
dentro de la jerarquia de escalas con la que se trabajo, es decir eB << m? << T?,
donde m se toma como una masa genérica que participa en el calculo.

Se ha trabajado explicitamente con los grados de libertad en la fase con simetria elec-
trodébil rota, donde el campo magnético externo pertenece al grupo U(1)ey,, y en una
norma covariante, con valor arbitrario de un tinico parametro que fija la norma. Para la
inclusién de los efectos del campo magnético externo y para describir los propagadores
de las particulas, se ha hecho uso del formalismo del tiempo propio de Schwinger. De
este modo, la contribucion de todos los niveles de Landau ha sido tomada en cuen-
ta. Ademds, se ha llevado a cabo una expansién sistematica hasta orden (eB)? en el
campo magnético y como un paso intermedio se ha calculado la dependencia de las
auto-energias en el MEM, del campo magnético y del parametro de norma.

La presencia del campo magnético origina términos en el potencial efectivo, propor-
cionales a 1/m?, donde m? = m? + II; es la masa térmica de los campos escalares,
con m; su masa y Il la correccién térmica a la masa. Estos términos vienen de los
diagramas de tadpole en la auto-energia del boson, donde la particula del lazo es un
escalar cargado y resultan ser los mas relevantes para hacer que la transicion de fase se
vuelva mas fuertemente de primer orden, en comparacioén con el caso cuando el campo
no estd presente. Los resultados obtenidos estan en acuerdo cualitativo y cuantitativo
con los encontrados previamente [1] usando los grados de libertad del ME en la fase
simétrica.

Durante la transicion de fase, el cociente < > se incrementa a medida que los valores
del campo magnético aumentan. Esta caractemstlca funciona en favor de la supresion
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de las transiciones de sphaleron en la fase rota después que la TFED es completada y
por lo tanto, en contra de un posible suprecion en la produccién de niimero barionico.

El incremento del anterior cociente es modesto, aunque es importante tener en cuenta
que hemos utilizado valores muy restrictivos de la intensidad de campo, consistentes
con las escalas de energia usadas en este trabajo. Los términos dominante en la tem-
peratura del potencial efectivo son independientes del parametro de norma, aunque
los otros son subdominantes, es decir, los que vienen con el campo magnético llegan
a ser dependientes del parametro de norma. La dependencia de este parametro sobre
los observables de la transicion de fase tales como: la posicién del minimo, en la fase
con simetria rota y la temperatura critica para la transicion, no es despreciable para
valores de £ cerca de £ ~ 1. Esta dependencia senala que el corte en la expansion en
serie de potencias del campo magnético, podria no ser un procedimiento invariante de
norma. Este tltimo punto merece una mirada mas cercana y se espera investigar mas
adelante.



Apéndice A

Auto-energias de escalares en una
norma arbitraria

En este apéndice, listamos los resultados para los diagramas de las auto-energias re-
presentados en la Fig. 5.1 (para el bosén de Goldstone neutro, no hay una contribucién

del tipo mostrado en el diagrama (c) de la Fig. 5.1).

A.1. Auto-energias del bosén de Higgs (H)
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Auto-energias del bosén de Goldstone Neutro
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Apéndice B

Auto-energias de los bosones de
norma en una norma arbitraria

En este apéndice, se presentan los resultados para los diagramas de las auto-energias
mostrados en la Fig. 5.2
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Apéndice C

Auto-energia de los fantasmas en
una norma arbitraria

En este apéndice, listamos los resultados obtenidos para las auto-energias de los
diagramas representados en la Fig. 6.4.

C.1. Auto-energias del bosén v asociadas al fantas-
ma (7,)
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C.3. Auto-energias del bosén W asociadas al fan-
tasma ()
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