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INTRODUZIONE

Notevole interesse ha suscitato recentemente la possibilita
che in una teoria di campo con mesoni vettori a massa zero questi
possano acquisire la loro massa tramite una rottura spontanea'del
la simmetria di gauge della Lagrangiana. Un meccanismo di questo
tipo ha il pregio di dare luogo ad una teoria con mesoni vettoria
1i massicei rinormalizzabile in senso usuale, in virtd della sim-—
metria nascosta della LagrangianaT In effetti teorie di questo ge
nere si presume possano unificare le interazioni deboli ed eletiro
magnetiche4e forse anche le altre interazioni tra particelle ele-
mentari.

11 modo tipico attraverso il quale si giunge ad una situazione
di simmetria spontaneamente rotta € rappresentato dall'introduzione,
accanto ad una Lagrangiana gauge—invariante che accoppia fermioni
e bosoni vettoriali, di uno o pill campi scalari scelti opportunamente
e accoppiati in maniera invariante ai campi precedenti. Invertendo
il segno del termine di massa nella Lagrangiana del campi scalari si
ha che alcuni di essi acquistano un valore di aspettazione di vuoto
pon nullo, rompendo cosl 1l'invarianza del medesimo sotto 1l'azione di
alcuni generatori del gruppo di simmetria. Ridefinendo i campi sca-
lari si pud mostrare la presenza di eccitazioni a massa nulla, 1 bo-
soni di Goldstone?

La presenza di una simmetria di gauge locale fa si che in un
gauge particolare, il gauge unitario, che esiste sempre, le eccita-
zioni a massa nulla non appaiano come particelle fislche ma si com-
binino con i mesoni vettori per dare luogo ad una componente di po-
larizzazione longitudinale di modo che come prodotti finalil appaiano
solo particelle massicce. Questo fenomeno viene usualmente denomina-
to meccanismo di Higgs?

Il suggerimento per il verificarsi di un simile fenomeno prove-—
niva dalla teoria microscopica della superconduttivita di Bardeen,
Cooper e Schrieffer (BCS)? G1li autori avevano mostrato che per certe

sostanze a temperature prossime allo zero assoluto, qualora fosse



presente un campo fononico che esercitasse una azione attrattiva tra
fermioni in prossimitd della superficie di Fermi, si poteva avere
formazione di coppie legate (coppie di Cooper) con conseguente insta
pilitd dello stato fondamentale (condensazione) e apparizione nella
transizione di fase, di un "gap" nello spettro di eccitazione di par-
ticella singola. Gli stati legati fermionici seguivano, in assenza di
un campo & lungo raggio di azione esterno, una legge di dispersione
lineare senza gap.

La presenza di un potenziale elettromagnetico trasformava questi
potenziali bosoni di Goldstone in plasmoni con una frequenza minima
di eccitazione, la frequenza del plasma, facendo cosl acquisire ai
mesoni vettori una componente longitudinale (effetto Meissner;?’Gli
stati legati senza gap nello spettro di eccitazione non apparivano
quindi come eccitazioni fisiche in un superconduttore immerso in un
campo elettromagnetico esterno.

Y. Nambu e G.Jona—Lasiniéwtrasposero il modello BCS della super-—
conduttivitd alla teoria relativistica di campo. Essi mostrarono che,
in analogia all'apparire del gap nello spettiro di eccitazione di un
superconduttore, una massa fermionica poteva venire generata in una
transizione di fase con rottura spontanea del gruppo di simmetria
chirale.

L'aspetto pill attrattivo del modello di Nambu e Jona-Lasinio
rispetto ai modelli in cui la rottura spontanea della simmetria viene
ottenuta tramite 1'introduzione di campi scalari con termine di massa
col segno errato, risiede da un lato nell'assenza dell'arbitrarieta
dovuta all'introduzione dei campi a spin zero con tutti i parametri
indeterminati presenti nella Lagrangiana dei medesimi (si veda per
esempio la ref. 19 ), e dall'altro nell'interesse che una possibile
origine dinamica della massa fermionica pud avere. A giudizio deil
fautori di una teoria del primo tipo, i bosoni scalari devono ri-—
guardarsi come entitd fenomenologiche, e superflue nel modello di
Nambu ove i bosoni di Goldstone appaiono invece come stati legati
fermione-antifermione e quindi come enti derivati. Come pol un mesone
vettore g massa zero eventualmente presente nella teoria possa dive-

20
nire anch'esso massiccio fu indicato per la prima volta da Schwinger.



Questo accade nel caso che il tensore di polarizzazione proprio
relativo al mesone considerato sviluppl un polo a zero momento
quadrato. Ad una situazione di questo tipo ci si riferird in seguito
come ad un meccanismo di simmetria autoconsistentemente o dinamica-
mente rotta. Si sottolinea che la differenza fra i due tipi di rot-
tura spontanea della simmetria non risiede tanto nei prodotti finali
che da essa scaturiscono, quanto piuttosto nei differenti meccanismi
per generare le masse. I1 meccanismo di Higgs fa uso di campi a spin
zero introdotti esternamente, mentre la rottura dinamica della simme
tria avviene attraverso l'azione degli stessi bosoni di gauge presen
ti ab initio nel modello.

In questa tesi si analizzano alcuni modelli che fanno uso, in
modi disparati, della rottura dinamica della simmetria della Lagran-
giana per generare masse fermioniche e bosoniche partendo da Lagran-
giane con campi vettoriali a massa zero, senza far uso di campi sca-
lari. Si considera sia il caso di fermioni a massa zero che il caso
di fermioni massicci, selezionando in questo secondo caso gruppi di
simmetria che ammettono la presenza della massa fermionica.

I1 primo capitolo contiene una breve rassegna della teoria mi-
croscopica (BCS; della superconduttivitd con lo scopo di mettere in
luce gli aspetti successivamente generalizzabili ad una teoria di
campo relativistica. In conclusione del capitolo viene esaminata la
teoria fenomenologica di Ginzburg e Landau per stabilire gid a questo
livello parallelismi tra la teoria da costoro sviluppata ed il mecca-
nismo di Higgs con campi scalari.

Nel secondo capitolo vengono illustrate le analogie che sussi-
~stono tra la teoria BCS della superconduttivitd e le teorie di gauge
abeliane e non abeliane. Viene data anche una breve descrizione del
primo modello relativistico che presenta una rottura dinamica della
simmetria. il modello di Y.Nambu e G. Jona-Lasinio.

Nel capitolo successivo viene esaminata la possibilita di rottu
ra dinamica della simmetria in modelli di gauge abeliani e si indaga
sulla consistenza di una teoria di questo tipo. Si sviluppa uno sche
ma di approssimazione che permette di ottenere soluzioni non perturba

tive con un grado di simmetria inferiore rispetto a quello presente



nellas Lagrangiana, senza violare le identitd di Ward della teoria.

Le equazioni integrali relative ai modelli esaminati vengono risolte
esplicitamente nell'ordine pil basso nelle costanti di accoppiamento.
Si considera la consistenza matematica e la stabilitd delle soluzioni
ottenute e si deriva la teoria fenomenologica equivalente, atta a for
nire una descrizione Tedele della teoria fondamentale nella regione
delle basse energie.

Nel capitolo terzo si estendono le considerazioni precedenti a
Lagrangiane con gruppi di simmetria non abeliani. Vengono prese in
esame teorie di Yang-Mills con accoppiamento a campi di materia, ma
si indaga anche sulla consistenza di uno schema per la generazione
delle masse bosoniche in teorie di Yang-Mills pure. Anche qui viene
discusso il problema della consistenza matematica e si avanzano al-
cune ipotesi sulla rilevanza fisica di queste teorie.

Nell'ultimo capitolo viene applicato ad un semplice modello
sbeliano un metodo variazionale studiato recentemente per indagare
pid a fondo la struttura non lineare dei modelli con rottura dinamica
della simmetria. In questo contesto emerge in maniera naturale un
metodo per affermare la favoribilitd energetica delle soluzioni dina

micamente assimetriche rispetto alle soluzioni simmetriche.



CAPITOLO 1I°

ROTTURA DINAMICA DELLA SIMMETRIA IN TEORIA DI CAMPO NON RELA-
TIVISTICA. LA TEORIA MICROSCOPICA (BCS) DELLA SUPERCONDUTTI-
VITA'. ‘

Questo capitolo & dedicato all'illustrazione del meccanismo
di rottura dinamica della simmetria in un contesto non relativi-
stico,nella teoria microscopica (BCS) della superconduttivita.

I1 primo passo per una comprensione a livello microscopico
del fenomeno della superconduttivitd fu, come € noto, effettuato
da L.N. Cooper. Egli aveva mostrato in un semplice modello, che
una debole interazione attrattiva tra fermioni prossimi alla su-
perficie di Fermi (la superficie di momento massimo per gli elettro
ni in un solido a temperatura prossima allo zero assoluto) poteva
dare luogo a stati legati. Lo stato fondamentale del mezzo noninte-—
ragente diveniva instabile per formazione di coppie e la energia
finita di legame forniva una spiegazione qualitativa per la natura
delle Ffessure (gap) nello spettro di eccitazione di particella sin
gola del solido. Furono Bardeen, Cooper e Schrieffegoa realizzare
che la interazione attrattiva tra 1 fermioni postulata da Cooper
trovava la sua ragione Tisica nella presenza dell'interazione fono
nica dovuta alle vibrazioni del reticolo cristallino. Questa intera
zione rendeva conto di alcuni effetti osservati empiricamente (1'ef
fetto isotopico) ed era effettivamente attrattiva per elettroni in
prossimitd della superficie di Fermi. Questo capitolo & dedicato
allo studio di alcuni aspetti generalizzabili alle teorie relativi-
stiche del modello microscopico BCS per la superconduttivita.

E' noto che alla interazione fononica in un ecristallo pud ve
nire associato nel formalismo della seconda quantizzazione un opera
tore di campo, per esempio in descrizione di Schrédinger ¥ (%),
e se VQ_(5: ) & 1'operatore di campo associato ai fermioni (parti-

celle 6 buche) del cristallo, la Hamiltoniana che descrive il siste



ma accoppiato elettrone-fonone & data da :

H = H,. + HF;,L -9 fo(3>2‘ 'H‘/ICQ)"T“(E) P
Hee = [do %70 (-5 8.) o7

+ 4 f}’dgz dys2' o lem) Wiory v ) COT) O
Ho = joigfc" @) (-5°4,) @& (1)

dove V ( 3%, ') indica il potenziale relativo ad altre possibili
interazioni tra i fermioni oltre a quella fononica. I campi soddi-
sfano alle usuali relazioni di commutazione :
[ W, o) Y pa) )= g 867-3) [wom, ey l= & 07-g)
¢ ( % ) pud venire decomposto in parti di creazione e parti di
distruzione :
Cey = 3 [ co pocy + Co o (7]
: &
dove ¢>;>( 5 ) e szw( o ) sono le funzioni d'onda di par-
ticella singola e la somma € estesa a tutti i numeri quantici di
particella singola. In un sistema traslazionalmente invariante per
CPR”( % ) si possono usare onde piane exp (K% con la legge di
dispersione fononica W, =< |t dove ¢ & la velocitd di propaga-—
zione delle onde sonore.

Analogamente si pud decomporre il campo fermionico :

K2

- o -~y
YT = EZ: 4%1?2 (»x) C
‘ K2
dove le 4f})( 5¢ ) sono funzioni d'onda di particella singola. Nel

 caso di un mezzo a temperatura zero & utile ridefinire gli operatori

C 2y come :
Cu o2 K > Kg particelle
. =
<A +
bTﬁa k < Kg buche



dove 45;) e ., sono creatori e distruttori, rispettivamente,

di particelle di momento & con [K1> K, e indice di spin A
(A =+ 2); Ei?x e é@?) sono creatori e distruttori di

buche all'interno del mare di Fermi ( /&1 < Kg ). Lo stato fon

damentale di un gas di elettroni noninteragente a T=0 & caratteriz

zato da un mare di Fermi riempito e quindi dall'assenza di particel

le e buche. Denotato con (zfoj questo stato si ha :
bb?,\’q?°> = a?z’é°> = 0

La introduzione di particelle e buche & reminescente della decompo—
sizione di uno spinore di Dirac in creatori e distruttori relativi
ad elettroni e positroni. E' da notare tuttavia che la distinzione
tra particelle e buche perde significato per temperature finite, in
gquanto non esiste piu in questo caso una superficie di Fermi netta.
La Hamiltoniana (1) & difficilmente trattabile in maniera esatta e
ci si limita quindi a studiare un modello semplificato. A questo
scopo la interazione fononica tra elettroni viene riprodotta da un
potenziale V(0,xt) =~ 3?‘ §3¢-%"")  attrattivo tra fer-
mioni. Per studiare gli effetti di un campo magnetico su un super-
conduttore viene inoltre introdotto il potenziale vettore E?( %)
accoppiato minimalmente al campo fermionico. Per ammettere una pos
sibile variazione del numero totale di particelle di preferisce usa
re la Hamiltoniana gran-canonica K= H=-pm N dove M g il

potenziale chimico e N & l'operatore numero di particelle :
, . ’
N - JOI‘S;Z ’L{/% (%) leoc(??)

Tn conclusione la Hamiltoniana gran-canonica modello per un gas

di elettroni in presenza di un campo magnetico € data da :

-y

K = K, + V = {(/(2 3¢ /Ltl/(:()?) {-—zj-f[-':'ﬁV‘# %A(?)T"-/Vc}qf“(’?)

m

{

-5 JG{Z YAl ’\‘f’:(f’) ‘f/f({’) 1’/'/5 (%)Y, (") (2)



dove —e & la carica dell'elettrone e g € > 0. La natura singolare
del potenziale da luogo a integrali divergentl che vengono resi fini
ti introducendo un cut-off w, alla frequenza di Debye, ché € una
frequenza fononica massima, legata alla natura discreta del reticolo
cristallino.

La Hamiltoniana (2) viene ulteriormente semplificata utilizzando
la approssimazioné autoconsistente di Hartree-Fock a temperatura finita.
Questa consiste nell'approssimare V con la espressione bilineare nei

campl

Vo=V, =g [ ds [ ORI e o) e e

S AL AN V e Y /k.j

(3)

A
dove O > indica la media d'insieme dello operatore O valutata

. . -
con l'operatore statistico ge. dato da gG_=~ e nl ) , dove
. . . . -1 <
), & il potenziale termodinamico e /2= (Ke T) : (KB & la
costante di Boltzmann) :
: . -3 A
A — A e (Q O)
<0 > 2 ( gc. O) - Py
ln <

La traccia si intende su tutti gli stati j con fissato N e poi su

N‘stesso :
-3 L =B A .
To (e77"6) = ) dNjle OInNg>

e i1 potenziale termodinamico 8 dato, come & noto dalla meccanica

statistica, da :

(T, v . p) = —KaT Cul[Ta ™"



A
O >HF indica la media d'insieme valutata con K in approssima-

zione di Hartree-Fock, cio€ con VHF invece di V :

Q"/-”Km:

= = , K

She Tn e K we = Kot Ve

La posizione (3), che linearizza le equazioni del moto per HVK{Z
N . . . . . .
& equivalente ad usare come inserzione dl autoenergia fermionica

. * . . . N
propria E ; la sua espressione all'ordine pil basso,ma rimplazzan

do i propagatori liberi con propagatori vestiti
j;ﬂ * -
pxs = . .
/ Cﬂn) 2) HE 2_ 83 (Hq )(a) S
Wy -

o—p—0 @ propagatore fermionico vestito.

I1 propagatore fermionico vestito ¢ definito da :

-y -~ Vel +
50% (23T ,5,T,) = — <Tz ‘f’“(i?,fz,,)"f;(zzz??)>

'\.‘? -5 - - . - .
dove Q%@.(A; é) 8 un operatore di Heisenberg a tempo lmmaginario :

Kug T/H ; - Kue T/H
Y, (2, T) = € F. ) €
Ty indica 1'ordinamento temporale rispetto a T con segno - Dper

ogni permutazione dei campi fermionici.

La posizione nella equazione (3) & tuttavia troppo semplifica-
trice e non rende conto delle caratteristiche peculiari di un super
conduttore, e ciod della possibilitd che elettroni con spin opposti
prossimi alla superficie di Fermi possano formare uno stato legato
rendendo gquest'ultima instabile. Si introducono quindi due termini

che rappresentano la ampiezza di accoppiamento richiesta e si pone:

Vi =2 Ve + Vo, = Ve~ f Ay [UQ%W) ﬂfﬁ*m>’1r,(>?’>”m>?)

-+ 11‘/;01’7) /\{':(n)’) <"'f/1\{'h’))/%({')> -1
(W)
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4{; (>7) indica un campo fermionico con proiezione dello spin
in una direzione arbitraria e per § in quella opposta. La correzio
ne VHF si pud assumere circa uguale nel caso dello stato normale e
dello stato superconduttore e per semplicitd viene omessa. In con-
clusione si ottiene come Hamiltoniana efficace : Keff= K+ VP
e per autoconsistenza tutte le medie di insieme verranno in seguito
valutate con Keff al posto di K.

Per la presenza del termine VP la teoria non conserva piu il
numero di particelle (infatti si vede che [ v, Keff] + 0) e le
coppie di Cooper che vengono a formarsi subiscono una condensazione
del tipo Bose-Einstein.

Lo stato fondamentale ¢ ()] a T =& di un superconduttore, co
me esso fu ottenuto da Bardeen, Cooper e Schrieffer con un metodo va-

riazionale, & infatti sovrapposizione di stati d4i coppia :

+ +
]_f2.> = { l ( UWao + VU CZL?T (:_éa& > ] Cﬁ>
D
. e 2 2 , *
dove Uz e V.2 sono coefficiemti , U & °* Vo= 4 , e C oy
e C~w?a sono creatori e distruttori di elettroni, T e { sono le

due possibili proiezioni dello spin e 10> indica lo stato di wvuoto
(assenza di elettroni).

Tn virtd di questa circostanza 1l'operatore composto corrisponden
te alla coppia di Cooper, acquista un valore di aspettazione non nullo
sullo stato fondamentale a T=0 e la funzione d'onda AF T delle

coppie assume significato classico (funzione di gap) :

S t
A¥ (R = -9 Moy w G> FO
(5)
o nello spazio dei momenti
t, oo + * e _
<\€ (K\')> = < C;) C~k)'/\> = 8. e + O

)2 t, . c s
dove (x") rappresenta un creatore di coppie di Cooper che sod-
disfa a relazioni di commutazione simili a quelle relative ad opera-

tori bosonici. La fase & caratterizza i differenti stati fondamentalil
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degeneri (nel caso di un superconduttore la fase della funzione
d'onda di una coppia ha significato fisico in quanto rappresenta
la fase relativa tra due funzioni d'onda di particella singola.
81 veda per esempio l'effetto Josephson e ).

La degenerazione dello stato fondamentale rispetto alla fase
indica la presenza di una situazione di rottura spontanea della
simmetria rispetto al gruppo di fase elettromagnetico, il cui ge-—
neratore & N.

Alla stessa conclusione si pud giungere considerando una tra-
sformazione canonica che diagonalizza la Hamiltoniana efficace a
T=0. Questo metodo di soluzione & chiaramente non perturbativo.Le
quasi particelle, i cui creatori e distruttori diagonalizzano la
Hamiltoniana modello di Bogoliubov 12. , analoga a quella sopra e-
sibita, non sono autostati della carica elettrica essendo sovrap-
posizione di stati a carica opposta (di particella e buca, prenden

do come sopra a riferimento la superficie di Fermi) :

+.
L = U Cprp = Ve Gy
= , +
(3. Usw Cozy + Vi C g

+ . . e . e o .
( CZ?A e C:;A sono gli usuali distruttori e creatori di elettroni
di momento & espin A , A =+3: T, A =-3: ¥, Uik e U
- -
sono coefficienti dipendenti solo da & | }. Il vuoto di quasil par

ticelle & lo stato fondamentale del superconduttore a T=0 :

e rompe la simmetria di fase della Hamiltoniana modello associata
alla conservazione della carica.

Dalls Hamiltoniana efficace Keff si derivano, sfruttando le
relazioni di commutazione tra i campi, le equazioni del moto per le
funzioni di Green a temperatura finita. Nel caso di un mezzo unifor
me in assenza di campo magnetico queste possono venire risolte espli
citamente. I poli delle funzioni di Green forniscono allora, come &

noto dalla rappresentazione di Lehmann, le energie di eccitazione di
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particella singola del sistema. Lo spettro di eccltazione in questo

cago & della forma :
t
. _ 2 L
En = (4% + §,)° (6)

dove O & la trasformata di Fourier della funzione di gap .
Zﬂ*{ﬁ) e §é7 & lo spettro di eccitazione in un gas di elettroni

non interagente, misurato rispetto al potenziale chimico:

2 2
W&
-y = e - (
§K > /(/I/ 7)
La energia di eccitazione E 2  ha quindi un minimo uguale a 4 .

11 gap Z| soddisfa in questo caso ad una equazione algebrica non

lineare

ol

. Wy (E3+ A7)
A N (o) J 452 %W/b‘j”’"

pranced G - _—
dJd <§2+a)z 2 Kg T
N (0) i Kg
con o , che fornisce per T=0
20 LT P

Aoy = 24wy exp (—;{i—;@—) .

dove Dp & una frequenza fononica massima (di Debye). Il gap &
quindi una quantitd non analitica nella costante di accoppiamento
e dipende dal cutoffev, .

In generale lo spettro di eccitazione di particella singola &
ancora della forma (6) con la posizione (7), ma A  dipende da E>e12

soddisfa ad una equazione integrale non lineare. Per T=0 Bogoliubov

ha mostrato che gquesta assume la forma :

4
-y -y -~y 1
E : - - K I
Ak-% <V< ‘VlK 3 > E;('n
con (:ﬂ > § ) z e {...1VI|..) rappresenta 1l'elemento

di matrice del potenziale V attrattivo fermionico tra stati di momen
to determinato. .

la situazione che si presenta a questo punto & mostrata nel
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diagramma della fig.l. La interazione fononica attrattiva, rappresen
tata da una linea‘ondulata, induce una transizione tra elettroni di
momento e spin opposti (prossimi alla superficie di Fermi) che ha co
me effetto la formazione di uno stato legato e l'apparizione di un

gap nello spettro di eccitazione di particella singola.

AN

(24 W

IR

Y

AAAANNA- ¢ potenziale fononico {:} . gap

propagazione di un fermione

fig.I Conversione elettrone~buce dovuta allo scembio di
fononi e apparizione del gap .

La freccia indica la direzione di propagazione della carica elettrica.

I1 gap appare in conseguenza del termine di interazione nella Hamilto
niana (14) che permette la creazione (o distruzione) di due elettroni
simultaneamente, incrementando (rispettivamente diminuendo) la carica
elettrica di due unitld. Questo & solo un modo differente per asserire
che 1'interazione fononica rende possibili transizionl non perturba-
tive tra stati di carica opposta e cio€ tra particelle e buche
a T=0. Alla stessa conclusione si giunge osservando la (5) .

£ Anderson v e Y.Nambu " osservarono che in un superconduttore
sono presenti oltre alle eccitazioni quasi-particellari anche modi
collettivi la cul presenza € necessaria per ristabilire la invarianza
di gauge globale, e quindi la conservazione della carica, in assenza
di un campo elettromagnetico esterno. I modi collettivi sono conse-
guenza di eccitazione di coppie di Cooper e seguono una legge 41 di-
spersione continua senza gap. Essi sono i bosoni di Goldstone del mo-
dello considerato " e la loro legge di dispersione € quindl della

forma - 2 2 2
702 — Odz ? * con <l %ﬁ k,f /Sir:’

lf)"I-—'ro
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Questa situazione & illustrata nella fig.2. In virtl della presenza
dell'attrazione fononica si formeno stati legati la cui energia tende

a zero quando il momento va a zero.

\\\\?/ﬂ// —==—~ : Dbosone di
’ Goldstone
] .
l )
{
;f‘"‘*’ 1 —— propggatore
9 — 0 | fermionico
H
/,/}\\\\ v interazione
fononica
-y o
o t9 A

fig.2 Il bosone di Nambu - Goldstone .

In presenza di un campo magnetico esterno si pud vedere che la
legge di dispersione delle eccitazioni collettive viene modificata
in :

2 yre*n 2
qo _— bupe (o)

141 -0

il

dove Wpp(2) & 1la frequenza di oscillazione classica del plasma per
un gas elettronico ed & proporzionale al prodotto del quadrato della
carica elettrica per la densitd elettronica n.

Ora & noto che per un superconduttore di London la lunghezza di

penetrazione & data da :

NN

2

A, (T=0) )

LT,

I

dove MNs (T=0) = n o+ 0(1"’—'30> & la densitd di superelet-
troni. Ne consegue quindi la relazione
-1

Inoltre tenendo conto che per un superconduttore di London si pud

derivare dalla teoria microscopica,in presenza di un campo magnetico,



la relazione

R 2

— . Mg € ? -
P4 - - e (71’,

Cfs(. % P C A )

-
dove ¢ (') & la supercorrente , e si ha in definitiva in presenza
di un campo magnetico
c 2 2
—— ) M
e P(f(o) A (7)

Quest'ultima relazione mostra 1'apparire dell'effetto Meissner : il

I

j*f;e'm)(f’) — f(i’v)ﬁ(%—-ﬁ)

campo elettromagnetico diviene assimilabile ad un campo massicelio e
il range del potenziale vettore nel mezzo superconduttore ¢ finito
e pari a C/QJPgM)=2b Un risultato analogo si ottiene considerando
superconduttori che non sono di London.

Quest'ultimo esempio mostra come avviene il meccanismo per ge-
nerare una massa fotonica gauge invariante. In presenza di un campo
magnetico le eccitazioni collettive (i bosoni di Goldstone) si accop
piano al campo magnetico per dare luogo ad una componente longitudi-
nale. T bosoni di Goldstone stessi di disaccoppiano dalla teoria e
non compaiono come eccitazioni fisiche. T fononi acusticl, essendo
pari per coniugazione di carica (a differenza della corrente elettro
magnetica che & dispari), non acquistano "massa' e si disaccoppiano
dai bosoni di Goldstone (anch'essi dispari sotto coniugazione di ca-—
rica). (8i ricorda che i prodotti bilineari covarianti si trasformano
per coniugazione di carica C secondo : S,P,A -S> 4 5,P,A;

V,T —» - V,- T). '

La situazione che si presenta in conclusione & illustrata nella
fig. 3.

E' inoltre interessante notare che lo stato fondeamentale super-—
conduttore & energeticamente favorito rispetto allo stato normale
(una situazione peraltro naturale se si pensa al metodo variazionale
col quale Bardeen, Cooper e Schrieffer determinarono lo stato fonda-
mentale del superconduttore).

La differenza nel potenziale termodinamico tra i due stati, nor-

15
male e superconduttore, & data da :

~ 2 - -z
O, - 0, = - [‘dy L [diw 1acD!
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~S
..,..M_< ),___.._..._.{ }vwwvv = Arnannna| ) aatasnds
L4 . -
_____ , + 81 cancella per coniuga-
zione di carica

'St as s ° propagazione di un fotone

““<:::>~VV ! 'massa" del fotone

AAANNNN : :
. propagatore fononico

g . propagatore fermionico
O+ ¢ e

——— - . bosone di Goldstone

fig.3 Effetto Meissner .

dove A (¥) dipende da g. Con un calcolo approssimato si vede che

per T — O si ha :
- 4 2
_IT_S - .I?.rq = 7 V N> A £ 0O

con V= fdoX
I1 problema della favoribilita energetica dello stato "super-

conduttore” in teoria relativistica di campo appare invece, come si

vedrd pil avanti (Cap. V) , tuttora aperto.
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La teoria fenomenologica di Ginzburg e Landau

La teoria microscopica BCS fornisce anche una interpretazione
per le grandezze fenomenologiche della teoria di Ginzburg e Landau
15
Introducendo la funzione d'onda di Ginzburg e Landau

legata al parametro d'ordine o funzione di gap gﬁ*(iﬁ dalla rela-

zione
~ 4
7 S |2
¢(f) =i - - A O7)
5(}f 5{3 fc)
con KB = costante di Boltzmann e TC = temperatura critica del super

conduttore (la temperatura alla quale avviene la transizione di fase
tra stato normale e stato superconduttore), si ottengono le seguenti
equazioni di moto approssimate per un superconduttore in un campo

; 1516
magnetico esterno Ak(z) :

[—L.9K+ZQAK]24> «2//{2(#_ 17,;\4> I.:}()/Z = O

con
2w A -
A=A ot ymA (T -d)<0
© 6 lusT) £o = 2% kF
A 7 $¢2y €% i 2

Si vede immediatamente che gquesta equazione del tipo di Schrddinger

non lineare pud venire derivata dalla densita Lagrangiana :

0(\/0(}?) = 'LL/- FZg F“e - (9V "’2[8/4“)(?*(9;,; '{‘ZIFQAK)(?!) - V(¢;¢¥)

con

il

FZ@ EDK /qe - £>e /?«

# 2 z 4o b
Vi, )= m /¢l ~+ A [Pl
Per la presenza del termine di massa negativo (/4240 } si ha
che il potenziale V ha un minimo in corrispondenza di 195/ # 0.

Ridefinendo i campi scalari si pud mostrare 1l'apparizione di un

bosone di Coldstone che si combina con 1l campo elettromagnetico
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per generarc una componente di polarizzazione longitudinale.
E' da sottolineare che la teoria fenomenologica della super-
. . . 2 - .
conduttivita non determina pt e A  teoricamente e non fornisce

informazioni sullo spettro di eccitazione fermionico.
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CAPITOLO 11°

ANALOGIE IN TEORIA DI CAMPO RELATIVISTICA

Dalla precedente esposizione di alcuni caratteri fondamentali
della teoria BCS della superconduttivitd risulta a questo punto fa
cile riferire gquali debbano essere le caratteristiche di una teoria
di campo relativistica che intenda avvalersi di un meccanismo del
tipo precedentemente illustrato per generare le masse, che corri-
spondono al gap in teoria BCS, delle particelle fisiche.

La prima generalizzazione alla teoria di campo relativistica
del meccanismo che induce una transizione di fase nel supercondutto
re si ebbe ad opera di Y. Nambu Iaja . Nambu mosse dalla conside
razione che la corrente assiale poteva’ essere conservata anche in
presenza di masse fermioniche (generate autoconsistentemente) a patto
che la funzione di vertice assiale ["(p, p') acquisisse un polo

a zero momento trasferito (polo di Nambu-Goldstone). Infatti se

J i, - Y 8}\K§ Y 8 conservata :

e
EVM J s = O (1)
come segue dalle equazioni del moto assunte chiralmente invarianti,
si ha d'altro canto che per una particella di Dirac massiccia (con
la massa generata dinamicamente come il gap in teoria BCS) la equa-

. . . . PR m N
zione di continuitd non & verificata : ( “F( & uno spinore che

soddisfa alla equazione di Dirac con massa m)

Q/A lf"/"(w‘) é,lu d/g %(W') _ 2m fg//(m) é,.,S zf/(r") (2)

Se il fermione massiccio deve essere autostato del sistema, 1'unico
modo in cui le due affermazioni precedenti possono venire riconcilia
te & che 1l'elemento di matrice dell'operatore relative alla corrente
assiale non sia semplicemente proporzionale a P Sar o , in virtu

delle correzioni radiative

Pl ju gy = a G0N lEG ) e () (3)
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. . . . . "
ove per ragioni di Lorentz invarianza /; & della forma :

—7 pt . e 5
/ < ([";z', Iw) = F, (677) catyt + F; (0‘)1) 7"‘ X
o 2 _ 4,2 _ 2
con g =p — P e p =D =m .
Dalla (2) e dalla (3) si ha : F, = F, q2/2m = F e quindi

.. m xS gt
[T > = Fgo (cere® + 2—‘”;—{9‘—) (1)

s 7

2 2 . . . . e

con F(q~) regolare per ¢ — 0. La funzione di vertice acquista gquindi
2 . e . . .

un polo per g = O che indica la presenza di uno stato intermedio a

massa Zexo

P r r ]
>D"’"O
X = x + --- X
r+4q r+9 Pt

fig.I Decomposizione della funzione di vertice assiale
. z
in parte regolare e parte singolare per g—~o0 .

Quindi anche in teoria di campo relativistica & possibile ottenere
da una Lagrangiana & °— invariante fermioni massiccl e una corrente
assiale conservata me & necessario che siano contemporaneamente pre
senti eccitazioni collettive a massa zero (almeno fintantoché non si
estende 1'invarianza di gauge globale ad una invarianza locale con
la introduzione di bosoni di gauge).

Conviene a questo punto, per 1l'economia del discorso successivo,
approfondire in alcuni punti la discussione del modello di Nambu.

La Lagrangiana usata da Nambu e Jona-Lasinio
— - aL N
Yiny = —F ¥70 o + g [(FH) —(Fes) ] ()

consiste di fermioni a massa zero interagenti tramite un termine non
lineare del tipo di Heisenberg. Un cutoff ultravioletto A deve ve-
nire introdotto per rendere la teoria finita. Per il teorema di Fierz

la parte di interazione € equivalente a :

S ta [(Fr) = (Faret )] (6)
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La Lagrangiana (5) possiede due correnti conservate che corrispon

dono ai generatori chiralitd X e numero barionico N
Loa 5> = o= %
Cocg ¥5, _— NS
Y s e id F — Te (1)

X

La assunzione cruciale che viene fatta in questo modello & che,
nonostante la massa meccanica m sia uguale a zero, la massa fi-

sica m sia non nulla. La equazione per la massa fermionic

D ()

secondo la prescrizione di rinormalizzazione di Dyson.
(8), usando la equazione di Dyson per

a & quindi

:—_5m:m (8)

LK‘P':V”’

All'ordine pill basso in g, 1a

>3 (®), si traduce in

E: (f?) - __g:;}__ = Z 30 T SF:(O> =
(9)

“ A
con SF(O) = ziTI; gy che & la approssimazione di Hartree-
Fock, e quindi si ha : '
_ g 00 WL - A" p .
me= (2m )" pt-mt+is (10)

»

2 =J\? si ha dopo una rotazione di Wick:

Con un cutoff invariante a p
0)

i}

(scartando la soluzione triviale m

21" {1 — m” ﬂn(n/ql‘: +i> (11)

Qe A

' T
che & soddisfatta per C)<’Zﬁ7ﬁaﬂ.< 4 e quindi per piccoli g  se

N —> 0 .
Si pud a questo punto considerare la funzione di vertice assiale
1
f;f‘(p, p ). Essa soddisfa alla identitd di Ward (in conseguenza

della invarianza chirale della Lagrangiana (5) )

G I3 Cry 90 = w5 SE Cpra) + SL( &S (2



dove SF_l({>) 8 1'inverso del propagatore fermionico.

Per q - O si ottiene
Gu 7y pra) = {¥7, o)

Se 5, (@) I@Fmé m, allora la funzione di vertice si pud decomporre

in parte regolare e parte singolare per qg——> 0 :

-1

- p
[ Cripeq) = T A

S
(si confronti questa espressione con la fig.1l). (8i ricorda che ¥S
non anticommuta con uno scalare). Si pud assumere consistentemente
che la parte singolare della funzione di vertice sia data da :

/“7/4

~ oo
s Csine) (/ﬁ,}o“t‘ﬁ) = Zwm xS %_z_ = (}02> (11)

77°
dove F (f%) caratterizza la variazione511p2 della componente sca
lare di 3'(p) per ¥ arbitrario.
La funzione di vertice [;-p soddisfa alla equazione integrale

(4i Bethe- Salpeter)

= :< +
. o

fig.2 Equazione di Dyson per la funzione di vertice assiale

¢on. i1l nucleo X irriducibile per particella singola .
dove il nucleo K & irriducibile per due fermioni nel canale s;

.. . U .
per esemplo il grafico non & contenuto in K.

AT

. . . .. . 2 . s
Uguagliando 1 contributi singolari per ¢ —> 0 a destra e a sini-—

stra nella fig. 2 si ha in notazione simbolica :

ks _ I ' p - K
5 (siNeY $ (SiNG) (15)

che & la equazione di Bethe-Salpeter per f;”fs:uo)

La sua soluzione in approssimazione a catena con K = :}(Eg*, e,

come ‘si vede per sostituzione
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/--n xl‘ys' ‘Y"xsl
S (sive) wTT '

fig.3 La funzione 3di vertice assiale in
approssimaezione a catena .

~—— indica la propagazione di una particella a massa zero, come nel

la fig. 1. Analiticamente la serie sl somma per dare

" . ’ 5 /{
. . = (§S — 3 (k — 0) (16)
S (SiNG) 1 —-Jp(o) PA
con AT %
T, 00 =iem  yiws = A=K s [ apl e
P - 42 Lm® K2+ f:"
{
. Lm'yg
© UM(K"):ZK’OZX’“ﬁ: Lmo” Kj (4 Pl)
PA (@m)* K p?
Inserendo questi due risultati nella (16) si ha :
qﬂ
re — 2m &° (17)
S (3inG) ﬁz

all'ordine piul basso in 8, (~ in approssimazione a catena). La (17),
ottenuta in approssimazione a catena, & chiaramente in accordo con la
jdentitd di Ward (12) e con la eguazione di Dyson (9) per 1l'autoener-—
gia fermionica. Inoltre il modello di Nambu rappresenta la prima esem
plificazione del teorema di Goldétone, con rottura dinamica della sim
metria chirale. La presenza delle particelle a massa Zero ¢ indicata
dalla presenza del polo nella funzione di vertice per qg—» 0. Nel mo-
dello di Nambu sono inoltre presenti altre eccitazioni collettive, la
cui presenza pud venire mostrata iterando opportune "bolle" (v.sotto)
nella espressione per l'ampiezza di diffusione per due fermioni. Ite-
rando la bolla scalare si ha per 1l'ampiezza di diffusione per due fer-

mioni

ED(><>©<>©©<

fig.4 Ampiezza di diffusione fermionlioca in
approssimazione a catena .
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con ;::}(:E% 5@0, A una costante e

o AT 2 U pd _ 2 2"71.
To00y = 0 Do o= [ g vl nLL)

Dalla equazione di autoconsistenza (10) si pud vedere che Js (Hmz)='i
e quindi si ha un polo nell'ampiezza di diffusione S per K2 = (Qm)g.
Questo indica la presenza di uno stato legato massiccio con spin-

ce i
paritd O . Iterando la "bolla" vettoriale

(:X"O cEM

si ottiene per la massa del mesone vettoriale fﬂi > %- nﬂz che,
come & mostrato nell'articolo di Nambu e Jona-Lasinio, dipende dal
cutoff.

A conclusione di questa discussione del modello di Nambu si ri-
chiamerd la circostanza, senza darne una dimostrazione, che l'energisa
dello stato fondamentale superconduttore & minore rispetto alla
energia dello stato fondamentale simmetrico. Infatti si ha per le

energie dei rispettivi stati fondamentali

(o) — (m) fo{”;' s . 0
_ — oy (2L rpremty-1] >
= ( NorHL) = (Surerel) 2V (zwy? [(P r 1
(18)
-
con V = _fds'%' , ed & quadraticamente divergente.

Preso quindi atto della plausibilitad di soluzioni con rottura
dinamica della simmetria in teoria di campo relativistica, si & con-
dotti naturalmente a considerare estensioni ad una simmetria locale

del modello precedente, e quindi Lagrangiane in cul i fermioni a massa
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zero sono accoppiati minimalmente a bosoni di Yang-Mills.
Riferendosi ai suggerimenti della teoria BCS si persegue in-
nanzitutto sistematicamente la analogia con 1'immagine quasi-parti

cellare di un superconduttore. Si effettua quindi semplicemente la

sostituzione :
fase elettromagnetica S fase chirale
(i1 gap provoca la rottura del (1a massa fermionica provo-
la simmetria ad essa associata) ca la rottura della simme-—

tria ad essa associata)

elettrone (buca:senza gap nello > fermione (antifermione)a

spettro di eccitazione massa zero
fonone — campo di gauge vettoriale
(campo attrattivo) (attrattivo)
fotone — campo di gauge assiale

(potenziale a lungo raggio asso
ciato all'invarianza di gauge)

gap nello spettro di eccitazio- > massa fermionica

ne di particelle singole

Nel caso di un superconduttore la interazione fononica induceva tran
sizioni tra stati di particelle con spin oppostl e momenti prossimi
alla superficie di Fermi opposti. In questo caso invece la interazio
ne vettoriale induce transizioni tra spinori di opposta chiralitsd ge
nerando una massa férmionica (La interazione assiale ha effetto repul
sivo, come si vedrd nel capitolo successivo). Questa situazione & il-
lustrata nella fig. 5.

Le eccitazioni di particelle singola non sono pill autostati chirali
bens) sovrapposizione di stati con chiralitd opposta (cosl come le
quasi-particelle in un superconduttore sono sovrapposizioni di stati
di buca * e particella ¢ ). Si & ottenuta quindi una rottura del-~
1'invarianza chirale e il vuoto non & pil autostato della fase chira-

le; questa pud venire scelta arbitrariamente per caratterizzarlo.
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w) ) (n) v

—— *  fermione a massa zero (la freccia indica la
propagazione della carica; (u) e (v) indicano
chiralitd opposte)

AANAAANN . propagatore vettoriale
__E:}_ . massa fig.5 Analogia con la superconduttivité in
fermionica teoria di campo .

Alla degenerazione del vuoto corrispondono eccitazioni pseudo-
scalari (pari per coniugazione di carica) a massa zero, se sl assume
l'apparire di un termine di massa scalare (si vedano le eq. 41,12
del cap. IIT; se 5 (p) &€ o4 = i1 vertice T - f - scalare di
Goldstone & &« ¥ °% ). Queste eccitazioni si combinano con i boso-—
ni vettori assiali (anch'essi pari per coniugazione di carica) gene-
randone la massa, e si disaccoppiano contemporaneamente dal campo
vettoriale che & dispari per coniugazione di carica (o per coniuga-—

zione chirale). La situazione a questo punto & compendiata dalla

fig. (6).

Em—
ﬁz—e>0
P “P+q
- : bosone di Nambu~Goldstone

(stato legato a massa zero)

fig.6 Il bosone di Goldstone come stato legato
fermione - antifermione .
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—— ——— mesone assiale
massicclo

—_——— e si cancella per
coniugazione di
carica

S daddadad : propagatore assiale - * bosone di
Goldstone

AMANANN . propagatore vettoriale

fig.7 Generazione della massa del bosone aggiale .

Questo semplice modello viene descritto dalla seguente Lagranglana

minimale ( U (1) ® U (1) ) :

.

t ¢ - MY
7 v F

P) = ¢ Fxrda ¥ -

che ammette le simmetrie continue
() S o= & Bt SF=-0 78,
(b) SY = (&5, Y $F = ¥ 558, (20)

in forma infinitesima, e la simmetria discreta di riflessione spa-
zlale se &, = 8-

Ci si aspetta generazione spontanea di massa per @#' e %?&,
mentre V}v deve rimanere a massa zero, come si pud dedurre anche
dalle identitd di Ward relative alla (19).

Queste considerazioni possono venire generalizzate in maniera
naturale fino ad abbracciare una teoria descritta da una Lagrangiana
simmetrica per un arbitrario gruppo di Lie G (compatto) (con le uni-
che restrizioni derivanti dal problema delle anomalie della corrente
assiale (v. cap.III) ). Si scrive quindi per un generico modello,

del quali si vogliono studiare le soluzioni che presentano una rot-
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tura dinamica della simmetria, la Lagrangiana :

Loy = CWarDL Y = L FL R

Ly

It

b/./» 9,“, — 43& Z-a, /40;,««

a | g a > @& & c
v —_ 9,4/4‘) - 9,,/4/,\ +34C 5CA/*ﬂu

[[_“”) 1_6] = ¢ C M: LC (»Gerieratori dai G)

invariante per

Sipen) = ¢ La 8%00 Y ()

SALe= Clu B0 AL - L2, %)

2m

Se le masse fermioniche vengono generate dinamicamente dall'azione
attrattiva dei campi di gauge, ci si aspetta la presenza di bosoni

di Goldstone accoppiati a tutte le correnti che apparentemente non

. . . . ar
sono conservate e 1n cuili 8 presente 11 termine anomalo (o< )

572

sopra menzionato. Queste correntl generano trasformazioni ortogonali

al sottogruppo rimasto intatto per la simmetria. I campl di gauge
accoppiati di bosoni scalari acquistano una componente longitudina-
le che 1i rende massicci e i bosoni di Goldstone stessi si disaccop—
piano dalla teoria. ,

Nel prossimo capitolo si esamineranno in dettaglio 1 concetti .

qui introdotti per sommi capi.
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CAPITOLO III®

UN SEMPLICE MODELLO ABELIANO

33 esamineranno ora in dettaglio, come € stato anticipato nel
precedente capitolo, le soluzioni non-perturbative della (19)che
diano luogo a generazione di massa. La Lagrangiana che forma guindi

il punto di partenza €

Yiny = Tard s FEET WAL 50 T Y

, v ¥
—-%F’,ﬂﬁf’ *{;PM'U{; (1)
P/:J = 9/’* VV - Qv l//» K$= ;&OKAKZGG

che & invariante per 571"=a:c95’g77"e S = cEY e, 'almeno in apparen-—
za, rinormalizzabile, nel senso che 1o 8 la teoria simmetrica rela-
tiva alla (1).

La prima domanda che viene naturale porsi riguarda la motiva-—
sione di studiare modelli semplificati o poco realistici come il mo-
dello descritto dalla Lagrangiana (1). Quello che verrd mostrato nel
capitolo successivo dedicato al modelli non abeliani, pill realistici,
giustificherd per la presenza 13 degli stessi meccanismi studiati
qui nel caso abeliano, ma complicati da matrici di rappresentazione
del gruppo ed altri dettagli tecnici, la discussione, almeno nelle
intenzioni circostanziata, di questi primi modelli. Le costanti di
accoppiamento presenti nella (1), come si vedrd pil avanti, risul-
teranno, in base alla loro forma, discriminatorie per i vari mecca-
nismi di generazione spontanea delle masse, € 1'analisi di questa
circostanza permettera di affrontare con maggiore dimestichezza 1
modelli pill complessi.

Nei seguenti paragrafi verranno innanzitutto derivate le equa
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zioni fondamentali atte a descrivere la situazione di simmetria
dinamicamente rotta e si deriverd una importante regola di somma.
Quindi si analizzeranno le soluzioni delle eguazioni integra -

1i espresse con i nuclei di Bethe-Salpeter in approssimazione a sca

- la e si otterranno alcuni legami tra le masse delle particella e

alcuni vincolil sulle costanti di accoppiamento.

Infine si delimiteranno i vari tipi di meccanismi {mutuamente
escludentesi) atti a generare le masse fermioniche e bosoniche, e
si costruird la teoria fenomenologica. Di pari passo con l'insor-
gere di specifiche problematiche, verranno analizzate le questioni
di consistenza interna.

La teoria, come essa & data dalla Lagranglana (1), & a questo
punto inconsistente per la anomalisa della corrente assiale? La pre
senza del grafico triangolare della fig.l entra, come & noto, in
contrasto con la conservazione della corrente assiale, che & una

conseguenza delle equazioni del moto relative alla (1). Infatti per

la antisimmetria del tensore del campo assiale /4/ﬂ si ha
/AV o s _
Qe dv Fu77 = Ga Op ju =0

dove J/; = ’?/73/"‘0/5 ¥

fig. 4 Triangolo fermionico con anomalia assiale .
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La rimozione dells anomalis verrd discussa nel paragrafo 3) del
Presente capitolo e non invaliders le conclusioni precedentemente
tratte sul meccanismo di rottura spontanea dells simmetria. In
questi modelli si suppone infatti che essa avvenga attraverso boso
ni di Goldstone rappresentati da stati legati piuttosto che attra~
verso la anomalia della corrente assiale come nell'’ elettrodinamica
dai Schwinger in due dlmen51on120

Una caratteristics rimarchevole dells Lagrangiana (l) & inol-
tre 1l'invarianza di scala. Infatti in essa non compare nessuna mas
sa e quindi nessuna lunghezza fondamentale.

Nel seguito %1cercheranno soluzioni non—perturbative della (l)
che rompano la simmetrig chirale e diano lucgo a generazione @i mas
sa. Infatti € noto che 1la teoria delle perturbazioni ordinaria non
| pud mostrare uno stato legato (il bosone 4di Golstone) e ad ogni ordi
ne finito in &y compaiono solo fermioni a massa zero e bosoni di

| gauge.

1) Generazione spontanea della massa

Per la simmetris Presente nella Lagrangiana la funzione 4§i ver

tice assiale soddisfs all'identitd di Ward- —Takahashi (v.Appendice A)
-7 . s -1 . -t
7M/5 (prptg) = ¢ 80§, (P+9) + ¢ Sp(p) ¥S (2)

(per il problema delle anomalie triangolari si veda il paragrafc 3) ).

Assumiamo che 1'equazione di Dyson per l'operatore di massa fer

mionico 23 () ammetta una soluzione che rompe la simmetrisg -

{¥", S} *o0 (3)

Questa ipotesi & equivalente alla affermazione che il vuoto (fisico)

|©> non & invariante per la.trasformazione generata dalls carica

chirale X . ’
Infatti chiamiamo U(8) l'operatore unitario che implementa 1la

simmetria chirale della Lagrangiana (1)
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oy L Ut Yoo U@ = T o

c¥%6

T oo X wie) fog W) = Fooe
dove A (B) = expp £ X6 e X = gA fdgf W(n) YO58
Per il propagatore fermionicoSk;(p) vale allora in ogni caso :

S (p = [din e <oIT ¥oo Foyios

i

J Ao "/mx@ ITUw WU U o) U 10y

Cpx [ ¥SE — (Y56 -
= [t e TeoruT e o0 o€ U 10>
Se ora il vuoto & invariante per U si ha : Uwied|o> = lo>
e quindi LysSe cYs 8
SF(P): e S-(p) e
e quindil anche

- ¥5p - —(&56 -
e Se(p) € = Sp ()

Per trasformazioni infinitesime si ha :
. - . (g -1 . s~
(4;(’&45(9)§F'(F)(,,_L<\“59) = SF(P)-—LQ{G’)QF(,G)}

In generale si ha ‘ SF'(F) = - Zﬁ(f?) e quindi deve essere :

{¥s,Seml=<¢ {5, 2 () =0
Quindi se {¥°, SE'm ) Fo , necessariamente il vuoto non pud
essere invariante sotto le trasformazioni chirali generate da X .
La circostanza (3), come si vedrad, induce un polo nella funzione d4di
vertice /;Tdaﬁ;/O a zero momento trasferito, che indica la presen-—
za di uno stato legato fermionico. Questo polo a sua volta genera

un altro polo nel tensore di polarizzazione proprio :
M e 4 ;?x, T P v = (ot agrg¥ )\ T (a2
TT4 (7)5 ~ 94 J,d € LolT f4 () Jacloy = (U 5 ‘7 7)/’4(7)

{ 2
con T 4 (ciz) ~ %—L JE 27 M o (&)
per cul il bosone vettore acquista massa (secondo il meccanismo di

Schwinger). Per il propagatore asslale nel gauge di Landau si ha
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quindi :

My ‘ v 1al A
L i oy e

con QZ/ITA(OI") i > M

23,24
Esaminiamo ora pill in dettaglio questi concetti .

L'equazione di Dyson per il propagatore fermionico S (p) € data

da :
S (=i [#- 5]
Sy =T Jd%gﬁ@qzms[ﬁ;D:”(,a_«)[Z;”(p,x> +4y D - 1] (p ) ]

(5)

Diagrammaticamente :

v r

NN/ SO DS, p =@~ : Ser

‘ . rxs M“< : Y,*
N"VV‘F</F+" . X 5 v [ l__',,, ( +q>
e W@i ; PP
P

r . ’
fig.2 Ad illusirazione della equazione di Dysom pexr:

la inserzione 41 autoenergia fermionice .
Si assuma ora, come si & detto, che sia {X’)ZY¥V)} + 0
Per Lorentz-invarianza 1'inserzione di autoenergia fermionica pud

venire decomposta in :

S () = AP + m B(pY)

e quindi si ha per zero momento trasferito la identita :

. Nl 3 — S .
bim ap [ Cropea) = 2m 87 Bt (©
?"‘?0
Per Lorentz-invarianza f;”(/¢//3¢4? p 8 g sua volta della forma :

[ﬁsﬁ(/‘)/j’)'f“ﬁ/) =T (f/"/j ~+ /’Jr‘/'; -+ d’M/_’-;
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dove le funzioni [Z dipendono dagli invarianti pg, q2 e p.q e

possono contenere ¥® . Applicando qp si ottiene quindi
N ) 2 .
O//A/g(/”//'*‘?>"—=7 /A"f“/"“’//»z"f/ffﬂ's

Per ¢ — o che tende a zero la parte destra di questa uguaglianza
deve ammettere un limite finito, per la ipotesi (3 ) che si & fatta

sopra. Scartando per ragioni fisiche un polo del tipo

al
p-q
quale non corrisponderebbe un propagatore di uno stato legato inter-
medio bosonico, si assume consistentemente che si abbia per ¢ — 0 :
/"(,\z 2 _ _’_L Iy : L2 )
4 /J)&l,)’/)'c])"’ 92 (rj’elﬁ“%
dove F' & una funzione regolare per g —» 0, e che le altre funzioni
[; e [3 siano viceversa regolari per g —» o. In conclusione
" QM’ F7
[ ot ~ — (p?,0,°)
g (/?; / %‘> q-4>0 71 /7
con F'(p?o,0) = 2n16’58(p2) .

Queste osservazionl non escludono naturalmente che per ottenere

consistenza F' (p,q) debba essere della forma :

—7 ~ !
Fitpt at, prgy ~  FLGr00) + 9 p B pho0)

ﬁ-—>o
dove il primo termine & preponderante sul secondo nell'intorno del
la singolarita della funzione di vertice (g — o).
Si pud mostrare costruendola che una soluzione di questo tipo
esiste all'ordine pill basso in g,. (v.paragrafo 6 ).
I1 vertice vettoriale A?f‘([nlfvfﬁ>é regolare per ¢ —» O

come si vede dalla identitd di Ward :

G 177 (p o) = £S5 () —¢ Sep+g) (1)

—_ 0

g0
Introducendo la ampiezza di diffusione propria irriducibile
ad 1 particella nel canale fermione-antifermione T', si ha la rela

zione con 1'ampiezza di diffusione connessa totale, T :

>y

|

(
v

fig.3 Decomposizione della amplezza di diffusione totale,
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e per la funzione di vertice assiale 1'identitad :
P+t9 —- ptq

== AN -+ T! (8)

- P

0y

fig.4 Il vertice assiale completo espresso in funzione del nucleo T .
essendo la funzione di vertice irriducibile per un mesone vettore

per definizione.
La presenza del polo in [?”(F}wa%)va attribuita ad un polo

in T'

. . >y e

T :>:z>} ------ (i( + R | o

fig.5 Comparsa della eccitazioné pseudoscalare in. Tl.

Y

Y

dove il vertice fermione—antifermione-bosone di Goldstone

. . ¢ 2
S da determinarsi, ———— = —33 € [ & regolare per ¢ —> oO.

ﬁ?.
P(p p') descrive l'accoppiamento dello stato legato fermionico
(bosone di Goldstone) con i campl fermionici.
Tnserendo la equazione ( 9) nella (8) e trattenendo solo i

. . 2 .
termini singolari per g —» O sl ha

fig.6 la funzione d4i vertice assisle in prossimitd -
del polo .

s N
cioe

d = of* \ 23 4 ._é.
[3 e )/%eo N .[R (’z’;?i)v e () ¥1¢7 S (114) P2 4, ’2)]72 Pript4)

Per invarianza Lorentziana 1l'integrale tra parentesi & proporzio-

nale a ?F:
— o/l 4-’Z‘ P S
apI(9?) = 12 j??;)q SE(n) ¥ §5 Sp (= +4) P(nt9,1)

T(oy =: A (10)

cosiccheé ,
U TR R
s (rertg A 7t A Plpirrtg)d (11)
ol »
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per cui dalla (7) si ottiene
Fipy=-1¥5,Zpl=ca Plrir) (2

L) o x5 o 5 .
ed. essendo /37 ? sl ha che P(p p) & un vertice pseudoscala—
re, e quindi anche la eccitazione a massa zero deve essere pseudo-—

scalare.
La equazione di Dyson per il tensore di polarizzazione assiale

& illustrata dalla fig.T.

ARy 9

fig.7 La equazione di Dyson per la paxte propria
del tensore di polarizzazione assiale .

I

Essendo fgf%yo,f>fq)singolare per q2——> o, anche 7ZQ’V(73 sviluppa
1o stesso polo. Inserendo il contributo singolare della funzione di

vertice assiale nella equazione di Dyson si ha :

mv ~
,TTA (q) poeo =

fig.8 Espressione per i1 tensore di polarizzazione in prossimité del polo .

cloé

Ty pots = 9% (9" 1 GD)) *,7 (+ 9% Ic®))
2 979"

2

(13)

-2
-_ - L ﬁA 9‘
L g T (4%) = 9% Az nell imazi D.(o)= M*
per cul g ! 4 (4} ) = 34 =M nella approssimazione e = M°.
Nel paragrafo 4) si deriverd una regola di somma per 33?)2
Inoltre nei paragrafi 5) e 6) si ricaverd con la equazione di Bethe-

Salpeter in approssimazione a scala una prima espressione per A

2) Disaccoppiamento della eccitazione a massa zero

. . 2 .
Mostreremo che T non contiene poli per ¢ -—> O eccetto 11
polo dovuto al mesone vettoriale K;,che resta a massa zero per

1'identita ai ward (7).
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T momenti esterni si intendono posti sul "mass shell". Per
semplicitd verranno omessi nel seguito gli spinori entranti ed u-

scenti. Dalle fig. 3 e 5 si ha :

T -g =9 (& +ﬁ@< ;

Y

(7)) (13) £ig.9

Ora perd la funzione di vertlce assiale si pud scrivere come :

~ .o
fff(p,p»rﬁ») = [;I'M(Pzﬁfﬁ> + ¢ ”q—z A Plpir+d) (14)

N o
PA . . . .
dove féf‘é regolare per q —» 0, e inoltre si ha per esempio :

1}

“ r 3] -1 PN
/ wird 9y [2"(rptq) Uin+q) A [i6sSE i 5 (> Juetreg)
| ~ o

valendo per gli spinori "fisici" la relazione :

Sgl(p) mip) = g i) Se (p) =

Considerando le due componenti di T, Tl e T2 , singolari per qz—a-o

(dimenticando il mesone vettore V;‘) si ha che :

P +a, Rl T lptg,p> = FPp'v9,pr) ;)—.; Plrir+y)

e per T, : Y
1 e "‘(Q)MV _L_‘L)FV N

L pleg,pl 141P+0; P> = A S ') T2 T () s (ipts)

1P

P

2 s T s
(peraltro indipendentemente dal gauge, ciod& da termini OC 7#?%% nel
propagatore bosonico ZDA;AV(ﬁ))- 4
Ma dalla equazione (1) sﬁ ha  (La differenza di segno nelle due
equazioni & dovuta al fatto che in un caso il momento C? entra nel

vertice P e nell'altro caso ne esce) :

sJ?

o i . qf‘ I ;
rsf(/:)+fy,/;'): (/)—f%/))—~¢ ——;-’,\ P(/v+a7)/v)

d

é

(15)
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e quindi la espressione precedente per T si pud riscrivere come :
f\'

Lpag P T ptgip> =9 [ﬁ (r'+q, ,,)_ﬁ__ [ i)

Gpv

- 77?2 Plrttgr) &.Ml Il rrrs)

LA pv

¢ 4"
M p)’L

+ ng(p%g,/o’) APCrppts)

L%fn’ (,

9+
- _%_2.‘ 2/(/7 ?/") M2 qz XP[/”//”"@]

Gli ultimi tre termini sono singolari per qg—»y o. Usando le rela-

zioni (che si ottengono da quelle scritte sopra) :

s

7"”[;/4(//’//7*‘7) = g 4 (/?/pf'ﬁ)*él Plripts)
G (P50 = G I35 g,p7) +17 PCp+e,p)

si ha che i primi termini al secondo membro non danno contributo

quando le particelle esterne sono nel mass—shell e quindi :

-

Lplrs P I Tl pra,p>= ga [/"’ P50 P 5 T Cr 1rt9)
— XA Plp'ts,p) ’;6-12 Plpipr)
- ;l P(/q —f—ci,},)) ——q'ﬂp(f'lr)f?)

ﬁ*z)]

——

= Rei}' - P(p’+t,‘,/°') 52 P(P:P"ﬁ)
== Lpp 1T ) proa D>

ove si & tenuto conto che gi ;{2 = .
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Questa eguaglianza pud venire espressa diagrammaticamente come

Do D]+ SO NG

G R s e =C SN CUE P O G

£ig.I0 Canccllazione del polo & massa zero nella

i
o

smpiezza di diffusione fermionice .

3) La anomalia triangolare

La teoria sviluppata a partire dalla Lagrangiana (1) & incon-—
sistente per la presenza della anomalia triangclare 37 . Questa

38,39

pud venire rimossa introducendo nuovi fermioni accoppiati al

campo assiale da :
— W
Ll = 9ga XN Ap ,“I:(sz) (16)

.. . ., . 39
con la condizione sulla matrice hermitiana T

T, xSr{r,rj =o

che garantisce 1'annullarsi dei grafici triangolari.
Nel caso pidl semplice [/ =:T4 e y= (%, %) .
La nuova Lagrangiana con la corrente assiale data dalla (16)

presenta nuove simmetrie

oltre a : (a) 5K=L&Y e(b)\(SY=c'9225'5Y

anche : () 8% =< 8t.% () &Y

i
D
o
O{
.u
)sr%

Le nuove simmetrie continue (a) e (c) non devono venire spon-
taneamente rotte pena la apparizione di nuovi bosoni di Golstone che
non si disaccoppiano dalla teoria (infatti il bosone di Goldstone
deve rimanere unico se c'@ un solo campo pseudovettoriale). Tuttavia
anche in presenza di masse differenti per ogni fermione esse non

vengono rotte.
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Tnoltre la corrente J:= Yxt¥* Y | nonostante resti afflitta
dalls anomalia triangolare pud dare luogo a bosoni di Nambu-Goldstone
in quanto & stato mostrato che 1l'anomalia nella identita 3i Ward per
questa corrente non contribuisce a zero momento trasferito. L'unica
via di uscita da questa situazione appare quella in' cul la conserva
zione della corrente <}g & rotta dinamicamente e non—perturbativa¥
mente (a differenza dell'azione dell'anomalia trispolare) come in
elettrodinamica scalare assiale (si veda la ref. 32 e le referenze
ivi citate). In questa elettrodinamica la corrente assiale & formal-
mente conservata, e tuttavia le equazioni (ottenute non perturbativa-
mente e con un metodo che richiede quindi una somma infinita di gra-
fici) che determinano gli elementi di matrice delia divergenza della
corrente ammettono soluzioni non-solenoidali : (/vvfﬂ)ﬂ,<rﬂﬁ<j§i/?>f¢-0.

Tnoltre la Lagrangiana (1) con il termine di interazione (16)

ammette le seguenti simmetrie discrete

(e Wa — q‘]llz szz — Y, /4//\ ——>"/4/4, V,w —"”‘V}A

(,)C) u//t—'>[/-1{/l q/z b 4 "L.fot A/,.--,- A/N VP___.;. }4

che implicano Sg., (7)) = S (r) e P.oryrnd = - GRINVON
La rottura di queste simmetrie fa acgquisire masse diverse ai due fer-

mioni senza dare luogo a bosoni di Goldstone.

4) Regola di somma

Dal modello in esame si pud derivare una regola di somma per
23
1a massa del mesone vettore assiale. Questa & data, come si vedra, da :

Lad
R r~ Vv

: 2 2 _ \
gmﬁ g'a =-¢ Ny, <P (17)
<
e C . .
dove VT;; (0) indica la parte regolare del tensore di polarizza-
zione assiale associato alla parte regolare (per q?-%>o) della fun-—
zione a1 vertice assiale, /‘7;~ (p p'), sopra introdotta; 77"QV (o)
& una quantitd finita.

Dalla defidizione (10) si ha :
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e 4 R -
52/* I(é}i) = la f(%" Se () 3y’ SF(Q-MI)F"(Q.H},Q)

Ora se g —» — g e r=r'+q si ha :
~ b — — T, ' 0(4Q . , ¢
77 L %) G OF (2'+q) ¢ & Sp () PCa'y 2 +9)

Derivando ambo i lati e ponendo poi g = o si ha :

9 — v
[—"55\» ?PI(ﬁz)]qzo = f},’v 2
(2" '
ove si intende 9 (18)
/BV P[QIQ) :[5"&;\) (ID(/Z]/Z‘*"J";DJ 4}:0

inoltre dalla (15) si ha usando la identitd di Ward per la corrente

{ [9” Se (0] 41658, Play0) + Sp (DF 07 SpC2) [97P1 2) | }

assiale :

G [7 Cpip+9) *7,A (/v//>+7) —c I/72)P[/9//"f”§)q s i {eTsim)

~ — (A Plrp)

-~

che & uguale a zero perché Cgfae regolare per g —> O.

Quindi si ha(dalla (12)):

APCp p) =¥, Se ¢
e inoltre

‘2 %7u Pepipeadly, =797 =85 [¢%rim
= [95 2" 127, p 440 ] o

= 6T OV )~ T )
Inserendo questo risultato nella (18) si ha (tenendo conto che
D7Sg == Sk a"s" Ce eche ¥¥=4)

Per la identitd dJ Ward (7) per la corrente vettoriale si puo

porre :

v - . ’
OV S () = ¢ fz,v(/z,e)
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E si ottiene

'/ 4‘ - -~
f}/wﬁ C =T f?—-?—,;_[g,:m /Zv(o,/z_) Sp (1)a" = SEV I oy 5#’03@’57
(19)

W)
Tenendo conto della forma della equazione di Dyson per il tensore

—

di polarizzazione ( fig.T ) , si ha :

- ~ -2
pV T — Z -2 67 pV o rn'-/AVJ
=~ ¢ 1 o) — (o)
?) A 1) 90 Ua (o) Jv v .
o MY N S . . .
I o & una quantitid quadraticamente divergente che contiene
1’4
i termini "seagull", che cancella la divergenza quadratica analoga.
. -2 . ; < .
in 24 77%‘“V(0]. La presenza dl questo termlne € necessarila Der
rendere corretta 1'equazione di Dyson in quanto le correnti nella

(1) non erano ordinate normalmente. In conclusione si ha

z 2 R e
3/""2 f}A = — ,Iﬁ (O)
/C:'//.V . e . <2 0n n
ove ora /IA (?) non contiene pil 1 termini "seagull’.

La regola di somma (17) diviene una formula per la massa del
. . . 2 qz,’_j\_f?:
mesone vettore nella approssimazione (13) : 3 4 AT = -
La regola di somma (17) pud venire anche compresa sulla base

delle equazioni (L) e (13) per il tensore di polarizzazione

- =~ PR
Ty = & (grvgt= 9797 ) (@ + 57

~
(con 77% (ﬁq) regolare per q2—~> o) per il quale la parte regolare 8

data dall'espressione nontrasversa :

7/’/:/“(”}) = ¢ <’//}2,4 223/'“' + 1'9/‘“’ c72 /1 (72)—7”7"‘;7)757)

.

i

,’—}—;«v (o) ¢ 3?,4 A’ g S

5) Calcolo approssimato di A

Dalla (19Y si pud calcolare approssimativamente A e quindi

M secondo la f13).



, [ d* v > ~ s
/j/"‘) A ¢ ¢ I2 J("Zi:r—ﬂ [\C[ (2) /;7('2/'?) Sela) = Sr KQ)GVgFM)de/ J

_ - =1 v - v 5
SF () = ¢ [{g’«—- Z(ﬁi):} N /V” (’I/Q) = b/"’ /51(0/’7) =4 &
e Sl(e) =m A2+ w Bf27?) per invarianza Lorentziana,

Sp(r) deve avere un polo in corrispondenza di p = m e deve quindi
valere : -
= m , ciog . A(m.?)'f‘B(ml):i

Z(fz)
= m

Assumisno inoltre che 1'inserzione di autoenmergia 22 (p) si annulli ,

a parte termini in p , per grandi p
CCa Py = {4, L] = 28T B = o
J2 5 00
Se questo non accadesse, si entrerebbe in contrasto con 1l'affermazione
che la massa meccanica mo & eguale a zero.
Inserendo le funzioni approssimate si ha :
d*2 A
(2m* [,22(4-/;(21))2__ i 32(12)]2

[(%(4—/4) +m B (2 (1-A)+mBYYN = (2 (1-A) +mB) 5 ¥ (1-A) + B )EE

qﬁqu = -{ Ia

<

fl

ora : & XVr XV a ¥ ¥ axt s’
To ¥ o ¥ = Ja X'yxSa ¥y’ =o0

—

n XY ¥ = - TaxESgNE =y gny

e ignorando nel denominatore A(rz) si ha :
d 42 B (")

¢ - 2
(277) ‘[/27‘_. “1'2 63/,21)]

2 . 7
(OiP‘VR = — ¢ g@/«\’”" f

e dalla (13)
oAt B (2

20
(2> [’21« 't 82(’?1)]2 (

Mz:--ctdoﬁyﬁl’”z )

. . . 2 2 .
Una espressione asintotica per B(r°) con r°—s» ¢@ verrd derivata
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nel prossimo paragraflo.

6) Determinazione approssimata della parte asimmetrica dell'auto-

energia fermionica. - Rottura dinamica della simmetria asintotica

Essendo P(p p) proporzionale a {2(5) §3<Tﬂ} il calcolo di
P(p p) equivale a determinare B(pz).

Si introduce il nucleo K di Bethe-Salpeter, che & dato dalla
parte propria di K (ciog irriducibile per un mesone vettore e non se-
parabile in due parti disgiunte tagliando solo due linee fermioniche),
che a sua volta & la funzione di Green a quattro punti senza 1 propa-
gatori esterni e senza 1 due propagatori fermionici sconnessi nello
stesso canale (v.fig.ll)

Le equazioni integrali per la funzione di vertice espresse con

i1 nucleo di Bethe-Salpeter K , sono date dalla fig. 12.

. . -k — k
funzione di Green = Sf Sp - J st S,_f_’ K Sr Se
e K parte propria di A

Esempi di grafici non contenuti in K

fig,II Esempi 41 grafici non contenuti in X .

i
+

fig. 12 Equazione di Bethe-Salpeter per la
funzione di vertice assiale .



fig.I3 Parte singolare e parte regolare per ¢—-o
della funzione di vertice assiale . (22)

sostituendo la (22) nella (21) si ottiene, eguagliando i contribu-

"ti singolari per ¢ — O :

K + 0¢9*)

i

fig.I4 Ia parte singolare della funzione di vertice /=’
in funzione del nucleo X .

che = scritta esplicitamente &

1%
'Pab(r’}}“'f“ﬁ) = J(ZZLﬁ;# cz ) Pde(qilhﬁ) ge(:c (H-?) K“Cnﬁ" (}9,’2;6)

(23)

Scopo di questo paragrafo € di dimostrare che esiste una solu-
zione non triviale della (23).

In approssimazione a scala si pone

v A
Hac,po(pya;9) = =9a (3767 )y Dpev (=275 ),

=9 ¥ D (pm) Yo

A v . .
dove Zﬁuv e 'D,w sono propagatorl vestiti.

Lo schema di approssimazione usato consiste nel risolvere in
approssimazione a scala le equazioni integrali della teoria all'or-
dine pil basso nelle costanti di accoppiamento ( g2 ) usando l'espres
sione all'ordine zero per i propagatori, ma oon gid in essi inserite
le quantitd asimmetriche non-perturbative (masse fermioniche e masse
bosoniche), che vengono trattati come oggetti di ordine g° (questo

equivale a linearizzare la equazlone integrale (23) in approssimazio
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ne ‘a scala). Inoltre l'uso dell'approssimazione a scala € consisten
te con le identitd di Ward della teoria. Ulteriore investigazione ri
chiede in questo approccio (come anche nella sua generalizzazione al
modelli non abeliani) la gauge-indipendenza dei risultati. Nel se-
guito sard usato per semplicitd il gauge di Landau.

I propagatori sono quindi dati da :

[4

o= 2L (e

Sel#) = Sy = p AR +m B
Guv = Gr42/7° Grv = 97 9-/5"
9% = 9" Tatg) vie 9t 9t ot
Si pone ora qz'ﬁ',q (4t) = /e qz Ty (3%) =9 e si ingorano, come

nel paragrafo S), i termini A (p”) nel denominatore.

A . v =~/
D/AV (?):"‘ 'D/,n'(?>"

Dalla (23) 5i ottiene, posto --/,',“1 P(p/p) = 2w 2)’53(/’)?) e tenendo
conto che gli unici termini che non si elidono sono quellil proporzio-—
nali a (2% — m?® Rt2?) ) ¥ e che i termini con g #*¥ danno un con-

tributo 4 e quelli con k” ¥ un contributo -1, si ha :

V4 2
B = - 3¢ faHfz 2 (2%) 9r 9a (24)
(ZTY Rt e B (A=) (2-p)%- M7

che pud venire rappresentata (per la parte asimmetrica) diagrammati-

camente da :

2. (/&) = in‘%:l —+ %
da 4 Jv J

~—-—{2ZZZ—~——— . propagatore fermionico vestito
propagatore vettoriale vestito

ZZZZ propagatore assiale vestito

Vv

L XY

e rappresenta quindi una approssimazione di Hartree-Fock.

P

Se gi + gi , le equazioni integrali (20) e (24) sono dominate
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asintoticamente ed ha senso quindi ricercare una soluzione asinto-
. 2 .2 . .. .
tica per B(r“). Per grandi p~ (spacelike) la (24) diviene, ignoran
. . 2 . .
do il termine M~ nel secondo denominatore, effettuando una rotazio

: . os - . . ] 2
ne di Wick (e = -¢T) ed integrando sugli angoli : (y = —%5— )

)

B( ) Tom? & @A)j dlﬂ[ﬁ(d @) +9(U-—l)] )

Questa equazione pud venire risolta approssimativamente lineariz~
zandola. La approssimazione per B (pg) che si ottiene riproduce
molto bene le caratteristiche qualitative salienti della soluzione
esatta, come & stato mostrato da Englert et al. 2 convertendo la
(25) in una equazione differenziale non lineare con le opportune
condizioni al contorno e risolvendola con l'ausilio del calcolatore.

La equazione linearizzata €

2
B ('g"z_) = ,é”z (‘:} "@ L f-[@m 37«31’9(3-!‘] B( ;j,")

(26)
dmpa‘gmﬂindhhme(y>ﬂ
2 2
B(L = (ot - B(yL
)qul_}f 672’7' ( g} ‘£ 5 r717'>
e ammette la soluzione asintotica : (C & una costante)
2 N
roy- ¢
BCﬁ) —s  m G () ‘ (27)
1P =
dove le costanti di accoppiamento devono soddlsfare alla seguente
condizione
G .3 2
ET——):/’I' ) €>»0 e & ='4err‘(u"'f)‘*)
1= ¢
2 . .. 2 .
Assumendo che B(p~) sia finita per p —>» o e che decresca per grandi .
r———~ qir
p2 , si ha la soluzione £ = —(4— - 46 ) con il vincolo 0<fgy @A‘f“”.

. A
La soluzione 6*::3(4+V4—h0)v1ene scartata perché non € coerente
con l'ipotesi che si & assunta linearizzando la equazione integrale
(31), e che ciod 1'integrale sia dominato dalla regione ultraviolet

ta ( £t~ 4+ G per piccoli Gv:}B(p2)A’%§ per p2—4— o).

25)
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Dalla serie perturbativa rinormalizzata(f.17)si ottiene (=1 + o(gi,gS).

A . o 5
Iﬁlzj(?)éiw s1 ha per A(p%)=o: B(nf)=1, ciod C (%E )T fx 1 e

quindi C=1.
Inserendo la forma asintotica (27) della parte asimmetrica
dell'inserzione di autoenergia fermionica nella equazione (20Y per

M2 e tenendo conto che vale la relazione

—

= ¢
It (2% 4 m? (e )E T sin (277¢) m'E

jo!""’z A . A= €

o3 ottiene nel limite di accoppiamento debole (£~ G } e trascurando

. . . . 2 .
le variazioni di B(%°) nel denominatore

2

M =

z |

i
—_—m (28)
3 ﬁi/(of,, -1

Alla circostanza ﬁ: + @i , in cui il meccanismo di generazione
della massa ha una orilgine asintotica -fultravietetta) e in cui le
equazioni integrali rilevanti sono dominate dai contributi asintotici,
ci si riferird in seguito come ad una situazione di rottura della
simmetria originata nell'ultravioletto (esinteties), o di tipo A
 ?528 ‘. I1 caso gi = gi , discusso pill avanti, verrd denominato
di tipo B. '

24,25

Nella visione degli autori i risultati ottenuti nel limi-
te di accoppiamento debole, ciod la espressione (27) per la parte
asimmetrica di J_ (@) e la semplice formula (28) per le masse, de-
vono costituire un naturale punto di partenza ("piattaforma") per
calcolare zz(gﬁ e quindi-—%— ad ordini superiori in gi e gi .
Concretamente questo calcolo si effettua inserendo la espressione
(27, per B(pg) nella equazione (24) generando un contributo al 1°
ordine in gi s gi derivante da zone nonasintotiche del dominio di
integrazione. L'implementazione di questo programma di sviluppo
perturbativo in gi . gi resta tuttavia condizionato dal non appa-
rire di divergenze ultraviolette agli ordini superiori. (Si veda pill
avanti la discussione della rinormalizzazione).

Ir conclusione riveste interesse notare che una soluzione non

banale della (2 (gi;# gi) con comportamento asintotico accetta-

bile si ottiene solo se le costanti di accoppiamento soddisfano alla



diseguaglianza :
2 ? 4"

0<3V-—@4< 3
che mostra che una teoria con la sola corrente assiéle & inconsisten-
te, e che sono quindi necessari bosoni vettoriali per dare luogo a
stati legati fermionici. Il fatto che 1l'interazione assiale ha tra
fermioné e antifermion= ha carattere repulsivo. contrariamente a me-
soni vettori che mediano invece una interazione attrattiva tra i me-
desimi, e che quindi ambedue sono necessarie per generare masse auto
consistenti in Lagrangiane minimali fu notato per la prima volta da

Englert e Brout (1966)?

7) Rinormalizzazione

La teoria fin qui discussa fornisce un propagatore bosonico

assiale della forma

D () == (grs = 99 ) R
e il suo comportamento ultravioletto non & pil divergente dal propa
gatore libero. La teoria appare quindi rinormalizzabile.

Non potendo disporre di uno sviluppo perturbativo, non € pos-
sibile usare l'usuale programma di rinormalizzazione. Un programma
di questo tipo pud tuttavia venire definito, almeno in maniera euri-

. 23,29,30,31
stica

, usando vertici nudi con co-
stanti di accoppiamento rinormalizzante g (A ), propagatori fermio-
nici vestiti rinormalizzati , ed effettuando la sottrazione di ver-
tice nella teoria simmetrica per p2 = - A% ¢ 0 onde evitare diver-
genze infrarosse. La soluzicne asimmetrica & poi caratterizzata da
un B(R)(pg) rinormalizzato non nullo, soluzione di una equazione
integralc con nucleo rinormalizzato.(E' stato infatti mostrat&nche
la eq. (19) per ﬂx(o) & invariante per rinormalizzazione nonostante
contenga divergenze sovrapponentesi.)

Questa & data dalla equazione di Dyson o di Bethe—Salpeter rinorma -
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lizzata per

bom  Gn S P prgy = —2m ¥ B ) p>

g0

Infatti, tenendo conto che; come si & visto
2im¥° = A

fig.I5

o esplicitamente : p+q P

o ¥ B(p?) =-C A Plpip)

1'equazione integrale rinormalizzata &

fig.16 Eguazione ai

Bethe-Salpeter

ove

m Z(R)<F2)

2

@ |

K .

4 ? v

La teoria & rinormalizzabile se e solo se esistono soluzioni fini-

te per la eguazione
. z: ( KDD = j C{4PC ki (/3;Z< ) 2: (K)

(Nel caso gi;# gi questo avviene per esemplo solo per accopplamento
debole)

In questo casc la soluzione ottenuta per Ej(p) & consistente con lé
jdentitd di Ward della teoria e non introduce quindi una ulteriore
rottura della simmetria che sarebbe inconsistente con la gauge—inva
risnza. Gli unici controtermini necessari in gquesto caso sono gquindi
quelli della teoria simmetrica.

71 meccanismo di rottura spontanea della simmetria & valido solo
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se sono soddisfatbtte due condizioni
1) La identita di Ward per la corrente assiale & priva
di anomalie

2) in B(R) (pg) & finito

11 problema (1) & gid stato in parte discusso precedentemente
nel paragrafo c) di questo capitolo. La identitd di Ward pud non
essere valida per due motivi

. . 37 ..
a) Anomalie Adler-Bell-Jackiw . Queste vengono eliminate

introducendo ulteriori fermioni.

e a e 3
) La ambiguitd di Johnson-Pagels 35,36

Dalla serie perturbativa rinormalizzata per > (

Z("a>(¢e>=m+<7‘, ,f[% adfiaﬁli
[&]_33[&]

fig. IT Serie_perturbativa rinormalizzata per la
inserzione di autoenergia fermionica .

——{ J— = — [ ] : termini sottratti a p2 = m% si
pud calcolare m = mk—-zz(gﬁ , e si vede che m # 0 per cutoft /A
finito.

Questo & sufficiente a prevenire 1'apparire di un bosone di
Nambu-Goldstone. Tuttavia se la teoria pud venire formulata in
maniera tale che solo il limite /AL — o & richiesto, allora
1'assunzione m = 0 non genera inconsistenze ; n = 0 & infattil
1'unica assunzione compatibile con la conservazione della corrente
assiale in presenza di una simmetria di gauge locale.

Alcuni di questi problemi trovano una ambientazione pid rigorosa
nel metodo della regolarizzazione dimensionale, che,come & noto ,

2,3
& particolarmente adatto al caso delle teorie di gauge.
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8) Rottura dinamica della simmetria di tipo B

La situazione presenta profonde diversitd rispetto al caso fin
qui trattato se si assume gi = gi = g2 nel modello abeliano #7520
In questo evento la discussione precedente cade in difetto, e in
approssimazione a scala non si ha pill la soluzione asintotica (32)
per B(pz). In questo caso la generazione della massa ha origine nel
la regione di piccoli momenti (regione infrarossa). Nel gauée ai

Landau, l'equazione integrale (2L) per la parte asimmetrica della

inserzione di autoenergia :

jgl‘?q B(2*) L
@)Y 2% = p? R (2-p) (op)=HE

B(p*) =-3¢

. ¢ ‘R (R
By = 3¢ 32 d 4 75 < 2 (29)
(2m) [’zz—-ng('z"‘)j(n—’z)zl(p*@z-—M"'j
accoppiata ancora, come sopra, all'equazione approssimata :
2 ]
2 - 2 d4n m- B (25
=-8
M (2 f)rq (2 )k [Zz-mz Bzc?z)jz (20)

ove ancora si & fatta la ipotesi semplificatrice che la parte
simmetrica ,4 (p2) sia uguale a zero. ‘

Come viene mostrato nella appendice C , A(pg) in appros-
simazione a scala soddisfa ad una equazione che pud venire risolta
jterativamente con tecniche usuali, e la soluzione & finita e non
dipende criticamente dalla presenza del termine asimmetrico .

La equazione (29) nel caso gi # gi non fornisce, come si &
visto precedentemente (par. 6) nessun vincolo per le costanti di

accoppiamento eccetto che deve valere

3
l = = 2 n?
0<6<L &= —a (9 9% (30)

Questo era dovuto sostanzialmente al fatto che il nucleo della
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equazione linearizzata non era di Hilbert-Schmidt. (v.app.B).

La stesss circostanza avviene se si considera la equazione non li-
neare completa, risolta per mezzo di calcolgtore%aya soluzione &
ancora data da B (p7) ;:*;3 we (172wt )73 GTNO) s accoraa
con continuitad a E%(pz)::Wz per piccoli p2 per ogni valore di

& (o0dG <ﬁ-). Questo & caratteristico della rottura spontanea
della simmetria di tipo A. I fermioni acquistano massa indipendente
mente dalle costanti di accoppiamento. Tuttavia € da notare che la
(24 ) ammette una soluzione asimmetrica anche nel caso che M2 = 0.
(Questo avviene per una evasione anomala della identita di Ward, come
notato da Johnson e Pagels35ﬁ6

La situazione si presenta drasticamente differente nel caso ai

rottura spontanea di tipo B (gi = gi). In questo caso per via del

fattore supplementare PYs nel nucleo,l'integrale non & pil asintoti
camente dominato. Il nucleo si annulla rapidamente nel dominio asin-
totico dove era valida la (27\, ed & conseguentemente di Hilbert-—
Schmidt. Una prima approssimazione la si ha con la sostituzione
B(p2) —» B (0) nel denominatore. Si ottiene una equazione agli

autovalori per g del tipo

(2) -+ _ 3 log (£-)° (31)

46 w2

Si noti ora la dipendenza nonanalitica di % da g.
La equazione esatta (29 ) pud venire studiata su calcolatore dopo
avere effettuato le integrazioni sugli engoli e introdotto parame-

. . . . . .. . 28
tri adimensionall. I risultati sl possono cosl riassumere

l)B@g)m mmtujﬁg pa'yamﬁlp% e per ogni valore
di g (in contrasto alla lenta decrescita, dipendente da

G, nel caso di rottura della simmetria di tipo A);

o) dalla espressione (20) per M2 si ottiene con 1l calcolatore
g2/MT 2 5.61 e quindi B (0)/M = 0.88
e quindi solo una soluzione con accoppiamento intenso &
possibile in approssimazione a scala.(Questo fatto rende

discutibili molte approssimazioni fatte precedentemente.)

E' stato mostrato che il meccanismo di tipo B persiste anche nella




teoria completa e che difficilmente g pud essere ridotto. g g tut-
tavia una quantitd dipendente dal modello gid in approssimazione a
scala . Non & da scartare la possibilitd che con pil fermioni g pos
sa decrescc—:re»zo’31 . Si ritornera su questo punto nel
1la discussione dei modelli con gruppo di simmetria di gauge non abe-
liano. |

Nel caso di rottura dinamica della simmetria di tipo B non &
presente 1'ambiguita di Johnson-Pagels. Infatti m_ non dipende pil
da A nello sviluppo della fig.lT.

Esistono delle argomentazioni di teoria dei gruppl che permet-
tono di spiegare la peculiarita della condizione gi = gi =g ﬂ..
La parte di interazione nella Lagrangiana (1) & data da :
L= 04 F vt A, + gy R

<

che si pud scrivere introducendo X/& = f% < V}&'+ A/A) e
A _ .
Yp‘ﬁ(vf‘ Al") come :

: 4 -
— 5 2 r 3

L; () = V.’_lz__ T ot (gv= 94 ¥ )‘{’YIA—% Vz—"{’é{ (9y+9A¥ MY Xp
Nel caso di ?}v =4+ 44 )(/46\7,.51 accoppiano a spinori di chiralita
definita e il gruppo diviene U(1) & U(1) chirale (con una sola co-
stante di accoppiamento, g, perché la Lagrangiana (1) conserva la
paritd). Chiameremo gli spinori chirali dei due tipi genericamente
uevw (gA =g, = R=uel=v;g =8 = R=v L=u;usi
accoppia a X, e v a Y. ).

Come conseguenza di gquesta situazione, grafici del tipo :

[

%, ‘ 22
X
AAANANNNAS :
Y
) (X7 &%) W) ) o) ArAnnn

fig, I8 Grafici che non danno contributo nella equazione di
Bethe-Salpeter per B(p')nel caso gi = gy
per il calcolo della inserzione di autoenergia fermionica nella

equazione integrale (26 ) linearizzata danno individualmente contri
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buti nulli, e i primi grafici che forniscono un contributo non

nullo sono :
Z,

(w) (v)
— !

propagatore fermionico
con inserzione di massa

£ig.I9 I primi grafiei che danno un contributo
pon nullc per: il calcolo di B k.

In questo modo la convergenza del nucleo & aumentata nel secondo
caso nella regione ultravioletta di un fattore %E' rispetto al

caso in cul gi # gi(.Questo non accade per esempio nel caso del
modello di Weinberg-Salam dove esiste una comunicazione tra spinori
L e R data dal campo B,. ) Questa magglore convergenza & in generale
sufficiente a garantire la esistenza di un nucleo rinormalizzato li-
mitato e a rendere la teoria rinormalizzabile. La stessa situazione
si presenta, come si vedra pild avanti, nel caso di gruppl chirali
non abeliani. (cap.IV)

E' notevole che nel caso di gi = gi la massa, come si vede con
frontando i grafici (a) e (b), viene generata solo se avviene la co—
municazione tra spinori di chiralitd opposta indotta dalla massa
fermionica stessa (meccanismo di "pootstrap"). Questa intrinseca
non-linearitd & responsabile delle aumentate proprietd di convergen-

za del modello.

9) Costruzione della Lagrangiana fenomenologica equivalente

Uno dei difetti principali della teoria finora trattata & che
‘non si & trovato nessun metodo efficace di calcolo. La usuale teoria
perturbativa non mostrerd mai uno stato legato, ed ad ogni ordine fi-

nito in g si avranno fermioni e bosonl vettorli a massa zero.
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Tuttavia & gid stato precedentemente messo in luce il buon
comportamento ultravioletto del propagatore assiale che alimenta
la speranza di potere costruire una teoria rinormalizzabile.

~ Una via di uscita, anche se parziale, da questa situazione pud

venire indicata nella costruzione di una Lagrangiana fenomenologica,
in cui le particelle composte siano rappresentate da operatori di
campo locali, sulla quale riporre la speranza di una descrizione ef-
ficace, almeno nella regione di basse energie, e che compendi natural
mente gli aspetti pid importanti della teoria fondamentale.z3

La descrizione data dalla Lagrangiana efficace si richiede che
debba riprodurre almeno le seguenti caratteristiche della teoria fon

damentale :
1) Lo spettro di eccitazione

2) Gli accoppiamenti tra gli stati

3) Le simmetrie del modello

Esaminiamo queste richieste individualmente per il modello (1) pre-
cedentemente trattato.

Nel modello abeliano lo spettro di eccitazione consiste di un
fermione massiccio (dimenticando la anomalia assiale), un bosone
vettore a massa zero, un bosone assiale massiccio ed una particella
pseudoscalare, che tuttavia si disaccoppia dalla teoria.

Sono possibili, almeno a priori, anche stati legati massiccil
scalari e vettoriali (come nel modello di Nambu), ma si ritiene che
questi stati siano ignorabili nella regione di basse energie.

Le interazioni presenti nella teoria coinvolgono vertici a
due fermioni-bosone vettore (assiale © vettoriale) e vertici a due
fermioni-mesone pseudoscalare e bosone vettore assiale-mesone pseudo-
scalare. Gli utlimi due vertici possono tuttavia venire rimossi tra-
mite una approppriata ridefinizione dei campi.

Tnoltre le simmetrie che si richiede vengano mantenute sono la
conservazione della corrente assiale e vettoriale, e la conservazio-
ne delle paritd.

Da questi presupposti si & portati a scrivere (i =A, V):
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Peny = ( Tt = f;: O - -L‘—l /;%, o
-+ %//L?AZ -+ @A’(F&//‘d/S'L{/A/A -+ 3‘,1‘?(*‘(%%

AT Y C(p) + FETY PP = 29 Ap IV P Al

+ blg)
gi trattas ora di determinare le quattro funzioni reall s(d), p(9),
a(d) e v(})
Le equazioni del moto sono : (E& =+ [])

(a) CXOW ==09a¥ 0 WAw T Gy Y Vg
+ Y S(p) T ¥Sy PCP
(b) O¢ = 294 [0, A ate) + A, D*ald) |
~ AR S + FEYPpy+ L@
() Ou KT = = qa FE Y - p2 AT 294 2% al$)

(d) Q/AFVI,’N: "@v‘?(&/vq/
e quindi :

(e) D [" 3/} 7;—5/\) 5 Y+ Zg/} av¢ c,(@)]:/,‘?é)v/]v

(f) @V [-—9\, '\?X\)'\{/:] = O
Posto : Ih =y xhES - 2acg )t

si pud calcolare 6%~:T§t dalle equazioni del moto (a) (e la comples
sa coniugata) e (b). Si ottiene consistenza con la (c) solo a patto
di porre a(p) = costante e Db(P) = 0 e inoltre s(9)= - aP'(d) e
P($) = a 8'(Q) che & soddisfatta da s(¢) =m cos (P/a) e P(P) =
- m sin (¢ /a ) (deve essere g (o) = m); inoltre deve essere 2gAa=‘f¢
per ottenere 1l'uguaglianza dei termini in 5)4/7 .

Tmponendo Pee A *2 0 si ha quindi Ep ]éf =D

La Lagrangiana fenomenologica & data quindi in conclusione dal-

la espressione :
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’ R ¢ LY
Yoy = ¢ Faoy + §00:9¢ — 4 Fll
b LA v on Tar gs WA e T
wm Flep Wasg)r - p AP )

che & invariante per le trasformazioni di gauge locali (8= Hn))
Sy = ¥50,4  SP=-2b, S =<8, dSPp=e
ST = ¥e58, SV.=o SF =-"¥6 Sy, =

{
..___L = O el C]
$A,= 34 2 b ' S Ay 2
Si pud facilmente mostrare che & possibile disaccoppiare la eccita-—
zione scalare @ .

‘Effettuando il cambiamento di variabili

Yy — @x/?(—?fs—%i4>)1f
¥ o~ F e (4T L @)
Ap —  Ap + = P (33)

si ottiene

-

Yy = (T2 — o ¥ - 5 F 27 LA

3

+ga T &0 HAp Gy Y Ve (31)
che esibisce lo spettro fisico delle eccitazioni. Siccome la trasfor-—
mazione (33 ) implica una scelta di gauge ( BC»)= Qalp F I )
non si pud piu imporre S A M=o ¢ quindi la Lagrangiana (34) de-
serive mesoni massicei accoppiati ad una corrente non conservata.

La lagrangiana fenomenologica, come si vede dal termini non
polinomiali nelle (32) o dalla non conservazione della corrente
nella (3L4), porta ad una teoria non rinormalizzabile.

Questo non deve stupire, in quanto la Lagrangiana (32) da una de-
scrizione appropriata solo delle regioni di basse energie e non e
utilizzabile per calcoli di ordine pil elevato.

Tuttavia & possibile che una descrizione fenomenologica pil

accurata possa venire data in termini di una Lagrangiana rinormaliz



zabile. Se per esempio nella teoria & presente un altro stato le-
gato, scalare e massiccio, che forma con la eccitazione a massa Zero un
doppietto chirale, allora la Lagrangiana Tenomenologica potrebbe
essere rinormalizzabile.
In effetti la Lagrangiana (32) pud venire derivata da un mo-
dello di tipo © senza isospin
I A — - A A (ji&’f—vﬁv
Yin)y = ¢ Fy-0W + 3 PIT-2M + 3 o596 ~¢ Hul,
+ 9a Frry’ o, ¥ &+
Q/1;1{’ d/r"///}//» ‘f")\/qfd/ 7‘/”'/}4

~u@4@vmuﬁwgwwwgwﬁmafv@ﬁ%wﬁﬂow_

-~ e ~ . « ]
& & un campo scalare e 1 & un campo pseudoscalare. Gli accoppia-

menti sono scelti compatibilmente con le simmetrie di gauge (8 = 6(x)):

&Y ¢ &° 9{* e SY ¢ 1{'(92
SF = [ F&56, St =-(F8,

57T =-2694 : OTM = o
§s = 27?(94 A% = ©
5¢.=-%;9d9; SA, = O
Sl = © S Ve =‘;:7,9/'92

Imponendo il vincolo non lineare $L4+TE ::/%2/4'334(v)e ride-

finendo il campo TI

- ; Z g4 s = il co 284
11~26A4V”( o &) 7 5(/,9 $)

si ha ancora la (32) con G = 2g, jgj-.

Se la teoria contiene anche un campo scalare, non ¢ piul neces-—

sario imporre il vincolo non-lineare (V) e i campi G e T

pos
sono coesistere pacificamente dando luogo ad una Lagrangiana chirale
del tipo soprascritto, con eventualmente altri termini invarianti.
Una Lagrangiana di questo secondo tipo € rinormalizzabile e fornisce
un esempio del meccanismo di Higgs convenzionale.

F' necessario comunque ribadire che la rinormalizzabilita della

teoria fenomenologica non appare un requisito fondamentale. Si in-
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travvede piuttosto la possibilitd di costruire una gerarchia di
Lagrangiane fenomenologiche che includano progressivamente gli
gtati legati di ordine superiore, ignorabili in una descrizione
nelle basse energile.

Nonostante quanto & stato detto, esistono dei vincoll pre-
cisi sulla forma dei termini nella Lagrangiana fenomenologica.
Per esempio non appare la possibilitd di un termine Gq?Q?(6L+T%)

in un modello con stati legati.
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APPENDICE A

Derivazione delle identitd di Ward-Takahashi

In questa appendice verranno derivate le identitd di Ward-
Takahashi per le funzioni di vertice assiale e vettoriale utiliz—
zate nel cap. III.
ﬁt

La Lagrangiana (1) con un termine gauge-fixing %;i ( QM,A +

(27~V'L 5Lfornisce le equazioni di moto per i campi di Heisenberg :

(O g ~ (1= 2) 0> VAT Gy = ga Foo ¥ e e

1
2!

i T “ .
(0 Gow = (1= 50) 9p D0 ) V7 G0 = gu 09 67 1)
La gauge-invarianza della Lagrangiana (1) permette di scrivere le

equazioni del moto usando il gauge di Feynman (¢ == 1) come :
DAY () = 3/4([':(%) (A1)
9, A" (») = ©
OV> oo = g v 09 | (52)
2, VY (») = o
ove si & posto : JAV (n)= "%‘(n) yrES WO
va (o = F I )

che sono due correntil conservate

LERY) L%
9‘)([,4(71\ = gvdv(}") = O
Le seconde identitd in(Al) e (A2) sono da intendersi nel senso ai
Gupta e Bleuler. Le relazioni di commutazione fondamentall a tempi

uguall sono :

&(’ﬂo"%)@) {1{/(71))1;651) } :__KO&L’CM_S)

6(1(0 - g()’) [90 A/,A[n)} AV ((3)] = - L‘(?/,.v & “();*y,)

(A3)
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Da gqueste relazioni di commutazione si ottiene immediatamente
([aB,c] =a{B,c} - {n,c] B):

i

& (no-yo) [Tf(n),JZ(g)] - &SFW(U) d“(n-w@)

§ o= 9) [FO0) o (T == F Py EM0emg) (ab)

e analogamente :

6(%0'30) ["4’(7‘)) d‘s(%)]

1

-1f(g) &q(n-'@)

— . - 4
5(%0"?‘9)[”"(%))J3(v(}‘)] = /'f/{'g) S (7!"3) (A5)
Diamo ora alcune definizioni. Il propagatore fermionico & definito da :

_ ' 4 (pee-u)
Ol T wew Flploy = 5 Sp(n-ygd = Lp o TV (> (a6)

(2"

e i propagatori assiale e vettoriale da :

_ 4 A _ _ O{%P L'[’J[x*%;')' A
ol T Apln) Ay (10 =5 D (<7 =52, e DA,
c!q’r_) l"(?i‘ b
A v _ I 9
(O T V(o) Vo (9102 = 7 D pur G- 1) "Lmu@ Dyulr) (A7)
Le funzioni di vertice ;fo(Pi%>< sono definite da :

—_— . ™ _ — (E’!ﬁf 0(4. 7
Lol TA,. (=) W) W) 10> =~ 94 J(mq(—z—iw Sk ()

B s " (>£"‘) '(‘(x,_%)
X /;(P;é}) SF(é}) 'va,v([a—-f)> e /? 7 GCI
ol4_/:> 0(40

OIT V() M ¥ 00 =73 Japv s

' » ' v [p(x-ﬁ) [7(1-%)
x [: (//)/?> SF(:?) D,,/A(/’?“ﬁ) ¢ 2 (A8)
e sono funzioni di Green a cul sono stati rimossi i propagatori
esterni.
Consideriamo ora il caso del campo asslale e deriviamo la

relativa identitd di Ward. Dalle equazioni del moto e dalle rela-

zioni di commutazione si possono derivare le seguenti identitd :
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Q/A O<o| TAY GO AY (xnly o> =~ z'g/waf, 6"(»—%') (A9)

Q/A 1o TAY (=) w:,wfffe)m =94 9/44017‘(/';‘(@ Feg) Fe)io)

= ga ¥ <ol T W) T (%) loy &% x-9)

+ g4 <01 T Wy W) lo>¥584(=-2)  (a10)

Deriviamo la (A9). Usando la definizione di T - prodotto si ha :

D <O’ T—Al/,L (){) Av(h‘)[O) =<OI{90 5(%’0"%'0) /4/’ ()’L)Av(%’)
+ 2 6(719- %lo) 90/1/“ (»") Av (")
+ 19(7!0" 7o) 0 /-1;/.‘, () /’?;/ )

- 90 J(?n’é"?l c) Av (7({) /4},\ [fh)

2 &(ﬂlo"%o)_/!v (Yl') 90 ff{”()x)

b O (nh-r) Ay () DAp )10

COIT OAu(n) Av (1) o>

+

240] [90Au(9, Ay (x') [ 0> € (ram )
v Ol [A. ), Ay (7)) 102,800 -25)

1

<O: T DA/A("’) A, ()07 — C'g‘/fn) 3 Q(}zv)(‘)

E quindi si ha :

D, [ <ol TAF Ay 10> = =€ 17 2 47 s x')
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-+

(ol{ NCTEES) J; (»ny AY (n')
+ OCno-n!) ‘9,4 (/.:(7\) A (")

v S(ul-n.) AY(nY) d':(,,)

b G0 =) AT O[5 ()

- —lgrva, St

+ SOte=yo) (o| [ 5 (>, AT 10>

—_ oY SN I
c 9" o 0 (n-n)
La trasformata di Fourier di questa equazione € :

K Ky DI = K (A11)

Deriviamo la (A10). Usando anche qui la definizione di T-prodotto

si ha :
9, O <ol TAM I W (2)[0Y =

= 0p (01 Do S Cromys) Dlyom20) ATCIHCP T ()7

+

2 Sne-90) Blyama) Do AC) W) )
B Cto=go) Blgo-20) O A" ) F )

4

- Po fS(vo—?ro) Plre-2o) Wiy AL(n) F (D -
 S(yo-—na) Blxe-2a) Wiy) 2.ATCY) 7 )
¢ Blyo-r.) 2o Slneme) gD Alln) ()
+ B (yo-n.) (%= 2,) Wyd) A7) 17(%),
- (go—m) Blre= o) Hig) 9, A%) W (=)
+ O go—e) S(no—20) H(y) Do ATn) ¥ (2)

+ [ (go=te) B(rw-20) ¥y) U AL F (=)



- Dy m2e) B o 06) MY W () Ar(n) -

- 200g0-2.) S(romi0) P W (2) Do AT OD

+

O(Yo- 20) Olrom20) Wl wiz) O AV ()l
= Do dn ) BRemyad ANCH) W () W(y)q
+ 28 (o= 20) BCro = 90) 20 ATCRD *R) (g
= Blra—2e0) Ol2em o) A7) ¥e2) F(g)
v Do & (om2e) Ploomyo) F(2) Ar¢n) % (>
+ O (Fo=se) Blre-ye) Wiz) Do Alld Wiy
= G20 = 30D 2o 8 Cramy Y F () AN Wiy
= Pl2em ) Eln- o) F(2) D, AT )

O (2= 0) O (2=Y0) F(2) §o AVn> )
U= ged & G yo) Fre) 9, A0 Vg
- (R yo) 8(7«0-?0) ¥ () A GO
b (2o~ Do S(go=2) F (2) Fg) AV (7D

+

-+

2 l‘;(‘?o" (do> 6(‘(}0‘;}1»o> QZ’—(“?? lf/{ﬂ7 90’4“(”)

§(20- yo) OC o= 2e) ¥IHIP QA 103

Le parentesi graffate indicano la provenienza da uno stesso ter-
mine nel T-prodotto originario.

g3 hanno molte cancellazioni e si ottiene :

O [ <ol TA" G0 ) T 10)
O Lol T OAROC) W (g ¥ (2) 107

1t

{J,q 9/» {o] T\[ﬁ;(n) Yig) wir)lod
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Ga <ol {8 Cromige) DCo=20) [0 ¥ () F () 7

[}

O (ris=13o?) B(4o = 20) Op Jlicx) Weig) Fl2)

i

S (Yo~ ¥) O (o= 2e) Yg) J; () W (%)

D(ge=2.) Sra=20) Ylg) 7 () W (2)

&(%D - 20) O (ro— 2o) 1//(1(7) 3/(/':/” "?’(i")

‘1

O(y. —20) S(ra=2e0) W) T §4 }
)

Bl 25) BC2om7) Wiy) W (2) O [ Len
J(Wo" %o) &(%o"(vn) d";[%> ‘\FC?—) ’Lf'(@) —]
(- 20) Blzomga) O a ) ¥ D ‘H@)-l
O (2o = x,) Bl o) W (?) Jl;’(h) iy

9(%0-}103 CS(%o-‘g,p) 'IFC%) J: (rn) ’H‘(@)

Bean— ey Do o) T2 O friw ¥ [10
o1 { & no=yo) Blge=22> 9a L 500, ¥P ] (2)
SCro—20) 9(1210' 200 9a Q/’(g)[&/‘;(h)/?(?)j

S, -2y OC2a=4ad 94 [Fee), [Le] Wiy

6(919" %f,) 9(‘30”%0) g]ﬁ /LF(%)[’I{/(@)/Q:;/’O]}IO>~

gfruttando le relazioni di commutazione (AL) si ha :

+

C(}A ¥ S <’01~T"+(n) T (#) o5 5"cn—5/)

9a <ol T ™ (yg) Feny 1o» ¥ 8 (%-2)



Dalle equazioni (A9) e (AlO) si pud derivare la identitd di Ward
relativa alla corrente assiale, come & scritta nella equazione (2)
del cap.III. Infatti esprimendo le grandezze che compaiono nella
(A10) in termini delle loro vrasfromate di Fourier (A7, A8, A9) si
ha :

09, (ol T A¥(n) Wey) t(z) lor =

= d¢
- T (zw"*(—zf* Setry 7 r19) Sp() D (=9

X e tpie-g) e ¢"7(>e-%) [_ (P—Q)Z][—L' (p’e)ﬁ ]
@A Xb(z )gfd 0{4 gF(ﬁ)Qa?(h-%>e(:/9(tg—a—)

- ¢ G(an-2)
+94 f44d75F(P>€°F(g Do 1T s

E quindi :
(3
CSelr) 37n,9) Se) DR (=9 (p=a)pn (r )

¥S Se(p) + SE( T

Usando la relazione (All) si ha :
ot - . -1
- (r-9)v [ZV(P/ﬁD = Se () &+t ¥ S ()
o anche

2 [;/A(p,n-rfl) = L’S;'(’P) xS 2 &S SE(pte)

La identitd di Ward per la corrente vettoriale si deriva in modo
analogo. Sfruttando le equazioni del moto (A2) e le relazioni di

commutazione (A5) si ottiene :
9/4 0 Lo| T VO “ﬁ/g)’?(—%)/o): I PR J'{j(k)“f@)?ﬁ),’@
o @v <O[T/;,/a-cy¢) ’LF(Q) }0> 69(%*9/)

~ou Kol T Wig) Femyioy S O=2)
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e anche :
[0 0. Lol TVFEOI V() 10> == 9l D 5% -n')

e quindi in conclusiocne :

2, [ pta) = CSEUPY = SEdpte)



APPENDICE B

3 . . 3 . 2
I nuclei integrali della equazione di Bethe-SBalpeter per B(p )

In questa appendice si analizzerd la natura dei nuclei che
compaiono nelle equazioni integrali per B (pg) (24) (nel caso
2 2 2 2 27 . ...
G # gv) e (29)(nel caso g, =8, = g). Premettiamo una definizio

ne. Sia data la equazione integrale per £(p)

& 1
e (P = Jd"‘) Kean (PP f2 ()
Si dice che K(p p') € un nucleo limitato (o di Fredholm) se esso

soddisfa alla condizione
+
T [[dtp i K K oip) €

Se K(p p') soddisfa a questa condizione, allora esso per un noto
teorema (v. Courant-Hilbert, Methoden der Mathematishen Physik o
Hellwig, Differential Operators of Mathematical Physics) ha spet-
tro puramente discreto. In caso contrario questa circostanza in
generale non si verifica.

La equazione (2h4) linearizzata pud venire posta, in ambo i casi

di rottura dinamica della simmetria (AoB) nella forma coinvolgente

solo funzioni scalari :
By = [d4% Xcpiph S CPD BGPT

- dove S(pe) S un fattore la cui presenza & da fare risalire al pro-
pagatore fermionico intermedio. La condizione (1) in questo caso

diviene
[[d¥p d?p" (PP X (PipY SCPT S(p'?) Lo

Nel caso di rottura dinamica della simmetria di tipo A si ha che
S(pYX(p,p'D>~ 7‘51‘ per pz~—’700 e il nucleo relativo non € di
Fredholm e non da quindi luogo ad una condizione agli autovalori
per le costanti di accoppiamento, ma ne restringe solo il dominio

di variabilitd. ‘
Nel caso di rottura dinamica della simmetria di tipo B si ha

e ! . ~ *
viceversa che S{p) X (p, PO~ 7;(’ per P?-’?OO e il nucleoc € d1
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Fredholm e si ha che la costante di accoppiamento assume solo va-
lori discreti, come illustrato nel paragrafo 8) di questo capi-

tolo.



APPENDICE C

Le equazione di Bethe-Salpeter in approssimezione a scala per

S'(p) & data dall'espressione :

-l 2, () = =

K
—_—— ¢ propagatore fermionico
AAAAMANN ¢ propagatore bosonico
4 v
¢ v 4 ¢
}CL - (’)/v\/\»\/v? -+ M
1 ' P £ig. 20

che & il primo termine dello sviluppo perturbativo per la inserzio-

ne di autoenergia fermionica, ma con propagatori vestiti.

Poniamo :
¢ 2
A
v .
DI“V(K): - (g/uv - K,"KV /%Z) Kz.'_ia
DA ()= =i ( Qv = lip o [ K?) o
» e r Kt lg—r®

Calcolando i diversi contributi e separando le parti proporzionali

ad m e a ¥, si ha :

d¥u 4~ A(«?) [ q’ 3%
z T e ; b
A(F ) - 3¢ f (zm‘} K2(4’/4(Kl))2“m181('\") (P"k)z (P_K)l._MZ j]
d¥« B («?) 3% 4%
2y e . —
B (py=-3i 5 @n* Kz('IwA(K‘))Z—-migzékz)[CP“K)l (p=s)*- 112 ]

La prima pud venire risolta iterativamente secondo i metodi usuall
una volta nota B(pe). La seconda & identica alla eq. (24) una volta

posto A(k2) = 0,
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CAPITOLO IV

ROTTURA DINAMICA DELLA SIMMETRIA IN TEORIE DI GAUGE NON
ABELIANE

11 presente capitolo & dedicato all'analisi del meccanismo
di Schwinger dinamico in teorie di Yang-Mills con campi di ma-
teria?ﬁVerranno derivate relazioni per le masse fermioniche e
le masse bosoniche nella approssimazione nella quale si trattie
ne solo il contributo singolare a zero momento trasferito delle
funzioni di vertice (approssimazione "polo"). I risultati verran
no confrontati con i risultati corrispondenti in teorie 41 Higgs
convenzionali. Infine si risolveranno le equazioni integrali e-
spresse con i nuclei di Bethe-Salpeter in approssimazione a scala.
Vengono inoltre descritti alcuni vincoli che limitano i gruppi
di simmetria accettabili e la forma delle matricl di rappresenta—
zione.

Nel primo paragrafo si mostra la consistenza del meccanismo
di generazione spontanea delle masse fermioniche e bosoniche in
teorie di Yang-Mills accoppiate a campi di materia. Sostanzial-
mente si estendono ad un gruppo di simmetria non abeliano le con
siderazioni fatte sui modelli abeliani nel capitolo precedente.
Una rottura spontanea della simmetria da parte della inserzione
di autoenergia fermionica o del tensore di polarizzazione impli-
ca la presenza di uno stato legato a massa zero sia nel canale
fermione—antifermione,sia nel canale relativo a due bosoni vet-
tori. Si assume inoltre che i campi di ghost, necessari per ren
dere Tiniti i funzionali generatori della teoria simmetrica, re-
stino a massa zero.

Come nel caso abeliano, anche in questo capitolo si mostrerd
solo la consistenza di una soluzione asimmetrica alle equazioni
del moto, senza da questo poterne inferire che essa si realizzi

effettivamente.
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Nel secondo paragrafo vengono ricavate relazioni tra le
masse delle particelle in approssimazione “polo" . Esse indica-
no qualitativamente la natura dello spettro delle masse e ven-
gono comparate con i risultati all'ordine zero nei modelli di
Higgs convenzionali. Risulta possibile costruire una corrispon
denza biunivoca tra i parametri liberi in queste ultime teorie
e le grandezze di natura dinamica nelle soluzioni " supercondut-
trieci® . |

I1 terzo paragrafo € dedicato alla soluzione delle equazio-
ni integrali rilevanti, qualora questo sia possibile. Si analiz-
zano in dettaglio le soluzioni che si riconducono ad una generg
sione ultravioletta (A) della massa nel limite di acc0ppiamenfo
debole. In questo caso si ricercano soluzioni nelle quali le mas-
se dipendono analiticamente dalle costanti di accoppiamento. I1
caso di generazione infrarossa viene esaminato a parte. Si esami-
na infatti anche la consistenza di una possibile generazione del
le masse bosoniche in teorie di Yang-Mills pure, ciog in assenza
di campi di materia. Infatti nell'ipotesi che il tensore di pola-
rizzazione possieda una parte asimmetrica, [ T« ,'TT(PIJJAX,#fo

esso stesso acquisisce un polo a zero momento trasferito per la

"presenza di uno stato legato a massa zero che comunica sia con 1o

stato a un mesone vettore che con lo stato a due mesoni vettori.
Uno stato legato bosonico di guesto tipo & vietato nei modelli abe-
liani per invarianza sotto coniugazione di carica (teorema di
Furry per la corrente assiale). 1In ogni caso si derivano alcuni
vincoli sui gruppi di simmetria. Non & possibile nessuna soluzlo
ne (di tipo A) con sU(n) se i fermioni sono nella rappresentazione
fondamentale, come & anche inconsistente una soluzione asintotica
nel caso di gruppi chirali non-sbeliani. Quest'ultimo risultato era
gid stato ricavato nel caso di gruppi chirali abeliani .

Nel qﬁarto paragrafo vengono infine esaminate le condizioni per
una situazione di rottura dinamica della simmetria di tipo B in

teorie di gauge non abeliane.



....73...

1) Rotturs dinamica della simmetria in teorie di

gauge non abeliane in presenza di campi di materia.

Si considera la densitd Lagrangiana

Lny =4 F.5 F L b FDMge — o)
dove w ' 5 _ o
F/:Cv = Op A -2, A, + 3 C¥ A A, (1)

e gli A% si trasformano secondo la rappresentazione regolare del

//V
gruppo di Lie G (nel caso che G non sia semplice & sufficiente ope

rare la sostituzione g —» g, con g, costante in ogni sottogrup

po semplice) con generatori
— . ¥
[ —r; ) ! r ] = ¢ C:“13 —T—x
‘e D" & la derivata covariante

UyA%) a/Agmn—‘"('g tmnA )H;

[ 2., fﬁ]m: CCop ¥ (tx)

e m, n sono indici di simmetria interna per i fermioni. Le matrici
{t } della rappresentazione spinoriale potranno dipendere sia da 1
che da X% . Sotto trasformazioni di gauge locali infinitesime i cam

pi si trasformano secondo :

Sr?ﬁt== - L 9 tJﬁ"n‘yh1 Bafcx)

d AL

e 1a Lagrangiana (1) & invariante se G & tale che [.ﬁoc,xon4oj =0,

I

ngMA"ﬁ () +Ef O B (20

La corrente di gauge che deve venire conservata per le equazioni del

moto classiche :

9, FL1 e = 3(3 YA ) 7L 60
é »
Tl ey = Oy Fo 7 OO (2)

ed & anche la corrente di Noether.

Inoltre la teoria simmetrica derivablle dalla Lagrangiana (1) &
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. . . o o ; 1,2,3
rinormalizzabile a meno di divergenze infrarosse i

A questo punto insorgono due complicazioni in questa teoria
che non sono presenti nel modello abeliano. Innanzitutto per ot-
tenere una teoria quantistica finita per mesoni vettoriali inte-
ragenti secondo la (1) & necessario separare il volume di gauge nel
funzionale generatore delle funzioni di Green secondo il metodo di
Fadeev e Popov. Una conseguenza di questo fatto & 1'apparizione
di ghost scalari con statistica fermionica in gauge covarianti.

Tnoltre & richiesta 1'introduzione di un termine gauge-fixing

- [9/4/7/2]2

per rendere la parte quadratica della Lagrangiana non-singolare.

della forma :

Per of = O si ha il gauge di Landau e pero = 1 il gauge di
Feynman. I ghosts non compariranno negli stati uscenti se non sa-
ranno presenti in quelli entranti, ma in teoria perturbativa saran
no presenti vertici ghost-ghost-bosone vettore. La Lagrangiana dei

ghosts & data da :

&{G () = — gLA 95ﬂ'2>ﬁ:4£:-—— g Cakc 6&<¢5;/?:$éc

Tnoltre per semplicitd verrd in seguito usato il gauge di Landau.
La notazione usata & illustrata nella fig.(1).

La seconda differenza consiste nel fatto che, nel caso pre-
sente, sia la inserzione di autoenergia fermionica 2.1 (p) che la
funzione di correlazione a due punti 172330 soddisfano ad iden-—
£itd di Ward-Takahashi, in quanto & qui presente anche un vertice
con tre bosoni. Dovendo la corrente (2) rimanere conservata, la
rottura dinamica della simmetria deve essere legata all'apparire di
bosoni di Goldstone composti, piuttosto che alla nonconservazione
anomala della corrente come nell'elettrodinamica di Schwinger in
due dimensioni?oPer ottenere una soluzione consistente, l'esistenza
di una parte asimmetrica in un settore, per esempio nella inserzio
ne di autoenergia fermionica, richiederd l'esistenza di poli di
Nambu-Coldstone anche negli altri settori, per esempio nel settore
con due ghosts e nel settore con due o tre mesoni vettori, a meno

che non sussistano regole di superselezione. Questa circostanza pud
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venire facilmente verificata osservando le identitd di Ward
della teoria.

Le divergenze ultraviolette della teoria possono venire af-
frontate con il metodo della regolarizzazione dimensionale %3
ma il problema della rinormalizzazione verrd in seguito (tempo-
raneamente) posto in disparte. Le singolaritd infrarosse non appa-—
iono nelle funzioni di Green per l'ipotesi di rottura dinamica
dells simmetria con acquisizione di massa.

Per discutere la rottura dinamica della simmetria sono neces

sarie le identitd di Ward e le equazioni di Dyson. La loro deriva

zione & svolta nella appendice (B).

p '
— - : propagatore fermionico
m n ~
NN NN : propagatore del bosone vettoriale
Xy pe Y
oLl o0 000 28L : propagatore del ghost

vertici propri

@ @ . vertici completi connessi

fig.I DNotazione .

v - .
T1 tensore di polarizzazione 77—523(k) g dato,in termini di

Dﬁ:z (k) e DOZ; (k),dalla relazione
-1 Y
/AV . ’AV .
T—[_o‘ﬂ (k) =-¢ [Daﬁ (K)j -+ L [ DOocﬁ OC)]
Inoltre le identitd di Ward (v.appendice eq.A ) affermano che
4ok D k) = 8
2k K) = 3
— ! " wp (77 s (3)

cosicchd il propagatore vestito pul venire seritto nella forma :

-}
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"o kP K
K*+ ¢

Y . 9 Ik i 17! krn”
o« '(K) = —c ( [5«{5 + //o{/s(k )] + “/(K,l-i-ii)z (S"‘P)

(L)
dove :

7/—’/:;(14) = ( 8/""-— KPK” ) TT“/}(KQ) (5)

per la trasversalitd del tensore di polarizzazione in conseguenza del
le gauge-invarianza della teoria. La parte traversa del propagatore
relativo al mesone vettore ha un polo per k2= 0 a meno che Wa/s («?)
non acquisisca esso stesso un polo per k2= 0, nel gqual caso il meso

ne vettore acquista una massa attraverso il meccanismo di Schwinger.

F,a’—
 egep e o g ]
q Y4
v(s ey
F.oc
k = —-5 C:ﬁéx’zﬁ
a (k+4—2 =0)
I3 ¥

-+ Cocvk C/_&J;\ (3/4;136“5’—_ 3/48 3»‘0‘)

+ Cann O (97797~ 9779 ™)}

fig.2 Vertiei nudi .
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I1 propagatore nudo del ghost € dato da :

.

¢

G wp (KD = Sur (6)

. Kt + L€
La figura (3) mostra la equazione di Dyson per il propagatore vesti

to del ghost (v. Appendice B per la sua derivazione).

W@m&e =

24 P /s

Mfig.3 Equazione di Dyson per il propagatore dél ghost .

. Essa mostra che l'inserzione di autoenergia del ghost, per la pre-
. . . “ . G,
senza del primo vertice nudo, si pud scrivere come P ZﬂCk) = Kp Za;;(")
e per invarianza Lorentziana 2 Go’:}s = &~ Bac/s (k*) e il propagatore

del ghost vestito diviene quindi

¢

G, (x> = (8., + Bapx®] (D)

K*+cs
. < . 2 . 2
S8i assumerd nel sehuito che Bdﬁ (k”) sia regolare per k —> 0 e che
quindi il ghost resti a massa zero. Un polo di questo tipo richiede-
rebbe tra 1l'altro eccitazioni di Goldstone scalari fermioniche, una
situazione che non si prospetta per i bosoni di Goldstone dinamici.
La equazione di Dyson per la autoenergia fermionica & illustra

ta nella fig. (4) (v.Appendice B per la sua derivazione).

fig.4 Equazione di Dyson per il propagatore fermionico .

I1 propagatore fermionico nudo é
. ; .
S (p) = O mn
man P F +Cg (8)
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ed il suo corrispettivo vestito & dato da :

2

/P/émvv -— ZW‘”(P)-{'LS

Smn (PO (9)

La fig. 5 illustra infine la equazione di Dyson per il tensore di

polarizzazione di vuoto (v. Appendice B)

Tr;;cmg-%_%
ke -l

fig.5 BEquazione 4i Dyson per il .tensore di polarizzazione proprio.

+.
N !k

4

BTN

Per poter a questo punto discutere la rottura dinamica della sim_
metria sono necessarie le identitd di Ward per i vertici vettore-vel
tore-vettore e fermione-fermione-vettore. Queste sono derivate nella
appendice A. La prima & data da :

Wt T#Y° («, P) [4 + B(w‘)]

;¥

il [‘3 Coc/sx - vs (KcPiH:(Sb’x * ”n(PJrK)][(Pfky (f>+k)(PM)]

t 9 [Ssylcdﬂ’v BG ¥ (0 P dant ”/Sﬁ(P):I[ g7 - P "p ]
(10)

bt VN ) - L. .
(K1P> & definita nella

ove Sap BK')= E«(SCKz.) e By
fig. 6, assieme a Tf,:;i Cu, P .

La identitd (10) si semplifica considerevolmente se si considera
i1 limite di accoppiamento debole e inoltre per k — 0.

La funzione B(kz) 3 sostanzialmente la autoenergia del ghost e guindi

B(o) pud venire riassorbito nella rinormalizzazione del campo di ghost
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Va:f)
-~ vE 5y’
Bxﬁx (K//O) - (7 C6'?f'b’ Il
&'
,0
~—pmve§ | K Vﬂ
/ KBy (cip) = e

1

oy

fig.6 La funzione 3 relativa alla identitéd di Ward vettoriale
e definizione del vervice vettoriale .

in maniera tale che 1 + B(o) possa venire omesso. Inoltre
— s
B X (Y
stante di accoppiamento e pud venire anche esso Omesso nel limite

(k,p) & sicuramente di ordine g3 o superiore nella co-—

di accoppiamento debole. Usando le proprietd delle identitd di

Ward si ottiene (si veda la Appendice A)

bim T % (mp)=(P"Lg”-f:"PG)[ﬁTa«-bﬂP”ﬂ"’z)}M

K—>0 “(58
(limite per k —0) : (11)
' con (Tu)py = Crne (be (P)) gy = bocps (P
- v
e k)ava(p2) 3 la parte traversa di E30q$v(k,p) per k¥ — 0 :

e

B::(sx(‘('/:) Ko <P23/W"Pr/>y) b“ﬂ‘

ovVvero

o K T, (mm =(F3" - PP )[2‘17;)7““3)]

K~ro

(1Limite k— O e accoppiamento debole) (12)

La seconda identita di Ward (vertice fermione-fermione—bosone

vettore) € data dalla espressione :

/—7'“ («, Py [1+ Bk ] = [@L‘MP ij Gy p) ) Spn(p-rl«()

- SmF (P)K [@ t,:m— Fh(“/P)]X

(13)
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dove :
m
M " :
[ o Crypd = e ] g=-k-p
7

fig(7 Definizione del vertice fermionico .

4

. K
[3 x ( 4 }/3> — 57 z%zfo gxﬁﬂ££622229 /3

mp

b

fig.8 La funzione B relativa alla identitd di Ward
per il vertice fermicnico .
Nel limite di accoppiamento debole la funzione B e (k,p) pud
venire trascurata (Ng3 o superiore) e si ha, parallelamente a quanto

sopra visto, per la identitd di Ward fermionica : (b (p) =%?~zB¢(k,p))
»>0.

bin dey T, (P> = [gt<e B () 200 - T (gt b))

K -=ro mn

(Limite k —0) | (1k)

lom W [0 iy = [aT7 2R - I Z(@K"gf““]m

K-»o
(1imite k —» 0 e accoppiamento debole) (15)

Le equazioni (12) e (15) formano, come nel caso abeliano, il punto
di partenza per la discussione della rottura dinamica della simme—b
tria generata nella regione ultravioletta (tipo A) in modelli non
gbeliani con gruppi di Lie semplici.

Si supponga che Ej,ﬂn(p)'abbia una parte che viola la simme-

tria (cio® il lato destro della (15) sia # 0 per qualche o ). Al-

.
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lora il lato destro della (15) € non nullo e [j:tac (k,p) sviluppa
un polo (di Nambu-Goldstone) per k2 = 0. Inoltre, come gid antici-
pato, una asimmetria in E:ZVWW (p) non pud non accompagnarsi, &
meno che non siano presenti regole di superselezione, ad una analQ
ga asimmetria in ’rrw@(p) (e quindi in ultima analisi nella matri
ce di massa dei mesoni vettoriali) con la conseguente apparizione di
un polo a zero momento trasferito nel canale vettore-vettore.
Procedendo per ordine si ha quindi innanzitutto un polo per

ke =0 in /.

oo (k,p). Questo polo, come nel caso abeliano va

sttribuito a poli nelle funzioni irriducibili per un mesone vet—
tore (1vi) (ciod non separabili in due parti distinte collegate solo
da un propagatore vettoriale nel canale s) a quattro e cingue punti.

Questa situazione & illustrata nelle fig. 9 e 10

xA/vv(::z:::/ = /vmfvwc<:i _P vxnuu<:i2§; 4p7

AVI -+ /IVI

-+ AVI

.
>

fig.9 la funzione di vertice fermionice in funzione dei
nuclei irriducibili per particella singola .

1
|

funzioni a quattro punti (ampiezze di diffusione)non irriducibilil per

un mesone vettore sono per esemplo

o ﬂvx/vopﬂ)b
Cay

Anche grafici sconnessi sono esclusi dai nuclei
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-%_ £ig.10 Esempl di graficl non contenuti .

nei nuclel irriducidbili .

e si ha quindi che deve essere : _
- ANAA i —

~-- + "
R

AN .

AV

I

um
T

fig.11 Esempio di decomposizione di un nucl—eno irriducibile per particells
singola in parte regolare e parte singolare per g~—o .

ove R & regolare per kg-—a 0.

Effettuando anche qui, come nel modello abeliano, la fattorizzazio-
ne della funzione di vertice, scriviamo “C:w (x,p) in prossimita

del polo k2=0 nella forma

Kt F
[_’ocf:nn CK)P>F080 = Kz (Aoca,ck) Po.mw (K)P) (16)

La matrice Xx& (k) descrive l'accoppiamento del bosone di Goldstone
indicizzato da a al mesone vettore & . P:m,,, (k,p) & il vertice fer
mione—fermione-bosone di Goldstone. Questa situazione & compendiata
nells figura 12. La espressione completa per Rxa, (k2) & mostrata
nella fig.'13. Essa & calcolabile, come nel caso abeliano (si veda
la eq. (12) del cap.III) una volta noti 1 fattori di forma Pamn(k,p).

P enotano i vertici che accoppiano bosoni di Goldstone a

PG, v,3v &
fermioni, ghosts, due bosoni vettori e tre bosoni vettori rispettiva-

mente.

Wdﬁoéo Z

+ .-

fig.I2 La parte dominante nella funzione di vertice
in prossimitd del polo . '
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fig.I3 Espressione per 1a matrice Axal¥Jche descrive 1l'accoppla-
mento tra i mesoni vettoriali e i bosoni di Goldstone .

. e s . »rve . .
Analoghe relazioni si derivano per —rlx(SX (kx,p) in prossi-

mitad di k2 = 0. Il risultato, come si inferisce rapidamente dalla
equazione integrale per la funzione di vertice vettoriale (scrit
ta in termine dei nuclei 1VI come nel caso del vertice fermionico
e con le stesse avvertenze) & illustrato nella fig. 15 e dalla

equazione corrispondente (17).

@i M{ M@ ] el

+ wr |+ gL

+-;%m$+ %wﬁ%@w

fig.I4 La funzione di vertice bosonica in funzione dei nuclei
irriducibili per particella singola . '

£ig.I5 La parte dominante della funzione‘di vertice
in prqssimité del polo .
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cioé :
//~v6- %/'A v§ ’
T s (KiP) ., = A o (%) P e (P) - Q1T)
. S . T—Mnyve .
- Dalla identita di Ward per ’a(/BX (k,p) a zero momento trasferito
(eq. 11) si deduce che ;Cg?“(p) & trasverso e si pud quindi de-

finire Py yya(p) tramite

ve YR
Ry = (g7~ C

vV A¥o

) F%ysga (}Dz> €18)

Inoltre Py 0 (P deve essere simmetrico in 2 , ¥ perché il vertice
vettoriale completo & Bose-simmetrico.

Determiniamo ora la struttura del polo in WT—Q;,(k) per
k2——> 0. Usando la equazione di Dyson per il tensore di polarizza-—
zione (fig.5) in approssimazione k2-—> 0 si ottiene,usandc la espres
sione (17) e contraendo anche il secondo loop presente in ogni ad-

dendo in un vertice A, (x), la seguente espressione

J<2d _ _ I 2 —i v * 2
T2 e = [0 2] [ 0]
che & la generalizzazione della eq. (13) del cap. IIT,
. o ‘ |
—_—_“KZ_“ Noon (K°) Xaps (1D (19)

per cui dalla eg. (5) si ha :

—~ * '2
— u)* rﬂ—o% (v*) = - Awa (O Awo (0 = pops (20)

K:—o0

In questa approssimazione la matrice di massa dei mesoni vettori &

data da (m & il numero di bosoni di Goldstone)

[ 448
4 T ¥ .
- /M’c&/.’; = Z_. r/.{oco\ (o) ;{A/s(o> (1)
=4
La discussione della struttura delle matrici di massa verra ripresa
nel paragrafo successivo.
| A conclusione di questa sezione mostriamo che le eccitazioni di

Goldstone si disaccoppiano e non appaiono come poli nella matrice 4i
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diffusione. La argomentazione & anche qui simile al caso abeliano
(cap.III, par.2) ). Assumendo che stati entranti (A) ed usceinti (B)
comunichino con lo stato legato, si scrive per la ampiezza di diffu-
sione (s = kg) (omettendo anche qui funzioni d'onda entranti ed uscen

ti 3 i momenti esterni si intendono sul mass-shell) :

TAB (s= Kz) o) = _T/;(;)'i“ ‘ T:;)_l_(reg. in k= O)
con ) up v

T (s=kb-) = T ) (60 Doy 9 Tep (400)
© @) 2 2 ¢ P¥ ‘

TAB (S:—‘K,-—-) = ‘;} PAG,(K)"')—[Z;- a,B Ck)--'-)

v #*
Per la identitd di Ward [ ‘];f; (k,...)= kv'T;,fb (k,...) = 0,

essendo le particelle entranti ed uscenti sul mass-shell.
Inoltre per l'assunzione di fattorizzabilita dei poli di

Goldstone:

K ~ _ # (reg)
T Gy =g P te=0 4 T

kY S % v#(228.)
T KB k=0) + T
B0 (%,u' ) K2 3 | * 3
i%) si pud scrivere, usando la identitd di Ward in modo

analogo al caso abeliano :

Per cui per T

TAC;) (S = Kz) -'--) = TA/AOC (K)'--> D:if(K) TB:SV (K,---)

f'” —{gp - v ¥
= |, () it [4 -f—TT(K’)L({3 TBA (x,--)
wh Zg/«v

= -32 Pj‘lm (O’“' X

K: KP+is

4 + T« B E (o0,.-)
[1+Te)] R

7

P CQQQJ —-(,'@,w P -1 v*('zeﬁ.)
+ TA“ («,...) Y iere [/f +1 (« )Lﬂ —rxs/s (k,---)

KV
u?
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’ . m
m & il numero di bosoni di Goldstone.

Quindi Tgé) S dato da (a parte termini regolari per K° —> 0)

(1) S 2D P 217 A
T (gai® ) =—) 9 lM(O,---)P\M—[ZB+TT<K)]%7\MI§,)(0,W>

AR
a,b=4

P (oo L O TR y)
+ T, °u...‘——’7[4+ xz]
Ad ( ) )/{,l-f-lé ﬂ( )ocfsTE’/b (K,...)
TTlx/s(k2), come si & visto si pud decomporre in parte singolarg

parte regolare per k2——> 0 :

A

. (¥£2:) |

T

Diagonalizzando la matrice di massa si ha in approssimazione "polo"

s

_ Z A ')iﬂ = //de Sup (non si somma su o )y (21)
=1

’

Assumiamo che N vettori divengano massicci e i restanti rimangono a

massa zero. Allora per k2-—» O si ha :

Vi
y _ - ;;; 5éﬂ per X é_PJ

z 7y
K [4'1’”(4(2)] " -%_ Sxﬂ per X > N

dove N indica un numero di mesoni che si suppongono massicci;

o, N € a(G) dove d(G) & la dimensione del gruppo.

La cancellazione delle singolaritd di Goldstone per k2 = 0 nella
ampiezza di diffusione TAB avviene quindi se & soddisfatta la condi-

zione :

N, y I
20 Yox o (1 +W(K>)0</£1/5‘9 = &b (K, BEND

ap=4

d((,l) Y -1«

Z 9\0106 Tc_z.(/! +TT(K1))C({£?\(L&; :0 (“1/3 >N)
(A= N+

che & equivalente a :
*

N
Z A no qmb _ — ga{) (22 &)

2
K1 /A o
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d () .
* —_
Z ?\aad A o b = 0 : (22 b)
o= N4+t
Le condizioni (21) e (22) assieme dannom = N e ,ﬂax(o) =0

per & tale che M = 0.

La ampiezza totale di diffusione diviene in conclusione

. d(&) '
-1 2 _ po (nes.) Qv *V (200.)
l A% (s=4'm) = Z —I;oc 7 (4] prrig g _’—Eﬁ (K)-)
=N+t

cosicch® gli unici poli presenti per k2 = 0 sono quelli associati

ai mesoni vettori fisici a massa zero.

2) Relazioni tra le masse

In questo paragrafo vengono analizzati i vincolil sulla forma

delle masse asimmetriche imposti dalle identitd di Ward.
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La identitd di Ward per il vertice vettoriale in approssima-—
zione polo e per piccole costanti di accoppiamento diviene (si ve-

dano le eq. (12), (17) e (18) : (per p2 piccolo) :

xoccp (e Dg-:;a, (p*) = Coc?.c (/MZA —"/442.) (23)

Risulta utile separare gli indici di gruppo per particelle massic—

ce e particelle a massa zero. Si ottiene quindi :
C . (ph-p)= o© er  fug=o (2ha)
wac S a7 /S P fra

<;\°w~>_' Coo?\s‘ (/423 "//”QW> = P;\_;a (pP*) per /ﬂ'zx*o (2hb)
Un semplice esempio & dato dal gruppo su(2). Assumendo M3 =0
si ha (Cups = Expy) Ma= [tz . In generale il sottogruppo
che contiene le particelle a massa zero & ancora composto di campi
s massa zero ed & un sobttogruppo di Lie semplice e compatto26

La identitd di Ward vettoriale in questa approssimazione, af-
ferma che 1'accoppiamento tra bosoni di Goldstone e due vettori €
determinato in approssimazione polo (e accoppiamento debole) dalle
masse dei bosoni vettoriali.

Ulteriori vincoli sulle masse bosoniche si ottengono consideran
do la identitd di Ward fermionica. Dalla identitd (15) si ha, usando

la (16) :

Ao (0) PLF(P) =% Z(p) = B () ¥7t7

Introduciamo la matrice U che diagonalizza la matrice di massa /Aiﬁ.

%

+ 2
Separando di nuovo indici corrispondenti a bosoni vettoriali massicci

da un lato e a bosoni vettoriali a massa zero dall'altro, si ha :

0 = Uy, d" S = D) ¥ Unst™7 (260)
) <f4fzaz=0>

| UOC/}, )/56 PG—F <P> = Uo;ﬁtﬁ Z(P) ""Z (p) ¥° U“ﬂ tﬂ X° (26b)
(pract0)



La identita (26 a) afferma che i fermioni si trasformano come una
rappresentazione del sotto-gruppo 1 cui generatori sono associati
ai mesoni vettori a massa zero, con matrici date da t%= 1%, t"
Inoltre, come nel caso abeliano, la (26 b) con indici corrispondenti
a mesoni vettori massicci, fornisce un legame tra la autoenergia
fermionica (o meglio la sua parte asimmetrica) e il fattore di for
ma che descrive l'accoppiamento bosone di Goldstone - due fermioni.
E' utile a questo punto confrontare le relazioni ottenute con
le relazioni analoghe in teorie di Higgs usuali, cioé con mesoni
scalari introdotti con lo scopo di rompere spontaneamente la simme-—

tria. In questo caso la Lagrangiana & data da :
L) = — F (=i g8+ guls {F Aps v me )
— S FL P (27)
A
A . o ] = o
+ 5[ (9, 8y T gdey /4,%)6#4] + P = V)

«< . . . . . .
dove t’s S la matrice di rappresentazione del campl scalarl ed

& tale che
f* - ot 14
[ fsf’,‘ts ] = C™¢ x i:s

(1e f} sono matrici di accoppiemento di Yukawa). V(@) & un poli-
nomio guartico nei campi scalari minimizzato da ¢ = v. La simmetria

di gauge della Lagrangiana richiede che sia :

[¢7, ¥ ] =dam 5, I (28)

. . . . 47
La massa dei mesoni vettoriali all'ordine pil basso ¢ data da

KA

Prap = =3¢ (v,ts t5 v) (29)

Dal confronto con la (20) ne inferiamo che possiamo identificare
Auoa con ga:(f:'v)a nel caso di Higgs. Dalla (28) inoltre con
la identificazione PX/* (0) <> (v, tg. fjj + 5 te Ve )
+
si ottiene la equazione (23). Infine dalla equazione (28), identi-



...90...

. y 2 | ‘ ‘ . .
ficando P% (mo) con [ 4 e [ =D1-mo (matrice di massa fer-
mionica) con 2, (p=mo), si ottiene la relazione (25) per p = m .

La situazione € riassunta nella tabella a).

teorie dinamicamente rotte teorie di Higgs
Ao (0) Ga (E5 V),
o> 4 n ‘
o) 4 y n ¥
P'r.:() . z(vetajtaj+t55tegve)
PFL' (o) r;

2., (z=0) v,

E' quindi chiaro a questo punto che esiste una diretta analogia tra
le relazioni tra le masse ottenute all'ordine zero in teorie di Higgs
e le relazioni ottenute per le masse generate dinamicamente in appros
simazione polo. Ambedue i tipi di relazioni derivano dalle identitd
di Ward della teoria.

Esiste inoltre una corrispondenza biunivoca tra i parametri li-
beri nei modelli di Higgs ( f? , U ) e le corrispondenti quantita
dinamiche ( 2A , P) nella teoria precedentemente illustrata. La dif-
ferenza sostanziale risiede perd nel fatto che quantitad come Ana
e R: o Fﬂ?? sono calcolabili (almeno in via di principio) nella
teoria dinamicamente rotta. Il calcolo di queste quantitd verrd ef-
fettuato nel paragrafo successivo in un particolare schema di appros

simazione.

:1 V= -él
X6 (0)7/" o,

fig.I6 la espressione finale per la matrice che descrive l'accop-
piamento tra i mesoni vettoriali e i bosoni di Goldstone .
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3) Soluzione delle equazioni integrali nel limite di accoppiamento

debole. (Rottura dinamica della simmetria di tipo A)

In questo paragrafo si noterd che esistono soluzioni nonbanali
per le quantitd-asimmetriche Awa (0) e §j(p) e per i fattori
di forma relativi all'accoppiamento bosone di Goldstone - due boso-
ni vettoriali ( Fic:k (k,p+k) ),bosone di Goldstone - due fermioni
(PF(k,p+k) ) e bosone di Goldstone - due ghosts (PG(k,p+k) ). Lo
gschema di approssimazione & gid stato illustrato a pag.45 del cap.
III. Il calcolo viene effettuato all'ordine pill basso eccetto che
per i propagatori,che vengono presi nella loro forma libera ma con
le masse nonperturbative, e vengono trattati come oggetti di ordine
go. La consistenza dello schema richiede che le masse vadano a zero.
per g —> O.
‘ Le masse dei bosoni vettoriali in approssimazione polo si cal-
colano dalla fig. 13. La equazione per Axal(0) & data diagrammatica-
mente dalla fig. 16 ed & ottenuta dalla equazione della fig.l3 per
derivazione rispetto a K e ponendopoi k = O. La equazione per QJné(O),
come & scritta nella fig. 16 presenta due problemi : 1) come nel
caso abeliano, essa & afflitta da divergenze sovrapponentesi e non &
quindi bvviamente invariante per rinormalizzazione. Anche qul con
lunghi calcoli si pud mostrare che la equazione illustrata nella fig.

26,29
; 2) La equa-

16 & effettivamente invariante per rinormalizzazione
zione per Ao (p) coinvolge derivate dei fattori di forma. Anche
questa difficoltd pud venire aggirata in modo analogo al caso abe-
liano: & possibile porre 1l'espressione per A xa in una forma tale
che non coinvolgs pill derivate dei vertici di Goldstone

Nel calcolo successivo verranno inoltre ignorati i vertici
bosone di Goldstone - tre bosoni vettori e i vertici nudi a quattro
bosoni vettori in quanto sono di ordine superiore nelle costanti 4i
accoppiamento.

Dalle equazioni integrali per le funzioni di vertice (v. Appen-
dice B) si deduce il seguente sistema di equazioni integrali per 1
fattori di forma { P} , ottenuto uguagliando i termini singolari

perl&2-a o nelle equazioni di Dyson complete :



i

coppiate & dato da :

Voc[.m, CP —k+P)

,Avfs

(zm"

..92._

V\/O([S‘o’& CP) KEPa 9

vidi
+ - dd AVl
.
Avi | + AP v | A7 AVI
e b,
g8% eieg,
i | 4P avi |+ Y
Ceo
fig.I7 Il sistema di equazioni integrali accoppiate per 1
tre fattori di forma P, , P, e I .
Esplicitamente questo insieme di equazioni integrali omogenee ac-
(30a)
kP DF«K' P Dma' (97%J vaa' () 9=k)

_ <
KVGCC{RYJ <P)P~K1q’qfk> Gthr (C]) G‘p&g' Cﬁ"%} P&Kldl (@/»Q“K)

- K"

VE e ([3)}3 K,9:9

-&) Sk (9D 'P,:(c).,q—m) Se (9-k)

Roup (PrPK)= (300)
SRl T Kavims (Pr5 11974) DL () DI, 4 "”vu-@"”“"‘)
~ Wecwpis (PrP=%,9197 %) Cpvet (§) Geast (974 By g (19-K)
= Ugpy (PrP-k,919-%) Sp ) F(9/9-K) Sk (5-x)
P (p,p-x)= (30c)
JEA5 KD pes (PP Ky q0q-K)DE () DI (urg) P (i)

— Kroys (prp-k, 9> 9-%) Grys (4) GFs'g(Ma}lH.d,@M

- p<FF

L'obiettivo & ora di trovare soluzioni alle eq.

(30a)-(30c) per

k — O nel limite di accoppiamento debole e per p2 grande

2 2
(" »als

K. .
d

2 . . ..
m°) (m & all'ordine di una massa fermionica).

I nuclei

(i,j = V, F, G) all'ordine pil basso (approssimazione a scala)

")

(Pyp-k,9,9-%) SF(a) Pr(g.a-4) Sr(x+9)
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sono elencati nella Appendice C. Siccome i nuclel considerati (a
parte una eccezione,v. avanti) non sono di Fredholm, le soluzioni
esisteranno per un certo campo di variabilitd delle costanti di
accoppiamento e dipenderanno esplicitamente dalle stesse. A questo
punto & necessario fare alcune osservazioni relative al problema della
rinormalizzazione.

Come & stato mostrato in e » , le equazioni (12) e (15) non
contengono divergenze ultraviolette nella teoria rinormalizzata
(definita in base alla procedura illustrata nel cap.Illl par. 7).

I controtermini usati sono naturalmente quelli della teoria simme—
trica. La assunzione di violazione della simmetria non da luogo a
infiniti controtermini asimmetrici. Inoltre le equazioni (30 a) (30 b)
(30 ¢) (equazioni per i vertici P) e la equazione espressa dalla fig.
(16) (equazione per Ay, (0) ) sono invarianti per rinormelizzazione,
come si vede con lunghi calcoli.

Mentre la procedura di rinormalizzazione porta a risultati fini-
+i nella teoria simmetrica, nella teoria dinamicamente rotta questa
circostanza non & automaticamente garantita. Qui resta da dimostrare
che i termini che rompono la simmetria non introducono nuove diver-—
genze. Quindi una teoria con rottura dinamica della simmetria € rinor
malizzabile se e solo se le equazioni integrali (30 a) (30 b) (30 ¢)
o 1la equazione (32) possiedono soluzioni finite non banali.

Conviene separare i vertici di Goldstone {P | secondo le loro

proprietd di simmetria negli indici di isospin :

- 4 ps 4 pA
Prag («) = 3 T {x.p} + 7 (ng,/s] (312)
_ 4 ps 4 pA
P(’“/‘ (0 2 e {et,p} Tz P Lec /2] (31b)
e nel caso del vertice fermionico
K A 2 B 2
PF ( x) —’;C‘ZPF (K)+PF («") » (31c)

e tenendo presente la relazione

' e (1) = (g#Y = WP k) Prop (5) .
Si ponga ora:



S |
Po tupy (90 = B Py 00 = 2R

— A ~ B
» 2z ot K3 2 = 3
P." o« Py (k) P, (w¥) = Ps (<)
Ruotando le variabili di integrazione nel piano euclideo, effettuan
do le integrazioni angolari ed introducendo la variabile adimensioc—
nale x = (1%5 ) si ottiene (nel gauge di Landau) il sistema di equa

zioni (linearizzate)

s ) N
Pocpr= ) [T O B ) R
J=° (32)

-*

I nucleil fij sono elencati nella appendice C.

Ricercando soluzioni asintotiche (ammesso che esistano) si pud por

re in prima approssimazione

{LJC%y—/;o—ggs@) “—"][L-‘j(x,oaosa) (33)

e i termini O (—ééL . —%ér) verranno utilizzati gqualora essi diano
contributi rilevanti in alcuni nuclei. _

Distinguiamo ora due casi : teoria di Yang Mills pura e (piu
avanti) la teoria con 1l'inclusione dei fermioni.

Dai nuclei si ottiene che in una teoria di Yang Mills pura
1 'unica soluzione consistente con le assunzioni &€ che Pé = Pi =0
asintoticamente. Questo avviene perché le equazioni integrali con-
tenenti P. non sono asintoticamente dominate. Tuttavia generazione

T - . . A oPf
della massa & possibile se sl considera F{r (p) = 5 ) o
k~P K-P:'—‘-

che & non nullo. Questo & dovuto al fatto
che parti singolari del vertice di Goldstone possono venire determina
te fino a parti lineari nel momento del bosone scalare legato (si

veda lo sviluppo a pag. 3% ) :

A
3 ;\oéc' (Kz) 'k"'z PT‘ («, P> Poé’o
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AT
g;{xs‘ (o) L [PT (KzzO,LC'P':o,Pz)-i-kP——— P.kzo up,P)} ‘l

Kpao

ed & quindi consistente che PT = 0 e che tuttavia

QPT, | (34)

E)xyo ‘<V>=“?& 0}

asintoticamente. Si noti che un vertice lineare in k.p deve essere
antisimmetrico in <y [3 (se & simmetrico in pt, ¥ ) per simmetria
di Bose.

In effetti la equazione di Bethe-Salpeter a cul soddisfa le[«u{](ﬁ)
8 data da (la si ottiene sviluppando anche K in potenze di k.p ed
uguagliando i contributi in (k.p)1 dopo avere inserito k nella egq.

(30 a) )

3Py (B) =  (Capn Coe )1 T L+ 2 - 200D
+(3+ E = o) o= )] Pr gy (52 )+ [(4-15) 6= +

- o
+(5-g=)* b~ "7] g1 XP)UP’[(%_Z%)‘%”*')—(Z‘%)9(’"7’8

: 2
. )(_p
PG’ ['8)8]( m= (35)
Per risolvere guesta equazione & necessaria la conoscenza ai PG e

!
Fo
semplice equazione (all'ordine zero in k.p)

. I1 vertice ghost-bosone di Goldstone tuttavia soddisfa alla

2

D : 2 9" 3 -
Fe e i1 (5t) = 26775 Comn mfdup 0Ce-n+x 800l F ()

(36)

la cui soluzione si trova facilmente convertendola nella eguazione

differenziale :

d ( 3 ,CL B_l‘i_f_’}__(_t_’)) — 29° 3 D (LJ)

- = C L Coue P
dy dy Y 1ot g xax -a¥d elun]
che ammette la soluzione :

%

PG Lo, 2] < m? ) ° [e, 5] (F;fﬁ>

dove A & determinato dagli autovalori della equazione :



3 (’X ) d ¥
e si ha (scegliando 1'autovalore pil piccolo)
> Py : 2 2 '
C"‘f‘ﬂf /Gfocrs]w <7n—l> = Aua (T»?Zz 37

A= A-2g:2 C;(6)

ove & San C,(6) =t Cuvs Cpxs . I1 fatto che A~1 non
presenta dlfflcolta in quanto PG[& 1 (p) & sempre moltiplicato
‘per un fattore ——g- nelle equazioni integrali. Dal corrispettivo

(1ineare in k.p) della equazione (36) si ha :

- C (G)
2 8 16r1
- 1 £ ‘
C«/sx G xJa( ) = — 75 A« mz) (38)
e dalla equazione (35) infine :
3 91 C ( )
! 2 -39 I
P y_ 2 | P g lemr 72
C“/“’ P'rm,mv (Tn"z =3 o Aea (;;z (39)

A questo punto le (37), (38) e (39) possono venire inserite
nella equazione della fig. 16 per ottenere una espressione per
Awxal©) |bosoni. Con la convenzione sulla circolazione dei momenti
jllustrata dalla figura 16 si ha (notare che vertici simmetrici in

(3 , ¥ mnon danno contributo in questa approssimazione):

v d% 3/2 P*PYCupns ‘ P
/A- ——
ﬁ Rda (02 basam { J(ZU)L‘ (P /""/‘.)/b"\"ff)(P /"‘B’b"""li} 'f“x:]“('m")
— “P ZPPPV L pz st ap P“AP Cunx
3 (Zn')‘-! (Pl)’& Pgrﬂ'xja T ﬂf@n-)u (P ) GLﬂxJDp( )
(40)

Ogni termine della (40) & separatamente divergente per n —U, Le
divergenze tuttavia si cancellano a vicenda fornendo una espressio

ne finita per Aoa (0) che perd richiede la conoscenza di termini
2

PZ
zione (si veda la posizione fatta nella (33) ).

di ordine superiore in , trascurati nella precedente approssima

Quindi a differenza del caso abeliano (con rottura dinamica della

simmetria di tipo A), qui importanti contributi finiti alla massa
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bosonica provengono da parti non preponderanti nella regione asin
totica dei vertici di Goldstone. E' tuttavia importante ribadire
1a circostanza che le masse dei mesoni vettoriali sono finite e,
in via di principio, calcolabili.

La inclusione dei fermioni allarga il sistema di equazioni
integrali, e si richiede quindi or%}trovare soluzioni asintotiche
consistenti per PV, PG e PF' Dalla equazione (30 a) o (32) si ha
ora che PT a/a(P ) pud non essere agintoticamente nullo per la
presenza della interazione fermionica. Nella regione ultravioletta

guindi PT ./ (p2) pud venire calcolato approssimativamente da :
>

2 2 @ 2 —— '
Pra (B) = L [ 0T (t Ra B M) = Ta (L] bt WM, Pue 221

lem* =
N . . .. (L1)
dove M & la matrice di massa fermionlca. .

(I vertici PT(pg) stesso e PG(pQ), presenti nella (30 a), fornisco

no importanti contributi, per la natura dei rispettivi nuclei, solo
nel dominio infrarosso (piccoli p2) ai PT(p2) ). Tuttavia questo

vertice non da contributo alla massa bosonica pervsimmetria.

Utilizzando la decomposizione (31 ¢) per il vertice fermioni-

bosone di Goldstone PF(k) e separando nella equazione integrale (30 ¢)
i contributi proporzionali a ¥ 1 nello spazio degli spi- ‘
nori, si ottiene secondo la notazione della (32) fhh = th =0 e

P2 (%)
F

vece da (fBM = 0)

~

= 0. La equazione per Fp (p©) & data in-

e s 2
quindi Pha(p )

2

B8 : EX] “ el o0 4% yo B p?
PP (£ = 28 [ 9 [o0en+xoa-af (3027 Fra(xmi)te)
(L2)
che & analoga alla equazione integrale (cap.III, eq.26 ) nel caso
abeliano. - "
Le soluzioni della (L42) vanno esaminate per ogni gruppo ai

Lie separatamente.

1) Bosoni di gauge vettoriall appartenenti ad un gruppo di

Lie semplice.

La (42) diviene
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B , p? 39, ( “pB o g,
R

(L43a)

Convertendo la (42 a) in una equazione differenziale si ottiene
la soluzione : :
Pf (E-z = N ’(ﬁz)_n 0LAL (43b)
(2 mz o mt

dove ;\=3Afj?\'«//67rzeAédato dga t*Nata = ANa A0
Per fermioni nella rappresentazione fondamentale di SU(n) o O(n)

si ha A<O (SU(n) : A = - %—; O{n) : A = - %—) e quindi in questo
caso non si ha soluzione asintotica consistente nel limite di ac-

coppiamento debole. Nella rappresentazione aggiunta si ha A>0 e

la soluzione (43 b) & possibile.

2) Bosoni vettoriali non-abeliani e un bosone vettore abeliano.

In questo caso si ha :

2 0 - o B 2 2 8 2
Pfo,( —g; = 3 —0-{-2—':[(9(2—1)-&—%9(4-%)](‘35{3 E_.&(%,%)f«" 94 PFQC’C,%J)

Tlemrd, %
(4ka)
che ammette la soluzione :
2 A
—DB ZY— r —
P, (Z>=Na (o (kv)

con A :%z(/qﬁ%’ - azﬂ) con le condizioni 7 Na fa = A Na ,
A>o , eAaf—@"’A->o '

3) SU(n) ® SU(m) chirale

£% in questo caso & dato da :

1% =t [avas] @ &), [1-5°]

V-t A4

e si ha quindi
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i

5ot ¥ PR (Eiye, = t2 - ] P (BN (155 ] Evnpe,

+ tor [1+¥] P,:i(r’—:—i)[fi ~ Tt am,

= 0 (45)

e le soluzioni per ?DA?Q,C {%; ) non sono quindi dominate dal
comportamento asintotico. Questo 8 dovuto alla natura non compatta
dei nuclei integrali in teorie chirali, come gid visto nel caso
abeliano nel caso di gruppi chirali che conservano la parita.
Giunti a questo punto si pud calcolare il contributo fer-
mionico alle masse dei bosoni vettoriali. Nel caso di un gruppo

semplice (caso 1) si ha (assumendo A>0) :

2 2=~ (36% [1eT2) A
RECED =N (B 6
e quindi (si veda la figura 16) : -
;% (o ) = 32-
xa fermioni Ky
k=o
g—»o
che scritta esplicitamente € : (2=@ azv JI6T2)A )
D gl [dYP T, Lty
\ Xoca (O>.F€rmfoni = 4 ﬁ v f(er)“ [ [{: N M](’—r?‘)z (—y‘:—z)
=— L [t MN.] (47)

Si pud a questo punto concludere che sono state derivate so-
luzioni che rompono dinamicamente la simmetria della Lagrangiana
(1) e sono contemporaneamente consistenti con le identita di Ward
della teoria, le equazioni di Bethe-Salpeter e le equazioni di

Dyson. Nel limite di accoppiamento debole si ottengono soluzioni ac-
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cettabili, a patto che le matrici della rappresentazione spinoriale
soddisfino a certi vincoli algebrici. Resta ancora aperto qui, come
nel caso abeiiano, il problema dells indipendenza del gauge delle
soluzioni ottenute. Inoltre non & stato calcolato il contributo

alla massa del mesone vettore dovuto alla autointerazione del cam
po vettoriale di Yang-Mills. Infine resta aperto il problema del
calcolo dei contributi di ordine superiore nella costante di accop-
piamento. Si tratta in questo caso di sviluppare uno schema perturba
tivo analogo alla approssimazione "a piattaforma" suggerita da

24 . . .
Cornwall e Norton (si veda la discussione a pag.h8 del cap.III).

4) Rottura dinamica della simmetria di tipo B

Nel contesto dei modelli non abeliani descritti dalla Lagran-—
giana (1) & stata anche studiata la possibilitd di una rottura di-
namica della simmetria di tipo B, dove, come illustrato nel para-
grafo 8 del III® capitolo, la generazione della massa avviene nella
regione di piccoli momenti ( pru m?, [42 ). 8i & visto nel pa-
ragrafo precedente come giad nells teoria con generazione ultravio-
letta della massa le regioni infrarosse nel dominio di integrazione
delle equazioni integfali per Pg e Pé rivendichino la propria im-—
portanza. E' stato infatti necessario porre P§A= P% = 0 asintotica
mente per ottenere consistenza con le ipotesl fatte nello schema
di approssimazione. ‘. A

Si pud in effetti dimostrare che, sotto opportune ipotesi, una -
rottura dinamica della simmetria di tipo B risulta consistente in
teorie di Yang-Mills senza fermioni, e probabilmente anche in pre-

. .29 . . .
senza degll stessi . La assunzione cruciale che si deve ante-

porre per ottenere una teoria di tipo B € che 1) non vi sia accop-—

piamento ghost-ghost-bosone di Goldstone e guindi nessun contributo

del ghost in qjlxﬁ(o); 2) che non vi siano correzioni radiative

al propagatore del ghost, che & una ipotesi consistente con la pri-
ma. Senza queste due assunzioni, che non impediscono la derivazione
di una teoria consistente, non appare possibile una rottura dinami-
ca della simmetria originata nell'infrarosso. Accettate queste ipo-

tesi, si ha che i fattori di forma Pi(pg) (usando la notazione del
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paragrafo precedente) soddisfano ad una equazione del tipo (in ap—

prossimazione a scala) :

Ppty = [d% Wy (P P RGG D P (Y )

con (i momenti si intendono euclidei) :
— 2 2 . ' 2 i
e ([dp dp! Ky CPU PR BPR) GOPU 6P <0 (1)

cio€ con un nucleo Kij di Fredholm. La presenza di un nucleo limi-
tato nella equazione (48 ) di luogo ad una condizione agli autovalori
sulla costante di accoppiamento rinormalizzata, come gia illustrato
nel cap.III. Questa situazione sembra persistere anche quando si
considera la teoria completa (cio€ non in approssimazione a scala).
In ogni caso si ottengono vertici P(pz)’“ %; o piu per p%» mg, pg.
In caso di rottura dinamica della simmetria di tipo B appare
anche la possibilitd di generazione di masse in Lagrangiane chira-
1i, dove ogni campo vettoriale si accoppia a fermioni di chiralitd
definita. Come visto nel precedente'paragfafo, una comunicazione
asintotica tra spinori destrorsi e sinistrorsi non & possibile in
teorie di gauge non abeliane, come per altro era da attendersi dopo
la discussione nel paragrafo 8 del capitolo IIi. Tuttavia nella re-
gione di piccoli momeﬁti 3 possibile anche qui il meccanismo di

"pootsrap" per la generazione della massa fermionica.

5) Interazioni deboli ed elettromagnetiche senza campi scalari

Recentemente & stata avanzata 1l'ipotesi che si possa costruire
un modello per le interazioni deboli ed elettromagnetiche del tipo
di Weinberg-Salam, ma senza fare uso di campl scalari25 . Motivazio
ni estetiche portano a proporre un modello nel quale tutte le inte—
razioni derivano da un semplice principio unificante, la invarianza
di gauge locale. In questo paragrafo si presenteranno alcune conclu-

sioni riguardo a modelli atti a descrivere le interazioni deboli ed

elettromagnetiche in cui la rottura spontanea della simmetria, e
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quindi la generazione delle masse, avviene dinamicamente. Risulta
* opportuno a questo punto richiamare quelle che sono le caratteristi
che del modello di Weinberg-Salam per i leptoni e le informazioni
che questo modello fornisce sullo spettro delle masse relative alle
particelle fisichef I1 gruppo di gauge & SU(Q)LE U(1l) e la costante
di accoppiamento del tripletto dei campi di gauge ¢ chiamata g, gquel
la del singoletto g'. I mesoni scalari a massa zero formano un dop-
pietto e la loro Lagrangiana contiene un termine di massa con segno
negativo, che d&a luogo a una rottura spontanea della simmetria. Per
la presenza della simmetria nella Lagranglana & possibile fare acqui
sire un valore di aspettazione di vuoto non nullo ad uno solo deil due
campi, ed & possibile scegliere questo valore di aspettazione &i
vuoto, che verrd chiamato <¥> , reale.

Dopo la rottura spontanea della simmetria sono presenti un fo-
tone a massa zero con accoppiamento alla corrente elettromagnetica
dato da e2 = 2g'2

2 4+ gt2
g g
ficati con i bosoni vettoriali intermedi delle interazioni deboli)

due bosoni vettoriali W + carichi (identi-

con masse m?w+ =% g2 <q»2 e un bosone vettoriale neutro con massa
m2Z = %—(g2 +g'2) <<P>2. E' presente anche un campo scalare, che &
1'unico superstite del doppietto complesso originale e la cuil massa
non & determinata dalle altre masse presenti nella teoria. Infine
compare un elettrone massiccio, con massa mi =-% Gi <CP>2, dove Ge
indica la costante di accoppiamento tra scalari e fermioni, e un
neutrino che resta a massa zero. Il confronto con la costante di ac
coppiamento debole della teoria V-A di Feynman e Gell-Mann da per

la massa del W un valore elevato : mwct Za%%;; Gev con GW = arctg-il
e quindi me/mw> 10_5.

I1 primo risultato che si presenta nel modello di Weinberg-
Salam senza campi scalari, studiato con 1l'equazione di Bethe-
Salpeter in approssimazione a scala, & che il rapporto m/M ~1 (m:
massa leptonica, M massa mesonica). Infatti si assuma come prototi

po il modello descritto dalla Lagrangiana :
OZ)WSC)C) = bef‘(g/w '{"(:3, B/W)R

— . L. ‘: i Y

_Fl_.l.574(‘%v'l'k j% g'B,N'—'?; 3 T; %L“ )L_ ___%*;;:f?lf

(50)
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con simmetria SU(E)L @ U(l). Questo modello did luogo a rottura di
namica della simmetria di tipo A (B/& si accoppia sia agli elettro
ni L che R). Tutto a questo punto procede secondo le linee_trac~

ciate nelle precedenti discussioni generali : in presenza di massa

elettronica i bosoni vettoriali W;i' e Zp acquistano massa, men-
3

]
: -g B
tre i1y e A .._3_/‘1:._5‘1__&‘

= — restano a massa zero. In a rossima
M b/~2+_gz 5 9%

zione a scala la parte asimmetrica della 1nser21one dl autoenergia
fermlonlca 8 della forma Z:As(p = Am- —Bg) € —p » m2) con
2

£ = 3 /321T e A=1+0(g, g 2); non dipende quindi da
g, che caratterizza 1'intensitd di una interazione L - L che non
da luogo a generazione spontanea di massa. Il calcolo del tensore

. . . 2 .
di polarizzazione per q ~ 0O fornisce

e =

12

2

2 o 2
/A’Wf - 65]'1 g
. 2 12 m . . 2 12
Si ha che per g ~ g EEAJl e se invece si assume g » &  per

ottenere M3 m, si ha dalla relazione ? = ggglz/(g2 + gl2) )

Gw'w'ié', che & (in questa approssimazione) in contraddizione con
la osservazione sperimentale che da : Gw'v lO_‘lO §§~.

In conclusione il modello di Weinberg-Salem senza campl sca-
lari & poco realistico. M pud venire reso pill grande se si riesce a
rendere pid lenta la decrescita di 2:2(p2) (si veda la eq. (20)
del cap. III per M e la (47) del cap.IV per Axa (0) ). Questo ef-
fetto 1o si pud ottenere diminuendo la comunicazione L «»R a fa
vore di quella L «» L e R «> R. (Infatti un accoppiamento L «+ R
1ntens01ncent1vala generazione di massa fermionica mentre un ac-
coppiamento R «» R o L > L intenso non contribuisce alla medesima,
almeno in prima appr0551ma21one, come si & visto sopra ( € non
dipende da g), mentre contribuisce alla massa bosonlca come si vede
dalla espressione per f42 e f4ivi).

A questo scopo viene introdotta da Englert e Brout la coppia
di leptoni ( v, , M) = L' e il singoletto f= = R'. Tuttavia il
gruppo di simmetria da loro scelto non & piu SU(E)L ® U(1) bensl

un gruppo di struttura pill complicata (SU(2%$U®(J0q+w®L)ULmL Si
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assume ancora che la corrente elettromagnetica resti conservata

- Y - .o
con @ =Ty -3 Y =N 4N, 2 (NR + NR,). La parte di intersa
zione della Lagrangiana viene decomposta in una parte senza comu-
nicazione L «»R e in una parte con accoppiamento L <— R il cul

peso & caratterizzato da un parametro E

P> = Biwra. R + RN IR T LN Lr List ol

I1<u>=%[Ewm—rl‘m-ﬂl Al
wvig [fyrL +R Y7 R ] X,
wvid [LIvr L+ R ¥R ]Y
A o . J
12 o | —1 1o — '
Loty =Eg P{[ T + R ¥R - Ly L-R (" R]X

t[Denl +RorR Lol ~ReR Y,

Generazione spontanea della massa & possibile anche per § - 0. Il
1
fotone AF = [ g Ag'— %? (X + ‘(")] 2 + glg) ¢ resta a massa

zero e sono presenti due mesoni massicel Z"b e Z'f Ripetendo le
3

assunzioni e i ragionamenti fattl precedentemente, per §~'10

e g/g'A/ 1 e prendendo per m,/ m, il valore sperimentale, si

ha che G _~ 192 e per le masse mesoniche lO:ifﬂg 100 Gev.
wom .
Si pud infine osservare che la Lagrangiana (2) & invariante
per SU(l)LJ,R@Y@Y—' R = (MR s~ Vu) e L = IWL ) che & un sotto-
prodotto di SU(3) ] SU(3)~ ove il tripletto sinistrorso (f4L Ve @L)
appartiene alla rappresentaz1one (3) e (€g Y /iR alla (3)
Il parametro Z potrebbe essere legato,nella visione degli autori,

alla violazione di C P.
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APPENDICE A

Derivazione delle identitd di Ward-Takahashi

Le identitd di Ward vengono derivate usando il metodo dell'in
tegrale funzionale di Fadeev-Popov (Per una discussione piu appro-
fondita e per maggiori dettagli si veda l'articolo di Lee e Zinn-
Justin ! , 1'articolo di rassegna di Abers e Lee ¥ e l'appen
dice al lavoro di Eichten e Feinberg 2 }. 8i definisce quindi il
funzionale generatore Z [3;)’W,ﬁ'] delle funzioni di Green connes

se (in gauge covarianti)
203577 ] o
o FLIF [[ane] orapt[av][d ] eep { ¢ [de e

- LAy gt + ¥y +ILAL] Y
dove [d/{;] s [d 1{/] e [d {F] sono le metriche funzionali per

il campo vettoriale e i campl fermionici rispettivamente. Per

esempio :

[dAs] =TI dAL0o

0{/)/,()%
dove a & un indice di simmetria interna. $£ (%) & la Lagrangiana

per i campi di Yang-Mills :

Eer) =~ 2 Fo Pl =i F ur v [2% ¢b]=cC*s ¢

F2 = 0uA% =048 +gCoArAl Da=0e + g8 An (2

che & invariante per le trasformazioni infinitesime :

SY = —igt® 8,00 SAL = q C. A% 8c(x>+%ia"z9a(n> (A3)

Lo Jacopiano A [A% ] & essenzialmente il determinante dell'ope
ratore oy DM  ove D* & la derivata covariante e pud

venire espresso come

ALAS]) = exp [To bu (4 —q & T,07A4,)] (ah)
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b .. .
dove {T } sono le matrici della rappresentazione regolare del

gruppo di simmetria locale : (Tb)ac =:C sono le sue co-

e C
o 4 abe abe
stanti di struttura; >t & l'operatore (integrale) inverso relati
vo al d'Alambertiano. Si ha che A[A;"] pud venire espresso in
termini di campi scalari classici con statistica fermionica (cam-

pi di "ghost")

ATALT = [[de][det] exp (¢ [d* X [~ Oy 8up* G Caon 345 ] Can
(5)

(La derivata Q,W al secondo membro si intende applicata anche a
Cp(n) ). Interpretando 1l'esponente come azione relativa ai campi
di ghost si ricavano le regole di Feyman per i ghosts illustrate
nella figura 1, assieme a quelle che si inferiscono per gli altri
campi della forma della Lagrangiana & (») . Le funzioni di Green
connesse per 11 campo A ;: (x) si ottengono per esempio come deri-

vate funzionali ai Z [ 3,7 ,7 ]

: S Z[:ﬂ”]:'ﬁ] ZL_L)‘"’<QITA:(71,)A:(‘3).~-!0>C
STeVSTtp| o 92 ., (46)

. . n = n =0
La invarianza della Lagrangiana ongO per trasformazioni di gauge

locali 33 luogo ad una gerarchia di identitd tra le funzioni di Green
della teoria. Questo insieme di equazioni pud venire espresso tra-
mite una unica equazione soddisfatta dal funzionale generatore

z[{3 57, A ]. La (Al) si pud innanzitutto riscrivere come :

203,091 —
= ale Sl w377 6D

wli,7,%]=¢ 5T

con W, [ J,m7,7%7] dato da :

W, [,7,7] = [[4A41[d¥I[d ] exp fe[d [0

—52 (2,45 + 7% +Foy +3;A’;]} (18)

Per la invarianza della Lagrangiana £ (») e della metrica [d A?A]

sotto le trasformazioni di gauge (2), si ha che,effettuando una
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trasformazione infinitesima di questo tipo sulle variabili di in-
tegrazione nella (A6),solo i termini di sorgente e il termine
gauge-fixing verranno modificati. In seguito ad un cambiamento di
variabili il valore dell'integrale funzionale non viene modificato
e si deve quindi avere SWo =0 per un dWa che caratterizza la
trasformazione infinitesima. Ponendo i termini lineari in Swa (9
uguall a zero si ha :

— o § 04 O O ) b s
[q(qe~ -t x).g—)+3,~(ém9"—acmbc‘3—3;>

+ £ 6], ( a#a—v—,, )] w (89)

dove :
- . 5 ’
[67].0 = (-0, b 93" Cans 35 406

8 1'inverso del propagatore del ghost "in un campo esterno J& "

Gaew (%54, A;,) & legato alla derivata covariante (nella rappre-

sentazione regolare) dalla relazione :

8'2 Da [‘A,&]“g Gbc (”1'ji A,ov) = dac 5'.'(’("(]) (A10)

e il propagatore vestito del ghost & dato da :

‘ -1 - : J§_ -
G G = = { WS LA G Oy M)w.atzr.w]}w”_?_=
Agendo sulla (AT) con ‘fd4ﬂ A [dg%] GL¢ ;%] dopo alcune
manipolazioni si ottiene la seguente identitd (di Slavnov)
S W s & 0 w
d% [Fen t® _-—-»Z()(xf ) = ]G oS
e dE 3f [,7:7 ! 53
c v b
+ ‘(dﬂ'j :Iy(tj)[—aﬂ 5(_. —¢3Ccd 5_3 ()]G— (x,tg,c_)(ﬁl) 0

Risulta pill utile tuttavia considerare la equazione per il funzio-
nale generatore [’ (Q,$,P) delle funzioni di vertice proprie.
Quest'ultimo pud venire ottenuto da 2 (3.7 ,’7:] tramite una

trasformazione di Legendre. Si definisce :
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&,“ = — ¢ SZ :«4'_5_.2_ -—=__<SZ
+ §Th ¢ §7 + “Sa

rres ¢, 8] = Z03,0,7]-ifd=[Tal+ad+97]

I

rles.e 8] =0 =z [y [2600]" e

Questa ultima posizione ha lo scopo di semplificare le equazioni
che si ottengono in seguito. Le funzioni di vertice proprie in

. . .. . (n . .
presenza di campil classicl esterni [ 1 denotati genericamente

con ¥ , sono date da :

.. (¢p) = (A13)
2 S 50,84, ...

/—vcn) Sl
d

Se U; & il valore di aspettazione di vuoto di ¥ : $7r3.1/817: ,'3=o
= v, , allora le funzioni di vertice proprie a n puntl sono :
' "
— () — § " I're+]
Cik... . .
J Sb: 8% &Y. .
(i,j,... indicano ogni indice che 9%,14',... possono portare, incluse

le variabili spazio—temporali). Si possono definire alcuni vertici
propri usando il funzionale Gaw (7,45 éiz,),(Tenendo presente che
gli inversi dei propagatori sono le funzioni di vertice a due punti,

anche in presenza di campi classici esterni; in notazione generica :
2 i .

S*rrel §*Z[73]

59”‘ CSL{)J- S‘JJCXJ“

Questa osservazione & contingente in quanto (gqé)(éii)é effettiva

= egéﬁc

mente il propagatore del ghost in un campo classico G esterno,
con "sorgenti esterne per il campo del ghost" poste uguali a zero.)

I1 vertice proprio ghost-ghost-vettore & dato quindi da :

v
,u,ts ) = — ———
ob,¥ Gogats G c?ajw(z)

6’:&1& C%;g;a,;d),c?s)
(ALL)
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e 11 vertice ghost-ghost-fermione-fermione H _ = da :
?
H (1 z2,v) = 6 G Qd,P
el mn O w) o, ey ; G P)
s m n (A15)
Usando le relazioni z= = ) S .34 & 5 _3¢9 8
81 S§31 ¢& ’ 3f &§x & &7 cgq? Y

si ottiene dopo alcune manipolazioni :

e

6‘r:o CS'I"'] o 0 T Om J db ligd
ﬁ 43(%)'{3 P ta P - [:c ? Jaé’_{-cgcw 4 ) SeHk

SEoy d S don)

J&, C%) Sre
4 = i gy gl —————

Sd?n(a e
Ccd!:' dﬂ

”"Lﬁjd%@“ﬂ'c{aﬁﬁ% Hagm,f“ﬁ%“) Gy C‘ﬁ'z}‘) [i o

833 (4) JBLY
— N quru(%) ch'o
. 4 [ g & . ' ?S 5& (‘2’)
+ Lg fd ﬂd (3 d z [be(ﬂlw)—)—ﬁhccnﬂ?)<54} (M') bl 6’75 CLJ)
_ 6;1-1 5/ _é:’zd/o Ja,.«.(%)
Scpq(.é‘) ' 8’7 (‘a)
-+ ':ﬂ fdafv Cx"’ﬂ’cﬁ?} Q/&&J G’bb'c‘dtg') Habmn (“;g'lizw)
. o ry 0
5‘/1 l fis Jibm({‘:) —.,.,(""7-—" CSF O“LSQKO Sd)()d)( )
SR Ly) T 8Fc(yn SR ACY &5 ¢y

0
%—(—ﬁ)tfj ‘Y‘f‘jg.)#www—fg%,)x ¢ x";j‘;zif @]=0 )
La equazione (Al6) rappresenta la equazione generatrice delle

identitd di Ward-Takahashi per i vertici propri. Effettuando le

derivate funzionali rispetto alle variabili appropriate della equazione
(A16) e ponendo i campi esterni uguali a zero si hanno le identita

di Ward associate alla invarianza di gauge della Lagrangiana.

Derivando la eq. (Al6) rispetto a (', si vede che si ottiene :

'SZ“MV D¥E, (k) = 8°° (A1)

e quindi il propagatore vettoriale vestito pud venire scritto

nells forma :
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Kr K> ryu”
-D//;Vb (VL) = (D‘)/AV_ ne )_Doua(«“}) + &« kxf CSopb

Derivando la eq. (A16) due volte rispetto ad & si ottiene
la equazione (10). Si ha inoltre U’C‘*'P)/,, K, /DG—T/AVO—(k/P)“k‘ﬁ)Io
Derivando la equazione (Al6) rispetto a P e &5 si ottie

ne infine la equazione (13).
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APPENDICE B

Derivazione delle equazioni di Dyson

Le equazioni di Dyson usate nella discussione della rottura
dinamica della simmetria di gauge in modelli non abeliani possono
venire derivate dalle equazioni del moto funzionali (di Schwinger)
per i campi Y, AL e c%  in presenza di sorgenti classiche

esternef?', :]; e S, . Queste equazioni sono date da w=w[3,m,

e *e . . . . .
m 5,95, S ] ; per maggiori dettagll sul metodo si rimanda a lurid

[éh”‘(@,ﬂraf m](~ = )W = 70O W ' (B1)

SJ()

[yvD- oo (i

_ J
2 n)) W Lay(Caéc :’b( 0 JC(u)> w

—§— "t .__5_

- v d
‘ g’éoym §qen) 2

5= |0 ——— — +
6Zlb<n)[ SINED, 53509

+¢9

g ) Iy
¢ Coe W (B2)
. S0 5T (”)] M (2 555&))65 oo A ?
_ . o 5 e W
D ( (S S*(“) ) W Cg Cé‘\bc ( ]"(}1? g 3‘0( O > \/\/ go\( ) (33)

Le funzioni di Green connesse a due punti in presenza di una cor-

rénte 'j (n) esterna sono definite da :

2
Sg (o, 9 s Jd) = - __é; £ ’
.647 (7057(:]) 2 g= §=0
DI (x,9;7) = 62 \
Foab g ) SU (n)&j (137 - =g=s*=0
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2
GFAL, (”"j)j) = *(SZ
55»(?‘)635('{[) "7'—‘—”7=S=S*=0

Le equazioni di Dyson per queste funzioni seguono dalle (B1)-(B3)

& S .
— alla (Bl), (B2)
S I ’ §S

applicando

e (B3) rispettivamente e ponendo poi =% = S = ¥ =0. Lain-
serzione di autoenergia propria fermionica 23(3)é definita dalla

equazione simbolica :

Sp (1) = Soe + [ Soe - Z2(T) - S (3) (B

e la inserzione di autoenergia propria per il ghost Z:G(])é data

da :

(1) = Go T G L. (0 G (1) (@)

Si introduce inoltre il tensore di polarizzazione proprio per i
bosoni di gauge 'Tfﬁij (% »Y s J ), che & definito dalla eguazione

simbolica :

D, (1) = Dee + [[ Do = T DT 6)

Le integrazioni si intendono sulle coordinate interne e . indica 11
prodotto tra matrici.
Tenendo presente inoltre che vale (ij : indici spazio-temporali

e interni) :

5. () }

i

[ 7 (il { glr’[qb,&;,aJJ
p=F

870 S70 yogee | S0 5

= §7' (@)

F 9!

si ottiene l‘'identita :

S5t L B L R 0
= a ! 15y '

a S8 % (&)
5&,~ (%) ” (87)

0
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e inoltre, con ragionamenti analoghi :

S 00, 958)
§&°, (z)

= T,:ZOOC%.@:Z‘;&) (B8)

S/’Tfl: C%/‘ﬂ)a) _ pye
S () “ue

(v,9:%; Q) (89)

Infine si pone dapertutto & =o.

Con queste posizioni si ottiene il sistemé di equazioni integrali
accoppiate illustrato dalle figure (3) (k) e (5). I calcoli espli-
citi si trovano in parte nella Appendice (B) del lavoro di Eichten

26
e Feinberg .
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APPENDICE C

Elenco dei principali nuclei di Bethe-Salpeter all'ordine pild

basso e dei nuclei ridotti fij.

I nuclei usati nel paragrafo 2) sono :

K/‘“'G'S

VWV myd Q"lqurq}.‘p"j { Cdxzcdﬁ)[g/g(zp ‘])”"6’ (" "/3)
Y . (a- p)f(a~p>§ A @- P)qqlﬂ5
2y gep) T[98 — O e o S B

X [ ﬁvg(‘/"Q)E"f‘ggE'(ZP“?)v*f)rlyczl’_'ﬁ)g] -+ (P—»-p,oce;ﬂ,/:u—vv)

+ ';‘ﬂl [C.x/sz C&X} <ﬁ~“93v rvz)vf> + Ca(g) /sm(z} 3,‘«0'3»'3)
+ Covn Canx (97597 - g ") |
/’”" . v A 1 - .
Ko wans (P1P2919) == G [4 (Con Cann (p-)'q" Gy ) T2 P Pees Paper)
KG‘VCC[SKJCP’F)/}IQ> \VG'(ngﬁ (ﬁ 7 P1P>
i a2 ' ' st — (P"“)s(P—9}§ (p-mi(p- 7\¥
Keoapss (P1P1 94D =74 C"‘WCJﬂ*'PWk{[%%' (P-a>? ]@; g TOR (peg2” ‘(“},

Uit wpes (P1Py4ia) = (98 [¥72, Sr(q-P)¥" to + ¥ e Sp Gtp) 7t ]

gi@ (PiPy9,9) = Lfﬁfdr(ﬁ)‘7)P:P)

erxs (PP i) = Kgpgx (CT;C’[)F’;P) = 0

! mn! . , ! nha v o (P-0°(Pq) 1
Kee " " Cpipigiqy = L0 Crrmta) (8 {[aﬁ (P-a ]<<;>-m7—/41>,¢,5

(E-ﬁ)"'(ﬁ_:_ﬁ_)v
* % (r-9)4 &xﬂ}

f%? rappresenta 1'accoppiamento di un vertice al primo ordine
nel momento del bosone di Goldstone ad un vertice all'ordine zero
e fi% rappresenta l'accoppiamento di un vertice al primo ordine
con un vertice al primo ordine:

aﬂxg P
‘ -FIM 5 °3> //Mr q& a [Cms;\ 28a Cﬁﬁcaf"“][&(% 1)C Qo+ SO - 7>“;~
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+ B(1- n)(ﬂ+50>< 728 4 ]+ 0 (’A

. xRy S A
—F’ll ( )0) a) = fent 3 2 [Cog&x C')dﬂ + \__/5;/;& C?\&w][‘)(” l)

- X cx.[’_*r&‘

2 21 ()1',0)3')

zu”
42 +@('I )L7 J

oc/’X& 2t
\Cz'z, (A’D’i) ) = —/771_ 2 [Cocwxcz8/$ +C/:, ;\Cnéaa][ GOn-1) + 3%19(7—%)]

Y8 A
33 (%,0,2) ,mzdzcm) ngJ q[—— PCe—=1) 4+ B¢~ )c)]

qffi“( 2 17P29<]> 12719 {[ﬁ(" ’>(""+”) Blr- "/—] s ta, b} X

o0z v ] F (5t M b 5o 1™ + Mg M8 0K

+ e +o0en (4 )+ 00 F ]

A
":( ¥ {tatal X a8 + M p bl €M+ MEob i8] x"}

2’2
+O(p,.,, P,Z 7—/7‘;7—*::)

2 A
1[45( vl Pz) Dl)q?=]2-“—?.@2{[39{73"‘1)'{"37’9[’7"71)]..’.(%/5M6/0é XO+OC(’>/§>

*f‘[(*% +;%)9(>t~l)+3i@(4 zc?} ({f/s,'&}xaf?é’ +KOM{%&ZA’0‘}

Pl 4 FZ)

nA w 2 [ 3 nxl, (mm'
'}:SS h('xl %?)% JOA) = I@n‘ﬁ {[9(’"'17 TH &("l"‘)][(-&’OZLoCXO) (L‘/s) J"ﬂj}
MZ M’(
+0( % %)

2
"‘[:4 (717):,—27,; z 4/52 st[(z o i )9(}{ I)+(31~“>c~‘——x)x§’(4 n)]
z

]f:: (2) = liﬂlé Copn CRJA [( ;4_‘ Lm) Ber-1y+ (4 -—>z);¢z(9(4 ;c)]

4 g’
13 (n):—l;r—léc"‘f“* CV&«\[(::— an)g(%-/)——chq—“}Bﬁ %7])(/3

f
fo 0= lf;‘ 7 st Crdy [’A“ H Gc-1) + fi @(4—)0]
f

g° | b
- () =7 /_6;7‘{ £ CQ/SKCI(S)\ [( m—;)Q(w-i)v % 9(4—n7:{ by
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CAPITOLO V

METODI VARIAZIONALI PER LO STUDIO DEGLI ASPETITI NON LINEARI
DELLE TEORIE DINAMICAMENTE ROTTE

1) Introduzione dell'azione efficace per operatori composti e

principio variazionale.

. . 49,52
Recentemente alcunl autori

si sono rivolti al pro-
blems se la soluzione che rompe dinamicamente la simmetria del-
la Lagrangiana sia energeticamente favorita rispetto alla solu-
zione simmetrica. Nelle teorie con cutoff come la teoria BCS e

il modello di Nambu questa circostanza si verifica effettivamen
te. Questo capitolo & dedicato allo studio con metodi variazio-
nali del problema corrispondente in teorie con simmetria di gauge
locale apparentemente rinormalizzabili, cioé senza cutoff.

Per semplicitd le considerazioni successive verranno limi-
tate al caso abeliano, ma non esistono ostacoli che ne impedisca
no una generalizzazione a situazioni pil complicate.

gi introdurranno innanzitutto una azione efficace ed un po-—
tenziale efficace per operatori composti 2 Questa necessita
S gettata dalla circostanza che in teorie con rottura dinamica
della simmetria acquista valore di aspettazione di vuoto non
nullo un operatore di campo composto del tipo ¢[L<¢ e non il
campo ¢ stesso (la trasformata di Fourler di Lo| Tpualy Pugyio?
> sostanzialmente (a meno di fattori numerici) la quantita A(3)
dei cap. III e IV ed & non nulla in caso di rottura dinamica
della simmetria).

La espressione per il potenziale efficace verra derivata in
uno schema di approssimazione di tipo Hartree-Fock che include la
somme di infiniti diagrammi e che tiene conto di alcune strutture

pon. lineari della teoria, che vanno perdute nella approssimazione
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classica ad albero. Con questa scelta le egquazioni del moto per
le funzioni ad n punti, che si ricavano dalla richiesta di sta-
zionarietd della azione efficace sotto variazioni arbitrarie dei
suoi argomenti funzionali, sono identiche a quelle ricavate dalle
equazioni di Schwinger-Dyson e Bethe-Salpeter in approssimazione
a scala (v. cap.III). Le soluzioni delle corrispondenti equazioni
linearizzate contengono, come & noto dai cap. III e IV, del para
metri arbitrari. Questi possono venire determinati usando un metodo
variazionale del tipo Rayleigh-Ritz, inserendo cio€ le soluzioni
delle equazioni linearizzate nella espressione del potenziale ef-
ficace e imponendo la stazionarietd rispetto alle variazioni dei
parametri liberi. Come risultato si ottengono vineoli algebrici
su questi parametri. :

In teorie di Higgs usuali si pud definire la ampiezza di per-
sistenza del vuoto (o funzionale generatore delle funzioni di Green),

W[3J] in presenza di una sorgente classica J(x):

; Z[31 ; ;

wilil = ¢ Lo 10,

= J[dé&] e,cp{i‘(c”x [of(%) + 36%75}_5(%)]} (1)

dove si & considerato per semplicitd il caso di un singolo campo
scalare ¢ . In generale $ rappresenterd un multipletto e, nel
caso di teorie di gauge, & () conterrd anche termini di gauge.
L'azione efficace & allora definita come trasformata di Legendre
ai - Wl31 = Z [3J] , il funzionale generatore delle

funzioni di Green connesse :

Me] = Z[U] — {d*e do0 T () (2)

§7037]

con ¢(%Q = $ T 00

campo classico in presenza di J{(x) 3

J(x) nella (2) si intende espresso in termini di ¢ (») . Si vede

dalla (2) che

soddisfa a :

M — t{(;c)
SO

e le derivate n-esime di [T ¢ rispetto a ¢ sono le funzioni

(3)
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di vertice proprie in presenza di una sorgente classica esterna.
§7Z

In particolare [(v) , con VvV =<5 13=0 valore di aspettazio
ne di vuoto del campo ¢ in assenza di sorgenti, come si vede
dalle definizioni precedenti, rappresenta la somma di tutti i gra
fici di vuoto connessi irriducibili per una particella i, (O ODout
in assenza di campi classici esterni.

Le soluzioni della teoria fisica in esame richiedono quindi,

essendo in questo caso assenti le sorgenti esterne

ST[4]
8 ¢

Questa equazione, una volta noto fﬁ[4i] fornisce una espressione

= 0 (k)

per il valore di aspettazione di vuoto del campo qudntistico. In
una teoria invariante per traslazioni spazio-temporali 4 , 11 cam
po classico in assenza di sorgenti esterne, che & identico al wvalo
re di aspettazione di vuoto dell'operatore di campo quantistico, &

un vettore costante U e si scrive :

[ e] = — V(v) §%o) (5)

inv. per
+2ase.

~

che definisce il potenziale efficace. Il v che minimizza V(Vv') &
ancora in gquesto caso determinato dalla (k). [7[¢] pud venire
sviluppato in potenze di i ed & noto che questo procedimento &
equivalente ad uno sviluppo in loops . Quest'ultimo lo si ot-
tiene usualmente valutando l'integrale funzionale che definisce
[7[¢] con il metodo della fase stazionaria traslando il campo
P ai $, , dove ¢ & il campo che soddisfa alle equazioni del
moto classiche (2). All'ordine ( % )4 si pud ricavare l'espres-—

. 51
sione :

FLe] = 1047 - <5 Taba ALRID + G I#] (O

dove T[] = f(ﬁ4x &L () 8 1'azione classica (con ghosts e

termini gauge-fixing in una teoria di gauge) o
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2
PO o) = AL
SPn) Sy
& un propagatore in presenza di un campo esterno e D (%‘j) =
ALo] (=, 47 & il propagatore libero. /—2' [¢®] & la somma
di tutti i grafici di vuoto irriducibili per una particella con
propagatori A [¢] e vertici dato dalla parte di interazione di
(P + $) . dove Cﬁ & il campo quantistico. La traccia,

il logaritmo e i prodotti sono da intendersi in senso funzionale.

I1 primo termine a destra nello sviluppo (6) da il contributo
classico (zero loops) e il secondo la 1% correzione quantistica
0(4 ) (un loop) all‘azione efficace.

Per trattare teorie con rottura dinamica della 'simmetria si
estende la definizione precedentemente data per F[(b:] introducen
do una azione generalizzata [ [¢,5] dove G & una funzione di
Green a due punti presa come variabile indipendente.

Nel seguito non si pretenderd di dare delle dimostrazioni ri
gorose delle affermazioni che verranno fatte (che peraltro sono re-
peribili nella letteratura), ma di fornire solo degli argomenti di
plausibilitd, per non oscurare il filo logico di questo nuovo approc
cio ad alcuni problemi di stabilitd delle soluzioni in teorie di
campo.

Come nel caso precedentemente illustrato si introduce anche qui
un funzionale Z [ 7 ,K ] che rappresenta 1'ampiezza di persistenza
del vuoto in presenza di sorgenti J (%) e K (ot ,g) (non-locale)

L

W [[31,k] = L #Z0LKT J[c@] ev,o{%‘_[r[@:}

+ Jd‘”x F o) T + %fdﬂfxc!a?j @cmlf((xj)@)(?) (7)

I ($) & L'azione classica con eventualmente parte di ghost e ter-—
mini gauge-fixing, e $d (x) pud rappresentare un multipletto di
campi scalari. La generalizzazione a campi fermionici € triviale.
Per K (% > Y ) = 0 si ritorna al caso precedentemente trattato. 81

definiscono 47 (x) e G(x,y) tramite le relazioni
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§ZL3, Kl

= qb(%)
dJon
SZ[I, K] _ 4
Sl B = AT ey deyr +K Gy (8
S K (> Z[ ’ U]

Si elimina J e K a favore di ¢ e G e si definisce l'azione ef-
ficace generalizzata [ [¢,G] come doppia trasformata di Legendre
aiz[ J,K 7] : '

e, 6] = Z[3,K] -—Jc!"’x JO) p ()

4 ' 3¢ ' ‘
— -,f-fd’%cc/ f Kt y) {qun)qb(jwﬁ&( 3)} (9)
Derivando questa espressione si ottiene 1'identitad :

S Le:6]
S b
M, 61 _% KOGy
SGOuy

Le soluzioni fisiche della teoria devono gquindi obbedire al prin-

I

— Ty — fd“g K(nry) deyd

(10)

cipio variazionale :

§rrs 61 _ Srte. 61 _ o (11)

5(;!)(7\) 66‘(’”/3§

Si pud osservare che la usuale azione efficace Mf$] & data da
/—7[4’; er per K = 0, ovvero da [[d,6,7] dove GO g la
soluzione della seconda delle (10) per K = O.

Anche in questo caso & possibile costruire uno sviluppo in

serie per [ '[¢, G ] . Esso & dato da :

Fle, 6] = I[[6] —£5Ta [tn 60"~ 6 ATl +4]+[[06]
dove I[¢] & 1l'azione classica, T[] = fdl%c o (%) :

A [<b] & un propagatore in un campo esterno e D & il propaga-

tore libero :

(12)
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2
AN LRl Gy = d I[¢] (13)
S p o) Sy

¢ D (2,4 = ¢ Alo] Gayd (1k)

/7 [#,6] &la somma di tutti i grafici di vuoto irriducibili
per due particelle con propagatori G e vertici dati dalla parte
di interazione di L ( & + ¢ ). La traccia e il logaritmo nella
(12) sono da intendersi in senso funzionale. I1 primo termine nel
lo sviluppo (12) rappresenta la approssimazione ad albero (classica =
zero loop) e il secondo la prima approssimazione quantistica (un loop).
1a derivazione della (12) effettuata nell'articolo 52 ai
Jackiw et al. verte sostanzialmente su tre circostanze : 1) Il rap-
porto esistente tra [ﬁ[¢hé}j e [ﬁ 5421 sopra illustrato
(v. pag.120); 2) lo sviluppo in serie (6) per ["[¢J ; 3) 1l'inter-
pretazione di fﬂIQD;(}] come somma di tutti i grafici di vuoto ir-
roducibili per due particelle con propagatori G.
Si pud inoltre facilmente mostrare, derivando rispetto a G la

(9), che G rappresenta il propagatore esatto connesso della teoria :

[[48] Boo g exp (I 14,6581} (15)
[[48] exp {i/s 1ld,6; 81§

ﬁ G(’ﬁ'j)'—‘

dove  I[4,6,8] =1[8+4)-8 g5 — 1850 ¢

G
che da per d=0 e *ﬁ/;_lz(,:%g: :

[[dd] $oo gy ecp (/s ILET ]
(@] exp {c/m 14T}

t[ Go(n,(ﬁ) =

come deve essere.
Anche in questo caso si pud definire una generalizzazione del po-

tenziale efficace nel caso di un sistema invariante per traslazioni

["[+,6] ==-V[e,G] S§*o (16)

tnv. Pe,a_

41acl,
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Dallo sviluppo in serie (12) si ottiene immediatamente uno svi-

luppo in serie per Vig,G] . Introducendo le trasformate

di Fourier del propagatori ":

Cp -y
G(pY = [d*x e ? G (=g
cp (e -y)
Alepy = [dbe €T A1 ey
. o ; Cp(r-u)
D(py = [dhe €T Dex-y)

si ha : '
VIb, 6] = ¢0@¢ + U) +54 [d'% To [bu 62D ()

— G o)) -V [d6] 0 an

dove la traccia si intende ora solo sugli indici delle componenti
interne dei campi e ¢ & una costante indipendente dello spazio e
del tempo. U(¢) & il potenziale classico e V, [¢ , G] rappresenta
la somma di tutti i grafici di vuoto irriducibili per due particel-
le con propagatori G(p) e vertici dati da inNT (P + ?). Le SO
luzioni della teoria fisica devono soddisfare al principio varia-

zionale :
IVI+.6] _ o

o
SV (.67

= 0 18
56 (18)

La approssimazione semiclassica o WKB viene ottenuta trat-
tenendo solo i primi due termini nella (12) o i primi tre nella

(17)
M [+,6] = 1[¢]-£tTa [6u GO — GO (4T +1]

La approssimazione di Hartree - Fock si ottiene tratte-
nendo in [z [qbzéfj (OKQ [¢,6] )solo i grafici di vuoto

a due loop all'ordine pill basso nella costante di accoppiamento
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con propagatori G e vertici al primo ordine nella costante

accoppiamento.

fig. 4 Grafico che contribuisce a f;[¢6] in approssi-
mazione di Hartree-Fock in una teoria AP,

fig.2 Grafico a due loop che non contribuisce nel
casc precedente a 7 [¢,6] .

di
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2) Applicazione alle teorie con rotturs dinamica della simmetria

Un questa paragrafo verrad applicato ad un semplice modello
abeliano il formalismo sviluppato nel paragrafo precedente. Si
costruisce la approssimazione di Hartree-Fock per la azione effi
cace generalizzata introdotta nel paragrafo precedente, nel caso
di una teoria di gauge abeliana 0(2) ® 0(2) con un doppietto di
fermioni massicci e due bosoni vettoriali (si veda 1la (19) ).

Questo modello € stato recentemente studiato da J.M. Cornwall e
R.E. Norton 24,56 ed & in quasi tutti gli aspetti equivalente al
modello studiato sul cap. III di gquesta tesi. Una differenza im
portante risiede tuttavia nella presenza nella Lagraﬁgiana di una
scala per le masse.

Le equazioni integrali che si ottengono dalla applicazione del
principio variazionale (11) forniscono un sistema di equazioni in-
tegrali non-lineari per i propagatori della teoria, che risultano
essere identiche alle analoghe equazioni di Bethe-Salpeter in ap-
prossimazione a scala. Le equazioni linearizzate ammettono una so-
luzione asintotica per grandi p2 per la inservazione di autoener-—
gia fermionica e il tensore di polarizzazione proprio, come discus
so nel capitolo III. Gli aspetti nonlineari della teoria vengono
analizzati con una procedura del tipo Rayleigh-Ritz. Le soluzioni
dells teoria linearizzata vengono inserite nella espressione per il
potenziale efficace e si determinano dalla richiesta di stazionarietd
rispetto a variazioni del parametri liberi (le masse delle particel
- le) vincoli algebrici sui parametri stessi.

Prima di iniziare la discussione del modello in cuil la rottura
della simmetria avviene dinamicamente, risulta istruttivo richiamare
come si presenta il problema della favoribilitd energetica della so-
luzione asimmetrica in teorie con scalari di Higgs?ﬁ(Una discussione
esauriente di questa problematica si trova nel cap. 16 delle lezioni
di E. Abers e B.W.Lee ¥ , si veda anche la rassegna di S.Coleman48 ).
In teorie di Higgs acquista valore di aspettazione di vuoto non nul-
lo un campo scalare fondamentale, per la presenza di un minimo del
potenziale classico nella Lagrangiana del campo medesimo in corri-

spondenza di ¢ # 0. Infatti per un campo scalare (singoletto) con in-
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terazione quertica, la approssimazione classica per la azione ef-

ficace (2) &

[[[¢] = I[®] 4+ Azione relativa ai fermioni

e al bosoni di gauge

dgove I [ 1 & la azione classica relativa al campo scalare

Ile] = ——% jd'*x ‘143 b ) A:(n-g)fpffj) '1"}‘1';‘”&»11(”)

con :

AfGimgy = (O +p0) 8-y & Lin GO ==2d"00)
I potenziali relativi ai fermioni-e bosoni di gauge si assume che
possiedano un minimo in corrispondenza di campi'nulli e si poséono
quindi tralasciare. La parte relativa ai campl scalari del poten-—

ziale efficace (5) & data quindi dalla espressione

- 4
Viv) = Lva'eoyv + v
< —1 2 2 ...
dove 1V € una costante e — ﬁF (P> = [ —~ . Il principlo va-

riazionale (4) impone che sia :

dV(v)

v AT o) +AVT =0
dv

i

ciog : (Iu,z-{—}\’(f?‘)v’ = 0

con le soluzioni Uy=0 e Ve =;V*ff/2 . Inoltre si ha :

2 .
(v) LV,
C{ V - /M/Z CI (v) - 2/(4,2'
d v? V= Ug o d v U=V,

Nel caso che si ponga,/AZZ f) si ha quindi che il potenziale ha
un minimo per V = Ué # 0 e si pud concludere che la soluzione nel
la quale il campo sviluppa un valore di aspettazione di vuoto non
nullo & in gquesto caso (}Agé 0) energeticamente favorita gid a 1i
vello classico.

Analizziamo ora il caso di un semplice modello nel quale 8

possibile una rottura dinamica della simmetria di gauge. Per mo-
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tivi che sarenno chiari pill avanti, si considerera un modello abe-
liano di tipo analogo al modello studiato nel III capitolo, eccet
to che per la presenza, come si & detto, gid nella Lagrangiana di

una lunghezza fondamentale %— .
[~3

I1 modello studiato da Cornwall e Norton & descritto dalla
Lagrangiana : .
Lin) = Fc¥-D - mo = 9a 8" Ap = G TXIBOYT
— _/1 —74 —7/"" —- i 2 [ /Av
b /“/"” A 4 F/AV FB . (19)
con :
/M"V - 9/4, /}V 9\)/4/,@
~7 B .

dove @V::(’?;)%§>rappresenta un doppietto di campi fermionici e

7. & la usuale matrice di Paulil : (Oi_ol). Nella (19) sono presenti

2
(anche per M, # 0) le due simmetrie relative al gruppo di gauge

0(2) ® o(2)

(a) . ¥ = <o SAp = _g’; 0 8,00 bi

. A
w  Sw =LY 8B, =g b

La ipotesi di rottura dinamica della simmetria viene introdotta
assumendo che la inserzione di autoenergia fermionica possieda una

parte proporzionale a‘C3. In guesto caso si ha, assumendo :

2. (P = ZS(P)"FT_; 2., (P | (20)
[T2}Z<P)] = ¢ ¥ ZV<P>

Dalla identitd di Ward relativa alla invarianza (b) della La

grangiana (19) si ha allora :

I

G (P P+9) = T, S5 (P) = SF'(p+) T
4o [T, 2(p] =(T25,(p) (o)

/;7f‘(p,p+q) sviluppa quindi sotto questa ipotesi (con ragiona-
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menti analoghi a quelli fatti nel cap. IIT) un polo di Nambu-
Goldstone per qg——> 0. Come conseguenzsa di questa circostanza il
mesone vettoriale B ,. che si accbppia alla corrente di Noether
relativa alla gauge invarianza (b) acquista una massa MB’ e contem
poraneamente i due fermioni acquistano masse m_ + 3dm con
%<§m.==ZZV(O). In questo caso quindi, a differenza del modello abe
liano considerato nel cap.III, la rottura dinamica della simmetria
0(2) (a) si menifesta nell'apparire di masse differenti per i due
fermioni, simmetriche rispetto a m .

La espressione per il potenziale efficace in approssimazione
di Hartree-Fock per la Lagrangiana (19) diviene (si veda la espres-—
sione '17) (tenendo conto che per fermioni si ha un fattore - 1

. . 1 . . .
invece di + 3 davanti al praimo termine) :

VIG,D.] == [dpTe[0n G So (>~ G(PY ST (P +1]

425 (dSTo [8e Do (DL =Dy IDLs 41

i=AR

-+ Vz [G)Dz:] : (22)

con -

. a_ |4 |
V(60 = £ T T [ LB 1746003 [T 6p#4) Diger (4

(zm)3
dove i propagatori liberi sono dati da :

¢

SFo ([:’) __\—- -?'—-ma-y{f ‘
v , Y v, 2 4
D" (py = =2 (g"T=preY/P) g

e si & esclusa una dipendenza da ¢ nel potenziale efficace, in

guanto si assume che la rottura spontanea della simmetria avvenga
per formazione di stati legati fermionici piuttosto che attraverso
un campo scalare con valore di aspettazione di vuoto non-nullo.
\/z [ G, 2)5/‘" ] in approssimazione di Hartree-Fock & un
funzionale dato dai grafici di vuoto all'ordine piu basso nella
costante di accoppiamento con due loop e propagatori G e Df“” s

come illustrato nella figura 3.
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Vz[Gch] - /Z /;" + /Z'“ /;
—_— . G (P) = g4 8"
AAAAAAAAAAY H DA"V (K) “
) r _
A s D (k) [&" = ﬁﬁTz ¥

£ig.3 ViEG,D] in approssimazione di Hartree-Fock -,

la stazionarietd di V [ G, D; rispetto a G e D; richiede

che sia :

Gy = S (p) +1,

(=48

Jd%{ /_ZMG(pH{) /?VDL-/M, (x) (23a)

Dy Py = D ,u(p) — qud"p; 7 Glptk) [77 G («)  (23D)

Le espressioni diagrammatiche relative a queste due equazioni sono

mostrate nella fig. 4. (81 & posto ancora : G = SFo + SFO_E G e

i _ 1 i 1 i
Dypv = DO/"V * DO/ASTTSE Dev )

26 = PEEr ry

T, "= " Ik

¢ ¢ ¢

fig.4 Le inserzioni di sutoenergia in approssimazione
di Hartree-Fock .
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La equazione (23a) & identica nella struttura alla equazione (23)
" per la parte asimmetrica di 2] (p) ricavata nel cap.III dalla equa
zione di Bethe—Salpeter in approssimazione a scala.

Assumendo che Z}(p) possieda una parte Z]v (p) proporzioﬁale a

TB’ la equazione integrale linearizzata corrispondente alla (23a)

ammette nel limite di accoppiamento debole ( ﬂ; # ﬁ% ) la soluzio
24

ne ben nota (si veda il cap.IIIl e la referenza )
dm (=) [-P*] »m?
2., (P =
S -p*1 ¢ m"
con : (24)

€= (gh—q) , €50
Inoltre dalla equazione (23b) si deriva una espressione per la
parte regolare per kg-e> O del tensore di polarizzazione ’TTgv(k)
e usando la regola di somma corrispondente alla (17) del cap. III
si pud ottenere, con la soluzione ottenuta per z:v(p):
z % 2
Mmo= ziz (Sm) )

=

Nel seguito si mostrerd come quésto risultato pud venire miglio-
rato con il metodo variazionale. Come nel modello abeliano del cap.
III, anche qui le equazioni integrali linearizzate non forniscono
aleun vincolo su §d m # O, che caratterizza una situazione di rottura
dinamica della simmetria.

I propagatori della teoria possono ora venire parametrizzati in
funzione di £ , Sm e M2 e inseriti nella espressione originale per
il potenziale efficace V{6, D;] . Larichiesta di stazionarieta
ai V{6 ,Di] = V (g,dm, M") rispetto ai parametri dm e
M permette di ottenere una serie di relazioni tra di essi,tenendo
cosl in considerazione gli aspetti nonlineari della teoria. Eventua
1i divergenze presenti in V ( S)Jpn)/ﬂz) possono venire elimina-
te sottraendo |/ ( &, dm=0, H* =0 ) . Variando 1'espressione

Ve, Im, ﬁ12> cosY ottenuta rispetto ad M si ottiene
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2

2 N Y (26)
M . (4-¢)
nell'assunzione che | & én M° / ] &L | , cioé vamo. La re-

lazione (26) all'ordine ( ﬁé )o coincide con la relazione (25).
Sostituendo questa espressione per M2 in V(¢,8m, M* ) si

ottiene una funzione che dipende solo da dm :

Yy Ju ' o
Ve 6m) = Gl = 1 S0 (a5 O B 52

NECON I

dove %% = 32/3/323 >4 e lCYm/molél . Se 5m>mo si ha

che V(dwm)diviene complesso. Il minimo di questa funzione permette

8/3
«Zl__

——?(5"")1j o ) {4~ b bn

mo gwte(a'-)

di determinare dm in funzione di mo e ¢ . In conclusione il me-

todo variazionale di Rayleigh-Ritz permette di ottenere le informa

zioni che la teoria linearizzata non & in grado di fornire e di as-—

serire la favoribilitd energetica della soluzione asimmetrica con
6n1#-0 .

E' chiaro a questo punto che il metodo variazionale fin qui
esposto pud portare, nel caso del modello abeliano con simmetria
chirale discusso nel cap. III, ad informazioni pil dettagliate
sulla dipendenza della massa bosonica M da 3; e 3: e dm
Esso perd non permette di determinare d'm per la invarianza di
scala della Lagrangiana fondamentale. Il parametro &m che segnala
la presenza di una rottura dinamica della simmetria deve venire

in questo caso ottenuto, se cid & possibile, per altra via.
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CONSIDERAZIONI CONCLUSIVE

Nei capitoli precedenti € stato mostrato come la rottura di-
namica della simmetria in teorie di gauge rappresenta una possibi
1itad realistica per generare masse fermioniche e bosoniche senza
dovere invocare la presenza di campi scalari. Si € visto anche co
me questo tipo di teorie apparentemente pone dei vincoli precisi
sullo spettro fisico delle eccitazioni e nel contempo, almeno nel
caso di generazione infrarossa, sulle costanti di accoppiamento
della teoria.

Molti sono ancora i punti inqueste teorie sui quali & neces-
sario indagare pill in profonditd, tuttavia ad un primo livello di
analisi emergono gid quelli che sono i problemi di fondo e le ca-
ratteristiche peculiari di questi modelli rispetto alle teorie spon
taneamente rotte con 1l'ausilio di campi scalari.

T1 meccanismo di Higgs—Kibble pud avvenire come & noto, solo
in presenza di campi scalari. L'introduzione di questi campi pre-
senta tuttavia alcuni aspetti notoriamente pochi attrattivi. ILa
procedura di giungere ad una rottura spontanea della simmetria tra
mite una Lagrangiana con campi scalari e termine di massa col se-
gno negativo pud apparire artificiosa e non sussiste nessuna evi-
denza sperimentale per le eccitazioni scalari massicce che soprav-
vivono nello spettro fisico. Ad esso vengono quindi assegnate gran
di masse e piccole costanti di accoppiamento, nell'intento di ren-
derle inosservabili per molti anni a venire. Teorie di questo tipo
sono inoltre difficilmente conciliabili con la richiesta di liber-
td asintotica, per la presenza degli scalari di Higgs 3,5 . Infi
ne nella teoria sono in genere presenti molti parametri liberi ed &
possibile ottenere una grande varietd di modelli usando lo stesso
gruppo di simmetria e

Quanto & stato detto tuttavia non oscura quello che ¢ uno del
pregi fondamentali delle teorie spontaneamente rotte tramite 1l'uso
di campi scalari. La circostanza che esse descrivano bosoni vetto-
riali massicci accoppiati a correnti non conservate e tuttavia go-

dano della proprietd di essere rinormalizzabili le pone necessaria

.
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mente come punto di riferimento per la costruzione di modelli
che ambiscano a descrivere alcune realtd della fisica delle par
ticelle.

In questo contesto vanno ad inserirsi le teorie che pfesentg
no la rottura dinamica della simmetria, cercando di apportare, co
me si & visto, 1l minimo necessario di modificazione rispetto ai
modelli precedentemente studiati nell'ambito divenuto ormai clas-—
sico delle teorie con scalari.

I modelli, pild o meno realistici, nel guali appare una rot-

~tura dinamica della simmetria presentano il pregio di eliminare

parte delle artificiositd inerenti alla Lagrangiana dei campi sca-
lari. Si ottiene, come illustrato nei capitoli precedenti, una

riduzione dei parametri liberi della teoria e i rapporti tra mas

se fermioniche e masse bosoniche vengono ad essere determinati in

funzione delle costanti di accoppiamento, una circostanza nuova
rispetto alle teorie con scalari. Sotto opportune condizioni favo
revoli si vengono inoltre a determinare (almeno nello schema di
approssimazione usato) egquazioni agli autovalori sulle costanti
di accoppiamento medesime. A cid si aggiunge che la assenza di
campi scalari fondamentalil risolve il problema delle particelle a
spin zero nello spettro fisico delle eccitazioni, anche se non si
& fino ad oggl sufficientemente indagato sulla presenza di stati
legati massicci nelle teorie dinamicamente rotte. Teorie di gquesto
genere con gruppo di simmetria non abeliano sono perd in ogni ca-—
so asintoticamente libere e mostrano quindi in maniera naturale
proprietd da invarianza di scala nel dominio dei grandi momenti.

\ E' da osservare infine la circostanza che mentre in teorie
di Higgs la soluzione asimmetrica & presente gid a livello classl
co (ecio® in approssimazione ad albero), le soluzioni della teoria
dinamicamente rotta coinvolgono una somma di infiniti loops e rap
presentano quindi un effetto in cui le fluttuazioni quantistiche
giocano un ruolo di primo piano.29 .

Uno schema accettabile per un meccanismo di rottura dinamica

della simmetria, secondo le idee presentate nei capitolo precedenti,

richiede perd ancora una pil approfondita indagine sotto diversi

»
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punti di vista.

Innanzitutto appare poco realistico uno stato legato fermio
ne-antifermione a massa zero, la cul presenza sia indipendente
dalla intensitd delle costanti di accopplamento, almeno all'inter
no di un certo intervallo di variabilita, come avviene nel caso
di generazione ultravioletta delle masse (di tipo A)? Questa cir-
costanza, presente accanto ad altre ambiguita di carattere mate-—
matico (illustrate nei paragrafi 7 e 8 del III°capitolo), sostiene
la congettura che la rottura spontanea della simmetria e quindi la
generazione delle masse delle particelle fisiche possa venire media
ta dalle instabilita infrarosse delle teorie di gauge non abeliana.
Le recenti investigauzioni56°57’58 sulle teorie dinamicamente rotte
con l'ausilio delle equazioni del gruppo di rinormalizzazione sem-—
brano suffragare questa ipotesi.

E' interessante inoltre notare che un problema di principale
rilevanza nello studio di modelli con simmetria chirale, e cio€ il
problema della determinazione di una scala per le masse, pud anche
esso trovare soluzione nell'ambito della problematica relativa alla
rinormalizzazione. Dalla circostanza che la Lagrangiana fondamentale
risulti invariante per trasformazioni di scala & errato inferire
che non esiste una scala per le masse, in quanto la rinormalizzazio
ne introduce un parametro di massa che viene quindi a fungere da scala#

Accanto a questi problemi restano le difficoltd incontrate nel
1o sviluppo di uno schema perturbativo nel limite di accoppiamento
debole, con l'ausilio del gquale si possano calcolare sistematicamen
te le correzioni di ordine superiore anche nel caso di soluzioni non
perturbative. Alcuni aspetti non-lineari della teoria sono stati tut
tavia indagati con successo per mezzo di un metodo variazionale, che
si suppone possa venire applicato in futuro a modelli pil complessi
e nel contempo pill realistici del modello abeliano studiato nel ca-
pitolo V.

Infine & da citare anche la possibilitd che una rottura dinami-
ca della simmetria possa avvenire senza violazione di una simmetria
globale?)come nel caso dell'elettrodinamica di Schwinger in due dimen

sioni. In questo caso verrebbero evasi i presupposti del teorema di
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Goldstone e non vi sarebbero eccitazioni a massa zero. Questa si-
tuazione si pud verificare se, per esempio, la funzione di vertice
[7#  ha un polo nella sua parte trasversa(9#7-u"k¥/x*) fi(bn;?).
In questo caso si avrebbe, per la equazione di Dyson, un analogo
polo nel tensore di polarizzazione vettoriale. Il mesone vettore
acquisterebbe in questo caso la sua massa senza che nessuna simme-
tria globale, né la identitd di Ward, vengeno violate. Non € chia-
ro fino ad oggl quale utilitd possa presentare per la fisica una ge
nerazione delle masse senza violazione della simmetria.

Sono anche state avanzate alcune ipotesi riguardo alla inter-—
pretazione dei bosoni di gauge come possibili bosoni di Nambu-
Goldstone ‘ . Adler e al. hanno esaminato in concreto la possibilita
che il gravitone possa rappresentare uno stato legato di due fotoni60
Questa circostanza potrebbe, secondo gli autori, spiegare le diffi-
coltd incontrate nella rinormalizzazione della teoria quantistica
della gravitazione.

Da quello che & stato detto appare quindi come un meccanisno
di rottura dinamica della simmetria in teoria di campo relativistica
richieda ancora una pill approfondita analisi, per rimuovere da un
lato le molteplici ambiguitd matematiche ancora presenti e fornire
d'altro canto dei modelli pill realistici per potersi confrontare

in maniera pil diretta con la fisica delle particelle elementari.
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