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Resumen

En el presente trabajo se estudian las propiedades hadrénicas y de materia de
quarks, en el marco de cierto tipo de modelos de quarks relativistas con interaccio-
nes no locales covariantes y que preservan la simetria quiral. Dichas interacciones se
basan en una aproximacion separable al intercambio efectivo gludnico. Primero se
investigaran modelos de dos sabores de quarks livianos (up y down) que incluyen
interacciones que dan lugar a la renormalizacion de la funciéon de onda en el propa-
gador del quark. Luego se consideran modelos de tres sabores para estudiar el efecto
del quark strange. En ambos casos, al estudiar los efectos de temperatura finita, se
incluye el Loop de Polyakov (PL).

En el capitulo | se presenta una breve introduccién al tema, describiendo tanto
la motivacién como los primeros modelos en los cuales se basa el tipo de modelo
utilizado. Asimismo, se exponen los objetivos a ser alcanzados durante el desarrollo
de la presente Tesis. En el capitulo 2 se enumeran las caracteristicas principales de
la Cromodindmica Cuéntica (QCD), incluyendo en especial su diagrama de fases, y
posteriormente se describe el modelo de Nambu-Jona Lasinio (NJL) de dos sabores
en su version més simple, para luego poder desarrollar las extensiones del mismo a
tres sabores de quarks.

En el capitulo '} se explican las extensiones no locales del modelo NJL que, para
el caso de dos sabores, incluyen una interaccién que da lugar a la renormalizacion
de la funcién de onda (WFR) en el propagador del quark. Luego se contintia con
la extension del modelo no local para incluir el quark strange. En ambos casos, una
vez fijada la accion efectiva correspondiente, se obtienen y resuelven las ecuaciones
que determinan los campos medios y, a partir de ellos, otras propiedades tales como
las masas dindmicas y los condensados quirales. Se determinan también las masas
y constantes de decaimiento de los mesones pseudoescalares livianos, concluyendo
finalmente con la exposicion de los resultados numéricos asociados.

En el capitulo | se extiende el modelo no local de dos sabores a la region de

temperaturas y densidades finitas, con el objetivo de estudiar el diagrama de fases



correspondiente. Asimismo, se describe aqui la incorporacién al modelo de un campo
que sirve de pardmetro de orden del confinamiento de color, conocido como ‘loop
de Polyakov'(PL). Se observa que la presencia del PL provee un aumento sustancial
en el valor de la temperatura de transicién a la fase quiral T, predicha, llevando
a resultados més cercanos a los obtenidos mediante desarrollos recientes en QCD
en la red. Se comparan tres parametrizaciones diferentes, dos de ellas con factores
de forma exponenciales (una con y otra sin WFR) y la tercera con factores de
forma lorentzianos, cuyos parametros se ajustan de manera tal que el modelo sea
capaz de reproducir ciertos resultados de QCD en la red. En la elaboracion de los
diagramas de fase correspondientes, se presta especial atencion a la determinacion de
los puntos criticos, desarrollandose un sistema de ecuaciones que permite calcular
numéricamente tanto los valores de los campos medios correspondientes como la
ubicacién de los puntos criticos en forma precisa. Con el fin de verificar esto 1iltimo
se determinan ademas los exponentes criticos respectivos, observdandose una muy
buena concordancia con los valores esperados por la teorfa de campo medio.

En el capitulo 7 se estudia el comportamiento con la temperatura, tanto de las
propiedades de quarks a nivel de campo medio, como de las propiedades mesonicas
en el contexto del modelo no local de tres sabores. Se observa también un incremento
sustancial en la temperatura de transicién de fase con la incorporacién del PL y, una
vez reestablecida la fase quiral, diferentes comportamientos asintéticos dependiendo
de qué propiedad hadrénica se trate y del mesén a que ésta corresponda.

Finalmente, en el capitulo (i se exponen las conclusiones obtenidas a partir de los

resultados mostrados en los capitulos previos.
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Study of hadronic and quark matter properties in
quark effective models with non-local interactions

Abstract

In the present work it is studied hadronic and quark matter properties, within
a framework of some kinds of relativistic quark models with covariant non-local
interactions, which preserve the quiral symmetry. Such interactions are based in a
separable approximation to the one gluon effective exchange. First, it is investigated
two quark flavor models with the (up y down) light quarks. These models include
interactions which produce the wave function renormalization (WFR) in the quark
propagator. Then, in order to study the effect of the strange quark, it is considered
a three quark flavor model. In both cases, when the effects of finite temperature are
studied, it is include the Polyakov loop (PL).

In the chapter | it is presented a brief introduction to the topic, describing both
the motivation and the first models in which the kind of models to be used here are
based. The objectives to be achieved along this Thesis are also exposed in the first
chapter. Meanwhile, in the chapter 2 it is enumerated the main characteristics of
the Quantum-Chromo-Dynamics (QCD), including particularly its phase diagram.
And after that, the simplest two quark flavor Nambu-Jona Lasinio (NJL) model is
described, developing later its extension into the three quark flavor sector.

In the chapter 5 the non-local extensions of the NJL model are briefly explained.
In the case of two quark flavor, such extensions also include an interaction that
allows the wave function renormalization (WFR) in the quark propagator. Then the
non-local model extension is continued to include the strange quark. In both cases,
once the corresponding effective actions are obtained, it is proceed to the deter-
mination of the mean field values by solving the corresponding coupled equations.

From this values, it can be calculated other properties such as meson masses and
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decay constants, ending the chapter with the exposition of the associated numerical
results.

In the chapter 4, with the objective of studying the corresponding phase diagram,
the two flavor non-local model is extended to finite values of temperature and densi-
ty. In addition, here it is described the incorporation of a field called Polyakov Loop
(PL), which serves as order parameter of color confinement. It is observed that its
presence provides a substantial increase in the value of the predicted quiral phase
transition temperature T, taking it to values closer to that obtained in recent de-
velopments in lattice QCD. Three different parameterizations are compared, two of
them with exponential form factors (one with and one without WFR) and the third
one with lorentzian form factors, whose parameters are adjusted so that the model
is capable of reproduce certain results of lattice QCD. In the elaboration of the
corresponding phase diagrams, special attention is paid to the determination of the
critical points, by developing an equation system that allows calculate numerically
the corresponding mean field values together with the precise location of the critical
points. In order to verify this, the respective critical exponents are also determined,
obtaining a very good agreement with the mean field theory expected values.

In the chapter 7 it is studied the behavior with the temperature of quark proper-
ties in the mean field level and meson properties, both of them in the context of the
non-local three quark flavor model. With the inclusion of the PL it is observed again
a substantial increase in the phase transition temperature and, once the quiral phase
is restored, different asymptotic behaviors are observed, depending on the hadronic
property and the meson studied.

Finally, in the chapter (i it is exposed the conclusions obtained from the results

showed in the previous chapters.
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Capitulo 1

Introduccion

“81 no conozco una cosa, la investigare.”

Louis Pasteur (1822-1895).

De acuerdo con el Modelo Estandar de particulas elementales!', los hadrones
(mesones y bariones) estdn formados por fermiones (quarks) que interactian en-
tre st a través de bosones mediadores de las interacciones fuertes (gluones). La
teoria que describe dichas interacciones es una teoria de gauge no abeliana llama-
da Cromodindmica Cudntica (QCD, por sus siglas en inglés) . El hecho de que el
grupo de simetria interna (SU(3) de color) sea no abeliano, hace que la QCD ten-
ga caracteristicas muy diferentes a las de la Electrodindmica Cudntica (QED). En
particular QCD tiene dos propiedades sumamente importantes: libertad asintética
y confinamiento. La libertad asintética implica que en el rango de alto momento
transferido los quarks se comportan como casi libres, es decir, la interaccién entre
dos quarks debido al intercambio de gluones resulta ser muy pequena. Por lo tanto,
dicha interaccién puede tratarse utilizando teoria de perturbaciones, en funcién de
la constante de acoplamiento quark-gluon. En este rango de momentos, los procesos
de dispersiéon son calculados con una gran precision, Por el contrario, para bajos

momentos transferidos (< 1GeV) QCD es altamente no lineal y da lugar al confi-



namiento: los quarks no pueden ser separados indefinidamente, ya que la intensidad
de interaccién entre ellos aumenta con la distancia.

En el estudio de muchas propiedades hadrénicas, tales como sus masas, constantes
de acoplamiento, constantes de decaimiento, etc., el rango de interés es justamente
el de bajos momentos. Por lo tanto, si bien se conoce la teorfa fundamental que
describe toda la dindmica del sistema, para procesos fisicos de bajas energias resulta
muy dificil obtener informacién relevante partiendo en forma directa de ella. Por
esta razén, se han desarrollado diversos métodos aproximados para estudiar dichos
procesos. Entre ellos estd la “QCD en la red”', que intenta resolver numéricamente
las ecuaciones de movimiento en un espacio-tiempo discreto!”l, Pero incluso aqui se
presentan serios problemas, entre ellos la inclusién de un potencial quimico finito!"l.
Por ello, atn en este método es necesario hacer aproximaciones. Otra opcion es
la de los modelos efectivos: se busca un lagrangiano simplificado que contenga las
caracteristicas principales de QCD a bajas energfas, como por ejemplo sus simetrias.

Una ventaja de los modelos efectivos frente a la QCD en la red es, precisamente,
que pueden ser extendidos a potencial quimico finito sin mayor dificultad. El hecho
de poder lidiar con potenciales quimicos no nulos nos permite estudiar el diagrama
de fases de QCD, lo cual constituye hoy en dia, uno de los temas de mayor interés
en el campo de las interacciones fuertes. Las caracteristicas bésicas del diagrama de
fases de QCD seran discutidas en el siguiente capitulo y la modelizacién del mismo
junto con la obtencién de sus puntos criticos serd uno de los objetivos del presente
trabajo.

Otra caracterfstica importante de QCD es que, en el limite en que se consideran
quarks de masa nula, posee una simetria llamada simetria quiral. Esta simetria
implica que los quarks sin masa poseen una helicidad bien definida, es decir, son
dextrégiros o levogiros. El considerar despreciable la masa de los quarks es una
aproximacion razonablemente vélida para los quarks up y down, ya que my, ~ my <

Agep, donde Agep ~ 200 MeV, escala caracteristica de QCD. Segiin veremos més

!Comtinmente conocido por su nombre en inglés: Lattice QCD



adelante, en la naturaleza esta simetria estd espontaneamente rota, al menos para
bajas temperaturas y densidades. O sea que, si bien es una simetria aproximada del
lagrangiano de QCD, no lo es de su estado fundamental. Esto se debe a la estructura
compleja del vacio fisico, que esta lejos de poder ser considerado como carente de
estructura.

Uno de los modelos efectivos que ha recibido gran atencién en las 1ltimas dos
décadas es el de Nambu y Jona-Lasinio (NJL). Su historia se remonta al ano 1961,
en el que Y. Nambu y G. Jona-Lasinio publicaron dos trabajos titulados “Dynamical
model of elementary particles based on an analogy with superconductivity” ", Poco
antes, Nambu y Chou habian sugerido la existencia de un limite en el cual el pion es
un bosén de Goldstone (no masivo) asociado con la ruptura esponténea de simetria
quiral. Lo que ellos pretendian era explicar la masa pequenia que distingue al pién de
los demés hadrones. En los trabajos de 1961, Nambu y Jona-Lasinio partieron de un
lagrangiano con una interaccién de dos cuerpos entre nucleones (los bloques bésicos
de materia conocidos hasta ese momento) no masivos que respeta la simetria quiral.
La ruptura espontanea hace que la masa de los nucleones resulte finita, dando lugar
a bosones de Goldstone que fueron identificados con el pion.

Por esa época QCD aitin no habia sido formulada. Hacia mediados de los anos
70, cuando esta teoria fue finalmente concebida, el modelo de NJL empezo a ser
abandonado, debido a su naturaleza no fundamental y a su no renormalizabilidad.
Sin embargo, como consecuencia de las dificultades antes mencionadas para tratar
QCD a bajas energias, en la segunda parte de la década del 80 surgié la idea de rein-
terpretar el modelo NJL como un modelo para un sistema de quarks interactuantes.
Se supone asi que los grados de libertad de los gluones se pueden congelar dando
lugar a interacciones efectivas entre los quarks.

En su versién mas sencilla este modelo solamente utiliza una interaccién local
del tipo escalar-isoescalar y pseudoescalar-isovectorial entre fermiones y permite
entender el mecanismo de ruptura espontdnea de simetria quiral y la consiguiente

aparicion de los piones como bosones de Goldstone. Este modelo, asi como sus



extensiones que incluyen interacciones locales en otros canales, ha sido utilizado en
numerosos estudios de las propiedades hadrénicas tanto en SU(2) como en SU(3) de
sabor, al considerar ademas el quark strange "),

Un problema del modelo NJL, relacionado con el uso de interacciones locales,
es que se debe introducir algin tipo de regularizaciéon para evitar que los diagra-
mas involucrados en la determinacién de la autoenergia de los quarks, las masas
de los mesones, las constantes de acoplamiento, etc., resulten divergentes. Esto in-
troduce ciertas ambigiiedades en el célculo de dichas propiedades, asi como de las
correcciones debidas a los lazos de mesones. A partir de los 90’s, han aparecido
trabajos que proponen el uso de interacciones no locales para solucionar este tipo
de inconvenientes, a cambio de algunas complicaciones en el célculol’l, Una de las
propuestas de mayor interés surge de la relacién entre el modelo NJL y el modelo de
intercambio de un gluén, segiin el cual, se utiliza el propagador de un gluén modifi-
cado fenomenolégicamente, para generar las interacciones efectivas entre quarks. El
propagador gluénico efectivo provee una forma natural de introducir una no locali-
dad dentro de la interaccién quark-quark ", Dicha no localidad se puede caracterizar
mediante un factor de forma g(p), que depende del modelo utilizado. Por simplici-
dad, se suele utilizar una funcién gaussiana aunque, como veremos, también pueden
emplearse otras formas funcionales como por ejemplo la lorentziana. El uso de inte-
racciones no locales tiene diversas ventajas ya que, por ejemplo, las anomalias son
automaticamente preservadas!’, la accién efectiva es finita a todo orden en el de-
sarrollo en lazos!"!(es decir que tanto los lazos fermiénicos como los de los mesones
son finitos), etcétera. Por otro lado, mediante una adecuada eleccién del factor de
forma es posible lograr que el propagador fermidnico no tenga polos reales y que
por lo tanto los quarks no puedan aparecer como estados asintoticos. Esto ha sido
propuesto!''l como una forma de implementar la propiedad de confinamiento que
posee QCD, lo que en el modelo NJL local no es posible hacer.

En el capitulo !} de este trabajo se muestra como es posible realizar una exten-

sién del modelo no local, de dos sabores de quarks, de manera de dar cuenta de la



renormalizacion de la funcién de onda (WFR, por sus siglas en inglés). Segin ve-
remos, esto permite obtener una descripcién del propagador de quarks mads similar
a la que resulta de los cdlculos de QCD en la red a bajos valores de momentos. El
siguiente punto consiste en extender el estudio de modelos efectivos no locales de
manera de incorporar el quark strange. Debido a las dificultades que esto involucra,
no se tomara en cuenta en este punto los efectos de la renormalizacion de la funcion
de onda. Asi, se estudiardn algunas propiedades (tales como las masas, constantes
de acoplamiento, constantes de decaimiento, etcétera) de los nueve mesones pseu-
doescalares mas livianos a temperatura y potencial quimico nulos, comparando los
resultados obtenidos con los valores experimentales o los provenientes de otros mo-
delos fenomenologicos.

Una vez presentados los modelos, se procede al desarrollo de la parte central de
esta tesis, que consiste en la aplicacién de los mismos al estudio de las transiciones
de fase de la materia fuertemente interactuante. Para ello se aplica el formalismo de
tiempo imaginario para extender los modelos al rango de temperatura T finita. En
esta extension también se tiene en cuenta el acoplamiento al Loop de Polyakov (PL),
el cual es un campo de gauge que sirve de pardmetro de orden del confinamiento de
color. Segiin veremos, esto provee un incremento sustancial en los valores obtenidos
para la temperatura critica T}, de la transicion de fase quiral, con lo cual se obtienen
valores comparables con lo obtenido en trabajos recientes de QCD en la red !, Estas
dos extensiones, si bien se aplican tanto al modelo de dos sabores como al de tres, se
explicaran en més detalle en el capitulo 1, donde se estudia principalmente el modelo
no local de dos sabores con WFR. a temperatura Ty potencial quimico p finitos.
Esto permitird analizar las transiciones de fase quirales y con ello poder elaborar los
diagramas de fases correspondientes, de cuyo estudio surgird ademds, la posibilidad
de testear los valores obtenidos para la ubicacién de los puntos criticos (donde las
transiciones pasan de ser de tipo crossover a ser de primer orden), mediante el
calculo de los exponentes criticos correspondientes, y la comparacién con los que

predice la teoria de campo medio.
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En el capitulo /) se estudian las propiedades de la materia de quarks con tres sa-
bores a temperatura finita, para luego poder extender el analisis al comportamiento
de algunas propiedades de mesones, tales como las masas de mesones pseudoes-
calares y escalares, los dngulos de mezcla, y las constantes de acoplamiento y de
decaimiento.

Finalmente, en el capitulo (i se exponen las conclusiones obtenidas a partir de los

resultados expuestos en los capitulos previos.



Capitulo 2

Modelo Nambu-Jona-Lasinio y su

relacion con la Cromodinamica

Cuantica (QCD)

“La mayoria de las ideas fundamentales de la ciencia son esencial-
mente sencillas y, por regla general pueden ser expresadas en un lenguaje

comprensible para todos.”

Albert Einstein (1879-1955).

Comenzaremos este capitulo exponiendo las caracteristicas generales de QCD,
sus simetrias y diagramas de fase. Posteriormente se presenta el modelo de Nambu
y Jona-Lasinio (NJL) para el caso de dos sabores, y luego se estudia el caso mas

general de tres sabores de quarks.

2.1. Generalidades de QCD

La cromodindmica cuéntica o QCD por sus siglas en inglés, es una teoria de gauge

no abeliana que se aplica a la descripcién de las interacciones fuertes!”l. Sus grados



2.1. Generalidades de QCD

de libertad consisten en campos fermidnicos, que representan a los quarks y campos
de gauge vectoriales, que representan a los gluones.

El lagrangiano de QCD con simetria de color SU(3), viene dado por

= 1
Lqocp = ¥(x)(iy,D" — m)p(r) - ZGLGL‘"’ (2.1)
donde
u(x)
d(x)
= (22)

representa el campo de quarks con tres colores y Ny sabores, las masas desnudas de

los quarks estdn agrupadas en la matriz de masas m = diag(my, ma, m, ... ),
D, = 8, — igh°A’ (2.3)

es la derivada covariante que incluye a los campos gluénicos Aj, (con a=1,...,8),
¢ es la constante de acoplamiento fuerte y las A* son las matrices de Gell-Mann,
representacién matricial de los generadores del grupo de color SU(3),, cuyo dlgebra
(no abeliana) es
(N8 0] =2 (2.4)
con f% las constantes de estructura correspondientes. Las A\* ademas verifican que
tr(A°AY) = 26%.
El tensor de campo gludnico G, se define a partir de

G, = 0,4, — 0, A, + gf“"cA:"Aﬁ. (2.5)

Tal como estd constituido, el lagrangiano de QCD es invariante ante transfor-
maciones de gauge SU(3) en el espacio de color. Por el cardcter no abeliano del
grupo de gauge, QCD tiene ciertas caracteristicas que la diferencian de las teorias
de gauge abelianas como la Electrodindmica Cudntica (QED). Algunas de estas

particularidades son:



2.1. Generalidades de QCD

» Universalidad: Existe solo una constante de acoplamiento g para todas las in-
teracciones entre quarks y gluones. Esta es una consecuencia directa de la in-
variancia de gauge local sobre el grupo SU(N,), con N, = niimero de colores.
Ademads, el lagrangiano de QCD contiene autoacoplamientos gludnicos (vértices
de tres y cuatro gluénes), por lo que los gluones transportan carga de color.

» Libertad asintética: A muy altas energias los quarks se comportan como particu-

las libres. Esto es, el acoplamiento se vuelve débil a cortas distancias o, equiva-
lentemente, grandes valores del momento euclideo @. A orden de un lazo, dicho

acoplamiento resulta

2y g*(@Q?) - 4 .
(@) === = (11— ENy) In(Q/Adep) (26)

donde Nj es el niimero de sabores relevantes y Agop es el pardmetro de escala

de QCD, el cual puede determinarse, por ejemplo, ajustando la ltima ecuacion
a datos experimentales para grandes valores de %, De esta forma, se encuen-
tra que Agep =~ 200 MeV. La ecuacién (2.0) es la base fundamental para el
tratamiento perturbativo de QCD en el régimen de momentos grandes.

s Confinamiento: Inversamente, la ecuacién (2.0i) muestra que el acoplamiento
se vuelve intenso a bajas energias. Por tal motivo, no es posible aplicar teoria
de perturbaciones en QCD para describir ningiin proceso con energias menores
que ~ 2 GeV. Esto hace que resulte dificil comprender en detalle el fendmeno
de confinamiento, es decir, el hecho de que objetos de color, como quarks y
gluones, no existan como grados de libertad fisicos en el vacio. Es esta carac-
terfstica la que nos obliga a proponer modelos efectivos que puedan reproducir
las propiedades y simetrias de QCD, pero que ofrezcan un mecanismo auto-
consistente, para poder estudiar ciertas propiedades mesdnicas (como masas,
constantes de acoplamiento, constantes de decaimiento débil, etcétera) y de
materia de quarks (condensados, campos efectivos, etcétera), que se observan
dentro de este rango de energfas.

» Simetria quiral: En el limite de masas de quarks nulas, el lagrangiano de QCD

es invariante ante el grupo quiral SU(Ny)p ® SU(Ny). de transformaciones

9



2.1. Generalidades de QCD

globales. Esta propiedad se explica con més detalle en la préxima seccion, para

el caso de dos sabores de quarks.

» Invariancia de escala: Dentro del limite quiral, el lagrangiano de QCD no con-

tiene pardmetros dimensionales, por lo que resulta invariante ante la transfor-
macién de escala 1(z) — A~*?(\z). La corriente dilatacional correspondiente
no es una corriente conservada debido a correcciones cudnticas que llevan a la

anomalia de traza.

2.1.1. Simetrias de QCD

Consideremos, en principio, el caso de dos sabores (u y d) y supongamos que
los quarks correspondientes tienen masa nula (limite quiral). El lagrangiano (2.1)
estd dado por

£355 = Pla)inDPu(z) ~ 765,68 (27)

v

Los fermiones sin masa tienen helicidad (o quiralidad) bien definida, lo cual sig-
nifica que sus espines estan alineados (dextrdgiros) o anti-alineados (levdgiros) con

sus impulsos. Si introducimos los campos dextrégiro, ¥, y levégiro, ¥, dados por

1+%, _l-n
5 ¥, WYL= 5

= —.]._ = %
R -

¥, (2.8)

1+ 5
T

Yr =

(2.9)

el término fermiénico del lagrangiano (2.7), £y, = ¥iy, D"y, se separa en dos partes

Ly = YpivD"Yr + iy, D"y, (2.10)

y es invariante ante transformaciones globales U(2)z ® U(2), que actiian sobre los

campos dextrégiro y levégiro correspondientemente, dadas por

U(2r: wr— explinag)ir, (s=0,1,2,3)

U(2)L: o — explitsal)¥L. (2.11)

10



2.1. Generalidades de QCD

donde ay, ; son pardmetros, mientras que 7, son las matrices de Pauli para s = 1,2, 3,

y 7o = Ly para s = 0'. Las correspondientes corrientes de Noether son
I = putalr, I = YryaTsie (2.12)
con 9,J., = 0,J%, = 0. Alternativamente, podemos escribir
#* ! 1 % :
Jom, (@) = §[Vs + Af(x)] (2.13)
en términos de las corrientes conservadas vector y vector axial
V=gl rab(e), AL =pla)y (), (2.14)

con 9,V* = §,A# = 0. Entonces, la simetria quiral U(2)g @ U(2),, es equivalente a
la invariancia frente al grupo U(2)y ® U(2)4 con transformaciones en el espacio de

sabor dadas por

U(2)y : ¥ — explitsay )y, (2.15)
U(2)a : ¥ — exp(iysTeay Y. (2.16)

De esta manera, £, es invariante bajo el grupo de transformaciones

U2Qr@U(2)L =SUR)y @ SU2)4a®U(1)v @ U(1)a. (2.17)

Dado que en el término GﬁuGQ“ del Lgep no aparecen los campos fermidnicos, lo

anterior también es vélido para el Lagrangiano completo de QCD en el limite de
quarks sin masa, L{G).
Sin embargo, el andlisis anterior de las simetrias deja de ser valido cuando con-

sideramos el término de masa en el Locp:

6L = —y(z)my(x), (2.18)

"Recordemos que U(2) = SU(2) @ U(1), donde las transformaciones del grupo SU(2) son las

que corresponden a s = 1,2, 3, mientras que la respectiva a s = 0 pertenece al grupo U(1).

1



2.1. Generalidades de QCD

pues ahora las cuadridivergencias de las corrientes, en general, no son nulas. En

efecto

8,V (x) = 2i(x) [h, 7 ¥(z), (2.19)
d, Al (z) = 2“&1,5(;1‘.){7?1,73}'}'51;&(3;). (2.20)

Las transformaciones SU(2)y y U(1)y son las transformaciones unitarias corres-
pondientes a la conservacién del isoespin y del nimero bariénico, respectivamente.
Las transformaciones quirales SU(2)4 y axiales U(1) 4 alteran la paridad de un esta-
do dado. Por ello, la realizacién de dichas simetrias en la naturaleza, deberfa implicar
para cada multiplete la existencia de otro multiplete de paridad opuesta. Esto no
es lo que se observa experimentalmente, de ahi se induce que tanto SU(2)4 como
U(1) 4 son simetrias que, de alguna manera, estan rotas.

Se sabe que SU(2)4 es una simetria espontdneamente rota. Al ocurrir esto, en
el caso de quarks de masa nula, aparecen tres modos de excitacién de los campos
de quarks y gluones, de masa nula, llamados bosones de Goldstone!'’l. Estos tres
bosones se asocian con los piones, ya que se observa experimentalmente que la masa
de los piones, si bien es no nula, es mucho menor que la de los nucleones. La expresion
matematica de una simetria es la conmutacion del hamiltoniano del sistema con el
operador U correspondiente a la cantidad conservada, esto es, [H,U| = 0. Cuando
una simetria estd espontdneamente rota, lo que ocurre no es que el conmutador deja
de ser nulo, sino que el vacio deja de ser invariante frente a las transformaciones del
grupo de simetria del operador U. Como consecuencia de esto, el estado fundamental
deja de ser tinico y pasa a estar degenerado. Esto se puede expresar como [H,U| = 0,
pero con U | 0) #| 0), lo que implica que los generadores A del dlgebra del grupo al
que pertenece el operador U, no aniquilan el vacio, esto es A | 0) # 0.

Por otro lado, segiin veremos mds adelante, la simetria U(1)4, estd rota a nivel
cudntico por la llamada anomalia axial. Esto significa que, si bien la teorfa cldsica
posee una simetria dada, en el proceso de cuantificacién esta se pierde porque la
corriente de Noether recibe una contribucién extra que hace que su cuadridivergencia

deje de ser nula.
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2.1. Generalidades de QCD

2.1.2. Diagrama de fases de QCD

Al poco tiempo de haberse aceptado la idea de que los hadrones estdan formados
por quarks y gluones confinados, se sugirié que a altas temperaturas o densidades
tal confinamiento podria desaparecer!'!l. En este marco existen entonces dos fases
claramente diferentes: la fase hadrénica de quarks y gluones confinados y el llamado
plasma de quarks y gluones (QGP, por sus siglas en inglés). En la naturaleza, este
QGP seguramente existié en el Universo temprano, precisamente antes del llamado
proceso de hadronizacién, cuando la temperatura era tan elevada que permitia la
existencia de materia de quarks en estado deconfinado. Por otro lado, no esta del todo
claro si hoy en dia existe materia de quarks en tal estado, pero una posibilidad que
ha merecido cierta atencion es que se produzca en el interior de objetos compactos,
como estrellas de neutrones y estrellas de quarks!'»'"l. Es tal el interés de estudiar
la materia en este estado y las transiciones de fase de QCD, que durante las dltimas
décadas se han invertido muchos recursos y esfuerzos en la construccion de grandes
facilidades experimentales para este fin, como el colisionador de iones pesados RHIC
(Relatwistic Heavy Ion Collider) en Brookhaven, USA o el detector ALICE en el
gran colisionador de hadrones LHC (Large Hadron Collider), en el CERN, cerca de
Ginebra en la frontera franco-suiza.

En su versién mas rudimentaria, el diagrama de fases de QCD, se puede represen-
tar esquematicamente como se observa en figura 2 1. Dicho esquema comenz6 a verse
en publicaciones de mediados de los '80 (ver ref.!'"") por ejemplo), y constituyé el
primer intento de representar el diagrama de fases de QQCD, subsistiendo por casi
dos décadas.

Dado que QCD es asintéticamente libre, es decir, la interacciéon se debilita a
pequenas distancias, a densidades suficientemente elevadas y bajas temperaturas es
posible que exista una superficie de Fermi de quarks casi libres. Las interacciones
entre quarks cerca de la superficie de Fermi son ciertamente atractivas en algunos
canales (ya que la fuerza fuerte enlaza quarks para formar bariones) y, tal como

demostraron Bardeen, Cooper y Schrieffer!'"), si existe algiin canal en el cual la in-
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T A

QGP

fase
hadronica

Figura 2.1: Primer esquema del diagrama de fases de QCD.

teraccion sea atractiva, también debe haber un estado de menor energia libre que el
dado por la superficie de Fermi. Puesto que un par de quarks no puede ser singlete de
color, el correspondiente estado condensado rompe la simetria local de color, propia
dela QCD (SU(3).). Por tal motivo a este fenémeno se lo llamd “superconductividad
de color”. En 1975 se publicé el primer trabajo sugiriendo la posibilidad de que se
produzcan pares de Cooper en materia de quarks densa y frial' ', pero la relevancia
de esta idea para el diagrama de fases de QCD fue largamente ignorada hasta fines
de la década de los 1990s. Una vez que la superconductividad de color fue tenida en
cuenta, surgieron muchas otras posibilidades, como por ejemplo aquella que consiste
en dos fases superconductoras!'!. En la primera de estas fases, para potenciales su-
ficientemente grandes, la materia se halla distribuida de manera tal que los quarks
up, down y strange estén apareados en un condensado conocido como Color-Flavor
Locked (CFL). Pero dado que la masa del quark strange es un orden de magnitud
superior a las de los quarks up y down, deberian aparecer antes condensados que
contengan so6lo estos ultimos, dando lugar a la fase conocida como Twoe Color-Flavor

Superconductivity (2SC). La aparicién de estas fases superconductoras dio lugar al
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2.1. Generalidades de QCD

diagrama de fases representado en la figura 2 2, el cual no es la 1ltima versién del
mismo, ya que se han hecho, y se continian haciendo, muchas modificaciones y
propuestas en torno a las diferentes fases, transiciones y puntos criticos correspon-
dientes. En el presente trabajo no se estudian estas fases superconductoras sino que
nos centraremos en analizar la transicién de fase quiral, que es la mas representativa
y es la que se pretende estudiar con los grandes aceleradores construidos hasta la
fecha (como los ya mencionados RHIC y LHC) y otros que se planean construir

préximamente (FAIR y NICA, en Alemania y Rusia respectivamente).

[
1 .
m, »m, g+
E
._"- H—""-_
.H“\\
M
A\, =
\‘ ’//"_ i
\\ a3
\ 28C
¢ CFL
) | "

Figura 2.2: Esquema del diagrama de fases de QCD que tiene en cuenta

la superconductividad de color, propuesto a fines de la década del 90.

Una particularidad que resulta importante destacar es que la transicién de fase
quiral puede no siempre producirse de la misma manera. Se cree que hay un sector
(altas densidades y bajas temperaturas) donde dicha transicién es una transicién
de primer orden, mientras que cuando la transicién es a bajas densidades y tempe-
raturas mayores, la transicion resulta de tipo crossover. Entre medio, siguiendo la
curva de transicién de fase, deberfa existir un punto (conocido como punto critico
final o Critical End Point) en el cual la transicion es de segundo orden y es el limite

entre las transiciones tipo crossover y de primer orden. La determinacion de dicho
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2.2. Modelo Nambu-Jona-Lasinio (NJL)

punto critico en particular ha sido objeto de diversas discusiones y controversias.
En el capitulo 4 de esta tesis se expondrd un método para poder determinarlo con

muy buena precisién, dentro de la clase de modelos utilizados.

2.2. Modelo Nambu-Jona-Lasinio (NJL)

Si queremos partir de un lagrangiano efectivo, mas simple que el de QCD pero con
caracteristicas y simetrias similares, nos vemos naturalmente inducidos a considerar
el lagrangiano utilizado por Y.Nambii y G.Jona-Lasinio en sus trabajos de 196111,
Como ya fue mencionado, este modelo fue originalmente concebido para describir
nucleones interactuantes, por lo que, es necesario reinterpretar los grados de libertad
fermiénicos en términos de quarks, suponiendo que las interacciones locales de dos
cuerpos se corresponden con una interaccién efectiva, resultante de complicados
procesos gluénicos.

La principal utilidad de este tipo de modelo radica en que puede ser disenado
para incorporar todas las simetrias globales de QCD y permite estudiar en detalle
el mecanismo de ruptura espontanea de simetria quiral y sus manifestaciones en la
fisica de hadrones, como la generacién dindmica de masa de los quarks, la aparicion
de un condensado de quarks y el papel de los piones como bosones de Goldstone.
Tal vez el punto débil mds importante del modelo es que no posee la propiedad de
confinamiento de color de QCD. Su aplicabilidad estd entonces limitada a aquellos
fenémenos hadrénicos y nucleares que no dependen sensiblemente de los detalles del
mecanismo de confinamiento. No obstante, cabe esperar que para muchos aspectos
importantes de la fisica hadrénica de bajas energfas, las simetrias de QCD sean tan
o mds importantes que el confinamiento.

El modelo NJL mds simple parte de las siguientes hipotesis:

= Considera a los quarks livianos u y d como los grados de libertad del sistema.

= Supone que en el limite de bajas energias los grados de libertad gludnicos estdn

absorbidos dentro de una interaccién efectiva y local entre quarks.
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2.2. Modelo Nambu-Jona-Lasinio (NJL)

« Construye esta interaccién en acuerdo con las simetrias de QCD.

El lagrangiano del modelo NJL de dos sabores se puede escribir como
Lysr = (P — )Y + Ling, (2.21)

con la matriz de masas desnudas dada por m =diag(m,, mg). El lagrangiano de
interaccién es del tipo local y de cuatro fermiones. Esta interaccion debe satisfacer
la simetrfa quiral SU(2)z @ SU(2), junto con la simetria de color SU(3)cp0r y CPT.

El £, propuesto originalmente por Nambu y Jona-Lasinio es

L = G[('i};?ﬁ))g 2 ('?»’Tf'?'-’}fs?_"li’)g]- (2-22)

2.2.1. Generacion dinamica de masa fermionica

Consideremos el lagrangiano de interaccion Ly, de Ny = 2 fermiones de igual
masa m. Si la constante de acoplamiento G es pequeiia se puede utilizar teoria de
perturbaciones, pero si el acoplamiento es fuerte es preciso realizar resumaciones. En
este 1ltimo caso comiinmente se utiliza la aproximacion de Hartree (campo medio),
en la que se toman en cuenta sélo los términos directos. Esto equivale a linealizar la
interaccién en la ecuacién (2.22) reemplazando los términos (¢T'9)? por 2YTy (T,
siendo (¥T') el valor de expectacién del vacio y I' cualquiera de los operadores que
aparecen en L;,;. Como el vacio debe ser invariante de Lorentz y debe conservar
paridad, el iinico valor de expectacién no nulo posible es (1), el condensado quark-
antiquark relacionado con la densidad escalar Y = -:,DT“,-D-t;';. Entonces, la ecuacion

de Dirac en la aproximacién de campo medio resulta
[i@ — T+ 2G () () = 0. (2.23)
Es posible definir entonces una masa fermiénica dindmica
M =m - 2G () (2.24)

generada por una interaccién escalar suficientemente fuerte entre fermiones. A la
ecuacién (2.21), que no es otra cosa mas que la ecuacidon de Dyson para el propa-

gador de quarks en la aproximacién de Hartree, se la denomina ecuacién del “gap”
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2.2. Modelo Nambu-Jona-Lasinio (NJL)

del modelo NJL, en analogia con la correspondiente ecuacion que determina el gap
de energfa en un superconductor. Dicha ecuacién se puede representar diagramatica-

mente mediante la figura 2.3

()

* = + + +

Figura 2.3: Representacidn diagramdtica de la ecuacion (’..]), conocida
como la ecuacidn del “gap”. La linea fina (gruesa) denota el propagador
del quark desnudo (vestido). El lazo fermidnico representa al condensado de

quarks en la ecuacién.

En la aproximacién de campo medio, el condensado (1) estd dado por
() = =1 Tx[Sp(0)] (2.25)

donde Sr es el propagador de Dirac, definido por

2m)ip— M +de

el —1) = =TI = | - (2.26)

La aparicién de Sg(0) en (2.2)) refleja el lazo cerrado de la figura 2.3, con la linea
fermiénica comenzando y terminando en el mismo punto del espacio-tiempo. Como
la masa dindmica M est4 en la expresién de (7)), la ecuacién del gap es una ecuacién
autoconsistente.

La integral Sp es cuadriticamente divergente y requiere, por lo tanto, de un
procedimiento de regularizacién apropiado. El método mas sencillo consiste en in-
troducir un cut-off para las componentes espaciales de momento A3 e integrar sobre

la componente temporal py en la ecuacién (2.27). Se obtiene

_ NNy /,\3 - M
DY) = ——— Pl dp——. 227
W) 7 Jo pm ( )
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donde N, y Ny son el niimero de colores y el mimero de sabores respectivamente. Por
lo tanto, el condensado (11)) representa la densidad escalar de la energfa negativa
de Dirac, integrada hasta el momento |p] < As. La ecuacién del gap describe la
interaccién de un fermién con la parte “activa” del mar de Dirac. De la ecuacién

(2.27) se obtiene la ecuacion del gap

2GN,N; " _. V ,
M=m+ —Gi—-—-—{/ p B (2.28)
0

m? Vii-M?

Considerando el caso m = 0 (limite quiral), es facil ver que esta ecuacién tiene una
solucién no trivial con M # 0 cuando la constante de acoplamiento G excede un
valor critico G = 7°/A3. Los quarks adquieren entonces una masa dindmica.

La generacién dindmica de masa va en paralelo con la reestructuracion del vacio:
para G > Gy €l vacio contiene un condensado (¥) no nulo. Como la densidad
escalar 170 rompe la simetria quiral, el estado fundamental no tiene la simetria
SU(2)r ® SU(2), del lagrangiano. La simetrfa quiral es espontdneamente rota, y el
condensado (Y1) es el pardmetro de orden correspondiente.

Por lo tanto, se distinguen dos casos de realizacién de la simetria quiral (ver
Fig.2.4):

1. La fase Wigner-Weyl, en la cual () = 0 y los fermiones no tienen masa.
Equivalentemente, la carga axial Q5 = [ d*zAy(z) aniquila el vacio: Qs | 0) = 0.
En el modelo NJL este es el caso para G < Gt

2. La fase Nambu-Goldstone en la cual (¢¢)) # 0 y los fermiones tienen masa. En
esta fase existe un bosén de Nambu-Goldstone no masivo. La carga axial no
aniquila el vacio: Q5 | 0) # 0. En el modelo NJL esto sucede cuando G > Gy

Por otro lado, para el caso de m # 0, si bien la masa dindmica nunca llega a ser
cero, tiene un comportamiento similar al descrito para m = 0, mostrando una curva
asintGtica (representado por la curva de trazos de la Fig.” 1) a la respectiva al limite

quiral, tanto para el rango de G pequenos como también para G > 1.
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2.2. Modelo Nambu-Jona-Lasinio (NJL)

M

Figura 2.4: Representacion de las masas dindmicas en funcion de la cons-
tante de acoplamiento. Se observan claramente las dos realizaciones de la
simetria quiral, a la Wigner-Weyl para G < G y a la Nambu-Golstone
para G > Gopy. La linea de trazos representa el caso fisico, mientras que la

linea sdlida corresponde al imite quiral (m = 0).

2.2.2. Bosén de Goldstone pseudoescalar

Como ya se ha mencionado, la ruptura espontdnea de simetria global implica la
existencia de un modo de frecuencia cero, llamado bosén de Nambu-Goldstone, En
este caso se trata de un modo fermién-antifermién pseudoescalar neutro (J™ = 07),
identificado con el “pién”. Su espin y paridad reflejan la simetria axial U(1)4 rota.

Para ver cémo emerge del modelo el pién de Goldstone sin masa, construimos
la matriz T' que surge de resolver la ecuacién de Bethe-Salpeter (ecuacion de dos
cuerpos) en el canal fermion-antifermion pseudoescalar para un dado cuadrimomento
cuadrético g% del mesén:

K

Y. S 2.2
1 — KqJx(¢*) A

Tr(q®) = Kr + Kndn(q®) Kn + -

En la figura 2.5 se ilustra esta ecuacion autoconsistente.

La interaccién en este canal estd dada por el término G(¢ivs1)? del lagrangiano
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2.2. Modelo Nambu-Jona-Lasinio (NJL)

T(g) T(g)
RO = & S Koot = K + K N

Figura 2.5: Esquematizacion de la ecuacion de Bethe-Salpeter para la ma-

triz quark-antiquark T (los propagadores de mesones aparecen como bandas
sombreadas). Las lineas solidas corresponden a los propagadores de quarks

vestidos en la aproximacion de Hartree (ver figura 2. 7).

de la ecuacién (2.22). Entonces, K, = 2G es el nicleo de la interaccion, y Jr es la

integral del lazo de interaccion y estda dada por

d'p |, 1 | 1 _
J+(q%) = aTr/ : 3') — — (2.30)
W pE-—M+ie p-5—M+ie

El proceso de regularizacion de esta integral es idéntico al usado en la ecuacién del
gap (2.24).

La masa m, del pién queda determinada por los polos de la matriz T, es decir,
por la condicién

1-2GJ(* =m2) =0 (2.31)

Utilizando la ecuacion del gap (2.25) para m = 0 es posible ver que una solucion
de esta ecuacién es m; = 0 (en el limite quiral), lo que significa que el pién es
un pseudo-hosén de Goldstone, un modo de masa nula como consecuencia de una

ruptura espontanea de simetria. Para ver esto partimos de

ﬁ"}‘ﬂaf }fl+ﬂ/] 5
- = - 2.52
@ !1‘1/2)4 sp —M2+Le’}p—Mz+ee erdz)

y utilizando que Trp[ys(p+ M)ys(p+ M)| = Tr(M? — pp) = —4(p* — M?), se puede

obtener que

4
69 : = LTy 8(0). (2.33)

2 — — 4;‘\I ."\'rc'b- !
Jx(q° = 0) f ’f 2m)ipt—m?4+ie M

Comparando con las ecuaciones (2.21) y (2.27) se observa que

K, Je(q* =0) = —— () = 1, (2.34)



2.2. Modelo Nambu-Jona-Lasinio (N.JL)

por lo que se verifica la validez del teorema de Nambu-Goldstone.

El préximo paso es examinar la influencia de la ruptura explicita de la simetria
quiral, que se produce al considerar el término §£ = —may), con una masa fer-
miénica desnuda m no nula. Ante una rotacién quiral ¢ — exp(iys6/2), y para

angulo # pequeno, este término se transforma en
- 1
0Ly = —map(1 + 150 — 592 + ). (2.35)

La densidad pseudoescalar ©iys1 es la fuente del campo de piones ¢, por lo que
podemos identificar # = ¢/ f;, donde f; es una constante de normalizacion, la cual
tiene dimensién de energia. Esta f, es en realidad la constante de decaimiento del

pién, definida por el elemento de matriz

(01 Au(0) [ w(q)) = (0| ¥rurs(0) | m(q)) = 2ifngy (2.36)

el cual describe el decaimiento del pién via la corriente axial A,.

Consideremos ahora el término de orden 62 = ¢*/f? en la ecuacién (2.3). Este
término tiene la forma (m/2f2)i1p¢?. Esto corresponde exactamente al término de
masa 8L = —%?:‘Lfrc_bz para el pién. Usando nuevamente la aproximacion de campo
medio con el reemplazo 1y — (Y1), podemos hallar la relacién de Gell-Mann-
Oakes-Renner:

m f3 = —m{yy). (2.37)

Esta importante ecuacién conecta los pardametros de la ruptura explicita y espontdnea
de la simetria quiral con las constantes de estructura correspondientes del pion: el
condensado (Y1) en términos de la constante de decaimiento del pién f,. La masa
fermidnica desnuda finita m eleva la masa del pion m, desde el valor nulo que tenia
en el limite quiral, de tal manera que m, es proporcional a v/m. Notar que el teorema
de Goldstone se verifica nuevamente a medida que m — 0.

El escenario de ruptura espontdnea de simetria recién descrito es de naturaleza
muy general y es casi independiente de la forma detallada de la interaccion subya-

cente. Existen andlogos de esto en diversas areas de la fisica. Uno de los ejemplos
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2.3. Extension del modelo NJL a tres sabores de quarks

mas conocidos es el de un ferromagneto: su fase de baja temperatura se caracteriza
por una magnetizacién no nula, lo cual es el andlogo del condensado quiral (y)).
El Hamiltoniano del sistema de espin que describe el ferromagneto es simétrico
ante rotaciones espaciales. Sin embargo, en el estado fundamental la magnetizacion
apunta en una direccién definida en el espacio: muchos espines cooperan para formar
el material magnetizado macroscépicamente. Lentas variaciones en la direccion de
magnetizacién produce un movimiento de onda larga de los espines. Esta onda de
espines es el bosén de Nambu-Goldstone de simetria rotacional espontaneamente
rota.

Hasta aqui, hemos senalado estas importantes relaciones para el modelo SU(2),
con solamente un singlete de pién. En las préximas secciones veremos su extension

para el modelo NJL basado en el grupo SU(3) de sabor.

2.3. Extension del modelo NJL a tres sabores de

quarks

En la seccién anterior hemos desarrollado las caracteristicas principales del mo-
delo NJL para dos sabores (quarks u y d casi sin masa), el cual como hemos visto
ha sido extensamente estudiado+*! y ha sido de gran utilidad para explorar la
ruptura esponténea de la simetria quiral y la consecuente aparicién del condensados
de quarks, generacion dindmica de masa y el pién como bosén de Goldstone.

En esta seccién estudiaremos desarrollos donde se generaliza el modelo NJL a
SU(3) de sabor, es decir, con la incorporacién del quarks strange dentro de este
esquemal”“ ™). Como la masa desnuda del quark strange es m, ~ 150MeV, nos
encontramos con un caso donde el quark en cuestion no es liviano ni pesado. Ademas,
al introducir la extraneza en el modelo, tendremos que prestar atencién al problema
de la anomalia axial U(1), tal como se explica en la subseccién 2.3.2, Pero primero

repasaremos las simetrias que QCD presenta al considerar tres sabores de quarks.
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2.3. Extensién del modelo NJL a tres sabores de quarks

2.3.1. Simetrias de QCD para tres sabores

Nuestro punto de partida es QCD con Ny = 3 sabores de quarks. Los campos
fermidnicos (2.2) estdn formados por los tres quarks u, d y s, y cada uno de ellos

existe en N, = 3 colores. Consideremos

Locp = Lobp+ 6L (2.38)
donde Lgéﬂ es el limite m — 0y 6L = —irinp, con v dada ahora por v = (u,d, s)T.

Dado que Ny = 3 sabores, Egép es ahora invariante ante el grupo
URr@UEB)L=SUQB)y ®SUB)a@U(1)y @U(1)a. (2.39)

Segiin veremos en detalle en la proxima subseccidn, la simetria axial U(1)y4, es
decir, la invariancia ante transformaciones ¥ — exp(iysa4)t, estd rota en la natu-
raleza. Por lo tanto, en el limite quiral con m — 0, nos queda la simetria global
SU(3)y @ SU(3)4 @ U(1)y. Tenemos entonces, nueve corrientes vectoriales y ocho

axiales conservadas:

V;l — &’Yﬂ—glf), a = 0.‘ ...,8, (240)

Ay =Tt =18 241

con \? = \/g]l3x3, donde 1343 es la matriz unitaria de 3 x 3, y las A estédn dadas

por las matrices de Gell-Mann. Las correspondientes cargas vector y axial son
L= /d%l/}f(aﬂ y = /d3.z:Aﬁ($), (2.42)

a dQe ; ; 5
con % =5 —%L = (. Las masas de los quarks rompen esta simetria explicitamente,
teniendo que

@

8"Vi(z) = ip(x)[rh, 7]-;;;(3:), (2.43)
0" () = id(a) o, > Y (a). (2.44)

Como las masas de u y d son muy pequenas (m, s < 10 MeV) comparadas con las

masas tipicas de los hadrones (~ 1 GeV), esto sugiere que los términos m,uu +
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2.3. Extensidn del modelo NJL a tres sabores de quarks

madd que rompen la simetria quiral, pueden ser tratados como perturbaciones. Sin
embargo, para el término my8s con una masa del quark s bastante mayor (mg, ~ 150
Mev) esto no es tan claro. Hay evidencias provenientes de fenémenos hadronicos
de bajas energias!“"** y de QCD en la red!""", que indican que la simetrfa quiral
SU(3)r @ SU(3). se rompe espontdneamente. Esto se pone de manifiesto en los

condensados quark-antiquark (1)) no nulos.

2.3.2. Anomalia axial

Mencionamos que la simetria U(1)4 del lagrangiano EES%‘D con quarks sin masa
estd rota en la naturaleza. Si hubiese una buena simetria quiral U(3)g ® U(3),
habrian nueve corrientes axiales conservadas en lugar de ocho. En ese caso, todo
el nonete pseudoescalar, incluyendo los piones, kaones, mesones n y ', deberian
aparecer como bosones de Goldstone sin masa. En cambio se observa que el mesén
n', cuya masa m, = 958 MeV es comparable a la masa del nucledn, cae fuera de
este esquema. Dicho valor para la masa m, no puede ser explicado, aiin teniendo
en cuenta la existencia de masa no nulas para los quarks. Este es el llamado “pro-
blema 7, el cual se piensa que estd relacionado con la anomalfa axial de QCD. Las
anomalias son simetrias de lagrangianos cldsicos que se rompen al incluir efectos
cuénticos!'!!,

Consideremos la corriente axial del singlete de SU(3)

J,u&(I) = w(z)'}}:'}'ﬁlf‘i’(l)s (245)

relacionada con la simetria U(1)4. En principio, cabria esperar que la divergencia
de la corriente se anule en el limite quiral m — 0. Este es el caso a nivel clasico de
ﬁg}n. Sin embargo, cuando se tienen en cuenta correcciones cudnticas resulta que
287
Ouli(z) = ‘?—?E“‘B“. B=T1u 8 (2.46)
s
donde E® y B® son respectivamente los campos eléctricos y magnéticos de color.
Cabe senalar que la ruptura explicita de la simetrfa quiral introduce un término

adicional 2iymysy en el lado derecho de la ecuacién (2.16).
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2.3. Extension del modelo NJL a tres sabores de quarks

Esto se debe a que las ecuaciones no abelianas de Yang-Mills admiten soluciones
para las cuales la accién cldsica euclidea [d'zE®B® es finita, llamadas soluciones
de instantones!™. A través de la ecuacién (2.10)), estos instantones se acoplan a los
quarks. G. t'Hooft demostré en 19761*1 que esta interaccién efectiva entre quarks
inducida por los instantones se puede representar en términos de un determinante
de sabor

det[thi(1 + vs)¥s] + det[v;(1 — 75) 951, (2.47)

donde los indices de sabor i y j van a través de los quarks u, d y s. Esta interaccion

comprende los tres sabores simultdneamente, como ilustra la figura 2 ..

u d s

Figura 2.6: Estructura de sabor de la interaccion efectiva de ruptura de
U(1) 4, en este caso consideramos una interaccion (que resulta ser la minima)

de seis fermiones

2.3.3. Interaccidon efectiva en el modelo NJL

Utilizando lo senalado en las subsecciones anteriores, la extension del lagrangiano

NJL a tres sabores resulta

Lysp = 00d — )+ L) + L) (2.48)

nt int?

donde la matriz de masas desnudas dada en este caso por m =diag(m,, mq, ms) y

el lagrangiano de interaccién tiene una componente de interaccién local de cuatro

fermiones £ v un término de ruptura de la simetria U(1) 4, dado por £L).

int
La interaccién de cuatro fermiones debe satisfacer la simetria quiral U(3) p@U(3),,

junto con la simetria SU(3)eer y CPT. La forma mds sencilla de esta interaccion
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2.3. Extension del modelo NJL a tres sabores de quarks

es”
8

(4}_G TAa\2 T 18,0)2
Lin = 7 [(¥A%)" + (wivsA"p)°). (2.50)
a=0
También han sido estudiadas formas més generales que incluyen interacciones vec-
toriales y axiales, dando lugar a resultados cualitativamente equivalentes.
. = # q . # L # -
La interaccion 1:3,,3 tiene atin una simetria axial U(1)4 no deseada. Como men-
cionamos antes, una manera de romper esta simetria es introduciendo el término de
t"Hooft

L = H{det[)(1 + ~5)¥)] + det[(1 — v5)¥]}, (2.51)

que puede reescribirse en la forma
£(b} . EA -_\a .-'- 'T)\b | I._")\L', =g il /\b,u AR ,‘\C-f’ 959
it = 7 Aac(VA)[(OA)(0AY) = 3(0insAy) ($irsA™Y)], (2.52)
donde la suma es sobre los indices de sabor a,b,c € {0,1,...,8}. La constante de
acoplamiento H tiene dimensiones de (longitud)® y las Ay, estdn dadas por

1

Aabe = 5£1‘jkﬁmnx(/\a)in«.()\b)jn()\c)m- (2.53)

Este vértice de interaccion de seis fermiones que surge a partir de la interaccion de
't Hooft produce modificaciones, tanto en las ecuaciones del gap, como en la interac-
cion efectiva de cuatro puntos. En el primer caso esto se traduce en la presencia de un
término adicional con dos lazos de quarks, tal como se muestra diagramaticamente

en la figura 2.7. La ecuacion correspondiente resulta

- S
M; = my + G)i + e () (W), (2.54)

*Dado que las corrientes fundamentales de quarks en QCD son las corrientes de color Jn =
Uy A1, es natural analizar la interaccién local mds simple que es posible construir a través del

acoplamiento de dos de tales corrientes:
4 1 - B
L = =G> (¥ryxv)?, (2.49)

Donde G es la constante de acoplamiento efectiva. Es ficil ver que esta interaccion es invariante ante
las transformaciones de sabor U(3)q @ U(3) .. Aplicando a la ecuacién (2 19) las transformaciones
de Fierz (ver!”-"l}, es posible reescribir dicha interaccién, de manera de obtener las interacciones

en los canales escalar y pseudoescalar (2.00).
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2.3. Extension del modelo NJL a tres sabores de quarks

con (i,j,k) = cualquier permutacién de (u,d,s). Vemos que estas ecuaciones con-
tienen un término sin mezcla de sabores, proporcional a la constante de acoplamiento
G, tal como en el caso de dos sabores. Pero ademés hay un término que posee mezcla

de sabores y es proporcional a la constante H.

*-++Q+8_+.

Figura 2.7: Diagrama de las ecuaciones del “gap” (ecuaciones de Dyson

en la aprorimacion de Hartree) para tres sabores de quarks.

Por otro lado, para describir los mesones deberemos primero construir vértices
efectivos de cuatro puntos, dados por la suma del vértice de cuatro puntos pro-
piamente dicho y los vértices de seis puntos con un lazo, como muestra la figura

2.8, Estos vértices efectivos de cuatro puntos son luego usados como nicleos de

X%

Figura 2.8: Vértice efectivo para la interaccion de cuatro puntos.

interaccién en la ecuacién de Bethe-Salpeter (ver fig.2.h). Si bien en este caso se
presentan nuevas complicaciones debido a la diferencia de masas de los quarks, el
mecanismo resulta basicamente similar a la versién de dos sabores, por lo que no lo
desarrollaremos aqui. Sin embargo pueden encontrarse en detalle por ejemplo en las

referencias!' "/,
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Como comentario final de este capitulo debemos recordar que ¢l modelo NJL no
confina. Formalmente, esto se refleja en el hecho de que la integral de la ecuacion
(2.30), y por ende también las funciones de polarizacién Jy(g?), tiene una parte
imaginaria por encima del umbral dado por ¢* > (M; + M;)?, donde M; y M, son
las masas constituyentes de los quarks que forman el meson. Como consecuencia,
aquellos mesones con masa mayor que dicho umbral tienen un ancho finito, lo cual
indica que son inestables frente al decaimiento de par quark-antiquark. Por supuesto,
el pion no resulta afectado por este problema, pero veremos més adelante que si de-
beremos lidiar con este problema en el sector del mesén 7 para cierto rango de
temperaturas,

Por otro lado, al igual que en el modelo de dos sabores, en general las integrales
de lazos resultan ser divergentes por lo que, como parte del modelo, es preciso
especificar cémo regularizar estas divergencias. En la literatura especifica del tema
aparecen muchos diferentes esquemas de regularizacién, v cada uno de ellos tiene
sus ventajas y sus desventajas!"’!. En el presente trabajo, este inconveniente se
solucionard utilizando interacciones no locales y separables en el propagador de

quarks, tal como explicaremos detalladamente en el préximo capitulo.
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Capitulo 3

Modelo de quarks quirales con
interacciones no locales y

separables

“Lo conocido es finito, lo desconocido infinito; desde el punto de vista in-
telectual estamos en una pequena isla en medio de un océano imitable de
inexplicabilidad. Nuestra tarea en cada generacion es recuperar algo mds de
tierra.”

Thomas H. Huxley (1825-1895), Médico y bidlogo britdnico.

En este capitulo se extendera el modelo NJL considerando interacciones no locales
y se expondra el formalismo utilizado en la obtencién de las ecuaciones del “gap” y
en la determinacion de las masas de los mesones y sus constantes de decaimiento.
Luego se incluirdn términos de interaccién que den cuenta de la renormalizacién
de la funcién de onda en el propagador del quark y se expondran los resultados
numéricos obtenidos para las propiedades hadrénicas y de quarks. Finalmente se
extenderd el modelo no local a tres sabores de quarks y se expondran, a su vez, los

resultados numeéricos correspondientes.



3.1. Modelo de quarks quirales no local

3.1. Modelo de quarks quirales no local

En el capitulo anterior hemos descrito un sistema de quarks interactuando a
través de interacciones que son invariantes quirales y locales. La naturaleza local
de dichas interacciones permite simplificar notablemente los célculos, pero también
trae consecuencias no deseadas, tales como integrales divergentes y falta de confi-
namiento. En cuanto a la primera consecuencia, hay varios tipos de regularizacién
usadas en la literatura (cut-off en 3 y 4 dimensiones, Pauli-Villars, etcétera), y to-
dos ellos llevan a resultados cualitativamente parecidos, por lo cual no parece haber
una razon fisica para decidirse por uno u otro esquema. En cuanto a la segunda
consecuencia, el modelo usado lleva a la existencia de quarks no confinados, libres,
hecho contrario a la experiencia.

Una posible solucién a estos problemas es utilizar el modelo de intercambio de un
gluén para generar la interaccién efectiva entre quarks. Comenzaremos por tratar el

caso de dos sabores degenerados. La accién efectiva de este tipo de modelo estd dada

por
f(z 5(0)(p — ) P(p) + Sint (3.1)
donde
G2 [ dip, d'p, d'py d'p) i
Sint = —7/ (2?|‘)I“ (Qf)' (gﬁ; 2 )43“(101,101 ) Dt (pr, phy P2, P)ju (P2, P3)  (3:2)

donde G es la constante de acoplamiento quark-gluén y la matriz Dm,(}u Py P2s )

representa un propagador efectivo del gluén, mientras que los factores

in(p.p') = g(p. P )b()y" At (p), (3.3)

son las corrientes (no locales) de quarks del octete de color. Mediante las trans-
formaciones de Fierz (ver!"'!), los productos de corrientes que aparecen en (:.2)

pueden ser expresadas en productos de corrientes de la forma

Ja(p,P) = 9(p.P)0(P)Tatp(p), (34)
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3.1. Modelo de quarks quirales no local

donde los operadores I, incluyen, entre otras, las interacciones en los canales escalar
(T — 7a) y pseudoescalar (I'y — #y57,).

Los modelos que producen interacciones de intercambio de un gluén suponen que
los efectos fuertes no perturbativos pueden ser tenidos en cuenta modificando en
forma fenomenoldgica el propagador del gluén!*’l. El propagador del gluén efectivo
provee también una forma natural de introducir la no localidad en la interaccién
quark-quark. Esta no localidad puede ser usada para regularizar las divergencias

ultravioletas del modelo!™. Una forma posible podria ser:

D (p1, 1}, P2, P5) = Guw0® D(py, P}, 2, Ph). (3.5)

Se pueden reemplazar las dos funciones desconocidas g(p,p') y D(pr, 1, p2, ph) del

sector gludnico de QCD, por un nicleo de interaccién de cuatro puntos

K(p1,p1, 02, P5) = 9(p1, 1) D(p1, Py, D2, 03)9(p2, ) (3.6)

Para dar una descripcién adecuada de las correlaciones hadrénicas de dos particulas
en un sistema de muchos quarks, introducimos los momentos total y relativo PP =
p1— P2, p = (p1 + p2)/2, respectivamente.

Si elegimos la forma separable del nicleo de interaccién de (3.0)) de acuerdo a la

figura 3.1 se obtiene que

K(p, P;p', P') = —Kog(p)g(p')dpp. (3.7)

donde K es una constante que resulta ser proporcional a la constante de acoplamien-
to G y la delta de Kronecker nos asegura la conservacién del cuadrimomento total.
La funcién g(p), con g(0) = 1, es una funcién decreciente (en el espacio euclideo)
que describe la no localidad de la interaccién. Dicha funcién recibe usualmente el
nombre de regulador o factor de forma.

Como sucede con la versién local del modelo NJL, la simetria quiral es espontanea-
mente rota en este esquema no local para valores suficientemente grandes de la cons-

tante de acoplamiento . Trabajando en la aproximacion de Hartree, con N, colores
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-k i-% p-k r-£
< <
Ko
K(pP,p'P) = a(p) - g(p")
> >
p+ 5 P+ p+k v+5

Figura 3.1: Nicleo de interaccidn de cuatro puntos en la aprorimacion

separable

y Ny sabores en el sistema, la autoenergia M(g) o masa dindmica del quark viene
dada por
M(q) = m + (M(0) —m)g(q), (3.8)

donde m es la masa desnuda del quark, y la masa dindmica a momento cero M(0)
es una solucién de la ecuacion del “gap”
q @ m+ (M(0) —m)g(q)

Cr) Y @+ m+ (M(0) - m)g(g)

M) =m+ 4GNCNI/ (3.9)

Entonces, para conocer M (q) sélo es necesario determinar la constante M (0) dada
una eleccién adecuada del regulador.

En espacio de Minkowski, para que un quark exista en forma aislada se debe
cumplir que

M*(g,) = qp, (3.10)

para valores reales g, del cuadrimomento. Si nos colocamos en el sistema de la

particula (p = 0) y utilizamos la ecuacién (3.8), nos queda
(m + [M(0) — mlg(q0))* = g5- (3.11)

Se ve claramente que, segiin el factor de forma g(g) que se use, habra un valor critico
de M(0) a partir del cual no existen soluciones reales de esta ecuacién. O sea, el

propagador del quark no tendréd polos reales, y es posible interpretar esto como una
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3.1. Modelo de quarks quirales no local

situacién de confinamiento, conocida como “analytic confinement”. Para determinar
dicho valor critico, basta pedir que se cumplan dos condiciones en ese punto: las dos
curvas definidas por los miembros izquierdo y derecho de (3.101) se deben cruzar

(esto es la ecuacion(} 1)), y tener la misma pendiente, es decir

o i
2(M(0) m]g{qu)gj—u =1 (3.12)

Luego, las ecuaciones (J.11) y (:3.12) definen el M(0) eritico.
Podemos por ejemplo considerar como factor de forma una funcién gaussiana del
cuadrimomento euclideo ,

9(q) = exp (%) (3.13)
donde A es un pardmetros del modelo que describe el rango de no localidad. Esta
funcién cumple con los requerimientos bésicos de ser invariante de Lorentz y decaer
suficientemente rapido para momentos altos, de manera de mantener las integrales
acotadas. Pasando el regulador g(q) al espacio de Minkowski (g4 — iqq), la ecuacién
(4.11) queda

2
m+ [M(0) — m] exp (%) = qo, (3.14)

En ella vemos que, segtin el valor de M (0), la exponencial intersecta o no a la recta,
como se muestra esquemédticamente en la figura 2. De esta forma, la ecuacién
(3.11) tendra dos, una (caso critico) o ninguna solucién real. En este iltimo caso,
habra dos soluciones complejas correspondientes al caso de un par de polos complejos
en el propagador del quark ' . Esto, a su vez, corresponde a quarks aislados con una
vida media finita, similar a lo que ocurre en otros modelos de confinamiento!"'!l.
Entonces, una adecuada eleccién del regulador no local y de los pardmetros del
modelo permite llevarnos a cierta forma de confinamiento de los quarks, haciendo que
el propagador no tenga polos a energias reales. En el espacio euclideo esto equivale

a que el propagador no tenga polos imaginarios puros.

'En realidad existen infinitos polos complejos, pero sdlo tomamos los dos mas cercanos al eje

real. Para mayor detalle ver el apéndice en ref.[*]
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ffa

4
A2

o+ [A(0) mfﬁ s_-xp(

e

M

o

Figura 3.2: Solucién grdfica de la ecuacidn (/.11). La interseccion de las

curvas representa la existencia de quarks aislados con masa.

La justificacién final del factor de forma utilizado (y del modelo en general) viene
dada por su poder explicativo y predictivo de la realidad. En los trabajos realizados
en SU(2) con reguladores gaussianos!', las propiedades obtenidas de los mesones

muestran un buen acuerdo con lo observado empiricamente.

3.2. Modelo no local con Renormalizacién de la
Funcién de Onda (WFR) en el propagador
de quarks

Siguiendo las referencias!"»"l, podemos considerar modelos no locales adoptando
como ingrediente bdsico una descripcién confiable del propagador de quarks como
la dada por estudios fundamentales, tales como QCD en la red. En este sentido,
deberia resaltarse que la mayorfa de los trabajos realizados en el contexto de modelos
quirales no locales utilizan sélo reguladores exponenciales y no tienen en cuenta

la renormalizacién de la funcién de onda (WFR) en el propagador de los quarks.
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Sin embargo, algunos célculos recientes en QCD en la red sugieren que la WFR
puede ser del orden del 30% (o atin mayor) a momento cero (ver por ejemplo!'*'"),
Ademas, estos calculos también muestran que las masas de los quarks tienden a sus
valores asint6ticos de una forma bastante suave. Luego, resulta importante realizar
un estudio detallado del impacto que la incorporacién de estas mejoras en el modelo
podria producir en las predicciones para las propiedades hadrénicas y de quarks. El
lagrangiano que hemos considerado es la minima expresion que permite incorporar
la total dependencia del momento del propagador de quarks, a través de su masa y
la renormalizacion de la funcién de onda.

Para este desarrollo consideramos un modelo quiral SU(2) no local, como el descri-
to en la seccidén anterior, pero incluyendo en su lagrangiano un término de interaccion
adicional. Esto es, ademds del término de interaccién entre las corrientes de quarks
Ja(x), se agrega la interaccién entre corrientes de “momento” jp(z), autoinvariantes
ante transformaciones quirales, y que serdn las responsables de la dependencia con
el momento de la renormalizacién de la funcién de onda (ver ref.!"! para mayor

detalle). La accién efectiva euclidea correspondiente estard dada entonces por

Se.= [ d'a {3(e) (<9 + 1) ¥(o) - §[5@lie) + iplelip(@)] | (315)

donde ¥ es el doblete de fermiones para N; = 2, ¢ = (u,d)”, y i = diag(m,, mq) es
la matriz de masas corrientes de los quarks. En lo que sigue consideraremos simetria
de isosespin, esto es m = m, = my. El término cinético incluye el operador @ = 7,0,
que en el espacio euclideo se define como 7 - v + '}-'45—1, con 74 = 1. Las corrientes

no locales j,(x), jp(x) estan dadas por

julz) = / d'z g(z) b (:r. 4 i) L, ¥ (;r. = §) :

2
sele) = [ = 1) 8 (o4 3) % v(z-1). (3.16)

+—
Aqui, 'y = (1,i757) v u(z') 8 v(z) = u(a')d,v(x) — Opu(z’)v(z). Las funciones
g(2) y f(z) en Eq.(3 1), son los factores de forma covariantes no locales, que carac-

terizan las interacciones correspondientes. Las cuatro corrientes de quarks estandar
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ja(z) requieren el mismo factor de forma g(z) para garantizar la invarianza quiral. El
término % jp(z)jp(x) es autoinvariante ante transformaciones quirales. La compo-
nente escalar-isoescalar de la corriente j,(x) generard la masa de quarks dependiente
del momento en el propagador, mientras que la corriente “de momentos” jp(z) sera,
como mencionamos anteriormente, la responsable de la renormalizacién de la fun-
cién de onda, dependiente del momento, en el propagador. Por conveniencia, hemos
tomado el mismo parametro de acoplamiento, G, para ambos términos. Sin em-
bargo, el peso relativo entre ambos términos de interaccién estd controlado por el
pardmetro &, incluido en la ecuacién (3.16). En lo siguiente, es conveniente tomar la
transformada de Fourier de g(z) y f(2) para llevarlos al espacio de momentos. Vale
aclarar que la invarianza de Lorentz implica que las transformadas de Fourier g(p)
y f(p) sélo pueden ser funciones de p?.

Dado que en lo que sigue se utilizard el método de las integrales de camino para
obtener la ecuacién del gap y las distintas propiedades hadrénicas, es conveniente en
este punto realizar la bosonizacién de la teorfa. Los detalles de este procedimiento

se dan en el apéndice 3.\. Se obtiene asf que la funcién de particion bosonizada es
2% — /DalDrszﬁexp[—S%m], (3.17)

donde S%*, una vez pasada al espacio de momentos, estd dada por

1 dip
Stor — _lndet A — —
B In det 2G| @)

ih

lo1(p)or(=p) + 7 (p) - #(—p) + o2(p)oa(—P)],
(3.18)

con el operador A, dado en la ecuacién (3A 4).

3.2.1. Aproximacion de Campo Medio

En lo que sigue, trabajaremos dentro de la aproximacion de campo medio (ACM),
en la cual asumiremos que los campos o, tienen valores medios @, no nulos,

mientras que los valores de campo medio de los campos pseudoescalares 7; son cero.
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Esto es,

o1(z) = a1 + 0oy (),
JQ(JI) = i‘{-pfjrg %+ 50’2(.1.‘), (319)

7(z) = d7(x).

Reemplazando en la accién efectiva bosonizada, y expandiendo en potencias de las

fluctuaciones de los mesones, se obtiene
Sbas - SAC‘A." + Scrmd ¥ (3 20)
E =PE E '

donde la accidon de campo medio (ACM) por unidad de volumen es

T . ai | ’0 -
o -*'Zj\cj WTID In[Dy ' (p)] + 3Cs ¥ T (3.21)
y el propagador de quarks en la ACM estd dado por
Z(p)
D, - 3.22
o) = (3.22)
con
Z(p)=[1-a:f(p)™" ; M(p)=Z(p)im+a19(p)]. (3.23)

Por otro lado, siguiendo la expansién de S%* a segundo orden en las variaciones
de los campos, se obtiene el término cuadritico de la accién euclidea bosonizada, el

cual se puede escribir como

4
53 = 5 [ GlCatriowto(-p)

+Go (p*)d0’ (p)a’ (—p) + G (p*)07(p) - 67 (—p)], (3.24)

donde los campos o y ¢’ estdn relacionados a los campos o, y g, mediante las

relaciones

dc = cosf do; —sinf doy

do' = sinf doy + cosf do, (3.25)

39



3.2. Modelo no local con Renormalizacién de la Funcién de Onda (WFR) en el
propagador de quarks

y los dngulos de mezcla 8 se definen de forma tal que no haya mezcla o — o’ al
nivel de la accién cuadrética. La funcién G, (p*) introducida en la ecuacién (3.21)

esta dada por

xlg" g+ M(g")M(q7)), (3.26)

con q* = q++p/2y D(q) = ¢* + M?*(q). Mientas que para el sistema o — ¢’ tenemos

que
G(;’) ) _ Goio(P) + Goyor (P?)
\/[Gm(p m.(p?);c?m(pﬂ) "
donde
ot - - | S
><[q+ i M(q*)ﬂf(q')]
Cosn(P?) = 1 sz(q g:)f)(( )) (3.28)
><[q+-q—-a-f( () + CE )zqz s
Guinl?) =~ [l 5

xq-lg"M(q")+q"M(q7)].

3.2.2. Cailculo de propiedades hadrénicas y de quarks
3.2.2.1. Valores de los campos medios y condensados quirales

Con el propésito de obtener los valores de los campos medios 7, 5 se debe mini-

mizar la accién Sp°Y | con lo cual se obtienen las ecuaciones de Dyson-Schwinger,
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también conocidas como las ecuaciones del “gap”,

: Z(p)M (p)
— 8N G/ D) =@
d~l 7
&5 + 8N, Gf pligf(p)gg?) =1 (3.29)
2 .

Por otro lado, los condensados quirales estan dados por los valores de expectacion
de vacfo (Gg) = (au) = (dd), los cuales se obtienen simplemente realizando la
variacion de Z = exp[—Sa“M] con respecto a la masa corriente de quarks corres-
pondiente. Haciendo esto, se obtiene

(dq) = —4N, / (dqp (Z(‘”)‘“‘”p)— . ) (3.30)

27)4 D(p) p? +m?

Notar que aqui se ha sustraido el valor correspondiente al caso no interactuante con

el fin de obtener valores finitos para el condensado.
3.2.2.2. Masas de mesones y constantes de acoplamiento
Las masas de los mesones se obtienen resolviendo la ecuacion
2
Gu(—myy) =0, (3.31)

donde M representa indistintamente o o 7.

En el caso del sistema o — o', los angulos de mezcla estan dados por 9(—??13.0,),

donde ’
- 2Go10,(P°)

tan 20(p*) = ik ’ (3.32)

Gﬂzﬂz(pgj - Golﬂl(pz)
Las constantes de acoplamiento mesén-quark gy, a calculan a partir de

P Gt (p)

i o qed e gy BN 3139

gJqu oy qu( niﬂ-{) dp2 p'z:_mif G ( )

3.2.2.3. Constante de decaimiento del pién

Por definicién, la constante de decaimiento del pién f; estd dada, como vimos,

por el elemento de matriz de la corriente axial Af(z) entre el vacio y el estado
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renormalizado de un pién, en la posicién del polo del pion. Es decir,
(0]A%(0)|7"(p)) = 6™ py fr- (3.34)

Con el objeto de obtener una expresion explicita para la corriente axial, debe-
mos aplicar una transformacién de gauge a la accién efectiva Sg, introduciendo un
conjunto de campos de gauge axiales Aj(z). Para una teoria local, usualmente esta

transformacién de gauge se realiza haciendo el siguiente reemplazo
i oL
8.(1 —* 5,; =+ 5’}'5?’ '.A“(I). (335)

Pero en este caso, debido a la no localidad de los campos involucrados, se deben

realizar reemplazos adicionales en los términos de interaccién (ver ref.!')

Y(z —2/2) = Walz,z — 2/2)¢(z — 2/2)
ol (x + 2/2) — vl (x + 2/2)Walz + 2/2, 7). (3.36)

Aqui, = y z son las variable que aparecen en las definiciones de las corrientes no

locales (13.101), y la funcién Wu(x,y) esta definida por

- )
Wa(z,y) = Pexp [—%/ ds,YsT Ap(s)} . (3.37)

donde s corre a través de un camino arbitrario que conecta x con y.

Una vez construida esta accién efectiva “gaugeada”, resulta facil obtener la co-
rriente axial como la derivada de esta accién con respecto a Af(z), evaluada en
A‘p(:r) = (). Realizando luego la derivada de las expresiones resultante con respecto
a los campos de mesones renormalizados, se puede finalmente identificar las co-
rrespondientes constantes de decaimiento débil de los mesones. Luego de algunos

célculos se puede obtener

fe= = Ry (~m3), (3.38)
con
. d ACYACE
R(p*) = 85\&/(2;;9(«?)‘,3%;;2(@_))
x|g* g7+ M(qg")M(q7)]. (3.39)



3.2. Modelo no local con Renormalizacién de la Funcién de Onda (WFR) en el
propagador de quarks

Es importante notar que la integral sobre la variable de camino s de la ecuacion
(13.37) se puede resolver en forma exacta, lo que implica que la misma es indepen-
diente del camino de integracién. En el limite quiral, la expresion de la ecuacién

(3.9%) tiene una forma relativamente simple, dada por

_ M(0)
fr= m, (3.40)

la cual conecta con la relacion de Goldberger-Treiman.

3.2.3. Diferentes parametrizaciones utilizadas

Con el fin de especificar completamente este modelo, debemos fijar tanto sus
pardmetros como los factores de forma g(p) v f(p) que caracterizan las interacciones
no locales. En este caso, siguiendo la ref.!"! consideraremos dos tipos diferentes de
dependencias funcionales para estos factores de forma. La primera corresponde a las

frecuentemente utilizadas formas exponenciales,

g9(q) = exp (—¢*/A3) i flg) =exp(—¢*/A}). (3.41)

Notar que el rango (en el espacio de momentos) de la no localidad en cada canal
estd determinado por los pardmetros Ag y A;, respectivamente. Fijando la masa
de quarks corriente y el condensado de quarks quiral, a los valores razonables de
m = 57 MeV y (Gq)'/? = 240 MeV, el resto de los pardmetros se determinan de
manera tal de reproducir los valores empiricos f, = 92,4 MeV y m,; = 139 MeV, y
Z(0) = 0,7 el cual estd dentro del rango de valores sugerido por recientes cdlculos de
QCD en la red!" '], En lo que sigue, esta eleccién de pardmetros y factor de forma
serd referido como Set B.

Como segundo tipo de factor de forma funcional a considerar se utilizaron fun-

ciones lorentzianas dadas por

1+O-‘z ) fm((f)'_?” a:f-?(Q)

9(a) = 1+ a. f.(q) i, — 1T s
1+, i
fla) = [:(q) (3.42)

1+ a, f.(q)
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donde

-1

fmle) = [14 @A) f@=[+ @AD" G4)

£,

Zip)

p [GeV]

Figura 3.3: Represeniacién grdfica de las funciones fm(p) (arriba) y Z(p)
(abajo) para las distintas parametrizaciones propuestas. Se compara ademds

con los resultados obtenidos a partir de QCD en la red en la ref.[ "/

Como se muestra en la ref.'! tomando m = 2,37 MeV, a,, = 309 MeV, a, =
—0,3, Ag = 850 MeV y A; = 1400 MeV, se puede reproducir muy bien la dependencia
de las funciones de masa f,,(p) y renormalizacién Z(p) obtenidas en calculos de QCD
en la red (ver Fig.3 1), al igual que los valores fisicos de m, y fr. En lo que sigue,
esta eleccién de pardmetros y factores de forma sera referido como Set C.

Finalmente, con el objeto de comparar con estudios donde la renormalizacion de
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la funcién de onda del propagador de quarks no se ha tenido en cuenta, considera-
remos una tercer parametrizacion (Set A). En este caso fijaremos Z(p) = 1 (esto
es, f(p) = 0) y factor de forma exponencial para g(p). Tal modelo se corresponde
con el “esquema 11" discutido en la ref.!""l| de donde se tomaron los parametros
correspondientes para (Gq)'/* = 240 MeV. La tabla 3 | resume los valores de los

parametros del modelo para cada una de las parametrizaciones propuestas.

Tabla 3.1: Sets de pardmetros utilizados para el modelo NJL no local a dos
sabores y con WEFR.

Set A Set B Set C

m. [MeV] 5.78 5.70 2.37
GyA2 20.650 32.030 20.818
Ay [MeV] 752.20 814.42 850.00
kp [GeV] - 4.180 6.034
Ay [MeV] = 1034.5 1400.0

3.2.4. Resultados numéricos

En la tabla .2, se presentan los resultados para las propiedades de campo medio,
junto con las masas de los piones y mesones sigma y los parametros de decaimiento.
Como se puede observar en esta tabla, mientras que para las parametrizaciones ex-
ponenciales (Set A y Set B) los valores empiricos de f, y m, son consistentes con un
condensado de quarks que cuyo valor estd dentro de los valores fenomenologicos nor-
malmente citados —{(gg)"/® ~ 200—260 MeV, el Set C produce valores de condensado
quiral por encima de tal rango. Por otro lado, la masa de quarks corriente obtenida
con el Set C es un poco menor a la obtenida con los otros dos sets. Esto merece algiin
comentario. El condensado quiral, al igual que las masas corrientes de los quarks,

son objetos dependientes de la escala. En particular, los valores fenomenolégicos
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Tabla 3.2: Valores de las propiedades de materia de quarks y de materia
hadrénica, obtenidos para T = p = 0 con el modelo NJL no local a dos

sabores y considerando WFR.

Set A Set B Set C
o1 [MeV] 424 529 442
o — -0.43 -0.43
M(0) MeV] 430 375 311
Z(0) 1.0 0.7 0.7
— < qG >3 [MeV] 240 240 326
mx [MeV] 139 139 139
Iraq 4.62 5.74 4.74
fr [MeV] 92.4 92.4 92.4
m, [MeV] 683 622 552
g 5.08 5.97 4.60
Gogt

citados arriba para el condensado corresponden a una eleccién en la escala de renor-
malizacion g = 1 GeV. En el Set C, algunos parametros han sido determinados
para obtener una buena aproximacién para los valores de la funcién de renormal-
izacion Z(p) obtenidos en QCD en la red, los cuales también dependen del punto de
renormalizacién. En particular, en este modelo se usé la funcién Z(p) obtenida en la
ref.["], donde la escala de renormalizacién elegida fue de pu = 3 GeV. Pero dado que
el Lagrangiano de este modelo satisface! ! la relacién de Gell-Mann-Oakes-Renner
(2.37), y que para todos los sets fr y m, se ajustan a sus valores empiricos, esta claro
que la calidad de la descripcién del condensado de quarks y de las masas corrien-
tes estan muy relacionadas entre si. Utilizando las relaciones estandar para pasar
de la escala de 3 GeV a la de 1 GeV, se obtiene que —(gg)'/* ~ 284 MeV lo cual

estd alrededor del 10 % por encima del limite empirico superior. Una posible forma
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de reducir el valor del condensado en este Set serfa reducir el parametro Ay. Para
Ag ~ 600 MeV por ejemplo, se pueden obtener valores para las masas y condensados
de quarks que estén dentro de los limites fenomenolégicos. Sin embargo, este valor
implica reducir en demasia el campo de aplicabilidad del modelo.

La masa del mesén ¢ muestra cierta dependencia a la parametrizaciéon. No obs-
tante, tal dependencia es menor que la hallada en el modelo NJL local. Los valores
obtenidos par las masas son algo mayores que los valores obtenidos experimental-

mente 478 *23 + 17MeVI[" y 390 *89 MeV ",

3.3. Extension del modelo no local a tres sabores

En esta seccién se describe la extensién de este modelo NJL con corrientes de
interaccién no locales, para considerar un tercer sabor de quark, el quark strange
(s). La importancia de la inclusién del quarks s en nuestro modelo radica en que
la produccién de particulas con extraneza en medio calientes, como el producido en
colisiones de iones pesados, es considerada una de las sefiales mds importantes para
la transicién de fase de deconfinamiento (ver ref.!""). Sin embargo, dada la dificultad
que representa esta extension del modelo, trabajaremos sélo con el factor de forma
de tipo gaussiano y sin tener en cuenta la renormalizacion de la funcién de onda
incluida (para el caso de dos sabores) en la seccién anterior.

Partiremos de la funcién de particién gran candnica a temperatura y potencial

quimico nulos, dada por
Zy= /Diﬁ'Du‘)exp(—SE)‘ (3.44)

en la cual Sk es la accidn efectiva euclidea. Generalizando las expresiones (2.50) y

(2.52) al caso no local, la accién Sg queda definida por
i_r7 W A G s, .8 . ,
Se = [ da{dla)l-ip+ mfola) - SUS@IE @) + @il @]

—%Amuf(m)jf(mfu:) — 3j5(@)i] ()il (2)]},  (3.45)
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donde 1 es el vector de campos fermiénicos para los tres sabores mas livianos, @ es
el operador euclideo

9=t +7.9, (3.46)

con 4 = ivg, T = it, m es la matriz de masas desnudas de los quarks, dada por

m =diag(my, mq, ms), y las Ag. son las constantes de estructura de SU(3) definidas

en (253). De aqui en adelante trabajaremos con el limite de simetria de isoespin,

en el cual m, = my. Las corrientes j>¥(z) estdn dadas por

/ar*zg ) Aat) (z - -‘;-) (3.47)
fd1zg ) Y5 A (I - %) (3.48)

donde el regulador g(z) esta dado por

4 23
o) = [ b enl-imaei o) =ew-k) @)

Las matrices \,, con a = 0, ..., 8, son las ocho matrices de Gell-Mann de 3 x 3 que
generan SU(3), més \? = \/i 343, donde 13,3 es la matriz unitaria de 3 x 3.
La funcién de particién (3. 11) puede ser bosonizada de la manera estandar (ver

Apéndice 3.\), obteniendo la accién efectiva bosonizada

G

Sb“: —IndetA — fd4 [aaS Pl — (S’S’ —i-}saﬁ,,)
H e
-I-EAan(SaSbSC —BSﬂPhPC) . (350)

En lo que sigue supondremos que los campos ¢, tienen valores de campo medio a,
no nulos, que son invariantes traslacionales, mientras que los campos pseudoescalares
7. no los tienen. Es decir, podemos escribir

0a(T) = G4 + 00,4(x),
ma(x) = Ome(z). (3.51)

Podemos ahora expandir la accién efectiva hasta el segundo orden en (do,, d7,)

alrededor de estos valores de expectacién. El orden cero corresponde a la aproxi-
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3.3. Extension del modelo no local a tres sabores

macion de campo medio (ACM), el término lineal desaparece debido a que @, mini-
miza la accién efectiva, y consideraremos el desarrollo hasta el término cuadrético.

La accién efectiva tendrd entonces la forma
B G4 4. 59, (3.52)
Analicemos primero el orden cero. En el espacio de momentos tenemos que
oP(p-p) = 2n)'5. 6N -p), O@-p) =0, (3.53)
por lo tanto
Alp—p) = (=p+m)(2m)'8D (p — p) + g(=) Aalo(p — p) + ivs7(p — )] (3.54)
a orden cero queda
AD(p —p) = [+ m+ A g(22) 5] (27) 6@ (p - p'). (3.55)

Utilizando la identidad Indet A = trin A, donde la traza es sobre los indices de

Dirac, color y sabor, se obtiene una accién efectiva en ACM de la forma

gACM o dYp "
‘[/E{-'l} = “21\¢-_/ (2T‘FJ4"I‘1'Jr111[p2 + M*(p)]

AtleSﬂSbSC: (350)

donde ahora la traza Try es solo sobre sabor, V# es el volumen en el espacio
cuadridimensional, M(p) = m + A\8,9(p) v los valores de campo medio S, estén
dados por S; = S.(d,0). Si minimizamos esta tltima expresién con respecto a ,
obtenemos
S, =-2N k. fqlTr In[p* + M*(p)] (3.57)
a C(Sa_a (2?]_),1 f 1 .
que junto con la ecuacién (3. 11) en la ACM
w  SH -~ .
g, + GS, + TAr:br'SbSt' =0, (358)

conforman las llamadas ecuaciones del “gap”.
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3.3. Extension del modelo no local a tres sabores

Notemos que, debido a la conservacién de la carga, solamente los 5,035 pueden
ser distintos de cero, por ser los tinicos diagonales. Mds atin, en el limite de isoespin
también se anula &3. De aquf en adelante nos conviene cambiar de la base {X,}, con
a = 0,3,8, a una nueva base {X;}, donde los indices i = 1,2,3 o equivalentemente

i =u,d,s, tal que \gXp + A3 Xz + Mg Xg =diag(X,, Xy, X;), es decir,

2 1
Xy = \/=Xo + X3+ —=X,
\/;‘X‘H' 3+\/§ 8
2 1
Xy = il oy — Bl
d \/;Xo X'H—\/E 8
2 2
st\/jX—-—X. 3.59
3 0 \/5 8 ( )

En esta base, la accién efectiva de la ecuacién (3.50) nos queda

SgM d'p 2 2
W = —QNC/WT‘I! lﬂ@ + M (j’))]

8.5.5.), (3.60)

donde M(p) =diag(M,(p), Ma(p), Ms(p)), con M;(p) = m; + G,9(p),i = u,d,s. Se
observa que en el limite de isoespin, como &, = 74, entonces M, (p) = Ma(p).

Minimizando la ecuacién () (1)) en esta nueva base, se obtiene

2 d'p M;(p) e
5= 80, | gy .

que integra el conjunto de ecuaciones autoconsistentes del “gap” (:3.7%), que en el

sistema {u,d, s} resultan(*:

_ H .
6u + GSu + ESng = O‘
s H oo
g+ GSq+ ESES“ =0
_a Hg s

En el caso de isoespin simétrico, es decir m, = my, estas ecuaciones se reducen a
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3.3. Extension del modelo no local a tres sabores

dos
3.+ CF, + %susz, 0,
P, - . |
5.+ G5+ 550 = 0, (3.63)

Los condensados quirales estan dados por los valores de expectacion de vacio
< u >=< dd > y < §s >. Para hallarlos, derivamos la acciéon efectiva respecto de

la masa desnuda del quark correspondientes, de donde se obtiene
~ dip M, (p) My
R = f (2n)’ [p TMp) P me
d'p M(p) o m
(2m)! '

P+ MZp) p*+md
Ahora calcularemos el término cuadrético de la accion efectiva en (1752). Para

k]

< 38 >= —4Nc/ (3.64)

ello, primero desarrollaremos el determinante fermionico de (3 50) a segundo orden

en las fluctuaciones de los mesones, y tras un arduo calculo se obtiene la siguiente

expresion
4
~ (Indet A)® = % %UKU(Q) — M;j(q))d0i(g)d0i;(—q)
+[Kyj(q) + Mij(q)|omi;(q)omi;(—q)} (3.65)
con

dx;qr 1 1
s _ _8N Rl A 1SR S )
Kii(q) 8. C/ (2?{)49 (¢')a"q (qF)2 + M2(q*) (¢7) + M¥(q)'

dq i 1 1 _
1ij - — f i G fv{l * *‘V[ y
(3.66)
donde,

¢t =¢ £ %; i=1ud.5 (3.67)

La ecuacién (5.07) puede llevarse a una forma més compacta:

§& = —(Indet A)® =
1 d'p . S

=5 ) |C55 d045(p) doji(—p) + Cy; dmi;(p) omii(—p)] (3.68)
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3.4. Propiedades hadrénicas

con

soan oy [ 49 latq” F Mi(a")M;(q7)]
Ci;(p°) = &Mfm)dg (q)[(q T MO + M) (3.69)

Por otro lado, el término del potencial en (5 50) resulta

592130! 4f(21r)1 5 tJ ki 6013(.9)5%!( p)
H™) lzj,ki omij(p)omu(—p)} (3.70)
donde
H
(? i, .U 0611513 '_'EJLnCzInS (371)

Vemos entonces, que el término de segundo orden en las fluctuaciones de los campos

de la accidn efectiva tiene la forma

2 Sgim E];Dut N
1 d'p w 5 " 2
- § (QW)4 [Gij.k!(p )5Uij(P)(5rfu(-p) % Gt'j,“(}‘? )5?T~;j(;fi)f5ﬁk1(-p)] . (3.72)
con
1
GUM( A= Ci(p2)5:z5jk+§(?‘i);,-}kp (3.73)

donde las integrales C; (p?®) estén dadas en (3.0), y (7"1'),}1M en (4.71).

3.4. Propiedades hadrénicas

3.4.1. Masas y constantes de acoplamiento quark-meson

De la accién cuadratica efectiva Sg] de la ecuacién (3.72) es posible obtener las
masas de los mesones escalares y pseudoescalares y las constantes de acoplamiento
quark-mesén. De aqui en adelante consideraremos sélo el caso de mesones pseu-
doescalares. Las expresiones correspondientes al caso escalar son completamente

equivalentes, sélo hay que reemplazar los indices “-” por “4".
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3.4. Propiedades hadrénicas

Introducimos la base de los mesones fisicos definida por

1
qbt-j — \/Q(/\a(bﬂ)ij, (3?4)

donde ¢ = o, m, y los indices i, j corren de 1 a 3. De este modo, tenemos por ejemplo
para el caso pseudoescalar

%+%+% T K*

7 T ~%+ B+ D K° (3.75)
K- K° - o

Luego del cambio de base, la parte pseudoescalar del términocuadrético de la accién
efectiva resulta

4,
SJ(EZ) pseudoescalar N %f (;i:))d{G”(pz)[ﬁo(p}wu(_}q) + 2r* (p)ﬂr(_p)]

+Gx(p)) 2K  (p)K°(—p) + 2K T (p) K~ (—p)]
+Gy (P n(p)n(=p)] + Gy () () (=p)]},  (3.76)

donde los campos 7 y " estdn relacionados con los estados 7y y 75 mediante

n = ngcost —rgsiné,

!

1 = ngsinf + 1y cosd,

(3.77)
(3.78)

donde el dngulo de mezcla @ estd definido de manera tal que no haya mezcla n — '
a nivel de la accién cuadrética.
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3.4. Propiedades hadrdnicas

Las funciones Gp(p?®) introducidas en (3.76) estédn dadas por
H

Gx(p?) = (G + 55‘5)" + C2.(p°), (3.79)
Hz ..
Gr(p®) = (G+55)7 + Ca, %), (3.80)
G (p?) + G (P
Gn[pz) _ ss(p ) ; BG(P )
—(2Y _ = (2)] 2
= \/[Gg_g(PE)P-I- [Gss(P ) - Goo(p )} ‘ (3.81)
Cal®) +Galp®
Gn'(Pz) = as(P ) 2 00 )
— 9\ _ 1= (12} 2
: \/ Gt + | S Cul (352
donde
Galr?) = § [ + () +20,07)| (3.83)
Gal?) = 3 [GHLS=ME 1+ 20, () + Co) . (3.84)
Gult") = 4 [rrtiimsy + Calr®) ~ Clp?)]. (3.85)
Las masas de los mesones se obtienen resolviendo las ecuaciones
Go(-m2) =0, (3.86)

con P = 7, K,n,7n', mientras que los dngulos de mezcla 6, y 6/, que en general son
distintos entre si, estan dados por

— (2
2Ggs(p°)

Co?) - C0) -

tan 29??&?' =

e
=—m
P nm'

Se puede definir campos de mesones normalizados o(p) = Zd:l“'lzc')(p) de tal forma

que la accién cuadratica efectiva tenga la forma candnica

1 d* s
s, = 3 [ G + M- (3.9

Entonces, comparando con (3.76), cerca de los polos del mesén tendremos
(0" +mi)Z;" = Gy(p?), (3.89)
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3.4. Propiedades hadrénicas

y de esta forma, las constantes Z, que renormalizan las funciones de onda estan

dadas por
gt = dGP(pQ)
P dpg 1

pP=-m}

(3.90)

con P=nK,nyn.
Finalmente, las constantes de acoplamiento quark-mesén G p, estan dadas por los

residuos de los propagadores en los polos correspondientes,

G = 257", (3.91)

3.4.2. Constantes de decaimiento débil

Por definicién, las constantes de decaimiento débil de los mesones pseudoescalares
estan dadas por los elementos de matriz de las corrientes axiales Af(x) entre el vacio

y los estados de cada mesén renormalizados, en los polos del propagador:
< U|Aﬁ (OH&'b(p) >= ifabpp- (392)

Para a,b =1,...,7, las constantes fy; pueden escribirse como 04, fs, con ¢ = 7 para
a=1,2,3y ¢ =K paraa =4,56,7. Por el contrario, como sucede con la matriz
de masas, las constantes de decaimiento estan mezcladas en el sector a = 0, 8.
Para obtener la expresién de la corriente axial, hay que realizar transformaciones
de gauge en la accién efectiva Sk introduciendo un conjunto de campos de gauge
axiales Aj. Para una teoria local, este procedimiento puede hacerse simplemente

reemplazando

1
0!-1 - ap + IIFEI-A‘;; 1“{1 = 575'\(“ (393)

pero como en nuestro caso estamos trabajando con campos no locales, tendremos
que realizar un reemplazo adicional, similar al caso de dos sabores de la ecuacion

(:3.30), pero con la diferencia de que la funcién W,(x, y) ahora estd dada por
y
Wala,) = Pexp( | Tadl(s)ds,) (3.94)
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3.4. Propiedades hadrdnicas

donde s representa un camino arbitrario que conecta x con y.
Una vez obtenida la accién efectiva de gauge con estos reemplazos, la corrien-
te axial se calcula derivando esta accién con respecto a Af(x), y evaluando dicha
derivada en A%(z) = 0. Entonces, derivando las expresiones resultantes con respecto
a los campos mesénicos renormalizados, uno puede finalmente identificar las corres-
pondientes constantes de decaimiento débil de los mesones. Después de un extenso
calculo, encontramos que las constantes de decaimiento del pién y del kadn estdn

dadas por

4 fuu(—m3) 2 (3.95)
Fie = Aful—mi) + ful-miZ° (3.96)

5
I

donde

B B f}i [aMi(g") — ¢*M;(qg7)|.p
fulo®) = pzf 27]- ()[g+ 2+ M3q")]l(q )+M?( -)]

N, M(q)
/

[2'? Q) - 9( ) ]m
la* q + Mi(q™)M;(q+))
[(a7)2 + MZ(q)][(g7)? + M2(q")] (3.97)

ml 2 “=1,|

9(9)[(@: +7;)9(q) — Gig(q™) — F59(q")]

donde nuevamente,
=gt Mip) =mi+59(p),i=uds. (3.98)

En el caso del sistema 1 — 7, pueden definirse dos constantes de decaimiento
débil para cada componente a = 0,8 de la corriente axial "™, que pueden escribirse

en funcién de constantes fqy v de los dngulos de mezcla 0, definidos en (5 87) como

f2=08 = [fus(—m}) cos(8,) — fao(—m3) sin(6,)] 2,2, (3.99)
570 = [fas(=m2) sin(0y) — fao(— )cos(ea,,,)]z,;:’? (3.100)
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3.4. Propiedades hadrénicas

Finalmente, las constantes de decaimiento f,, para a,b = 0,8 estan relacionadas con

las f; definidas en (3.07) por

fiol#) = 52fulf) + fual), (3.100)
fol#) = 3268 + FussD) (3.102)
fﬂﬂ(pz) = fBU(pz) = %[fuu(f)z) - fss(pz)]' (3.103)

En andlisis fenomenoldgicos, las constantes de decaimiento para 7 y 7’ usualmente

estd parametrizadas!™ segiin

[y = fscosbs; Y= —fosinf,
fr?; = fsSiIlb‘a; f:}}: = —fuCOSeg. (3104)

3.4.3. Decaimiento andémalo a dos fotones

Para ir mas alld en el andlisis de decaimientos de mesones livianos pseudoescala-
res, evaluaremos el decaimiento andmalo a dos fotones de 7%, 7 y /. En general, las

amplitudes correspondientes pueden ser escritas como
2 * * 3
A(P — ¥7) = €° gpyy Cuvas & €3 kS Ky, (3.105)

donde P = 7% 1,7, v k;,; son estados para el momento y la polarizacion respecti-
vamente de los fotones salientes.

En el modelo NJL no local bajo consideracién, los coeficientes gp,, estdn dados
por las integrales de lazos de los quarks. Ademas el diagrama de “triangulo” usual,
dado por un lazo de quark cerrado con vértice correspondiente al mesén y los dos
respectivos a los fotones, en el presente esquema se tiene un segundo diagramal''l
en el cual uno de los vértices quark-fotén surge de la contribucién no local debida
al reemplazo

9(y — z) — Waly,2)g(y — 2)Wa(z, 2), (3.106)
donde W,(z, 2) estd dada en la ecuacién (:5.11), pero en este caso I'* = @, es decir

el operador de carga eléctrica. La suma de ambos diagramas para los decaimientos
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de 7% n y 0 produce

Oryy = I“(_m?r)z?lr;’?.? (3.107)
1 .
G = W5 [["I.u(mf;) — 2I,(m?)] cos 0, — V2[51,(m2) + I(m?)] sin 9,,} Z
(3.108)
G o 7 [[5fu(m,,) 21,(m2)]sin 6y + V2[5L,(m2) + L(m )](oqa,,} Z\2,

(3.109)

donde las integrales de lazo I;(m%) estdn dadas por

Iy(mp) =
?-N / d'q glg + (k1 — k2)/2)
3 ) @m)* [q® + MAq)ll(q+ k1)? + MF(g + ki)l[(g — k2)? + Mf(q — k)]

i q* [Mylq — ka) — Ms(q) Mf(q-ﬂ‘-l)—f‘vff(@)“
{”f(q” 2 [ 2d) o) '
(3.110)

En el sistema en reposo del mesén, los impulsos de los fotones k) y kg pueden ser

escritos teniendo en cuenta las leyes de conservacién como

: ; W L L
kl = (1?,—), k1 — (1 5 5 9 ). (3111)

de donde se obtiene que

ki = oy = —-";;. (3.112)

3.4.4. Resultados numéricos

Mostraremos aqui los resultados obtenidos, luego de calcular numéricamente las
ecuaciones desarrolladas en la subseccién anterior, ajustando los parametros del
modelo (ms, A, G y H), de manera tal que el calculo reproduzca los siguientes valores
empiricos: m, = 139,0 MeV, my = 495,0 MeV, m,, = 958,0 MeV y fr = 92,4 MeV.

La masa m, se dejé6 como parametro libre, pero siempre respetando que su valor
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3.4. Propiedades hadronicas

se hallara dentro del rango de valores empiricos. Los calculos se llevaron a cabo
utilizando un regulador de tipo gaussiano, dado por
P

9(p°) = exp(— 43 (3.113)
donde A es un uno de los pardmetros libres del modelo que hace las veces de cut-off
covariante para el rango de momentos. De esta manera, se obtuvieron los resultados
que se muestran en las tablas 3 3 - 3.0, donde también se incluyen, en los casos en
que esté disponible, los valores empiricos de las magnitudes listadas.

El rango de valores utilizados para la masa del quark up, m,, fue elegido de manera
tal que, ademas de estar dentro de los valores fenomenolégicamente aceptables, nos
asegurara un correcto funcionamiento de los programas de cdlculo. Esto nos llevé a
utilizar 5,0 MeV < m, < 5,75. Fuera de este rango encontramos que resultaba
muy dificil ajustar los parametros del modelo simultdaneamente a todos los valores
requeridos debido a que los resultados fluctuaban en gran manera.

Examinando la tabla . puede verse que, para los valores elegidos de m,, los
resultados para los condensados (@u) se encuentran dentro del rango de valores men-
cionados en la literatura (ver valores y referencias en ref.!™). Los valores obtenidos
para las masas dinamicas de los quarks M, (0) y M,(0), son similares a los valores

(T B 1]

obtenidos en la mayorfa de los modelos efectivos! . Los valores obtenidos para
las constantes de decaimiento débil del kaén y del meson 7 son también fenomenolégi-
camente aceptables. En particular, el valor obtenido para el cociente fr/f; es sig-
nificativamente mejor que el obtenido en el modelo NJL local, donde las constantes
de decaimiento del kaén y del pién son aproximadamente iguales!™""“l, en contraste
con la evidencia experimental.

El problema de definir y determinar fenomenolégicamente los angulos de mezcla
y las constantes de decaimiento para el sistema  — 1’ ha sido reexaminado varias
veces en la literatura (ver”" por ejemplo). En general, se tiene que lidiar con dos
tipos diferentes de angulos de mezcla 6, , y cuatro constantes de decaimiento jr?ﬁ

No obstante, segin se aclaré al final de la seccion 1.2 es usual parametrizar la

mezcla entre ambos estados de meson y las constantes de decaimiento utilizando
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3.4, Propiedades hadrénicas

Tabla 3.3: Lista de sets de pardmetros (identificados por la masa del quark
u), y valores obtenidos para las propiedades de materia de hadrones en el
modelo NJL no local en SU(3) de sabor a T = 0. Se tomd como pardmetro
libre (acorde con el rango de valores obtenidos empiricamente) la masa del
quark u (my), mientras que los pardmetros mg, A\,G y H se ajustaron de
manera tal que reproduzcan los valores empiricos!’”! de las masas del pién,

del kaon y del meson n' y de la constante de decaimiento debil del pion

(valores marcados con un * en la tabla .i. ).

un sélo pardmetro (un dngulo de mezcla llamado ) e introduciendo dos constantes
de decaimiento fy v fz. En los tiltimos anos, el andlisis ha sido mejorado y muchos
autores han considerado la posible no ortogonalidad de (f3, f5) v (fy, i L

asi como la de los estados 77 y 7’1", Mediante las ecuaciones (:3 1111) se obtuvieron

los valores para #, y f, mostrados en la tabla 3.5,

En nuestro modelo, las constantes de decaimiento fp se calcularon mediante las
ecuaciones (3.99)-(:1.10:3). Como se muestra abajo, los dngulos de mezcla 65 y &5 son
en general diferentes, al igual que lo que ocurre con lo dngulos 8, y #,y obtenidos a

partir de (3.87). Notar que esto es consecuencia de la dependencia (algo marcada)
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Magnitud Sets de parametros
my [MeV] 50 | 536 | 55 | 5.75
m, [MeV] 119.2 | 125.4 | 127.7 | 132.1
A [MeV] 842.9 | 797.2 | 780.6 | 752.4
GA? 13.3 | 14.2 | 14.5 | 15.0
—HA? 273.7 | 266.9 | 267.2 | 272.3
—(u)'/® [MeV] | 252.1 | 246.0 | 243.8 | 240.0
—(5s)1/3 [MeV] | 249.7 | 239.8 | 236.0 | 229.3
M,(p=0) [MeV] | 371.5 | 397.7 | 408.7 | 429.8
Mg(p=0) [MeV] |605.4 | 639.2 | 652.2 | 675.4
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Tabla 3.4: Resultados numéricos obtenidos para las propiedades mesdnicas
estudiadas: las masas de los mesones pseudoescalares, los angulos de mezcla,
las constantes de acoplamiento quark-mesdn, de decaimiento débil y de de-
caimiento andmalo meson — yvy. Se tabula ademds la masa del quark u, my

para tomar como referencia y poder relacionar con el conjunto de pardmetros

de la tabla /. .

Magnitud Sets de parametros Valores empiricos
my [MeV] 5.0 5.36 5.5 5.75 (3.4-7.4)
m, [MeV] 139.0* | 139.0* | 139.0* | 139.0* 139
my [MeV] 495.0% | 495.0* | 495.0* | 495.0* 495
m, [MeV] 523.3 | 519.2 | 518.5 | 518.5 548
m;, [MeV] 958.0% | 958.0* | 958.0*% | 958.0* 958
6, [grados] | -23 | -32 | -34 | -3.3 -(10-20)
0, |grados| -40.3 | -36.6 | -35.7 | -34.6
Gy 3.98 4.27 4.39 4.62
Gy 4.30 4.68 4.83 5.12
G 3.93 4.28 4.42 4.69
Ghrg 2.83 2.99 2.98 2.81
fr [MeV] 92.4* | 92.4% | 92.4% | 924 92.4
fx/fr MeV] | 117 | 116 | 116 | 1.15 1.22
fos/ fr MeV] 1.14 1.13 1,18 1.12 (1.17-1.22)
fno/ fr [MeV)] 0.16 0.17 0.18 0.18 (0.11-0.37)
fos/fs MeV] | -05 | 0481 | 047 | 043 |  -(0.42-0.46)
fool/fr MeV] | 116 | 112 | 11 | 1.03 (0.98-1.16)
g [Gev=? | 0.076 | 0.076 | 0.075 | 0.075 | 0.075:0.005
9:_,., [GeV~2] | 0.087 | 0.089 | 0.089 | 0.088 0.06740.006
9%\, [GeV7? | 0.125 | 0.114 | 0.109 | 0.095 0.116+0.005
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en p? de las funciones Cy;(p?) y fi;(p®), definidas en (.3.G9) y (3.97) respectivamente.
Tabla 3.5: Resultados numéricos obtenidos para los dngulos de mezcla 6y g
y las constantes de decaimiento débil fog obtenidos a partir de (7.104) para
comparar nuestros resultados con los mencionados en la literatura. Se mues-
tra ademds la masa del quark u, my para tomar como referencia y poder

relacionar con el conjunto de parametros de la tabla 7.1

Magnitud Sets de pardmetros Valores empiricos
m, [MeV] 50 | 536 | 55 | 5.75 (3.4-7.4)

fs [grados| |-23.6 | -23.2 | -22.6 | -20.9 -(22-19)

6y [grades] | -7.7 | -8.8 | -9.2 | -9.7
fa/fr MeV] | 1.24 | 1.23 | 1.22 | 1.20 (1.2-1.4)
fo/f= [MeV] | 117 | 1.14 | 1.11 | 1.05 (1.0-1.3)

También es importante destacar que se obtuvo una muy buena prediccion para la
g2+ En este sentido, el modelo no local muestra un mayor grado de consistencia en
comparacién con el modelo NJL local estdndar, donde los momentos de los quarks
en el diagrama anémalo deber{a ir més alld del limite de corte para obtener un buen
acuerdo con los valores experimentales.

Se compararon ademds los resultados obtenidos con los publicados!™! para un
modelo NJL no local y efectivo en SU(3) que, en lugar de utilizar el modelo efectivo
de intercambio de un gluén, se utilizé el modelo de instantones descrito enl’). Se
encontrd que los valores obtenidos mediante los dos métodos son relativamente cer-

canos. Esto nos lleva a suponer que ambos modelos resultan equivalentes, tal como

se propone en !,
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3.A. Apéndice: Bosonizacion

3.A.1. Bosonizacién del modelo a dos sabores

Para el caso del modelo no local a dos sabores de quarks y con WFR, consideramos
la funcién de particion correspondiente Z = f DYDY exp[—Sg] (con Sg dado en la
ecuacién (3.15)), e introducimos los campos mesénicos oy 5(x) y 7(x) (escalares y
pseudoescalares respectivamente), junto con los campos auxiliares Sy o(z) y 15(3:).

Esto puede hacerse mediante el uso de las igualdades

Flji(z), j(x)) = / Do, D7 DS, DP F[Sy(z), P(z)] x

exp (/ d'z{o1(z)[S\(z) — ji(2)] + 7(z) - [P(x) — j(ﬂf)”) ) (3A.1)

Fljp(z)] = /Da-z DS, F[Sy(x)] x

o ( f eloala S = jp(fc)}+}) | (3A.2)

donde j,(x) de la ecuacién (3.16) ha sido separada en sus componentes escalar-
isoescalar j)(x) y pseudoescalar-isopseudoescalar j(z).

Integrando sobre los campos fermidnicos obtenemos

2% = f Do, Do, D7 detA f DS, DS, DP exp( / d*z(018) + 028, + 7 - P))x

exp (/ d'z {%(S.Sl + 9559, + P. 1’3)]) , (3A.3)

donde el operador A, en el espacio de momentos, se lee

Alp,p) = (—p+m)@r)*dW(p-p)

+9(EE )01 (0 = p) + 757 - 70’ — ) (3A4)
+f(p__; P )ﬁ;ﬁf oa(p' — p).

Finalmente, integrando en los campos auxiliares, y pasando todo a espacio de

momentos se obtiene la accién euclidea bosonizada, dada en la ecuacion (3. 15).
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3.A.2. Bosonizaciéon del modelo a tres sabores

Para el caso del modelo no local a tres sabores de quarks, la funcién de particion
(3.41) puede ser bosonizada introduciendo los campos de mesones escalar ,(z) y

pseudoescalar m,(z), junto con los campos auxiliares S,(x) y P,(x), y utilizando
Fl33(2),jF ()] = fDaﬂ'Drrﬂ DS, DP, F[Sa(z), Pa(z)] %
exp ( ] d'2{04(2)[Sa(@) — 35(@)) + malz)Palz) - j:f’(:r)]}) . (3A%)
En este caso, integrando sobre los campos fermiénicos obtenemos

zZbos — /'Dof(1 D, detA /'DSE DP, exp(/ d*1(005: + maPa)) X
. |G H
exp d'z E(S},Sﬂ + P,P,) + XAW(SESbS'C - 3S.PF.)| ), (3A.6)
donde el operador A es, en el espacio de momentos,
Alp,p') = (= +m)(2m)'6V (p — 1) + g(2) Aalo(p — P) +ivsm(p — 1)), (3A.T)

Si H = 0, el exponente en la segunda linea de (3A.6) serfa cuadratico y por lo
tanto, dicha integral podria resolverse en forma exacta. Como este no es el caso,

debemos utilizar la aprozimacién de fase estacionaria (AFE). En esta aproximacion
/'DS’G DP, o(J 4'2[0aSa+7a Pat-§(SaSa+PaPa)+ 4 Aahe(SaShSe~3Sa PP)|)

~ P(f d"'l‘[ﬂagu'Fﬂ'uPn-i- %{-'J:'n-ga‘i'ﬁnf)rl)+%Auhrfs\us‘bgr“asuf:‘b‘i)(')]) (3‘,{\.8)

donde S,(oy, ) y Palow, 7:) minimizan el integrando, es decir, satisfacen

5 [ . &
55, / d'x [aﬂSﬂ + w Py + 5(5,15',1 + P.P,)
H
+_Aabc(SaSbSc == BSﬂPbPC)] =0 (SAQ)
4 SaiPi=54,Ps
d

G
d i
5 /d T [a,,sﬂ + TPy + 5 (8.8 + P:Pa)

+§Am(5‘a3b8c - BSnPch):I =0 (SA.lU)

Sa:Pu=-§unlbu
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realizando estos calculos se obtiene

_ H _ . -

g, + GSa + BTAG(,C(S;,SC s PbPC) = 0, (SAll)
-~ 3H 5 =

a1 GPQ_ — TAachch = () (3A12)

Por lo tanto, luego de aplicar la AFE nos queda la accion efectiva bosonizada que

se muestra en la ecuacién (33.50).
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Capitulo 4

Modelo no local a dos sabores con
renormalizacion de la funcion de
onda a temperatura y potencial

quimico finitos

“Investigar es ver lo que todo el mundo ha visto, y pensar lo que nadie mds
ha pensado.”

Albert Szent Gyorgi (1893-1986) médico hiingaro.

En este capitulo extenderemos el modelo no local de dos sabores de quarks al
régimen de temperatura T y potencial quimico u finitos, con lo cual podremos
estudiar las predicciones del mismo para la transicién de fases quiral y analizar
los diagramas de fase correspondientes. En la incorporacion de la temperatura se
utilizé el formalismo de Matsubara o de tiempo imaginario, que sera explicado en la
seccién |.1. Ademds se tuvo en cuenta el acoplamiento al Loop de Polyakov, campo
que tiene en cuenta las interaccion de color, y cuyo formalismo serd presentado en la

seccién 1.2, Finalmente, se incluyé en este estudio la renormalizacion de la funcion de
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4.1. Formalismo de Matsubara o de tiempo imaginario

onda (WFR), de manera similar a lo hecho para temperatura y potencial quimico
nulos, en la seccién .. Pero antes de describir el modelo en si, comentaremos

brevemente las bases del formalismo utilizado.

4.1. Formalismo de Matsubara o de tiempo ima-
ginario

El comportamiento estadistico de un sistema cudntico en equilibrio térmico se

estudia generalmente a través de su funcion de particion, dada por
Z(8) = Trp(B), (4.1)

donde la traza es la suma sobre todos los valores de expectacién en cualquier base
completa, 3 es la inversa de la temperatura de equilibrio (asumimos que la constante
de Boltzman es k = 1, de lo contrario 3 = 1/kT'), y p representa la matriz densidad

del sistema, dada por
p(B) = Trexp(—BH), (4.2)

donde H corresponde al Hamiltoniano apropiado para el ensamble elegido. Asi, por

ejemplo, para el ensamble gran canénico tendremos que
H = H — uN, (4.3)

con H y N los operadores del Hamiltoniano dindmico y nimero de estados respec-
tivamente para el sistema en estudio, y u es el potencial quimico.
Una vez obtenida la funcién de particién y la matriz densidad, el promedio en el

ensamble de un observable cualquiera A, se define por

e _ Trexp(-pH)A
<A)ﬁ =27 Ua)ﬂp(rﬁ)A = Tl'exp(—ﬁ’?“f)

La idea bésica del formalismo de Matsubara o de tiempo imaginario es que estos

(4.4)

valores de expectacién de operadores en un ensamble térmico, se pueden reescribir

como valores de expectacién en teoria cudntica de campos, donde la configuracion
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4.1. Formalismo de Matsubara o de tiempo imaginario

evoluciona en un tiempo imaginario ¢ = /3. De esta forma, se puede cambiar a un
espacio-tiempo con signatura euclidea, donde la traza de (1-1) lleva a requerir que
todos los campos bosénicos y fermionicos sean respectivamente periédicos o anti-
periddicos con respecto a la direccién del tiempo euclidea, con periodicidad 5. En
el espacio de momentos, esto conduce al reemplazo de frecuencias continuas por

frecuencias discretas, conocidas como frecuencias de Matsubara, dadas por

2n
_— para bosones
I]
Wn = (2n+ )7 (4.5)
-—-——ﬁ para fermiones

Esto se puede comprender facilmente dentro del contexto de integrales de camino.
Para ello necesitamos recordar primero la amplitud de transicién en teorfa de campos

a temperatura cero, cuya representacion funcional esta dada por

(@(&, t1)]6(Es, ta)) = (g |e™T0*)

&)= N' [ Do, (4.6)

donde ¢ es la variable de campo, N’ una constante de normalizacién y S la accién,

Sle] = /:} dt/d%ﬁ (4.7)

con L representando la densidad lagrangiana apropiada para el sistema.

definida por

La integral funcional o integral de camino, en este caso, estd definida sobre

caminos que satisfacen que
o(T1,t) =1 (T2 t2) = oo (4.8)

y los puntos finales se mantiene fijos (no se integran).
Dadas las tres tiltimas ecuaciones es facil ver que identificando t; — t, = —ifd, se

puede escribir la funcién de particién para cualquier sistema cudntico como

Z(B) =Tre ™ = [dp:(d:1le~"™|¢))
= N' [ Dge~5¢ (4.9)
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4.1. Formalismo de Matsubara o de tiempo imaginario

donde S estd relacionada a la accién euclidea (tiempo imaginario) segiin

féi
Se=Se+0uN = [ dr [ dae+ pun. (4.10)
0

Ademds, se asume que los campos satisfacen las condiciones (anti)periédicas
o(T, B) = £6(7,0), (4.11)

dependiendo si las variables de campo son (fermiénicas) bosénicas.

Debemos resaltar que el contorno de integracién en el plano de tiempo complejo,
en este formalismo, es a lo largo del eje imaginario negativo, como se muestra en
la figura 4.1. Sin embargo, también existe el formalismo a tiempo real que, si bien
no seré desarrollado aqui (ya que no fue utilizado en este trabajo). se puede seguir

en detalle en las referencias!™ |, Ademads, las reglas de Feynman se pueden extraer

o Lt

Re t

Figura 4.1: Contorno de integracién en el plano tiempo complejo en el

formalismo de tiempo imaginario.

de la integral de camino y los vértices son los mismos que en la teoria euclidea a
temperatura cero. Sin embargo, los propagadores ahora corresponden a las inversas
de los operadores de la parte cuadrética del lagrangiano, definido en un espacio de

funciones (anti) periédicas. Esto da al propagador una dependencia no trivial con la
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4.2, El Loop de Polyakov

temperatura, esto es, en este formalismo el propagador no tiene una descomposicién
simple en una parte a temperatura cero y otra genuinamente dependiente de la
temperatura, tal como ocurre en el formalismo a tiempo real.

En resumen, el formalismo de Matsubara propone la siguiente sustitucién en las

ecuaciones correspondientes los modelos descritos en el capitulo anterior:

4! d d*q
f 29 il = f 2 [ ks Flad

(27) 2r J (27
[+ o] f3 -
Tn;x,/ (;—_;;i Flwn + i1, d), (4.12)

donde F'(g) representa cualquiera de los integrandos que aparecen en las expresiones

asociadas a dichos modelos.

4.2. El Loop de Polyakov

El Loop de Polyakov fue propuesto por A.M. Polyakov!"!! como una aplicacién
del loop de Wilson["/! al problema de propiedades térmicas de campos de gauge,
en particular como un mecanismo que explicara el deconfinamiento de quarks a una
cierta temperatura, conocida como temperatura de deconfinamiento. Para explicarlo
mejor primero deberemos comentar brevemente las simetrias que son tenidas en

cuenta.

4.2.1. Simetria global Z(IN) en SU(N)

Siguiendo el trabajo de t'Hooft '], en una teoria de gauge local en SU(N) aparece
una simetria global Z(N). Para ver esto, partimos de una densidad lagrangiana, que

incluya la interaccion de los quarks con los campos gluénicos

P %ch;iu + Py Db, (4.13)
donde
DP = a.u > igA,u ) Gﬂ” - L;"(}[D.u’ DU]; (4'14)
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4.2. El Loop de Polyakov

A, = A%t*, con los generadores de SU(N) normalizados como Te{t®, ) = §*/2.

Este lagrangiano es invariante ante transformaciones de gauge SU(N), €2, dadas por

D,— UDQ |, ¥ — QY. (4.15)

Al ser un elemento de SU(N), 2 satisface que
Q=1 , detQ=1. (4.16)

Dado que € es una transformacién de gauge local, es en general una funcion del
espacio-tiempo.
Consideremos una transformacién de gauge dada por una fase constante por la

matriz unidad:

Para que esta transformacién sea un elemento de SU(N), el determinante debe ser

igual a uno, lo cual requiere que

Yiis

dado que un niimero entero no puede cambiar en forma continua de un punto a otro,

esto define una simetria global Z(N).

4.2.2. Z(N) a temperatura finita

Al ser un subgrupo de las transformaciones de gauge, las rotaciones del grupo
Z(N) son siempre una simetria del Lagrangiano, o con quarks' o sin ellos. Sin
embargo, veremos luego que en presencia de quarks dindmicos, las rotaciones de
Z(N) no son una simetria de la teoria ya que estas violan las condiciones de borde
requeridas.

Trabajando en espacio-tiempo euclideo a una temperatura 7', la coordenada de

tiempo imaginario 7 es de extension finita, 7: 0 — § = 1/T. Las condiciones de

'Con esto me refiero al segundo término de la densidad lagrangiana de la ecuacion (| [4).
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4.2. El Loop de Polyakov

borde que deben satisfacer los campos estdan dadas por la estadistica propia de cada
uno de ellos. Esto es, los gluones (bosones) deben ser periddicos en 7, mientras que

los quarks (fermiones) deben ser anti-periddicos:
A&, B) = +A,(Z,0) , (& B)=—y(Z,0). (4.19)

Obviamente, cualquier transformacién de gauge que sea periddica en T respeta es-
tas condiciones de borde. Sin embargo, t'Hooft encontré que se puede considerar

trasformaciones de gauge més generales, las cuales son periddicas a menos de Q.
Q78 =% , Q0 =1. (4.20)

Los campos de color adjuntos son invariantes ante esta transformacién, mientras

que los que estédn en la representaciéon fundamental no lo son:

ANE B) = UALE, B)Q = AT, B) = +A,(,0), (4.21)
VU(F, B) = QY(F, B) = °U(F, B) £ —y(F,0). (4.22)

Aqui se ha utilizado el hecho de que 2., al ser una fase constante por la matriz
unitaria, conmuta con cualquier matriz de SU(N). En consecuencia, las teorfas de
gauge SU(N) puras tiene una simetria global Z(N), la cual es destruida al incluir
quarks dindamicos.

En la teorfa de gluones pura, un pardmetro de orden para la simetria Z(N) se

construye utilizando la linea de Wilson térmica:

a
L(#) = P exp (fg fn A[,(f,fr)dr) , (4.23)

donde g es la constante de acoplamiento de gauge, y Ay es el vector potencial en la
direccién temporal. El simbolo P denota ordenamiento de camino, de manera que la
linea de Wilson térmica transforma como un campo adjunto ante transformaciones

de gauge SU(N) locales:

L(Z) — Q(F, B)L(Z)U, 0). (4.24)
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El Loop de Polyakov!"'! se define como la traza de la linea de Wilson térmica, y es

por lo tanto, invariante de gauge:

a
¢(T) = %{—Tr[.- = N 'TrPexp (1'9]0 Ag(f,‘?’)d'f') (4.25)

Ante transformaciones globales Z(N), el loop de Polyakov ¢ trasforma como un

campo con carga uno.

¢ — e¥g. (4.26)

A muy alta temperatura, la teoria es casi ideal (g = 0), por lo que se esperaria
que (¢) ~ 1. Sin embargo, el vacio permitido exhibe una degeneracion de N hojas.
Esto es, -

(¢) = exp (“2%) do , 5=0,1,..,(N=1), (4.27)
donde ¢y es una funcién real, que ademds cumple que ¢y — 1 cuando T — oc.
Cualquier valor de j es equivalente, por lo que la eleccién usual resulta en la ruptura
esponténea de la simetria global Z(N).

A temperatura cero, el confinamiento implica que @ se cancelal*’l. Por lo tanto,

debe existir cierto valor de temperatura T,, a partir del cual ¢y deja de ser nulo y

se produce el deconfinamiento. Esto es

$=0 st T<T,
(4.28)
do>0 st T>T,.

Como es habitual, si ¢ se vuelve distinto de cero en forma continua alrededor
de T, la transicién es de segundo orden; mientras que si salta de golpe en T, es de
primer orden. Lo que resulta atipico es que la simetria Z(N) esté expontdneamente
rota a altas temperaturas en lugar de estarlo a bajos valores de T. No entraremos
en la discusién de este asunto aqui, pero si se desea ver una explicacion heuristica,
se puede consultar la ref. ('],

Por otro lado, en presencia de quarks dindmicos la simetria Z(N) esta explicita-
mente rota. En este caso entonces, el loop de Polyakov deja de ser un parametro
de orden riguroso, pero sirve aiin como indicador de un crossover rapido hacia el

deconfinamiento.
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Desde hace algunos anos, se ha desarrollado una extensién del modelo NJL, in-
cluyendo en el mismo la dindmica del loop de Polyakov!"'l. La idea principal es
introducir tanto el condensado quiral (1) como el loop de Polyakov ¢ como cam-
pos clasicos y homogéneos que acoplen a los quarks siguiendo las reglas dictadas por
las simetrias y patrones de ruptura de simetria de QCD, unificando asi, los aspec-
tos de confinamiento y ruptura de simetria quiral. Se suele referir a este esquema
como modelo PNJL (NJL extendido con loop de Polyakov), el cual describiremos

brevemente en la siguiente seccion.

4.2.3. Introduccién al modelo Polyakov-Nambu-Jona-Lasinio

(PNJL)

A fin de facilitar la compresion del modelo, trabajaremos primero con dos sa-
bores de quarks. La extensién del mismo a tres sabores sera luego desarrollada en el
capitulo 5. El lagrangiano del modelo conocido como Polyakov-Nambu-Jona-Lasinio
(PNJL), propuesto en la ref.|”"], tiene como ingredientes bésicos el término de inter-
accion de cuatro fermiones del modelo NJL, el acoplamiento a un campo de gauge

de color de fondo, que representa la dinamica del loop de Polyakov:

I ~ G T e - 4 * r
‘CPNJL = ’l,"jf (L’Y;,_D'u = TTL) '-',f,’ -+ E |i('l,[,"l;"))2 -+ ('{9?’}‘57’1}’))2} -—U (qb[A]. Q’) [A], F) y (429)

donde ¥ = (1, va)! es el campo de quarks,
DF=p9t —iA* y A=A (4.30)
con A® = —jA,. El acoplamiento del gauge g esta convenientemente absorbido en

la definicién de A#(x) = gA¥%(x)3 donde AY es el campo de gauge de SU(3),
y Aq son nuevamente las matrices de Gell-Mann. La matriz de masas de quark
corrientes es m = diag(m,, mq). Como se mencionara previamente, G es la constante
de acoplamiento de la interaccién quiralmente simétrica de cuatro fermiones,
Ademas, en el lagrangiano de (1.20) se ha agregado un término con un potencial

efectivo U(¢p, #*;T), expresado en términos de la traza del loop Polyakov (1.27).
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En el gauge de Polyakov, la matriz del loop de Polyakov se puede expresar en una
representacién diagonal’l,

Dentro de las propiedades generales que debe tener el potencial efectivo U, debe
satisfacer la simetria global Z(3) al igual que el lagrangiano puro QCD. Ademads,
de acuerdo con resultados de QCD en la red para el comportamiento del loop de
Polyakov como funcién de la temperatura T, el potencial U debe tener un minimo
en ¢ = 0 a T pequeiia, mientras que a T grande, este desarrolla un segundo minimo,
el cual pasa a ser el minimo absoluto por encima de la temperatura critica Ty = 270
MeV. En el limite T — oo tenemos que ¢ — 1. Para el potencial efectivo U se han
propuesto varias alternativas, la més simple de ellas puede estudiarse en’l en la

que se incluye un término ¢, que refleja la simetria Z(3) subyacente:

M(¢|¢*|T) b (T) * b ; .. b L
=== 2 (+¢7) + 7 (#9)° (4.31)
con - - 9 . 3
by (T) = ag + a1 (?0) + ap (%) + a3 (?ﬂ) ) (4.32)

donde para obtener los coeficientes a;, b; se realiza un ajuste del modelo de manera
tal que reproduzca los resultados de QCD en la red (ver ref.["']),

Hay una sutileza acerca del campo del loop de Polyakov, ¢, y su conjugado, ¢*,
en presencia de quarks. A potencial quimico nulo, tenemos que ¢ = @* (o sea que
el campo ¢ es real), sirve como pardmetro de confinamiento y un calculo a nivel
de campo medio es directo. Pero a potencial quimico no nulo, la simetria Z(3)
estd rota y ¢ difiere de ¢*, mientras que sus valores de expectacién de vacio (o)
y (¢*), siguen siendo reales!""l. Por ello, es conveniente introducir (como en"),
¢ = (¢) y @ = (¢7) como nuevas variables de campos, en reemplazo de ¢ y ¢* en la
ecuacion (1.1). Esta prescripeién aproximada corresponde a un esquema de campo
medio modificado, el cual es capaz de tener en cuenta la diferencia entre ® y ® en
presencia de quarks. A partir de esta propuesta, surge una nueva forma funcional

para el potencial efectivol”™l, que preserva la simetria Z(3) atin a valores de potencial
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quimico finito. La misma consiste en:
1 = - = ; o
U,T) = [—ﬁa(T) (D) +b(T)In (1 - 6(2P) + 4 (P* + ¢°) — 3 (tIJtI))‘*)] il
(4.33)

cuyos coeficientes estan parametrizados segiin
2

T, T\ T,\°
a(T) =ay+ a; (?) + as (?) : b(T) = b3 (?) ! (4'34)

y los valores de T, a; v bs se fijan a resultados del QCD en la red, resultando
ap =351 , @y =-247 , ay =152 , by=-1,75 (4.35)
Antes de continuar a la siguiente seccién, debemos comentar algunas de las su-
posiciones contenidas en la ecuacién (4.29) y comentar sobre las limitaciones a ser
tenidas en cuenta. El modelo PNJL reduce la dindmica de gluones a:
1. acoplamientos quirales puntuales entre quarks, y
2. un campo de fondo estéatico que representa el loop de Polyakov.
Se espera entonces que este esquema pueda trabajar solo dentro de un rango limitado
de temperaturas. A grandes valores de 7', se sabe que los gluones transversos son
grados de libertad termodindmicamente activos, siendo estos ignorados en el modelo
PNJL. Podemos asumir que este rango de aplicabilidad es, en principio, T' < (2 —
3)T,, basados en la conclusién obtenida en la ref.["'! donde se estima que los gluones

transversos comienzan a contribuir significativamente para T > 2,5T,.

4.3. Modelo no local de quarks quirales a tempe-
ratura y potencial quimico finitos

Para este desarrollo consideramos el modelo quiral no local de dos sabores de
quarks, incluyendo acoplamientos de los quarks a los campos de gauge de color. La

accién efectiva euclidea correspondiente esta dada por
SE = —/d‘IT {L_‘(I') (_'E"YND,U + ?h) tr'(:{‘) = %': .ja(‘r)ju(j:) I jp(:l‘)j}-*(.l“) it
u(ofa@)])} (4.36)
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donde 9 es el doblete de fermiones para Ny = 2, v = (u,d)T, y m = diag(my, ma)
es la matriz de masas corrientes de los quarks. En lo que sigue consideraremos
simetria de isosespin, esto es m = m, = mg. El término cinético incluye una derivada
covariante D, = 8, —iA,, donde A, son los campos de gauge de color, y el operador
7,0, en el espacio euclideo se define como ¥ - v+ 743‘?;, con ¥4 = 1o-

En lo que sigue asumiremos que solamente aquellas cantidades dependientes de
¢* varfan con la temperatura y el potencial quimico, es decir, consideraremos que los
pardmetros del modelo (G, las masas desnudas y los reguladores) son independientes
de T v p.

En lo que concierne a los campos gludnicos, asumiremos que ellos proveen un
campo de color constante A4 = iAy = ig 8,0 G4A"/2, donde G son los campos de
gauge de color. Entonces, la traza del loop de Polyakov, la cual es tomada como
pardmetro de confinamiento, estd dada por ® = 3Tr exp(i¢/T), donde ¢ = iA,.
Aqui también trabajaremos en el conocido gauge de Polyakov, en el cual la matriz ¢
est4 dada por una representacién diagonal ¢ = ¢3A3+ @sAs. Esto deja solamente dos
variables independientes, ¢3 v ¢s. A potencial quimico nulo, debido a las propiedades
de conjugacién de carga del lagrangiano de QCD, se espera que el campo medio de
la traza del loop de Polyakov sea una cantidad real. Dado que ¢3 y ¢y tienen que
ser reales!", esta condicién implica que ¢g = 0. En general, esto no necesita ser el
caso a u finito! 77, Al igual que en las referencias!">""""" !l asumiremos que el
potencial U es tal que la condicién ¢ = 0 sea satisfecha, al menos para el rango de
valores de p y T a ser desarrollados en este capitulo. El campo medio del loop de
Polyakov trazado esté, por lo tanto, dado por @ = ® = [1 + 2 cos(¢s/T)]/3.

QACM

En este marco, el potencial termodindmico a nivel de campo medio resulta

M - —42/ In
a s

Donde se ha usado la notacién abreviada

/p,fT imf % (4.38)

(7.5)° ?(pi,ﬁ)] &% + K2 &3
Z‘Z

+ M
(pi,ﬁ) 2Gs

+U@,T).  (4.37)




4.3. Modelo no local de quarks quirales a temperatura y potencial quimico finitos

y M(p) y Z(p) estan dadas por

M(p) = Z(p)[m+a1 g(p),
Zp) = [L-6 f(p)]™". (4.39)

Tenemos ademas que
N2 2
(p;.ﬁ) = [(2?1 + 1)aT — ip+ ¢c] +p?, (4.40)

donde las cantidades ¢, estdan dadas por la relacién ¢ = diag(¢,, ¢g, @s). Esto es,
¢ =c ¢3 con ¢ = 1,—1,0 para r, g, b, respectivamente.

Para este modelo se utilizé la forma explicita del potencial efectivo del loop de
Polyakov dada en la ref.["), dada en la ecuacién (1.33)

OACM ge vuelve divergente, por lo que necesita regularizarse. Para ello hemos

usado la misma prescripcién que en, por ejemplo!”. Esto es,

Q,ACM L QACM _ eree 4 S'zfree i QD: (441)

reg reg

donde /7 se obtiene de la Ec.(1.37) fijando &, = 03 = 0 y O/t es la expre-
sién regularizada para el potencial termodinamico de quarks, en ausencia de las

interacciones fermiénicas,

" 3y E, — p+id,
free _ e il
764 4]"/ o Z [ln (1+exp{ T ) 1

In (1 + exp [—J—Eﬁ;—%]) ] , (4.42)

con E, = \/p? + m?. Finalmente, la constante 2 notar incluida en la Ec.(1.11),
OACM

reg

se fija mediante la condicién de que se anule para T = p = 0.

Los valores de los campos medios 0,3 y ¢ a una dada temperatura y poten-
cial quimico, se obtienen a partir de resolver el sistema de las tres ecuaciones del
“gap”acopladas. Dicho sistema de ecuaciones se obtiene de la minimizacién del po-

tencial termodindmico regularizado, esto es

oopgM _oigM  anfM 44
87, 0o, 0P '
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4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

Una vez obtenidos los valores de los campos medios, se puede determinar el
comportamiento de otras cantidades relevantes como funcién de la temperatura
y el potencial quimico. En esta caso, estaremos particularmente interesados en el

condensado de quarks quiral (gg) y la densidad de quarks p, definida por

e oo N
(QQ)—W i = o (4.44)

al ignal que sus susceptibilidades correspondientes, esto es, la susceptibilidad quiral
Xen ¥ la susceptibilidad de niimero de quarks x,, definidas por
d (aq) dp
i ek 4.45
Finalmente, el calor especifico, se expresa como

a‘ZQACE\-I
Ol —i— (4.46)

4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

Para investigar los detalles del diagrama de fases de los modelos no locales en
estudio, resulta conveniente considerar primero el limite quiral m = 0. En este limite,
se observa que para valores del potencial quimico u suficientemente pequenos, la
transicion de restauracion de la simetria quiral es de segundo orden (a diferencia del
régimen de masa finita, donde esta transicion es de tipo crossover), cuya temperatura
critica T, decrece a medida que pu aumenta. A cierto valor de g = ppep la transicién
se convierte en una de primer orden. El punto en el plano T — u definido por
(Trep, prep) corresponde al llamado “punto tricritico” (TCP, por sus siglas en
inglés). Para valores de u > prep, los correspondientes de T, contimian decreciendo
a medida que p aumenta, hasta llegar a 7, ~ 0. Este punto marca el final de la linea
critica, siendo j.(0) el potencial quimico correspondiente.

En lo que sigue nos concentraremos en la region de transicion de segundo orden.
En esta region, para un u dado, el condensado (7q) va a cero cuando la temperatura T'

se aproxima desde abajo al valor critico T.(u), arriba del cual (gg) = 0 y la simetria
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4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

quiral esta restaurada. Asi, para T' ~ T,(p) el potencial termodinamico admite
una expansion en potencias del parametro de orden (en este caso el condensado de

quarks), como veremos en la siguiente seccion.

4.4.1. Expansion de Landau y determinacién del punto tri-
critico (TCP)
Para derivar la expansion de Landau comenzaremos por asumir que el potencial

quimico p es tal que, en el limite quiral, el condensado quiral se anula a una tem-

peratura critica T.(u). Como puede apreciarse en la Figura 1.2, en esta situacion el

s00 [
350 |
300}
250
200
150
100 |
50
0

Set A - Limite quiral

.. <qq> (MeV)

.50 ' i i I I
190 195 200 205 210 215 220
T (MeV)

Figura 4.2: Ejemplo de transicion de fase de sequndo orden en el limite
quiral y para el Set A. En la figura se ve representada dicha transicion tanto

para el condensado de quarks como para el campo ;.

valor del campo medio &; también se anula. Luego, para T' ~ T,(j1) se puede realizar
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4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

QACM

veg» €c.(1-1), en potencias de &1 y m, obteniendo

una doble expansién de

reg

QACM(#’) T:@a(}?sﬁl) = fZ(,u.,T,@,Erg) + 4 'g]é— = S?I(#aT.‘(Dva-2) 5?
+2 342(]_11, J4 (D,(}g) 5"11 —-8m oy [Sn(,ﬂ,T. (1)55'2) ==
Saa(u, T, ®,52) 0f] + O(af,m a7, m* 77) ,

(4.47)

donde

. 2(05 )%\
Sjk(#fT:q)-&Z) = Z/ gj(pf;,ﬁ) ( (Lfﬂf)jz ) ) (448)

¢ TR
y Qu, T, ®,55) es el potencial termodindmico en ACM en el limite quiral, para o,

cerca de cero. Esto es,

-

O, T,8,5,) =8 / InZ(pS ;) + B + U@, T) + QU + . (4.49)
pn

TeEq
&

Usando la ec.(4.44) se puede obtener répidamente la expresién para el condensado

quiral. Para el limite quiral se obtiene
(QQ) =80 [Sll (ﬂa T! q)'s 62) il 33‘2(}'-"'1 T! q’a &2)55] + 0(5.15) (450)
Invirtiendo esta ecuacién y reemplazando en (1.17), finalmente se llega a

Q?,:SM(F(; Ta (I), 62, (QQ)) = Q(j.t.. T! (I). 62) + A(»u: T'. P, 52) (qq>2
+ C(p, T, ®,52) (q9)* + O((qq)") . (4.51)

Aqui, los coeficientes A y C estdn dados por

B 1 1 _ _
A(p‘i T!(I’$ 02) - 48'121(71'1’ p, 4)152) [@ B 521 (Thu!(p? 0—2)} !

= - 542(T5#5@! 52)
Clu, T, ®,55) = 198 87T 1, %, 7,) — (4.52)
Saa(T, p, @, 72)
3285, (T, pu, ®,02)

1
5~ Sa(T, ﬁ-,d’.ﬁz)} .

La expansién (1751) luce bastante similar a la ec.(15) de la ref."”), donde se ana-

lizan modelos no locales en ausencia de renormalizacién de funcién de onda y de
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4.4, Transiciones de fase en el limite quiral

acoplamiento al loop de Polyakov. En principio, siguiendo ideas similares, se po-
drian determinar ecuaciones explicitas tanto para la linea de transicién de segundo
orden como para la posicion del TCP. Sin embargo, el hecho que en el presente
caso los coeficientes A y C' dependan de los valores de los campos medios a, y &
introduce otras complicaciones. De hecho, infinitesimalmente cerca a T, por debajo
(para un valor dado de p), el valor no nulo del condensado produce apartamientos
de (¥, ;) respecto de sus valores criticos (P, 03,.) obtenidos como soluciones del
set de ecuaciones

00 p, To(p), @, 72)
g

" Oy, To(10), ®,75)
Gpo0 B 0‘1)

=0. (4.53)

q"r“'}!.c

Esos apartamientos se pueden obtener usando las ecuaciones del gap que resultan

de la ec.(1.01). A orden cuadratico en el condensado, se obtiene

 (3Bae) (@) = (3B 02) (2t
(522) () ()

" (02,0,2c) (B0 4c) — (95,2 ) (05,4

010) () ~ (o)

donde se ha utilizado una notacién compacta para denotar las derivadas de Q y A

(@a)?,

(79)*, (4.54)

evaluadas a temperatura 7,.. En esta notacion se tiene, por ejemplo, que

A0, To(p), @, )

‘ 0A(#aTC(ﬂ)v(I)'&E)
0&) b0z,

(?5’2 |¢’¢-.r'72,.~

= &pf?,_. ; = 8&214('- (455)

Usando las ecs.(1.))]) podemos ahora obtener las correcciones principales a A, C
y Q, inducidas por el valor no nulo del condensado. Reemplazando los resultados
correspondientes en la ec.(1.51), y agrupando en potencias de (gq) finalmente se

obtiene

QM = Qu, T, B, Fac) + Ae (G0 +Ce (70)* + O ((20)°) (4.56)
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4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

donde
A. = Alp,T.(p), e, T2c)s (4.57)
C. = Cu,To(p), ®e,02c) —

(82,0,0c) (@34 + (B3a0c) (BanAe)? — 2 (B, 0c) (0 A) (95 A)
2(280) (38) ~ ()|

4.4.2. Diagramas de fase en el limite quiral

Habiendo establecido la expansién de Landau en términos del condensado quiral
como variable independiente tinica, podemos ahora analizar las caracteristicas de la
transicién de fase siguiendo los métodos estdndar de los libros. Para C,. > 0 el sistema
sobreviene en una transicién de fase de segundo orden a una temperatura critica 7,.
Para cada valor de y, esta temperatura critica se puede obtener resolviendo un
sistema de ecuaciones acopladas dadas por la condicién A, = 0 complementada por
las ecs. (1.53). Los valores de T,() asi obtenidos definen una curva de transicion de
segundo orden en el plano (T, ). Como ya fue mencionado, tal curva es una funcién
decreciente en p que comienza a la temperatura critica correspondiente al potencial
quimico cero T,(0) vy termina en el punto tricritico (TCP). La posicién de este
{iltimo se determina imponiendo la condicién adicional C, = 0. Luego, para obtenerlo
debemos resolver el conjunto de ecuaciones acopladas dadas por A, = C, = 0 junto
con las ecs.(1.53).

Para analizar la linea critica mds alld del TCP es conveniente tomar T' como
variable independiente y considerar u (7). Para T' < Trep, la transicion se vuelve
discontinua, es decir, de primer orden. En este caso, para cada valor de T, hay
una regién de valores de p para los cuales existen tres soluciones diferentes de las
ecuaciones del gaps completas (ecs.(4.43)). Dos de ellas corresponden a minimos
del granpotencial y la tercera a un maximo. En el limite quiral considerado en esta
seccién, uno de los minimos tiene &, = 0, mientras que el otro , toma un valor

finito (en general, no despreciable). Luego, p. corresponde al potencial quimico al
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4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

cual la presion asociada con esos dos minimos coincide.
En la figura |} se muestran los diagramas de fase correspondientes a nuestras tres
parametrizaciones mientras que en la tabla | | se muestran los puntos caracteristicos

de dichos diagramas.

¥ T 4 T i I 4 1 N Ll b T " Ll .} T p T
250 3L ] E ]

) L T S |

200

w
o
T

| setB

0 100

1 N 1
200 300 O
u[MeV]
Figura 4.3: Diagramas de fase en el limite quiral para las tres parametriza-
ciones consideradas. Los Sets By C incluyen renormanlizacidon de la funcion
de onda, mientras que el Set A no. Los Sels A y B corresponden a factores
de forma exponenciales, mientras que el Set C a factores de forma motivados
por QCD en la red. La linea de puntos corresponde a la transicion quiral de
sequndo orden y la linea llena a la de primer orden. Finalmente, las lineas de
trazo representan la transicion de deconfinamiento (siendo las lineas inferior

y superior para ® = 0,3 y ® = 0,5, respectivamente).

En la Figura |} la linea de puntos indica la transicién de segundo orden, la linea
de trazo continuo representa la transicion de primer orden y la linea de trazos corres-
ponde a la transicién de deconfinamiento (las lineas inferior y superior corresponden
ad =03y ®=0,5, respectivamente). Vemos en ella que a medida que p aumen-
ta, aparece una regién donde el sistema permanece en su fase confinada (senalada
por & menor que ~ (,3) a pesar que la simetria quiral ha sido reestablecida. Esto
corresponde a la recientemente propuesta fase quarkiénical™. Se observa en gene-

ral que el perfil de los tres diagramas es muy similar, con valores de temperaturas
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4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

Tabla 4.1: Posicion de algunos puntos caracteristicos de los diagramas de

fases en el limite quiral. Todos los valores estdn en MeV.

Set A Set B Set C
T.(0) 206.6 205.9 209.7
Urop 46.2 86.1 125.7
Trep 204.8 199.2 194.6
1e(0) 297.6 285.5 268.2

criticas a p = 0 que difieren por menos de 4 MeV. En el caso del potencial quimico
critico a T = 0, la diferencia entre los tres sets es un poco mayor. Comparando
resultados del Set A con los correspondientes del Set B vemos que la inclusion de
la renormalizacion de la funcién de onda implica un decrecimiento de alrededor de
10 MeV en el valor de y.(0). El uso de factores de forma mds suaves involucrados
en la parametrizacién inspirada en los resultados de QCD en la red (Set C), lleva a
un decrecimiento adicional de ~ 10 MeV. El punto del diagrama de fases que tiende
a ser mds sensitivo de la parametrizacién del modelo es la posicién del TCP. De
hecho, a pesar de que los tres valores de Trep se encuentran dentro de un rango
de alrededor de 10 MeV, el valor de ppcp se incrementa en un factor 2 cuando se
incluye la WFR (esto es, cuando pasamos del Set A al Set B) y por un factor extra
de ~ 3/2 cuando se utiliza la parametrizacion inspirada en QCD en la red (o sea

cuando pasamos del Set B al Set C).

4.4.3. Exponentes criticos

Como es sabido, en la regién de transicion de fase de segundo orden, el com-
portamiento de varias cantidades termodindmicas relevantes en la vecindad de la
transicién de fase se determina mediante los exponentes criticos. En el caso de las

susceptibilidades quiral y de niimero de quarks, y. ¥ X, respectivamente, y del calor
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4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

especifico Cy, los exponentes criticos estan definidos por
xen=|h—he|™™ & xa=|h—-h|™ ;5 Cv=|h—hs™, (4.58)

donde

h — h,| es la distancia al punto critico en el plano (i, T'). Notar que en el
limite quiral solo son relevantes las trayectorias que se aproximen a la transicion
desde la fase de simetria quiral rota. En nuestro caso, dada la expansion de Landau
obtenida previamente, se espera tener los exponentes usuales de las teoria de campo
medio. Por lo tanto, para trayectorias que no sean asintéticamente tangenciales a la

linea critica, los valores de los exponentes criticos deberian ser
=1 5 =0 ; e=0 (4.59)
para todos los puntos excepto para el TCP, donde
Al a1 % g = Li2 : a=1/2. (4.60)

Como test de consistencia, se determinaron numéricamente estos exponentes
criticos mediante el estudio del comportamiento asintético de las cantidades co-
rrespondientes para los tres sets de parametros. Como ejemplo tipico de los tres
resultados de tales estudios se muestra en el panel de la izquierda de la Fig. 11,
el comportamiento de y., para el Set C al acercarnos a p constante a un punto
arbitrario de la linea de transicién de segundo orden, es decir, un punto diferente
al TCP (en el ejemplo se muestra este resultado para g = 10 MeV). El panel de la
derecha en la Fig. | | muestra los resultados del mismo estudio para g = prce.

Los valores de los exponentes criticos extraidos de este tipo de analisis para los
tres sets de pardmetros se muestran en la Tabla 1.2, Vemos que en todos los casos los
valores obtenidos numéricamente estdn en muy buen acuerdo con los valores para
campo medio dados anteriormente.

Concluiremos esta seccién aclarando un poco més en detalle el rol que juega el
loop de Polyakov, produciendo un incremento notable en el valor de la temperatura

critica a un dado valor de p. Esto resulta evidente si se comparan los valores de
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10°F 1k 3
‘YH L L F
E | I
£
r
p =10 MeV Hrop
AT BT TS G
| T-T el Mg | T-T el Moo

Figura 4.4: Dependencia de la susceptibilidad quiral x.n como funcion de
T para p constante, en la vecindad de un punto arbitrario (en este ejemplo
para 1t = 10 MeV) de la linea de transicion de 2do orden (panel izquierdo) y
para el TCP (panel derecho) en el limite quiral y para el Set C.

T.(0) presentados en la tabla 1.1, con los que se obtienen en modelos no locales
sin acoplamiento al PL (ver ref.['/) donde T.(0) ~ 130 MeV. Dicho incremento en
las temperaturas de transicion de fase se observa para todo el rango de valores del
potencial quimico dentro del diagrama, pero la mayor diferencia se produce en la
region de transiciones de segundo orden. Por ello, comenzaremos por analizar esta
regién, donde ademds consideraremos por simplicidad la parametrizacion A en la
que no hay renormalizacién de la funcién de onda. La condicién A. = 0 implica
que 1/8G = Sy (ver seccién 1.1.1). Sin embargo, siguiendo pasos similares a los
descritos en el apéndice B de la ref.I"" es posible mostrar que para T, u << Ag se

tiene que

1 (A2 |22 2 30 — 172
o~ QOPP =0 = o
Sor = 55 32 (4 {3 3 (&rcmq[ 5 D

De hecho, se verificé que en la regién relevante T < 210 MeV y p < 50 MeV, la

T2 — ,u?) . (4.61)

Ec.(1.(6i1) se verifica con una precisién mayor al 15% para ® < 0,3. De esta forma,
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4.4. Transiciones de fase en el limite quiral

Tabla 4.2: Exponentes criticos en el limite quiral obtenidos para los tres
sets, se compara con el valor esperado universalmente para cualguier teoria

a nivel de campo medio (CM).

Set A Set B Set C  Exponente CM

Yen p— 099663 0.99821 1.00160 1
Algin punto 77 099885 1.00045 0.99458 1
sobre la Yy #— 0.00661 0.00142 0.00242 0
linea critica 77 0.00496 0.00487 0.00186 0
de 2doorden «a pu— 0.00065 0.00032 0.00540 0
T1 0.00134 0.00369 0.00411 0
Yer p— 1.00318 1.00105 0.99740 1
717 102235 1.00434 0.99863 1

TCP Yo p— 052351 0.49796 0.50703 1/2

T 71 0.54445 0.50362 0.50561 1/2

a pu— 0.55607 0.50094 0.49966 1/2

T7 051974 0.49487 0.50156 1/2

la condicion A, = () produce que

T () ;
T (1) = _ o (4.62)
\/1 - fg (arccos [Eﬁz-i])
donde ;
: \/5,-'\0 4?}'2 4.“2
P4 = l - —— — —-. 4.63
(K 2 \/ 3GsAF  Ad 4:03)

TC{W)(;.L) provee una buena aproximacion para la temperatura critica correspondiente
al modelo no local de quarks puros, esto es, el modelo sin acoplamiento al loop de
Polyakov (PL), para el regulador exponencial considerado en la parametrizacion A
(ver ref.l""] para més detalles). Por supuesto, en presencia de la interaccién PL-

quark, el valor de @, en la ec.(1.62) deber ser obtenido resolviendo simultdneamente
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4.5. Transicién de fase quiral en el régimen de masa finita

la ecuacién del gap correspondiente, esto es, la segunda ecuacion en (1.7.}) para
este caso. Sin embargo, se observa claramente que para cualquier valor de ¢, < 1
tenemos T.(p) > TP4(u). Por ejemplo, a 4 = 0 se obtiene tipicamente ®. =~ 0,2
lo cual implica que T.(0)/TP?(0) =~ 1,66. Para la parametrizacion A se tiene que
TP1(0) = 126 MeV para el modelo no local de quarks puros en el limite quiral, pero
se espera que el acoplamiento al PL incremente este valor hasta T ~ 209 MeV, el
cual estd en muy buen acuerdo con los valores numéricos listados en la tabla |.1.
Como se puede observar claramente a partir de las ecs.(1.62,4.0:3) se puede obtener
un incremento similar de la temperatura critica para valores finitos (pequenos) de
/1. Por otro lado, deberia notarse que para poder aplicar este tipo de andlisis para
relacionar los valores de yu.(T) que predice el modelo con y sin PL, debemos tener
un rango comiin de temperaturas para las cuales la transicion sea de segundo orden.
Sin embargo, para las parametrizaciones consideradas esto no es siempre posible, ya
que ellas llevan en todos los casos a Trep > TP7(0). Por ejemplo, en la tabla 1.1 se
observa que para el Set A Trcp = 204,8 MeV, en comparacién con el valor citado
arriba TP9(0) = 126 MeV.

4.5. Transicién de fase quiral en el régimen de
masa finita

Empecemos por analizar el comportamiento de algunas cantidades de campo
medio como funcién de la temperatura T' y del potencial quimico p. Dado que los
resultados obtenidos para las tres parametrizaciones estudiadas son similares, solo
veremos explicitamente los correspondientes a la parametrizacién C. En la Fig. 1.0
se grafican los valores de &, , 3 y @ como funcién de T' para algunos valores repre-
sentativos del potencial quimico.

El panel izquierdo de la Fig. |5 muestra que a g = 0 hay un cierto valor de T'
al cual @, cae rapidamente senalando la presencia de una transicion de restauracion

de la simetrfa quiral tipo crossover. Basicamente a la misma temperatura el loop
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Figura 4.5: Campos medios 61, a3 y ® como funciones de T' a tres valores
representativos de potencial quitnico para la parametrizacion C. Notar que la
escala a la 1zquierda corresponde a a1, mientras que la de la derecha a G5 y

®. Dado que &y tiende a ser negativa se muestra el valor de —a».

de Polyakov ® aumenta, lo cual puede ser interpretado como la ubicacién de la
transicién de deconfinamiento. A medida que p aumenta, hay un cierto valor de
p = pepp por encima del cual la transicion comienza a ser discontinua. A este preciso
potencial quimico la transicion es de 2do orden. Esta situacion se ilustra en el panel
central de la Fig. 1.5, Los valores correspondiente de (Togp, piorp) definen la posicién
del conocido “critical end point” (CEP), el cual, como sera explicado mas adelante
en el apéndice 1.\, puede ser determinado resolviendo el sistema de ecuaciones
formado por las ecuaciones del gap ecs.(1.43) complementadas por dos ecuaciones
adicionales del tipo de las ecuaciones (1A .34 A ). Como se muestra en el panel de la
derecha de la Fig. |5, para 1 > pcpp la transicién se vuelve discontinua, es decir, de
primer orden. Finalmente, para potenciales quimicos superiores a (T = 0) =~ 310
MeV, el sistema esta en la fase de quiralidad restaurada para todos los valores de
temperatura. Es importante notar que, a pesar que g, parece ser casi constante en
la Fig. 1 0, tiende a cero (como era de esperarse) para valores de T' mayores a los

mostrados.

91



4.5. Transicién de fase quiral en el régimen de masa finita

La naturaleza diferente de la transicién quiral en cada una de las tres regiones
de la Fig. 4.5 se observa atin més claramente en el comportamiento de las funciones
respuesta correspondientes. En la Fig. 1.0 se muestra el calor especifico Cy al igual
que las susceptibilidades quiral y de niimero de quarks x.x ¥ X4, como funcién de la
temperatura para la parametrizacion C y los tres diferentes valores de p utilizados
en la Fig. 1.7. La linea punteada corresponde a p = 0. Se observa que las funciones
respuesta para Cy v Yen muestran un pico pronunciado de altura finita a basica-
mente el mismo valor de T, el cual corresponde a la temperatura donde ocurre la
transicién tipo crossover. En el caso de x, no se observa un pico, pero sf un aumento
marcado alrededor de dicha temperatura. Para el caso de 1. La linea de trazo y punto
corresponde a 1 = pcpp e indica que todas las funciones respuesta muestran un pico
agudo y divergente. Tal comportamiento sefiala la naturaleza de segundo orden de
la transicién quiral en el CEP. Finalmente, la linea llena corresponde a p > pcgp.
En todos los casos se observa una discontinuidad en las funciones respuesta, lo cual
indica que la transicién asociada es de primer orden.

En la Fig. 4.7 se muestran los tres diagramas de fase correspondientes a las tres
parametrizaciones dadas. Aqui la linea de puntos representa la linea de transicién
quiral tipo crossover, mientras que la linea llena a la de transicion de primer orden.
Las lineas de trazo estdn asociadas a la transicién de deconfinamiento (la inferior
y superior corresponden a ® = 0,3 y ¢ = 0,5, respectivamente). La posicién de los
puntos mas relevantes de los diagramas de fase estan tabuladas en el Cuadro 1.3,

Como en el caso quiral, observamos que la principal diferencia aparece en la
posicién del punto en el cual termina la linea de transicién de primer orden (CEP).
Comparando los resultados del Set A y del Set B, vemos que el principal efecto
de la renormalizacion de la funcién de onda es el de llevar la ubicacion del CEP
hacia valores menores en T y mayores en p. En lo que respecta a la parametrizacion
motivada en QCD en la red (Set C), se observa que la misma produce valores atin
menores de Topp v mayores de pepp. Comparando con los resultados obtenidos en

el limite quiral se nota que la variacién de Togp entre los diferentes sets es mayor
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Figura 4.6: Comportamiento del calor especifico Cy, la susceptibilidad
quiral xcn y la susceptibilidad de nimero de quarks x, como funcion de T a
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Figura 4.7: Diagramas de fase para las tres paramelrizaciones considera-
das. Los sets B y C incluyen renormalizacion de la funcion de onda de los
quarks, mientras que el set A no. Los sets A y Bcorresponden a factores de
forma exponenciales, mientras que el set C corresponde a factores de forma
lorentzianos ajustados al resultados del QCD en la red. La linea de puntos
corresponde a la linea de transicion quiral tipo crossover y la linea llena a
la transicion quiral de primer orden. Las lineas de trazo corresponden a la
transiciones de deconfinamiento (siendo las lineas inferiores y superiores para

® =0,3 y ®=0,5, respectivamente).

en este caso. Ademas, considerando cada parametrizacion por separado se observa
que el efecto en los valores de T.(0) y u.(0) al introducir masa de quarks finita es
relativamente pequefio (aprox. +5 MeV y +30 MeV, respectivamente), mientras que
la posicién del CEP es mucho més sensible al valor de la masa corriente de quarks
m, especialmente en el caso de la parametrizacién C. Esto puede verse claramente
en la Fig. 1.8, donde se representan los valores de Topp y perp como funcion de m.

En todos los casos se nota una disminucién (aumento) pronunciado de Topp
(poep) para valores pequenios de m. En los casos de parametrizacién exponencial
(Set A y Set B), am ~ 4 MeV, esta variacién tiende a desaparecer y la posicion del
CEP permanece relativamente estable por encima del valor maximo de m conside-

rado. Por otro lado, para la parametrizacién motivada en QCD en la red (Set C) la
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Tabla 4.3: Posicion de algunos puntos caracleristicos de los diagramas de

fases para masa de quarks finita. Todos los valores estan en MeV.

Set A Set B Set C
T.(0) 210.0 209.8 214.5
lieep 132.5 182.3 234.8
Towe 197.8 181.6 154.2
1e(0) 321.5 311.6 298.1

situacion es algo diferente. De hecho, la variacién es relativamente mas grande para
bésicamente todos los valores de m considerados. En particular vemos que, luego de
la disminucién pronunciada inicial, a m cercana a 4 MeV, el valor de Tppp comienza
a incrementarse de manera bastante pronunciada. Es interesante notar que el com-
portamiento de la posicion del CEP como funcion de m cerca de m = 0 (esto es,
cerca del TCP) se puede investigar analiticamente. Argumentos generales implican

que 1)

ATE?'EP = T(j,rgp('!n) = TTCP = —C mzf& o O(Tﬂq/s)

Apcep = pepp(m) — prep = +d m*® + O(m*?), (4.64)

donde ¢ y d son constantes definidas positivas. Para verificar que nuestro resultado
satisface estas relaciones, estudiamos numéricamente en detalle la variacién de Tepp
y pepp como funciéon de m cerca del limite quiral. En la Fig. 1.} se muestran los
resultados para la parametrizacion C, donde se ve claramente un comportamiento
de ley de potencias tanto para ATegp como para Apcep, observandose una linea
recta en el grafico log-log. Realizando un ajuste lineal obtenemos que la pendiente
de ambas rectas resulta 0.40 £ 0,01, en muy buen acuerdo con los exponentes en la

ecuacion (-1.64).
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Figura 4.8: Posicion del CEP en el plano (T', p) como funcidn de la masa
de quarks corriente m para las tres parametrizaciones del modelo utilizadas,
El panel de la izquierda muestra la dependencia de Topp, mientras que el de
la derecha la de pcpp. Con los puntos rellenos estdn senalados los valores

correspondientes al limite quiral m = 0 y a las masas de quarks corriente

“fisicas” que se muestran en la tabla I

4.5.1. Exponentes criticos en el punto critico final (CEP)

Finalmente, consideraremos el comportamiento de las funciones respuesta cerca
del CEP. Como ya se menciond, la transicién de fase quiral en este punto es de
segundo orden. Luego, se espera un comportamiento critico con exponentes criticos
definidos como en la Ec. (1.55). Dentro de las aproximaciones usadas en este trabajo
estos exponentes deberfan tomar los valores de campo medio v, = 7, = a = 2/3
cuando uno se aproxima al CEP usando trayectorias que no sean asintéticamente
paralelas a la linea de transicién de primer orden. Como ya fue mencionado en la
seccién ‘|1, estos exponentes pueden ser determinados numéricamente, mediante el
analisis del comportamiento asintético de las funciones respuesta cerca del punto
critico. En la tabla .| se muestran los resultados obtenidos numéricamente para los
tres sets de pardmetros. Se puede observar en la misma que los valores obtenidos

en todos los casos estdn muy cercanos al valor que la teorfa de campos a nivel de
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Figura 4.9: Posiciones del CEP en el plano (T, i) como funcion de la masa

de quarks corriente m cerca del limite quiral, para la parametrizacidn C

campo medio sugiere. En la Fig. 4.10 se muestra un resultado tipico de este tipo
de estudio numérico, mediante una representacién log-log del calor especifico Cy
correspondiente a la parametrizaciéon C, como funcion del apartamiento relativo
de la temperatura |T' — Tepp|/Teopp para trayectorias que se acercan al CEP a
i = pepp constante tanto desde abajo (T' < Topp), como desde arriba (T > Tegp).
Cabe aclarar ademéds que se observan resultados similares a aquellos presentados
en esta figura tanto para la susceptibilidad quiral como para la susceptibilidad de
niimero de quarks.

Observamos en la Fig. | 10 que se obtiene una linea recta hasta un apartamiento
de 1072, luego del cual comienzan a mostrarse los efectos no lineales. Este resultado
es particularmente interesante, ya que en la literatural™ ™ se ha sugerido que en
algunos casos podria haber un comportamiento de “dos lineas rectas”, esto es, que se
necesitan dos exponentes criticos diferentes para describir el comportamiento de C'y
cerca del CEP. De hecho, esta situacion ha sido interpretada como una influencia de
las propiedades del TCP sobre las del CEP. Sin embargo, como se puede observar en
la Fig. 1.10 no hay senales de este tipo de efecto en nuestro caso. Uno de los factores

que pueden llevar a esta diferencia puede deberse a la precisién en la determinacién
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Figura 4.10: Dependencia del calor especifico Cy como funcion de T' para
w constante en la vecindad del CEP para la parametrizacion C. El panel
de la izquierda muestra la dependencia al aprozimarse al CEP desde abajo
mientras que el panel de la derecha la dependencia cuando la aprorimacion

se hace desde arriba.

del CEP, ya que en nuestro caso el mismo se ha podido determinar numeéricamente
mediante la solucién del sistema de ecuaciones descritas en el apéndice 1.\, mientras
que el procedimiento usual consiste en buscar la transicién de segundo orden, esto
es, el punto de divergencia de las funciones respuesta, y esto conlleva a la existen-
cia de importantes incertezas. Notar que en todos los casos el acuerdo de los valores
obtenidos para los exponentes criticos con los valores de campo medio es muy bueno.
El mismo tipo de resultados fue encontrado para las otras parametrizaciones (Sets
A y B). Deberfa enfatizarse nuevamente que para obtener numéricamente los ex-
ponentes criticos con buena precisién es fundamental conocer la posicién del CEP
con la mejor precisién posible. En este sentido, se corroboré que atin un error de 0.5
MeV en Tegp y/o pepp se traduce en una importante incerteza en los exponentes

criticos. En este sentido, el método para la determinacion del CEP, discutido en el
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Tabla 4.4: Exponentes criticos en el CEP obtenidos para los tres sets, se
compara con el valor esperado universalmente para cualquier teoria a nivel

de campo medio (CM).

Set A Set B Set C  Exponente CM
[ 0.67058  0.67127  0.67078 2/3
Yen ~— pe—  0.66394 0.66042 0.66203 2/3
Y il 0.67070 0.67336  0.66948 2/3
T\ 0.66068  0.65986  0.66310 2/3
= 0.66830  0.66584  0.66807 2/3
Vi b 0.66335  0.66429  0.66497 2/3
T1 0.67002  0.66575  0.67186 2/3
Tl 0.66696  0.66353  0.66013 2/3
p—  0.65524  0.65519 0.66273 2/3
a  pe— 067585 0.67498  0.66658 2/3
T 0.65954  0.65718  0.66260 2/3
< i 0.66615  0.67318  0.66662 2/3

apéndice 1.\ resulta de gran ayuda.

4.5.2. Lineas espinodales

Como corolario del presente capitulo, resulta interesante analizar en detalle el
sector de las transiciones de fase de primer orden. Como se explicara anteriormente,
este sector comienza cuando, a temperaturas suficientemente bajas, al aumentar el
potencial quimico desde un punto de la fase hadronica comienza a aparecer una
segunda solucion de las ecuaciones del gap. Esta segunda solucién corresponde a un
minimo relativo del granpotencial respecto de los campos 7y, o, v @, y se carac-
teriza por tener valores cercanos a cero para el campo ;. Al haber dos minimos

del granpotencial, debe haber también un maximo relativo, el cual se corresponde
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con una tercera solucién de las ecuaciones del gap, la cual es inestable y muy dificil
de hallar numéricamente. A medida que se contimia avanzando en la direccién de
la fase deconfinada, el segundo minimo del granpotencial decrece, mientras que el
que corresponde a grandes valores de ; aumenta. Esto se continda hasta llegar a
un punto donde los dos minimos tienen el mismo valor para el granpotencial. Es
precisamente este punto en el plano (T, 1) el que consideramos como la transicién
de primer orden propiamente dicha. Es decir que la linea de transicién de primer
orden (linea llena en las Figs. 1.7 y 1.3), esta compuesta por los puntos en el plano
(T, 1), donde los dos minimos del granpotencial se igualan.

Posteriormente, si se continiia aumentando el potencial quimico, el minimo del
granpotencial que corresponde a pequefios valores de &, es cada vez menor, y por lo
tanto resulta ser una solucion mds estable de las ecuaciones del gap, en detrimento
de la solucién para grandes valores de ;. Hasta que se llega a un punto donde vuelve
a existir un solo minimo del granpotencial, que es el que corresponde a @, ~ 0. El
comportamiento tipico de las soluciones para el Set C, se muestra en el panel derecho
de la Fig. 1.11. Vemos que para temperaturas suficientemente altas, 7' = 180 MeV
en este caso, existe una sola solucién para todo valor de p. Por el contrario, para T'
suficientemente bajas, T'= 30 MeV en este caso, existe una region de valores de p
(delimitada por las dos lineas verticales de puntos) donde existen tres soluciones.

Resumiendo, vemos que este tipo de transicién de fase, presenta una zona donde la
ecuaciones del gap tienen dos soluciones estables y una inestable correspondientes a
dos minimos v un maximo relativos del granpotencial. Esta zona se halla delimitada
por las lineas espinodales, siendo la inferior la correspondiente a los puntos donde
aparece el minimo relacionado con &; pequefios, mientras que la espinodal superior
corresponde a los puntos donde desaparece el minimo relacionado con grandes valores
de ;.

En general la separacién entre las lineas espinodales aumenta a medida que T
decrece. Esto se puede observar claramente en el panel izquierdo de la Fig. | |1,

donde estas curvas se representan en el diagrama de fases correspondiente al Set C.
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Figura 4.11: En la figura de la izquierda se representa el diagrama de
fases correspondiente al Set C, con las lincas espinodales. La figura de la
derecha muestra un ejemplo de transicion de tipo crossover, en comparacion
con una de primer orden. Se observa que en la zona delimitada por las lineas

de puntos hay tres valores de &y por cada valor de .

Debe destacarse que, mientras que la forma de la espinodal inferior no difiere
demasiado al pasar de un set a otro, la espinodal superior lo hace en forma notable,
Se observa que para el caso del Set C, dicha linea corta el eje horizontal en aproxi-
madamente p = 325 MeV, mientras que para el Set B lo hace cerca de u = 500
MeV. Mads aun, en el caso del Set A se observé que la linea espinodal se extiende
hacia valores todavia mayores. Debe tenerse en cuenta, sin embargo, que debido a
que el modelo utilizado en esta seccién no tiene en cuenta ni el grado de libertad
de extraneza, ni interacciones que den lugar a fases superconductoras de color, la

aplicabilidad del mismo maés alla de 2 = 400 MeV no resulta confiable.
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4.A. Apéndice: Determinaciéon precisa del punto

critico final (CEP)

Como fuera discutido en ref.l'’], cuando el granpotencial Q depende sélo de un
pardmetro variacional simple, se puede obtener un set de ecuaciones que permite
determinar la posicién del CEP. Este set de ecuaciones esta formado por la ecuacion
del gap correspondiente complementada con dos ecuaciones que resultan de pedir
que también se cancele la segunda y tercera derivada del granpotencial con respec-
to al pardmetro. Fisicamente, esto corresponde a determinar los valores de (T, p)
para los cuales el granpotencial alrededor de su minimo resulte tan plano como sea
posible. El propdsito de esta seccién es dar algunos detalles del formalismo nece-
sario para generalizar esta idea al caso en el que el granpotencial depende de mads
de un pardmetro variacional. Para mantener el formalismo tan general como sea
posible, asumiremos que el granpotencial depende de N pardametros variacionales
€1,€,..,&n. Y por conveniencia, en lo que sigue, distinguiremos £, del resto (notar
que no se pierde generalidad en esta eleccidn, ya que el orden de los pardmetros
es completamente arbitrario), introduciendo los indices latinos j = 2,..., N para el
resto de las variables. Luego, en una notacion compacta, el conjunto de ecuaciones

del gap se pueden escribir como

on
6—&' = 0| (4}\1}
osd
=22 e il 4A.2

La idea bésica es ahora considerar los parametros variacionales §; como funciones
de & con la correspondiente dependencia funcional determinada por las soluciones
de las N — 1 ecuaciones del gap (1A.2). El conjunto total de N + 2 ecuaciones
necesarias para determinar el CEP se obtiene entonces complementando estas N — 1
ecuaciones con aquellas resultantes de demandar que la primera, segunda y tercer
derivadas totales del granpotencial con respecto a & se cancelen simultineamente.

La primera de estas derivadas resulta ser, obviamente, la ecuacién del gap (1A .1).
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Las otras dos resultan

e, o0, L, |
o % oo & " agog 9% T O (4A.3)
0°Q Pl #*a
6{5# +3 0&28&? £j+3—a£13£j8£k 5_7' EJ\- -+
90 920 220
o= 0 4A.4
d oonon G g GG g G = 0 A

Aqui, y en lo que sigue, se sobreentiende la suma sobre indices latinos £, j,[ = 2, .., N.
Notar que en la obtencién de esta ecuacion se han suprimido términos asumien-
do que las ecuaciones del gap (1A 1,1A.2) se satisfacen simultaneamente. En las
Ees. (1A 9,1A 1), &, &, etc., denotan las derivadas de los pardmetros correspon-
dientes, respecto a & . Estas se pueden expresar convenientemente en términos de
derivadas parciales del granpotencial, resolviendo los dos conjuntos de ecuaciones
lineales que resultan de tomar la primera y segunda derivadas totales a ambos lados

de las ecuaciones del gap ( I\ 2). Haciendo esto se obtiene

9%

Fo _poeein G
Ej . (C )J-‘L‘ 5510&’ (4A5)

>0 9*Q 30
" — _(C~YY., iy = 8] 4A.6
1=~ | aeee, + “oeioe,06, T BE,0608 o+ R
donde )

fop swe 4A.7
I 0,06, k)

De esta manera, una vez que se conoce la forma explicita del granpotencial {2
en términos de los pardmetros variacionales, todas las derivadas que aparecen en
el conjunto de ecuaciones (1A.1—1A.1) pueden ser determinadas analiticamente,
Luego, la solucién numérica de este set de ecuaciones permite determinar los valores
de (T, ) correspondientes al CEP, junto con los valores correspondientes de los
pardmetros variacionales &;,&;, .., én.

Volviendo al modelo en discusion en el presente capitulo, debemos notar que para

las parametrizaciones B y C tenemos tres pardmetros variacionales (N=3). Podemos
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entonces elegir identificarlos como & = 7, & = 7, and & = ®. Luego, el conjunto
de cinco (N-+2) ecuaciones necesarias para determinar el CEP est4 formado por las
Ecs. (1.13) complementadas las dos ecuaciones que resultan de hacer las identifica-
ciones correspondientes en las Ecs. (4A.3—1A.7). En el caso de la parametrizacién
A, la situacién es de algin modo mds simple, ya que hay sélo dos parametros varia-
cionales (&, = a; y & = @) y, por lo tanto, se requieren solo cuatro ecuaciones para

determinar el CEP.
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Capitulo 5

Modelo no local de tres sabores a

temperatura finita

“La naturaleza es grande en las cosas grandes, mas es grandisima en las

cosas diminutas.”

Jacques-Henri B. de Saint Pierre (1737-1814) escritor francés.

5.1. Modelo no local con extraneza a temperatura

finita

El objetivo de esta parte de la investigacién es ir un paso mas alld de los analisis
previos, estudiando el comportamiento de modelos quirales no locales que incluyan
grados de libertad de extrafieza y ademads tengan en cuenta el efecto del acoplamiento
de los quarks con el loop de Polyakov.

Trabajaremos aqui con el modelo de quarks no local de tres sabores de quarks,
descrito en la seccién 3.3, pero incluyendo ahora el acoplamiento al loop de Polyakov.
La accién efectiva correspondiente surge de reemplazar la derivada que aparece en

el primer término de la ecuacién (3.15) por una derivada covariante, y agregar un
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término de potencial para el campo gluénico.

Tal como en el caso de dos sabores, asumimos que los quarks se mueven dentro
de un campo de gauge de color ¢ = iAg =ig d,0 GEA"/2, donde G¥ son los campos
de gauge de color SU(3). Luego, la traza del loop de Polyakov, la cual, como hemos
mencionado en el capitulo anterior, se puede tomar como un parametro de orden
del confinamiento, estda dada por ® = %’I&' exp(i¢). En lo siguiente ademads traba-
jaremos en el conocido gauge de Polyakov, en el cual la matriz ¢ estd dada en una
representacién diagonal ¢ = ¢*A\* +¢°A®, que deja solo dos variables independientes,
oy ¢°.

A continuacién consideraremos el potencial termodindmico gran canénico del mo-
delo dentro de la aproximacion de campo medio. Usando el formalismo de Matsubara
estandar para incluir la temperatura finita en el modelo, se obtiene

QAM(T) = _9 Z f n [l + M}(wh)]
fie

]
P

i [Z@ Sl La

- + UD,T), (5.1)
f

donde f = (u,d,s), ¢ = (r,g,b), y se ha utilizado la definicién w?, = (w, —¢c)* +p?,

siendo w, = (2n + 1)77T las frecuencias de Matsubara usuales. Recordamos que

fp = i f ((2135 (5.2)

n=-—0o

Las cantidades ¢. estan definidas por la relacién ¢ = diag(¢,, ¢y, ¢s). Las masas

constituyentes de los quarks M son aqui momento-dependientes, y estdn dadas por

My(wpe) = my + G g(wpe)- (5.3)

Dentro de la aproximacién de fase estacionaria, los valores de campo medio de
los campos auxiliares Sy estdn relacionados con los valores de campo medio de los
campos escalares 67 por las ecuaciones del gap, idénticas a las obtenidas en la seccion
4.4

H

m+G&+5$$=U, m+Ga+§$=n, (5.4)
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5.1. Modelo no local con extraneza a temperatura finita

solo que para el caso de temperatura finita, los campos auxiliares Sy, estdn dados

por
5, — _¢ Sy Milwne)

e
El potencial efectivo U(®,T'), el cual tiene en cuenta la dindmica para el loop de
Polyakov, se puede ajustar teniendo en cuenta las restricciones que impone la teoria
de grupos junto con los resultados de la QCD en la red, a partir de la cual se puede
estimar la dependencia con la temperatura. Siguiendo como en los casos anteriores

la ref. 1" tomamos
1 ; ,
UR,T) = |- 5 a(T)®* + b(T) In(1 — 6% +8&* - 30%)| T, (5.6)

con las definiciones correspondientes para a(7") y b(7"). Debido a las propiedades de
conjugacién de carga del lagrangiano de QCD "], se espera que el valor de campo
medio del loop de Polyakov ® sea una cantidad real. Asumiendo que ¢* y ¢® son
campos reales [l esto implica que ¢® = 0, ® = [2cos(¢*/T) + 1]/3.

Para masas de quarks corrientes la contribucién de quarks a Qypa(7) resulta ser
divergente. Para regularizarla seguiremos la misma prescripcion que en el capitulo
anterior, dada en la ref.["”], Esta consiste en sustraer de Qypa(T) la contribucién de
quarks en ausencia de interacciones fermionicas, y luego sumarla en forma regulari-
zada, esto es, luego de la sustraccién de una contribucién infinita T-independiente.
De la minimizacién de este potencial termodindmico regularizado, es posible ahora
obtener un conjunto de tres ecuaciones del “gap” acopladas, que determinan los

valores de campo medio 7., &, y ¢* a una temperatura dada.

5.1.1. Condensado de quarks

Una vez que tenemos el potencial termodindmico, podemos facilmente derivar
las expresiones de otras cantidades de interés para estudiar las caracteristicas de la
transicién de fases quiral. Una de ellas es el condensado de quarks (G qr), que es el

valor de expectacién del vacio para cada sabor de quark (@u) = (dd) o (3s).
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5.1. Modelo no local con extrafieza a temperatura finita

Vimos que a temperatura y potencial quimico nulos, el condensado esté definido

por

aQACM 5
7 = ; 5.7
(Grar) By (5.7)
Luego, la expresién explicita regularizada para un condensado de quarks (g qy)
resulta
M _, ) mys
=—— d =T -

- —Ef (n,;fc + ”f.:)} i (5.8)

donde ”i = {1+ exp[(E; £ i¢.)/T|} ™", con Ef = /2 +mj.

5.1.2. Anadlisis de las transiciones de fase

En lo que sigue analizaremos la transicién de fase quiral para un factor de forma
gaussiano, teniendo en cuenta la dependencia con la temperatura de las masas efecti-
vas, los condensados quirales y las susceptibilidades. Este factor de forma Gaussiano

es el propuesto anteriormente
9(¢®) = exp (—¢*/A?) (5.9)

donde A es un parametro libre del modelo que juega el papel de cut-off ultravioleta
en el espacio de momentos. Este pardmetro, al igual que las masas corrientes de
quarks y los acoplamientos en Ec. (3.10), pueden ser elegidos de tal manera que
reproduzcan los valores empiricos de las propiedades de mesones a T = 0. En lo que

sigue utilizaremos uno de los sets de pardmetros listados en la tabla 3.3, es decir

n=>50MeV, m,=1192MeV, A=8429MeV, (5.10)
GA*=133, HA =-273,7.
Los resultados numéricos correspondientes son los dados en la Figura 7.1, donde se

muestra el comportamiento de varias magnitudes fisicas como funcién de la tem-

peratura, dentro del modelo SU(3) no local descrito. Los pancles de la izquierda
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5.1. Modelo no local con extraneza a temperatura finita

(derecha) corresponden al modelo en ausencia (presencia) del acoplamiento al loop
de Polyakov, En los paneles superiores se muestran el comportamiento de los valores
de campo medio @, y a, (Iineas sdlidas y de puntos respectivamente).

Para realizar la comparacion, las curvas estan normalizadas a sus valores respec-
tivos a T = 0, los cuales son 62 = 366,5 MeV y 7 = 486,2 MeV (notar que a
T = 0 no hay efecto del loop de Polyakov). Se nota claramente que en ambos casos
la restauracion quiral SU(2) se produce mediante un crossover suave, mientras que
hay un aumento del orden de 70 MeV en el valor correspondiente de la tempera-
tura critica cuando se tienen en cuenta los efectos del loop de Polyakov. Con la
intencion de definir correctamente los valores de estas temperaturas criticas, hemos
considerado la susceptibilidad quiral y,, definida como

T=cte
La temperatura de transicién de fase puede ser definida como el punto donde la
susceptibilidad muestra un pico, cuyo ancho sirve como medida de lo abrupta que es
la transicién '], Las curvas que muestran es comportamiento de las susceptibilidades
para este modelo SU(3) no local estan dibujadas en los paneles centrales de la
Figura .1. Como mencionamos anteriormente, se observa que la inclusion del loop de
Polyakov produce a un aumento en la temperatura critica, lo enal los lleva a un mejor
acuerdo con la mayoria de los valores obtenidos con QCD en la red recientemente
Ttk = 160—200 MeV ™, Nuestros resultados son (ver lineas solidas en los paneles
centrales de la Figura 0.1)
modelo no local SU(3) sin loop de Polyakov : T2 = 131 MeV
modelo no local SU(3) incluyendo el loop de Polyakov : 79 = 202 MeV
Ademas, se ve que luego de la inclusion del loop de Polyakov el pico se hace mas
pronunciado. La restauracion de la simetria quiral SU(2) también puede ser obser-
vada al mirar ¢l comportamiento de los condensados quirales con la temperatura, los

cuales se muestran en los paneles inferiores de la Figura H.1. A T' = 0 encontramos

que (u)'/3 = —252,1 MeV y (5s)1/2 = —249,7 MeV.,
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5.1. Modelo no local con extraneza a temperatura finita
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Figura 5.1: Comportamiento de varias magnitudes fisicas respecto de la
temperatura. Los paneles de la izquierda (derecha) corresponden al modelo
en ausencia (presencia) del acoplamiento al loop de Polyakouv. Los paneles
superiores muestran el comportamiento de los valores de campo medio 7,
(normalizados a sus valores a T = 0) y el loop de Polyakov, los paneles cen-
trales muestran el comportamiento de las susceptibilidades x, y xo. mientras

que los inferiores hacen lo propio con condensados quirales.
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5.1. Modelo no local con extraneza a temperatura finita

Como es de esperar, la restauracion de la simetria quiral SU(3) es mucho menos
pronunciada, debido a la mayor masa del quark s. De hecho, tanto en la ausencia
como en la presencia del loop de Polyakov se observa un pico suave en la corres-
pondiente susceptibilidad quiral yx,. Esto se muestra en la curva de linea de puntos
en el panel central de la Figura 5.1, donde los valores de x, han sido normalizados
por un factor de 10, para ser comparables con los valores correspondientes de x,.
Los picos correspondientes a y, se hallan ubicados alrededor de 176 MeV para el
modelo sin PL y 225 MeV para el caso con el PL. Es interesante notar que debido
a los efectos de la mezcla de sabores se puede observar en los condensados quirales
livianos (fiu), una segunda protuberancia a esas temperaturas. Ademds, debido a la
mezcla de sabores, se puede observar alguna sefial de la restauraciéon quiral SU(2)
en el comportamiento de y,: para el modelo sin PL se aprecia un hombro alrededor
de T = 130 MeV (apenas perceptible por el tamano de la figura), mientras que
para el modelo con PL se observa un pico pronunciado alrededor de 7' = 200 MeV.
Finalmente, también es importante analizar el comportamiento de los valores de
campo medio del campo del loop de Polyakov ®. Como dijimos, el iltimo puede
ser interpretado con un parametro de orden de la transicion de deconfinamiento,
siendo ® = 0 y & = 1 los valores respectivos para la fase de quarks confinados
y deconfinados respectivamente. Asimismo, una susceptibilidad asociada al PL se
puede definir como y¢ = d®/dT. En la teorfa no local SU(3) bajo consideracién, el
comportamiento de ® y yg con la temperatura, estd dado por la curva de trazos en
los paneles superior y central derecho de la Figura 0. | respectivamente. Comparando
con el comportamiento del valor de campo medio @,, se puede ver que, ain cuan-
do la transicién de deconfinamiento es mas suave que la restauracién quiral SU(2),
se encuentra que ambas transiciones ocurren en la misma regién de temperatura,
ubicada alrededor de T' = 200 MeV.

El andlisis presentado arriba corresponde al caso especifico de un modelo no local
SU(3) covariante, en el cual hemos considerado una interaccién separable de cuatro

fermiones. Tal interpretacion estd motivada en el modelo de intercambio de un gluén,
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5.2. Propiedades de mesones a T finita

tal como discutié en el capitulo 3. Con el fin de determinar el rango de validez de
las conclusiones del anterior andlisis, se consideraron también los diferentes sets
de pardmetros mostrados en en la tabla 3.3. Ademéds se compararon los resultados
obtenidos usando los pardmetros propuestos en la ref.[*!l, basado en el modelo de
liquido de instantones"*l, con la correspondiente extensién a temperatura finital™',
Se observé que en todos los casos, los resultados son cualitativamente similares a lo

expuesto en el anterior anélisis.

5.2. Propiedades de mesones a T finita

Siguiendo con el desarrollo del modelo anteriormente descrito, resulta de gran
interés estudiar cémo las propiedades de los mesones (masas, dngulos de mezcla,
constantes de acoplamiento y de decaimiento, etcétera) se modifican cuando los
mismos se propagan en un medio caliente. En particular, dado que el origen de
los mesones escalares y pseudo-escalares livianos estd relacionado al fenémeno de
la ruptura de la simetrfa quiral, el comportamiento respecto de la temperatura de
sus propiedades se espera que provean informacién relevante acerca de una posible
restauracion de la simetria quiral. Dada la complicacién que representa la inclusion
de la extrafieza en el modelo, en este estudio abordaremos solo el problema de la
dependencia con la temperatura. Es decir que analizaremos las transiciones de fase
con potencial quimico nulo y, por lo tanto, todas las transiciones que estudiaremos

en esta seccion seran de tipo crossover.

5.2.1. Masas de mesones escalares y pseudoescalares

Para obtener el espectro de masas y otras propiedades, se deben considerar, al
igual que en el caso de T' = 0, las fluctuaciones mesénicas alrededor de los campos
medios. Luego. siguiendo un procedimiento similar al detallado en la seccion .1 1.

Se obtiene que, a temperatura finita la contribucién de los mesones pseudoesca-
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5.2. Propiedades de mesones a T finita

lares a Sg"“d se escriben como

~quad
*SE

, = 3] {e D ) P +2r e 7 (0]

G A) ) R0 + 2K (@) K]
LGT %00 i) l—s) + CplF ,,Jnmunqu}-
(5.12)

con gn = (¢ ,¥n), siendo v, = 2n7T las frecuencias (bosénicas) de Matsubara

correspondientes, Las funciones Gp(q 2, v2) introducidas en Eq. (7.12) estan dados

por
~2 2 H 1 et ol
G'rr(q ‘U-n) = (G—{—?S&j) + Guu(q ?Vn) (513)
=) H % gyl =
GK(Q sun) = (G+—2"‘SH) +Cus(q ?Vn) (D]"l)
— (=2 2 = (=2 2
Gn((i?,ug} o GSS(q 'Un);Gl]{](q .U”) (515)
Gau(q % v3) — Gal(§ % 12)]"
- 2 2Y]2 88 700 Va
\/[GOH(Q v J] +l: 2]
— (=2 2 - (=2 2
Gq’(é’?:ffﬁ) = GSB(q :Vn);GUU(q ayn) (516)
' N =72 T
n \/ (G2, Sl ) — Canld ‘”“)} ,
donde,
e 1 [ 6G—4HS, —2HS, -2
V2 H(8,~8,) ; .
2y . V& s —Pu) — (22 2\ _ (22 2
GUS( F"n) - 3 {QGz—GHSSHHESE—FCW(q ?Un) Css(q 3Un)}

it i1 [ 86 4+4HS5, —HS,
Coold ™) = 3 |362_GHS, — 1252

#2050 + Ol )]
(5.17)
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5.2. Propiedades de mesones a T finita

y
CH@*vy) = -8 f 9(Prc + 4n/2) (5.18)
c pn
p?‘{c + Dre * Gn F Mi(pre + Qn]ﬂ{j (Pnc)
Di(pnc + Qn)Dj(pnc) ‘
H _
Tiij.k! = @ 5:'1 (sjk e —:-2— Eikh €jih Sh : (5,19)

En Eq. (5.19) hemos definido D;(s) = s* + M?(s), donde j = 1,2,3 corresponde a
f =u,d, s en la notacién de la Eq. (5.3).
Luego, las masas de los mesones se obtienen al igual que en el caso T = 0,

mediante la resolucion de las ecuaciones
Gp(—m%,0) =0, (5.20)

con P =, K,nyn' Los valores de las masas determinados por estas ecuaciones
corresponden a las masas “espaciales” (también conocidas como screening masses)
de los modos de Matsubara de orden cero, y sus inversas describen las longitudes de
persistencia de dichos modos en el equilibrio con el medio caliente. El propagador
obtenido de esta manera es definido sélo sobre un conjunto discreto de puntos a lo
largo de lo que podria llamarse el eje imaginario de energfas. Por otro lado, las masas
“polares”, esto es, las masas que producen los polos de energia de estados ligados
para ¢ ~ 0, se obtienen solo luego de una continuacién analitica del propagador sobre
el eje real de la energfa. El hecho que para T > 0 la invarianza de Lorentz esté rota
significa que, en general, las masas polares y las masas espaciales no son iguales
(ver por ejemplo ref.[*1). A pesar que la continuacién analitica involucrada en este
proceso no es tinica, se obtiene un resultado no ambiguo al requerir que éste produzca
una funcién que sea acotada en el infinito complejo y analitica fuera del eje real!"",
A partir de esta descripcién resulta que las masas espaciales proveen informacion
relevante de las propiedades de los estados ligados a T' > 0. Las masas asociadas a los
modos cero de Matsubara estudiadas aqui son las masas espaciales correspondientes

al comportamiento e”™"" en la coordenada r del 3-espacio conjugado del estado

114



5.2. Propiedades de mesones a T finita

més bajo en cada canal mesénico. De hecho, estas son las cantidades usualmente
estudiadas en los cdleulos de QCD en la red ™Y,

En lo que sigue, al igual que en la seccidn anterior, usaremos el set de parametros
para m, = 5 MeV de la tabla 3.3. Debe puntualizarse, sin embargo, que para
el resto de los sets alli listados se obtienen resultados similares a los discutidos a
continuacion.

Como dijimos anteriormente, las masas de los mesones pseudoescalares pueden
ser determinadas resolviendo las ecuaciones (5.20), mientras que para las masas
del sector escalar se aplica el mismo procedimiento pero reemplazando los indices
superiores “—" por “+" y cambiando (1 — ap), (n — o), (K — &)y (¢ — fo) en las
ccuaciones (0.13-5.17). Los resultados obtenidos se muestran en la Figura 5.2, donde
se representan los valores de las masas mesonicas como funcion de la temperatura. En
la Figura 7.2 (a) se muestra el comportamiento de los mesones pseudoescalares 7 y
7, junto con las curvas para los mesones escalares o y ag que son pares quirales de los
primeros, Se observa que los mesones psendoescalares permanecen aproximadamente
constantes hasta la temperatura critica (lo cual es razonable, ya que estan protegidos
de la simetria quiral), mientras que las masas de los mesones escalares comienzan a
caer alrededor de T' = 150 MeV.

Por encima de T = T, las masas pseudoescalares se incrementan de tal manera
que se vuelven degeneradas con las masas de sus companceros quirales. En particu-
lar, el hecho que esto ocurra justo después de la transicion en el caso del par (7, aq)
indica que ¢l contenido de extraneza de los mesones 0y ag ha sido suprimido. Cuan-
do la temperatura se incrementa ain mas. todas las masas crecen continnamente,
mostrando que las masas son ahora basicamente dominadas por la energia térmica.
A temperaturas muy altas, las curvas deberfan aproximarse asintéticamente al valor
correspondicnte al par ¢ de quarks sin masa no correlacionados m}$ = 27T,
AT =~ 300 MeV sin embargo, cl loop de Polyakov ain no ha aleanzado su valor
asintotico ¢y /17—~ = 0, y atin provee una correccion no despreciable a las masas

espaciales de los quarks. De hecho, encontramos que ¢3/T |7—300 = 0,93. Asi, alrede-
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Figura 5.2: Las lineas sdlidas representan las masas de mesones escalares

y pseudoescalares como funcion de la temperatura. Las lineas punteadas y de

trazo-punto muestran los valores asintdticos m:.t? = 2(nT — ¢3) y las cotas

para la produccion qq, respectivamente (ver texto).
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dor de esta temperatura, se espera que m}j = 2(77" — ¢3), lo cual es mostrado por
las lineas punteadas en las Figura 5.2 (a), (b) y (c). Para masas de quarks dindmicas
nulas, este valor de my; corresponde a un polo en el modo n = (0 para las integrales
en las funciones C¥(—k?2,0), cuya expresién estd dada por la ecuacién (7.19). De
hecho, tal como fuera discutido en la ref."" las ecuaciones (%.20) sélo pueden ser
satisfechas en la vecindad de esos polos. Por otro lado, en general se observa que
las funciones C;‘-(—k?,O) (y por ende también las funciones Gr(—k?,0)) estén bien
definidas para valores bajos de k. Si k se incrementa hasta algin valor critico ke,
usualmente llamado “punto de pinchadura”, las integrales deben ser tratadas conve-
nientemente para evitar divergencias. En este trabajo, hemos seguido la prescripcion
descrita en el Apéndice 7.\, donde se explica el formalismo para tratar los polos del
propagador para el caso de temperatura finita. El punto de pinchadura ocurre cuan-
do, ambos quarks efectivos estdn simultdneamente sobre la capa de masas. Por lo
tanto, esto puede ser interpretado como una cota, por encima de la cual los mesones
podrian decaer en dos quarks masivos. En la Figura .2 (a) esta cota estd repre-
sentada con la curva de trazos y puntos (por encima de T, esta aproximadamente
coincide con el valor de m}}j mencionado previamente). Se puede observar que todas
las masas graficadas en la Figura 7.2 (a) permanecen por debajo de la cota, para el
rango de temperatura considerado.

En la Figura 7 2 (b) se representan las curvas par a las masas del mesén pseu-
doescalar K y su comparfiero escalar k. Se observa que para cierto rango de tempera-
tura, la ecuacién G,(—k?,0) = 0 no tiene solucién para k real, de forma que la masa
estd definida (dentro de este rango) como el minimo de la funcién G.(—k?,0). Estos
valores de masas corresponden a los parte de trazos de la curva correspondiente.
Es importante notar que las masas de los mesones K y & coinciden sélo a partir de
T ~ 225 MeV, esto es, a una temperatura algo mayor que 7. Esto es claramente una
consecuencia de la mayor masa corriente del quark s, la cual se espera que mueva
la restauracion quiral de SU(3) a temperaturas maés altas.

Finalmente, en la Figura 7.2 (¢), se muestra la dependencia con la temperatura de
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las masas de los mesones fy v 1/'. Al igual que antes, las lineas de trazos en las curvas
indican las regiones en las cuales la correspondiente funcion G (—k%0) no tiene
ceros para k real y, de manera que, las masas my estan definidas por la posicién de
sus minimos. Enfoquémonos primero en el comportamiento de la masa del meson
7. En contraste con los resultados obtenidos en la ref.[*"l, donde la correspondiente
dependencia con la temperatura ha sido estudiada en el marco de una aproximacién
de Dyson-Schwinger, nosotros no hemos observado ningiin tipo de incremento de m,
alrededor de T.. Deberfa notarse que en el marco de la ref. [/ el efecto de la anomalia
U(1) 4 se ha modelado de una forma més simple. En ese sentido, nuestro resultado
es consistente con el andlisis de las masas polares de 7/, obtenidas dentro del modelo
PNJL local, donde tampoco se encontrd incremento alguno de m,y alrededor de 7,171,
Con respecto a la degeneracién de 7’ con su compafiero quiral fy, esta es alcanzada
sélo a T ~ 300 MeV. Esta es una consecuencia del contenido de extraneza de estos

mesones, la cual, como veremos luego, se incrementa al aumentar la temperatura.

5.2.2, Angulos de mezcla, constantes de acoplamiento y de

decaimiento, y susceptibilidad topolégica

En el sistema 7—1, una vez que las masas de los mesones han sido determinadas,
se pueden encontrar los dngulos de mezcla 6, y 0,/, los cuales en general son diferentes
entre si. Estan dados por

2 G(.]-S(—mia 0)

tan 26 — = )
"7 Gel(-m3,0) — Gg(-m3,0)

Po=ga. SIL0)

Los campos mesonicos han sido renormalizados, tal que los residuos de los propa-
gadores correspondientes en los polos de los mesones estén fijados iguales a uno. La
correspondiente funciones de renormalizacién de la funcién de onda Zp estan dadas
por

(5.22)

con P=7x, Kinyn.
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Finalmente, las constantes de acoplamiento meson-quark G p, estan dadas por los

residuos originales de los propagadores de los mesones en los polos correspondientes,

i = V5 1;"2 E 0
Gpy=2Zp" (5.23)
En ¢l caso de los mesones pseudoescalares, otras cantidades que resultan de interds

son las correspondientes constantes de decaimiento débil f,;. definidas por

(01AL(O)mu(q) ) =1 Jab qu - (5.24)

donde Af es la componente @ de la corriente axial. Para a,b=1...7, las constantes
fab pueden ser escritas como dqp fp, con P=7mparaa=1,23y P=K paraa=1
a 7. Siguiendo el mismo procedimiento que en la seccidn 3. 12 se encuentra que, a
temperatura finita, las constantes de decaimiento del pién y el kadn estdn dadas por

fr = 4ful-m3,0) 2,72, (5.25)

i

fr = 2 [fm.(—mi-,ﬂ) — f,ﬂ,(—mi‘, (J)J Z;\f“ , (5.26)

donde

n\ 4 :."1'1!1 Pre + @n) — (Pn n T Phe M;(Pne
fild v L[ pm+ ff) ) Prc - G Mi(7 In). (Pnc * @ + Pac) M;(Pnc)
pn nr(ﬂnc w q"n.)"-);;(pru')

I qn ,“ff (pm.' + h)
= [2 q (.Um: + 5) =4 (pnr) = (Pm e qﬂ):l m

+g (pm H) [‘W (pm qz ) + M; (pm %ﬂ) — M; (Pne)

s Daes Ui "I""fi T : M. ( s
= 1‘!1"Jr (p'ur- o q“)] pm e = (] =+ (,” =% "h) J(,U ) }

(5.27)
Dt’ (pnr: T )DJ (}']nc)

Aligual que a T = 0, en el caso del sistema n—n' se pueden definir dos constantes
de decaimiento para cada componente (a = 0 o 8) de la corriente axial. Estas pueden
ser definidas en términos de las constantes de decaimiento [, v los dngulos de mezcla

by . cOMO

i = [f”.{( 0)cos 8, — faol—7 1 )wmb‘] ’11/2
8 = Thal= m”;,())‘ﬂn(?,‘,-+ﬁig( m%,0)cos ] ZY*. (5.28)
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5.2. Propiedades de mesones a T finita

Dentro de nuestro modelo, las constantes de decaimiento f,;, para a.b = 0, 8 estdan

relacionadas a las f;; definidas en la ecuacién (5.27) por

fga(iz, Vn) = % [2./'&5(‘}'2- Uﬂ-) i fuu((?z- V‘n)] (529)
fUU(q’z-un) = % [quu(ffzayn) o fss(‘?‘g'-yn)] (530)
12

fUS((Fz' Uﬂ) = fﬁﬂ((xrgs Vn) [fuu(q_‘g\ Vn) = fss((j.g‘ Uﬂ.)] . (SSIJ

3

Como es de esperar, tanto las constantes de decaimiento no diagonales fs. fso, como

los dngulos de mezcla 6,, 0,/, se cancelan en el limite de la simetria SU(3).
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(a) (b)
Figura 5.3: Comportamiento de las constantes de decaimiento de los

mesones psendoscalares como funcion de la temperatura.

En la Figura 5.9 se puede observar el comportamiento de las constantes de de-
caimiento de los mesones pseudoescalares, calculadas a partir de las ecuaciones (5.279),
(9.26) y (5.28). La Figura 5.3 (a) muestra las curvas correspondientes a las constan-
tes de decaimiento fr v fx. Se observa que ambas constantes cacn en la temperatura
de transicion de fase. Vemos sin embargo que, debido al contenido de extraneza del
kadn, las constante de decaimiento correspondiente muestra un decrecimiento mas

lento luego de la transicion. El comportamiento de las constantes de decaimiento
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5.2. Propiedades de mesones a T finita

asociadas con el complejo  — 7’ se muestra en la Figura 5.3 (b). En el caso de [,
y [y, tal comportamiento es similar al de f., mientras que el decrecimiento luego
de la transicién es menos promunciado para f,hrm. De nuevo, este comportamiento de
las constantes de decaimiento de ' puede ser entendido en términos de su mayor
contenido de extraneza. Aqul, se ha dejado en blanco el rango en el cual la masa del
1’ no estd bien definida.

], — . , ' > . .
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Figura 5.4: (a) Comportamiento de los dngulos de mezcla como funcion de

la temperatura. La linea de trazo muesta el angulo de mezela “ideal” Oqea) =
tan~ /2. (b)Comportamiento de la susceptibilidad topoldgica como funcion
de la temperatura en el modelo no local (linea trazo-solida) y en el modelo
PNJL SU(3) local (linea de trazos). La dicontinuidad corresponde a la region

en la cual G,}r(—k?,U) =0 no tiene solucion para k real.

En la Figura 5.1 (a) se muestra el comportamiento de los dngulos de mezcla 8, y
t, los cuales pueden ser calculados a partir de la ecuacién (7.21). Se observa que
por encima de la transicion de fase ambos angulos tienden a un valor en comiin,
lo cual es natural, dado que las masas de los mesones también tienden a unificarse.
Mas interesantemente, los angulos de mezcla convergen al conocido dngulo de mezela

“ideal” fhigens = tan™' V2 ~ 54,7° (en linea de puntos en la figura). Esto significa
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5.2. Propiedades de mesones a T finita

que, como fue sugerido arriba, el mesén 7 se vuelve aproximadamente no extrano,
mientras que 7’ se aproxima a un par §s. Lo mismo sucede con el par o — f; (en la
figura se ha citado solamente 6,, ya que la masa del mesén fy yace por encima de
la cota gq). El hecho que los dngulos de mezcla vayan hacia el valor “ideal” para
altas temperaturas implica que la anomalia U(1) 4 tiende a cancelarse en ese limite.
Otra senial de este hecho es que los compafieros quirales axiales (7.7) v (0, ay) se
vuelven casi degenerados a T' ~ 300 MeV. Sin embargo, quizds la mejor indicacion
de la cancelacién de la anomalia U(1) 4 la provee la susceptibilidad topoldgica y, la
cual, en una teorfa de colar SU(3) pura, est4 relacionada con las masas de . ny K

a traves de la formula de Witten-Veneziano

6
B

Varios calculos de QCD en la red™ muestran un decrecimiento abrupto de y en

X = ma+md—2mg . (5.32)

la temperatura critica. En nuestro marco, la susceptibilidad topoldgica puede ser

calculada a partir de

e = e
x=—"13 200557 + CL5.*

2| 54(8.+28,) [ Cos s [ Css

: V2 o o
Su(S. +28,) [ Co = o oo e
o G (Su + 25;) :J_S + 5.8, - 5) \a_s C (5.33)
\/E “00 (-"30

donde G es una matriz de 2x 2 cuyos elementos de matriz estdan dados en la Ec. (5.17).
y todas las funciones estén evaluadas en (§ %, ¢2) = (0,0). Esta expresion ha sido
obtenida siguiendo pasos similares a los descritos en la ref. ) para el caso del mo-
delo NJL local. Los resultados numéricos se muestran en la Fig. 5. 1(b). Para poder
comparar con el resultado obtenido en el modelo PNJL en SU(3) local "™ (donde T,
resulta algo elevada), mostramos el valor normalizado de y'/* en funcién de T/T,.

Para ambos modelos se encuentra un decrecimiento abrupto en la susceptibilidad

122



5.2. Propiedades de mesones a T finita

topoldgica a la temperatura critica, el cual es mas pronunciado en el modelo no
. - 4. 1/4 :
local. De hecho, a T/T, = 1,5 la relacién \'L*”/)t{.f,‘:m es de alrededor del 11% para

el modelo PNJL local, mientras que para el caso no local es casi de la mitad de dicho

porcentaje. El valor de y (l;iﬂ] se encuentra cerca de 162 MeV en el modelo no local,
mientras que en caso local sc obtiene ~ 180 MeV. Resultados recientes de QCD
en la red (ver ref.[" v sus respectivas referencias) indican que \(lii o) = 190 MeV
en teorfas de gange puras. Sin embargo, se espera que la presencia de los quarks
dindmicos livianos tienda a disminuir este valor!"'l. Por ejemplo, el cdleulos de QCD
en la red llevados a cabo en la ref.!"l los autores encuentran que y ?‘if";m ~ 163 MeV
para un caso de dos sabores en la regién donde las masas corrientes de los quarks

estan alrededor de 20 MeV.

5-0 v T T T L T 5I0 T T ¥ T T T
45¢ G, . 45¢ G, .
40 & 40F

— g, i [

% 3.5 ' :;]’, 35}

= = r .
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Figura 5.5: Comportamiento de las constantes de acoplamiento quark-

meson como funcidn de la lemperalura.

Por completitud, terminamos nuestra descripeion mostrando en la Figura 5.5 ¢l
comportamiento de las constantes de acoplamiento quark-meson Gyy,. Estas pueden
ser calculadas a partir de las ecuaciones (5.22) y (5.23) para los mesones pseudoes-
calares, y relaciones similares se mantienen para el sector de mesones escalares con

los cambios apropiados en las funciones Cj;(§ 2.101.
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dos propagadores a T # 0

5.A. Apéndice: Tratamiento de los polos en los
integrandos de las integrales con dos propa-

gadores a T' # ()

En el cdlenlo de diversas propiedades mesdnicas aparecen integrales cuyo inte-
grando contiene dos propagadores de quarks. La forma genérica de dichas integrales

aT #0es

F(-f%)=T) Fu-7? (5A.1)
CO1 4 ! ST e
R = | G £ M D —
donde
M2, = M*9,) ; wp=(2n+1)aT, (5A.3)
y o
Gy = (wn— )P +§% - ¥ 4 -z:p; (5A.4)

Los problemas surgen cuando nos encontramos con alguno de los ceros del de-
nominador. En los casos de interés del presente trabajo solamente tendremos esa
situacién cuando n = 0. Por lo tanto, en lo que sigue sélo consideraremos ese caso

v dejaremos de lado el indice n. Luego tenemos

F, (_p- 2) = / da(li’ K’({""!U‘ I-’rg‘ r.'Tz‘J ﬁ" "n (53\ :—_])
% J @2m)3 (2 + M2)(¢% + M?) .
con :
P =(w—9)2+72— '“T +if- § (5A.6)

Si fijamos la direceién de p en la direccion del eje z, y elegimos coordenadas
cilindricas, entonces
p=p% ; d°G=dq,q,dq.dq,. (BA.T)
con lo cual, la ecuacion (5A.5) resulta

5 1 ™= *  t(wo, P q) + ¢2pg:) |
&l s | Wi me— - - r.l" .8
Fo(=p~) (%)gj) dr.r,,qpf__x dq. D, D (5A.8)
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donde Dy =2 + M*(¢%) y

ﬁ

PG Y=w—¢ (5A.9)

G=7+¢+¢ -

Finalmente, Fj, se puede escribir en la forma

o ®  Flp*.¢+4.re)
Fy(-p'? =/ d / dq. £ = 5A.10)
0( ) A Q.f-’ i D+D_ (
con
F(p* ¢+ pg:) = (Z{?T")zt(wu,pz, @+ a2, pq:) (5A.11)

Supongamos ahora que conocemos los zeros de D(q¢?) = ¢* + M?(q*). Por simpli-
cidad, en lo que sigue consideraremos el caso de un solo par de polos imaginarios

puros': q. = £iS5,. Luego, el denominador de Fj se anulard si
gy = gf = %18 @ g- =¢¢ =115, (5A.12)

donde S; = S s6lo en el caso donde m; = m;".
Definiendo ahora

2

C € o P : Y
(63)" ="+ (@5)* + (¢5)* — T +ipg. = =S, (5A.13)
lo que implica que
2
(¢%)% + ipgt + [v? + (¢5) + S7 - %] =) (5A.14)

cuyas soluciones resultan

Ceros de D, (5A.15)

gt = +ily/72 + (g5)? + 52 = p/2] = (a2)s

a5 = +ily/7 + (g5 + ST +2/2) = (&)

Ceros de D_
= TS -2

(5A.16)
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dos propagadores a T # 0
ad
P 19
— ¢(9;),

dao)

Re g,

Figura 5.6: Ubicacion esquemdtica de los polos de las funciones mesdnicas

en el plano complejo q,.

Asi, en el plano complejo ¢, los ceros del denominador de Fy se ubican segtin lo que

se muestra esquematicamente en la Fig.5.6.

Es claro que para p < p¢ = 2\/72 + 52 4 (g5)?, los ceros de las D’s no cruzan el

eje de integracion Re g, por lo que no habré divergencias en las integrales. Pero para

PSP = 2\/72 + 87 + (g5)?, habrd un valor de g, (esto es, gh = \/p?/4 — % — 5%)

para el cual los ceros (¢%)3 y (g¢), se encontrarén en g7 = 0. Estos pares de valores,

(¢h,q?) = (\/p*/4 —+* = S}, 0), (5A.17)

definen la posicién de los “puntos de pinchadura” en el plano (g,,q.).

dados por

Una vez determinados los “puntos de pinchadura”, podremos realizar la integral
en forma habitual en la zona libre de divergencias y mediante la aplicacion del
teorema de Residuos alrededor del “punto de pinchadura”. Las distintas dreas de

integracion se esquematizan en la Fig.h.7.

1Si bien es més engorrosa, la extension a la situacion en que existen muchos polos que no son

necesariamente imaginarios puros es casi directa.
2 2
2Recordar que M, ;(g%) = mi; + 0:;exp(—g¢*/A?).
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dos propagadores a T # ()
qu | q

v
L 1)

Re g,

Figura 5.7: Esquema de las dreas de integracion para una integral con

divergencias en el plano del momento interno q.

Por lo tanto, para valores superiores a p° la parte real de Fjy resulta

a4 % 2
P * Fp* 43,42, p4:)
Re|Fy(—p ll'é}; lif —p%, ) / dqp/ dq. D.D. +
> ® _ Flo e .
]% dq,o/mdqz D.D. ; (5A.18)
con
q_ﬁ—d d F 2: 21 Er z
R(—p%,5) = 27r/ B g, | PSS . (5A.19)
q}i +8f [1 * ﬁﬂ-’i—)] o g:=(g§)2

donde (g)2 ¥ ¢4 han sido definidas en las ecuaciones (5.\.16) y (5A.17), respectiva-

mente,
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Capitulo 6
Conclusiones

“No nos preguntamos qué propdsito util hay en el canto de los pdjaros,
cantar es su deseo desde que fueron creados para cantar. Del mismo modo
no debemos prequntarnos por qué la mente humana se preocupa por penetrar
los secretos de los cielos... La diversidad de los fendmenos de la Naturaleza
es tan grande y los tesoros que encierran los cielos tan ricos, precisamente
para que la mente del hombre nunca se encuentre carente de su alimento
bdsico.”

Johannes Kepler (1571-1630) Astrénomo, matematico y fisico aleman.

En el primer capitulo de esta Tesis de doctorado se dio una breve introduccion
al tema, detallando asimismo los objetivos a desarrollar en la misma. En el segundo
capitulo se expusieron las bases tedricas tanto de la QCD como del modelo Nambu-
Jona-Lasinio (NJL), a dos y tres sabores de quarks. En el capitulo 3} se explicaron
las bases de los modelos no locales a ser utilizados en esta investigacion. En ese
sentido, primero vimos cémo incorporar interacciones no locales en el modelo de
dos sabores, extendiendo el modelo NJL de manera tal que este, ademés de seguir
preservando las simetrfas de QCD, presente una descripcién més realista de la in-

teraccién entre quarks a bajo momento transferido. En particular se mostré como
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incorporar al modelo la renormalizacién de la funciéon de onda (WFR) y se pre-
sentaron las diferentes parametrizaciones utilizadas (ver tabla 3.1). Se consideraron
en este caso dos tipos de dependencia de momentos para las interacciones. Una de
ellas (Set B) basada en el frecuentemente utilizado, factor de forma exponencial. La
segunda (Set C) correspondiente al ajuste de las funciones de masa M (p) y renor-
malizacién Z(p), a resultados obtenidos en clculos de QCD en la red!"], dando
lugar a una dependencia en momento més suave (esto es, a grandes momentos, la
masa de quark decrece como (p?)~%/?, en lugar de hacerlo exponencialmente). Para
poder testear la influencia de la WFR, también se consideré un tercer escenario
(Set A), con una interaccién exponencial al igual que el Set B, pero donde la WFR
estaba ausente. Los resultados que se pueden obtener con estas tres parametriza-
ciones se muestran en la tabla 3.2, En las siguientes secciones de este capitulo, se
mostré como extender el modelo no local al caso de tres sabores de quarks. Al incluir
la extrafieza en el modelo se debid incorporar la interaccion de seis quarks, responsa-
ble de la ruptura de simetria U(1)4, conocida como anomalia axial. Trabajando en
la la aproximacién de campo medio, se pueden obtener las masas dindmicas de los
quarks y los condensados quirales, mientras que a segundo orden en la accion efec-
tiva, se pueden determinar las masas de los mesones, los dngulos de mezcla para n y
n', las constantes acoplamiento mesén-quark, las constantes de decaimiento débil de
los mesones pseudoescalares y las constantes de decaimiento andmalo mesén— 7.
Los correspondientes resultados numéricos se muestran en la tabla 3 | donde se ob-
serva que en general los mismos se encuentran cerca o dentro del rango de valores
obtenidos experimental o fenomenolégicamente. En particular, el resultado obtenido
para el cociente fx/f5 resulta significativamente mejor que el obtenido por el mode-
lo NJL estandar, donde las constantes de decaimiento del pién y del kadn resultan
ser aproximadamente iguales, en contraste con la evidencia experimental.

A partir del cuarto capitulo se desarrollaron los temas principales de la presente
tesis. Es decir, la aplicacion de los modelos no locales al estudio del diagrama de fases

de la materia fuertemente interactuante y de las propiedades mesénicas y de quarks
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en funcién de la temperatura. En particular, en el capitulo | se estudié el compor-
tamiento de materia fuertemente interactuante a temperatura y potencial quimico
finitos, usando un modelo de quarks quiral no local, el cual incluye renormalizacién
de la funcién de onda y acoplamiento al loop de Polyakov. Esto es, a lo largo de
dicho capitulo se realizé la extensién de los modelos descritos en el tercer capitu-
lo al rango de temperaturas y potencial quimico no nulos. Para ello previamente
debié incluirse una descripcion de los formalismos utilizados, tanto para anadir la
temperatura como para realizar el acoplamiento al loop de Polyakov. En este marco,
se estudiaron los diagramas de fase correspondientes y las cantidades asociadas, am-
bos en el limite quiral y a valores finitos de la masa corriente de quarks, prestando
especial atencion a la determinacién precisa de los puntos criticos. De hecho, se ha
podido obtener un conjunto de ecuaciones para encontrar la posicién de los pun-
tos criticos correspondientes, esto es, el punto tricritico (TCP) en el caso del limite
quiral y el “Critical End Point” (CEP) para masa de quarks finita. Por otro lado, se
observé que la presencia del PL provee un incremento sustancial de la temperatura
critica predicha. Por ejemplo, a m = 0 se obtienen valores cercanos a T' = 200 MeV,
lo cual estd, respecto del modelo sin PL, en un mejor acuerdo con la mayoria de los
resultados recientes de los cdlculos del QCD en la red 160 — 200 MeV!'“l. Se debe
notar que correcciones debidas a efectos que van mds alla de la aproximacion de
campo medio no tenidas en cuenta en este trabajo, tienden a disminuir el valor de

a0

T, predicho por el tipo de modelos aqui estudiados!"""). Ademds se encontré que
la transicién de fase de deconfinamiento para p pequenios ocurre cerca de la mis-
ma temperatura critica. Los resultados numéricos obtenidos indican que algunos de
los puntos importantes de los diagramas de fase no son muy dependientes de las
diferentes parametrizaciones utilizadas. Por ejemplo, para masas de quarks finitas,
las temperaturas criticas estdn dentro del rango 210 — 215 MeV, mientras que los
potenciales quimicos a T' = 0 estdn en el rango de 298 — 322 MeV. Por otro lado,
la posicién del punto critico tiende a ser muy sensible tanto a la parametrizacion

utilizada como a la masa de quarks corrientes m. Comparando los resultados co-
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rrespondientes a la parametrizacién exponencial con y sin renormalizacién de la
funcién de onda, se encontré que el efecto principal de la presencia de este término
es trasladar la ubicacién del CEP hacia valores menores de T' y valores mayores de
1. Respecto a la parametrizacién motivada en QCD en la red, esta conduce a valores
ain menores de Tegp y mayores valores de pcgp. Al estudiar la dependencia en la
masa de los quarks m, se ha verificado que para valores pequenos de m (esto es,
cerca al TCP), la posicién del CEP posee en todos los casos un comportamiento del
tipo m~%/%, como se esperaba, Para las parametrizaciones exponenciales, a m ~ 4
MeV esta variacién inicial tiende a desaparecer y la posicion del CEP permanece
relativamente estable por encima del valor méximo de m que hemos considerado.
Por otro lado, para la parametrizacién motivada en QCD en la red la situacién es
algo diferente. De hecho, la dependencia en m es més fuerte para basicamente todos
los valores considerados. En particular, luego del decrecimiento inicial, a m ~ 4
MeV el valor de Tpgp comienza a crecer de forma pronunciada. Finalmente, hemos
analizado numéricamente el comportamiento critico alrededor del TCP y del CEP
determinando los exponentes criticos asociados con las susceptibilidades quiral y de
niimero de quarks, y con el calor especifico. En todos los casos. se encontré que
los exponentes obtenidos estdan en muy buen acuerdo con los valores predichos para
teorfas de campo medio con un razonablemente buen grado de precision. En particu-
lar, no se encontré ninguna influencia de las propiedades del TCP en los exponentes
criticos del CEP.

Posteriormente, en el capitulo © se analizé el rol que juega la extraneza en la
descripcién de la transicién de fase quiral dentro del marco de modelos quirales
no locales en SU(3), con mezcla de sabores. Al igual que en el caso de dos sa-
bores, la presencia del PL tiende a aumentar la T, y hace que la transicion de fase
se vuelve mds abrupta, mostrando un pico mas pronunciado en la susceptibilidad
quiral. Asimismo, los efectos de la mezcla de sabores hacen que aparezcan efec-
tos de la restauracién de la simetria SU(2) atn en la susceptibilidad asociada al

quark strange. En lo concerniente al comportamiento de las masas mesonicas con la
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temperatura, se observé que las masas de los mesones pseudoescalares permanecen
aproximadamente constantes hasta T, mientras que las masas de los mesones es-
calares comienzan a caer alrededor de T = 150 MeV. Mds alld de T, las masas
pseudoescalares se incrementan, de manera tal que se vuelven degeneradas con las
masas de sus companeros quirales, como se espera a partir de la restauracién quiral,
La temperatura a la cual los companeros quirales se encuentran depende de la com-
posicién de extraneza de los mesones correspondientes, esto es, las masas de los
mesones que no contienen quarks s coinciden casi inmediatamente después de T,
mientras que las masas de los mesones fy y 1’ se encuetran recién cerca de 1.5 T,
mientras que para los mesones K y & la situacién es intermedia. Respecto a las
propiedades del sector 1 — 7/, se observa que los dngulos de mezcla correspondien-
tes tienden a converger al conocido angulo de mezcla “ideal”, el cual indica que la
anomalia U(1), tiende a desaparecer a medida que la temperatura aumenta. Esto
también se observé en el comportamiento de la susceptibilidad topolégica la cual,
como se esperaba a partir de cdlculos realizados mediante QCD en la red, muestra
un decrecimiento pronunciado luego de la transicién de fase quiral. Deberfa notarse,
sin embargo, que en el presente modelo no local, tal decrecimiento es mas rdapido
que el obtenido en el modelo PNJL local en SU(3)!*']. Finalmente notamos que, de
acuerdo con el modelo local (y en contraste con los resultados obtenidos en el marco
de una aproximacién de Dyson-Schwinger ") nosotros no hemos observado ningtin
tipo de incremento en la masa del mesén 7' alrededor de la temperatura critica.
En sintesis, como conclusiéon general podemos decir que los tipos de modelos
aqui utilizados representan un avance hacia el desarrollo de modelos mas realis-
tas, que tengan en cuenta informacién acerca del propagador de quarks obtenida
a partir de QCD en la red, y que ademds presenten un buen ajuste a los valores
obtenidos tanto experimental como fenomenolégicamente. Queda como tarea pen-
diente a realizar en futuras investigaciones, completar el modelo de tres sabores,
incluyendo la renormalizacién de la funcidn de onda y potencial quimico finito, para

poder estudiar los diagramas de fase a tres sabores. Ademas, se podria anadir a los
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modelos utilizados, neutralidad de color y neutralidad de carga, con la finalidad de
poder estudiar las fases 25C y CFL, superconductoras de color. Esto tltimo es de
interés astrofisico, va que existe la posibilidad de que dichas fases puedan existir en

el interior de estrellas compactas.

COMISION NACIONAL DE ENERGIA ATOMICA
CENTRO DE INFORMACION CAC
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