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I. RAPORT STIINTIFIC SEPTEMBRIE 2013-DECEMBRIE 2014

In cadrul proiectului au fost trimise in total spre publicare noua lucrari dintre care trei

au fost acceptate spre publicare in Int. J. Mod. Phys. A, doua au fost publicata in Mod.

Phys. Lett. A, si patru sunt in evaluare.

In cadrul etapei unice a proiectului pe anul 2013 au fost trecut umratorul obiectiv:

1) Indicatii despre confinement in cadrul unei noi simetrii a teoriilor de etalonare. In

cadrul acestui obiectiv au fost propuse urmatoarele activitati.

a) Implementarea unei noi simetrii in teoriile de etalonare.

b) Aplicatii ale noii simetrii.

In cadrul etapei unice pe anul 2014 au fost propuse trei obiective:

1) Functia de partitie pentru o teorie scalara fara rupere spontana a simetriei intr-o noua

metoda de integrare functionala. In cadrul acestui obiectiv au fost propuse doua activitati:

a) Stabilirea unei noi metode de integrare functionala.

b) Determinarea propagatorului scalar.

2) Functia de partitite in teoriile de etalonare cu fermioni intr-un nou formalism func-

tional. In cadrul acestui obiectiv au fost propuse doua activitati:

a) Stabilirea unui nou cadru functional cu privire la functia de partitie.

b) Formule de corelare a functiilor de partitie in noul formalism.

3) Functia de partitite in teoriile de etalonare cu interactie tare intr-un nou formalism

functional. In cadrul acestui obiectiv a fost propusa o singura activitate.

a) Aplicatii la teoriile de etalonare cu interactie tare.

Vom discuta rezultatele stiintifice obtinute pe obiective.

A. Indicatii despre confinement in cadrul unei noi simetrii a teoriilor de etalonare.

Pornind de la studiul operatorilor non-chirali care actioneaza intr-o teorie generala de

etalonare am propus o noua simetrie care actioneaza asupra unui Lagrangian ce contine atat

campuri de etalonare cat si fermioni si campuri scalare. Mai intai am introdus operatorul

non-hermitian K,

K = exp[kγµDµ] (1.1)
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ce actioneaza asupra fermionilor. Am demonstrat apoi ca un lagrangian invariant la

actiunea unei simetrii de etalonare abeliene este de asemenea invariant la actiunea urma-

toarelor transformari infinitezimale:

Ψ′ = Ψ+ kγµD′
µΨ

A′
µ = Aµ −

1

g
α

B′ = B (1.2)

cu conditia ca campul scalar B sa fie identificat pana la inversul unui ’scale factor” cu

parametrul de etalonare:

α = kB. (1.3)

In esenta demonstratia este continuta in:

L′ = iΨ†γ0γµD′
µΨ−Ψ†γ0BΨ+ ik(γρD′

ρΨ)†γ0γµD′
µΨ+

+ikΨ†γ0γµD′
µγ

ρD′
ρΨ− k(γρDρΨ)†γ0BΨ− kΨ†γ0γρDρΨ =

= iΨ†γ0γµD′
µΨ+ kΨ†γ0γµ∂µBΨ−Ψ†γ0BΨ =

= L+ gkΨ†γ0γµ(A′
µ − Aµ)Ψ + kΨ†γ0γµ∂µBΨ. (1.4)

Am demonstrat apoi ca acelasi tip de simetrie actioneaza si asupra unui lagrangian ce

contine campuri de etalonare non-abeliene:

−(γρDρΨ)†γ0BΨ−Ψ†γ0γρDρ(BΨ) =

= Ψ†γ0γρ(DρB)Ψ (1.5)

De data aceasta obtinem ca,

g(A′
µ − Aµ) = −kDµB. (1.6)

Am aplicat aceleasi transformari tuturor termenilor din modelul standard al particulelor

elementare dupa ruperea spontana a simetriei electroslabe si am demonstrat invarianta la-

grangianului corespunzator. Aceasta noua simetrie are implicatii importante atat pentru

sectorul corespunzator cromodinamicii cuantice cat si pentru cel al bozonului Higgs.

Simetria introdusa in Eq. (1.2) este o simetrie valida in forma ei infinitezimala deci

pentru impulsuri p ≪ 1
k
. Este bine stiut ca transformarile de etalonare sunt simetrii bune
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ale unui lagrangian abelian sau nonabelian atat in forma lor infinitezimala cat si cea finita.

Simetria indusa de operatorul K’ (care contine campurile de etalonare transformate) este

foarte complicata in forma ei finita asa ca am studiat actiunea ei numai ” on-shell” asupra

unui lagrangian non-abelian, in speta QCD.

Cerem ca,

(K ′Ψ†)γ0(iγµD′
µ −m−B)(K ′Ψ) = Ψ†γ0(iγµDµ −m−B)Ψ. (1.7)

O posibila solutie e data de,

K ′Ψ = Ψ′

ln(K ′)Ψ = iαΨ

(−igkγµ(A′
µ − Aµ) + ikm+ ikB) = iαΨ. (1.8)

Invarianta Lagrangianului la actiunea transformarilor induse de K’ impune anumite con-

strangeri asupra campului scalar ce este proportional cu parametrul de etalonare si anume:

∂µBa∂µB
a + g2fabcAmubBcfamnAm

µ B
n =

m2

k2
. (1.9)

Am demonstrat ca campul scalar rezultat din Eq. (1.9) induce un potential de tip ”con-

fining” intre doi cuarci:

V (q) = −i
y2k2

m2
δ(q⃗)′ =

∫
(−i

y2k2

m2
)
d3q

(2π)3
eiq⃗x⃗δ(q⃗)′ = −y2k2

m2
r (1.10)

Realizarea simetriei K’ in cadrul modelului standard al particulelor elementare duce la

identificarea bozonului Higgs gasit la LHC cu α
k
unde α este parametrul de etalonare al

grupului de etalonare al interactiei electromagnetice. Pentru a fixa etalonarea trebuie sa

facem o modificare a procedurii usuale si anume sa introducem o noua functionala genera-

toare:

Z[Ψ̄,Ψ, A,B] = const

∫
DΨ̄DΨDADB exp[i

∫
d4xL]×

exp[−i

∫
d4x

ω2

2
]δ(∂µ∂µB +m2B)δ(∂µAµ − ω) (1.11)

Aceaata functionala situeaza bozonul Higgs ”on-shell” cu o masa data de relatia:

m2 = m2
0(1−

k2m2
0

g2
) (1.12)
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Faptul ca bozonul Higgs nu poate participa decat ca stare initiala si finala intr-un pro-

ces este un rezultat important care va putea fi verificat sau respins de viitoare explorari

experimentale.

B. Functia de partitie pentru o teorie scalara fara rupere spontana a simetriei

intr-o noua metoda de integrare functionala

In prezent exista un anumit nivel de cunoastere care nu este complet cu privire la com-

portarea perturbativa a diverselor teorii, cum ar fi teoria Φ4 sau teoriile de etalonare. De

exemplu functiile beta pentru teoria Φ4 sau pentru QED sunt cunoscute pana la ordinul

cinci in timp ce pentru QCD sunt cunoscute pana la ordinul patru. Vom considera in cele

ce urmeaza teoria Φ4 ca un laborator pentru a studia o metoda de calcul functional care

ulterior sa poata fi aplicata la modele mai sofisticate. Incepem cu Lagrangianul:

L = L0 + L1

L0 =
1

2
(∂µΦ)(∂

µΦ)− 1

2
m2

0Φ
2

L1 = − λ

4!
Φ4. (1.13)

Functionala generatoare dependenta de sursa externa J are expresia:

W [J ] =

∫
dΦexp[−

∫
d4x[

1

2
(
∂Φ

∂τ
)2 +

1

2
(∆Φ)2 +

1

2
m2

0Φ
2 +

λ

4!
Φ4 + JΦ]] (1.14)

si poate fi scrisa ca:

W [J ] = exp[

∫
d4xL1(

δ

δJ
)]W0[J ] (1.15)

unde,

W0[J ] =

∫
dΦexp[

∫
d4x(L0 + JΦ)]. (1.16)

Pentru a merge mai departe avem nevoie de urmatoarea identitate matematica:

I =

∫
dxdyδ(x− y)exp[−af(x, y)] =

∫
dxdydz exp[−i(x− y)z] exp[−af(x, y)] =∫

dxdydz exp[−i(x− y)z − af(x, y)] (1.17)

5



Pentru f(x, y) = x2y2 se poate forma patratul perfect:

− ixz − ax2y2 = −(
√
axy +

iz

2
√
ay

)2 − z2

4ay2
. (1.18)

Daca introducem aceasta expresie in Eq. (1.78) obtinem:

I = const

∫
d

1√
ay

dz exp[− z2

4ay2
] exp[iyz] (1.19)

In acest fel dezvoltarea in serie in 1
a
are sens si se poate scrie:

I = const

∫
dxdz

1√
ay

[1− z2

4ay2
+ ...] exp[iyz] (1.20)

Consideram functia de partitie pentru teoria Φ4 fara surse:

W [0] =

∫
dΦexp[i

∫
d4x[L0 + L1]] (1.21)

Scriem eq. (1.21) in spatiul Minkowski ca:

W [0] =

∫
dΦdΨδ(Φ−Ψ) exp[i

∫
d4x[L0 −

λ

8
Φ2Ψ2] =

const

∫
dΦdΨdK exp[i

∫
d4xK(Φ−Ψ)] exp[i

∫
d4x[L0 −

λ

8
Φ2Ψ2] =

const

∫
1√
λ
dΦdK exp[i

∫
d4x

2

λ
K2] exp[i

∫
d4xKΦ2] exp[i

∫
d4xL0] (1.22)

Dupa anumite simplificari si calcule efectuate in spatiul Fourier pentru integrand se ob-

tine:

const

∫
1√
λ
dΦdK exp[i

∫
d4x

2

λ
K2] exp[i

∫
d4xKΦ2] exp[i

∫
d4xL0] =

=

∫
dK exp[i

∫
d4x

2

λ
K2]

1

det[ K
V 2 +

1
2V

[2K0

V
− (m2

0 − p2n)δ2n+1,2n+1 + δ2n+2,2n+2]]1/2
.(1.23)

In continuare se utilizeaza definitia standard a propagatorului campului scalar si rezul-

tatele anterioare pentru a se obtine:

⟨Ω|TΦ(x1)Φ(x2)|Ω⟩ =
∫

1√
λ
dΦdKΦ(x1)Φ(x2) exp[i

∫
d4x 2

λ
K2] exp[i

∫
d4xKΦ2] exp[i

∫
d4xL0]∫

1√
λ
dΦdK exp[i

∫
d4x 2

λ
K2] exp[i

∫
d4xKΦ2] exp[i

∫
d4xL0]

=

1

V 2

∑
m

exp[−ipm(x1 − x2)]iV

δ
δ(m2−p2m)

∫
dΦdK exp[i

∫
d4x 2

λ
K2] exp[i

∫
d4xKΦ2] exp[id4xL0]∫

dΦdK exp[i
∫
d4x 2

λ
K2] exp[i

∫
d4xKΦ2] exp[id4xL0]

.(1.24)
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Intrucat cantitatea m2 − k2
n apare numai in determinantul Eq. (1.23) calculam:

δ

δ(m2
0 − p2m)

[det[
K

V 2
+

1

2V
[
2K0

V
− (m2

0 − p2n)δ2n+1,2n+1 + δ2n+2,2n+2]]]
−1/2 =

−1

2
[det[

K

V 2
− 1

2V
[
2K0

V
− (m2

0 − p2n)δ2n+1,2n+1 + δ2n+2,2n+2]]]
−1/2 ×

Tr[
1

K
V 2 +

1
2V

[2K0

V
− (m2

0 − p2n)(δ2n+1,2n+1 + δ2n+2,2n+2)]
(−1)(

1

2V
(δ2m+1,2m+1 + δ2m+2,2m+2)] =

const
1

2
[det[

K

V 2
− 1

2V
[2
K0

V
− (m2

0 − p2n)δ2n+1,2n+1 + δ2n+2,2n+2]]]
−1/2 2

2
V
K0 − (m2

0 − p2m)
=

const[det[
K

V 2
− 1

2V
[2K0 − (m2

0 − p2n)δ2n+1,2n+1 + δ2n+2,2n+2]]]
−1/2 1

2K0

V
− (m2

0 − p2m)
. (1.25)

In Eq. (1.25) primele trei randuri sunt rezultatul diferentierii unui determinant. Primul

factor in randul trei al Eq. (1.25) contine modurile Fourier ale campului K cu impulsuri

diferite de zero (pµ ̸= 0) pe care le numim simplu K si pe cele cu impulsuri zero pµ = 0

pe care le numim K0. In abordarea noastra modurile cu pµ ̸= 0 sunt neimportante pentru

urmatorul motiv. Consideram K(x) ca o functie patrat integrabila in spatiul Hilbert care

satisface: ∫
d4xK2(x) =

1

V

∑
p

K(p)2 < M, (1.26)

unde M este o cantitate mare dar finita. Aceasta inseamna ca K(p)
V

<
√
M√
V

deci este o

cantitate neglijabila pentru V foarte mare. In contrast K0

V
este finita si este data de:

K0

V
=

∫
d4xK(x). (1.27)

In continuare neglijam toate modurile pµ ̸= 0 si integram numai dupa modul K0. Un

scurt calcul conduce la:

⟨Ω|TΦ(x1)Φ(x2)|Ω⟩ =
1

V 2

∑
m

exp[−ipm(x1 − x2)]iV ×

×

∫
dK 1

2
V
K0−(m2

0−p2m)
exp[i

∫
d4x 2

λ
K2] 1

det[ K
V 2+

1
2V

[2
K0
V

−(m2
0−p2n)(δ2n+1,2n+1+δ2n+2,2n+2)]]1/2∫

dK exp[i
∫
d4x 2

λ
K2] 1

det[ K
V 2+

1
2V

[
2K0
V

−(m2
0−p2n)(δ2n+1,2n+1+δ2n+2,2n+2)]]1/2

(1.28)

Facem notatiile:

1

λ

2

V
= ba0

m2
0 − p2m = c2

2

V
= a0

det[
K

V 2
+

1

2V
[
2K0

V
− (m2

0 − p2n)(δ2n+1,2n+1 + δ2n+2,2n+2)]] = det[a0K0 +B] (1.29)
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Trebuie sa evaluam:∫
dKdK0 exp[2iba0K

2
0 +

∫
d4x2ibK2] 1

(a0K0−c2)[det[a0K0+B]]1/2∫
dKdK0 exp[ibK2

0 +
∫
d4xibK2)] 1

[det[a0K0+B]]1/2

=

− 1

c2

∫
dKdK0 exp[2iba0K

2
0 +

∫
d4x2ibK2)][1 + a0K0

c2
+

a20K
2
0

c4
+ ...] 1

[det[a0K0+B]]1/2∫
dKdK0 exp[ibK2

0 +
∫
d4xibK2] 1

[det[a0K0+B]]1/2

(1.30)

Pentru a determina raportul din Eq. (1.30) evaluam fiecare termen din dezvoltarea in serie

din numarator:

In =

∫
dK0dK

(a0K0)
n

c2n
exp[2iba0K

2
0 ][exp[

∫
d4x2ibK2](det[a0K0 +B])−1/2 =∫

dK0dK
1

a0

d[ (a0K0)n+1

c2n(n+1)
]

dK0

exp[2iba0K
2
0 ][exp[

∫
d4x2ibK2](det[aK0 +B])−1/2 =

−
∫

dK0dK
1

a0

(a0K0)
n+1

c2n(n+ 1)
(4iba0K0) exp[2iba0K

2
0 ] exp[

∫
d4x2ibK2](det[aK0 +B])−1/2 −∫

dK0dK
(a0K0)

n+1

a0c2n(n+ 1)
exp[2iba0K

2
0 ]
∑
k

[
−a0

a0K0 − c2k
][exp[

∫
d4x2ibK2](det[a0K0 +B])−1/2 =

− 4ibc4

a0(n+ 1)
In+2 −

∫
dKdK0

(a0K0)
n+1

c2n(n+ 1)

∑
k

1

c2k
[1 +

a0K0

c2k
+

(a0K0)
2

c4k
+ ...]×

exp[2iba0K
2
0 ] exp[

∫
d4x2ibK2](det[a0K0 +B])−1/2. (1.31)

Din Eq. (1.88) se obtine urmatoarea formula de recurenta:

(n+ 1)In + In+2c
4[
4ib

a0
+
∑
k

1

c4k
] + In+1c

2
∑
k

1

c2k
+ ...+ In+rc

2r
∑
k

1

c2rk
+ ... = 0 (1.32)

Se inmulteste intreaga Eq. (1.32) cu 1
V
, se face notatia Inc

2n = Jn si se obtine:

1

V
(n+ 1)Jn + Jn+1

1

V

∑
k

1

c2k
+ Jn+2[2ib+

1

V

∑
k

1

c4k
] + ... = 0 (1.33)

In cele din urma se obtine din Eqs. (1.42) si (1.33) expresia pentru propagator:

Propagator = − 1

c2

∑
n

In/I0 =

= − 1

c2

∑
n

1

c2n
Jn/I0. (1.34)

Avem nevoie de urmatoarele notatii si rezultate utile:

1

V

∑
k

1

c2rk
=

1

V

∑
k

1

(m2
0 − p2k)

r
= (−1)r

∫
d4p

1

(p2 −m2
0)

r
= qr, (1.35)
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si,

q1 = i
1

16π2
[Λ2 −m2

0 ln[
Λ2

m2
0

]]

q2 = i
1

16π2
[−1 + ln[

Λ2

m2
0

]]

qn,n>2 = i
1

16π2

(m2
0)

2−n

(n− 1)(n− 2)
. (1.36)

Expresia exacta pentru propagatorul unui camp scalar in teoria perturbatiilor este data

de:

i

p2 −m2 −M2(p2)
(1.37)

unde m este masa fizica si M2(p2) este ”one particle irreducible self energy”. In abordarea

noastra propagatorul este:

i

p2 −m2
0

∑
n

(−1)n
Jn
I0

1

(p2 −m2
0)

n
(1.38)

Dupa anumite calcule, simplificari se poate dovedi ca:

Jn
I0

|p2=m2 = [m2
0 −m2]n. (1.39)

Notam,

X = [m2
0 −m2], (1.40)

si sumam in formula de recurenta din Eq. (1.33) toti termenii cu indicii n + k, k ≥ 3

pentru p2 = m2. ∑
k≥3

Jn+k

I0
qk = Xn

∑
k

i

16π2
m4

0(
X

m2
0

)n
1

(n− 1)(n− 2)
=

i

16π2
Xn+1[X + (m2

0 −X) ln[
m2

0 −X

m2
0

]] (1.41)

Formula de recurenta devine:

(n+ 1)a0X
n + q1X

n+1 + (
2i

λ
+ q2)X

n+2 +
i

16π2
Xn+1[X + (m2

0 −X) ln[
m2

0 −X

m2
0

] = 0

(n+ 1)a0
1

X
+ q1 + (

2i

λ
+ q2)X +

i

16π2
[X + (m2

0 −X) ln[
m2

0 −X

m2
0

] = 0

q1 + (
2i

λ
+ q2)X +

i

16π2
[X + (m2

0 −X) ln[
m2

0 −X

m2
0

] = 0, (1.42)
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ceea ce conduce la:

q1 + (m2
0 −m2)[

2i

λ
+ q2] +

i

16π2
[(m2

0 −m2) +m2 ln[
m2

m2
0

]] = 0 (1.43)

Eq. (1.43) determina masa fizica in functie de ”bare mass” si de ”cut-off scale”. Pentru

un ”cut-off scale” mare se poate imparti Eq. (1.43) la q1 si sa se retina numai primii doi

termeni. Atunci,

m2 ≈ m2
0 +

q1
2i
λ
+ q2

≈ m2
0 +

Λ2 −m2
0 ln[

Λ2

m2
0
]

1 + λ
32π2 [−1 + ln[ Λ

2

m2
0
]]

λ

32π2
. (1.44)

E de mentionat ca acest rezultat conduce la acelasi coeficient de prim ordin la dimensiunea

anomala a masei ca in procedurile de renormalizare standard. Urmatorii coeficienti sunt

diferiti intrucat metoda utilizata constituie o procedura de renormalizare diferita.

C. Functia de partitite in teoriile de etalonare cu fermioni intr-un nou formalism

functional

Cea mai simpla teorie de etalonare cu fermioni este QED cu o singura specie de fermioni,

teorie care are Lagrangianul:

LQED = Ψ̄(iγµDµ −m)Ψ− 1

4
FµνF

µν . (1.45)

Scriem Eq. (1.45) in functie de modurile Fourier:∫
d4xLQED =

1

2

∫
d4k

(2π)4
Aµ(k)[−k2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν ]Aν(−k) +

+

∫
d4k

(2π)4
[Ψ(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)]− e

∫
d4k

(2π)4
d4p

(2π)4
Ψ̄(p)γµΨ(−p+ k)Aν(−k),(1.46)

unde numaram peste modurile k positive sau negative.

Consideram expresia care contine campul de etalonare Aµ ca un termen quadratic plus

un termen linear. Formam din acestia un patrat perfect si integram dupa modurile campului

de etalonare Aµ:

W [0] =

∫
dΨdΨ̄dAµ exp[i

∫
d4xLQED] =

const

∫ ∏
i

∏
j

dΨ(pi)dΨ̄(pj)(det[k
2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν ])−1/2 ×

exp[i[

∫
d4k

(2π)4
[Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)]−∫

e2
d4k

(2π)4
d4q

(2π)4
d4p

(2π)4
[
1

4
Ψ̄(p)γµΨ(p+ k)D−1

µν Ψ̄(q)γνΨ(q − k)]]. (1.47)
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Pentru a obtine aceasta expresie se face schimbarea de variabila Aµ(k) → Aµ(k) −
Ψ̄(p)γνΨ(−p+k)

2Dµν si notatia :

Dµν = −k2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν , (1.48)

unde ξ este parametrul de etalonare obisnuit. Vom integra in Eq. (1.47) prin introducerea

unei noi variabile ηµ si a unei functii delta:

W [0] = const

∫ ∏
i

∏
j

∏
k

dΨ̄(pi)dΨ(pj)dηµ(pk)(det[k
2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν ])−1/2δ(ηµ − Ψ̄γµΨ)×

exp[i[

∫
d4k

(2π)4
Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)−

∫
e2

4

d4k

(2π)4
ηµD−1

µν η
ν ]] (1.49)

Mai departe exprimam functia delta in functie de reprezentarea ei exponentiala si

obtinem:

W [0] = const

∫ ∏
i

∏
j

∏
k

∏
r

dΨ̄(pi)dΨ(pj)dηµ(pk)dKµ(pr)(det[−i(k2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν)])−1/2 ×

exp[i

∫
d4k

(2π)4
Kµ(p)(ηµ(−p)− Ψ̄(q)γµΨ(−q − p))]×

exp[i[

∫
d4k

(2π)4
Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)−

∫
e2

4

d4k

(2π)4
ηµ(k)D−1

µν η
ν(−k)]]. (1.50)

Integram peste variabila ηµ prin formarea unui patrat perfect in exponent si obtinem:

W [0] = const

∫ ∏
i

∏
j

∏
k

dΨ̄(pi)dΨ(pj)dKµ(pk)(det[−i(k2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν)])−1/2 ×

(det[
1

e2
Dµν ])

1/2(det[
1

e2
Dµν ])

1/2 exp[i

∫
d4k

(2π)4
1

2e2
Kµ(k)D

µν(k)Kν(−k)]×

exp[i

∫
d4k

(2π)4
Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)− i

∫
d4k

(2π)4
d4p

(2π)4
Kµ(k)Ψ̄(p)γµΨ(−k + p)] =

= const

∫ ∏
i

dKµ(pi)(det[
1

2
(k2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν)])−1/2(det[

2i

e2
Dµν ])

1/2 ×

exp[i

∫
d4k

(2π)4
1

2e2
Kµ(k)D

µν(k)Kν(−k)]× det[(γµkµ −m)δm,n − γµ(Kµ)−m−n=k] (1.51)

Este de mentionat ca rezultatul obtinut in Eq. (1.51) este exact acela pentru QED cu

variabila Aµ inlocuita de noua variabila Kµ. Totusi procedura descrisa nu este redundanta

intrucat prin pasii intermediari ne ajuta sa determinam functia beta a sarcinii electrice intr-o

noua abordare.
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Expresia pentru ” two point function” este data de:∫ ∏
i

∏
j

∏
k

dAµ(pi)dΨ̄(pj)dΨ(pk)Aρ(p)Aσ(q) exp[i

∫
d4xLQED] (1.52)

Facem din nou schimbarea de variabila Aν(k) → Aν(k)− e
2
Ψ(p) γν

Dµν
Ψ(p− k) si obtinem:

Iρσ =

∫ ∏
i

∏
j

∏
k

dAµ(pi)dΨ̄(pj)dΨ(pk)[Aρ(p)Aσ(q) +
e2

4
Ψ̄(r)

γµ

Dµρ(p)
Ψ(r + p)Ψ̄(u)

γν

Dνσ(q)
Ψ(u+ q)]

× exp[i
1

2

∫
d4k

(2π)4
Aµ(k)DµνAν(−k) +

∫
d4k

(2π)4
Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)−∫

e2
d4k

(2π)4
d4q

(2π)4
d4p

(2π)4
[
1

4
Ψ̄(p)γµΨ(p+ k)D−1

µν Ψ̄(q)γνΨ(q − k)]], (1.53)

Intrucat integralele peste campurile de etalonare si “ peste fermioni sunt separate putem

scrie:

Iρσ =

∫ ∏
i

dAµ(pi)[Aρ(p)Aσ(q)] exp[i
1

2

∫
d4k

(2π)4
Aµ(k)DµνAν(−k)]×∫ ∏

j

∏
k

dΨ̄(pj)dΨ(pj) exp[i

∫
d4k

(2π)4
Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)−∫

e2
d4k

(2π)4
d4q

(2π)4
d4p

(2π)4
[
1

2
Ψ̄(p)γµΨ(p+ k)D−1

µν (k)Ψ̄(q)γνΨ(q − k)]] +∫ ∏
i

dAµ(pi) exp[i
1

2

∫
d4k

(2π)4
Aµ(k)DµνAν(−k)]×∫ ∏

j

∏
k

dΨ̄(pj)dΨ(pk)[
e2

4
Ψ̄(r)

γµ

Dµρ(p)
Ψ(r + p)Ψ̄(u)

γν

Dνσ(q)
Ψ(u+ q)]×

exp[i

∫
d4k

(2π)4
Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)−∫

e2
d4k

(2π)4
d4q

(2π)4
d4p

(2π)4
[
1

2
Ψ̄(p)γµΨ(p+ k)D−1

µν Ψ̄(q)γνΨ(q − k)]] (1.54)

Primul termen in Eq. (1.54) poate fi separat ceea ce conduce la:∫ ∏
i

dAµ(pi)[A
ρ(k)Aσ(q)] exp[i

1

2

∫
d4k

(2π)4
Aµ(k)DµνAν(−k)] =

δ(k − q)
iξ

2

δ2

δkρδkσ
(det[i(−k2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν ])−1 =

−i

k2
(gρσ − kρkσ

k2
)(det[i(−k2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν ])−1, (1.55)

ceea ce corespunde propagatorului campului de etalonare liber in etalonarea Landau.
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Aici trebuie sa clarificam un punct. Operatorul quadratic kinetic care apare in Lagrangian

este singular asa incat trebuie sa introducem parametrul de etalonare pentru consistenta.

Vom lucra in etalonarea cu ξ = 0. Atunci,

iξ
∂2

∂kρkσ
i(−k2Aµ(k)A

µ(−k) + (1− 1

ξ
)kµkνAµ(k)Aν(−k)) =

ξ[−2gρσAµ(k)A
µ(−k) + 2(1− 1

ξ
)Aρ(k)Aσ(−k)] = Aρ(k)Aσ(−k), (1.56)

in limita ξ = 0.

Operatorul Dµν satisface ecuatia:

[−k2gµν + (1− 1

ξ
)kµkν ]D̃νρ = iδρµ, (1.57)

unde D̃νρ este operatorul invers:

D̃νρ =
−i

k2
(gνρ − (1− ξ)

kνkρ

k2
). (1.58)

Se obtine in continuare:

ξ

2

δ2

δkρδkσ

1

Dµν

=
1

DµσDνρ

. (1.59)

de asemenea in etalonarea Landau. Aici sunt si alti termeni pe care ii ignoram pentru ca nu

corespund diagramelor ”one particle irreducible”.

Mai departe calculam:∫ ∏
i

∏
j

dΨ̄(pi)dΨ(pj)[
e2

4
Ψ̄(r)

γµ

Dµρ(p)
Ψ(r + p)Ψ̄(s)

γν

Dνσ(q)
Ψ(s+ q)]×

exp[i

∫
d4k

(2π)4
Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)−

∫
e2

d4k

(2π)4
d4q

(2π)4
d4p

(2π)4
[
1

2
Ψ̄(p)γµΨ(p+ k)D−1

µν Ψ̄(q)γνΨ(q − k)]] =

=
iξ

2

∂2

∂kρkσ

∫ ∏
i

∏
j

dΨ̄(pi)dΨ(pj) exp[i

∫
d4k

(2π)4
Ψ̄(k)(γµkµ −m)Ψ(−k)−∫

e2
d4k

(2π)4
d4q

(2π)4
d4p

(2π)4
[
1

2
Ψ̄(p)γµΨ(p+ k)D−1

µν Ψ̄(q)γνΨ(q − k)]], (1.60)

si observam ca trebuie sa consideram cantitatea:

iξ

2

∂2

∂kρ∂kσ
const

∫ ∏
i

dKµ(pi)(det[
2i

e2
Dµν ])

1/2(det[iDµν ])
−1/2 ×

exp[i

∫
d4k

(2π)4
1

2e2
Kµ(k)D

µνKν(−k)] det[(γµpµ −m)δmn − γµ(Kµ)−m−n=k] = (det[
2

e2
])1/2 ×

iξ

2

∂2

∂kρ∂kσ
exp[i

∫
d4k

(2π)4
1

2e2
Kµ(k)D

µν(k)Kν(−k)] det[(γµpµ −m)δmn − γµ(Kµ)−m−n=k],(1.61)
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Apoi facem schimbarea de variabila Kµ

e
→ Kµ si obtinem:

Iρσ ≈ iξ

2

∂2

∂kρ∂kσ

∫
dKµ exp[i

∫
d4k

(2π)4
1

2
Kµ(k)D

µνKν(−k)] det[(γµpµ −m)δmn − eγµ(Kµ)−m−n=k](1.62)

Introducem operatorul,

Oαµ =

√
i

2k2
[k2gµα − (1− 1√

ξ
)kµkα] (1.63)

care satisface relatia,

OαµO
α
ν = − i

2
Dµν . (1.64)

Facem din nou o schimbare de variabila:

K ′
µ = KαO

α
µ . (1.65)

care conduce la:

Iρσ = const
iξ

2

∂2

∂kρ∂kσ

∫ ∏
i

dKµ(pi)(det[i(k
2gµν − (1− 1

ξ
)kµkν ])−1 exp[−

∫
d4k

(2π)4
1

2
Kµ(k)Kν(−k)]×

det[(γµpµ −m)δmn − γµe(Kα)−m−n=k(O
α
µ)

−1]. (1.66)

Prima contributie vine de la:

iξ

2

∂2

∂kρ∂kσ
det[k2gµν − (1− 1

ξ
)kµkν ])−1 =

−i
1

k2
(gρσ − (1− ξ)

kρkσ

k2
) det[i(k2gνµ − (1− 1

ξ
)kµkν)])−1 (1.67)

care este propgatorul campului liber. Pe langa aceasta urmatoarea contributie vine de la un

termen de tipul:

∂

∂kρ
(det[k2gµν − (1− 1

ξ
)kµkν ])−1 ∂

∂kσ
det[(γµpµ −m)δmn − eγµ(Kα)−m−n=k(O

α
µ)

−1],(1.68)

care este zero in limita ξ = 0 dupa ce se face din nou schimbarea de variabilaKα → −2ioµαKµ.

Urmatoarea contributie este:

iξ

2

∂2

∂kρ∂kσ
det[(γµpµ −m)δmn − eγµ(Kα)−m−n=k(O

α
µ)

−1] (1.69)

In continuare pentru a determina functia beta avem nevoie de formula de diferentiere a

unui determinant.

1

2

∂2

∂kρ∂kσ
detA =

1

2
detATr[

∂A

∂kρ
A−1]Tr[

∂A

∂kσ
A−1] +

1

2
detATr[

∂2A

∂kρ∂kσ
A−1]− 1

2
detATr[

∂A

∂kρ
A−1 ∂A

∂kσ
A−1]. (1.70)
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unde,

A = [(γµpµ −m)δmn − eγµ(Kα)−m−n=k(O
α
µ)

−1]. (1.71)

Pentru a determina renormalizarea sarcinii data de 1
1−Π(0)

si in consecinta functia beta

trebuie sa calculam doi termeni:

−iξ
1

2
detATr[

∂A

∂kρ
A−1 ∂A

∂kσ
A−1]

iξ
1

2
detATr[

∂A

∂kρ
A−1]Tr[

∂A

∂kσ
A−1], (1.72)

unde primul termen corespunde contributiei ”one loop” si al doilea contributiei ”two loops”.

Functia beta se opreste la ”two loops”.

Pentru a determina termeni de tipul δA
δkρ

mentionam ca prezenta factorului ξ in fata

inseamna ca trebuie sa calculam numai contributiile proportionale cu 1
ξ
:

δA

δkρ
= eKα

√
2k2

i
(1−

√
ξ)

1

k2
(gµρ

kα

k2
+ gαρ

kµ

k2
) (1.73)

Apoi facem un nou schimb de variabile: Kα = K ′
ν

k2gνα−(1− 1√
ξ
)kνkα

√
k2

si determinam:

eKα

√
2k2

i
(1−

√
ξ)

1

k2
(gµρ

kα

k2
+ gαρ

kµ

k2
) → e

√
2

i

1

k2

1√
ξ
K ′

νk
νgµρ (1.74)

unde consideram doar termenul proportional cu 1√
ξ
.

Prima contributie in Eq. (1.76) este obtinuta astfel,

−iξ
1

2
detATr[

∂A

∂kρ
A−1 ∂A

∂kσ
A−1] =

− i

2(k2)2
2

i

∫
d4p

(2π)4
1

(p2 −m2)2
Tre2[kαKαk

βKβγ
ρ(γτpτ +m)γσ(γηpη +m)] =

= −igρσ
1

k2

2

64π2
[−Λ2 + 4m2 ln[

Λ2

m2
]]K2

µe
2. (1.75)

Rezultatul trebuie impartit la functia de partitie ceea ce conduce la:

− e2
2

64π2
[Λ2 − 4m2 ln[

Λ2

m2
]]

∫
dKµK

2
µ∫

dKµ

= −e2
1

16π2

1

3
[1− 4

m2

Λ2
ln[

Λ2

m2
]], (1.76)

unde integrala peste variabila K este realizata in coordonate sferice in spatiul euclideean cu

un ”cut-off” Λ.

Termenul ”two loop” este calculat astfel:

iξ
1

2
detATr[

∂A

∂kρ
A−1]Tr[

∂A

∂kσ
A−1] = igρσ

1

k2

1

3

1

64π4
(−Λ2 + 3m2 ln[

Λ2

m2
])2(K2

µ)
2 (1.77)
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Ecuatia de mai sus se imparte la functia de partitie si se obtine:

− e4
1

64π4
(−Λ2 + 3m2 ln[

Λ2

m2
])2

∫
dKµ(K

2
µ)

2∫
dKµ

= −e4
1

64π4
(−1 + 3

m2

Λ2
ln[

Λ2

m2
])2

1

2
. (1.78)

In final rezulta functia beta pentru sarcina electrica:

β(α) =
∂(α

π
)

∂ ln[M2]
=

1

3
(
α

π
)2 +

1

4
(
α

π
)4, (1.79)

si are numai primii doi coeficienti diferiti de zero ceea ce corespunde la renormalizarea ’t

Hooft intr-o noua abordare functionala.

D. Functia de partitite in teoriile de etalonare cu interactie tare intr-un nou for-

malism functional

Urmatorul Lagrangian pe care il vom studia este Lagrangianul Yang Mills:

L = −1

4
(F a

µν)
2, (1.80)

unde,

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ + gfabcAb

µA
c
ν . (1.81)

Lagrangianul din Eq. (1.80) este fixat prin introducerea Lagrangianului ”ghost”:

Lg = c̄a(−∂µ∂µ − gfabc∂µAb
µ)c

c. (1.82)

Vom lucra in etalonarea Feynman (ξ = 1) si in spatiul Fourier. Utilizand,

Aa
µ(x) =

1

V

∑
n

exp[−iknx]A
a
µ(kn), (1.83)

Lagrangianul poate fi rescris ca:∫
d4xL = −1

2

1

V

∑
n

k2
nA

aν(kn)A
a
ν(−kn) +

1

V

∑
n

k2
nc̄

a(kn)c
a(−kn) +

+
i

V 2

∑
n,m

kµ
nA

a
ν(kn)f

abcAb
µ(km)A

cν(−kn − km)−

− 1

V 3
fabcfade

∑
n,m,p

Abµ(kn)A
cν(km)A

d
µ(kp)A

e
ν(−kn − km − kp)−

− i

V 2

∑
n,m

kµ
n c̄

a(kn)gf
abcAb

µ(km)c
c(−kn − km). (1.84)
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Functia de partitie este definita de:

Z0 =

∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km) exp[i

∫
d4xL], (1.85)

unde in exponent trebuie utilizata Eq. (1.84).

Aceasta poate fi rescrisa ca:

Z0 = factor× exp[
∑
i

Vi] (1.86)

unde Vi este o diagrama tipica ”disconnected”. Toate diagramele Vi diagrams sunt inchise si

nu depind de impulsuri. Factorul din fata este un produs obtinut prin inetegrarea integralelor

de tip ”gaussian” care corespund termenilor kinetici. Asadar expresia completa pentru

functia de partitie este:

Z0 = const
∏
i

(k2
i )

N2−1
∏
j

(k2
j )

−d/2(N2−1) exp[
∑
i

Vi] (1.87)

unde N vine de la grupul Yang Mills SU(N).

Mai departe calculam:

Z0 =

∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km) exp[i

∫
d4xL] =

=

∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)

dAa
ν(k)

dAa
ν(k)

exp[i

∫
d4xL] =

=

∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)

d

dAa
ν(k)

[Aa
ν(k) exp[i

∫
d4xL]]−

−
∫ ∏

i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)A

a
ν(k)

d

dAa
ν(k)

exp[i

∫
d4xL]. (1.88)

Mai intai analizam primul termen dupa semnul egal din Eq. (1.88). Obtinem:∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)A

a
ν(k) exp[i

∫
d4xL]Aa

ν(k)=+∞ −∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)A

a
ν(k) exp[i

∫
d4xL]Aa

ν(k)=−∞. (1.89)

Factorul exponential in Eq. (1.89) va contine:

exp[i

∫
d4xL] ∼ other factors× exp[− i

2
k2Aaν(k)Aa

ν(k)] (1.90)
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Cantitatea k2 trebuie de fapt sa fie scrisa ca k2 + iϵ unde ϵ asigura convergenta integralei

gaussiene. Atunci se obtine:

lim
Aa

ν→±∞
Aa

ν(k) exp[−
i

2
k2Aaν(k)Aa

ν(k)−
ϵ

2
Aaν(k)A

a
ν(k)] = 0 (1.91)

Asadar prima contributie dupa semnul egal in Eq. (1.88) este zero. Urmatoarea contributie

este:

Z0 =

∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)(−i)[−k2

V
Aaν(k)Aa

ν(−k) +

3i

V 2
gkµ

∑
p

fabcAa
ν(k)A

b
µ(p)A

cν(−k − p)− i

V 2
g
∑
p

pν c̄b(p)f bacAa
ν(k)c

c(−p− k)−

− 1

V 3
g2f bacf bde

∑
p,q

Aa
ν(k)A

c
µ(p)A

dν(q)Aeµ(−p− k − q)]× exp[i

∫
d4xL]. (1.92)

In conformitate cu Eq. (1.87) se poate scrie:

kµ dZ0

∂kµ
= −2(N2 − 1)[

d

2
− 1]Z0 (1.93)

Aplicam operatorul kµ d
dkµ

ecuatiei Eq. (1.85) si obtinem:

kµdZ0

dkµ
=

∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)×

i[− 1

V
k2Aaν(k)Aa

ν(−k) +
2

V
k2c̄a(k)ca(−k) +

i

V 2
kµ

∑
p

Aa
ν(k)f

abcgAb
µ(p)A

cν(−p− k)−

− i

V 2

∑
p

kµc̄a(k)gfabcAb
µ(p)c

c(−p− k)]× exp[i

∫
d4xL. (1.94)

Urmatorul pas este sa consideram Lagrangianul Yang Mills din perspectiva renormalizarii

ceea ce conduce la:

Lr = −1

2

1

V
Z3

∑
n

k2
nA

aν(kn)A
a
ν(−kn) +

1

V
Z2

∑
n

k2
nc̄

a(kn)c
a(−kn) +

+
i

V 2
Z3g

∑
n,m

kµ
nA

a
ν(kn)f

abcAb
µ(km)A

cν(−kn − km)−

− 1

V 3
Z4gg

2fabcfade
∑
n,m,p

Abµ(kn)A
cν(km)A

d
µ(kp)A

e
ν(−kn − km − kp)−

− i

V 2
Z ′

1

∑
n,m

kµ
n c̄

a(kn)gf
abcAb

µ(km)c
c(−kn − km). (1.95)

18



Aici campurile de etalonare si cuplajele trebuie considerate renormalizate si constantele de

renormalizare satisfac identitatile Slanov-Taylor:

g20 =
Z2

3g

Z3
3

g2µϵ =
Z4g

Z2
3

g2µϵ =
Z ′2

1

Z ′2
2 Z3

g2µϵ, (1.96)

unde d = 4− ϵ si µ este un parametru cu dimensiunea de masa.

In metoda ”background gauge field” care consta in separarea campului de etalonare Aa
µ

intr-un ”background” camp de etalonare Ba
µ si o fluctuatie cuantica Ãa

µ se obtin relatii mai

simple intre constantele de renormalizare:

Z4g = Z3g = Z3

Z2 = Z ′
1

Zg = Z
−1/2
3 . (1.97)

Aplicate la Lagrangianul renormalizat Eqs.(1.92) si (1.94) vor deveni:

Z0 =

∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)(−i)[−k2

V
Z3A

aν(k)Aa
ν(−k) +

3i

V 2
Z3ggk

µ
∑
p

fabcAa
ν(k)A

b
µ(p)A

cν(−k − p)− i

V 2
gZ ′

1

∑
p

pν c̄b(p)f bacAa
ν(k)c

c(−p− k)−

− 1

V 3
g2Z4gf

bacf bde
∑
p,q

Aa
ν(k)A

c
µ(p)A

dν(q)Aeµ(−p− k − q)]× exp[i

∫
d4xL], (1.98)

si

−2(N2 − 1)[
d

2
− 1]Z0 =

∫ ∏
i

∏
j

∏
m

dAa
µ(ki)dc̄

b(kj)dc
d(km)×

i[− 1

V
Z3k

2Aaν(k)Aa
ν(−k) +

2

V
Z2k

2c̄a(k)ca(−k) +
i

V 2
kµZ3g

∑
p

Aa
ν(k)f

abcgAb
µ(p)A

cν(−p− k)−

− i

V 2
Z ′

1

∑
p

kµc̄a(k)gfabcAb
µ(p)c

c(−p− k)]× exp[i

∫
d4xL]. (1.99)

Aplicam formula de reductie LSZ ecuatiilor (1.98) si (1.99) si obtinem:

1 = a1Z3 + a2gZ3g

∑
p

kµ 1

k2p2(p+ k)2
fabc⟨k⃗, ϵa,ν ; p⃗, ϵb,µ|S|

−−−→
p+ k, ϵc,ν⟩+

+a2gZ
′
1

∑
pµ

1

p2k2(p+ k)2
fabc⟨p⃗, a; k⃗, ϵb,µ|S|

−−−→
p+ k, c⟩+

+a3g
2Z4gf

bacf bde⟨k⃗, ϵa,ν ; p⃗, ϵc,µ|S| − q⃗, ϵd,ν ;
−−−−−−→
k + p+ q, ϵe,µ⟩, (1.100)
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si,

−2(N2 − 1)(
d

2
− 1) = b1Z3 + b2Z

′
2 + b3Z3g

∑
p

kµ 1

k2p2(p+ k)2
fabc⟨k⃗, ϵa,ν ; p⃗, ϵb,µ|S|

−−−→
p+ k, ϵc,ν⟩+

b4gZ
′
1

∑
kµ 1

p2k2(p+ k)2
fabc⟨k⃗, a; p⃗, ϵb,µ|S|

−−−→
p+ k, c⟩. (1.101)

Eqs. (1.100) and (1.101) contin relatii intre constantele de renormalizare si functiile

”two”, ”three” si ”four point”. Utilizand,

a2gZ3gg
∑
p

kµ 1

k2p2(p+ k)2
fabc⟨k⃗, ϵa,ν ; p⃗, ϵb,µ|S|

−−−→
p+ k, ϵc,ν⟩ =

a2Z3gg
∑
p

k2 1

k2p2(p+ k)2
fabcfabcΓ(p, k,−(p+ k)) + ..... (1.102)

si faptul ca p2, k2, pk sunt ”on-shell” se obtine:

a2Z3g

∑
p

k2 1

k2p2(p+ k)2
fabcfabcΓ(p, k,−(p+ k)) = a2Z3g

∑
p

1

p2(p+ k)2
constg2 =

a2Z3gg
2const

(p2)2

p(k + p)2
= bZ3gg

2 (1.103)

Aplicand aceeasi procedura ecuatiilor (1.100) si (1.101) se obtine:

1 = aZ2 + bZ3gg
2 + cZ ′2

1 g
2 + dZ4gg

4, (1.104)

si

x = yZ3 + zZ2 + uZ3gg
2 + wZ ′

1g
2. (1.105)

Aici a, b, c, d, x, y, z, u, w sunt constante independente de constanta de cuplaj dar care

raman nedeterminate.

Prin acelasi procedeu aplicat campurilor ”ghost” se obtine usor o noua relatie:

r1 = r2Z2 + r3Z
′
1g

2, (1.106)

unde r1, r2 si r3 sunt constante independente de constanta de cuplaj dar care raman nede-

terminate.

In abordarea standard nu se pot determina constantele de renormalizare din ecuatiile

(1.104), (1.105) si (1.106) intrucat avem trei ecuatii si cinci constante de renormalizare. In
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metoda ”background gauge field” lucrurile se simplifica si ecuatiile (1.104), (1.105) si (1.106)

conduc la:

1 = (f1 + f2g
2 + f3g

4)Z3 + f4Z2g
2

1 = (h1 + h2g
2)Z3 + h4Z2g

2

1 = (c1 + c2g
2)Z2 (1.107)

unde fi, hi si ci sunt constante, unele din ele divergente. De aici se determina o formula

pentru Z3 si o conditie de consistenta:

Z3 =
c1 + (c2 − h4)g

2

(c1 + c2g2)(h1 + h2g2)

c1 + (c2 − h4)g
2

h1 + h2g2
=

c1 + (c2 − f4)g
2

f1 + f2g2 + f3g4
(1.108)

Din a doua ecuatie se determina printre altele c2 = h4 si din prima Z3:

Z3 =
1

1 + d1g2 + d2g4
, (1.109)

unde d1 = h2 + h1c2/c1, d2 = c2/c1h2 si h1 = 1.

Vom utiliza dezvoltarea in serie a constantei de renormalizare Z3 in functie de parametrul

de regularizare dimensionala 1
ϵ
desi procedura noastra de renormalizare nu este identica cu

renormalizarea dimensionala:

Z1 = 1 +
Z

(1)
3

ϵ
+

Z
(2)
3

ϵ2
+ ... (1.110)

Coeficientii d1 si d2 sunt divergenti si pot fi dezvoltati in serie in functie de 1
ϵ
:

d1 =
d(1)
ϵ

+
d
(2)
1

ϵ2
+ ...

d2 =
d
(2)
2

ϵ
+

d
(2)
2

ϵ2
+ ... (1.111)

Aplicand Eqs. (1.110) si (1.111) ecuatiei (1.109) se obtine:

Z
(1)
1 = −d

(1)
1 g2 − d

(1)
2 g4 (1.112)

Functia beta este definita ca:

β = µ2 dg
2

dµ2
= −g4

∂Z
(1)
3

∂g2
= g4(d

(1)
1 + g2d

(2)
2 ) (1.113)
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Intrucat primii doi coeficienti sunt universali functia beta este determinata complet si core-

spunde schemei’t Hooft. Coeficientii d
(1)
1 si d

(1)
2 sunt identificati cu:

d
(1)
1 = −11

3
N

1

(4π)2

d
(1)
2 = −34

3
N2 1

(4π)4
. (1.114)
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