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Resumen

Uno de los grandes retos de la fisica contemporanea es explicar por qué en el univer-
so no existe la misma cantidad de materia y antimateria, el problema de bariogénesis.
La manera mas natural con la que se ha enfrentado este problema es considerar que
esta asimetria ha sido el resultado de procesos dinamicos que ocurrieron a lo largo de
la evolucion del universo. Para la generacion dindmica de la asimetria de materia, es
necesario satisfacer las condiciones de Sakharov: 1) Violacion del nimero barionico,
2) Rompimiento de las simetrias C' y C'P, y 3) condiciones fuera del equilibrio. En
el marco del modelo estandar electrodébil, cada una de estas condiciones se satisfa-
ce, aunque las dos ultimas sea parcialmente, de manera que sblo este marco tebrico
no es suficiente para explicar el problema de la asimetria de materia y antimateria
en el Universo. Sin embargo la propuesta de incluir campos magnéticos durante la
transicion de fase electrodébil revivio la posibilidad de una bariogénesis basada en el
modelo estandar

En este trabajo de tesis, estudiamos el fendmeno del rompimiento de la simetria
en el modelo estandar durante la transicion de fase electrodébil en la presencia de
un campo hipermagnético constante. Calculamos el potencial efectivo a temperatura
finita incluyendo las contribuciones de los llamados diagramas de anillo en el limite de
campo débil y alta temperatura. Mostramos que bajo estas condiciones, la transicién
de fase se vuelve mas fuertemente de primer orden. Esto puede tener implicaciones
para la descripcion de la bariogénesis en el modelo estandar.



Abstract

One of the outstanding problems in cosmology is the explanation of the asymmetry
between matter and antimatter, the baryogenesis problem. The most natural way to
study this problem is to consider that this asymmetry results as a consequence of
dynamical processes that took place during the evolution of the Universe.

In order to have a dynamical scenario to explain this asymmetry it is necessary to
satisfy the three Sakharov conditions: 1) baryon number violation breaking of the C'
and C'P symmetries, and 3) Out of equilibrium conditions. Each one of these condi-
tions is satisfied in the electroweak standard model, although the last two are satisfied
only partially. This makes this model insufficient to explain the asymmetry between
matter and antimatter in the Universe. However, the idea to include magnetic fields
during the development of the electroweak phase transition revived the possibility to
embed baryogenesis in the standard model.

In this thesis, we study the symmetry breaking phenomenon in the standard model
during the electroweak phase transition in the presence of a constant hypermagnetic
field. We compute the finite temperature effective potential up to the contribution of
ring diagrams in the weak field, high temperature limit and show that under these
conditions, the phase transition becomes stronger first order. The above can have
consequences for the description of baryogenesis in the standard model.
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Capitulo 1

Introduccion

1.1. El problema de la Bariogénesis

Para entender la historia del universo en etapas muy tempranas es necesario com-
prender a las particulas elementales y sus interacciones. Para tener una idea mas
precisa, imaginese que se tiene un contenedor absolutamente vacio, y se comienza a
calentarlo gradualmente. Al principio, dentro del contenedor aparecen los fotones, y
a medida que se incrementa la temperatura, la densidad de fotones de cuerpo negro
(y energia) también se incrementa. Una vez que hemos alcanzado una temperatura
alrededor de 1 MeV!, los fotones tienen la energia suficiente para producir pares de
electrones-positrones (eTe™).

A temperaturas ain mas altas, del orden de 50 MeV, algunos fotones tienen la
energia suficiente para producir otro tipo de pares de particulas, los piones (777 ~),
formados por quarks y gluones. A medida que la temperatura continiia elevandose, la
densidad de piones aumenta hasta el punto que la cantidad de piones es tan grande
que el choque entre dos de ellos los “rompe”, liberando asi a sus constituyentes; esto
sucede a una temperatura del orden de 200 MeV.

A temperaturas mucho mas altas, del orden de 100 GeV, el vacio esté tan caliente
que todas las particulas en el contenedor pierden sus masas “liberando” a otras parti-
culas (“grados de libertad”). Al continuar el proceso de calentamiento, la temperatura
llegara a ser semejante a la del Big Bang en donde comenz6 el universo, pero ahi no
sabemos que ocurre.

Esta es una descripcion hacia atras en el tiempo, que resume gran parte del cono-
cimiento adquirido en el ultimo siglo en las areas de la fisica de particulas y la cos-
mologia, que nos ayuda a comprender, hasta cierto punto, procesos que sucedieron en
etapas tempranas del universo.

'Para tener idea 20°C ~ (1/40) eV
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Si ahora pensamos en el proceso inverso esbozado en la descripcion anterior, tene-
mos la evolucion del universo a medida que éste se fue enfriando y nos encontramos
con un problema muy serio pues, no deberia haber nada en el universo actual, y sin
embargo, hay leptones (e~, u~...) y bariones (protones, neutrones, etc). El problema
no es tanto que estén éstas particulas, sino que sus antiparticulas no estén en el uni-
verso en la misma proporciéon. A este problema se le conoce como el problema de la
bariogénesis.

Las diversas observaciones a diferentes escalas, indican la ausencia de antimateria
en el universo. A la escala més pequena, la ausencia de procesos de aniquilacion
p-+p — v+ es evidente, pues no se observa un flujo continuo de rayos 7 consistente
con el anterior proceso; de este hecho experimental se concluye que a la escala humana
no hay antimateria.

Mas alla de la escala humana, a la escala del sistema solar, las sondas y satélites
indican que éste estd constituido del mismo tipo de materia de la que estamos hechos
nosotros.

Para determinar si existe antimateria a la escala de nuestra galaxia, se observa a los
rayos cosmicos que provienen de los confines de la galaxia. Es ahi en donde por primea
vez observamos antiprotones fuera de los aceleradores de particulas. Sin embargo, la
fraccion de antiprotones observada coincide con la del proceso p+p — 3p+p que tiene
lugar en las capas altas de la atmosfera, y por lo tanto su origen no es primordial.

Mas alla de esta escala, en cimulos de galaxias, la coexistencia de galaxias de
materia y antimateria daria origen a un fondo detectable de rayos v, producto de los
procesos de aniquilacion de materia y antimateria.

Este conjunto de observaciones pone de manifiesto la ausencia de antimateria en
el universo e impone una cota para la asimetria actual de materia y antimateria. Por
otro lado, mediante el uso del modelo cosmologico estandar, es posible cuantificar la
asimetria de materia del universo, ello se hace mediante el parametro

Ny — N

= 7 1.1
B S ) ( )

en donde n;, y nj son el nimero de bariones y antibariones respectivamente, y s
es la densidad de entropia. Este ntimero corresponde al niimero bari6nico neto en
un volumen comovil, el cual se conserva en ausencia de procesos que violan nimero
bariénico [1].

Una estimaciéon cuantitativa del valor del pardmetro np se obtiene de comparar
las abundancias de los elementos quimicos ligeros predichas por la nucleosintesis (que
dependen solo de np) con aquellas determinadas de manera observacional. Por con-
sistencia entre teorfa y observacion, ng debe hallarse en el rango [2]

48 x 107" <np <98 x 1071 (1.2)

Por otro lado, mediciones de Qpzh?, con Qp la densidad de bariones y h la tasa
de expansion de Hubble del universo normalizada al presente, del satélite WMAP
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(Wilkinson Microwave Anisotropy Probe) se traducen en un valor de ng = 8,7 x
1071 1, 2].

Esta conexion entre la fisica de particulas y la cosmologia ha sido ampliamente
explorada, ya que por un lado, el modelo cosmologico estdndar provee un escenario
en el cual las predicciones sobre la génesis de materia de la fisica de particulas pueden
ponerse a prueba. Y a la inversa, la cosmologia estandar hace uso de las predicciones
de la fisica de particulas sobre la naturaleza y el comportamiento de las particulas, a
fin de corregir problemas cosmologicos atn no resueltos en la evoluciéon del universo.

1.2. Condiciones de Sakharov

La manera mas natural de enfrentar el problema de la asimetria de materia del
universo es pensar que fue generada dindmicamente, es decir, que es el producto de
diversos procesos fisicos que ocurrieron a lo largo de su evolucion y que lo llevaron de
un estado inicialmente simétrico de materia y antimateria a uno asimétrico.

El mecanismo de creaciéon de asimetria barionica depende del modelo de particulas
empleado, pero todos deben cumplir con las siguientes reglas para una generacion
dindmica de la asimetria barionica

1. Violacion del niimero bariénico.
2. Rompimiento de la simetria entre particulas y antiparticulas.
3. Condiciones fuera del equilibrio térmico.

Estas reglas fueron establecidas por Sakharov [3| en 1964 y representan las con-
diciones generales para la generacion de la asimetria barionica. Cada una de estas
condiciones se detalla a continuacion.

1.2.1. Violacion del niimero bariénico

Una condicién necesaria para la generacion de nimero baridnico es la existencia
de procesos donde este niimero no se conserve. De primeros principios, no existe una
razon para que este numero se mantenga constante. Adn asi, experimentalmente no
existe evidencia de la violaciéon de nimero bariénico. Los limites experimentales de
la vida media del proton estdn por encima de 7, > 10% afios [4]. Esto ha propiciado
que modelos en donde el decaimiento del protén surge naturalmente, como las teorias
de gran unificacion (GUT’S) no hayan tenido tanto éxito.

La tunica evidencia experimental en favor de la no conservacion del nimero bario-
nico es el propio universo, pues de lo contrario no habria nada en éste; entonces, la
carga bari6nica no se conserva.

Esta violacion también existe en teorias como en el Modelo Estandar (ME); mas
adelante se verd en detalle como sucede esta violaciéon de niimero barionico.
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1.2.2. Violacién de las simetrias C'y C'P

A mediados de la década de 1950, se creia que las leyes de la fisica eran simétricas
respecto a la paridad P (inversion espacial), conjugacion de carga C' (transicion de
particulas a antiparticulas) y 7' (inversion temporal), pues son simetrias de la teoria
que relacionan particulas y antiparticulas. Pero en contraste con la no conservacion del
ntmero bariénico, la violacion de las simetrias P, C'y C'P, son hechos experimentales
descubiertos en decaimientos de particulas.

A lo largo de la evolucion de las ideas de la fisica de particulas se han hecho diversos
intentos por preservar la simetria entre particulas y antiparticulas, en el sentido que
para procesos que producen particulas debian existir sus contra partes que producen
a las antiparticulas. Landau [5] sugiri6 que la simetria compuesta C'P, debia ser la
simetria de la naturaleza. Sin embargo, en 1964 se descubri6é experimentalmente en
el sistema de kaones neutros que esta simetria también esta rota [6].

Ahora, para ilustrar por qué es necesaria la violacion de las simetrias C'y C'P para
la bariogénesis, tomemos un ejemplo simple: el decaimiento de una particula super-
masiva X y su correspondiente antiparticula X, tal que cada una de éstas producen
un ntimero bariénico neto [1], esto es

oo e-a) o= ()
o enlonl)

El ntimero bariénico neto, producido por el decaimiento de X y X, es
B = Bx + Bx = (o — Q). (1.4)

Por lo tanto si C'y CP se conservan, a = @ y entonces el ntimero barionico neto es
cero.

En el fondo, las simetrias C'y C'P nos dicen que el nimero de procesos que produce
un exceso de bariones es igual al nimero de procesos complementarios que producen
antibariones, i.e, ambos procesos tienen la misma probabilidad de ocurrir, lo cual deja
de ser cierto cuando las simetrias estan rotas, que es justo lo requerido para generar
una asimetria.

Otra manera de llegar a la misma conclusion es la siguiente: el efecto de la simetrias
C'y C'P sobre un estado barionico es C,CP|B) = — | B). Por lo tanto, si el universo
comienza en un estado simétrico de materia y antimateria (C'y C'P invariante), éste
no podra evolucionar a un estado con ntmero bariénico diferente de cero, a menos
que en alguna etapa de su evolucién las simetrias C'y C'P se hayan roto.



CAPITULO 1. INTRODUCCION 8

1.2.3. Condiciones fuera del equilibrio

Un sistema en equilibrio térmico es, por definicion, un estado que no evoluciona
en el tiempo. Entonces, si el universo comenz6 en un estado sin carga bariénica, ésta
permanecerd constante en el tiempo, independientemente si hay o no violaciéon de las
simetrias C'y CP [7].

Por lo tanto, el universo al expandirse no puede considerarse en un equilibrio
térmico perfecto, pero si muy cercano a éste, pues la tasa de interaccion entre sus
particulas es mucho mayor que la tasa de expansiéon del universo.

Analiticamente esto se demuestra de la siguiente manera: considérese un sistema
en equilibrio térmico a una cierta temperatura 7', entonces el valor esperado de ntimero
barionico B es

(By =Tr e ""B]. (1.5)

Por otro lado, se sabe que el efecto de la simetria C'PT es transformar particulas en
antiparticulas, de modo que C'PT|B) = — |B). Por tanto, al introducir la unidad en
la Ec. (1.5), se tiene
(By = Tr[(CPT)(CPT) ‘e ""B]
= Trle""(CPT)'B(CPT)]
= —Tr[e""B], (1.6)
donde se ha usado que C'PT es una cantidad conservada (entonces conmuta con
H) y la propiedad ciclica de la traza. Como puede observarse, en equilibrio térmico

(B) = 0, y por lo tanto en equilibrio térmico no hay posibilidad de generar una
asimetria barionica [8].

1.3. Bariogénesis electrodébil

Uno de los modelos més ampliamente usados para la generacién de nimero bario-
nico es el modelo estandar electrodébil, pues éste satisface cada una de las condiciones
de Sakharov. A continuacién se discute la manera en que las satisface.

1.3.1. Violaciéon del niimero bariénico

En el modelo estandar electrodébil, el niimero bariénico y fermionico, se conservan
a nivel clasico, esto es

aw]g = Z au(%ﬂu@bi) =0,

quarks

aw]g = Z au(aﬂu%‘) =0, (1-7)

leptones
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Figura 1.1: Diagrama de Feynman triangular que da origen a la anomalia axial.

donde Jp y J} son las corrientes bariénica y leptonica.

El ntimero barionico (leptonico) en la teoria electrodébil no se conserva debido
a la llamada anomalia axial. Esta es una correccién cuantica (véase la Fig. 1.1) que
destruye las leyes de conservacion de la Ec. (1.7) [9, 10|, que ahora en lugar de ser
cero, son

nf

Oulty = T = 2

<g2FW . ]?‘W — g’QF’“”F”W> , (1.8)

donde n; es el niimero de familias en el modelo estandar y, F** y F'* son los tensores
de intensidades de los campos de norma de S(2) y U(1) respectivamente. El tensor
dual se define como

= Lo (1.9)

2 pe '

y analogamente para F*”. Notese que la simetria B + L se viola mientras que la
simetria B — L se conserva, es decir, por cada barién creado, se creara un lepton en
el caso ny = 1.

Esta violacion esta asociada basicamente a la estructura topologica del vacio del
sector no Abeliano SU(2);, del modelo estandar electrodébil [11]. Para analizar la
estructura del vacio de SU(2)r, notese que el lado derecho de la Ec. (1.8) puede
escribirse en términos de la cuadri-divergencia del vector

1 g
— vaf a Ab pc
Kt = %Gu <F1/a : A/g - geabCAVAaA,@> (]_]_0)

en términos de éste vector, la Ec. (1.8) es

2
I_pw R

Ol =355 uv

(1.11)
donde se ha omitido el sector U(1) y se ha tomado ny = 1.

Usualmente, la derivada total desaparece por integracion por partes y condiciones
de frontera. Sin embargo, esto no es cierto para K* [12], pues si bien F*” se anula
en infinito, ello no necesariamente implica que los campos A}, también lo hagan. Esto
indica que la estructura de vacio no solo es la ya conocida, Aj; =0 [13], sino que hay
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Figura 1.2: Estructura del vacio del modelo estandar [14].

un nimero infinito de configuraciones, ya que mediante transformaciones de norma,
es posible tener un nimero infinito de campos Aj; que satisfacen la misma condicion
F# = 0. Por lo tanto, lo que tenemos es una teoria que posee un nimero infinito
de vacios, los cuales difieren por la carga obtenida de K° [12], la que es un indice
topoldgico que etiqueta a cada vacio, definido como

ty
Ncs(tf) - NCS(ti) :/ dt/d?’x@uK“ (112)
t;

y es mejor conocido como indice de Chern-Simons (CS).

En una familia de configuraciones estaticas de campos, con una variaciéon conti-
nua en el indice de Chern-Simons, s6lo para aquellas configuraciones de campo con
intensidad cero y energia cero (vacio), el indice de CS tomara valores enteros [14], tal
como se muestra en la Fig. 1.2.

Ya que cada minimo de la Fig. 1.2 es un vacio permitido de la teoria, existe la
posibilidad, a nivel cuantico, de pasar de uno a otro minimo por medio de tunelaje.
La amplitud de tunelaje entre vacios cercanos, en la aproximacion semiclasica, se
determina por medio de los llamados instantones [11]. El punto méas importante de
todo esto es que al cambiar de un vacio a otro por tunelaje, el nimero de CS cambia
y se genera nimero barionico.

Sin embargo, la amplitud de tunelaje entre dos minimos es [15]

Dypn ~ exp(—Fapn) ~ e~ 4ow ~ 0(10717) (1.13)

donde E;p, es la altura de la barrera de energia entre los diferentes vacios (o< 1/aw).
Como puede verse, los procesos de tunelaje estdn muy suprimidos, y esa es la principal
razén por la que en un principio la violacion de B por la anomalia axial no fuese
considerada.

En un bano térmico esta situacion cambia, pues a altas temperaturas (Tey ~
100 GeV), las transiciones entre los diferentes vacios puede llevarse a cabo a través de
fluctuaciones térmicas que pasan por encima de la barrera [15]. A éstas temperaturas,
el factor de supresion exponencial de la Ec. (1.13) se vuelve menos relevante y entonces
los procesos que violan ntimero bariénico ocurren a una tasa mas elevada.
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A altas temperaturas, la transicion entre los diferentes minimos se lleva a cabo
por medio del llamado sphaleron [16] (del griego “listo para caer”). El sphaleron es la
solucion estatica e inestable de las ecuaciones de campo. La configuracion de sphaleron
se localiza en el punto de méxima energia entre dos vacios, y es en ese sentido que es
inestable?.

Por debajo de la temperatura de la transicion de fase electrodébil, T' < Tgyw, la
amplitud de transicion de un sphaleron es [17]

FT

o~ € Mwlew T (1.14)

donde My, es la masa del boson de norma W y ay = ¢g?/47m con g la constante de
acoplamiento de SU(2)y. Por otro lado, para temperaturas por encima de la tempe-
ratura de la transicion de fase electrodébil, T' > Tgy, en la fase simétrica, la amplitud
de transicion es [8, 18]

FT

Ln o~ gy Inog T, (1.15)

Como se observa la amplitud de transiciéon en este caso aumenta, y en consecuencia,
los procesos que violan niimero bariénico no estan suprimidos.

Sin embargo, las transiciones entre estos minimos por procesos de sphaleron son
aleatorias, de manera que asi como inducen niimero bariénico neto, también lo borran.
Por lo tanto, es necesario tener un mecanismo que permita que haya una direccion
preferencial. Esto se logra con la segunda condicion de Sakharov.

1.3.2. Violacién de C'y C'P

En el modelo estandar electrodébil, la violacion de C' es méxima, debido a la
naturaleza V' — A del acoplamiento entre los fermiones presentes en el modelo y
los bosones de SU(2),. Ademas, la simetria C'P no es una simetria exacta en las
interacciones débiles, pues ésta no se conserva en los sistemas de mesones K y B [19].

La violacion de C'P en el ME se introduce por medio de una matriz de masas
compleja de quarks y leptones, conocida como la matriz CKM (Cabibbo-Kobayashi-
Maskawa).

La matrix CKM se obtiene del lagrangiano de Yukawa, esto es

Ly = %Eﬂ%j + h.c (1.16)

donde f;; en general no es diagonal en la base de los estados de sabor. No obstante, es
posible, mediante transformaciones unitarias, diagonalizar la matriz de masa de los
quarks. En el caso de las tres familias de quarks del ME, esto es

diag(my, me,my) = VMUV

diag(mg, ms,my) = VEMVE, (1.17)

2El analogo clésico de ésta configuracién es un péndulo invertido.
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A partir de las transformaciones U* y V& que diagonalizan a la matriz de masas; la
matriz CKM se define como Kcgp = VA(VE)T. Para tres familias de fermiones, la
matriz unitaria Kcgp, puede ser parametrizada en términos de 3 édngulos y 6 fases.
De las 6 fases, 5 pueden ser absorbidas en las funciones de onda de los quarks, y
por lo tanto la fase restante es responsable de la violacion de CP en el ME? . Cabe
mencionar que para dos familias de quarks, no es posible la violacion de C'P porque
cualquier fase en la matriz de masas puede ser absorbida por las funciones de onda
de los quarks [20].

Sin embargo, esta fuente de violacion de C'P no es suficiente para explicar la
asimetria barionica de la Ec. (1.1), pues de acuerdo al andlisis de Shaposhnikov [21],
a la temperatura de la transicion de fase electrodébil, la asimetria generada va como

dexm
12
Trw

nB =~ (1.18)
donde dcx s es el determinante de la matriz CKM que cuantifica la violacion de C'P.
En el ME, a la temperatura de la transicion de fase, la combinacion anterior tiene un
valor aproximado de [15, 20]

np ~ 1072, (1.19)

la cual es muy pequena en comparacion con la requerida por la nucleosintesis (véase
Ec. (1.2)).

Esta es una de la principales razones por las cuales el ME ya no ha sido considerado
como un modelo que lleva a una bariogénesis exitosa. De ahi que hayan tomado mas
relevancia otros modelos en donde se introducen méas dobletes de Higgs [22]| que
aumentan la violacion de C'P, o modelos mas alld del modelo estdndar, como la
supersimetria [23], etc. Sin embargo, el uso del ME no esta del todo descartado en
cuanto a la violacion de C'P, pues como se ha mostrado en las Refs. |24, 25, 26|, una
violacion adicional de C'P puede ser obtenida mediante la segregacion de carga axial
inducida por la presencia de un campo hipermagnético externo. Esta segregacion se da
durante la trasmision y reflexion de fermiones quirales en las paredes de las burbujas
de vacio (v # 0), y se debe basicamente a la naturaleza quiral del acoplamiento del
campo hipermagnético externo con los fermiones. Para mas detalles véase la Ref. [26].

1.3.3. Condiciones fuera del equilibrio

Uno de los logros de la teoria cuantica de campos aplicada a diversos modelos de
la fisica de particulas ha sido mostrar que las constantes de interaccion entre las parti-
culas, no son constantes y que por el contrario éstas varfan con la energia. Un ejemplo
muy dramético es el caso de la QCD, en donde a bajas energias el acoplamiento de
las particulas es agep ~ 1y a energias del orden de 1 GeV/fm® agep < 1 [27].

3La fase en la matriz CKM rompe la invariancia del lagrangiano bajo CP pues Kcxn # K& -
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Figura 1.3: (a) Transicién de fase de primer orden. A la temperatura critica 7., se
desarrolla una barrera de potencial entre ambos minimos, dando origen a un cambio
discontinuo en el parametro de orden. (b) Transicion de fase de segundo orden. A la
temperatura critica 7, no se desarrolla la barrera de potencial, por lo que la transicién
es continua |8].

Esta variacion de las constantes de acoplamiento con la energia ha motivado una
serie de experimentos en aceleradores de particulas para descubrir un nuevo estado
de la materia, el llamado plasma de quarks y gluones (QGP por sus siglas en inglés),
mediante la colision de iones pesados a altas energias. Este es un ejemplo claro de
una transicion de fase (TF) en la fisica de particulas [28], en donde inicialmente se
tiene un estado hadronico (de quarks confinados) y al aumentar la energia, el estado
cambia a la configuracion donde estos quarks estan libres, el QGP.

Por otro lado, de la cosmologia estandar se sabe que el universo comenz6 en una
gran explosion, y al evolucionar, éste se fue expandiendo y enfriando paulatinamente.
Al mismo tiempo, a escalas mas pequenas, la intensidad de la interaccion entre las
particulas también se fue modificando, y al igual que el QGP; ello hace pensar que
el universo, eventualmente, atraves6 por alguna transicion de fase. La manera en
que sucede una transicion de fase depende del modelo de particulas empleado en la
descripcion del universo. En el caso muy concreto de emplear el modelo estandar
electrodébil, la transicion de fase por la que atravesé el universo, a una temperatura
T ~ 100 GeV, recibe el nombre de transicion de fase electrodébil (TFED) y consiste
en ir de un estado en donde las particulas no tienen masa a otro en donde éstas se
vuelven masivas.

Esta transicion de fase en particular, resulta ser muy importante para el problema
de la bariogénesis, pues a la temperatura de la TFED, la tasa de procesos de sphaleron
que violan niimero bariénico aumenta considerablemente. Sin embargo, para satisfacer
la tercera condicion de Sakharov es necesario que la TFED sea de primer orden, pues
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Figura 1.4: Nucleacion de burbujas de verdadero vacio. Dentro de las burbujas el valor
de expectacion del vacio v # 0 (fase rota), fuera de éstas v = 0 (fase simétrica).

es en ese tipo de TF en donde la variacion discontinua del parametro de orden (en este
caso el valor de expectacion del campo de Higgs en el vacio, v), provee las condiciones
fuera del equilibrio. Cabe mencionar que en una transicion de fase de segundo orden,
el parametro de orden no cambia de manera discontinua, por lo que la transicién
de un estado a otro sucede tan “suavemente”, que el equilibrio térmico no se ve tan
afectado, y por lo tanto no se produce la asimetria bariénica requerida [8].

Para saber si la TFED fue de primer o de segundo orden, hay que calcular el
potencial efectivo a temperatura finita como funcion del valor esperado v del Higgs.
En la Fig 1.3 se muestran los dos posibles comportamientos del potencial durante
la transicion de fase. En una transicion de fase de ler orden, el potencial efectivo
desarrolla una barrera que separa a la fase rota (v # 0) de la simétrica (v = 0). A la
temperatura critica ambas fases poseen la misma energia de manera que el paso de
una fase a otra se lleva a cabo mediante tunelaje. En el caso de una transicion de fase
de 20. orden, la barrera no se desarrolla, por lo que las transiciones entre los puntos
extremos del potencial se llevan a cabo por “rodamiento clasico”.

En una transicion de fase de primer orden, alrededor de la temperatura critica, se
comienzan a crear burbujas de verdadero vacio (v # 0) dentro del mar de falso vacio
(v = 0), pero al principio, la competencia entre la energia volumétrica y superficial
hace que las burbujas se creen y desaparezcan aleatoriamente. Una vez que la tempe-
ratura ha descendido un poco mas, las burbujas creadas logran alcanzar un tamano
suficiente como para comenzar a expandirse y chocar unas con otras, de modo que
cuando este proceso llena todo el espacio, la transicion de fase se ha completado.

No obstante que se satisface la condiciéon fuera del equilibrio por este mecanismo
de nucleacion de burbujas y se genera asimetria bariénica por procesos de sphaleron,
una vez que termina la transiciéon de fase, las condiciones de equilibrio se restauran,
pero los procesos de sphaleron continiian, de modo que cualquier asimetria generada
durante la transicion de fase puede borrarse, a menos que una vez que termine la
transicion de fase, los procesos del sphaleron sean mas lentos que la tasa de expansion
del universo [7].
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Por un lado, se sabe que a bajas temperaturas (T' < T,), la tasa de los procesos que
violan nimero bariénico por unidad de volumen depende de la energia del sphaleron
y la temperatura, esto es |7, 29|

.]\43 ESp
| — < W ) Mie %", (1.20)

sph — O[[/VT

donde p es una constante adimensional y Ej,, = M, /oy .
Por otro lado, la tasa de expansion del universo es [29]

gi/2T2
mpy

H ~

, (1.21)

donde g, es el nimero efectivo de grados de libertad y mp; la masa de Planck.

Por lo tanto, comparando la tasa de los procesos de sphaleron con la tasa de
expansion del universo, se puede llegar a establecer una cota que garantiza que el
nimero bariénico no se borre:

Esph(Tnucl)
Tnucl

Thue €s la temperatura en donde comienza la nucleacion de burbujas y es el momento
en que el proceso de borrado ocurre con mayor intensidad [29]. La temperatura T},
no es la misma que la temperatura critica 7, pues como se dijo, la nucleaciéon empieza
a una temperatura més baja que 7.

La condicion de la Ec. (1.22), haciendo algunas aproximaciones como My ~
My =~ gv 'y Thua = T., puede escribirse en términos del parametro de orden v a
la temperatura critica como sigue [14, 29|

> A; con A =35—45. (1.22)

v
(T)mm ~10-15, (1.23)
en donde el cociente v/T es una medida de la intensidad de la transicion de fase [14].
Aunque la condicion anterior es un estimado que surge de un célculo aproximado,
ésta es ampliamente aceptada (8, 13, 30].

En el caso del ME, la estimacion del cociente v/T" se realiza mediante el potencial
efectivo a la temperatura critica, es decir, cuando los dos minimos estan degenerados
(V'(¢)|1. = 0), y el valor méaximo que se encuentra para este cociente es 0.55 con una
masa de Higgs my = 0. A medida que la masa del Higgs se incrementa, la transicion
se vuelve més débilmente de primer orden hasta el punto que, para una masa del Higgs
mpy ~ 72 GeV, la transicion de fase se vuelve de segundo orden [31]|. Esta propiedad
de los sphalerones hace que la preservacién de cualquier asimetria barionica sea una
de las condiciones maés dificiles de satisfacer, no solo por el ME electrodébil, sino por
la mayoria de los escenarios propuestos para la bariogénesis.

No obstante, la incorporacion de campos magnéticos externos al escenario de la
bariogénesis ha sido estudiado en los tltimos anos, pues se ha mostrado que este
ingrediente puede aumentar el orden de la transicion de fase. En la siguiente seccion
se muestra los puntos mas importantes de estos trabajos.
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1.4. Campos magnéticos en la transicion de fase

Tal como se ha visto en las secciones anteriores, en el marco tedrico del ME, las
condiciones de Sakharov se satisfacen parcialmente, esto es:

1. La violacién de C'P del sector CKM es ng ~ 1072°, pero nucleosintesis requiere
que np sea 1071,

2. La TFED débilmente de primer orden v/T = 0,55 con my,ges = 0, y para evitar
que procesos de sphaleron borren la asimetria generada se requiere v/T ~ 1—1,5.

Estos dos hechos motivaron a la comunidad cientifica a descartar al ME como
marco tedrico para explicar el problema de la bariogénesis. Sin embargo, en 1998 la
adicion de un campo hipermagnético externo (U(1)y) durante la TFED revivio la
posibilidad de una bariogénesis basada en el ME, pues se descubrié que la presencia
de este campo afecta directamente la dinamica de la transicién de fase, volviéndola
més fuertemente de primer orden aiun para masas de Higgs my < 80 GeV [30, 32].

La imagen fisica del fenomeno es exactamente la misma que la encontrada en su-
perconductores tipo I bajo la influencia de un campo magnético externo. En ausencia
de este campo, la transicion a la fase superconductora es de 20 orden, mientras que en
la presencia del campo magnético, ésta se vuelve de ler orden, por efecto Meissner. El
cambio en el orden de la TF se debe a que dentro de la fase superconductora, el cam-
po magnético no se propaga (efecto Meissner), ésto crea una presion extra que actia
sobre la pared superconductora, aumentando asi la energia dentro de la cavidad.

Un fenémeno anélogo al de los superconductores ocurre durante la TFED en
presencia de un campo hipermagnético® externo, esto es: En la fase simétrica el campo
hipermagnético permea todo el medio. Sin embargo, al momento de que se lleva a
cabo la TFED, mediante la nucleacion de burbujas de verdadero vacio (v # 0), una
de las dos componentes del campo hipermagnético (Z°) es expulsada de la fase rota,
penetrando sblo la componente electromagnética (y). Esto crea, al igual que en el
caso superconductor, una diferencia de presiones, como consecuencia del aumento de
la diferencia de energia entre las dos fases, esto es [33]

V0.T.) - V(v,T,) = %SmQ(ew)(By)?, (1.24)

con By el campo hipermagnético externo.

No obstante, cabe senalar que los limites inferiores para la masa del Higgs que la
colocan en my > 114,4 GeV [34] hacen que atn en presencia de campo magnético, el
escenario para la bariogénesis sea marginal.

4En la fase simétrica S(2)r x U(1)r, los campos que no se ven apantallados por el medio, y que,
por lo tanto, se propagan libremente, son los campos By de U(1l)y. Al ser esta caracteristica la
misma que el modo magnético de U(1)em, a éstos campos se les denomina hipermagnéticos.
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El efecto de campos magnéticos sobre la TFED, ha sido estudiado analiticamente
a nivel clasico [33] y a 1-loop de aproximacion [30], asi como por simulaciones de
lattice [32]. Estos estudios coinciden en que la presencia del campo externo, aumenta la
intensidad de la TFED, aunque el cociente v/T,, no alcanza el valor deseado para una
masa de higgs grande. Por otro lado, existen otras aproximaciones analiticas [35, 36],
en donde se estudia el potencial efectivo a temperatura finita en la presencia de un
campo magnético intenso. En estos trabajos se concluye, que la presencia del campo
externo, inhibe una TF de ler orden, como resultado de la contribucién de fermiones
ligeros, los cuales, en general, son despreciado en otros trabajos.

1.5. Sinopsis del trabajo

En este trabajo se estudia la transicion de fase electrodébil en presencia de campos
hipermagéticos, con los grados de libertad de la fase simétrica. Esta seleccion tiene la
ventaja que los bosones de norma en esa fase no se acoplan al campo hipermagnético
externo.

El trabajo esta dividido de la siguiente manera:

= En el capitulo 2, se presenta cada uno de los elementos que conforman el ME
electrodébil antes del rompimiento de la simetria. Escribo de manera explicita
el Lagrangiano de cada uno de los sectores del modelo estandar electrodébil. Lo
anterior permitira, por un lado, conocer las correcciones cuanticas al potencial
efectivo y, por el otro, determinar cuales son las particulas de la fase simétrica
que se ven afectadas por la presencia del campo externo.

= En el capitulo 3, se muestra el método del tiempo propio de Schwinger con
el cual se incorporan los efectos del campo hipermagnético externo sobre las
particulas a las que se acopla. Por otro lado, se ha elegido la jerarquia de escalas
YH < m?, donde la masa se tomaréa como la masa térmica. Esta eleccion surge
naturalmente de considerar que durante la transicion de fase, las masas de
las particulas crecen de cero y son proporcionales a la temperatura, mientras
que el valor de H se mantiene fijo. Esta eleccion resulta también conveniente
para avanzar analiticamente en los céalculos. Asimismo, dada la jerarquia de
escalas YH < m?, obtenemos para los distintos propagadores una expansion
perturbativa en potencias del campo YH.

» En el capitulo 4, se hace una presentacion breve de la teoria térmica de campos,
en particular del formalismo de tiempo imaginario, y se muestra la técnica de
la transformada de Mellin, que se emplea en el célculo del potencial efectivo.
Mediante el empleo de esta técnica, es posible obtener una expansién asintotica,
en términos del cociente (m/T), que eventualmente nos permite identificar las
contribuciones dominantes en la temperatura.
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= En el capitulo 5, se muestra el calculo explicito del potencial efectivo del mode-
lo estandar electrodébil a orden anillo, empleando las técnicas de los capitulos
previos. Analizamos el comportamiento del rompimiento de la simetria, intro-
duciendo los parametros del modelo estandar en el potencial efectivo.

= En el capitulo 6, se dan las conclusiones de este trabajo y se presenta un analisis
en torno a las aproximaciones empleadas y las consecuencias que han tenido en
los resultados. Estos son comparados con los de otros trabajos realizados con
otras aproximaciones y en un caso en donde se trabaja al mismo orden que el
mostrado en el presente trabajo. En éste ultimo en particular, se hace una critica
en cuanto a sus conclusiones sobre el efecto que tienen los fermiones ligeros en la
transicion de fase, las cuales difieren del presente trabajo. Finalmente, se plantea
la posibilidad que, en condiciones menos restrictivas, otros efectos puedan influir
en el escenario de la bariogénesis dentro del ME.

El trabajo ha sido reportado en las Refs. “ Effective potential at finite temperature
in a constant magnetic field: Ring diagrams in a scalar theory’, Phys. Rev. D 71,
023004 (2005) y “Effective potential at finite temperature in a constant hypermagnetic
field: Ring diagrams in the standard model’ Phys. Rev. D 75, 043004 (2007), que
constituyen la aportacion central de esta tesis y se describen de manera detallada en
el capitulo 5.



19

Capitulo 2

Modelo Estandar Electrodébil

Uno de los modelos de particulas més exitosos con el que hasta este momento se
cuenta es el modelo estandar. El éxito de este modelo radica en el hecho de que varias
de sus predicciones teoricas han sido comprobadas experimentalmente. Sin embargo,
no es un modelo completo, ya que no ha sido posible explicar a partir de éste el origen
de otros fendmenos, como la jerarquia de masas entre las diferentes particulas que lo
conforman, 6 por qué s6lo hay tres familias de leptones, por qué no hay neutrinos
derechos, etc.

La construcciéon de este modelo se basa en el principio de invariancia de norma
local. Bajo este principio, las particulas mediadoras de las interacciones (bosones de
norma) entre las particulas de materia (fermiones) se obtienen de manera natural,
relegando a la fuerza a un papel secundario.

El modelo estandar se basa en una teoria de norma no-Abeliana con grupo de
simetria SU(3), x SU(2)r x U(1)y. SU(3). es el grupo asociado a la interaccion
fuerte y sus mediadores son los gluones. El grupo compuesto SU(2), x U(1)y es el
grupo asociado a la interaccion electrodébil y sus mediadores son los bosones A% de
SU(2)y B, de U(1)y.

Aqui nos concentraremos solo en el sector electrodébil, i.e. SU(2), x U(1)y, pues,
como ya se ha mencionado, este sector satisface cada una de las condiciones de Sakha-
rov relevantes para la generacion de niimero barionico. El Lagrangiano del modelo
estandar electrodébil (ME) consta de los siguientes elementos

L=Luy+Li+Lyp+ Ly + Ly (2.1)

donde Ly es el Lagrangiano del Higgs, L el de fermiones, L, el de bosones de norma,
L,y el Lagrangiano que fija la norma, y £, el de fantasmas.

El objetivo de este capitulo es basicamente, mostrar la estructura de cada sector
del ME, ya que ello nos permitira encontrar cada una de las reglas de Feynman para
los vértices de interaccion, asi como establecer los diagramas que se ven afectados por
la presencia del campo externo, lo cual serda de vital importancia en el céilculo del
potencial efectivo tanto a 1-loop como a orden anillo.
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2.1. Sector de Higgs

Una caracteristica central del modelo estandar es el rompimiento espontdneo de
la simetria del estado base en el sector electrodébil, el cual permite que tanto los
fermiones como los bosones de norma W+ y Z° adquieran masa. Esto se lleva a cabo
mediante la introduccion del llamado campo de Higgs en el sector electrodébil.

En el modelo estandar minimo, el campo de Higgs es un doblete de SU(2) con
hipercarga Y = +1. El Lagrangiano de este campo es

Ly = (D,®) (D'®) + A(dTD) — \(DTD)?, (2.2)

donde

T .Y
DM = 3u + ZgEAM + ZTB;L (23)
con 7% las matrices de Pauli, v es el operador de hipercarga, B; = B,+ By A}, B,
son los campos de norma de SU(2), y U(1)y respectivamente. Finalmente, el doblete

Higgs se toma como
(ot 1 pstigy
®_<¢0)_\/§<¢1+i¢2)’ (24)

en donde el campo ¢; es el campo de Higgs fisico que desarrollara un valor de expec-
tacion v cuando la temperatura del sistema sea T" = 0.

Esta estructura tan particular del Lagrangiano es la que eventualmente permite
que las particulas no masivas adquieran masa. Esto ultimo se discute en méas detalle en
la ultima seccion. Cabe recordar que en este trabajo, estamos interesados en describir
la transicion de fase electrodébil, usando los grados de libertad de la fase simétrica,
i.e., los campos A,, B, no masivos, en vez de I/VMi y ZS masivos.

Para obtener las reglas de Feynman y encontrar todos los vértices del modelo,
desarrollamos el Lagrangiano de la Ec. (2.2), con lo cual se obtiene

2
Ly = (0,0)1(0"®) + 2(07D) — MN(@T®)2 + gZCIDT [6° 4 ie®ere] B AL AV

12 > — /
+ gZ@TY%)BHB“ —igd! 0" 'A% — ig'dt 0" OB, + %@TYTQCDAZB”,

(2.5)

donde se ha usado la identidad entre las matrices de Pauli 7¢7° = §% 4 %7, con
a,b=1,2,3, como los indices de sabor, y la definicion

Xé_’)‘YE%(Xa_’:Y—Xé_“Y). (2.6)
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Notese que el pentltimo término de la Ec. (2.5) acopla dos campos de Higgs con
el campo B*; esto nos indica que el campo de Higgs se vera afectado por la presencia
del campo hipermagnético externo.

En el apéndice A se muestra la forma diagramética para los vértices de interaccion
del Lagrangiano de la Ec. (2.5) asi como sus reglas de Feynman.

2.2. Sector de Fermiones

El Lagrangiano del sector fermionico estd dado por

Ly - ; [@ (m Sy - Is ~A) Uy +Tp (za - %YB’) foR] .27

donde ¥ es un doblete de fermiones izquierdos y Wg es un singlete de fermiones
derechos, ambos de SU(2).. La suma corre sobre todos lo fermiones del modelo, esto
es, 3 familias de leptones y 3 familias de quarks por cada color.

Por otro lado, los estados de quiralidad izquierda o derecha estan dados por

Usando esta definicion y escribiendo de manera explicita las contracciones de las
matrices v con los campos de norma, se tiene

Ly = Y [@ﬂ' P+ Uil — 6%(1 + )y TITAT,
fi

/
— Wgzu — Y5)Y, YW B" — U= (1 + 75)7, YU B (2.9)

=

en donde hay que tener presente que Y es el operador de hipercarga. En el Cuadro 2.1,
se muestran los eigenvalores para los operadores de isoespin débil 1"y de hipercarga
v, los cuales se obtienen facilmente de la relacion de Gell-Mann-Nishijima

Q:T3+§. (2.10)
Notese que en la Ec. (2.7) existen 2 términos en donde el campo hipermagnético
externo se acopla tanto a fermiones derechos como a izquierdos. Esto nos indica que
la propagacion de estos campos serd afectada por la presencia del campo externo, y
por lo tanto el efecto del campo deberd ser tomado en cuenta, tal como se muestra
en el Cap. 3, para el calculo del potencial efectivo.
Los diagramas de Feynman para los vértices de interaccion del Lagrangiano de la
Ec. (2.9), asi como las reglas de Feynman asociadas a éstos se muestran de manera
explicita en el Apéndice A
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fermion T T Y Q
Ve, Vyy Vr | 1/2 1/2 -1 0
er, p, 7o, | 1/2 -1/2 -1 -1
€RrR, UR, TR 0 0 -2 -1
ur, Cr, /2 1/2 1/3 2/3
dr, St 1/2 -1/2 1/3 -1/3
UR, CR 0 0 4/3  2/3
dR, SR 0 0 -2/3 -]./3

Cuadro 2.1: Eigenvalores de los operadores de isoespin débil y de hipercarga para
cada fermion del ME.

2.3. Sector de Yukawa

El Lagrangiano de Yukawa es el responsable de dar masa a los campos fermionicos
por medio del acoplamiento de éstos al campo de Higgs. De manera explicita, el
Lagrangiano esta dado por

[’Yukawa = Z szLCD\IjR + Z fZELé\DR + h.c. (211)

fermiones quarks

donde la suma es sobre todos los leptones y quarks presentes en el modelo, f; es la
constante de acoplamiento de Yukawa cuyo valor depende del campo fermionico, y
finalmente ® se define como

D = —in®* = ( —Zi* ) (2.12)

La razon por la que aparecen dos sumas en el Lagrangiano de la Ec. (2.11) se debe
al hecho que la primera suma so6lo acopla el campo de Higgs fisico a los fermiones con
proyeccion de isoespin débil T3 = —1/2, quedando fuera, los fermiones con T3 = +1/2.
Esto es suficiente, si se considera solo el sector de leptones, pues, en el ME minimo
los neutrinos (73 = 1/2) no adquieren masa. No obstante, al considerar a los quarks,
todos aquellos con T5 = 4+1/2, como (u, ¢, t), al no acoplarse al campo de Higgs, no
adquirirdin masa. Sin embargo, se sabe que estos son masivos, de ahi la segunda suma
en la Ec. (2.11), en donde estos quarks se acoplan al campo de Higgs.

Como se sabe, las masas de los fermiones abarcan un rango de energias muy
grande, éste va desde los eV, para los neutrinos, hasta los 174 GeV para el quark top.
Esta enorme variacion en la masa de los fermiones se contempla en el ME mediante las
constantes de acoplamiento f;. El valor maximo corresponde al quark top con f; ~ 1,
y los valores més pequenos corresponden a los fermiones mas ligeros. De lo anterior, es
de esperar que la principal contribucion de este sector al potencial efectivo se deba al
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quark top. Por lo tanto, centrando nuestra atenciéon en los términos del Lagrangiano
de la Ec. (2.11) que involucran al top, tenemos

Liop —g (20" +bo™) (1 + 5)t — giu —75) (¢°t — ¢™b)
— —gi [0+ %] t + gf [5(0° — ¢°)] ¢ (2.13)

donde la flecha indica que nos quedamos s6lo con términos que contribuyen a 1-
loop, que en este caso serd a la autoenergia del Higgs. Al igual que en las secciones

anteriores, los diagramas y las reglas de Feynman de este sector las he colocado en el
Apéndice A.

2.4. Sector de Bosones de Norma

En este sector, el Lagrangiano estd conformado tinicamente por los términos de
energia cinética de los bosones de norma de SU(2)., y U(1)y, esto es

1 1

Lg= — ZFW -F — ZFWFLW (2.14)
donde

F, = 0,A,-0,A,—gA, xA,

F;/w = O,B;, — 8,,]3;. (2.15)

Notese que en el caso del grupo U(1)y los bosones de norma no presentan términos
de interaccion, mientras que en el caso del grupo SU(2)y, la naturaleza no-Abeliana
da origen a términos de auto-interaccién entre bosones de norma. Para determinar
de manera explicita esta interaccion, sustituimos F,, en el Lagrangiano, con lo cual
obtenemos

1

1
Lgp= — ZF/MVFIIW - Z(aMAVa — 0"A") (9, A% — 0,A%)

— P  AMYAY ASCAT — geap(0M A, — 0V AP )ALAC, (2.16)

donde la posicion de los indices latinos es totalmente arbitraria, ya que estos siguen
la regla tradicional de suma, mientras que los indices de Minkowski no.

Por otro lado, la ausencia de términos de interaccién entre bosones SU(2). y
U(1)y, indica que los campos de norma no seran afectados por la presencia de un
campo hipermagnético externo. Este punto es muy importante y es la razén principal
por la que en el calculo del potencial efectivo no serd necesario tomar los efectos
del campo externo en los bosones de norma. Esta situaciéon cambia en la fase rota,
pues ahi los grados de libertad son los bosones W* los cuales si se acoplan al campo
electromagnético. Tal como lo he senalado anteriormente, los diagramas y las reglas
de Feynman que corresponden a este sector, se encuentran en el Apéndice A.
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2.5. Rompimiento espontaneo de la simetria.
Lagrangiano que Fija la Norma

Con el fin de analizar los diversos aspectos que hay alrededor del rompimiento
espontaneo de la simetria del estado base en el ME, en esta seccién analizaremos este
fenémeno en el modelo de Higgs Abeliano, con simetria de norma local U(1).

El Lagrangiano del modelo de Higgs Abeliano se construye de tal manera que
el campo escalar complejo sea invariante bajo transformaciones de norma local del
grupo U(1). Explicitamente, el Lagrangiano tiene la siguiente forma

A
£ = (D) Do+ 12610 — 2(010)? — L P 2.17)

con
1
V2

en donde el término de energfa cinética F),, F'*” del campo de norma A* se introduce
a mano en el Lagrangiano.

Un elemento importante en el estudio de la simetria es el potencial de los campos
escalares, en este caso dado por

Du = au - ieAua F/u/ = auAu - 0,A, ¢= (¢1 + 2¢2) ) (218)

V(9) = —16lo + S (6167, (2.19)

en donde el comportamiento de la simetria del estado base depende del valor de los
parametros p? y A. Se considera el estado base como el estado en el cual el potencial
toma su valor minimo. En este caso, el potencial toma valores extremos cuando

(o + 310 ol =0 (2:20)

donde |¢| es la magnitud del campo escalar complejo.

En el caso p? < 0y A > 0, la Ec. (2.20) solo acepta la solucion |¢| = 0. En este
caso se dice que la simetria del estado base de la teoria no esti rota. No obstante la
situacién cambia para pu? > 0y A > 0, en este caso el potencial presenta dos valores
extremos, uno de ellos corresponde al valor |¢p| = 0, el cual ahora corresponde a un
maximo local. El otro valor extremo corresponde a

lp| =v = 2—“ (2.21)

Y
VA
esta solucion en realidad representa una circunferencia de radio v, tal como se muestra
en la Fig. 2.1, lo cual nos indica que el minimo es degenerado. Sin embargo, al elegir
uno de ellos como el estado base de la teoria, por ejemplo

(91) = v, (¢2) =0, (2.22)
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Figura 2.1: Potencial del modelo de Higgs Abeliano, para > 0y A > 0.

la simetria del estado base de la teoria se rompe espontaneamente, pues el estado
base deja de ser invariante ante transformaciones locales de U(1). Este mecanismo
es conocido como el mecanismo de Higgs, y es por éste medio que las particulas
de la teoria adquieren masa. A esta fase, en donde las particulas tienen masa, se le
denomina fase rota.

Para desarrollar la teoria alrededor del estado base elegido, hacemos lo siguiente

1
=—(wWw+h+1 2.23
¢ 7 ( X) (2.23)
donde A y x son los nuevos campos desarrollados alrededor del vacio, que al reemplazar
en el Lagrangiano, se obtiene

1 1 = 1
L = §(auh)2 + 5(3,»()2 — evA,0"x —2eA,(h 0" x)+ 5620214“,4“

1 vt A? AV AU
2 2072 2 " 2 3 2
h)A, A" + —e*(h AAY+ — — —h*— —h’— —h
+ € (U ) M + 26 ( +X ) ] + 16 4 4 4 X
A 2 1
— — (K +x?) = SF, "™ 2.24
16 7+ X)" = g Fw (2.24)
de donde se observa que el espectro de particulas ha adquirido las siguientes masas
ma = ev, my = V2?2, m, =0. (2.25)

En este punto debemos tener cuidado en la interpretacion del espectro de particulas
del Lagrangiano de la Ec. (2.24), pues en el Lagrangiano de la Ec. (2.17) consta de
4 grados de libertad, 2 de ¢ y 2 de A*. Mientras el altimo consta de 5 grados de
libertad: 2 escalares y 3 de A" pues es masivo. En realidad el grado de libertad extra
es espurio y representa una libertad de norma en el campo masivo A*. Esto se ve
claramente usando la norma para el campo A* dada por

An = Ar — iaﬂx, (2.26)
€V
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en la Ec. (2.24), con lo cual la parte cinética del campo x desaparece, esto es
1 1
L, = 5(6,»()2 —evA,0"x + 5621)214#14“
1
— g€ 22 A, Ar (2.27)

esto comprueba que x no es un grado de libertad fisico, y por lo tanto el nimero de
grados de libertad antes y después del rompimiento de la simetria se conserva.

En el proceso de cuantizacion de una teoria de norma, es muy importante hacer
una eleccion de la norma remanente del rompimiento espontaneo. En calculos en
teorias de campo, es muy importante que las observables fisicas no dependan de la
eleccion de norma. Por ello es conveniente hacer un estudio en la norma arbitraria g,
ya que ésta mantiene a todos los campos que hay antes del rompimiento, a expensas
de introducir dos Lagrangianos que cancelan los grados de libertad extra, como el
campo X. Estos Lagrangianos son:

» el Lagrangiano que fija la norma en el modelo de Higgs Abeliano

Lop= — 5(8“14 + Eevy)?, (2.28)
» el Lagrangiano de fantasmas
Lo, =T [-0> —&e®v(v+h)]c, (2.29)

donde ¢ son los campos fantasmas, en el sentido que éstos no obedecen el principio
del espin y la estadistica, pues al ser bosones, anticonmutan.
Por lo tanto en la norma Ry, el Lagrangiano de la Ec. (2.24) es

E _ %(8uh)2+%(8ux)2—26/1u(h5;‘x) %62 2A Au 5 2U2X2 i(aNAN)Q

2 2
1 vt a? AU Av
A A+ 2 A AP+ — — ]2 “hx?
+ e*(vh) e2(h? + x?) +16 4h 4h 4hX
A 1
BT, (R* + x ) — ZFWFW + 9"¢d,,c — Ee*vPec — Eetvhec, (2.30)

en la norma arbitraria, en vez de desaparecer el campo y por completo, éste aparece
con una masa proporcional al parametro de norma &, lo cual es una senal de que este
campo es ficticio y no es producido en ningin proceso fisico. Lo mismo sucede con
los campos fantasma, su masa es proporcional al pardmetro de norma.
En el caso del modelo estandar electrodébil, el Lagrangiano que fija la norma y el
de fantasmas estan dados por [37]
Lop= —

Lomai - —§gv¢) Lorp, - _gg "ge)?, (2.31)

26 2€
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1

Lo= = 5

(0" Al — %ggw)? _ 21—5(8“BM + %fg’v@)Q, (2.32)
donde i = 2,3, 4.

Una nota importante respecto a la eleccion de norma es en torno al potencial
efectivo, pues en principio éste es un objeto dependiente de norma [38], pero las
observables fisicas obtenidas a partir de éste son independientes de norma [39].

En el calculo del potencial efectivo del ME en presencia del campo hipermagnético
externo, la forma diagramatica mostrada en el apéndice A, sera muy ttil, ya que
nos permitira determinar cuéles particulas se acoplan al campo B, de U(1). Como
veremos en el siguiente capitulo, la propagacion de tales particulas se ve modificada

por la presencia del campo externo.
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Debido a que durante la transicion de fase electrodébil, la tasa de interaccion entre
las particulas era mayor que la tasa de expansion del universo, se puede considerar
al sistema en equilibrio térmico, y por lo tanto el FTT puede ser aplicado sin ningiin
problema.

La teoria térmica de campos en el FTI puede formularse por dos caminos; uno es
el método de operadores y el otro es el de integral de trayectoria. De éstos, el que
ha sido ampliamente explotado en teorias con transicion de fase como superfluidez,
superconductividad, plasmas y el modelo de Ising, ha sido el de la integral de trayec-
toria, ya que es posible obtener una expansion perturbativa en los acoplamientos, a
la cual se asocia una forma diagramatica, al estilo del caso de temperatura cero.

El objetivo de este capitulo es mostrar algunos de los elementos esenciales de la
teoria térmica de campos en su formulacion de tiempo imaginario, asi como desarrollar
algunas técnicas que se emplearan en el calculo del potencial efectivo.

4.1. Formalismo de Tiempo Imaginario

Tenemos, en la imagen de Schrédinger, al operador de un campo escalar al tiempo
t = 0, como ¢(x,0), y el operador de momento como 7(x,0). Los eigenestados del
operador del campo etiquetados por |¢) satisfacen,

B(x,0)|6) = ¢(x)]0), (4.1)

donde ¢(x) es el eigenvalor. Como es bien sabido, estos eigenestados satisfacen con-
diciones de completes y ortogonalidad, esto es,

/ o)) (0] = 1
<¢a|¢b> = 6[¢a(x)_¢b(x)]' (42)

Andalogamente, los eigenestados del operador del momento etiquetados por |7) satis-
facen

(x,0)|m) = m(x)|m), (4.3)

con sus correspondientes relaciones de completes y ortogonalidad

/ dr(x)m)a] = 1
(ralm) = Slma(x) — m(x)]. (4.4)

Ya que los campos cuanticos poseen un numero infinito de grados de libertad, el
traslape entre los operadores de posicion y momento que se obtiene en la mecanica
cuantica se generaliza en el caso de campos a la relacion

i) = exp [i [ om0 (45)
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Como es bien sabido del caso de la mecanica cuantica, el Hamiltoniano, que depende
de las variables canodnicas del problema, permite hacer el andlisis de la dindmica
del sistema. En el caso de campos cuanticos sucede lo mismo, s6lo que ahora el
Hamiltoniano es expresado como la funcional del campo y el momento conjugado,
esto es

H= / PrH (7, d). (4.6)

Con ayuda del Hamiltoniano es posible evolucionar estados |¢,) al tiempo ¢t = 0 a
estados a un tiempo posterior t; por medio de la operacion |¢p) = e "Hf]¢,). La
amplitud de transicion entre los estados ¢, y ¢ es entonces (¢gp|le %1 |, ).

Ya que estamos interesados en usar la mecénica estadistica para obtener las propie-
dades termodinamicas de un sistema de particulas descritas por la teoria de campos,
entonces tal sistema debe cumplir con ciertas condiciones de la mecanica estadistica,
una de las cuales restringe al sistema a hallarse en equilibrio. Esto tiene como efecto
que los estados iniciales, al evolucionar de un tiempo inicial £ = 0 a uno final ¢;, regre-
sen a su estado original. Dividiendo el intervalo de tiempo [0,¢f] en N intervalos con
la misma duracion At = t;/N e insertando alternativamente los conjuntos completos
de las Ecs. (4.2), (4.4), la amplitud de transicion entre los estados |p,) v |da) es

<¢a|€_thf|¢ = 11m/< dm ><¢a|7TN><7TN|6_iHAt|¢N><¢N|7TN—1>

X <7TN71’€ ' At‘¢N71> X X <¢2\7T1>(Wl\efiHAt\¢1><¢1’¢a>-
(4.7)

Por otro lado, en el limite At — 0, el operador de evolucion puede ser aproximado de
la siguiente manera

(mile™ ¥ gy)  ~ (m](1— iHAL)|¢;)
= (m|ei)(1 — iH;At)

= (1 —iH;At)exp [—i/d?’xm(x)gbi(x)}, (4.8)
en donde H; = [ d*z H(m;(x), ¢i(x)) y se ha usado la Ec. (4.5).

Haciendo uso de la ecuacion anterior en la Ec. (4.7) y, después de un poco de
algebra, esta se reduce a

(6ule™1]6) = lim / ( d”ld@) 561 — da)

—z’At; / P (H(wj,d)j) —7@-%)] , (4.9)

X exp
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donde ¢ni1 = ¢4 = ¢1. En el proceso de simplificacion de la Ec. (4.9) se usé la
definicion de la exponencial,

a , a\N
e = lim. <1_N) . (4.10)

Para obtener la representacion funcional de la amplitud de transicién, tomamos
el limite continuo de la Ec. (4.9), esto es

e i) = flam [ )

(z,0)

x expl/tfdt/d:g < .t ¢(ai’t)—H(w(x,t)ﬁ(x,t)))},

(4.11)

donde los simbolos [dr] y [d¢] indican la integracion funcional. Notese ademas que las
condiciones de periodicidad solo restringen a la funcién de onda ¢ y no al momento
7. La ventaja que tiene la Ec. (4.11) es que ésta ya no hace referencia a ningun
operador [55].

En el caso muy particular de una teoria escalar con el Hamiltoniano

Hir ) = 32+ H(V6) + 6t + V(o). (1.12)

donde V'(¢) es el potencial, la integracion sobre el momento canoénico 7 en la Ec. (4.11)
es muy simple y se obtiene

) o(x,ty) .
(Pale™|¢0) = N [dg] e (4.13)

¢(x,0)

en donde N es un factor constante de normalizacion que no tiene importancia y el
factor que aparece en la exponencial es la acciéon del campo escalar, esto es

t 1 2
- /0 ' dt/d% (ia“qsaﬂqs - %& - V(gb)) . (4.14)

Para hacer la conexion con la fisica estadistica, en la Ec. (4.13) hacemos el cambio
ty — —it con 7 en el intervalo [0, 5] y finalmente le tomamos la traza, con ello se
deriva lo siguiente

o(x,—1if)

/d¢a (Gale™™|¢q) = N/dd)a e r (4.15)

(2,0

donde Sg es la accion Euclidiana, dada por

SE—/ dT/d3 [ (—3—2—v2+m)¢+w¢)], (4.16)
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en donde hemos integrado por partes y usado condiciones de frontera.
En este punto la conexién con la fisica estadistica se hace clara, pues la funcién
de particion Gran Canonica (con p = 0) se define como

Z =Tre P = (¢oe ™ |by), (4.17)

tiene el mismo significado que la Ec. (4.16) pero desde un punto de vista funcional de
teoria de campos. Una nota adicional referente a las condiciones de equilibrio es que
éstas estan contenidas en la periodicidad de las funciones ¢,, y en caso de tratar con
fermiones, éstas se reflejaran en la antiperiodicidad para las funciones v, por tratarse
de variables de Grassman. En cualquiera de los dos casos, la energia se discretiza en
las llamadas frecuencias de Matsubara.

Para obtener la funciéon de particion en el caso de campos escalares sin interac-
ciones, usamos Ec. (4.15) con V(¢) = 0. De la teoria de campos a temperatura cero,
sabemos que la funcional generatriz de la Ec. (4.15) se relaciona con el determinante
del operador inverso de la accion, esto es

Z = A(det[D™])", (4.18)
donde A es una constante y
1 2 0 2 2
D =p (—ﬁ—v +m). (4.19)

Por lo tanto, la energia libre de un gas de campos escalares es

1 1o -1

=—0"InZ= 56 In(det[D™]), (4.20)
en donde el determinante es trivial si se escoge una base en la cual el operador D!

es diagonal. Esta base se encuentra facilmente si se expresan los campos ¢ en su serie
de Fourier asociada a [0, 3] x R3, esto es

o(x,7) = 30 3 g, (). (4.21)

donde la condicion ¢(z,0) = ¢(x,F) implica w,, = 2n7T con w, las frecuencias de
Matsubara!. Por lo tanto, reescribiendo la energia libre, se tiene

0 - %ﬁ_lln(det[D_l])
1 d*p
- 5”;/ (2n)

'En el caso de fermiones la frecuencia de Matsubara es w,, = (2n + 1)7T.

2, 2
: In(w;, +w,) (4.22)
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donde w? = p* +m? y V es el volumen. Ademas, se ha reemplazado la suma por la
integral sobre el momento.

Para hacer la suma sobre las frecuencias de Matsubara, derivamos la Ec. (4.22)
con respecto a w, y usamos la identidad

1 1
P (4.23)
—~wp twp 2w, Wy

con n(w,) la distribucion de Bose-Einstein. Una vez hecho ésto, integramos con res-
pecto a w, y obtenemos que la energia libre es

d? 1
oy [ -] s

donde el primer término es la energia de vacio y el segundo es la contribucion de la
materia. En el limite m? < T? el resultado de ésta tltima es

0=-vIi- (4.25)

donde la presion del gas ideal de bosones se obtiene facilmente si recordamos que
) = PV, con P la presion. Dado que el formalismo que hemos empleado hasta ahora
es el de integral de trayectoria, el diagrama de Feynman asociado a la Ec. (4.25) es
el mostrado en la Fig. 4.1.

Figura 4.1: Diagrama de Feynman asociado con la energia libre de un gas de bosones
escalares.

Al igual que en el caso de temperatura cero, la introduccion de una fuente de
campos escalares en la accion de la forma

Sp — Sg + /Oﬁ d*z J(x)p(z) (4.26)

nos permite aplicar el método funcional para obtener correcciones cuénticas a la
energia libre, asi como las funciones de Green de n puntos.
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En el caso de fermiones, se puede aplicar el mismo formalismo, de tal manera que
en este caso la funciéon de particion es

Z; = A(det[DY]), (4.27)

esta forma se debe a que los fermiones se expanden en términos de las variables de
Grassman.

En las siguientes secciones se hara una revision de algunos de los métodos més
empleados en teoria térmica de campos y algunos no tan explotados, como la transfor-
mada de Mellin, para llevar a acabo los céalculos que involucran integrales con loops.
Como veremos, en el fondo, todos estos métodos estan relacionados, pues hacen refe-
rencia a una expansion perturbativa en donde la temperatura es la escala dominante.

4.1.1. Reglas de Transformacién de T'=0a 7T # 0

Como se mostro en la seccidén anterior, existe una enorme similitud entre la teoria
de campos a T =0y T # 0, en el formalismo de tiempo imaginario, al grado que se
puede establecer una serie de reglas que nos permitiran transformar expresiones de
loops obtenidas de aplicar las reglas de Feynman de 7' = 0 a expresiones con T" # 0.

Para derivar estas reglas, debemos notar que un cambio de variable ¢ — —i7 en
la Ec. (4.14) tiene la siguiente consecuencia

, 2
(9,0" —m?) jminiy (—% — V4 m2) , (4.28)

y en el espacio de momentos el cambio anterior es
(kb —m?) — (wi + k24 m2> . (4.29)

En esta dltima expresion debemos notar que la métrica de Minkowski se transforma
en la métrica de Euclides y ademaés el signo relativo entre la masa y las componentes
espaciales del momento no cambia al cambiar de métrica, ésto nos indica que el signo
de las componentes espaciales no cambia. Por otra parte, no hay que olvidar que los
“operadores” de la Ec. (4.29) son parte de la integral funcional en el caso T'= 0y
T # 0 respectivamente, y que daran origen a las funciones de Green de n puntos.

Para obtener una regla que nos permita pasar de 7' =0 a T # 0, notemos que a
partir del lado izquierdo de la Ec. (4.29), es posible obtener el lado derecho mediante
el cambio kg — iw,, salvo un signo. Por lo tanto, una regla es

o — i = (kb —m?)” 20 (—1)7 (w2 + K2 + m2)a. (4.30)

Por otro lado, de las Ecs. (4.20) y (4.21), notemos que el elemento de volumen del
espacio fase solo se ve afectado por las condiciones de frontera impuestas a los campos
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(en ese caso escalares). Por lo tanto la regla que se establece de esta observacion es

dk T o Z/ d3k (4.31)

A T = 0, los vértices y las funciones de Green de dos puntos de una teoria en
general van acompanados por un factor i, esto da como resultado que la funcional
generatriz Z[J] (véase la Ec. (4.13)) esté dada en términos de la fase iS, con S la
accion. En cambio, a T # 0, el factor i esta ausente de la funcional generatriz (véase
la Ec. (4.15)), y entonces, ni vértices ni propagadores contendran factores de i. Por lo
tanto, la expansion perturbativa de la funcional generatriz a T' = 0 tendr& un cambio
de signo extra respecto a 1" # 0.

Finalmente, las reglas anteriormente discutidas pueden ser resumidas en la si-
guiente expresion:

[ e 22

dk b2b

-k [(-1)7A7]  (4.32)

donde
1 1
2 _ 12 50 A= 2 27
ki — k2 —m wi+k*+m
con {a,b,o} nimeros enteros positivos y el primer signo negativo del lado derecho
toma en cuenta el hecho que la accion es Euclidiana. Este conjunto de reglas forman

parte central del procedimiento empleado en el calculo de las autoenergias de los
bosones del modelo estandar.

D= (4.33)

4.2. Aproximacion HTL

La aproximacion Hard Thermal Loops (HTL) es uno de los métodos mas am-
pliamente empleados en TTC. Esta aproximaciéon permite obtener la contribucion
dominante en la temperatura de las integrales de momento, al considerar que los mo-
mentos del loop son del orden de la temperatura 7T'. Esto se justifica en el hecho que
la integral, al infinito, esta regulada por la distribucion de Bose-Eintein (o Fermi-
Dirac), por lo que el corte ultravioleta natural es la temperatura. De este modo, por
ejemplo, en integrales cuadraticamente divergentes, es de esperarse que la principal
contribucion en la temperatura sea O(T?), etc [28].

Para mostrar en qué consiste este método, desarrollaré el calculo explicito de la
autoenergia de un campo escalar en una teoria \¢*, esto es?

22 d*k 1
=5 | G T (454

’Esté ejemplo me va a permitir més adelante discutir dos puntos que son importantes en el
célculo de esta tesis: 1) Los fenémenos infrarrojos y, 2) El uso del parametro de Feynman en calculos
a temperatura finita.
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El diagrama de Feynman correspondiente se muestra en la Fig. 4.2.

0
()
o— )¢
0

Figura 4.2: Diagrama de Feynman en una teoria \¢?>.

Aplicando la regla de la Ec. (4.32), la autoenergia a temperatura finita es

d*k 1
TZ/ )3 [w2 + K2 + m2][(wn + wm)? + (kK + )2+ m2]’ (4.35)

Para hacer la suma sobre las frecuencias de Matsubara, seguimos el procedimiento
descrito en el apéndice B. Se obtiene

. B coth (&)
H(iwm, p) = Z/ { N R )

4wk (wk + 5 iwpy)” — Wity

N coth (“k+p) } | (4.36)

Awpeyp (Whip + 8 1w)* — w?)

donde w? = z*+m?. Usando una vez mas fracciones parciales y factorizando términos,

se tiene
4’k 1 coth + coth (ke
Miwmp) = 5 3 [ { ) - eoth (55
s==+1

27)3 dwpwitp | 2(0 swp, + wi + wk+p)

coth (£) — coth (“2t2) } | (4.37)

2(i Swy, + Wk — Wetp)

Hasta el momento, no hemos aplicado ningtn tipo de aproximacién en la deduccion
de la Ec. (4.37); ésta es exacta y coincide con la Ref. [28], sustituyendo coth(w/2T") =
1 + 2n(w), donde n(w) es la distribucién de Bose-Einstein. Como puede observarse
de la Ec. (4.37), la integracion sobre el 3-momento resulta muy complicada debido a
las variables angulares. Es ahi donde las aproximaciones nos pueden ayudar a extraer
la fisica relevante al problema. En particular, estamos interesados en una situaciéon
en donde el plasma estd muy caliente y las particulas que se mueven dentro son
no masivas, i.e., un régimen de energias en donde la temperatura es la escala mas
alta. Por lo tanto, considerar que las fluctuaciones cuénticas adquieran energias del
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orden de la temperatura es una buena aproximacion. Justo estas son las condiciones
en donde la aproximacion HTL brinda un método para obtener las contribuciones
térmicas relevantes al problema. Esta aproximacion consiste en lo siguiente [28]:

k~T > p, m
Wrip = W+ Up cos(0)
kp dn(wy,)

n(Wrtp) & n(wk)—irw—kcos(e) o

(4.38)

donde 0 es el angulo entre k y p. En realidad en la aproximacion HTL, la masa se
desprecia de modo que wy =~ k, no obstante, previendo el resultado que se obtiene
usando otros métodos, se mantendra m finita.

Reemplazando estas aproximaciones en la Ec. (4.37), llegamos a

? ’ n(w) | dn(wy) @
A il/(alk ! {1+2 L kp }

2 = 2m)3 4w? | s twp, + 2wy, dwy, (s iwpwy — pkx)

Miwn,,p) = —

(4.39)

donde z = cos(#). Notese que mediante el uso de la aproximacion HTL ha sido posible
separar la integral angular. En lo que sigue mostraré que esta aproximacion rescata
los puntos esenciales de la parte térmica de la autoenergia.

Notese que en el primer término el factor iw,, es pequeno comparado con k ~ T,
ademés éste no depende de los factores angulares. Sin embargo, esto no ocurre con
el segundo término, ya que ahi todas las escalas que aparecen son pequenas compa-
radas con T (wy, ~ k). Este tltimo término es esencial, ya que pone en evidencia la
no analiticidad de la autoenergia cerca del origen cuando la variable discreta w, se
continiia analiticamente a valores reales® |[56]. Para ver lo anterior en detalle, centre-
mos la atenciéon solo en éste término. Una vez que se hace la integral angular en la
Ec. (4.39), obtenemos

- A2 dk k% dn(wy) 1SWyn W iswmwy — kp
117 ms = T 5 -2 - 1 . 9
(im, p) 2 82;41/ (27)?2 {4w2 dwy, { kp " (zswmwk + kp)} }

(4.40)

donde se ha usado

z T SWyWk . .
/dl’ (S W W — kpx) - _% o k2p? ln(stmwk - kpl'). (4.41)

3La continuacién analitica se puede hacer de varias maneras, y en cada una la informacién fisica
que se extrae es diferente, por ejemplo en el caso de w,, — pg + in la informaciéon que se obtiene de
Im(II) es la tasa de decaimiento de las particulas dentro del plasma.



CAPITULO 4. TEORIA TERMICA DE CAMPOS 56

op A

=Y

Figura 4.3: Trayectoria general sobre la cual se toma el limite de momento externo
yendo a cero p* — 0. La manera en la que el cuadrimomento externo se aproxima al
origen determina una situacion fisica muy particular.

Haciendo la continuaciéon analitica iw,, — py con pg € R, y después haciendo
po = ap, se tiene lo siguiente

H(ap.p) - _)\_2 dk  k* dn(wy) {_4_0&% I [(awk—k)Q

2 ) (27)?24w? dwy k awy + k
Con la sustitucion anterior, se estd parametrizando la forma en que el momento ex-
terno se acerca al origen, tal como se muestra en la Fig. 4.3. La manera en que se toma
este limite tiene dos significados fisicos totalmente diferentes: el limite (py = 0, p — 0)
da cuenta del apantallamiento que sufre la particula en el plasma, mientras el limite
(po — 0,p = 0) da cuenta de las oscilaciones del plasma, aunque esta altima interpre-
tacion se cuestiona en la Ref. [57]. Estas dos situaciones fisicas corresponden a tomar
en la Ec. (4.42) a — 0 y o — 00, respectivamente, y analiticamente corresponden a
lo siguiente

(4.42)

) N[ dk k2 dn(k) 0, a—0
II - —4 — ’ . 4.4
(ap. p) 2 | (2r)24w? dk { { —4, a— o0 } (4.43)
Por lo tanto, sustituyendo la Ec. (4.43) en la Ec. (4.39), se tiene
A2 L odk (K k2 dn(k)
11 = -2 [ =0 L 4.44
@0) = <y [ e {0+ 5000 @

donde 4,9 es la delta de Kronecker. Ademés se ha omitido el término de vacio. Notese
que haber preservado la masa desde el inicio evita las divergencias infrarrojas en la
Ec. (4.44).

La no conmutaciéon de los limites esta asociada a la presencia de puntos rama de
la funcion logaritmica de la Ec. (4.42). Estos puntos se hallan en aw, = £k [56],
en donde no hay que olvidar que el origen de este término resulta de la integracion
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angular, y que en general aparecen independientemente del método que se use para
hacer las integrales en loops.

Como puede verse, la aproximacion HTL permite obtener las contribuciones domi-
nantes en la temperatura* pero el procedimiento, a pesar de ser relativamente simple
en el caso de dos propagadores, se vuelve complicado cuando hay mas propagadores
involucrados. En este tipo de circunstancias seria ideal, en analogia al caso de la teoria
de campos a T' = 0, implementar el uso del parametro de Feynman que permite con-
densar la informacion de todos los propagadores, sin importar el nimero de estos, en
un tnico factor. En la siguiente secciéon exploramos las condiciones bajo las cuales es
posible implementar el parametro de Feynman en el formalismo de tiempo imaginario,
ya que, como hemos visto en el Cap. 3, la incorporacion del campo hipemagnético
externo complica la estructura funcional de los propagadores.

4.3. Parametro de Feynman

La implementacion del parametro de Feynman a temperatura finita no es tan
imnediata como en el caso de T = 0, la dificultad surge de la presencia de puntos
rama, tal como se vi6 en la seccion anterior. El empleo directo del parametro de
Feynman, tanto en el FTR como en el de FTI [58, 59] condujeron a diversos resultados
erréneos |56]. No obstante, en el caso del FTR, se lograron establecer las bases para
la aplicacion metodica del parametro de Feynman [60]. Para el uso del parametro de
Feynman en el FTI no hay literatura al respecto.

En esta seccion se muestra la viabilidad del uso del parametro de Feynman en el
FTT en el limite infrarrojo (pg = 0,p — 0). La manera de mostrarlo es mediante el
uso de diversas técnicas bien establecidas en el campo de temperatura finita, para el
calculo de loops, y comparar los resultados con aquellos en donde se us6 el parametro
de Feynman. El procedimiento seré el siguiente: a) Para determinar el limite infrarrojo
usamos el método de Weldon® [56] y tomamos (v = 0), donde « es el cociente entre la
componente cero del momento y la magnitud del 3-momento. b) Una vez que se tiene
la estructura funcional para el loop, procedemos a usar la técnica de regularizacion
dimensional usada por Dolan y Jackiw [38] para obtener los términos dominantes en
la temperatura. ¢) Este resultado se compara con aquel obtenido de usar el parametro
de Feynman.

4En el sentido que, al no haber otra escala de energia presente en las integrales de momento —pues
en la aproximacion HTL se desprecia la masa— el resultado de las integrales esté en funcién de la
lnica escala presente, la temperatura.

5El método consiste en calcular primero la suma sobre las frecuencias de Matsubara y la integra-
cion angular, y después, tomar el limite p* — 0 sobre una linea recta con inclinacién arbitraria «,
tal como la mostrada en la Fig. 4.3.
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Del ejemplo de la seccion anterior, tomamos el limite infrarrojo (o = 0), esto es

(0, p —0) = AQ (;:) {RE:;’“)MZ?}, (4.45)

en esta expresion se han cancelado términos de masa que no comprometen la conver-
gencia de la integral. En el primer término usamos el método de Dolan y Jackiw [38]
(para detalles véase el apéndice B). Para el segundo término, el resultado es directo
y resulta ser O ~ (T'/m). Por lo tanto, el resultado final es

N (T m m2((3)

Al aplicar el parametro de Feynman a la Ec. (4.35) el resultado es

M(po,p) = 4(;—;)2{WT+i+1 (2\/_T)+7E Z;gf;)} (4.47)

Este ultimo resultado se obtiene mediante la aplicacion del método que se desarrolla
en la siguiente secciéon. Cabe mencionar que este tltimo método usa regularizacion
dimensional y no separa la parte de materia de la del vacio, y por ello aparece el tér-
mino (1/¢). Una vez que se extrae la parte de vacio, ambos resultados coinciden, tal
como se muestra en el apéndice B. Como puede notarse, en ambos casos los resultados
coinciden exactamente. Este mismo procedimiento es empleado para una estructura
funcional un poco mas compleja y, al comparar ambos métodos, los resultados coin-
ciden. Los detalles se muestran en el apéndice B.

Esto es ain tema de investigacion, que surgi6 de manera paralela al cilculo cen-
tral de esta tesis y actualmente se encuentra en pleno desarrollo. Sin embargo, los
casos que se han probado con dos tipos de estructuras funcionales arrojan resultados
alentadores. Lo anterior, aunado al hecho que los resultados dominantes en la tem-
peratura que se obtienen en esta tesis coinciden con los de la Ref. [61] para el caso
de la TFED sin campos magnéticos, nos hacen pensar que el uso del pardmetro de
Feynman arroja resultados correctos en el limite infrarrojo (po = 0,p — 0).

En la siguiente seccion se desarrolla un método que nos permite de manera simple
obtener una expansion asintoética en el régimen de alta temperatura, y al mismo
tiempo, nos indica la principal contribucion de las escalas pequenas en esté régimen.

4.4. Transformada de Mellin

Una de las técnicas que se emplean para obtener el comportamiento asintotico
de sumas e integrales infinitas es la llamada transformada de Mellin [62]. El par de
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funciones relacionadas por esta transformacion, se define como

F(p) = /00 da f(z)zP~, a < Re(p) < 8 (4.48)
0
c+io0o
flz) = QLM B} dpF(p)x™?, a<c<f (4.49)

donde F(p) es la transformada de Mellin y f(x) la transformada inversa.
El uso de esta transformada en sumas infinitas, se basa en lo siguiente: Suponga-
mos que se tiene una suma que converge uniformemente de la forma

o0

S = Z f(n), (4.50)

donde f(n) es alguna funcién, a la cual le corresponde una transformada de Mellin
inversa F'(p), esto es

1 c+i00
fn) = = dpF(p)n~". (4.51)

2mi c—100

Sustituyendo la Ec. (4.51) en la Ec. (4.50) se tiene

c+1i00
5 = Z 27?2/ dpF(p

1 c+100

= — dpF(p) C(p), (4.52)

27 Joino

donde ((p) es la funcion zeta de Reimann y el intercambio entre la suma e integral
es posible debido a que hemos supuesto que la suma converge uniformemente en el
contorno de integracion [62] de p. Notese que en la Ec. (4.52), el problema de hacer
la suma sobre n se ha convertido en calcular la transformada de Mellin de f(n).

En este trabajo, debido al uso del formalismo de tiempo imaginario para incorporar
los efectos de la temperatura en el potencial efectivo, serd comin que encontremos
sumas sobre frecuencias de Matsubara de la forma

w2tk2a

—d n
S=T Z / e e (4.53)

n=—oo

donde w,, es la frecuencia de Matsubara, ya sea de boséon o fermioén, y u es el factor
de escala empleado en métodos de regularizacion dimensional. El procedimiento que
a continuacion se detalla estd basado en la Ref. [63].

Aprovechando que el sumando es par, en la suma infinita bastard con tomar el
doble de las frecuencias positivas. En el caso muy particular de t=0 y frecuencias de
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bosones, el término n = 0 se calcular& por separado. Teniendo en cuenta lo anterior,
las sumas a realizar seran de la forma

S ddk w2tk2a
S = 2T —d n . 4.54
> | G e .

En este tipo de calculos la contribucién de vacio no se ha aislado, es por lo tanto
de esperarse que algunas veces el resultado contenga divergencias, pero éstas son en
general divergencias ultravioletas que provienen de la parte del vacio de los propaga-
dores. Por otro lado, la invariancia de norma del modelo estandar en la fase simétrica
demanda implementar el esquema de regularizacion dimensional, el cual preserva la
invariancia de norma, de ahi la escala de adicional p de la Ec. (4.53), que preserva
las unidades globales de energia.

En lo que sigue, se procederd a implementar la técnica de la transformada de
Mellin a la Ec. (4.54), en donde identificamos f(n) como

4 ddk with“
f(n) =p /(%)d 1 i) (4.55)

Por lo tanto, si usamos la Ec. (4.52), solo resta encontrar la transformada de Mellin
de la Ec. (4.55). Aplicando la definicion de la Ec. (4.49), se tiene

e’} ddk w2tk2a
F(p) = dw,, wP ™1 —d/ n . 4.56
») A it 17! [ e (4.56)

Para realizar esta integral, la idea béasica es pensar que la integral sobre w, es la inte-
gral radial del vector w, en 2t 4 p dimensiones. Para llevar a cabo esto, multiplicamos
y dividimos por el d4ngulo so6lido, esto es

(2t d’k k2
F(p)=p? 2( 2 ) / d**rw, / ( (4.57)

" 2m)? (Wi + K2+ m?)

donde el angulo en r dimensiones estd dado por

27
A0, =
/ ['(3)

y por lo tanto, la integral sobre w, ya contiene la integral del &ngulo s6lido en 2t + p
dimensiones. Notese que un tratamiento analogo puede realizarse con la integral sobre
el momento, con lo cual se llega a

a fd]_j 2t+p T d+2a d+2a
F(p) = (4@25 = )d( ) / d* P, / ok ! . (4.58)
275" r(g) (2m) 2 (wy; + k? 4+ m?)°
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La combinacion w? + k? nos permite llevar las dos integrales anteriores a una sola
en donde la variable de integracion ahora estara en un espacio de 2t + p + d + 2a
dimensiones, esto es

24Py a a
PR TR G e i w0
9 F(%) (27T)2t+p+d+2a (k’2 + m2)a’ ’
De aqui la integracion es inmediata y el resultado es
o o (2t4ptdi2a)
Pp) = D(g2)0(5) Do — 2y (1 o L(460)
2(4mr)d/? F(g) ['(o) m? o

Ya que hemos hecho la transformada de Mellin a partir de las frecuencias de Mat-
subara, en la Ec. (4.52) debemos hacer la transformada inversa en términos de wy,
esto es

c+io0
S = QZ oo / dpF(p
c+i00 27'(' —-p
= - _ —-p
sz/ dpF(p (ﬁ) (n—ys)

c+1i00

= 2i, dpF(p )(

2mi c—100
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B

donde hemos usado w, = 2m(n — s)3!, con s = 0 para bosones y s = 1/2 para
fermiones, y ((p,1 — s) la funcion zeta de Reinmann generalizada. Notese que para
n = 1, la frecuencia de los fermiones es w; = 27(1 — 1/2)371, la cual concuerda con
la frecuencia positiva mas baja para los fermiones.

Sustituyendo la Ec. (4.60) en Ec. (4.61), se tiene

) C(p,1—s), (4.61)

NG
< [ e () (- ) () T
(4.62)

donde Z = 1/2,1 para fermiones o bosones, respectivamente [64]. Notese que la
dependencia en p en el argumento de las funciones I' aparece con signos contrarios,
por lo tanto, el comportamiento asintotico de estas funciones se cancela, de modo que
la convergencia del integrando dependera tnicamente del factor (27)/(8m), el cual
determinara en el plano complejo de p, hacia donde cerrar el contorno de integracion
para realizar la integral.
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Desde el punto de vista de nuestro problema, las condiciones presentes en el uni-
verso, justo antes de la transicion de fase, en donde las particulas no tienen masa,
excepto por su masa térmica, proporcional a la constante de acoplamiento, impone
una jerarquia de escala de la forma m < T, o en términos del factor en cuestion
(2m)/(Bm) > 1. Con esta condicion, el contorno de integracion debe cerrarse hacia la
derecha tal como se muestra en la Fig. (4.4).

I'm(p)
AC
Re(p)
—e ° ° ° ° ° ° °
-4 -3 -2 -1 T oy+2y4+494+6
A

Figura 4.4: Contorno de integracion, que consiste en un semicirculo que encierra los
polos de la funcion I'(c — t — p/2 — d/2 — a) con v = 20 — 2t — d — 2a.

Una vez que se ha determinado hacia donde cerrar el contorno de integraciéon, por
el teorema del residuo, el valor de la integral estard determinado por los polos que
encierra dicho contorno, los cuales corresponden a los polos de la funcion I'(o — (2t +
p+ d+ 2a)/2). La funciébn gamma tiene polos cuando su argumento toma valores
enteros negativos, esto es

2t d—+ 2
o= gt H“; T2 9 9r 9% —d—2a
donde j =0,1,2,...,y a los cuales corresponden los residuos —2(—1)7/;!.

Por lo tanto, aplicando el teorema del residuo a la Ec. (4.62), se tiene que la suma
es

1 Mfd r d+2a) < 1 )2(7—(2t+d+2a)

S = 2mi (47)5 D(9T(0) \m
S

= [ =2(=1)Y  [(2j+20—d—2a
X (—2mi) Z { 7 ( 5 )
7=0
o —(2j+20—2t—d—2a)
x ((2j+20—2t—d—2a,%) (—) } (4.63)

Gm
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Al simplificar la expresion anterior, se obtiene

B 2'ufd1‘\( d—|—22a ) < 27'(') —20+2t+d+2a

(4m):T(5)0(0) \ P |
x g{(_ﬁjr (j+a— g —a) ¢(2j +20 —2t —d — 2a, Z) (5—;)_2]};

(4.64)

notese que este resultado es una expansion descendiente en términos del cociente
m/T < 1. En el caso que hubiéramos cerrado el contorno hacia la izquierda, lo
que habriamos encontrado seria una expansion ascendente en términos del cociente
m/T > 1.

Retomando el caso muy particular ¢ = 0 y frecuencias de bosones con n = 0 de la
Ec. (4.53), que se ha excluido en el resultado anterior, se tiene

'k k™ TpT(¢+a)l(c—%—a) [1\* "™
T,u_d/( _Lp (g +a)l(oc—3 a)( ) . (4.65)

m

2m)¢ (k2 +m2)” (472 I'(4)I(o)

Tomando en cuenta la Ec. (4.64), el resultado queda completo y contempla los casos
que apareceran en el calculo del potencial efectivo.

La expansion asintotica de la Ec. (4.64) es central en este calculo, pues de una sola
vez se obtiene la contribucion dominante en la temperatura en el limite infrarrojo.
Con esta parte se completa la lista de herramientas que emplearemos a lo largo del
calculo del potencial efectivo del ME, que procedemos a analizar en lo que resta de
la tesis.
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Capitulo 3

Particulas en presencia de campos
magnéticos

Como bien se, sabe desde el punto de vista clasico, el movimiento de las particulas
cargadas en presencia de un campo magnético externo deja de ser el de una particula
libre. Ello puede asociarse con el hecho de que la presencia del campo externo rompe
con la isotropia del espacio, y por tanto, el movimiento en la direcciéon a lo largo
del campo es diferente al de la direccion transversa. De hecho, hay un efecto muy
conocido por medio del cual se estudia la presencia de campos magnéticos en el espacio
exterior [40|, el efecto Faraday, el cual consiste en la rotacién de la polarizacion de
fotones que viajan en presencia de un campo magnético.

Un hecho contundente del efecto de los campos magnéticos sobre la materia se
observa en los superconductores, donde la transicion a la fase superconductora pasa
de segundo a primer orden. Esto resulta ser una caracteristica muy importante en el
contexto de la bariogénesis pues, como es sabido, la transicién de fase electrodébil no
es lo suficientemente de primer orden como para poder explicar la asimetria baridnica
en el universo. Sin embargo, la posibilidad de modificar el orden de la transicion de
fase electrodébil, por medio de la inclusiéon de campos magnéticos, permite que la
bariogénesis puede ser atin viable dentro del ME.

Para incorporar el efecto de campos magnéticos externos dentro de teorias del
campo existen varias técnicas que tienen mayor o menor grado de utilidad, depen-
diendo del problema fisico especifico.

En este contexto, en este capitulo presento el método usado en los calculos de
esta tesis, el método de tiempo propio de Schwinger. He dividido el capitulo de la
siguiente manera: En la Sec. 3.1 muestro en qué consiste el método del tiempo propio
de Schwinger siguiendo muy de cerca el trabajo original [41]. En la Sec. 3.2 muestro de
manera explicita como la presencia del campo magnético externo afecta directamente
a la energia de las particulas, haciendo que ésta sea discreta en los llamados niveles de
Landau. En la Sec. 3.3, en el limite de campo débil, se obtienen los primeros términos
relevantes en el campo externo del propagador. Finalmente en la Sec. 3.4 encuentro
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de manera muy simple la expansion de campo débil del propagador, abriendo la
posibilidad de considerar el caso en el que la intensidad del campo externo es arbitraria
en comparacion con la masa de las particulas sobre las que actua.

3.1. Meétodo del Tiempo Propio de Schwinger

Existen al menos dos métodos muy usados para la incorporacion de los efectos del
campo magnético en las particulas en teorias de campo. Uno de ellos es el llamado
método de las eigenfunciones de Ritus, el cual consiste en el uso de las eigenfuncio-
nes (E,) del operador (v,II*)?, que llevan la informacion de la presencia del campo
externo, en vez de las funciones de ondas planas. Una vez que se tienen estas fun-
ciones se lleva a cabo el andlogo a una transformada de Fourier de las funciones de
Green de estas particulas. Desde el punto de vista practico, el uso de estas funciones
puede entenderse como una rotaciéon entre el espacio de coordenadas y el de mo-
mentos. El método de Ritus ha sido ampliamente explotado en trabajos de catalisis
magnética [42, 43| asi como en la generacion dinamica de masa [44].

En esta tesis, usamos el método del tiempo propio de Schwinger, el cual es un
método elegante que introduce los efectos del campo magnético en los propagadores
de particulas cargadas. Este método, fue desarrollado por Schwinger y Fock hacia el
ano de 1954, acepta soluciones exactas en el caso de campos magnéticos constantes y
variaciéon suave en el tiempo.

El método del tiempo propio de Schwinger fue introducido para calcular Lagran-
gianos efectivos, funciones de Green y otras cantidades en la aproximaciéon a 1-loop
para la electrodinamica cuantica. Una propiedad muy importante de este método es
que las cantidades fisicas que se obtienen son invariantes de norma. Asimismo, el pro-
cedimiento empleado por Schwinger en este método ha sido aplicado para el anélisis
de varios problemas con campo externo, por ejemplo, para calcular el operador de
polarizaciéon. A continuacién, muestro a grandes rasgos en qué consiste el método del
tiempo propio de Schwinger siguiendo muy de cerca el trabajo original [41]'.

3.1.1. Propagador de fermiones cargados en presencia de un
campo magnético

Buscamos una funcion de Green G(z,2') que satisfaga la siguiente ecuacion
H(z,i0,)G(x,2') = §*(x — 2) (3.1)

donde H es un polinomio de 0,. La idea es considerar H como un Hamiltoniano que
describe la evolucion en el tiempo propio de un sistema. Esta ecuacion es justo la

'En las Refs. [45, 46] se detalla de manera muy pedagogica el método de Schwinger.
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definicion de la funcion de Green de H(x,p) en el espacio de configuracion, en donde
se satisface

(@la’) = 0%,a")

[xM’pV:I — _ig,U'V, con pu e Zau

Introduciendo el operador de evolucion unitario U(s)

U,y 8) = Hizp)U (e, o' ), (3.4)

donde
U(z,a'; ) = (2(s)]2'(0)) = (z|le™*|2") = (2]U(s)[2"). (3.5)

En esta notacion es mas evidente que el operador U(s) describe la evolucion del
sistema gobernado por el Hamiltoniano H en un tiempo s. y que evoluciona el estado
x(0) al estado x(s). Por otro lado, este operador de evolucion debe satisfacer las
siguientes condiciones de frontera

lfm U(s) = 6*(x,2'), lim U(s) = 0. (3.6)

donde la primera se sigue de la Ec. (3.2), y la segunda es una condicion de causalidad.

Por lo tanto, de las Ecs. (3.5), (3.4) y las condiciones de frontera, se obtiene la
solucion de la Ec. (3.1), esto es

G(z,2') = —i/ ds Uz, 2'; s). (3.7)

— 00

Notese que el problema de encontrar a G(z,2") se ha convertido en determinar al
operador de evolucion U(z, z'; s).

El procedimiento para obtener la forma funcional de U(z, 2’; s), consiste basica-
mente en expresar al operador H(x,p) en términos de los operadores x(s) y 2'(0),
ordenados de manera tal que z(s) esté a la izquierda de 2/(0). Esto altimo nos permi-
tir4 explotar las propiedades de los operadores de posicion? y establecer una ecuaciéon
diferencial. Con lo anterior en mente, procedo a mostrarlo en detalle.

Derivando la Ec. (3.5) con respecto al tiempo propio y usando el hecho que el
operador U(s) es unitario, se tiene

i0s(w(s)]a'(0)) = (a|H (z,p)U(s)|a’') = ([U(s)U" () H (w, p)U(s)[2")
= {z(s)|H(z(s), p(s))]z'(0)). (3.8)
22 (0)]a’(0)) = 2’ [a/(0)) y a(s)la(s)) = @ [a(s)).
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Notese que H(z(s),p(s)) depende de p(s) pero puede ser expresado en términos de
x(s) al resolver las relaciones de Ehrenfest:

dp,(s)
ds

dx,(s)
ds

=i[H, x,], =i[H,p,]. (3.9)
Lo anterior indica que H(z(s),p(s)) es funcion de los operadores z(s) y z(0), por lo
que al ser ordenados de manera que z(s) esté a la izquierda de z(0) y con ayuda del
conmutador [z(s), z(0)], es posible expresar el lado derecho de la Ec. (3.8) en términos
de una funcion de los eigenvalores, F'(z,2'; s), es decir

(@(s)|H(x(s), p(s))|2'(0)) = F(z,2"; s)(x(s)|2'(0))- (3.10)

Sustituyendo este resultado en la Ec. (3.8), obtenemos una ecuacion diferencial de
primer orden para U(z,z’; s) cuya solucion es

Uz, a'; s) = Cla,a)e ] ' Fleassh (3.11)

donde la forma funcional de C(z,2) se determina al resolver el siguiente par de
ecuaciones

(107 + eAu(@)] ()| (0) = (a(s)[T,()|/(0))
iy + eAu(@)] (()'(0) = (a(9)TL 0’ (0) (3.12)

con II, = 10; + eA,. Al igual que antes, la idea es expresar a los momentos I1,,(s)
y 11,,(0) en términos de los operadores de posicion z(s) y z(0) de manera ordenada.
Por otra parte, para el lado izquierdo de las Ecs. (3.12) se usa de manera explicita la
Ec. (3.11).

La anterior descripcién muestra en detalle cada uno de los pasos empleados en el
método de Schwinger. En lo que sigue se detalla el empleo de este procedimiento en
el caso concreto de un propagador de fermién en la presencia de campo magnético
externo.

Para una particula de Dirac que interactiia con un campo externo, la funcion de
Green G(z,z’) a encontrar, satisface lo siguiente

(id+eA—m)G(x,2') =d(x — ') (3.13)

donde §(z—2a') es la funcion delta de Dirac y m la masa del campo de Dirac. Siguiendo
los pasos empleados por Schwinger, donde se identifica G(z, ") con los elementos de
matriz de un operador G, esto es G(z,2') = (z|G|x"), tal que

(A —m)G =1, (3.14)
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con II,, = p, + eA, el momento canénicamente conjugado, el cual obedece las rela-
ciones de conmutacion

[wal/] = ig/w
[Huaﬂu] = ieru: (3.15)

donde el tensor de intensidades del campo de norma es F),, = 0,4, — 0,A,. La
Ec. (3.14) puede resolverse formalmente haciendo uso de la identidad

J— 1 —
ob e

La representacion integral de G implica

G

—2’/ ds( Y1+ m)e 50— 1) (3.16)
0

G(x,x') = —i /000 dse™ ™" (' |(NL + m)U (s)|z), (3.17)

donde U(s) = e 5, con H = —(J1)? = —II? — feo,, F*. Notese que U(s) puede
ser interpretado como un operador de evolucién unitario si H es tomado como el

Hamiltoniano efectivo que evoluciona los estados |x), esto es

|z(s)) = U(s)]z(0)), (3.18)

donde s es conocida como la variable de tiempo propio. Con esto, la Ec. (3.17) se
reescribe como

G(r,2") = —i /000 dse™™ [y (! (0)|ILu(s)](s)) + m(a' (0)|x(s))],  (3.19)

donde II,(s) actuia sobre |z(s)), mientras que II,,(0) sobre |z(0)). En el caso de un

campo de intensidades F),, constante, los operadores z,, y II,, satisfacen las relaciones
de Ehrenfest

d

% = —ilz,, H] =211,
S

dIl

= il H] = 20,11, (320)
S

En notacion de matriz dx/ds = 211 y dll/ds = —2eF1I.
Para encontrar explicitamente la Ec. (3.19), necesitamos primero resolver la
Ec. (3.20), de la cual se obtiene

[(s) = e 2*11(0),
2(s) —x(0) = (1—e 2 (eF) " TI(0). (3.21)
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Esta solucion implica que

> = —H— %eaw,F‘“’
= (2(s) — z(0)) K(x(s) — =(0)),
(), 1 (0)] = i(1— e (eF) (322)
donde K = 1(eF)?*sinh ™ eFs.
Por lo tanto se tiene
(2! (0) H|2(s)) —%eaF —(z— Kz — o) — %tr(eF cotheFs).  (3.23)

Sustituyendo el resultado de la Ec. (3.23) en la Ec. (3.8), es posible determinar
(2'(0)|x(s)), esto es

(2'(0)|z(s)) = C(x,2")s *exp [—%tr In[(eFs)~! sinh(er)]]
X exp {—i(x — 2')eF coth(eF's)(x — 2') + %eauyF“”s] , (3.24)

en donde el factor C'(x,2") se determina sustituyendo la Ec. (3.24) en las Ecs. (3.12).
Haciendo uso de las Ecs. (3.21), el lado derecho de las Ecs. (3.12) esta dado por

1
(@ (0)[IL(s)|z(s)) = 3 [eF coth(eF's) — eF] (z — 2')(z'(0)|z(s)),
1
(Z'(0)|T1(0)|z(s)) = 3 [eF coth(eF's) + eF| (x — 2"){2"(0)|z(s)); (3.25)
con todo lo anterior, se tiene que las ecuaciones que satisface C'(x,z’) son
1
{i@u +eA,(z) — ieFW(x' - x)”] C(z,2') = 0,
1
[—i@; +eA,(x') + §€Fuv($/ - x)”] C(z,2') = 0. (3.26)
Resolviendo estas dos ecuaciones para C'(z,x’) se encuentra que
v 1
Clx,2') = C'(2)exp {ie // de* (AM + §FMV(€ — x’)”)]
v 1
= C(z)exp lz’e // gt <Au +3 (& — x)”)] ; (3.27)

donde C’(2") y C(x) son constantes de integracion de 2’ y z respectivamente.
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Debido a que la fase es independiente del camino de integracion que conecta x 'y x/,
se puede mostrar que C’(2’) = C(x), por lo que estas son constantes independientes
de z y 2. Aplicando la condicién de frontera (x(s)|2’(0)) — d*(z — 2’) en el limite
s — 0, se tiene que la constante es

C = —i(4m)7?, (3.28)

donde se ha hecho uso de la identidad

OO ia2x2 T
/Ooe dr = \/?. (3.29)

Por lo tanto, de las Ecs. (3.19), (3.24), (3.25) y (3.28), el propagador del electron en
presencia de un campo magnético constante es

Gz, 2') = B(z, 2')G(z, 2'), (3.30)
donde
G(z,2)) = —(4m)72 /OOO g {m + %7 - (eF coth(eFs) — eF) (v — ')
x exp(—im?s + %eaMVF“”S) exp {—%mﬂ In[(eFs)~ ' sinh(eFs)]
- %(3: — ') (eF coth(eFs) ) (x — x’)] , (3.31)
B(z,2)) = exp {ie / der [Au + %F,W(g - :1:’)"] } | (3.32)

Notese que la invariancia translacional se ha roto debido a la presencia de la fase
®(z, 2'). Adicionalmente, el segundo término en la fase se anula si la trayectoria entre
x y 2’ es una linea recta. En el caso de un campo magnético constante en la direcciéon
z, tal que Fio = —Fy = B, se tiene que

V oz 0
O'W,Fu = 2F120'352F12( 03 0_3),

1 B
exp[—ﬁtr In( F~'sinh F)] = =t
FcothF — F)z = (y-2), — cx), €12
7 (F cot ) (v- @) sinB(Fy x).e
z(FeothF)z = ] — Bcot B a?, (3.33)

con (a-b), = a®’ —a®v® y (a-b), = a'b' +a®b? para dos 4-vectores a y b arbitrarios.
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Al usar las relaciones de la Ec. (3.33) en el propagador G(x, ') de la Ec. (3.31),
éste se reescribe como

*ds eBs _ ,
g(ﬂ?) = —(47T)2/0 gm exp(—zm28+263803)

X exp {—%(ﬁ — eBscot(eBs) xi)}
s

1 eBs ,
< |meg (o - meggewciene a0

La representacion en el espacio de momento de la ecuaciéon anterior se obtiene por
medio de

Gto.) = [ (o500 (3.35)

en donde la parte translacionalmente invariante del propagador es
0) = [ d'aemg()

_/oo ds s (02t tan(eBs) , 2
= —i ————exp |is —————p. —m” +ie
o cos(eBs) P Pi eBs '+

Y- PL :|

cos(eBs) | (3:36)

X [exp(ieBsag)(m +v-p) —
Para obtener esta ultima ecuacion se ha tenido que hacer la integracion espacial, la
cual involucra integrales gaussianas.
Este método ha sido extendido al caso de otros campos como por ejemplo para
bosones vectoriales el propagador es [47]

VeIl * ds . tan(eBs _
iG*(p) = —/0 mexp |:ZS (p2 _pie(Ts) — M? +ze)}
v v ,sin(2eBs) 1 — eis(1-)M?
X {[gf + g"” cos(2eBs)| + F* B — ( e
tan(eBs) tan(eBs)
12 F,U)\i v sz/
X Kp + Pa B ) (p + Py —5
+i5 (P — gi*) B tan(eBs) | | (3.37)

El caso de campos escalares cargados se tiene que el propagador en el tiempo propio
de Schwinger es [47]

e ds taneBs
DB (p) = — s | p? —p? —m?+ie)|. 3.38
iD”(p) /o cos(cB) exp |:ZS (p o B m* + ie ( )
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Notese que en el limite B — 0 y con ayuda de la identidad

1 Y R
s = —z/ dse™( @ tie) (3.39)
q“ + 1€ 0

se recuperan las expresiones conocidas para los propagadores de Feynman libres en el
vacio. Cabe mencionar, sin embargo, que el limite B — 0 no garantiza que la fase de
la Ec. (3.32) se anule, por lo que formalmente, el limite que debe emplearse es A — 0.
No obstante, en este trabajo estamos interesados en el calculo del potencial efectivo,
que diagramaticamente es representado por burbujas de vacio, de modo que la fase
se anula idénticamente en estos diagramas.

3.2. Niveles de Landau

Debido a que el calculo del potencial efectivo consiste en burbujas de vacio, que
no dependen del momento externo, el factor de fase de la Ec. (3.32) se anula.

En célculos que involucran el campo magnético, es bien sabido que los grados
de libertad ortogonales al campo se discretizan. Ello se debe a que las particulas
cargadas alrededor de las lineas de campo sufren el efecto de la fuerza de Lorentz,
obligandolas a describir trayectorias circulares. Es debido a esta condicion de frontera
que el movimiento ortogonal al campo se discretiza. Aunque en la expresion de los
propagadores los niveles de Landau no se ven de manera explicita, es posible, por
medio de la integracion del tiempo propio, mostrar que éstos estan presentes.

Para ejemplificarlo, procedo a hacer el calculo explicito en el caso del propagador
de una particula escalar cargada. Con el cambio de variable eBs — s en la Ec. (3.38),
tenemos

1 *  ds s (1.2 1.2 tans 2
DB(k) = — _ B8 iy (MRt —m i) 3.40
iD= (k) eB/O cos(s)e ( )

El integrando en la Ec. (3.40) es analitico en el semi-plano inferior del plano complejo
s, ya que todas las raices de cos(s) estan localizadas sobre el eje real. Por otro lado,
el factor ie en el exponente asegura que la integral se anule en el limite s — oco. Por
lo tanto, el contorno de integracion se puede cerrar en el I'V cuadrante, tal como
se muestra en la Fig. (3.1). Aplicando el teorema integral de Cauchy , la Ec. (3.40)
puede reescribirse como

—1 0 dS - S 2 2 tans 205
DP(k) = — [ —2_clen (ARt 3.41
iD7(k) eB/ cos(s)6 (3.41)

—1300
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Y

ts
Figura 3.1: Contorno de integraciéon en el plano s complejo para el calculo de la

integral del tiempo propio que representa los propagadores de particulas cargadas en
presencia de un campo magnético.

Haciendo el cambio de variable s = —i7 por 7 en la Ec. (3.41), con 7 real, la
Ec. (3.41) se convierte en
—7, o0 dT T 2 2 tan(—it) 2, -
DB(k) = —& | 4T e (ki-H S mii) 3.42
iD7(k) eB/Ocos(—iT)6 (3.42)

Notese que esta integral converge si Re(kf — m? +ie) < 0, lo cual es equivalente a
considerar momentos en el espacio Euclidiano. Esto es ttil en calculos a temperatura
finita, cuando se emplea el formalismo de tiempo imaginario, y también los momentos
se toman en el espacio Euclidiano.

Haciendo uso de la identidades:

cos(—iT) = % itan(—ir) = % (3.43)
expresadas en términos de la variable u = e=%7:
1 2ut/? 2
= tan(—ir) =1 — (3.44)
cos(—it) 14w 1+u
la Ec. (3.42) se escribe como
262
—2i [ T (k2 _m2 K2 ee_B(l-s-_u)
DP (k) = — d o5 (kj—m+ie) o~ 12~ 3.45
iD” (k) B /0 Te e Bu T a (3.45)

Notese que la convergencia de la integral dependera tinicamente del argumento de
la primera exponencial, ya que el resto del integrando es finito en el intervalo de
integracion. Esto impone la condicion (k7 — m? + ie)/eB < 0, lo cual se garantiza
para momentos en el espacio Euclidiano®.

3El resultado también es vélido cuando (k7 — m? + i€)/eB > 0, es decir para momentos en el
espacio de Minkowski, por medio de una continuacién analitica [40].
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En esta tltima ecuacion aparece la funcién generatriz de los polinomios de Lague-
rre [40] L;(x), definida como

¢ iLl(x)zl. (3.46)

Usando la Ec. (3.46) en Ec. (3.45) e intercambiando la integral por la suma se tiene

 — 2]{}2 k2 o0 T (1.2 2.
iDP(k) = — (—1)1Ll< Bl)eeé / drult1/2gen kj—m Fie) (3.47)
€ 0

Al evaluar explicitamente la integral sobre 7, se obtiene

o —eB
d e_B( i —(21+1)eB—m +ze) € 3.48
/0 e k2= 20+ 1)eB —m? +ie’ (3.48)

por lo tanto la expresion final del propagador es

B (=)L < )ei%
D —2
! ZZI{? (2l 4+ 1)eB — m? + i€’

(3.49)

en donde aparecen explicitamente los llamados niveles de Landau, es decir, el término
(20 + 1)eB [48].

Aplicando un procedimiento andlogo para el caso del propagador de fermiones se
obtiene [49]

= (D +d()D K

iSp(k) = 2 Sl i R (3.50)
donde dy(a) = (~1)"e= L} (2a), &, = dd, /0o,
D = (m+ %u)“‘}ﬁm k;k27
D = ~ysfm+ ), ) (3.51)

y L;, L]" son los polinomios de Laguerre y asociados de Laguerre respectivamente, y
ut, b* son cuadri-vectores que describen el sistema en reposo del plasma y la direccion
del campo magnético, respectivamente, es decir, u* = (1,0,0,0), b* = (0,0,0, 1).

En el caso de los bosones vectoriales cargados, el propagador escrito en términos
de niveles de Landau es

k2

(=)' <223 ) e
G (k) = T () 3.52
iGH (k) Z Z;l@ QAT DB i 592

A=—1
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donde

3N —2 Frw/\
T = g™ (—=|A|+ 1) + g4 (%) + i? (5) , (3.53)

con " el tensor de intensidades del campo electromagnético.

Cabe notar que en las Ecs. (3.49), (3.50), (3.52), el espin aparece explicitamente
acompanando a los niveles de Landau, lo cual era de esperarse, ya que éste también
estd cuantizado y se acopla al campo externo.

Aunque las expresiones para los propagadores en las Ecs. (3.49), (3.50),(3.52)
parecen manejables, es todo un reto llevar a cabo calculos con ellas. En la practica,
es necesario tomar ciertos limites del campo magnético de acuerdo con el problema
fisico que esté bajo estudio. Los limites méas socorridos son el llamado limite de campo
fuerte y el limite de campo débil respecto a alguna cantidad fisica involucrada en el
estudio.

El limite de campo fuerte ha sido ampliamente empleado en el contexto de campos
magnéticos presentes en estrellas de neutrones. Asimismo, en el estudio del rompi-
miento de la simetria quiral [42], photon splitting [50|, oscilaciones de neutrinos,
polarizacion del foton [40], etc.

El limite de campo fuerte es méas simple de considerar, pues s6lo basta con tomar
el primer nivel de Landau del propagador. Por ejemplo, en el caso de una particula
escalar cargada, los niveles de energia estan dados por

Ey =k5 + (2l + 1)eB + m?, (3.54)

por lo que en presencia de un campo intenso la particula no dispone de suficiente
energia cinética para saltar entre los diferentes niveles de Landau, permaneciendo
confinada en el nivel mas bajo.

En el limite de campo débil esto no es tan simple y se requiere hacer una resuma-
cion de todos los niveles de Landau para obtener la contribucion del campo magnético,
ya que ahora todos los niveles son importantes. De hecho es posible obtener el pro-
pagador como una serie de potencias del campo magnético.

Por otro lado, diversos estudios muestran que la presencia de campos magnéticos
primordiales pueden afectar de manera importante las anisotropias de la temperatura
en la CMB, la formaciéon de estructuras de gran escala asi como la abundancia de
elementos ligeros [51]. Este dltimo hecho, en particular, impone una cota sobre la
intensidad del campo externo, tal que la abundancia de elementos ligeros se preserve.
Una estimacion cuantitativa simple para la intensidad del campo externo se obtiene de
requerir que la densidad de energia magnética pg ~ B? sea menor que la densidad de
la energia en forma de radiacion p,qq ~ T* durante la nucleosintesis. De esta condicién
se obtiene una cota para la intensidad del campo comparada con la temperatura:
(vyH) < T? [52]. Ademés, para mantener condiciones de estabilidad, evitando la
formacion de modos taquionicos de los bosones W en la fase rota, es necesario que
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la intensidad del campo sea menor que la masa de los bosones W, my, [53|. No
obstante, esta condicién se vuelve menos restrictiva una vez que los efectos térmicos
son tomados en cuenta [35], de modo que entre estas dos escalas no hay una jerarquia
definida.

En esta tesis, trabajamos explicitamente con la jerarquia de escalas

vyH < m? < T? (3.55)

donde m? es una masa genérica del problema, que contiene los efectos térmicos. La
jerarquia entre la intensidad del campo y la masa surge naturalmente de considerar
que en el desarrollo de la transicion de fase las masas de las particulas crecen desde
cero y son proporcionales a la temperatura, mientras que el valor del campo magnético
se mantiene fijo. Bajo esta jerarquia de escalas, el limite que emplearemos es el de
campo débil, el cual se procede a analizar en la siguiente seccién.

3.3. Limite de Campo Débil

En esta seccion mostramos el camino para obtener una expansiéon en potencias
de eB del propagador escalar. Este camino sigue muy de cerca la idea empleada por
la Ref. [49] en donde se hace la expansion de campo débil para el propagador de
fermiones.

Para el caso del propagador escalar, partimos de la Ec. (3.49) y la reescribimos
como

Do = 2 > (—1'L (%) .
' T TRt &1 @+ DeB/(R —m?) ‘

Dada la jerarquia de escalas, discutida al final de la seccion anterior, el sumando de
la Ec. (3.56) puede ser reemplazado por una serie geométrica, esto es

o0

1 B eB[2l + 1]’
1— (20+1)eB/(k? —m?) Z (7’% —m? ) - (3.57)

J=0

Al sustituir la Ec. (3.57) en la Ec. (3.56), el propagador escalar se reescribe como

iDP(k) = mg (kﬁ%BmQ)j {ze'ﬁé g;(—n%l (26%) (21 + 1) } (3.58)

Por otro lado, la suma entre llaves

S; = {Qeg i(—nlL, <2€]§) (20 + 1)1} (3.59)

=0
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puede ser calculada de manera explicita por medio de la siguiente identidad

—i(%) tan(z) 00
fo)= o > (=1L KLY it (3.60)
= cos(z) — ‘\eB ’ '
de la cual se sigue que para una determinada j, S; se obtiene haciendo
& f
R Rl
S; =1 dwi |, (3.61)

Por lo tanto, calculando explicitamente para un ntimero pequeno de j, por ejemplo
7 = 15, es posible identificar las series, esto es

iDB(k) = [1 L A, S
(k2 —m?) (k2 —m?) (K —m?)?  (k? —m?)3
kS klO kl? k14

+ 2L24+ 2l25+ 2L26+ 2L27

(kf —m?) (kf —m?) (kf —m?) (kf —m?)

k,16 k,18 k20 k,22

+ k2l2s+k2l29+k2 L210""k2 l211

(kf —m?) (kf —m?) (kf —m?) (kf —m?)
+ 2k34212+ 2k36213+ 2k38214+ 2@0215

(kf —m?) (kf —m?) (kf —m?) (kf —m?)
B (eB)? 5k 14k1 30k°

(k2 —m?)? (k2 —m?) (K —m?)?  (k? —m?)3
. 55k% 91k!10 140k12 204k

(k2 —m2)* (k2 —m?)5 (k2 —m?)S (k2 —m?)7

285k16 385k!8 506k2° 650k%2

+

(B2 —m2)8 " (k2 —m2)® " (k2 —m2)10 = (k2 —m2)1l
. 819k% 1015k% )] (3.62)

(k2 —m2)2 " (k2 — m2)13 .
en donde se ve que la primera serie corresponde a
=l4a4+a2+2°5+ .. (3.63)

1—=x

para x = k% /(k} —m?). La segunda, que va acompanada de coeficiente (eB)?, corres-
ponde a la combinacién de las series

1 n 2
(1—z) (1-u)

- =1+ bz + 142% + 302° + 552" + 912° + ... (3.64)
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entonces sustituyendo las Ecs. (3.63, 3.64) en la Ec. (3.62) y después de un poco de
dlgebra, se tiene que el propagador escalar expandido hasta orden (eB)? es

iDB(k) B {1— (k(eB)Q _ 2eBVk) } (3.65)

k2 — m?2 2 _ m2)2 (kQ _ m2)3

En el caso del propagador de fermiones de la Ec. (3.50) el resultado de aplicar el
anterior procedimiento es

B K+m +'75%ﬁ(%\\+m)2(63) _ 2(63)2k3 (m—l—%—l—}ﬂ_mQ_kﬁ),

k2 —m? (k2 —m?) (k2 —m?2)* k2

iS(k) g
(3.66)

que concuerda con la el resultado de la Ref. [49].
Finalmente el propagador de bosones vectoriales cargados, en la norma & = 1, en
el limite de campo débil es

—ig"” 2eFM (9" — 4g1")

. YUY o . . 2
ZGB (k) o k2 — m?2 (k‘2 _ m2)2 + Z(eB) (k‘2 _ m2)3

o
(k? _ m2)4 :
(3.67)

+i(eB)?

Esta tltima expresion no se empleara en el anélisis del potencial efectivo, ya que
los bosones de norma en la fase simétrica no se acoplan con el campo hipermagnético
externo y por lo tanto su movimiento en el plasma no sufre el efecto del campo externo
de manera directa.

3.4. Derivacion Alternativa

En este trabajo, las condiciones durante la transicion de fase electrodébil son tales
que la aproximacion de campo débil es suficiente para la descripcién del problema.
Sin embargo, y con miras a aplicaciones en donde la intensidad del campo magnético
externo sea arbitraria, como por ejemplo, condiciones de campos magnéticos intensos
en comparacion con las masas de las particulas con las que interactua, en esta seccion
mostraré una manera bastante simple de obtener los efectos del campo a diversas
intensidades.

En el método del tiempo propio de Schwinger, los propagadores para las diver-
sas particulas cargadas comparten diversas caracteristicas, por tal motivo comenzaré
escribiendo de manera general una cierta funcién que contenga esas caracteristicas,
esto es

F(f,eB) = / ds e=*P 7 kL= D) £ (e Bs) (3.68)
0
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en donde f(eBs) es una funcion periodica en el intervalo [0,7/eB] y D es el pro-
pagador de una particula escalar. Notese que las deméas funciones involucradas en el
integrando son fases, y por lo tanto la contribucién de la integral esta dictada béa-
sicamente por la amplitud de la funcion f. Por otro lado, usando propiedades de la
integral reescribimos la Ec. (3.68) como

00 (n4+1)7w
eB _ . tan(eBs
F(fieB)=>" [ 7 dse=P M =5 (eBs), (3.69)
n=0" eB

en donde hemos dividido el intervalo de integracién en términos del periodo de la
funcion f(eBs). Dependiendo de qué tipo de funcion se trate, ésta puede cambiar de
signo de un intervalo a otro, esto es

f(eBs +nm) = { (—1];’(1??;)35). (3.70)

Usando la notacion f(eBs + nm) = a™f(eBs) con a = %1, junto con el cambio de
variable eBs = eBx + nm en la Ec. (3.69), ésta puede reescribirse como sigue

™

]_ eB —1 ;1.2 tan(eBs
F(f,eB) = ) / " dsesD et - ))f(eBs). (3.71)
0

1 — q ess (D7 HikT

en donde ademaés se ha usado el hecho que
Re(—D7'+ik?) <0 = |essPHF)| < 1, (3.72)

lo cual nos permite usar la serie geométrica. Notese que esta misma condicién permite
la convergencia de la Ec. (3.68).

Por otro lado, es facil probar que si desplazamos una cantidad —i¢ al intervalo de
integracion, el integrando es finito para cualquier tipo de funcién trigonométrica que
presente un polo simple en 7/2, pues el factor tan(eBs) en la exponencial elimina
cualquier divergencia en ese punto.

Integrando por partes la Ec. (3.71), se obtiene

F(f,eB) =D {f(o) + i(eB)Qki%i)QF(f, eB) + F(%, eB)} (3.73)
Ordenando términos,
[1 - z’D(eB)Qki%i)J F(f,eB)=D [f(()) + F(g—f, eB)} (3.74)

invirtiendo el operador del lado izquierdo de la igualdad anterior

of

95

F(f,eB) = {1 —iD(eB)*k% ]_ID {f(O) + F( B)] (3.75)

O(k1)?
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resolviendo esta ecuacién de manera iterativa, se obtiene

0" f(eBs)

F BY=Z7 VAL )
(f,eB) ; oo | 2" (3.76)
donde
. 2,2 O -
7 = {1 —1iD(eB) kL@(ki)Q} D. (3.77)

Notese que en la serie que aparece en la Ec. (3.76), la derivada de la funcion f(eBs), al
ser evaluada en s = 0, s6lo indica los cambios de signo entre los diferentes términos, y,
en este caso, por tratarse de funciones trigonométricas, éstas so6lo pueden tener signos
alternados o iguales. Por lo tanto, la serie que se forma es en realidad una serie del
tipo geométrica. Por ejemplo, en el caso de f(eBs) = sec(eBs) la serie asociada es de
la forma

1

(3.78)

Cabe mencionar que durante la deduccion de la Ec. (3.78) no se ha usado ningtin
tipo de aproximacion, y por tanto la serie geométrica debe entenderse como una
funcional. Para corroborar tal afirmacion tomamos los dos limites conocidos, campo
cero y campo fuerte, esto es

1 eB_—>>0 D
F B)=/ ———F— = 3.79
eB) =2 T g e = | = 4 (379)

Por lo tanto una forma muy simple de obtener la aproximacion de campo débil se
resume en la siguiente expresion

F(f,eB) = /0 " e { f(0) + s (0)eB + (132 £"(0) — Liss f(O)ki) (63)2},

2 3
(3.80)

donde se ha hecho uso de la Ec. (3.76) en el limite de campo débil. La integral sobre
s se puede hacer término a término con lo cual se obtiene,

F(f,eB) = f(0)D+ D*f(0)eB — éiD (12£(0)k? D® + 6if"(0)D?) (eB)*.
(3.81)

En el caso de una particula escalar cargada, donde la funcion f(eBs) = cos™!(eBs), es
facil mostrar que el resultado obtenido de la Ec. (3.81) coincide con el de la Ec. (3.65).
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Los resultados encontrados en este capitulo serdn importantes cuando se analice el
efecto del campo magnético en la transicion de fase electrodébil. Sin embargo, dadas
las condiciones de alta densidad y alta temperatura durante la misma, es necesario
hacer un tratamiento basado en la teoria térmica de campos, por lo cual, en el siguiente
capitulo, daré detalles generales de esta teoria. Por lo tanto, sera hasta el capitulo
V donde se hara uso de los propagadores en el limite de campo débil, en conjuncion
con las técnicas de teoria térmica de campos para el cilculo tanto de las autoenergias
como del potencial efectivo.
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Capitulo 4

Teoria térmica de campos

El estudio de la teoria térmica de campos (TTC) fue inicialmente motivado por
problemas cosmologicos donde, la descripcion de la evolucion del universo temprano
requiere de considerar también su evolucion térmica. Mas recientemente la TTC ha
sido ampliamente usada en la fisica de las colisiones de iones pesados relativistas,
donde se especula existe una transicion de fase de la materia hadronica a un nuevo
estado de la materia conocido como el plasma de quarks y gluones. En este tipo
de escenarios, una descripcién en base a una teoria de campos en el vacio no es
suficiente ya que las condiciones extremas de alta temperatura y densidad modifican
las relaciones de dispersion de las particulas inmersas en ese tipo de medios. Un
ejemplo que ha sido muy estudiado es el movimiento de un fotéon en un plasma de
QED super caliente y denso, en donde los efectos del medio se reflejan en que el
foton desarrolla una masa térmica, o de Debye, i.e., el foton en el medio “se vuelve
masivo”. Debido a estos efectos y dado que estamos interesados en describir una
etapa del universo en la cual éste se hallaba a la temperatura de la transicion de fase
electrodébil, del orden de 100GeV [1], es indispensable hacer uso de una formulacion
de la teoria de campos a temperatura finita para describir a las particulas que se
mueven en es medio.

Existen al menos dos formulaciones de la TTC, la formulacion de tiempo imagina-
rio (FTI) y la formulacion de tiempo real (FTR). Ambas estan relacionadas por una
transformacion unitaria [54] cuando estan escritas en términos de funciones de Green
retardadas, y por lo tanto son fisicamente equivalentes. Ambas son ampliamente usa-
das en el estudio de propiedades estaticas del sistema, como por ejemplo, la ecuaciéon
de estado, funciones de correlacion, etc. Las diferencias entre estas dos formulaciones
son a nivel de calculo, esto es: en FTI, el tiempo se restringe al intervalo [0, 3] lo cual
se traduce en la discretizacion de la componente temporal del momento, que eventual-
mente tiene que ser continuada analiticamente a valores reales. Este procedimiento no
resulta nada trivial. En el caso de FTR, no hay necesidad de hacer una continuaciéon
analitica, pues la componente temporal del momento no es discreta, pero el precio a
pagar es que se dobla el nimero de grados de libertad.
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Capitulo 5

Potencial Efectivo

Una de las piezas mas importantes en el estudio del rompimiento de la simetria
del estado base en un modelo basado en una teoria de campos es el potencial clasico,
que describe las interacciones entre las diferentes particulas presentes en el mode-
lo. Sin embargo, desde el punto de vista cuantico, el potencial clasico puede recibir
contribuciones de fluctuaciones cuanticas que pueden ser capaces de cambiar el com-
portamiento del potencial clésico, de tal manera que, en las regiones en donde en
un inicio el potencial clasico era estable, las correcciones cuanticas lo vuelvan inesta-
ble o provoquen que una simetria que se rompe espontidneamente a nivel clasico sea
restaurada por los efectos cuanticos.

Los efectos de las correcciones cuanticas sobre la simetria fueron estudiados por
primera vez por Coleman y Weinberg [65] en los 70’s. En este trabajo, ellos mostraron
que la simetria del estado base de la teoria se modificaba al incluir correcciones
radiativas. Un ano mas tarde, Dolan y Jackiw [38| por un lado, y S. Weinberg [66] por
otro, mostraron que los efectos de la temperatura en algunas teorias, pueden restaurar
una simetria que estaba rota a temperatura cero. En ambos casos, la inclusion de las
correcciones radiativas son fundamentales en el comportamiento de la simetria del
estado base.

En este capitulo, se presenta con detalle el trabajo central de esta tesis. El capitulo
se divide de la siguiente manera: en la secciéon 5.1 se hace una introducciéon muy
breve del potencial efectivo. En la Sec. 5.2 se aplican las técnicas desarrolladas en
los capitulos anteriores en el cédlculo del potencial efectivo, calculando primero las
autoenergias de los bosones del ME en presencia del campo hipermagnético externo,
para finalmente calcular el potencial a 1-loop y anillo.

5.1. Generalidades

El potencial efectivo de una teoria dada, por construcciéon, considera todas las
fluctuaciones cuanticas del vacio, por lo que no es posible tenerlo en forma cerrada.
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No obstante, es posible utilizar el formalismo de la integral de trayectoria para hacer
una expansion perturbativa en términos de las constantes de acoplamiento de tal modo
que podemos obtener correcciones al potencial orden por orden. Este procedimiento
se debe basicamente al trabajo de Coleman y Weinberg [65] en el caso de una teoria
a temperatura cero, y, a Dolan y Jackiw [38] en el caso de temperatura finita.

En el método de integral de trayectoria, la funcional generatriz de las funciones
de Green, en el caso de un campo escalar, estad dada por

Z[J] = WU (5.1)
(07107),
= Jusew {i [atozo)+ o} (5.2

en donde ésta representa las transiciones del vacio al vacio, en presencia de una fuente
externa J y W/[J] es la funcional generatriz de estos diagramas conectados, por medio
de la cual el campo escalar clasico se define como

ow
¢ = 6J(x)
(0*]¢]07),
7«%’07%} . (5.3)

Este campo se denomina clasico en el sentido que seré el que tome eventualmente un
valor de expectacion del vacio en ausencia de fuentes,i.e., J — 0, esto es

(6) = 1im o. (5.4)

Cuando se toma la serie de Taylor funcional de W[J], los coeficientes de ésta son
las funciones de Green de diagramas conectados de n puntos, esto es

WIJ] = Z % /dl‘l oo dr, G (2, xy) I () - T (). (5.5)

En esta expresion se condensan todas las posibles fluctuaciones cuanticas y, por lo
tanto, al extender estas ideas al caso de temperatura finita, ésta serd la energia libre
que toma en cuenta todas las fluctuaciones cuanticas. Sin embargo, si se busca estudiar
el comportamiento del estado base de la teoria, en donde la variable natural es el valor
esperado del campo ¢. en el vacio, el potencial W[J] no brinda esta informacion de
manera directa. Pero al igual que en el caso termodinamico, el uso de otros potenciales
puede facilitar la obtencion de la informacion requerida del sistema. En completa
analogia al caso termodinadmico, en teoria de campos el “potencial” que nos brinda
informacion sobre los efectos cuénticos al estado base es [67]

Pl = W[J] - / 4w (2)u(x), (5.6)
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Figura 5.1: El potencial efectivo a 1-loop, consiste en una resumacion de diagramas
irreducibles de una particula, con patas externas de momento cero. La expansion
diagraméatica mostrada es para una teorfa \¢°.

el cual es la transformada funcional de Legendre de W[.J] y satisface

ol [¢c]
0¢e

Al potencial de la Ec. (5.6) se le denomina Accidn Efectiva del campo clésico ¢. [68],
pues al igual que en el caso clasico, en ausencia de fuentes externas (J(z) — 0), las
configuraciones del campo ¢, quedan determinadas por los valores extremos de I'[¢.].
En términos de los diagramas de Feynman, I'[¢.] es la funcional generatriz de los
diagramas irreducibles de 1-particula, pues la serie funcional de Taylor de I" es

= —J(). (5.7)

INCAES Z % /dxl e dx, [ (1, oy Tp)Pe(T1) - - - (), (5.8)

donde los coeficientes dados por

onr
0¢e(x1) -+ Pe(@n)
son precisamente las funciones irreducibles de 1-particula de n puntos. La conexién

con el potencial efectivo se pone en evidencia si en vez de hacer una serie de Taylor
en términos de ¢, se hace en términos de las derivadas de ¢, esto es

T (.. ) = (5.9)

F[(bc] = /d.T |:_V(¢c) + %8u¢cau¢c + - 5 (510)

donde la funcion V(¢) se conoce como el potencial efectivo [65]. Notese que cuando
¢. es constante, los términos con derivadas se anulan. Es facil mostrar que si los
coeficientes de la Ec. (5.8) se expresan en términos de su trasformada de Fourier, en
el limite de momento externo yendo a cero, la conexiéon entre el potencial efectivo y
las funciones irreducibles de 1-particula de n puntos [9] es

Uld) = -3 %ﬂ")(o, ) bea)]” (5.11)

n
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Esta tltima relacion contiene correcciones cuénticas a todos lo ordenes. No obs-
tante, es posible obtener una serie en potencias de h. Sin embargo, a cada orden en A
le corresponde un nimero infinito de diagramas con diferentes inserciones de campo
con momento cero [9], por lo que la contribuciéon a 1-loop consiste en una resumacion
de estos diagramas, tal como se muestra en la Fig. 5.1. Cuando esta resumacion se
lleva a cabo, el resultado coincide con la expresion de la energia libre que calculamos
en el Cap. 4 [9].

5.2. Modelo Estandar Electrodébil

En este problema trabajaremos con lo grados de libertad de la fase simétrica del
modelos estandar, en el sentido que el valor de expectaciéon del vacio es cero, razéon
por la cual las particulas no tienen masa. Sin embargo, éstas aparecen a lo largo del
célculo como funciones del “vacuum ezpectation value” (v), es decir, no se le asigna
ningtin valor definido al estado base. Por otro lado, como se sabe, particulas que
se mueven en la presencia de un plasma desarrollan una masa térmica, usualmente
llamada masa de Debye. Este tipo de masa es importante tomarla en cuenta en estos
calculos, pues regula el comportamiento infrarrojo, tal como lo veremos a lo largo de
esta seccion.

En esta primera parte calculamos las masas térmicas de los bosones de la teoria,
ya que en este tipo de particulas, los fené6menos infrarrojos son muy importantes, al
grado de hacer relevantes al potencial efectivo, términos de origen no perturbativo
como los diagramas de anillo [28].

5.2.1. Autoenergias del Modelo Estandar

Como bien se sabe, en ausencia del campo magnético externo, las autoenergias
del modelo estandar no dependen de la norma cuando se considera tnicamente las
contribucion dominante en la temperatura [28]. Sin embargo, como veremos més ade-
lante cuando se toman en cuenta los efectos del campo hipermagnético externo, las
autoenergias se volveran dependientes de norma.

En lo que sigue, usaremos todas las herramientas desarrolladas en los primeros ca-
pitulos, como lo es la expansion en campo débil, asi como la técnica de la transformada
de Mellin para llevar a cabo, de una sola vez, las integrales y sumas de Matsubara en
el calculo de las autoenergias, asi como en el caso del potencial efectivo.
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Figura 5.2: Diagramas de Feynman que contribuyen a la autoenergia del campo de
Higgs. Las particulas del loop que se ven afectadas por la presencia del campo hi-
permagnético externo se muestran con linea doble. ¢; denotan las componentes del
doblete de campos escalares complejos, 1 representa a los fermiones y ¢ represen-
ta a los campos fantasmas. A7, y B, son los campos de norma de SU(2) y U(1)
respectivamente.

5.2.2. Boson de Higgs

En la Fig. 5.2 se muestran los diagramas que contribuyen a la autoenergia del
campo de Higgs, en donde aquellas particulas que se ven afectadas por el campo
hipermagnético externo son indicadas por lineas dobles.

Para mostrar la manera en la que son empleadas cada una de las herramientas
desarrolladas en los capitulos previos, desarrollaré el cilculo explicito del diagrama de
la Fig. 5.2(a), siguiendo las reglas de Feynman a 7' = 0 mostradas en el apéndice A
para el sector del campo de Higgs, esto es

4 1 [ d'%k
Mg = (=i6)3 / i D (ks m? = m? 4+ 10, (5.12)

donde Dg(k; m?* — m? + 1I;) es el propagador con campo magnético dado por la
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Ec. (3.38) y el factor 1/2 es un factor de simetrial.
Notese que la la Ec. (5.12) se calcula de manera autoconsistente, con la aproxi-

macion del lado derecho Hg;ggs — II;, donde TI; esta dada por [61]

(3, 1, 2
I, = Z{Zg +Zg +2)\+f}, (5.13)
y representa la principal contribuciéon en la temperatura a la autoenergia del escalar.
La necesidad de calcular de manera autoconsistente la autoenergia esta relacionada,
por un lado, con el hecho que en el ME, las masas de los escalares pueden anularse
como funciéon del v.e.v, y por otro lado, la presencia del campo magnético origina
términos inversamente proporcionales a las masas (véase Ec. (5.21)). Por lo tanto,
para momentos suaves k, donde la contribucion de los diagramas de anillo es relevante,
una expansion perturbativa no es suficiente. Como bien se sabe, la correccion al
comportamiento infrarrojo se da en términos de las propiedades de apantallamiento
del plasma y, en el caso de la Ec. (5.12), tal correccion la hemos aproximado como la
contribucién principal en la temperatura a I17%9% la cual una vez que es resumada,
previene las divergencias infrarrojas mas severas [38].

Ahora, para obtener el limite de campo débil y temperatura finita de la Ec. (5.12),
usamos la Ec. (3.65) y la Ec. (4.32); se obtiene

W ey / Pk 1
(@) — ] (27) (W2 + K2 +m?)

(vH)? 2(vH)’k?
1— .14
* ( @2k +m?)? | (@Rt k e ) (5:14)

donde hemos usado la notaciéon m? = m? + I1;.
La Ec. (5.14), en general, contiene términos de la forma

1
Lap(k,q) = 2 2 1 52 2 2, =218"
[wn+k +m ]a[wn+(k_q) +m ]ﬁ
(5.15)
Haciendo uso del parametro de Feynman I3, se escribe como
Da+p3) [ de (1 —z)% !
[aﬁ(ka q) = ( ) / 9 2 ( 2) )
C(a)(B) Jo w2+ K (x) +m'?(z)]otrs
(5.16)

'Los factores de simetria dan cuenta del ntmero de patas del vértice que ya no son diferentes y
su funcién es eliminar el nimero de veces que se permutaron dos patas con momento diferente en el
instante de simetrizar el vértice.
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donde

K(z) = k—(1-2)q
m?(z) = m?+2(1—2)q, (5.17)

y I es la funcion Gama. Ademas, hay que notar que en el caso en que uno de los argu-
mentos de la funcion /.4 sea cero, el uso del pardmetro de Feynman no es necesario.
Como ya se ha discutido en el Cap. 4, en el limite infrarrojo, el uso del pardmetro de
Feynman en el FTT arroja resultados correctos, ya que los puntos ramas se anulan [56].

La idea de usar la parametrizaciéon de Feynman es convertir las integrales a la
forma de la Ec. (4.53), para emplear tanto la Ec. (4.64) como Ec. (4.65) para obtener
una expansion asintotica en el limite de alta temperatura. Es importante hacer notar
que este método utiliza el esquema de regularizacion dimensional, el cual es adecuado
para teorias de norma no Abelianas [68].

En términos de las funciones I3, la Ec. (5.14) se reescribe como

e = 3AT; / %[Im(k, 0) + (vH) I (k, 0)+%k2(YH)214o(k, 0)]-
(5.18)

En esta tltima expresion hemos usado que al integrar sobre k%, el resultado es equi-
valente a integrar sobre 2k*/3, ya que la integral no depende de la direccion del vector
k.

Finalmente, usando la Ec. (4.64) y Ec. (4.65), el resultado en el limite de alta
temperatura es

; T 3mT 3m? (1 u? T(vH)?
Higgs __ - . - .
My =A 4 dr 1672 (e e+ n ( m )) 32min ] - (519)

La contribucion del diagrama de la Fig. 5.2(b) a la autoenergia del Higgs es

s — iy [ E b ) (5.20)
(b) ! (27)4 w(k,m), :

y ya que esta contribucion es igual a la Ec. (5.12), el resultado en el caso de los
escalares se puede resumir en la siguiente expresion

S (3 | (YH)
HHzggs — _T2 1 — ) — 7 5.21
2 < - [zn T " 16xTi? ) | 521)

donde m? = m? + II;, con m; la masa de los bosones escalares dadas por

m; = 3\?—¢

mi; = mj=mj=\?—c. (5.22)
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Cabe mencionar que el término /T surge de la frecuencia de Matsubara n = 0.
En el caso del diagrama de la Fig. 5.2(c), el procedimiento es el siguiente:

799 — —3f—2 / 4k Tr[Sy(k)Sy(k — p)] (5.23)

@ T ) (gmyat "REREE TP '
donde (-3) se debe a que son fermiones y hay tres colores, y Sy es el propagador de
fermiones con campo hipermagnético en su expansion de campo débil de la Ec. (3.66).
Para el calculo de la traza, usamos la aproximacion HTL para el numerador, i.e.,
despreciamos todos aquellos términos en el numerador que dependen del momento
externo. Una vez hecho esto, el célculo de trazas a orden (YH)? es

Higgs 2 d4k (k2 - m2)
g™ = =3/ / (2m)* [(k2 —m$)((k —q)* —m3)

k +m?
0 Pl

+ (vH)?

(5.24)

Para obtener la contribucion dominante en temperatura, primero usamos la Ec. (4.32)
para obtener la expresion a temperatura finita, después usamos parametrizacion de
Feynman, para finalmente usar la Ec. (4.64) con Z = 1/2 pues son fermiones.

Por lo tanto, la contribucion del quark top a la autoenergia del Higgs en el limite
infrarrojo, i.e., go =0, q — 0, es

o = 1 (1 G ) 629

en donde de aqui en adelante usaremos la notacion F(0) = F(qy = 0,q — 0) para
representar el limite infrarrojo de cualquier funcion F. Notese que en este caso no
aparece un término del tipo m /T, puesto que la frecuencia de Matsubara mas baja
de fermiones es distinta de cero.

Para el diagrama de la Fig. 5.2(d), el célculo es simple, ya que el boson de norma no
se acopla con el campo hipermagnético externo. Siguiendo un procedimiento andlogo
al empleado con los otros tres diagramas, la contribucién dominante en la temperatura
con loop de bosones de norma es

% (0) = %(392 + T2 (5.26)

Es importante hacer notar que tanto en la Ec. (5.21) como en la Ec. (5.25), aparte
de la contribucion dominante en 7', hemos mantenido tres diferentes tipos de términos
(YH)?/T*, m;/T y (vYH)?/Tm3. Por jerarquia de escalas, el primer tipo de términos
puede ser despreciado sin ningiin problema. Es comin que en la expansiéon de alta
temperatura los términos del orden m;/T sean despreciados con respecto a T'. Sin
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embargo, ya que en estos calculos estamos interesados en mantener la contribucion
dominante en el campo hipermagético, esto nos obliga a mantener el segundo tipo de
términos. Ademés, para una masa del orden de la masa del quark top, este tipo de
términos son del mismo orden que el término (YH)?/Tm3.

El diagrama de la Fig. 5.2(e) es proporcional al parametro de norma &, y por lo
tanto, en la norma de Landau, su contribucion es nula. En el caso de la Fig. 5.2(f),
en la norma de Landau, los fantasmas se desacoplan del Higgs y por lo tanto éste
diagrama no existe.

Finalmente, sumando las contribuciones de los diferentes sectores a la autoenergia
del Higgs en el limite infrarrojo, se obtiene

4 7% (3 , 1
rees(0) = - {4g + 19" 2+

_ _Z{ m; +H DA ST(ngi[)I;)?’/QH‘ (5.27)

Cabe mencionar que el resultado anterior, el término divergente ~ m?(1/e+...) de la
Ec. (5.19) no esta presente. Aunque no se muestra de manera explicita, esto se debe
a que la contribuciéon del vacio ha sido substraida. Por otro lado, el coeficiente del
término ~ m? que resulta de este proceso ahora finito y no aparece en la Ec. (5.27)
debido a que su contribucién es despreciable comparada con T2.

5.2.3. Bosones de Norma

Para expresar la autoenergia de los bosones de norma en la presencia del campo
hipermagnético externo, disponemos de tres vectores independientes para formar es-
tructuras transversas al momento del boson ¢#, a saber, u*, ¢* y b*. A partir de estos
vectores es posible, en general, escribir a la autoenergia como una combinacion lineal
de 9 estructuras independientes [40]. Sin embargo, ya que estamos interesados en el
limite infrarrojo go = 0,q — 0, solo disponemos de u* y b*. Notese que la simetria
correcta para la autoenergia es I1%/(¢) = II'}'(—q) [69]. Sin embargo, en el limite in-
frarrojo, esta condicion permite que la autoenergia sea simétrica bajo el intercambio
de los indices de Lorentz y por lo tanto podemos escribir la autoenergia como

I = 9 QM + I1E R™ 4 I15, 5% + 1M g (5.28)
donde
Qv =
R = b,

S = Y + ub, (5.29)
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Figura 5.3: Diagramas de Feynman que contribuyen a la autoenergia de los campos de
norma Afj y By, de SU(2) y U(1) respectivamente. Las particulas del loop que se ven
afectadas por la presencia del campo hipermagnético externo son aquellas con linea
doble. ¢; denotan las componentes del doblete de Higgs, 1) representa a los fermiones
y ¢ los campos fantasmas.

y la condicion de transversalidad ¢,II') = 0 se satisface trivialmente en el limite
infrarrojo.

En la Fig. 5.3, se muestran las diversas contribuciones a la autoenergia de los
bosones de norma, en donde las particulas que son afectadas por la presencia del
campo externo se denotaron con doble linea. Al igual que en el caso del campo de
Higgs, se procede a calcular cada uno de ellos.

En esta parte, es importante mencionar que en la aproximacion HTL, la contri-
bucién méas dominante en la temperatura no depende del parametro de norma & [28].
Para mostrar este hecho procederé a calcular ésta contribucion. Al diagrama de la
Fig. 5.3(I) le corresponde la expresion

: /d‘*k 2(2+£>g“”+2<1‘5>k§57§um? (5.30)

v 9
H(I)Zb = _5(25‘1”) (27) k2 — m?2

Para obtener la componente “00” de este tensor, contraemos con el tensor u‘u”,
donde u* es el cuadri-vector en donde el plasma se halla en reposo. Una vez hecho
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esto, aplicamos la Ec. (4.64) y Ec. (4.65), para obtener la expansion asintotica en la
temperatura; con esto se obtiene

1+
Iy = g%abeT? (5.31)
Ahora al diagrama de la Fig. 5.3(I) le corresponde
2 4 v 2 uv
g d'k  2(6 — &)k EY 4 2Ek*gH
I n" = = (20, . 5.32
() ab 2 ( b)/ 2m)* (k2 — m2)((k — p)®> — m?) ( )

Procediendo de la misma forma que en el caso del diagrama anterior, la contribucion
dominante en la temperatura es

2-¢
4

O = g°0a T (5.33)

Finalmente, el diagrama mostrado en la Fig. 5.3(I17) es el dltimo que contribuye al
sector puramente de norma, explicitamente dado por

d*k  krEY
II v — —2¢%, 5.34
(ITT)gp g b/ (27r)4 kQ(k _p)Q ( )
y su contribucion a alta temperatura es
T2
Uiy = —925@5- (5.35)

Sumando estas tres contribuciones, la autoenergia de los bosones de norma de SU(2)
es

Hsu)oy = §g2T2; (5.36)
como vemos, el resultado a alta temperatura no depende del parametro de norma, tal
como era de esperarse.

Notese que, en el caso de los diagramas que son afectados por el campo hiper-
magnético externo, las patas externas pueden ser de bosones de norma de SU(2) 6
U(1). Por lo tanto, la forma de proceder sera realizar primero el calculo con un loop
genérico y después contar los grados de libertad en el ME.

Comenzando con el diagrama de la Fig. 5.3(1V), su contribucion es

o (@) = (%) [ el = )8 = DDtk — q). (537)

donde el subindice B denota al campo B* de U(1). Ademés no hay que olvidar que
Dy es el propagador escalar en el limite de campo débil de la Ec. (3.65). Notese que
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la hipercarga neta que fluye en el loop es cero, y por lo tanto, el factor de fase de la
Ec. (3.32) se anula.

Al igual que en los casos anteriores, para obtener la componente “00” a tempera-
tura finita con los efectos del campo externo, primero contraemos la Ec. (5.37) con el
tensor u#u”, para entonces aplicar la Ec. (4.32) y obtener para un solo campo escalar,
lo siguiente

d3k
H([V)BOO(O) = —gl2TZ/ (27T)3w721 {[ll(ka O)

+ (YH)2 [Ilg(k, O) + I31(k, 0) + 2ki[14(k, O) + 2ki[41 (k, O)} } s
(5.38)

donde hemos puesto el resultado en términos de las funciones I,3 definidas en la
Ec. (5.16). Cabe mencionar que en el sistema en donde el medio esta en reposo se
tiene que H?%B = H(QIV)B + H%V)B. Ademaés, ya que la integral en la Ec. (5.37) no da
origen a términos inversamente proporcionales a m, en este caso no es necesaria la
sustitucion m? — m? + I1;.

Usando la Ec. (4.64) y Ec. (4.65) en la Ec. (5.38), manteniendo los términos
dominantes, tal como fue discutido al final de la Sec. 5.2.2, obtenemos

2
vy (0) = %TQ, (5.39)
donde la contribucion de los 4 campos escalares reales ya ha sido considerada.
La expresion para el diagrama de la Fig 5.3(V), para un fermion izquierdo, es

wiy— (9 [ 4% n v
Mo (@) = = () [ G (0= 10Subn* (1 = )Sulk =l (.40)

En estos diagramas la contribuciéon del campo hipermagnético externo es subdomi-

nante, y su principal contribucion en el limite infrarrojo se halla en la componente
“00” la cual es puramente térmica, esto es

2
T 5%(0) = g gT2 5.41

Para hallar la contribucion completa del sector fermionico al campo B* de U(1),
debemos tener presente que el operador de hipercarga v tiene un eigenvalor determi-
nado(véase el Cuadro 2.1), dependiendo del fermion sobre el que actua. La Ec. (5.41)
estard multiplicada por la suma de las hipercargas de todos los fermiones, esto es

N 2
2
152 (0) = 40 (%) ST (5.42)
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En el caso de los bosones de norma A* de SU(2), el resultado difiere de la Ec. (5.41)
por un factor 2d,,. Procediendo como en el caso de U(1), el factor es el niamero
de dobletes izquierdos del ME. Por lo tanto, para los bosones de norma SU(2), la
contribuciéon de fermiones es

29
HGQAgxo)::12><25d,<%) 17 (5.43)

Finalmente, el diagrama de la Fig 5.3(V 1) es directo, pues la topologia del dia-
grama es la misma que la de la Fig. 5.2(a), por lo que el resultado es

” 4 ~ 2

3 my 1 (vH)
II mozziﬂlf§ — 5.44
vnB ( ) 12 / 47 1 327 27”71? ’ ( )

1=0

el cual serd el mismo para los bosones de norma de SU(2). Notese que al igual que en
el diagrama de la Fig. 5.2(a), en este diagrama aparece un término del tipo ~ 1/m3;
todo parece indicar que es la topologia del diagrama la que induce la apariciéon de este
tipo de términos. En el calculo de estos diagramas es necesario hacer el reemplazo
m? — m? + II; (véase la discusion en la Sec. 5.2.2).

Es facil ver que la suma de todas las contribuciones al boséon de norma de U(1)
es la misma que la de bosones de norma de SU(2), por lo tanto el resultado para los
bosones de norma del modelo estandar electrodébil es

4
911 3 (m2+11,)42 1 (vH)?
Mo — z22t72(q_ 2 .

: i ( ; {887T T * 7047 T'(m? + 11,)3/2 b

= §Plg(T, H)dup. (5.45)

donde g =g paraa=0=1,23y g=¢ paraa=0=4.
Tal como se muestra en el apéndice C, las otras componentes no nulas de la auto-
energia de los bosones de norma, con origen en el loop de fermiones, son despreciables
g =I5, Iy~ O(my)

ab» i

Mgy = 1oy~ O(vH), (5.46)

por lo que T1% ~ 11

Notese que en la Ec. (5.45) no se han incluido términos del orden O(M,,/T),
donde M,, es la matriz de masas de los bosones de norma. Estas masas son pro-
porcionales a gv mientras que para valores grandes de f, m; es proporcional a fuv.
Por lo tanto, términos del orden de O(M,,/T) son més pequeiios que los términos
del orden O(m;/T). Estos términos en principio pueden ser calculados mediante la
diagonalizacion de M, o trabajando explicitamente con los grados de libertad de la
fase rota. En realidad esto ultimo es parte de un trabajo que esti en proceso y que
eventualmente explorard la dependencia del parametro de norma de las autoenergias

y el potencial efectivo [70].
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Es importante hacer notar que la contribucién de anillo de los fermiones es sub-
dominante ya que éstos no presentan los fenomenos infrarrojos de los bosones por lo
que no necesitan ser tomados en cuenta.

5.2.4. Potencial Efectivo

En el ME el potencial a nivel arbol esta dado por,

1 1
Viree(V) = —5021}2 + Z)\v4. (5.47)

El potencial efectivo a 1-loop recibe contribuciones de cada sector, esto es
1 1) 1
VO (0) = Vi (0) + Vi (0) + ViV (0), (5.48)

donde cada una de estas contribuciones en general estd dada por

VO (v Z/ ko [D(wn, k)]), (5.49)

donde D puede referirse tanto al propagador escalar, como al fermionico o al de
norma, y la traza se toma sobre todos los indices internos.
En el limite de campo débil, la contribuciéon del sector de Higgs es

T A3k _
Higgs — 252/ (27?) ln[DHl(wmk3 m; — m; +11,)]
ln (w2 + k> +m? +11)

+ (YH)2 ! - 2(k1) } (5.50)
(W2+k2+m2+10;)2 (w2 +Kk2+m?+11;)3

2
M
M s
\

El primer término de la Ec. (5.50) con II; = 0 representa la contribucion a orden
mas bajo al potencial efectivo a temperatura finita y campo magnético nulo. Tal
como lo hemos visto en el Cap. 4, esta contribuciéon es la de gas ideal de bosones
escalares [28|. Para mantener las correcciones mas bajas en A, hacemos II; = 0 en la
Ec. (5.50). Por lo tanto, con la jerarquia de escalas consideradas hasta el momento
y omitiendo la contribucién de la energia del punto cero, la contribucion del sector
escalar esta dada por [3§]
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N i _7T2T4+m?T2_m§T m I <m )—l—(’)( N
-4 90 24 120 3272 \4xaT
(5.51)

Notese que existe el término potencialmente peligroso m? en la Ec. (5.51) que
éste puede volverse imaginario para valores negativos de m;. Sin embargo, como se
vera mas adelante, este término se cancela cuando se incluyen correcciones al Higgs
provenientes de los diagramas de anillo.

El término que depende de H en la Ec. (5.50) se anula idénticamente [48], esto es
inmediato si integramos por partes el segundo término que depende de H, esto es

(%)T;/(i};ngf(k)?’: - ( )TZ/ @k (k/0)
N (g) &k

donde f(k) = (w? +k*+m?)~! y ademés se ha usado k3 = 2k*/3, pues cabe recordar
que al integrar sobre k2 el resultado es equivalente a integrar sobre 2k?/3 ya que la
integral no depende de la direccion del vector k. Notese que el primer término de la
Ec. (5.52), es un término de superficie que se anula en infinito, y por lo tanto, usando
Vi - k = 3, el resultado se sigue. Entonces, en el limite de campo débil, el potencial
efectivo del sector de Higgs a 1-loop es independiente del campo hipermagnético de
modo que su contribucion es solamente la de gas ideal de la Ec. (5.51).

En el limite de campo débil, la contribucion del sector de fermiones esta dada por?

o _ ZTZ/ dkmn 7 @k )]

fK*)V, -k

(5.52)

12

2 p.2 2
lnw +k* +my?) + 2(vH)? “n + 3+mfz) },

(Wi + K2+ my7)°
(5.53)

donde la suma corre sobre el ntimero de fermiones del ME, N, con masas my, = %v.
Hemos de enfatizar que la tinica masa que se mantiene en el anélisis es la masa del
quark top.

2El calculo explicito del propagador inverso del fermién se muestra en el Apéndice E.
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Al igual que en el caso de los bosones, el primer término en la Ec. (5.53) representa
la contribucion de gas ideal de fermiones [28], la cual es explicitamente dada por [38|

N
Ef 2T E @k Infw? + k* + m;?]
p - (271')3 n fz'
Ny 24 272 4 2
T mes T me; my; 4
~ _7 i i L) 4 O(my }
Z{ 80 12 167 n<T2 +Olmy;)

- (5.54)

Ahora, usando la Ec. (4.65) para fermiones, la contribuciéon con campo hipermag-
nético de la Ec. (5.53) al potencial a 1-loop de fermiones, es

2/ _ 2(vH)? {1 7€(3) my? <4M2)
(2=

RIICINIU S
3272 e 272 T2 +m

2

3

donde el indice a la izq. indica el orden en el campo externo del término bajo estu-
dio. Este resultado, dado el procedimiento para obtener la expansiéon asintoética de
alta temperatura de la Ec. (4.65), contiene tanto la contribucion del vacio como la de
materia. Sin embargo, la parte puramente térmica no es divergente ya que la distribu-
cion estadistica regula el comportamiento ultravioleta [28|. Por lo tanto, sustrayendo
la parte de vacio de la Ec. (5.55), el resultado es

o (1) (YH)? m? 7T )
Vv = 1+2y+1 - — 3 . 5.56

f (47)2 +2y+n - oM ((3)8 (5.56)
La parte de vacio se obtiene facilmente haciendo la suma sobre las frecuencias de

Matsubara por métodos tradicionales y aislando la parte que no tiene temperatura.
Para este caso, el término de vacio es

dk 3
o) _ ze/ ‘ 5 5T
fovae — M (27)4 16w} ( )

A primera vista, la contribucion del campo hipermagnético de la Ec. (5.56) se
vuelve importante para los fermiones ligeros. Sin embargo, esto no es cierto, pues,
al igual que en el caso de los bosones, en el limite de masa cero, la masa térmica
de los fermiones se vuelve importante (del orden ~ f7?). Esto hace que el término
de logaritmo se vuelva constante, y por lo tanto, la contribucién de este término al
potencial efectivo, dada la jerarquia de escalas, es subdominante. De esto se conclu-
ye que la principal contribucion del sector fermioénico al potencial efectivo a 1-loop,
proviene solamente de la parte del gas ideal de la Ec. (5.54), en el limite de campo
débil. No obstante, existen otros cilculos [35, 36] en donde se afirma que los térmi-
nos logaritmicos dependientes del cociente m/T (m la masa de un fermion , T la
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temperatura), cuyo origen, segiin se asegura en esas referencias, es no perturbativo,
vuelve menos fuerte de ler orden la transicion de fase. La validez de este anélisis es
cuestionable ya que tal comportamiento divergente debido a la masa de los fermiones
ligeros, planteado en las Refs. [35, 36], no toma en cuenta los efectos de apantalla-
miento del plasma, y por lo tanto la contribucién de la masa de Debye a la masa
de los fermiones, lo que eventualmente evita que el término logaritmico diverja. Més
atln, estos términos surgen también en el andlisis de esta tesis, como se muestra en la
Ec. (5.56), al substraer la contribucion del vacio en el potencial efectivo de fermiones
a 1-loop. Y tal como se ha mencionado, éstos no fueron tomados en cuenta en esta
tesis ya que tienen una dependencia muy suave con el paradmetro de orden, pudiendo
ser aproximados por una constante, que puede sustraerse del analisis.

Finalmente, ya que en la fase simétrica los bosones de norma no se acoplan con
el campo hipermagnético, el calculo es directo y su contribucion al potencial efectivo
es [61]

Vg(bl) _ Z Z / —— Trin[(D4)” Hwn, k5 me)]
d3/€ 2 2
Z 6lnw +k? +miy) + 3In(w? + k* + m3)

+ 2In(W? + k2)}, (5.58)

donde, en el lado derecho de la primera linea, el indice GG corre sobre todos los bosones
de norma de ME, y dado que este no depende de la base en la que se trabaja, en
la segunda linea usamos la base de la matriz de masas, en donde m?, = g?v?/4 y
m% = (g°+g"*)v?/4. Los factores en frente de cada uno de estos términos corresponden
a sus diferentes grados de libertad.

Usando la Ec. (5.51) en la Ec. (5.58), la contribucion del sector de bosones de
norma al potencial efectivo es

214 2 2 \2 3 3
1) T 2mi, +m7)T 2my, + m3)T
= —11 —
Voo 90 9 24 127
m4 mw m4 my
—6W1< )—3 Zl( ) O(m?). 5.59
3272 47T 3272 47T +O(my) ( )

En todas las expresiones para el potencial efectivo a 1-loop a temperatura finita,
las divergencias ultravioletas son tratadas como en el caso del potencial fermionico
de la Ec. (5.56), y eventualmente son absorbidas al emplear un esquema de renorma-
lizacion [71].
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Figura 5.4: Representacion esquematica de los diagramas de anillo, los cuales consisten
en una resumacion de diagramas con inserciones sucesivas de autoenergias en las
burbujas de vacio de la energia libre.

5.2.5. Potencial efectivo de diagramas de anillo

Los llamados diagramas de anillo, descritos esquematicamente en la Fig. 5.4, re-
presentan la siguiente contribucion importante al potencial efectivo en el limite infra-
rrojo [28].

En el caso de los campos escalares, la contribucion de éstos al potencial efectivo
es

Vi@ = =353 [ gt {Z - [Pk mz-mW(OﬂN}

N=1

- Y5/ éif; Tr Infl + 799 (0) Dy (o ks me)],  (5.60)

y en el caso de los bosones de norma, la contribucién es

e = 5% | %n{z% [—Hza<o>Dsz<wn,k>}N},
’ ) (5.61)

en donde no hay que perder de vista que estamos interesados en el limite de campo
débil, y por lo tanto, los propagadores deberén ser tomados en su expansion de campo
débil.

Notese que la contribucion dominante en las Ecs. (5.60) y (5.61) proviene del modo
n = 0, pues en cada uno de los términos de la serie, donde el indice de la suma es NV,
es el término que presenta la divergencia mas severa y por lo tanto la necesidad de la
resumacion.

Para obtener la contribucion dominante del campo hipermagnético externo al
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potencial de anillo de los escalares, hacemos la siguiente aproximacion

i} I,
In[1 +1IgAgx(k)] ~ In|l
nll 4 T A (R)] n_+@+w+W+m]
[ TI,(vyH)? T(m? + 11,)3/2
4 |1 - TOHP/ BT (m? + T))
I w2 + k% +m; + 11,
r 2
—|—ln1 Hl(YH)

U w2k mE

1 - 2k?
(W2 +k2+m?+11)2  (W2+Kk2+m?+10)3 /)]
(5.62)

Con esta aproximacion, la contribuciéon con campo hipermagnético en el limite de
campo débil al potencial de anillo es [48]

4

Vi3 {% [(m? 1) = ] - (3—8) (ﬁ) } (5.63)

=1

donde la contribucion de todos los escalares ya ha sido tomada en cuenta.

En el caso de los bosones de norma, el resultado no es tan directo, pues no se
dispone de una ecuacién tan simple como en el caso de los bosones escalares, puesto
que el producto de matrices I1%5(0) DY (wy, k) en la fase simétrica no es diagonal.
Sin embargo, de la Ec. (5.45) tenemos que I1°°(0) es diagonal en el espacio del grupo
de norma. Entonces, podemos usar la misma matriz que diagonaliza a la matriz de
masas dada explicitamente por

cosO,  sin Il (5.64)
—sin0f  cos 0 '

donde %{V es el angulo de Weinberg modificado por la temperatura y el campo hiper-
magnético. Por otro lado, en el espacio de Lorentz, la version Euclidiana del propa-
gador de los bosones de norma en la norma de Landau puede ser escrito como

1

L T
Dy = {Ph+Pl} s (5.65)
donde
PL=pPL=0 PE =4, — kik;
kK
L __ v pvv T
P, =0 — 25— Pl (5.66)
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Es facil ver que si consideramos so6lo el término dominante en el producto, entonces
I1,,(0) DM (wy, k)

Av ab v
0D = ot {1 + } Q. (5.67)

Tomando el término estatico, n = 0, y la traza en la Ec. (5.61), obtenemos

; 1 A3k
(ring) _ -7 1
Vo () ; 9 / (27) =

T
= g U2 (T H) + miy (T, H) + mi(T, H) = 2miy, —m3}

Q
Hab

14 __—ab
+k2+m2G

(5.68)
donde mq (T, H) estan dadas explicitamente por
mi (T, H) = mi, + ¢°llg
1
my(1H) = 5 {m}+ (g + 9"l
2,72 2 1 2
) 9’9"l ., | (9> +9?)
+ \/[mz + (9% + ¢*)e]? — SW[mZ + THG]
1
my (T H) = 5 { mz + (> + g*)lg
2,72 2 1 2
) 9’9" e ., | (9> +9?)
- \/ [m7 + (9> + ¢*)l]* — 8 1 o7 [m3 + =——Tlg] ¢
(5.69)
Aprovechando estas definiciones, la matriz de la Ec. (5.64), se escribe como
glm3, (T.H)—m? (T,1)] gmd,
g2mi +g2[m2 (T, H)—m2, (T,H)|" g2mi +g2[m2 (T, H)—m2, (T,H)|" .
l/ v [ ! g'm, v ] \/ ;[/m%V([T,I’;)—m%(T,I‘;VV)] ] ) (570)
Vo2miy g2 [m2 (T H)—m3, (0] \Jg2miy 492 [m2 (1.H)~m3, (1,1H)]"
esta matriz, en el limite H — 0, coincide con la matriz de la Ref. [71].
El angulo de Weinberg a temperatura finita, es
B ()
tan Oy = I Mw (5.71)

glmiy (T, H) —m3(T, H)]

en donde es claro que, en el limite de campo cero y T' = 0, el &ngulo de Weinberg toma
el valor conocido de la fase rota. Por el contrario, en el limite de muy alta temperatura,
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éste se vuelve cero, pues en esa region de energias, las masa de los bosones de norma
son de origen totalmente térmico (~ T?). Esto representa otra forma de visualizar la
restauracion (rompimiento) de la simetria a altas (bajas) temperaturas, pues en ése
limite tan Gy ~ 0 (¢'/g) y por lo tanto los campos de norma A* de SU(2) y B* de
U(1) no se mezclan (se mezclan) para formar los bosones de la fase rota Z y 7.
Notese que tanto las correcciones de temperatura como las del campo magnético
a las masas de los bosones de norma estan concentradas en Il;. Ademaés, en el limite
H — 0, las masas de los bosones de norma tienden a las masas térmicas usuales [61]

miyy (T, H — 0) — myy(T),
my(T,H —0) — m(T),
m2(T,H —0) — m2(T), (5.72)

donde m%(T) puede ser obtenida de las Ecs (5.45) y (5.69) haciendo H = 0.

Para obtener de manera explicita la dependencia en el campo hipermagnético
en V;](g’mg), expandimos los términos de masa al cubo que aparecen en la Ec. (5.68)
hasta el orden (YH)?, con el que hemos estado trabajando. Por lo tanto, usando las
definiciones de las masas de la Ec. (5.69), la contribucion explicita es

VETI0) = oo {2m(T) 4 m(T) () — 2y — i)
o2 f2gPm () 4+ (62 + 9)m(T) Ry — mo(T)R,)]
T o 1 )
< a2 () o o
donde
o 2()  Pg m3(T)mi(T)
T my(T) = mE(T)  (?+ 9?2 my(T) — m2(T)
R 2mi(T)  ¢*¢” my(T)+mi(T)
! m%(T) —m2(T) (g% + g?)?my(T) — m2(T)’

(5.74)

La expresion final para el potencial efectivo se obtiene sumando los resultados en
las Ecs. (5.47), (5.51), (5.54), (5.59), (5.63) y (5.73):

Veff(v) = Vtree(v) + V(l)

Higgs

Higgs

. 4 . . . 1 c 1, .
Notese que los términos peligrosos m; provenientes de VY se cancelan idéntica-

Higgs
mente con aquellos que provienen de V}(IZZ;?. En el caso de los bosones de norma, este

tipo de cancelacion no se da. Sin embargo, las masas para los bosones de norma son
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positivas definidas ain sin incluir la masa térmica. Al trabajar en la fase simétrica e
ir bajando gradualmente la temperatura, la masa efectiva de los escalares eventual-
mente evolucionard a sus valores conocidos de la fase rota, y por lo tanto, en algiin
momento, la temperatura no sera lo suficientemente alta para garantizar la validez
de la serie asintotica, en términos del cociente (m/T'), obtenida de la transformada
de Mellin. Esto nos restringe al rango de temperaturas

—16m3(v =0)
T>T = L 5.76

el cual define la temperatura mas baja. Asimismo, la expansion en campo débil yYH <

m? impone una cota mas restrictiva a partir de la cual el intervalo de temperaturas

permitidas es

YH — 16m3(v =0)
T>1T, = ! ) 5.77
2 \/392 + g7 + 8\ 4 4f2 (5.77)

El factor (v H)?/m; relacionado con el tadpole de escalares hipercargados, presente
tanto en el potencial VISZ;Z? como en V:q(br M9) " os el responsable de aumentar el orden

de la transicion de fase electrodébil, como veremos en la siguiente seccién.

5.3. Rompimiento de la Simetria

En esta seccion, procedemos a obtener cuantitativamente los efectos del campo
hipermagnético sobre la transiciéon de fase electrodébil, para lo cual graficamos el
Vesp como una funcion del valor de expectacion del vacio v usando los pardmetros
conocidos del ME, esto es ¢’ = 0,344, g = 0,637, mz = 91 GeV, my = 80 GeV, f =1
y A = 0,11, lo cuales corresponde a las cotas actuales para la masa del Higgs.

La Fig. 5.5 muestra V,s; para diferentes temperaturas, con H = 0. En esa fi-
gura se muestra el comportamiento de rompimiento de simetria pues, a medida que
la temperatura del sistema desciende, el sistema comienza a desarrollar un minimo
secundario, y a una cierta temperatura critica 7O < Ty < T3, el segundo minimo se
degenera con el original. Justo en ese instante se dice que ocurre la transicion de fase.

Para estudiar el efecto del campo magnético en el potencial efectivo, parametri-
zamos al campo en términos de la temperatura de la transicion de fase electrodébil,
H = h (100 GeV)2 No hay que olvidar que la jerarquia de escalas que hemos usado
durante todo el calculo, impone restricciones sobre los valores de H y T, tal que, con
la parametrizacion que se ha elegido, los valores que puede tomar h son todos aquellos
para los cuales se satisface la relacion h(y (100GeV)?) < m?(v = 0), donde tomamos
la masa del boson escalar mq, ya que ésta es la mas pequena en la fase simétrica.

La Fig. 5.6 muestra al potencial V., para diferentes intensidades de campo Hsz >
H, > Hy, a una temperatura 7' constante que coincide con el valor de la temperatura
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critica de la transicion en el caso con h = 0. Notese que a medida que la intensidad del
campo aumenta, la transicion de fase se retrasa. Este efecto favorece valores més altos
del cociente entre el valor de expectacion del vacio (v) de la fase rota y la temperatura
critica T,, y por lo tanto, la transicion de fase se vuelve méas fuertemente de primer
orden a medida que el campo aumenta.

En la Fig. 5.7 se hace la comparacion del potencial V. ;¢ para diferentes intensida-
des de campo Hz > Hy > Hy, cada uno a su temperatura critica, T.(hs) < T.(ha) <
T.(hy) para intensidades hy = 0,25, hy = 0,2 y hy = 0,1. De esta figura, es claro que
a medida que la intensidad del campo aumenta, la barrera del potencial entre los dos
minimos aumenta, y el cociente (v)/T para el segundo minimo (“fase rota”) crece, lo
cual hace que la transicion de fase se vuelva mas fuertemente de primer orden [13].

En resumen, el campo hipermagnético tiene dos efectos en la transicion de fase
electrodébil: el primer efecto es retrasar el comienzo de la transicion de fase, y el
segundo efecto, es aumentar el valor de expectacion del vacio para la fase rota (segundo
minimo). Ambos efectos ayudan a la supresion de la tasa de transiciones de sphaleron
entre los diferentes vacios topologicos de SU(2) x U(1), y por lo tanto puede favorecer
la asimetria barionica durante la transicion de fase electrodébil.
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Figura 5.5: V.¢¢ como funcion de v/T para diferentes valores de la temperatura con
H = 0. La simetria se rompe a medida que la temperatura disminuye al pasar de 73
a T5: el potencial efectivo desarrolla un minimo secundario, el cual eventualmente se
degenera con el original a una cierta temperatura critica T° < Ty < T5. Justo en este
instante ocurre la transicion de fase. Para este anélisis se uso ¢’ = 0,344, g = 0,637,
my =91 GeV, my =80 GeV, f =1y A=0,11.
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Figura 5.6: V,¢¢ como funcion de v/T" para T constante y diferentes valores de H =
h (100 GeV)? con hy = 0, hy = 0,03 y hy = 0,06. La temperatura T se eligio tal que
coincidiera con la temperatura critica del caso con h = 0. A medida que la intensidad
del campo se incrementa, la temperatura para la transicion disminuye. Esto favorece
valores més grandes para el cociente (v)/T.. Para este analisis se uso ¢’ = 0,344,

g =0,637, mzy =91 GeV, my =80 GeV, f=1y A=0,11.
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Figura 5.7: V;; como funcién de v/T para diferentes intensidades de campo hi-
permagnético hg > hy > hy, cada uno a su correspondiente temperatura critica
T.(h3) < T.(hy) < T.(h1), con H = h (100 GeV)?. A medida que la intensidad del
campo se incrementa, la barrera del campo entre los dos minimos también aumen-
ta y ademas el valor del cociente (v)/T también aumenta. Para este analisis se uso6
g =0344, g = 0,637, mz = 91 GeV, my =80 GeV, f =1y A=0,11.
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Capitulo 6

Conclusiones

Discusién y conclusiones

En esta tesis se ha calculado el potencial efectivo a temperatura finita, del modelo
estandar electrodébil en su fase simétrica en presencia de un campo hipermagnético
externo, considerando el efecto de los diagramas de anillo. El analisis de éste nos ha
permitido llegar a la conclusion que la transicion de fase electrodébil se vuelve mas
fuertemente de primer orden en comparaciéon con el caso cuando el campo no estéa
presente.

Se han introducido los efectos del campo hipermagnético externo usando el for-
malismo de tiempo propio de Schwinger. De este modo todos los niveles de Landau
han sido tomados en cuenta. En el limite de campo débil, se ha llevado a cabo una
expansion sistematica en potencias del campo externo hasta orden (¢’ H ).

La presencia del campo hipermagnético origina términos en el potencial efectivo
proporcionales a (gH )1, /m?, donde m es la masa de los campos escalares, corregida
con las contribuciones térmicas O(g) y II; es la correccion térmica a la masa O(g),
g simboliza una constante de acoplamiento genérica en el célculo. Estos términos
provienen de los diagramas de tadpole, donde la particula del loop es un boson escalar
y resultan ser los relevantes para hacer que la transicion de fase sea mas fuertemente
de primer orden.

Notemos que un conteo inocente de las potencias en g del término relevante, an-
teriormente discutido, indicaria que éste es de orden g, mientras que la contribucion
dominante, independiente del campo magnético, que proviene de los diagramas de
anillo, es de orden ¢3, lo que pareceria indicar que la contribucién originada por el
campo magnético es la dominante, al tener menos potencias de g. Para ver donde este
conteo inocente esti equivocado, consideremos por el momento que el acoplamiento
del campo externo con las particulas de la teoria, gy, es diferente del acoplamien-
to de las particulas mismas en ausencia del campo Ay. A primera vista, la primera
contribuciéon no trivial al potencial efectivo en presencia del campo deberia ser, en
teoria de perturbaciones, una burbuja de vacio a 1-loop con dos inserciones del campo
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magnético externo. Como se muestra en esta tesis, esta contribucion es idénticamente
cero. La siguiente contribucién en Ay al mismo orden en el campo magnético debe
surgir de los diagramas de anillo donde, cada propagador de las particulas cargadas
contribuye con dos inserciones de campo magnético. Como es bien sabido, este pro-
cedimiento de resumacion origina un comportamiento no analitico en \y. Puesto que
un término (gy H)?, que tiene las dimensiones del potencial efectivo se factoriza, los
otros factores en el potencial efectivo deben ser adimensionales. Este tltimo factor
debe incluir la temperatura 7', ya que ésta es la mayor de entre las escalas de ener-
gia que tenemos a nuestra disposicion y el calculo se realiza a orden dominante en
T'. De las consideraciones anteriores se sigue que los factores restantes deben ser un
cociente de “masas”, con dimensiones m~!. Debido a que las masas al cuadrado son
proporcionales al acoplamiento entre las particulas, Ay, no es de sorprenderse que el
factor sea del orden )\;1/2. De esta manera, la primera contribucién no trivial en el

campo magnético es de orden g%,/)\;l/Q. Si )\;1/2 y gy son del mismo orden, entonces
el término bajo escrutinio es orden gy-. Sin embargo, nétese que en realidad \y es una
combinacion de las distintas constantes de acoplamiento presentes en el calculo y, al
ser gy la mas pequefia de entre todas éstas, se cumple g2 /A2 < A¥2_ Por lo tanto,
en términos de las constantes de acoplamiento, la primera contribucién no trivial en
el campo al potencial efectivo es menor que aquella que no contiene al campo.

El campo hipermagnético externo tiene dos efectos simultdneos en el comporta-
miento del potencial efectivo: Uno, retrasa el inicio de la transicion de fase en com-
paracion con el caso sin campo; dos, el valor esperado del Higgs en el vacio, en la fase
rota, se vuelve mayor. Ambos efectos favorecen la supresion de la tasa de transicion de
sphaleron, lo cual ayuda a preservar la posible asimetria bariénica generada durante
la transicion de fase electrodébil.

Aunque este estudio muestra que para valores razonables de la intensidad del
campo durante la transicion de fase, el cociente (v) /T no es lo suficientemente grande
para evitar que los procesos de sphaleron borren la asimetria bariénica generada,
debe tenerse presente que estos resultados fueron obtenidos bajo condiciones muy
restrictivas, derivadas de la jerarquia de escalas con la que se trabajo, es decir ¢/ H <
m? < T?, donde m es una masa genérica del problema. Por lo anterior es posible
pensar que relajando esta restriccion, se pueda aumentar el valor del cociente antes
mencionado.

Cabe destacar que otros estudios [71] muestran que la inclusion de ordenes su-
periores en el calculo del potencial efectivo en ausencia de campo incrementan el
valor esperado del Higgs en le vacio entre un 20 % a un 40 %, lo cual abre también la
posibilidad que ésto suceda en presencia de campos hipermagnéticos.

El céalculo en el presente trabajo ha sido llevado a cabo en le marco de la teoria
de perturbaciones, en la que se considera que todos los parametros de expansion son
pequenos. Sin embargo, para tomar en cuenta el valor de la masa del quark top y
el limite actual de la masa del Higgs, en el analisis numérico se ha considerado el
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acoplamiento de Yukawa f = 1 y la constante de autointeraccion del Higgs A = 0,11.
En este sentido, el célculo presentado en esta tesis puede ser considerado como una
herramienta analitica para explorar este régimen no perturbativo.

También se debe mencionar que el resultado obtenido en este trabajo coincide
con el de otros trabajos en donde el efecto del campo externo ha sido estudiado ya
sea clasicamente [33| o en la aproximacion 1-loop [30] para el potencial efectivo. No
obstante, existen otros calculos en donde también se consideran las contribuciones
de los diagramas de anillo, que obtienen conclusiones distintas [35, 36]. En éstos se
afirma que, considerando el efecto de fermiones ligeros, la presencia del campo mag-
nético vuelve menos fuertemente de primer orden a la transicion de fase, debido a la
aparicion de términos logaritmicos dependientes del cociente ms/T (my la masa de
un fermion , T' la temperatura), cuyo origen, segun se afirma es esas referencias, es no
perturbativo. La validez de este andlisis es cuestionable ya que tal comportamiento
divergente debido a la masa de los fermiones ligeros, planteado en las Refs. [35, 36|, no
toma en cuenta los efectos de apantallamiento del plasma, y por lo tanto la contribu-
cion de la masa de Debye a la masa de los fermiones, lo que eventualmente evita que
el término logaritmico diverja. Més aiin, estos términos surgen también en el anéalisis
de esta tesis, como se muestra en el capitulo 5, al substraer la contribucion del vacio
en el potencial efectivo de fermiones a 1-loop. Estos no fueron tomados en cuenta
en esta tesis ya que tienen una dependencia muy suave con el parametro de orden,
pudiendo ser aproximados por una constante, que puede sustraerse del anélisis.

El escenario mostrado en esta tesis se ve desfavorecido por la existencia del mo-
mento dipolar magnético del sphaleron, cuya interaccion con el campo hipermagnético
disminuye la energia de la barrera entre los diferentes vacios topolédgicos de la teoria.
Esto impone condiciones més estrictas sobre el orden de la transicion de fase para la
preservacion del nimero bariénico |72].

Otro punto de cuidado es el intercambio en el orden de la integracion sobre el
momento y la expansion en campo débil. Es sabido, sin embargo, que tal intercambio
puede realizarse cuando en cada potencia de la expansion no existen divergencias
infrarrojas [73], lo cual es el caso en el presente analisis, debido a la masa térmica de
las particulas. No existe literatura en esta direccion, por lo que es una posible avenida
para ser explorada.

En conclusion, la presencia del campo hipermagnético externo durante la tran-
sicion de fase electrodébil contribuye favorablemente en dos de las condiciones de
Sakharov para generar la asimetria barionica del universo: 1) aumenta la violacion de
C'P mediante la segregacion de carga axial [24, 25, 26] y 2) hace a la transicion de
fase méas fuertemente de primer orden [48]. El relajamiento en las condiciones impues-
tas sobre las intensidades del campo respecto a la masa nos permitiria explorar otros
efectos sobre la transicion de fase. Por ejemplo, recientemente se ha mostrado que cam-
pos magnéticos catalizan el rompimiento dindmico de la simetria quiral atin cuando
la interaccion entre los fermiones es débil. En esencia, este efecto es producto de la
reduccion dimensional D — D — 2 en la dinamica de los pares fermién-antifermion



CAPITULO 6. CONCLUSIONES 93

del vacio en presencia del campo magnético. Cuando el acoplamiento es débil, la di-
namica es dominada por el nivel mas bajo de Landau [74]. Este efecto junto con la
exploracion de un espacio de pardmetros mayor al considerado en esta tesis, podria
tener repercusiones sobre la transicion de fase electrodébil e influir en el escenario de
la bariogénesis dentro del modelo estandar.
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Apéndice A

Modelo Estandar Electrodébil:
Reglas de Feynman

La forma diagramatica desarrollada por R. Feynman, permite, de manera muy
sencilla, incorporar cada uno de los elementos presentes en el cilculo de ciertos dia-
gramas, como lo son propagadores, vértices y factores de simetria, por complicado
que parezca el diagrama.

Debido a ello, en este apéndice muestro cada uno de los vértices de interacciéon
entre las diferentes particulas del ME, presentes en la fase simétrica, i.e., en la fase
en donde el campo de Higgs atn no adquiere un valor de expectacion del vacio. Estos
se obtienen facilmente de la estructura del Lagrangiano.

La expresion analitica para los vértices de interacciéon se obtiene por medio de la
convencion estandar de momentos, i.e., todos los momentos en un vértice entran a
éste, vy, en el caso de varias patas bosonicas de una misma particula (con la misma
carga), éstas se simetrizan.

A.1. Sector de Higgs
Para el sector del Higgs, se tienen lo siguientes vértices.
oF oF ; ;
= —6i\ = —2I\

i i i i
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Aok Ab” BH BY
— Z'g?(')‘abg;w — Z'ng/u/
Aar B
/k =57 (p—p)" /k = i%(p—p)
Aau BV

no contribuye a 1-loop.

¢’, ¢+ N

A.2. Sector de fermiones

Para el sector de los fermiones, los vértices de interaccion con los bosones del ME
son

Br B
/L\ = —iZry,(1+75) /5\ = —i%7,(1— )
\IJR ER \IJL EL
At o1
/5\ = =151 = )7 /K =7
4 V2
“IIL EL t E

donde A, son los bosones de SU(2)r,, B* el boson de norma de U(1)y y ¢ el campo
de Higgs.
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A.3. Sector de Bosones de Norma

Finalmente, los vértices de interaccion de los bosones de norma estian dados por

A7 Al
— _292 [fabefcde (gupgua _ guagup)
+facefbde (guugpa _ guagyp)
+fadefbce(gyugpa _ gupgua)]
AP A7
AL
/ji\\ = gf*™[g" (k —p)’ + g (p — @)” + g"*(q — k)"]
Ay AL
Ay
i — gfabc(ku)a
EaS
c® c¢

donde f% son las constantes de estructura del grupo SU(2). Cabe mencionar, que en
el ultimo diagrama, indice latino en el momento k* indica que el momento correponde
al campo fantasma c*.
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Apéndice B

Parametro de Feynman en el limite
infrarrojo

B.1. Parametro de Feynman

En esta parte se describe el procedimiento que sigue Weldon en su articulo [56],
donde pone de manifiesto que un empleo directo del pardmetro de Feynman puede
dar origen a resultados erroneos.

En este trabajo, se comienza con la expresiéon para la autoenergia en una teoria

AP

d*k 1
I _ B.1
(Pot, P) Z / [(27nT)? 4+ wZ][(27nT — ipo)? + Wi, (B-1)

donde w? = z? + m? y py = 27lT. Ahora, para hacer la suma sobre n, usamos

fracciones parciales para separar el integrando, con lo cual obtenemos las siguientes
sumas

(por,p) = o) / = Z
bo,,P) = 9 . (271-)3 2wy [Qnﬂ'T — iwk] [w,f — 2poiwy, + p(Q)l - wlg—i—p]

n=-—

l

2wi[2n7T + iwy) [wE + 2pawy, + Py — w,%er}
1

2wty 20T — ipo + 1wk p) [w,% —pi - Wl%er + 2p01wk+p}

+

l

2kt 20T — ipor — iwhyp) (Wi — P — Wity — 2P0k 1) }

(B.2)

Ahora, podemos hacer cada una de estas sumas con ayuda de métodos estandar en
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teoria térmica de campos (véase por ejemplo las Ecs. (2.55a, 2.78) de la Ref. [28]):

H(pOl:p = Z/ @’k { COth( ) 3 +(wkHWk+p)}.

s=+1 Awg ((wr + pa)’ — Wiyp)

(B.3)

Notese que el segundo término es igual al primero si en el segundo término hacemos
un cambio de variable de la forma k 4+ p — k', de modo que la dependencia angular
s6lo aparecerzca en el denominador, de la misma forma que en el primer término. Por
lo tanto, la contribuciéon total serd el doble de la primera.

El modo de proceder es el siguiente: primero escribir de manera explicita la com-

inacion wy — w n u xpresion anterior se redu
binacion wi — w?,, con lo cual la expresion anterior se reduce a

coth —k) 1 1
11 = k2 dk——217 / d
(Por, P) Z / L v (pﬁl + 2swyper — p? — 2lmp) ’

(B.4)

en donde x = cos(0) y la integracion sobre ¢ ya ha sido realizada. Ahora hacemos la
integral sobre z, la cual da

th 2 — 242 2k
(por, p) = kdkco )m(pol P ¥ 2Skbo p) (B.5)

4wyp pE, — p* + 2swipo, — 2kp

y tomamos el limite pg — 0. Para ello hacemos la sustitucion py = ap y después
tomamos p — 0 el limite con lo cual obtenemos

A2 * coth (&) k2(a® — 1)
II = —— . B.
(ap,p) 2(27?)2/0 dk 2w, k% — 2w} (B.6)

Ahora, mediante la identidad
th(—k) = (14 2n(wy)) (B.7)
co 5T n(wr)), .

donde n(wy) es la distribucion de Bose-Einstein, es posible separar la parte térmica
de la parte de vacio sustituyendo la Ec. (B.7) en la Ec. (B.6), por lo que la parte
puramente térmica es

A * n(wp) K*(a® —1)
11 = ) B.
(polap) 2(277')2 /0 dk Wi kg I 042(4)]% ( 8)

Esta tltima ecuacion concuerda con la Ec. (24) de la referencia [56].
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En el caso de interés, limite infrarrojo, debemos tomar o = 0, con ello la integral
que resta por hacer es

2 00
M p) = 555 | k" (5.9
Este tipo de integral es finita tanto en el origen, ya que w no es nula, como en infinito,
ya que la distribucion se anula. Para hacer este tipo de integrales, recurrimos al
método de regularizacion dimensional. Entonces se debe extender la integral primero
al semieje —k y dado que el integrando es par, se debe multiplicar por 1/2. Una vez
hecho lo anterior se lleva la integral a d-dimensiones, esto es,

A2 B n(w
(por, p) = 4(27T)2u1 d/ddk Eu:)’ (B.10)

dado que el integrando no tiene dependencia angular, podemos hacer la integral an-
gular, esto es

A2 omd/2 [ n(ws)
I = 1= / kAt dk——2 B.11
(p017 p) 4(27T)2M F(d/Q) . W ) ( )
usando la identidad (Ec. (2.38) Ref. [55])
n(wg) 1 = 1
= —— B.12
Wi 2wy, * ﬁnz_oo (Bwg)? + (27n)? ( )
en la Ec. (B.11), las integrales a realizar son
2 L 1 - 1
(po, p) = 1= / 2 —— T S ——— .
(poi, P) 4(271-)2“ F(%) 0 2wy, n:zoo w,% + (27nT)?
(B.13)

Notese que en ésta ultima ecuacion se ha escrito la diferencial en términos de la
variable k2, lo cual arroja un factor 1/2 que ya se ha cancelado. Haciendo el cambio
de variable [38],

g
dk? = —y2dy (B.14)
y € [a7%0]

1
==
Yy k2 + a2
donde a puede ser la masa o alguna otra combinacion, entonces la Ec. (B.13) se
transforma en

—2

\? L T2 1 m d_q _d+1
I(po, p) = st iy {——/ dy(1 —m?y)="ly 2
0

2

o (m2+(27nT)2)~1 p p
+ T Z / dy[l — (m* + 2mnT)*)y]2 'y~ 2 ¢ (B.15)
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mediante el cambio de variable y = a=2z, la Ec. anterior se reduce a

NI JFSL Sy R
= —=m y4 —Z V4
DPoi, P 4(27_‘_)2/1/ F(g) 2 0

+ T Z m? + (27nT)? ) / dz(1 —z)glzg}. (B.16)

Las integrales que se han obtenido son bien conocidas y éstas pueden ser escritas en
términos de las funciones gama, esto es

/0 dz(1 — 2)027 — F(Ii“(; i)z(z‘;)l), (B.17)

por lo tanto, la Ec. (B.16) es

)\2 1—d 71-% 1 dflr(%)r(%d)
I (por, p) 4(27T)2u I'(%) {_im L'(3)
+ T Z m? + (2mnT)?) "2 211@)1?((11)_ g)} (19

Separando el término n = 0 de la suma infinita y teniendo en cuenta que el sumando
es par, se tiene que,

(por, p) = 4(;)2111‘%5 {—%md‘lrr(g) +T <1 - g) Tm®?
+ 2TT (1 — g) [i( + (2rnT)?) T ] } (B.19)

El primer y tercer términos de la expresion anterior presentan singularidades cuando
d = 1, que debemos aislar. Dado que en el tercer término la singularidad no es tan
obvia, me concentraré en él.

Para aislar la singularidad en el tercer término, sumamos cero, esto es,

Sy = Z [(m2 + (QWnT)Q)% — (2mnT)* 2 + (27rnT)d’2}
= 2r7)"% (2 —d) + Z [(m2 + (27T7LT)2)% - (27TnT)d_2]

= (2rT)"%¢ Z (2mnT)?
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donde ¢ es la funcion Zeta de Riemann, que tiene un polo en d = 1. En el limite
de alta temperatura, m? < T2, podemos aproximar el paréntesis por medio de una
binomial, con lo cual,

= d—2 m?
~ (2nT)7%¢(2—-d 2mnT)? | —= ———
R W e
-2
= 2rT)*%(2—d) + dT(QﬁT)d_4m2§(4 —d). (B.21)
Sustituyendo la Ec. (B.21) en la Ec. (B.19) se tiene
N g d 1 d—1r(1§d) d d—2

+ 2T T (1 - g) [(QWT)d_QC(Q —d) + ?(%T)Hm?g(zl — d)] } :
(B.22)

Ahora, tomamos d = 1 — € dentro de las llaves y hacemos una serie para ¢ — 0, con
lo que se obtiene

/\2

(m(T) L1 In(47) 7E) mzc(g)} 23

T Vae F i) serre

donde vg es la gama de Euler. Notese que los infinitos que aparecen como 1/e se
cancelan, por lo cual, los factores externos que provienen de expandir p¢ no son

relevantes, al igual que los factores de 7=</2. Por lo tanto, el resultado es
N (nT m m2¢(3)
I(poy, = ————+1 (—) -5, B.24

lo cual concuerda con el resultado de la Ref. [38]. Por otro lado, si aplicamos directa-
mente el método de la Ref. [63| a la Ec. (B.1), usando parametrizacion de Feynman,
lo que obtenemos es

X (aT 1 p\ e mE)
H(pOlap) - W{E‘i‘fe—i—ln (2\/7_1'T) +7— 87T2T2 } (B25)

Cabe mencionar que en la Ec. (B.1) no se ha separado explicitamente la parte de
materia de aquella que proviene del vacio. Sin embargo, cuando se substrae la parte
del vacio al resultado anterior el resultado coincide con la Ec. (B.24). Esto se muestra
en detalle al final del siguiente ejemplo. Como nota adicional se debe mencionar que
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en el resultado de la Ec. (B.25) también se recurre a la regularizacion dimensional,
pero en éste caso se toma d = 3 — 2e.

Ahora vamos a ver qué pasa en el caso cuando se tiene una frecuencia de Matsubara
en el numerador, de la forma

2

4’k w
o . n_ ) B.26
(Poi, P) Z / 3 w2 + wil[(wn — ipor)? + wiy) ( )

n=—oo

Haciendo la suma sobre las frecuencias de Matsubara por métodos tradicionales de
teoria térmica de campos, se obtiene

Pk 1 [ coth (“ th (&
I(por, p) Z/ [ coth (5) 4 RO (51)
s==41

2m)3 4 Wip (W + 5 po)? — w2, ,

e
Witp /) (Wrap + 5 Po)° — W}

La suma e integral angular en el primer término es directa. Si hacemos los cambios
k+p — Ky w, —ipy — w,, v después empleamos la Ec. (B.12) para hacer la
suma sobre n. Dado que el segundo término es igual a la Ec. (B.4), podemos usar el
resultado de la Ec. (B.6) sin el factor —\?/2 y dividido por 2. Para el tercer término,
hacemos el cambio k + p — k' de manera que la dependencia angular esté fuera del

cosh y de ahi procedemos de la misma forma como en la Ec. (B.4). Con lo anterior
se obtiene lo siguiente

k2dk coth ()
2w? 4+ 2 2 B.28
I(po, p 52_;1/ 2 Shpor {(2w* + 2spow + p7) (B.28)
— 2k 2
x In s p+pg+ WP ) (B.29)
—p? — 2kp + p§ + 2swpo

Ahora, para analizar el comportamiento cerca del origen, hacemos la sustitucion py —
ap y hacemos una serie alrededor de p = 0. Con lo anterior se obtiene

Ipoip) = / (k;j)k oth <2T> 2%:2252) (B-30)

en el limite infrarrojo (a = 0),

I(po,p) = —ﬁ/dkcoth <;u—j]i) Wk (B.31)

Multiplicando al integrando por el factor wy/wy

I(po,p) = —2(271%)2/000 dk coth <2T> {k2 + T—:} (B.32)
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en donde se ha usuado w? = k? + m?. Separando la parte térmica de la expresion

anterior, las integrales a realizar son

I(po,p) = _%/000 dkn(:;k) - 2(217r)2 /Ooo dkk2%u;k). (B.33)

El primer término es igual a la Ec. (B.9), y para el segundo, usamos la Ec. (B.10)
omitiendo el factor A\?/4. Ademés, multiplicamos y dividimos por el angulo solido en
3-dimensiones y reemplazamos p'~% — p®~¢, con lo cual el segundo término de la
Ec. (B.33) es

o) = 5o [ ") (B.31)

Entonces el resultado para esta integral es la Ec. (B.22), omitiendo el factor \?/4
reemplazando
1-d 3—d

1 1
a7~ 3 (B.35)

Notese que al igual que en el caso anterior, aqui también aparecen infinitos, pues
tanto I'((1 — d)/2) como ((4 — d) tienen polos cuando d — 3. Pero, al igual que en
el caso anterior, esperamos que estos infinitos se eliminen entre si. Con lo anterior, el
segundo término de la Ec. (B.33) es explicitamente

. 1 I C d
I(po,p) = 3=drs {—amdl F((i)) +T <1 - 5) Tm?*?2
2

+ 2T T (1 - g [(QWT)dQC(Q —d) + %(QWT)d‘lmQC(ZL —d)

%%%(2%7’)‘#6#&@(6 — d)] } . (B.36)

En esta ultima ecuaciéon, se ha tomado la expansion de la Ec. (B.21) al siguiente
orden. Ahora, tomando d = 3 — € y expandiendo para € pequeinio, se tiene

- B 1 s In(m) 1 v 1 5
I(poa,p) = 2(271)3/“T {(— N +2ﬁ6_2ﬁ+2ﬁ)m
2 3 . In(T) 1 In(4) vy 9
- 2mﬁT+§sz +( Nz —2ﬁ€+ NG _zﬁ)m
N

1675272
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Notese que, al igual que antes, los infinitos representados por 1/e se cancelan, como
era de esperarse, ya que estamos trabajando con la parte puramente térmica que no
dependera de la escala adicional p. Simplificando el resultado anterior, los términos
dominantes en la temperatura son

- T Tm m? m m*¢(3)
I(po,p) = = =" 7<1—2 —91 ( )) o) (B.38
oP) = 57 = 50 Sy e =257 ) ) + Spgppe (B-38)

Finalmente, sustituyendo la Ec. (B.24) (con la modificacion \?/2 — m?) y la
Ec. (B.38), en la Ec. (B.33), se obtiene

m? (#T m m2((3)
tun) =~ () -
(Por. p) 2(2m)? { m i AT +e 822 }
_r Tm_ (1-27e — 210 (-2)) - m'((B3)
24 8r 2(4) 2N )) T 2560072

= it (2 om () + (5) i
(B.39)

Notese que el término 7'm se cancela, lo cual es de esperarse pues este tipo de términos
tiene su origen en la frecuencia de Matsubara n = 0, en cuyo caso la integral en
cuestion es nula. Por otro lado, empleando el método de la Ref.[63], para el calculo
de la Ec. (B.26), se tiene

T2 m2 1 112 3\ m*¢(3)
T = - — ——— (2 —+1 - .
(pOlu p) 24 2(477')2 ( - E + € T (47TT2)) + (4) 64472

(B.40)

Debido a que en el método de Bedingham se trabaja tanto con la parte del vacio
como con la temperatura, aparecen términos que son divergentes. Pero estos términos
provienen de la parte del vacio, de modo que, para quedarnos con la parte puramente
térmica, al resultado de la Ec. (B.40) hay que restarle la parte del vacio. Esta se
obtiene facilmente de la Ec. (B.31), que explicitamente es

1
Ivac(pol:p> = _m/dk Wi - (B41)

Para llevar a acabo esta integral, usamos regularizacion dimensional y las definiciones
de la Ec. (B.14), con lo cual se obtiene

m? 1 2
[vac(p(]l,p) — ll + E —”yE+ln< H ):| ) (B42)

2(4m)? Tm?

Por lo tanto, restando Ec. (B.42) a la Ec. (B.40), para quedarnos con la parte pu-
ramente térmica, el resultado es idéntico a la Ec. (B.39), hasta un factor de 7 en el
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logaritmo. Tal como se ha mencionado en el capitulo 4, esto es atin tema de inves-
tigacion y actualmente se encuentra en pleno desarrollo. Sin embargo, los casos que
se han mostrado en este apendice con dos tipos de estructuras funcionales arrojan
resultados alentadores. Lo anterior, aunado al hecho que los resultados dominantes en
la temperatura que se obtienen en esta tesis coinciden con los de la Ref. [61] para el
caso de la TFED sin campos magnéticos, nos hacen pensar que el uso del parametro
de Feynman arroja resultados correctos en el limite infrarrojo (py = 0,p — 0).
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Apéndice C
Autoenergia de los Bosones de Norma

En este apéndice se muestra el calculo del diagrama de Feynman de la Fig. 5.3(V),
que representa la contribucion de fermiones a 1-loop al tensor de autoenergia de los
bosones de norma hasta orden (vH)?, en donde no es evidente que las componentes
fuera de la diagonal sean despreciables.

&k 16k,,k, — 8k
m,, = (% TE :/ . C.1
' R+ mggll(k = p)* + my?] -

donde se ha usado la notacion "I, n = 0,1, 2, donde n indica el orden en el campo
YH.
A orden cero, usando la Ec. (4.64) para fermiones, se tiene

o, = (9V (2 i L 4y
M = <4> {(ST T o { +yetn{ o ) =1 ) Oudv

f 2 1 4/12 }
. 1 0ipdiu
(4m)? [3+ +7E+n( 12 ) |
A primer orden en el campo se tiene

3
M, = —8(vH) TZ/ @k

[kS(k/LuV + kl/”u) + wn(kubu + kl/bu> - 2&)”]{35#,,] [112(1{7 q) + 121 (k7 q)]
+ Sicuas [ksk®u? + w0 kV?] [Ia(k, ) — Iy (K, q)] } .

X

(C.3)

Usando de nuevo la Ec. (4.64), explicitamente se tiene

. g9\? (vH) [1 Ay 1
HHV = <Z) 52 E + YE + In ﬁ + g (6;L35V0 + 5#067/3)' (04)
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Las contribuciones a segundo orden en el campo contienen dos términos, esto es

d k
I, = 8(vH)* (= 3 (2u,uy — 0p)
—+ ank‘g(uubl, + uybu) n(2buby — 5uy)] IQQ(k, CI) (05)
y
d*k
QHZV = 8 YH g TZ/ I41 k q) +Il4(k )]
X [4kuk1/(k?2> B n) - ((kubv + kvbu)k3 B (kubv + kvbu) n)(wi + k2)}
— 2ieuagh’ [ksbk” — w,u®k’] L (k, q) — Ta(k, q)] } : (C.6)
Usando una vez mas la Ec. (4.64), se obtiene
2
9a YH 27¢(3) i
m, = -8 (7) <Z) et {5M05V0 + (24 366)0,u0,; Y, (C.7)
y
YH\* rg\? 7€(3)
QHZV = 8 <T) <4) 144 T {(5,”(5,4 + 65}1351/3 — 9(5#06’/0} . (CS)

De la Ec. (C.2), se observa que la principal contribucion corresponde al término
proporcional a T2 y de ahi el resultado de la Ec. (5.45), una vez que se ha sumado
sobre todos los fermiones hipercargados. Después de factorizar las contribuciones do-
minantes, notese que los términos proporcionales a (mfi/T)2 aparecen junto con un
factor asociado a la renormalizacion. En este trabajo no se llevd a cabo en detalle el
corrimiento de la masa y constante de acoplamiento en funcion de la escala de energia
1, pero, al igual que en el caso del potencial de fermiones, al extraer la parte del vacio,
la dependencia en el factor de escala u se elimina. Por lo tanto estos términos dan
correcciones proporcionales a (mfz./T)2. De esta manera, para valores de v durante la
transicion de fase, estas correcciones pueden ser despreciadas sin ningtin problema.

De la Ec. (C.4), y por el mismo procedimiento del término a orden cero en el
campo, la contribucion de los términos fuera de la diagonal es proporcional a YH /T? y,
comparando con la contribucién principal en la temperatura, estos términos también
pueden ser despreciados sin ningin problema.

Finalmente de la Ec. (C.7) y (C.8), notese que las contribuciones a segundo or-
den en el campo son proporcionales a (vYH/T?)? y por lo tanto su contribucion es
despreciable.
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Apéndice D
Propagador inverso del fermién

En este apéndice muestro el procedimiento para invertir el propagador de fermio-
nes utilizado en el calculo del potencial de fermiones a 1-loop en presencia del campo
hipermagnético.

El procedimiento es muy simple y consiste en lo siguiente: A partir del propagador
del fermion en el limite de campo débil

:  K4mo | wsf(E, +m)(eB)  2(eB)*k? m? — k?
iS(k)p = L2 _ m2 + (k2 H_ m?)2 - (k2 — m2) (m—i— K+ kLT“) ;
(D.1)

se propone una forma funcional del propagador inverso con las mismas caracteristicas
que propagador de la Ec. (D.1), esto es

eB A 2(eB)?k?*

=22 T =) 02

(iS(k)p) ™ = (k—m) +
donde A y B son dos matrices. Para determinar estas matrices, usamos la relaciéon
(iS(k)p)(@S(k)p) ™" = 1. (D.3)

Esta relacion plantea un sistema de ecuaciones en términos de A y B que al resolver
se obtiene

A = _(%_m)75%ﬁ(k||+m)(%_m)
= e[k e+ k(M)

1
2k2

WK, + ) — m)s K, +m>} F—m). (D)

Con lo anterior, el propagador inverso de fermiones de la Ec. (D.2) queda determinado
hasta O((eB)?).
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