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Resumo

Os desenvolvimentos recentes nas teorias de cordas sugerem que o principio holografico
deve constituir um elemento central de uma teoria definitiva que incorpore consisten-
temente a interacao gravitacional no regime microscépico. Neste cenario, torna-se ne-
cessario uma reinterpretacao termodinamica do que seriam os efetivos graus de liberdade
da teoria fundamental. Nesta tese exploramos como fenomenos de condensacao apare-
cem na dinamica de D-branas em compactificagoes toroidais, na dinamica das cordas nas
vizinhancas de singularidades cosmoldgicas e na interacao a 1-loop de cordas fechadas me-

diante a exploracao conteudo termodinamico contido nas transformacgoes de Bogoliubov.
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Abstract

Recent developments in string theories suggest the holographic principle can play a central
role in a consistent description of gravitational interaction at the microscale regime. In
this scenario, it becomes necessary to reinterpret in a thermodynamical way what would
be the very effective degrees of freedom of the fundamental theory. In this thesis we ex-
plore condensation phenomena in the dynamics of D-branes in toroidal compactifications,
strings near cosmological singularities as well as 1-loop bosonic closed string interaction

by analysis of the intrinsic thermodynamical content of Bogoliubov transformations.
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Capitulo 1

Introducao

A teoria de cordas se destaca por ser uma das principais candidatas a descricao da in-
teracao gravitacional no regime microscopico. Esta afirmacao em grande medida se baseia
na existéncia de um modo de massa zero com spin 2 no espectro de cordas fechadas e
sua interagao com os modos do setor de Yang-Mills (spin 1 do setor de cordas abertas)
é livre dos problemas usuais de renormalizacao e unitariedade presentes nas formulagoes
da gravidade quantica via linearizacao da agao de Einstein-Hilbert, bem como suas gene-
ralizagoes.

Embora este éxito das cordas em montar um esquema consistente para a propagagao
do modo de spin-2 ainda nao signifique que a teoria de fato descreve a gravidade no regime
microscopico, visto que ainda nao se compreende como se da a formacgao da geometria do
espaco-tempo a partir das cordas, considera-se que se trata de um avanco significativo.
Em parte, o éxito repousa na invariancia conforme da teoria em 2 dimensoes: devido a
invariancia conforme da folha-mundo da corda, as amplitudes de espalhamento dependem
apenas da topologia e nao da forma especifica da propagacao das cordas envolvidas no
processo.

O fato da descricao da gravidade microscopica envolver a simetria conforme concorda
com a expectativa geral da fisica de altas energias de que a invariancia conforme deva

valer no regime de altos momentos trocados nos diagramas de Feynmann.



Formalmente, e em nivel classico, este resultado pode ser observado no chamado refe-
rencial de momentos infinitos (Infinite Momentum Frame): o hamiltoniano relativistico
de um sistema de N particulas massivas livres se comporta enquanto um hamiltoniano
nao-relativistico sem parametro de massa no limite em que o momento numa das diregoes

¢ infinito

N 2 N 2
H= g 09| +gu|D_p)
=1 =1
07 1/2

N 2 N N
i=1 =1 =1

implica

gnyy2 + Gua P n guM?

H % ZZPZ
Geuls 2P, 2P,
9yy P2 + Goa P}
% ZZPZ
Gauls 2P,

ou seja, a dinamica nao mostra parametro de escala e portanto nao ha uma escala prefe-
rencial.

Surpreendentemente, uma realizacao fisica interessante do limite de momentos infinitos
é encontrada na escala cosmolégica com as geometrias de Sitter (dS) e sua relagdo com
o principio hologrdfico. Num universo de Sitter, a velocidade de afastamento cresce com
a distancia de modo que num raio finito R4 ocorre uma singularidade cosmoldgica que
impossibilita que sinais sejam trocados entre pontos distantes um do outro por R > Ryg
. Nesta situacao, o momento associado a velocidade de afastamento da matéria diverge
em Ry realizando o limite P, — 400. Com isto a simetria conforme joga um papel
fundamental tanto no limite ultramicroscépico quanto no ultramacroscopico. Sobre isto,
novamente as cordas apontam uma ligacao interessante entre as duas escalas de energia.
Através da invariancia modular do toro, as amplitudes de cordas a 1-loop numa escala de
energia u equivalem as amplitudes numa escala ;! eliminando portanto as divergéncias

UV e ligando definitivamente a dinamica macroscopica com a microscopica.



E um paradoxo entretanto, que a simetria conforme também represente o grande
obstaculo ao contato da teoria com a fisica conhecida em baixas energias. Uma vez que
a teoria nao possui escala privilegiada, nao é possivel derivar as massas ou acoplamentos
entre os modos de baixas energias descritos nas teorias de campos ja estabelecidas tais
como a cromodinamica quantica e a teoria eletrofraca. Em outras palavras, a teoria se
mostra incapaz de fazer prescrigoes mensuraveis.

Com isto, entendemos que um passo necessario para o avanco da conexao entre a teoria
de cordas e as teorias quanticas de campos em d = 3+ 1 deva ser o de discutir como se da
a redefinigao /renormalizagao dos graus de liberdade das teorias de cordas a medida que se
caminha para baixas energias. Em outras palavras, cabe a pergunta sobre como os graus
de liberdade das cordas, ao fluirem segundo as equagoes do grupo de renormalizacao, se
condensam nos graus de liberdade das TQC conhecidas.

A perspectiva dominante atualmente (interpretacao de Wilson) é que o grupo de renor-
malizacao realiza a ligagao entre a fisica nas diferentes escalas de energia parametrizando
a dinamica por meio de operadores marginais, renormalizaveis e super-renormalizaveis.

Por outro lado, uma maneira alternativa de compreender o mecanismo de redefini¢ao
dos graus de liberdade envolvido nas equacoes do grupo de renormalizagao é o das trans-
formagoes de Bogoliubov. De acordo com esta abordagem, a passagem entre a dinamica
numa escala de energia p e a dinamica na escala de energia p+ dp deve ser compreendida
enquanto uma transformagao canonica cujo gerador G () nada mais é do que o gerador
de uma transformagao de Bogoliubov.

Tradicionalmente, as transformacoes de Bogoliubov sao familiares na literatura da
fisica da matéria condensada. Em particular na descricao da supercondutividade, a pas-
sagem da descricao da dinamica de elétrons para a dinamica de pares de Cooper e a
consequente diagonalizagao do hamiltoniano, se da justamente por meio de uma trans-
formagao de Bogoliubov que entao marca uma escala de energia caracteristica para o
evento - a temperatura de condensagao/formagao dos pares de Cooper T..

Consequentemente, a confirmacao das teorias de cordas como uma proposta relevante



a fisica de altas energias, e em particular a gravidade microscépica, envolve a conciliagao
entre duas abordagens ao problema de como a fisica é sensivel as operagoes de reescala, a
dizer, a linguagem da teoria conforme, predominante nas cordas, e a linguagem do grupo
de renormalizacao, predominante nas TQC em d = 3 + 1.

Neste trabalho nos propomos a analise de uma possivel conciliagao acima mencionada
mediante a exploragao da dinamica das cordas usando as transformacoes de Bogoliubov
como ferramenta analitica.

No Capitulo 2, uma breve motivagao e exposicao das transformagoes de Bogoliubov
bem como de sua relagao com os fenomenos de condensacao sao apresentadas.

No Capitulo 3, é exposto o contetido do trabalho publicado [1] em que é discutido o
problema de como se da a termalizacao de cordas e Branas no cenario de compactificagoes
toroidais com campos de fundo mantidos frios.

O Capitulo 4 trata do conteido do artigo publicado [2], o qual diz respeito ao problema
da termalizacao de cordas na presenga de singularidades cosmologicas.

O contetdo do Capitulo 5 diz respeito ao artigo publicado [3] no qual a interagao entre
cordas fechadas é vista como um fenémeno de condensagao assinalado pelo aparecimento
de um termo de Bogoliubov misturando a dinamica dos modos a esquerda com a dos
modos a direita e dando origem a estados condensados.

No capitulo 6, os principais resultados sao coletados e discutidos dentro do contexto

geral da presente tese.



Capitulo 2

Transformacoes de Bogoliubov e

Estados Termodinamicos

2.1 A Fisica das Transformacoes de Bogoliubov

E justo dizer de um modo geral que a termodinamica é subordinada a mecanica estatistica:
as quantidades macroscépicas sao identificadas nas médias estatisticas sobre configuragoes
da dinamica microscépica (o ensemble) e em tltima instancia, a determinagao dos pesos
estatisticos e dos estados microscépicos do sistema em andlise, de uma forma ou de outra
constituem o alvo das teorias fundamentais da fisica. Particularmente, para os sistemas
em equilibrio termodinamico, as probabilidades se mantém estaveis no tempo e realizam,
por exemplo, o espectro de radiacao térmica dependendo somente dos niveis energéticos
pelo fator de Boltzmann.

Entre as médias sobre os estados microscopicos, uma em especial se destaca por tornar-
se maxima no equilibrio: a entropia (de Gibbs). Neste sentido, a entropia carrega consigo
um principio variacional realizado pela distribuicao de probabilidades para os estados

microscopicos

N
0<S=-kpy PlnP, <kplnN . (2.1)



A seta do tempo seria deste modo dada pela reorganizacao/interacao do mundo mi-
croscopico no sentido da producgao de entropia tendendo ao limite de Boltzmann em que
as configuracoes microscopicas sao equiprovaveis.

Os termos de Bogoliubov abrem uma interessante perspectiva sobre este argumento.

Como exemplo, tomemos o simples sistema de osciladores
[a,a']=1; al0)=0. (2.2)

O vécuo nao é invariante sob a evolugao temporal gerada por um hamiltoniano que

contenha um termo do tipo
GB:GT:z'G(aT—a);GGR. (2.3)

pois embora o operador evolucao temporal, ainda seja unitario, ele leva o vacuo num

estado com infinitos modos (condensados):
U~ e 8 (2.4)
implica

e—iGB |0> _ ee(aha) |0>

2~ (0a)
= FS =) (2.5)
n!
n=0
onde usamos o resultado
eATB — eAeBem3lAB] (2.6)

O resultado mostra que |6) é auto-estado do operador aniquilagao a com auto-valor 6.
O estado |0) é conhecido na literatura como estado coerente [4] e desempenha um papel
central na discussao dos lasers na literatura de dtica quantica [5], [6].

E notdvel que a presenca de termos de Bogoliubov estd intimamente ligada ao feno-
meno da quebra espontanea de simetria visto que esta especifica forma do operador G g
induz funcoes de 1-ponto nao-nulas. Por consequéncia disto, os termos de Bogoliubov

desempenham um papel importante na compreensao dos fenomenos de transicoes de fase.



Em particular, observa-se que a forma especifica do termo de Bogoliubov acima
corresponde ao operador momento associado ao oscilador harmonico multiplicado pelo

parametro 6

p = i(d—a) (2.7)

Disto pode-se dizer que o termo de Bogoliubov caracteristico do estado coerente é o
operador transla¢ao na respectiva coordenada canonicamente conjugada.

Observa-se ainda dai que um termo de momento nao-nulo no hamiltoniano significa a
escolha de um referéncial diferente daquele de repouso da respectiva coordenada canonica,
dito de outro modo, trata-se de uma injecao de momento no sistema, o que por sua vez
implica no processo de condensacao. Uma integracao sobre a escala de momento esconde
portanto uma integracao sobre condensados.

Na literatura, Ug (6) = exp (—iGp (7)) é usualmente referido como transformacao de
Bogoliubov, isto porque |f) pode ainda ser considerado como um vacuo para osciladores

transformados que representam a criagao e destruicao de modos condensados. Isto

af) = e GB0)qei¢s®) (2.9)
al () = e @OyleiCs0®) (2.10)
implica
a0)]9) = e GrOqeits0)=iGal)|0) = (2.11)
[ (0),a" ()] = e~ 108011080 — 1, (2.12)

Donde se conclui que Ug (0) é uma transformacao canonica.

Este esquema da dinamica induzida pelos termos de Bogoliubov sugere um mecanismo
geral de produgao de entropia (visto que a entropia apresenta saltos de descontinuidade
nas transicoes de fase) e, neste sentido, um caso especialmente importante é aquele em

que o sistema ja atingiu o equilibrio o que torna possivel uma defini¢ao de temperatura.
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Para fazer contato com a discussao usual da mecanica estatistica quantica, lembramos
a construcao do operador densidade para um ensemble estatistico de N estados quanticos

|t)m) num espago de Hilbert H:

N
p = }jzamwm>«ma (2.13)
m=1ijEH
N
= > Pyl (Gl s Py =) PuCinCi, (2.15)
i,jEH m=1

Médias estatisticas de operadores quanticos sao calculados mediante o traco sobre o
ensemble

(O) =Tr{pO} (2.16)

estat.

que, especificamente na base que diagonaliza p,
pij = 'PZZ(SU = 731(5” (2.17)

implica
0) = pijOs =Y _Pi(ilOli). (2.18)
i,] 7

A incerteza estatistica representa uma extensao das possibilidades para o resultado da
medida que pode ser lida no indice de ensemble e formalmente reportada a um novo setor
do espaco de Hilbert. Com isto, a média do operador O se reduz a média quantica no novo
espago de Hilbert H’ dotado de um setor aritificialmente construido (o qual chamaremos
de agora em diante de setor virtual de H') (no confundir com particulas virtuais) cujos

atributos serao representados por um sinal ~ sobrescrito

(O) = (Y|O]Y) (2.19)

- Y CCm <k l’O x 1 |m, 7) (2.20)
klmneH’

= Y CrCi(klOm) . (2.21)
klmeH



Em particular, no ensemble de equilibrio térmico as probabilidades sao dadas pelos
fatores de Boltzmann que dependem somente dos niveis energéticos do sistema fisico e
nao de qualquer histéria particular do sistema (que em principio poderia conferir outros
atributos ao estado levantando proje¢oes nao-nulas em especificas dire¢oes do espaco de

Hilbert)

Z(B)

Esta particularidade do equilibrio térmico impoe uma forma especial para o estado |¥),

P =

(2.22)

a dizer, seu unico atributo é a temperatura. Isto permite que |¥) seja apropriadamente
chamado de védcuo térmico e serd daqui em diante denotado por |0 (#))). Aqui entram
novamente as transformacoes de Bogoliubov: num sistema de osciladores duplicado pela

existéncia de um setor virtual

[a,a'] = [a,d"] =1, (2.23)

al0,0) = al0,0) =[a,a] = [a',a'] =0 (2.24)

as transformagoes de Bogoliubov de interesse sao

Ug () = e~¢5(®) (2.25)
onde
Gp () =i0 (a'a" — aa). (2.26)
O véacuo térmico é definido
_ 1 —iG0) |n &

2 & (falal)"

- Z'1/2<9)Z ———0.0) . (2.28)

n=0

Redefine-se o fator de normalizacao global do estado

1 & (bafal)”

0))) = 0). 2.2
Agora, da normalizacao da base de Fock
In) = (ah)" |0) (2.30)



e parametrizando o angulo de Bogoliubov # por

1
0=e % B= s (2.31)

chega-se ao fator de normalizacao que concorda com a normalizacao da estatistica de

osciladores bosonicos de energia w isto é, a fungao de particao

(0@ B) 100 B))) =1=2""(8) Y (mymm|e ™ 2e 5/ n, i) (2.32)

m,n

donde

Z(B)=> e = ﬁ . (2.33)

n

Agora os valores esperados de quantidades observaveis reproduzem as médias es-

tatiticas térmicas

(O (a,a")) = (0(0)[O]0(0)))
= Z7'(B)Y_ (m,m|e PO x Te 2 |n, i)

m,n
—fBnw

_ ZQZ(B) (n| O |n) (2.34)

n

onde se identifica o fator de Boltzmann.

A mesma construcao vale para osciladores fermionicos. Aos osciladores fisicos
{a,a'} = ad’ +a'a=1; al0) =0 (2.35)
adiciona-se o setor virtual
{a,a'} =aa"+a'a=1; al0) =0 (2.36)

tal que
{a,d'} = {a,a'} = {a,a} = {d',a'} =0 (2.37)

e a transformagao de bogoliubov de 2-modos fermionicos

U (0) = ¢f(e'd'~ad) (2.38)
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que atuando sobre o vacuo fundamental, gera o vacuo condensado
0(0))) = Z~'/(6) Us (6) |0,0) . (2.39)

A normalizacao do vacuo térmico mediante a identificacao do atributo de temperatura
no parametro da transformacao de Bogoliubov 6 = e~#“/2 resulta na funcao de particio

fermionica

{(0(0)[0(0))) = 1 (2.40)

= Z"[{0,0] +(1,1|6] [|0,0) + 6 |1,1)] (2.41)
= Z'(1+6% (2.42)

que resulta em
Z(B)=1+e" (2.43)

Com isso, e quando se leva em conta a quantizagao canonica das teorias quanticas
de campos onde mediante decomposicao de Fourier o campo quantico se manifesta como
um conjunto infinito de osciladores, é justo dizer que as transformagoes de Bogoliubov
sao providas de uma consideravel capacidade descritiva dos fendmenos térmicos. Tal
estratégia de abordagem do fenomeno térmico é usada sistematicamente no contexto das
teorias de campos sob o nome de Dinamica de Campos Térmicos (Thermal Field Theory
- TFD) [7].

Uma das vantagens que se destaca do formalismo TFD consiste no fato de que o
sistema fisico nao é expropriado de seu parametro temporal. Isto permite, mediante uma
definicao da evolucao temporal do setor virtual, o tratamento da dinamica nos fenomenos
termodinamicos.

Numa prescrigao simplificada, a dinamica dos graus de liberdade do setor virtual pode
ser tomada como uma copia daquela do setor fisico a menos de um sinal negativo. O
hamiltoniano total entao é

H=H-H. (2.44)

11



Modos virtuais carregam portanto energia negativa: a conservacao da energia total se

expressa na troca de modos entre o setor fisico e o reservatorio térmico.

2.2 Transformacoes de Bogoliubov enquanto Trans-

formacgoes Canonicas

Existem 3 tipos de transformacao de Bogoliubov. Nesta secao realizamos a exposi¢ao
destas transformacgoes enquanto exemplos de transformacoes canonicas no espaco de Fock
donde, seguem naturalmente parametrizagoes interessantes (fungoes trigonométricas e

trigonométricas-hiperbdlicas).

2.2.1 Estados Coerentes

A transformacgao de Bogoliubov mais simples é a que caracteriza o chamado estado
coerente e consiste de uma translagdo simples por uma constante complexa (c-number)

que deixa trivialmente as relacoes de comutacao inalteradas

a — af)=a+ f(0) (2.45)
at — o' (@) =d" + f1(0) (2.46)

implica
[ (6),0" (0)] =1. (2.47)

12



2.2.2 Squeezed States

Os Squeezed States de um modo sao caracterizados pela transformacgao canonica que

"mistura”o operador criacao com o destruicao. Para bdsons

[a, aq = 1
a — a(f)=ua+va'
a' — ol (9) =ua +v'a
[ (0), ot (0)] = wu* [a,a’] +vv* [al,a] =1

logo,

u? (0) —v* (0) =1
donde

() = cosh(f)a—sinh(h)a' ;

o' (0) = cosh () a' —sinh () a .
Construgao similar segue no caso fermionico
u? (0) + 0% (0) =1
logo

a(d) = cos(f)a—sin(f)a';

o' (0) = cos(f)a’ —sin(0)a .

2.2.3 2-Mode Squeezed States

(2.48)
(2.49)

(2.50)

(2.51)

(2.52)

(2.53)

(2.54)

(2.55)

(2.56)

(2.57)

A extensao para o sistema de 2 modos, que é de particular importancia na construcao

TFD, é imediata e observa apenas a mistura entre dois tipos de osciladores (que na cons-

trucao TFD representam o setor fisico e o setor virtual do Espago de Hilbert duplicado).
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No caso bosonico tem-se

a(f) = cosh(6)a—sinh(9)a' (2.58)
@ (0) = cosh(f)a — sinh () (2.59)
ol () = cosh () a’ —sinh () a (2.60)
a'(0) = cosh(f)a" —sinh(0)a (2.61)

e no caso fermionico tém-se

a(f) = cos(f)a—sin(h)a' (2.62)
a(f) = cos(f)a—sin(h)al (2.63)
o' (0) = cos(f)a’ —sin(f)a (2.64)
a' (@) = cos(f)a’ —sin(6)a (2.65)

Na construcdo TFD [7], [8], aos modos de Fourier dos campos fisicos ay, a). se adiciona

um setor nao-fisico ay, dL que representa excitagoes do reservatorio térmico. Mediante
a transformacao de Bogoliubov de dois modos misturando osciladores de mesmo valor
de k gerada pelo gerador Gi(f), o vacuo transformado |0(3))) , é tal que resulta em
médias quanticas de operadores transformados do setor fisico que podem ser interpretadas
como médias térmicas cuja temperatura é definida pelo parametro da transformacao de
Bogoliubov.

Uma das principais vantagens desta técnica de termalizacao consiste no fato de que
o parametro temporal é preservado de modo que é possivel tratar a evoluo temporal de

uma teoria a temperatura finita.
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Capitulo 3

D-branas térmicas Magnetizadas em
Compactificacoes Toroidais no

Formalismo TFD Generalizado

3.1 Introducao

O entendimento dos estados de fronteira (D-Branas) em compactificaces toroidais (R(*) x
T4P=1) (p dimensoes espaciais extendidas, d-p-1 compactificadas num toro e 1 dimensao
temporal) é importante tanto do ponto de vista do desenvolvimento fundamental da teoria
de cordas quanto para as suas aplicacoes. D-branas em R(P) x T4-P=1 530 de importancia
fundamental para a teoria de cordas uma vez que esta geometria com fluxos representa um
dos poucos cenarios onde é possivel definir as cordas perturbativamente e as condigoes
de fronteira serem resolvidas exatamente. Os sistemas de D-Branas magnetizadas em
compactificagoes toroidais podem ainda ser usadas na ”engenharia de configuragoes de
D-Branas” que suportam campos de gauge quirais em 4 dimensoes estendidas [9]. As D-
Branas enroladas nos ciclos da secao compactificada T%P~! suportam gravitons em R(1»)

através do mecanismo de Kaluza-Klein o qual é bastante 1til para se fazer contato com os
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cendrios de mundos de brana (Brane-Worlds). Resultados importantes ja foram obtidos
neste sentido, entre os quais podemos citar: a contrugao de vérias extensoes do modelo
padrao com 3 geracoes de férmions quirais através das configuragoes de D9-Branas em
orbifolds [10], [11], [12], [13], [14], [15], [16], [17]; a estabilizacdo dos moduli com flu-
xos [18],[19]; a repercussao dos instantons e a métrica de Kéhler nos multipletes quirais
[20], [21], [22], [23]. Estes resultados estabelecem relagdes importantes entre teorias de
campos em 4 dimensoes e a fenomenologia das teorias de cordas. (Para mais detalhes
sobre como as extensoes do modelo padrao podem ser obtidas de D-Branas magnetizadas
e varios exemplos ver [24] e suas referéncias. O enrolamento das D-Branas nos seis ci-
clos do espaco 10-dimensional representam um ingrediente fundamental nestes exemplos.
D-Branas maximais magnetizadas em toros foram recentemente construidas em [25],[26],
[27] seguindo o método de [28] e [29]. (Uma anédlise detalhada da estrutura topolégica dos
estados de fronteira em fibrados com grupos de gauge U(N) foi feita em [26] e a dualidade
T foi analisada em [30]). Além disso, um estudo generalizado de campos quanticos em

compactificacoes toroidais foi realizado em [31].

A existéncia de uma estrutura microscépica das D-Branas magnetizadas sugere que
estes objetos devem possuir uma termodinamica intrinseca gerada pelas excitagoes das
cordas fechadas que condensam no volume de mundo da Brana. Neste capitulo, o nds
nos propomos explorar a termodinamica das Branas por meio da construcao de D-Branas
térmicas em R(P) x T4 P=1 ¢ do célculo de sua entropia mediante a hipétese de equibrio
termodinamico local. A técnica para se construir os estados de D-Branas a temperatura
finita a partir de estados de fronteira a temperatura zero foi sistematicamente desenvol-
vida em [32], [33], [34],[35] e [36] e seus vdrios aspectos foram revisados e discutidos em
[37], [38], [39], [40] e [41]. Tal método baseia-se na abordagem jd mencionada da como
Dinamica de Campos Térmicos (Thermo Field Dynamics - TFD) aplicada as teorias de
campos a temperatura zero e ja foi aplicado as teorias de cordas e a teoria de campos

de cordas em [42], [43], [44], [45], [46], [47], [48], [49], [50], [51], [52], [53], [54] e mais
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recentemente em [55], [56], [57], [58], [59]. Neste contexto, as D-Branas térmicas sao
definidas como os estados de fronteira da corda fechada térmica, que por sua vez, é ob-
tida da corda a temperatura zero por meio de uma transformacao de Bogoliubov térmica
sobre os osciladores da corda. As funcoes termodinamicas das D-Branas em equilibrio
sao definidas como valores esperados dos correspondentes operadores da corda térmica
no estado de fronteira. As propriedades estatisticas das cordas na presenca de D-Branas
ja foram discutidas na literatura no contexto do formalismo de integrais de trajetorias
[62], [63], [64], [65]. Entretanto a abordagem TFD a termodindmica de D-Branas possui
a vantagem de que estados de D-Brana térmicos podem ser explicitamente contruidos de
modo semelhante a forma como se controem os estados na teoria a temperatura zero e
observaveis estatisticos podem ser calculados como valores esperados de operadores nestes
estados. Isto pode ser usado, por exemplo, para identificar os setores onde as simetrias

sao quebradas devido a efeitos térmicos (ver, por exemplo, [35].

A fim de se obter os estados de D-Branas térmicas em R(P) x T4~P~1 o método geral
previamente desenvolvido para D-Branas em R14 deve ser modificado devido aos modos
zero nao-triviais que aparecem do enrolamento das cordas fechadas no setor toroidal. O
modo zero, ou setor topoldgico, introduz um fator dependente da temperatura no vacuo
térmico da corda. Nés mostramos que a termalizagdo dos modos enrolados (winding mo-
des) é diferente dos osciladores da corda e leva ao aparecimento de produtos de fungoes
de Jacobi na funcao de particao, diferenciando-se portanto dos usuais produtos de dis-
tribuigdes de Bose-Einstein associados aos operadores de criagdo/aniquilagao bosonicos.
Como consequéncia, o vacuo do setor topolégico da corda térmica bem como sua entro-
pia nao corresponde ao objetos da teoria a temperatura zero transformado pela acao do
operador de Bogoliubov. Entretanto, nés mostramos que o mapa pode ainda pode ser
estabelecido na forma operatorial mediante uma construgao formal da algebra (de Hei-
senberg) de operadores de criagao e aniquila¢ao para o nimero de voltas e 0 momento do

centro de massa ao longo da secao compactificada.
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A termodinamica intrinseca as D-Branas magnéticas pode ser calculada sem qualquer
campo de matéria. Entretanto, os campos de fundo neste tipo de sistema sao necessarios
na estabilizacao dos moduli e no cancelamento dos tadpoles. Portanto nés consideramos
o fundo genérico composto de configuragoes constantes do campo de Kalb-Ramond (KR)
e do campo de gauge abeliano. Noés ainda impomos a hipétese simplificadora de que
estes campos sao frios, isto é, os valores médios das quantidades térmicas das cordas
recebem destas configuragoes as mesmas contribui¢oes que a temperatura zero. O caso
mais geral quando os fluxos sao termalizados em consequéncia da interagao com as cordas

termalizadas deve ser estudado posteriormente.

Neste capitulo, na se¢cao 2 nés primeiramente revisamos a construgao dos estados de D-
Branas enroladas em compactificacoes toroidais a temperatura zero seguindo a exposicao
de [25]. O setor topoldgico destes estados, isto é, aquele correspondente as voltas das
cordas fechadas e o momento do centro de massa nos ciclos de 797P~! é dado no caso de
um par de ciclos (4, j) ao qual corresponde um especifico setor do espaco de Hilbert H(; j).
Nos generalizamos esta solucao para o espago de Hilbert total incluindo todos os ciclos
do toro. Uma vez que estamos interessados apenas nos graus de liberdade fisicos, nods
escolhemos trabalhar no gauge do cone de luz e nas coordenadas do cone de luz em R(*P).
Na se¢ao 3 nés construimos o vacuo térmico fisico e os operadores de Bogoliubov para
a corda bosonica. Os modos-zero nao triviais mostram-se consequéncia do enrolamento
das cordas fechadas nos ciclos da secao compactificada e da interacao entre a corda e
o campo de KR de fundo. No6s mostramos que os termos topoldgicos introduzem um
fator dependente da temperatura no vacuo térmico mas deixa inalterada a forma dos
operadores de Bogoliubov para os modos de oscilagao da corda. Entretanto o parametro
térmico é modificado com a inclusao de um parametro proporcional ao raio tipico da
compactificagdo. Em seguida nés generalizamos o formalismo TFD para os campos da
corda em 7% P! de forma consistente com a invariancia translacional da folha-mundo da

corda em RUP) x T4-P=1 (O mapa entre o vacuo térmico e o vicuo & temperatura zero é
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dado na forma operatorial. No setor R1?) o mapa é reduzido ao produto de operadores de
Bogoliubov. No setor T9P~1 por outro lado, surge um novo operador que nés escrevemos
na forma de um produto de operadores de criacao e aniquilacao para o nimeor de modos
de enrolamento além do momento do centro de massa ao longo das direcoes compactas.
Usando esta construcao é possivel definir o operador entropia e proceder com seu célculo e
o da energia livre da corda fechada tanto no setor de osciladores quanto no setor topolégico.
Na se¢ao 4 nés construimos o estado de D-Branas magnéticas termalizadas por meio da
aplicacao do formalismo TFD generalizado desenvolvido na secao 3 e entao calculamos a

entropia da D-Brana.

3.2 D-Branas magnéticas a T =0

Consideramos uma corda bosonica em RU?) x T9P=1 em presenca de um campo de gauge
abeliano A, e da 2-forma de Kalb-Ramond B,,, e seja G, = {na, Gi;} a métrica do espago
alvo. Onde 1,, é a métrica de Minkowski RP) ¢ Gi; ¢ a métrica da secao toroidal Td—r-1,

Com isso, usamos a seguinte convencao de indices

wv = 0,...,d—1 € RP) x =Pl
ab = 0,..,p eROP
i,j = p+1,...,d eT¥ Pt
Seguindo a notagao usual, denotamos as coordenadas da corda bosonica por X* (1, o).
Os graus de liberdade fisicos sao fixados mediante a escolha de calibre do cone de luz

Xt = a/p.7 no espaco alvo. Uma vez fixado o calibre, os indices correm apenas nas

direcoes transversas a,b=2,.... p ~ROP e pv=2 ..., d—1 ~ROP x Td=P-1

A dinamica classica da corda bosonica pode ser derivada do seguinte funcional de agao

yo— /d20 (no‘ﬁGW + eo‘ﬁBW) 0, X"05 X", (3.1)

19



onde o, 3 = 0,1, 0%~ (7,0) e e’ é o simbolo completamente anti-simétrico em duas

0

dimensoes com €°' = 1. As equacoes de movimento e condicoes de fronteira para o caso

da corda fechada que emergem da agao (3.1) sao respectivamente

OX* = 0 (3.2)

Xt(r,o+7) = XF(1,0+7)+2nR'm'6"" . (3.3)

Onde R! é o raio de compactificacio da coordenada X*. As solucoes do problema de
fronteira podem admitir a seguinte decomposicao de Fourier

/ 1 . ~ .
X (1,0) =" +2a'p"T + iy / % Z - [&?Le_m”“_”) + bfLe_Qm(TJr”) , (3.4)
n#0

Xi(1,0) =27 + Vo [ija + 2G7* (ﬁk — Bklml) 7‘} jiks
.o 1 ~j —2in(t—0) B] —2in(t+0)
+1 EZE ale +ble (3.5)
n#0
onde 7, é o operador de niimero associado aos modos do centro de massa e M’ € Z é
o operador que contabiliza o nimero de voltas da corda ao longo da direcao compacta
j . No que segue, nés procedemos com a normalizacao dos operadores da corda como

operadores de criagao/aniquila¢do usuais

ak, = mak | at,, = /ma (3.6)
b, = mBp, b, = Vmp (3.7)

para todo m > 0. O espago de Hilbert fisico é o produto tensorial dos espagos de Hilbert
de todos os modos da corda fatorados pela condi¢ao de level-matching (invariancia sob

translagoes ao longo de o)

G |0+ > (alrar — Al

n>0

[Wphys) =0 (3.8)

onde os operadores n* e m” sao zero ao longo das diregoes estendidas. As unidades foram

escolhidas de modo que o quadrado do nimero de voltas contabilize a energia da corda

20



. . ;. _ -1 . .
em multiplos do comprimento tipico da corda e, = ;! = (\/ o ) . O hamiltoniano total
¢ dado pela soma das contribui¢oes advindas do setor toroidal e do setor estendido. Se

escolhemos o referencial do centro de massa em RP~!, os hamiltonianos sao

_%Zn:< taa a_i_ﬁTaﬁa).. (3.9)

n#0
. 1
HY = 2 (G + (i~ Bu®) G (i — By
”Zn (“ow BJ;‘B%):. (3.10)
n#0

Como observado em [28], a fim de se obter o nimero correto de graus de liberdade do
estado de fronteira supersimétrico nas dire¢des compactas, é necessario tomar H” /2 no

hamiltoniano total.

O estado de D-Brana bosonica magnetizada |B) é definido pelas condigoes de fronteira
no espago de Hilbert da corda fechada. As condigoes de fronteira para o modo zero sao
dadas por

p*|B)y =0, (f;—2md/qF;m’)|B) =0 (3.11)

onde F,, = 9,A, — 9,A,. Os campos da corda, por sua vez, se acoplam com o objeto
invariante de calibre

B, = B, — 2nd'qF,, . (3.12)

A invariancia dos campos de calibre sob translagoes ao longo dos ciclos toroidais im-
plica que as componentes do tensor intensidade de campo nestas diregoes sejam nimeros

inteiros F; € Z [27] e [28]. Este acoplamento determina as condigdes de fronteira para os
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osciladores em termos de operadores de criagao/aniquilac¢ao

[(1 +B),a +(1+B) ij] IB) = 0 (3.13)
[(1 +B), a4+ (1+B), Bj;] B) = 0 (3.14)
(eijﬂﬂ + 5Uozn> IB) = 0 (3.15)
(gijB“ + amaz) BY = 0 (3.16)

onde n > 0 e ¢;; = (G — B);;. A solugao das equagoes (3.13) e (3.14) pode ser fatorada
da seguinte forma

| > |B>osc® |B>osc® |B>top : (317)

Os estados |B)¥ e |B)! sdo gerados apenas por osciladores e ja sdo conhecidos na

osc osc

literatura [68] e [69]:

B)gse = Np-1(B) (H e “”5”> 10)ose (3.18)

n=1
i —aliG (et M 319
BT, = Ny, (B) (He ()P >|o>m, (3.19)
n=1

onde as constantes de normalizacao N,_; (B) e Ny_,_1 (B) dependem dos campos de fundo
e da tensao da brana e podem ser calculados a partir do diagrama do cilindro interpretado
nos canais aberto e fechado da corda. O setor topoldgico |B)21;p do estado de fronteira é

uma solucao da equagao (3.11) e possui a seguinte forma

top H Z 0 (n; — 27« Fk My, ) |ng) [my) . (3.20)

i=p+1 n;,m;

Daqui em diante nés usaremos a seguinte normalizacao dos auto-valores dos operadores

momento e do nimero de voltas:
@) = 276 (p—1'),
(n;] ‘n;> = <27r\/—) O, e
(| |m) = (27\/_) g (3.21)
E interessante notar que (3.20) generaliza o estado contruido em [25] o qual satisfaz a

equacao (3.11) em apenas duas dire¢oes do toro. O estado de Dp-Brana plana mais geral

é desta forma obtido para p=d — 1.
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3.3 Termodinamica da corda fechada em R(:?) x Td-p-1

Os estados de fronteira da equacdo (3.17) descrevem condensados dos modos das cordas
em R(P) x T4-P=1 O nosso principal objetivo é calcular as D-branas magnéticas termali-
zadas e estudar suas propriedades termodinamicas. Para isto, faz-se necessario generalizar
o método desenvolvido em [32], [33] e [34] o qual tem sido usado no estudo das D-branas
termalizadas em espagos completamente extendidos ao contexto das compactificagoes to-
roidais. E importante mencionar que este método por si s6 ja generaliza a construcao
TFD a cordas fechadas e é o inico conhecido que proporciona uma construgao explicita

dos estados de vacuo térmico e estados de fronteira térmicos.

No formalismo TFD, as propriedades termodinamicas das D-Branas em variedades
planas sao estudadas na interacao do sistema fisico com um reservatério térmico. Esta
interagao, chamada de termalizacao, ¢ descrita em termos dos operadores de Bogoliubov
que atuam no espaco de Hilbert total da corda, o qual é dado pelo produto tensorial do
espaco de Hilbert da corda fechada com uma cépia térmica da corda original denotada
por um til. A corda til descreve os graus de liberdade do reservatério que interagem,
um a um, com os graus de liberdade da corda fisica [7]. O operador de Bogoliubov
mapeia o espaco de Hilbert total no espaco de Hilbert térmico que por sua vez possui uma
estrutura de espago de Fock; ou seja, os estados térmicos podem ser obtidos mediante a
atuacao de operadores de criacao e aniquilagdo sobre o estado de vacuo térmico |0(3)))
[7]. Entretanto, no caso da D-Brana magnética termalizada em R(P) x 797~ h4 um setor
topoldgico extra do espago de Hilbert da corda fechada como exposto na segao precedente.
Nao ha prescricao de termalizacao de modos topoldgicos conhecida na literatura TFD |
por este motivo, o objetivo desta segao é o de generalizarmos o método TFD para a corda
em RUP) x T4-P=1 ¢ entdo determinar o operador térmico que realiza a termalizacdo do
setor topoldgico. Nés iremos calcular o vacuo térmico da corda fechada em presenca

de configuracoes constantes do campo de KR e campo de gauge abeliano partindo dos

23



principios da construcao TFD.

3.3.1 O vacuo térmico da corda fechada

No formalismo TFD, o vacuo térmico de um sistema fisico genérico em equilibrio termo-
dinamico é definido postulando-se que para qualquer observavel A , a média estatistica
calculada no ensemble canonico é dada pelo valor esperado de A 1o estado de vécuo
térmico

(4) =27 (8r) Tr [Ae™7 | = (0.(Br)| A0 (8r)) (3.22)

onde fr = 1/kgT e kg é a constante de Boltzmann.

O vécuo térmico da corda em RIP) x T9-P=1 pode ser obtido generalizando-se a
prescrigao TFD como segue. Uma vez que em (3.22) o traco é tomado sobre todos os
estados fisicos do sistema em consideragao, no caso da teoria de cordas esta relacao deve
ser modificada de modo a gerar um estado térmico a partir de apenas estados fisicos. A
modificagao consiste em impor o vinculo de que o trago seja tomado apenas sobre estados
que satisfacam a condicao de level-matching. Esta condigao é necessaria e suficiente no
caso da corda bosonica e no caso da corda supersimétrica no formalismo de Green-Schwarz
[32], [35], [36], [57] e [59]. A generalizagao de (3.22) a uma constru¢ao do vdcuo térmico

a partir de estados fisicos mostra-se
1 A A~
(A) = 27 (Br) Vel / P
0

-~ / = /0 0B, A )15 (P=0) A0 (B A p) . (323

A atuacdo do operador momento do centro de massa da corda P = L — L} sobre os
estados é definida pela relagao (3.8). O trago sobre P envolve a integral sobre o multipli-
cador de Lagrange )\ e a soma sobre os indices vetoriais no setor fisico do espaco de Hilbert

[35],[55]. A mesma integral deve ser tomada no lado direito da rela¢ao (3.23) onde o vacuo
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da corda térmica depende da variavel A\. O hamiltoniano da corda H (p*, N, M, Ny.) é
dado pela soma dos dois operadores de (3.9) e (3.10). A funcao de partigao da corda é o

traco do operador identidade
1 ) -
Z (Br) = \/&/dpr/ d\T'r [e”BTH(pa’ N, M, Nose)+2mil| (3.24)
0

O vécuo da corda térmica |0 (Gr, A, p®)) pertence ao espago de Hilbert total

Ht%s = ddphys & ]:—Iphys . (325)

p

O vécuo térmico fisico |0 (Br, p*)) resulta entdo da projecao de |0 (Sr, A, p*)) no
subespaco de estados fisicos do espago de Hilbert. As projecoes de H em H,pys e de H em
ﬁphys sao dadas pela condicao de level-matching tanto para a corda fisica quanto para a
corda til (reservatério térmico). Para simplificar a notagao, nés introduzimos a convengao
de multi-indices: M e N representam todos os momentos e nimero de voltas compactos

respectivamente, enquanto NV,,. representa todos os rotulos de osciladores tanto a esquerda

quanto a direita ao longo de todas as direcoes de R(P) ¢ T4-P—1;

d—p—1 d—p—1 0o
IN) =& [ni) 3 [IM)= ) [m) 5 [Now)= Q) |1, na, ) (3.26)
i=1 i=1 niy, ng, ...=1
onde
Rilng) =mng|ng) , m'|m') =m'|m') . (3.27)

Os estados da corda sao dados por produtos tensoriais da forma
|IN, M, Nose) = |N) | M) | Nose) - (3.28)

O estado |0 (Sr, p*)) pode ser obtido da segunda igualdade em (3.22). A fim de com-
putar a integral sobre A\ a partir do traco, é necessario escolher uma forma explicita
para a métrica. A seguir nds escolhemos 79 P~! plano de modo que a métrica fica
G = <(5ab, ];—?52-]) com R sendo o raio tipico da compactificacao. Sem perda de ge-

neralidade nés trabalhamos no referencial do centro de massa da corda em R de modo
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que |0 (Br, p*).,. =10(Pr)). Apds algumas manipulagoes algébricas simples a relagao

(3.22) toma a seguinte forma

0 (Br)]6 (P =0) Alo(8r)) = 27 (Br) Va!

1
Z o~ BTE(N, M, Nosc)/ AN AN M Nowe: N M, Npwe - (3.29)
0

N7 M7 NOSC
Onde a notacao Ay, um, N,..; N, M, N,.. S€ refere aos elementos de matriz do operador A
nos correspondentes estados da corda. Os autovalores do hamiltoniano F (N, M, N,.)
apresentam a seguinte forma

2

E (N, M, N) = [m? + (n — Bm)?]

2 (O/)S/Z

1 R R R T T

+5 2 (Bl + BL) + 55 ) (Bl + EL). (330)
n>0 n>0

onde a energia dos osciladores a esquerda e a direita é £, = nN,, com * = [, 7. A energia

dos modos zero é dada pelo primeiro termo de (3.30). A equagao (3.29) define o vacuo

térmico fisico e deve valer para qualquer observavel A.

O vécuo térmico pode ser obtido de (3.29) da seguinte forma. Primeiramente notamos
que a integral sobre A pode ser vista como a representacao integral de uma funcao delta
dependente de multi-variaveis que, por sua vez, pode ser escrita em termos de fungoes

ortogonais

1
. 1
\I/E ()\) - Ee_%mE)\ 5 /0 d)\\Ij*E ()\) \IJE/ ()\) - %(SE,E/ . (331)

Quando estas relacoes sao aplicadas aos modos a esquerda e a direita, chega-se a
condicao de level-matching a qual deveria aparecer nos elementos de matriz de A no lado
direito de (3.29) apds realizada a integracao em A. Em seguida nés decompomos o vacuo
da corda térmica na base de Fock tensorada com o setor do espaco de estados fisicos que
representa os momentos e os numeros de voltas nas diregdes compactas [7]

|0 (ﬁT)>> = Z [f (BT)]N, M, Nosc N7 M: Nosc> ’Nv M, ]\fosc>~ (332)

N: M7 Nosc
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onde [f (B7)]y. ar n,.. 530 coeficientes complexos. Por substituicao de (3.32) em (3.29), ¢

possivel mostrar que o vacuo térmico possui a seguinte forma

0(5r))) = 71 (Br) Z exp {—%E (N, M, Nys)| |N, M, Nys.) |N, M, NOSC>~ .
N, M, Nosc

(3.33)
A fungao de parti¢ao pode ser obtida a partir de (3.24) e da imposigao de normalizagao

do vécuo térmico. Num referencial inercial arbitrario, Z (5r) pode ser fatorada como

Z (BT) = ZO (ﬂT) Ztop (BT) Zosc (BT) 5 (334)

Zn) = [ (s

Ztop (BT) - Z <N, M

N, M

onde

exp {—ﬂ—;a/ﬁ}

k>, (3.35)

exp —BTR—2 [m® + (R — Bm)Q]
2 (o)

‘N}M>ﬁm®

exp |~ (Rt Nm)] l N>

N, M n>0

+ /1 d\ Z Z <Nosc exp [—i?‘(‘)\z (Nln — Nrn> + R—Z/QW] ‘ NOSC> , (3.37)
0 Nose N (o)

n>0

Zosc <5T) = Z <Nosc

. . ) . o
onde N, = (NR NT ), Nip = N}ffn + %N;H:n com * =1 leW = Z” dyn'm?. O

osc) osc

fator Zy (Br) é a integral gaussiana sobre os momenta do centro de massa no subespago
RP~L. No referencial do centro de massa Zy (3r) nao dé qualquer contribuicao & fungio de
partigdo. A integral sobre A\ presente em Z,,. (8r) pode ser facilmente calculada usando

as fungdes ortogonais em (3.31). As somas sobre N = (NfF,, NE = N[

T
s N Nips Nm) se reduzem

a somas sobre osciladores a esquerda devido a condicao de level-matching
R : Ny =Ny (3.38)
12R*W
(d—p—1) ()"
para d > p + 1. Para o subespaco plano d = p + 1 tem-se W = 0 ja que este é o setor

. Li — nld
T . Nosc_Nosc+

(3.39)

estendido. Consequentemente Z,,. (1) possui a seguinte forma
> p+1—d

Zoso (Br) = [T (1= e7Pm) "7 (1= emomm/et )7 (3.40)

n=1
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A funcao de particao topoldgica Zi,, (1) também pode ser calculada e mostra-se que

ela é dada pela relacao

BrR? BrR* [2(d—p)+ 22
Ziop (Br) ™ D H < - 3/2C]mk; 2;(2')3/2{ d—]];—l D

M j=p+1

X exp [—% (m7 + (Bjkmk))] . (3.41)

onde ¢} = 6] + B} e 9 (z;7) é a funcdo teta de Jacobi. Vale ressaltar que Imr > 0
tanto em d = 10 quanto em d = 26 para d > p + 1 como requerido pela definicao da
funcao teta. Coletando-se os resultados acima e levando-se em consideracao as relacoes

de normalizagao para os momenta (3.21) é possivel inferir que o vécuo térmico é dado por

s—d 32 p+1 d p 2 By 1— _8R2 /2 \ P
0(Br)) =(2m) 2 (o) 4 H BT —P (1 _ o—BrR/2 )
n=1
ibrR® ;. iBrR* [2(d—p)+22
S IRIER e
M j=p+1 )3/2 2m (a’)3/2 d—p—1

~1/2
BrR?
X exp [—m (mj2 + (Bjkmk))]

X Y exp [—B—ZTE(N, M, NOSC)} IN, M, Npoe) IN, M, Npyo) . (3.42)

N’ M7 Nosc

Alguns comentarios sao pertinentes neste momento. Uma forma de se compreender a
equagao (3.40) vem quando recordamos que a energia do n-ésimo modo em espacos planos

é ¢, = n. Entao pode-se ver que os osciladores do setor toroidal devem ser dados por

RQ
/
€n = 2o Vn > 0.
Outra interpretacao da relagao (3.40) é a de que os modos da corda no toro se com-
portam como se estivessem em presenga de uma temperatura efetiva 7" = 2a/T/R?.

Certamente este nao é o caso ja que a corda como um todo deve estd em equilibrio ter-

modinamico. Entretanto é importante compreender esta questao pois o maior problema
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relacionado & termalizacdo dos modos da corda em RUP) x T9P=1 oy seja, a terma-
lizagdo dos osciladores da corda, é resolvido pela relagao (3.42). De fato, é possivel ver
em (3.40) que o mapa dos modos da corda a temperatura zero nos modos da corda a
temperatura finita é realizado pelos operadores de Bogoliubov. Ao longo das direcoes

R®P) o5 operadores de Bogoliubov sdo os do espaco plano

oo d—1

G (Br) = Gh(Br),  Gh(Br) =G, (Br)+ G-, (Br) (3.43)
n=1 p=2
Gl (Br) = —if, (6r) (016, — andl) (3.44)
R it N
Gra(or) = =ity () (3215, - 325, (3.45)

A funcao 6, (fr) depende da temperatura e da frequéncia. Portanto possui a mesma

forma tanto em R(?) quando em T P~! | a dizer,

cosh @, (Br) = (1 — e_ﬂT”)_I/Q. (3.46)

Entretanto, para a sub-variedade T¢"?~1 o0 argumento de 6, (87) deve ser substituido
por 0, (BrR?/2a’). A forma da fungdo 6, (8r) dada pela relagao (3.46) permanece inalte-
rada sob a multiplicacao da varidvel de temperatura pelo fator R?/2a’. Disto segue que
a fim de termalizar os modos da corda em R(?) x T9P~1 hasta aplicar o mesmo método
valido no espago plano estendido com com a diferenca de que a temperatura é reescalada

na secao compactificada.

O segundo problema importante de ser considerado no sistema da corda em R(?) x
Td=P=1 ¢ o da termalizacdo dos modos topolégicos, processo que nao é definido dentro do
formalismo TFD usual. De fato, na abordagem TFD a termalizacao repousa na estru-
tura do espaco de Fock do espaco de Hilbert associado aos osciladores ao passo que tal
estrutura nao existe no setor topolégico. A partir de (3.42) é possivel notar que o setor
topoldgico nao é mapeado na representacao de estados térmicos por uma transformacao

de Bogoliubov. E possivel fatorar o vacuo térmico como

0(B))) = Br7 10(Br)))rep 3 € 35 E®oe) [N} [Ny (3.47)

NOSC
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Com a finalidade de encontrar o mapa entre |0))so € |0(87)))t0p n6s introduzimos a
seguinte algebra {n,;, nf, n; }:
com

(ﬁ+)T =n;, () =y . (3.49)

A agao dos operadores acima sobre os estados {|n;)} é definida pelas seguintes re-

alagoes:

n; |ni) = |ni—1) (3.52)

Os operadores 7] e n; portanto criam e destroem respectivamente os quanta de mo-
mento do centro de massa ao longo da direcao ¢ com autovalores arbitrarios n; € Z. Uma
dlgebra idéntica {my,, m;, 1m; } pode ser introduzida com a finalidade de descrever o in-

cremento ou decréscimo do nimero de voltas da corda com os mesmos valores ilimitados.

Consequentemente, o vacuo topoldgico pode ser escrito como

10 (B2)))top = 2 (Br) [0)) top, (3.53)

onde

d—1 , m,
Qo) =7 (50 3 [ ew [—%Eouv, M)] o] [ ] ™ L (350
N, M j=p+1

onde para valores negativos de n; e m; nos multi-indices M e N, respectivamente, o ultimo

fator operatorial consta dos n; e similarmente para os m’s. Com isso, o operador €2 (f7)
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mapeia o vacuo topoldgico a temperatura zero no estado térmico

iBrR* ;i . iBrR® [2(d—p)+22
0 (Br)))top ~ {Z H < T)g/QC']mk, 2#(2/)3/2{ d—p—1 })

/
M j=p+1 4m (o

—-1/2
BrR?
<exp [—% o (Bjkm'f»]

X > exp [—%TEO (N, M)] IN,M)|N, M) | (3.55)

onde a energia do modo zero é

R2

Eq (N, M):W

[(m)2 + (n — Bm)z] . (3.56)

Logo, a solugao para a termalizacdo do setor topoldgico da corda é a relagao (3.55),
que em ultima andlise segue como consequéncia do postulado fundamental da construgao
TFD, expresso na relagao (3.23). A expressao (3.55) representa a generalizagao do forma-
lismo TFD ao setor topolégico das cordas fechadas e define os estados térmicos para os
momenta do centro do massa e nimeros de voltas em T?P~! | respectivamente. Ainda,
nos explicitamos a forma do mapa Q (Br) entre o vécuo topoldgico a temperatura zero e
o respectivo estado & temperatura finita em termos da algebra (3.48). O operador Q (6r)

representa a generalizagao do operador de Bogoliubov G (Br) ao setor topoldgico.

3.3.2 Termodinamica da corda térmica fechada

As variaveis termodinamicas da corda térmica fechada podem ser calculadas a partir da
funcao de particao calculada na secao precedente. Entretanto, este procedimento nao pode
ser realizado no caso da D-Brana térmica uma vez que na derivacao de (3.40) e (3.41)
foi usado apenas o estado de vacuo térmico. Outra possibilidade é calcular as variaveis
termodinamicas a partir da entropia. Partindo da relacao (3.29), basal no formalismo

TFD, a entropia da corda pode ser atribuida ao valor esperado do operador entropia no
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vacuo térmico

ES (Br) = ({0 (Br)| K (Br) 0 (Br))), (3.57)

onde |0 (8r))) é dado pela equacdo (3.42). A andlise da sub-se¢ao anterior mostra que no
referencial do centro de massa, os graus de liberdade da corda organizam-se como uma
soma direta de uma contribuicao advinda dos osciladores e uma contribuicao topoldgica,

disto resulta uma entropia aditiva

K (Br) = Kose (Br) + f(top (Br) - (3.58)

De acordo com o método TFD [7], o operador entropia correspondente aos osciladores
da corda K, (8r) relaciona-se com o operador de Bogoliubov (3.44) e (3.45) pela relacao

que segue

D . N ~ it
o iG(Br) _ —3K(Br) exp [Z <&ﬁTO~‘ZT + BﬁTﬂZ )] . (3.59)

n,p

A forma explicita do operador K (Br) pode ser obtida da equacao acima e é dada pelas

seguintes relagoes

Kose (Br) = Kii (Br) + K, (Br) (3.60)
. P = —Brn
R (LRE S IEE S )
o (3.61)
) R2 d—1 oo . o - QQ/ TlZn </3TR2>
K. (Br) = —5= N+ N1 -

I [e_ﬂw "Z, (%?2)]} (3.62)

onde Z, (Br) ¢é a fungao de partigdo de um tnico oscilador. Note que a equacao (3.60)
define apenas a entropia dos osciladores da corda fechada. Para o reservatorio, um opera-
dor semelhante pode ser construido trocando-se os operadores da corda pelos respectivos
operadores til. Entretanto, uma vez que estamos interessados na entropia da corda, nao

é necessario contabilizar a entropia do reservatério. Inserindo a equagao (3.61) e (62) em
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(3.57) e com alguma algebra, é possivel mostrar que a entropia dos osciladores da corda

fechada apresenta a seguinte forma:

o

Sose (Br) = (p = 1)k »_ [Brne ™" Z, (Br) — In Z, (Br)]
n=1
R & 5TR2716_%” BrR? BrR?
+(p—d+ 1)/@%; o Z, < S ) —InZ, ( S ) (3.63)

onde N, é o autovalor do operador niimero de modos com frequéncia n. O fator 2 se deve
a contribuicao dos setores a esquerda e a direita respectivamente. Nés notamos que no
raio critico Ry = v/2a' a equagao (3.63) reproduz a entropia de d — 2 campos escalares

nao-massivos e transversos.

A contribuigao do setor topolégico a entropia da corda (3.57) , em contrapartida, nao
pode ser calculada da mesma forma que a entropia dos osciladores pois nao ha no forma-
lismo TFD um operador de entropia sensivel a entropia carregada nos modos topoldgicos
da corda em T4 P~ . A seguir procedemos com a construcdo deste operador. Ou seja,

construimos o objeto f(top (Br) de modo que

Stop (Br) = —8% (k5T In Zyop (B7)] = kp{(0 (Br)| Kiop (B7) [0 (B1))). (3.64)

Usando (3.41) na relac@o acima chega-se a

f(top (BT> = (27TR)p+1_d l%ﬁtop exp (%ﬁt(ﬂ’)

+ 2rRPY Zyoy (Br) In (Zuop (Br)) exp (5Tﬁpr)] . (3.65)
onde
. . R .
Htop - H() + WW, (366)

e Hy representa a parte topoldgica do hamiltoniano com autovalores Ey (N, M) dados pela
relagao (3.56). O valor esperado no véacuo térmico do objeto IA(top (Br) de fato reproduz

corretamente a entropia topolédgica

k —Br
Stop = kB In Ztop (ﬁT) + B—BTZ;); (BT) Z Etop (N, M) eTEmp(ALM), (367)

2
N,M
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onde
2 2 R2

R2

EtOP(NaM) :W

sao os autovalores do operador Hy,,.

A energia livre da corda fechada térmica pode ser computada como o valor esperado

no vacuo térmico do operador

F(Br)=H -~ 6_1TK (Br). (3.69)

onde K = f(top + Ky e H=H®+ HT . O célculo do valor esperado de a (Br) no vacuo

térmico resulta

F(Br)=87"|(p—1)> InZ, (Br)

2) +1In Z,, (BT)]. (3.70)

Novamente se vé que no raio critico, a energia livre total é a soma da energia livre de
d — 2 campos escalares sem massa e a energia livre topoldgica para os modos zero. Na

auseéncia de direcoes compactas a energia livre é dada apenas pelos modos de oscilacao.

3.4 D-Branas Térmicas Magnetizadas

Nesta secao nés derivamos os estados de D-Brana térmica magnetizada em R(P) x T4-p~1
aplicando a generalizacao do formalismo TFD que derivamos da secao anterior. Os estados
de D-Branas (estados de fronteira) em espagos planos nao compactos foram definidos em
[32] como sendo os estados no espago de estados da corda térmica que satisfazem as
condicoes de fronteira que satisfazem as mesmas condicoes de fronteira de Dirichlet e
Neumann validas a temperatura zero. Isto significa impor dois conjuntos de condigoes
de fronteira: um para os graus de liberdade da corda e outro para os graus de liberdade

do reservatério. A mesma definicdo pode ser aplicada na geometria R x T4 P! ¢ os
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estados de D-Branas térmicas magnéticas podem ser calculados. A partir do estado de
fronteira térmico é possivel calcular a entropia e a energia livre das D-Branas magnéticas
a temperatura finita como o valor esperado do operador entropia e do operador de energia

livre, respectivamente, no estado de D-Brana térmica magnética.

3.4.1 Estados de D-Branas térmicas magnéticas

A termalizacao da corda fechada é descrita pelos operadores € (Br) e G (Br) que mapeiam
o sistema total a temperatura zero no sistema a temperatura finita, o que implica que
os operadores genéricos da corda O passam a ter um atributo de temperatura O (Br) de

acordo com

O — 0 (Br) = [Q (Br) ® eié(ﬁﬂ} O [e_iG(BT) O~ (8r)]. (3.71)

No espago-tempo plano estendido, os estados de D-branas foram definidos por dois
conjuntos de condigoes de fronteira obtidos da densidade lagrangiana a temperatura finita
e impostas tanto no espaco de Hilbert original da corda quanto no espago que representa
a copia térmica [32]. E possivel generalizar esta definicao as D-branas magnetizadas em

R(P) x T4=P~1 ¢ entdo procurar soluces |B (Br))) das seguintes equacoes :

5 (60) B (Br) = 0, (3.72)
(s — 2ma'q i) (Br) [B (Br))) = O, (3.73)
(14 B, ! (8r) + (1 + B, B (Br)| 1B (Br) = 0, (3.74)
(14 B),, & (80) + (1 + B, 8 (81)| [B(B2)) = 0, (3.75)
[ (Br) + €53 (0] 1B (Br))) = 0, (3.76)
[eud (Br) + <560 (80)] 1B (Br))) = 0, (3.77)

para todo n > 0. Nas equacoes acima os operadores a temperatura finita foram obtidos

mediante a aplicacdo do mapa (3.71) aos operadores de fronteira nas equagoes (3.11) e
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(3.13) — (3.16). Equagoes similares podem ser escritas para os operadores da corda til. A
fim de resolver o conjunto de equagoes acima, primeiramente notamos que a solugao pode

ser fatorada tal como

’B (BT)» = |B (6T)>>top ® ’B (6T)>>osc . (378)

Donde pode-se mostrar que |B (5r1)))tp € |B (B1)))ose Podem ser escritos em termos

do estado de D-brana a temperatura zero de acordo com

BB = Q(Br) |1BIE, = 2 (8r) B, | B)) (3.79)
|B (ﬁT)>>osc = eiG(BT) |B>>osc = eié(BT) |B>>osc B>>OSC) (380)
onde [B))j, € |B))osc = | B))gse | B))ose PErtencem, respectivamente, ao espaco de Hilbert

total & temperatura zero e representam duas cépias dos estados dados nas equagoes (3.20)
e (3.18) e (3.19). As relagoes (3.79) e (3.80) representam o mapeamento da D-brana mag-
netizada desde o espaco de Hilbert a temperatura zero na D-brana magnética termalizada
no espaco de Hilbert da corda fechada térmica. Com alguma algebra encontra-se a solugao

do sistema (3.72) — (3.77)

B = Ny BNy (B) TL Y00y, [1572] " 30 [] ™ (50

i=p+1 n;

{Hexp{ (e () M 5r) + 81 (50) 3B, (9 >)]}|o<5T>>>m
o{ e [ (o (52) st (32
A (57) s (50)) [} (57)).. oo

onde S;; = (6_1)14 (ST)U. A relacao acima representa a D-Brana magnética termalizada e

7

mostra que a D-brana magnética a temperatura finita é um vetor que mora no espaco de
Hilbert térmico total. Na auséncia de setor topoldgico (todas as diregoes extendidas) e com
d = p+1 o estado acima se reduz ao estado de D-Brana térmica ja conhecido na literatura

[32] ¢ [33]. E instrutivo notar que os campos de fundo em (3.81) nao sio termalizados,
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isto é, os valores médios dos correspondentes estados de cordas sao tomados iguais aos
que ocorrem a temperatura zero. Consequentemente, pode-se afirmar que My, = My,
e g, = €;;. Assim como os demais estados de cordas, nao ha interpretacao simples de

|B (pr))) em termos de D-branas magnéticas a temperatura zero.

3.4.2 Termodinamica de D-branas magnetizadas

As propriedades termodinamicas das D-Branas magnetizadas a temperatura finita podem
ser derivadas de sua entropia. A entropia e a energia livre das D-branas térmicas sao

definidas como valores esperados dos operadores K e F', construidos na secao 3, no estado

|B (Br))):

ésD (Br) = (B (Br)| K (Br) |B (Br)))- (3.82)

Dai ainda é possivel escrever

Sp (Br) = Sp (B1)(ose) T S (BT) 10p) (3.83)

Sp(Br) = Sp(Br)+Sp(Br) - (3.84)

Os calculos sao longos mas simples. O principal detalhe técnico envolve o fato de que

a transformagao de bogoliubov pode ser linearizada [7]:

6% = V/Zy (Br)as (Br) + \/Zu (Br) — 14y, (Br). (3.85)

ale = \/Z, (Br)ale (Br) + /Zn (Br) — 14, (Br) , (3.86)

com relagoes similares validas para os operadores 3% . Note que quem T¢ P! | 3, deve ser

substituido por BrR?/2a’. A contribuicio dos osciladores de RP~! & entropia da D-brana
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magnetizada é

SD (5T)]$osc) = _2V[1)I, topvg, osckB

P oo

HABIERIBIIN

n=1 a=2 | m#n=1 c#a=2 d=2 | k=0

eiﬁTnZn (BT) = n QSad

ad

00 e—Brn e
+%p-U‘@§%c§:{LZK5T)_1“n(ex%nzj&gill)

n=1

+ In(e"™Z, (Br) +1)}}. (3.87)

Onde Vi 100 » VD ose € VD, ose 580 as normas dos estados |B (67)))0p 1B (67)))0se ©
|B (B7)))% . respectivamente. Uma vez que o operador de Bogoliubov é unitdrio, a norma
dos estados de fronteira térmicos associados aos osciladores apresenta o mesmo valor do
estado a temperatura zero. Os termos (Mcd)%gé representam os elementos de matriz
M., = Mcd elevados a poténcia 2k7;. O fator global 2 em frente a todos os termos deve-se
a contabilidade idéntica de entropia nos setores a esquerda e a direita. A entropia dos
osciladores em T% P! pode ser calculada da mesma forma com que foi obtida Sp (5T)

osc

e o resultado é formalmente o mesmo:

SD <5T)?osc) = _2V[H§, topvg{, osckB

oo d—1 [e%9)

ST OIS s

n=11i=p+1 | m#n=1 l#i=p+1 r=p+1 [k=0

BT R? 2
2 - 20/ ”Zn <6T£ )
XP%(&R>—qm 2

th (S
20/ ng nZ (ﬁTR2> 4 1 Z zr(

t =0
o0 ﬂTI? n ﬁTRQ
BrR? " ( )
+d—p—1)V) e [%( —1|In
( p ) D, Z 20/ e_ﬂgo? nZn (ﬁTR ) +1
+In (e

g, CE%?—%Q}}.(&%)

A contribuigao do setor topolégico a entropia pode ser calculado das relagoes (3.65) e

n=1
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(3.81):

d— 1

12)_ Vg,oscvg,osckB Zl;leJ (BT>

SD <6T)top = Rp+1a/

oo p+l
X {Z > @R Zigy (Br) I Ziop (Br) exp [BrEiey (N + K, M + )]
N,M K,S
Br

4 2 By (N £ KM £ S) exp | 2 By (N £ K M 5)} } . (380)

A soma das entropias (3.87), (3.88) e (3.89) representa a entropia da D-Brana mag-
netizada & temperatura finita em R x 7971 Este resultado pode ser usado para o
calculo dos outros potenciais termodinamicos associados a D-brana da forma usual visto

que se esta se encontra em equilibrio termodinamico.
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Capitulo 4

Dinamica fora do Equilibrio de
Cordas em Fundo do Tipo onda

Plana Dependente do Tempo

4.1 Introducao

Entender a dinamica das cordas numa quantidade tao grande quanto possivel de geome-
trias constitui um passo essencial no desenvolvimento da teoria de cordas bem como na
formulacao de suas novas aplicagoes e testes. Em particular, espera-se obter importantes
informacoes a respeito de propriedades semi-cldssicas da interagao gravitacional na teoria
de cordas tais como a reacao da matéria a métrica de fundo do espago-tempo, as singu-
laridades cosmolégicas as condicoes iniciais em cosmologia bem como sua evolucao. Uma
vez que nao existem métodos gerais disponiveis para uma exploracao sistematica da fisica
das cordas em geometrias arbitrarias [74], apenas algumas poucas geometrias tem sido

abordadas pelas técnicas semi-classicas.

Uma das caracteristicas das variedades nas quais é possivel explorar a fisica das cordas

com métodos semi-cléssicos é o fato de possuirem vetores de Killing tipo-tempo pelo menos
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localmente. Essas variedades podem ser generalizadas para espacos-tempo dependentes
do tempo juntamente com campos nao-massivos advindos do setor de cordas fechadas.
Entre esses exemplos, a classe de espacos-tempo do tipo onda plana dependente do tempo
tem recebido especial atencao ultimamente. Pode-se dizer que existem pelo menos trés
razoes que justificam o estudo destas geometrias nas teorias de cordas. Em primeiro lugar
elas podem ser relacionadas a cendarios cosmologicos, cordas e D-Branas através do limite
de Penrose-Griiven como descrito em [75]. Em segundo lugar, as ondas planas possuem
a propriedade interessante de gerarem geometrias conformes para as cordas, nas quais é
possivel sua quantizagdo canonica [76] e [77]. Em terceiro lugar, as técnicas usadas para
quantizar as cordas em backgrounds do tipo onda plana podem ser aplicadas em outras
situagdes com estrutura de simetria semelhante tais como backgrounds do tipo luz [78]
e backgrounds do tipo Kasner [79], [80], [81] (ver artigo de revisao recente [82] e suas
referéncias). Um fato notdvel é que as simetrias dos cenérios de onda plana possibilitam o
estudo de problemas envolvendo singularidades cosmologicas mediante o uso das técnicas

simples de quantizacao perturbativa das cordas.

A fim de entender a dinamica das cordas nas proximidades de singularidades cos-
moldgicas, ou as singularidades das solugoes do tipo onda plana dependente do tempo, é
fundamental investigar os aspectos térmicos da teoria de cordas no correspondente back-
ground. No caso estatico, os aspectos térmicos podem ser estudados sob a hipdtese de
equilibrio termodinamico e por consequéncia, as quantidades termodinamicas de interesse
podem ser derivadas da funcao de particao estatistica da corda. Em contrapartida, a
hipétese de equilibrio térmico em backgrounds dependentes do tempo levam a conclusao
de que nas proximidades de uma singularidade as cordas possuem representacoes canonicas
inequivalentes ao longo do tempo [83]. Em geral, a necessidade de diferentes teorias para
diferentes valores do parametro temporal sinaliza uma transicao de fase entre os dois va-
lores limites. Anadlises extensivas da temperatura sob a hipdtese de equilibrio térmico em

backgrounds dependentes do tempo foram levadas a cabo em [84], [85], [86], [87], [88], [89],
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[90], [91], [92] onde é mostrado que a temperatura de Hagedorn no espaco de Minkowski
poderia ser interpretada como uma temperatura limite ou temperatura critica ou mesmo

a dependéncia dos modos de oscilagao com a temperatura.

Os resultados obtidos até agora mediante o uso de diferentes técnicas de teorias de
campos a temperatura finita indicam, que nestes casos, a hipotese de equilibrio térmico
é no maximo valida localmente e em regioes assintoticamente longe da singularidade. De
modo geral o que ocorre nestes casos é que a interacao entre o campo gravitacional e os
modos das cordas envolve uma troca de energia que depende do tempo. Por consequéncia,
as frequéncias dos modos das cordas tornam-se funcoes do tempo e por isso a corda nao

pode manter seu equilibrio térmico.

A dependéncia temporal das frequéncias de oscilacao leva a efeitos significativos na
teoria. Por exemplo a funcao de dois pontos da teoria a temperatura finita apresenta a

seguinte forma
T
G (x,y) = Go (2.y) = 5signe (t. =) p(2,9), (4.1)

onde Gy (z,y) é a funcao de 2 pontos da teoria estatistica e C' é um contorno fechado a
tempo real. Quando em equilibrio térmico, verifica-se que p (z,y) ~ Go (z,y), enquanto
que fora do equilibrio, a fungao espectral p (z, y) nao é um multiplo de Gq (z,y). Portanto,
os argumentos heuristicos bem como os calculos em teoria de campos no equilibrio sugerem
que ensembles de cordas em backgrounds dependentes do tempo devem ser tomados como

sistemas fora do equilibrio.

Na literatura existem poucas tentativas de estudo das cordas fora do equilibrio mesmo
em backgrounds simples, em grande parte devido as dificuldades inerentes a teoria de
campos fora do equilibrio. Entretanto uma vez que as cordas podem ser resolvidas por
métodos canonicos em backgrounds do tipo onda plana dependente do tempo, torna-se
legitima a procura por uma descricao das cordas em termos de ensembles de osciladores

fora do equilibrio. Aparentemente, os poucos trabalhos na literatura que exploram este
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problema o fazem pelo viés da teoria de Liouville-von-Neumann [93], [94], [95] (baseado
na generaliza¢ao do teorema do invariante de Lewis-Riesenfeld [96]) que recentemente tem
sido usada para mapear a mecanica quantica dependente do tempo em fluxos do grupo
de renormalizacao, para lidar com o limite Penrose-Giiven de pilhas de D-Branas assim
como a solugao de Pilch-Warner [97]. O mesmo método foi usado para analisar o espectro
das cordas no limite de Penrose-Giiven de ondas planas em backgrounds de NS5-Branas
em [98] e para construir o operador densidade das supercordas tipo IIB no background
de onda plana invariante de escala com singularidade em [99] onde foi mostrado que
o comportamento Hagedorn das cordas é o mesmo apresentado em espaco-tempos sem
curvatura. Todavia, os resultados obtidos até agora nao sao completos ja que fornecem
uma descri¢ao simples em termos de osciladores sem explicar a dinamica fora do equilibrio
dos campos de cordas e a forma como devem ser calculados os observaveis da corda térmica

a partir destes observaveis.

Neste capitulo propomos uma nova formulacao da dinamica das cordas fora do equili-
brio em backgrounds do tipo onda plana dependente do tempo baseado na construcao da
Dinamica de Campos Térmicos Fora do Equilibrio (Non-EquilibriumThermo Field Dy-
namics - NETFD) [7]. O formalismo chamado Dinamica de Campos Térmicos (Thermo
Field Dynamics - TFD) é um formalismo operatorial canonico em tempo real no qual as
médias térmicas em equilibrio termodinamico sao calculadas nao por manipulagoes do ope-
rador densidade mas, ao contrario, atribuidas ao valor esperado da respectiva quantidade
no vacuo renormalizado por efeitos térmicos (vacuo térmico) o qual obedece a condigao
de estado térmico definida no espago de estados duplicado (espago térmico). A estrutura
matematica do espago térmico ¢ a do produto direto de duas copias idénticas do espaco
de Hilbert a temperatura zero sobre o campo de fungoes dependentes da temperatura e
provido de uma involucao denominada conjugacao-til. A interpretacao fisica dos vetores
térmicos é a de graus de liberdade expressos em termos de quasi-particulas til e nao-til.

Em particular, o espago térmico contém um grupo de objetos invariantes sob a involucao
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e sob translagoes temporais que ¢é isomérfico ao SO (1, 1) no caso dos bésons e ao SO (2)
no caso fermionico. A escolha de uma especifica transformacao de Bogoliubov equivale a
escolha de um estado de vacuo térmico definido como o condensado dos respectivos pares
de modos til e nao-til. Isso acontece porque os operadores de Bogoliubov emaranham os
setores til e nao-til de forma a produzir amplitudes que equivalem a distribuicao térmica
[7]. O formalismo TFD em equilibrio foi aplicado a teoria de cordas e a teoria de campos
de cordas em espago-tempos de curvatura nula em [42], [43], [44], [45], [46], [47], [48], [100],
[49], [50], [51], [52], [53]. Mais recentemente, o formalismo tem sido usado para calcular
a termodinamica de cordas em backgrounds estaticos [54], [55], [56], [57], [58], [40], [41] e
para construir estados de D-Branas térmicas e calcular suas fungoes termodinamicas em
[32], [33], [34], [35], [36], [59], [60] (ver [37], [38], [39] para revisoes) . Em [1] o TFD em
equilibrio foi generalizado para acomodar o setor topolégico das cordas e D-Branas em

RLP x Td—p—1

O NETFD ¢é um formalismo candnico de tempo real no qual as correlagoes fora do
equilibrio podem ser calculadas a partir de estados e operadores que possuem uma estru-
tura algébrica muito simples. Basicamente o formalismo mantém a estrutura algébrica de
estados e operadores do TFD. Os vetores térmicos sao interpretados enquanto graus de
liberdade térmicos do sistema fora do equilibrio e podem ser construidos na representacao

de Fock do espaco térmico o qual é uma solugao da equagao mestra
0 ~
15 [0()) = H[0(t)) - (4.2)

A equacao acima é a equacao de Schrodinger com tempo de evolugao infinitezimal

gerado pelo operador [103], [104], [105], [106]
H=—H-1 (4.3)

em que H e H sao os hamiltonianos do setor fisico (sem til) e nao-fisico (com til) respec-
tivamente. A interpretacao fisica do sinal negativo é a de que o setor nao fisico representa
as oscilagoes do reservatorio térmico com o qual o sistema fisico interage e é uma carac-

teristica dos processos térmicos na descrigao TFD [7]. Ainda, o sinal também mostra que
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o vacuo térmico fora do equilibrio é geralmente instavel e dependente do tempo. Entre-
tanto ainda é possivel definir um conjunto de operadores de criacao e aniquilagao com
frequéncias dependentes do tempo em ambos os setores de modo que o vacuo térmico seja
canonicamente definido para qualquer valor do parametro de tempo [7]. Uma vez que a
dependéncia temporal é carregada tanto pelos estados quanto pelos operadores, é possivel
por meio de uma transformacao de Bogoliubov dependente no tempo, definir um conjunto
de operadores independentes do tempo, com os quais entao é possivel definir de estados de
quase-particula. Estes permitem o calculo das fungoes de correlagao para os operadores
dependentes do tempo no vacuo das quase-particulas invariantes no tempo com ou sem
interagoes [7]. A generalizacao relativistica do formalismo foi trabalhada recentemente

em [107],[108].

Este capitulo esta organizado da seguinte forma. Na secao 2 nés revisamos brevemente
a estrututura canonica da corda livre no background de onda-plana dependente do tempo
seguindo [77]. Apéds fixagdo de gauge, a corda pode ser reduzida a um ensemble de
osciladores com frequéncias dependentes do tempo nao-interagentes nas coordenadas de
Brinkmann. Explorando esta estrutura, nés construimos na secao 3 os operadores de
Bogoliubov dependentes do tempo e o vacuo das quasi-particulas, o qual é independente
do tempo. Na se¢ao 4 nds construimos as funcoes de correlagao dependentes do tempo
para a corda térmica. Mostramos que estas funcoes de correlacao contém as matrizes de
transicao entre o instante inicial ¢ = —oo e o instante da singularidade ¢ = 0. No contexto
da NETFD, a matriz de transicao é definida em termos do Hamiltoniano de interacao
entre os setores til e nao-til e um contratermo que é responsavel pela evolucao temporal
dos operadores numero. Uma Expansao de Dyson-Schwinger dupla é possivel neste caso.
Nos computamos as correlagoes em ordem zero de perturbacao. Finalmente, com o intuito
de tornar o capitulo auto-consistente, nds coletamos alguns resultados importantes sobre

o NETFD na secao 4.5.
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4.2 Cordas sobre fundos de onda plana

Nesta secao nos revisamos a quantizagao canonica da corda fechada livre sobre fundo de
onda plana dependente do tempo [77] e [82] e estabelecemos as notagdes. No que segue,
nos estaremos usando as coordenadas de Brinkmann, em termos das quais o background

em questao pertence a seguinte classe

ds* = 2dztdz” — X (z%) 2'2'datdat + da'da’ (4.4)

p = p(¥) . (4.5)

Onde z* e 2~ representam as coordenadas do cone de luz no espaco-tempo e z* com i =
2, 3, ..., D as coordenadas transversas. A presenca do dilaton ¢ compensa a contribuigao
métrica ao tensor de Ricci de modo a garantir que o fundo seja conformalmente plano.
No caso de ondas planas com singularidade, a fun¢do A (z) comporta-se como A (x) —
kx=2 + O (2") no limite em que z — 0, onde k € R e r > 2. Para k > 0 a massa ¢

positiva e o dilaton toma a seguinte forma

(D —2)k

p(27) =po— Cat + 5

In (z*), (4.6)

onde C' € R e D é a dimensao do espaco alvo. Com esta estrutura de fundo a agao da

corda possui a forma geral

1
A/

S =

[ V[ @) 0 (0007 (0) 950" (0) 4 GO (@) (o) ()

onde 0 ~ (0, 0!') = (7, ) sdo as coordenadas da folha-mundo da corda, h*? é a métrica

da folha-mundo, z* (o) sdo os graus de liberdade da corda, g,, (x) é a métrica do espago
alvo definida em (4.4) com p,v =+, —, 2, 3, ..., D, e R® é o escalar de Ricci em duas
dimensdes. As simetrias da acao (4.7) sao fixadas mediante imposi¢ao de Jyhae = 0 € 0

gauge do cone de luz 27 = o'ptr.

A solugao geral das equagoes de movimento obtidas mediante extremizagao de (4.7)
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admitem a seguinte decomposicao de Fourier

7_ J _ xO + Z\/72 {F CYj e2ino’ + ﬂief%na)

n>0

—F; (r) (affe™ 4 i)} (48)

em que os operadores de criagao e aniquilacao sao normalizados como modos da corda ao
invés de modos de oscilagao e as fungoes F,, (7) sdo combinagoes lineares das fungoes de

Bessel como segue

—1lnv

F,(r)=¢e2

N [J,,_l/g (277) —iY,_1/2 (27‘(‘7‘)} , (4.9)

onde

— % <1 + m> : (4.10)

a ordem da funo de Bessel.
Os modos do centro de massa da corda podem ser escritos em termos de osciladores

independentes do tempo como segue

. /- aj+ozﬂ>71*”—2i<a —a”) ],k:7é ,

ZL“% (7_) — 2(2"_/1) [( 0 0 0 0 (4.11)
ar [(aé+a€ﬁ> — 2 (a —(Jé())th} k=1

O hamiltoniano da corda no calibre do cone de luz apresenta a seguinte estrutura de

=

osciladores
Cg/ D ) ]{} )
HZEZ {(pf)) +4o/2 2 ( 6) ]
i=2

LS [0 (7) (ool + BEEL) — 0, () ol — 8] () afiBE] (412)

=2 n=1

onde os coeficientes dependentes do tempo €2, (1) e ¥, (7) sdo dados pelas seguintes

relagoes
Q(r) = (14 153) 1B (DF +1Ga (1) = 5= [F7 (7) G (7) + Fu (7) G (7H13)
0u(r) = (14 153) B (0 +Gu (1) = 5= Fa (1) G (7) . (4.14)



E possivel perceber das equagdes (4.13) e (4.14) que a corda se comporta como uma
colecao infinita de osciladores auto-interagentes cujas frequéncias sao dependentes do
tempo mesmo quando a corda se propaga livremente. Ainda, os termos nao-diagonais
nao misturam frequéncias diferentes e surgem dos coeficientes €, (1) e ®,, (7) que por sua
vez advém do acoplamento com a métrica de fundo. O setor de interacao deste Hamilto-
niano deve, em geral, ser tratado nao-perturbativamente, entretanto, como foi mostrado
em [77], o Hamiltoniano pode ser escrito como uma colegdo de osciladores dependentes

do tempo por meio do seguinte mapa linear:

A (1) = (1) ag, oy (1) BIY (4.15)
Al () = wy (r) ol 4o (1) By, (4.16)
B, (1) = un(7) B, + v, (1)al (4.17)
Bii(r) = ' (7)B + v, (1)l . (4.18)
onde
Uy = %e%wnw [Fn(7)+2w:(7>amn} : (4.19)
Uy = %e_%wn(ﬂr [_Fn (") + 5 (T)&Fn] . (4.20)

Com esta definicao os osciladores A e B satisfazem as relacoes de comutacao canonicas:

[AL (1), AR ()] = [B, (1), Bl (1)] = 6umd” (4.21)
[A, (7). Bl (7)] = [A, (1), B, ()] =0. (4.22)

O objetivo da passagem aos osciladores A e B é o fato de que em termos deles, o Hamil-

toniano (4.12) toma a forma diagonal
o D 2 k .2 1 D oo o o
H=—3" [(pa) + s (%0) } 522 [on (1) (AJAL + BIB,) + h(7)] (4.23)

2 4 4?72 :
=2 1=2 n=1

onde as frequéncias dependentes do tempo w, (7) séo

wn () =1/ 0% + % . (4.24)
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A funcao
h(r)=(D=2)> w,(7) (4.25)

desempenha o papel de uma constante de ordenamento normal, diverge logaritmicamente
e pode ser cancelada por uma renormaliza¢ao do dilaton para todos os valores de 7 [77].
Os campos da corda 2’ podem agora ser expandidos em termos dos osciladores A e B

Ccomo segue

. . / > . . . . . .
T (7_7 0_)1 _ ZEB (T) + Z\/%Z n(j (7_) {e—2zwn(7)TAiL (T) 622110 . 6210.)”(7')7—1421 (7_) 6—22110}
\/?Z — { —2iwn (T rBz ) —2ino 2zwn(7')~rBTz ( ) 2ma} ) (426)

Em geral, os estados do tipo particula associados aos osciladores dependentes do tempo
sao bem definidos apenas assintoticamente [7]. No caso em questao, existem dois espagos
de Fock para obseradores no limite 7 — +00 (setores a e ) e, uma vez que os setores de
osciladores sao os mesmo daqueles definidos para a corda livre no espago-tempo plano, os
estados assintdticos podem ser construidos a partir do vacuo do cone de luz |0 (£00)),, 4
o qual é definido como auto-estado nulo dos operadores o, e .. Ao longo da evolugio
temporal da corda, a representagao da corda como livre deixa de ser valida devido as
auto-interacoes relacionadas aos termos de mixing. Entretanto existem estados livres que
podem ser obtidos a partir da excitagdo do vdcuo dependente do tempo [0 (7)), 5 (auto-
estado dos operadores A’ e B?) na representacao do espaco de Fock dada pelos osciladores
A e B. A dinamica do centro de massa da corda, por sua vez, nao se reduz aquela que
ocorre no caso da corda livre no espago-tempo plano e é intrinsecamente ligada a solucao

do tipo onda plana.

4.3 Dinamica das cordas fora do equilibrio

O fato da teoria de cordas sobre o fundo do tipo onda plana dependente do tempo ser

passivel de solucao mediante quantizagao canonica sugere que esta também deva se aplicar
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no caso da dinamica fora do equilibrio. Existem varias técnicas que podem ser usadas
com este intuito. Como mencionado na introducao deste capitulo, nés iremos utilizar o
formalismo NETFD devido a simplicidade da interpretacao que pode ser dada aos estados,

os operadores assim como as correlagoes fora do equilibrio.

4.3.1 Campos das cordas a temperatura finita

O primeiro passo a ser dado com o fim de desenvolver o formalismo NETFD para o caso
das cordas é o de definir os graus de liberdade térmicos. Os estados térmicos pertencem
a0 espaco térmico H=HoHo qual é o produto direto entre duas copias do espaco de
Hilbert da teoria a temperatura zero. Em H atuam operadores da forma O®1e1® O
os quais, mediante produto tensorial com o corpo dos R? formam os chamados dubletes
térmicos [7]. Comegamos com a teoria na forma diagonal em que os campos da corda
sao dados pela relacao (4.26). As coordenadas da corda til sdo obtidas aplicando-se a

conjugacao-til (ver secao 4.5 adiante).

. ) o i 1 . ~. ) ) . )
7 (7_, O')l _ i'é) (7_) 4/ = {67210.)”(7')7'14:1 (7_) e?ma . eZzwn(T)TA;[Lz (T) e*ZZTLO‘}
V 2 ; V/nwy (T)
o' e 1 . ~ . . . -~ .
b= {6—214«1"(7')73:1 (7_) 6—21710 . 621wn(T)TBLz (7_) 621710} ) (427)
V 2 nz::l /1wy, ()

E conveniente absorver as exponenciais dependentes do tempo nos operadores cano-

nicos por meio da seguinte redefinicao:

e AL (7) = al, () 5 e AL (7) = al (7) (4.28)

n

e versoes andlogas para os outros setores. O dublete térmico da corda, denotado por

¢ (7,0), pode ser obtido organizando-se os campos (4.26) e (4.27) na forma de um
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campo vetorial de duas componentes tal que a estrutura a — b seja mantida

¢ (1,0) = 65" (1) + 07" (7,0) + ¢} (7, 0)

\/72 W { () e*nT — (83@2 (T)T>a e_Zi”U}
\/72 W {bﬁf‘ (1) e Mo — (83531 (T)T>a eQi””} (4.29)

onde « ¢ o indice no R?, ¢§* (7) representa os modos duplicados do centro de massa e s3

é a matriz de Pauli. Ainda, acima foram introduzidas as seguintes notacoes

air (r) = ;;iii )= ((air) -t (o) )

assim como operadores similares para o setor b. O conjugado ao campo térmico dado pela

relagao (4.29) é obtido pela aplicacao da operagao definida na se¢ao 4.5
3 (.0) = 688 (1) + 61 (r.0) + 6" (r,0)

= o -ﬂVEEZ/Ef—{“<wmm—@uﬂ%Q%Mﬁ
VF_EZ E;;__{bf(Tyﬁma—-QﬁcﬂT&gae%W} . (4.30)

Onde se nota que as coordenadas do centro de massa nao apresentam a mesma forma
do dublete térmico dada pelo formalismo NETFD. Isto pode ser reparado com a seguinte

reorganizacao das coordenadas
zhy (1) =U (1) ay + U* (1) afl (4.31)

onde U (1) é dado por

T F (4.32)

2—2\/_1117',1624—l

As coordenadas do centro de massa da corda til podem ser obtidas aplicando-se as

regras de conjugacao dadas no secao 4.5. Com isto, agora os campos térmicos podem ser
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generalizados também ao setor do centro de massa
i

o (7)

~i

Ty (7)

Os dubletes térmicos definem uma familia de representacoes dos campos térmicos

6 —U(r) ol + U (7) (ssap ")’ . (4.33)

parametrizada pelo tempo e contruida a partir do vacuo {|0(7))}. Qualquer uma destas
representacoes pode ser mapeada na representacao de quase-particula independente do

tempo por meio da transformagao de Bogoliubov inversa (ver se¢ao 4.5)

ay (r) = B (m7e), (4.34)

b (1) = By, (1)) - (4.35)

Com isto, a dinamica fora do equilibrio é determinada pela variacao temporal dos
dubletes térmicos a! (1) e b (1) sobre o vdcuo independente do tempo |0) definido por
&5 e x? respectivamente. Os operadores de Bogoliubov podem ser diferentes nos setores
a e b, respectivamente, mas sao os mesmos em todas as diregoes transversais. Entretanto,
uma vez que os dois setores diferem apenas na orientacao dos modos ao longo da direcao
espacial da folha-mundo da corda, é possivel tomar B, ,, (1) = By, (7) = B,, (7). Disto
resulta que o mapa de Bogoliubov para o modo k apresenta a forma dada na expressao

(4.108) no calibre linear do dublete

v e i b )] B @el ) (1.30)
= e |- [ a0 (82170 (4.37)
= ewi [ )] B0 (1.3%)
= W e | [ de] 56 (1.39)

em que as exponenciais positivas representam uma fase puramente complexa e
ny, (1) 641 = i (7) k0 = (0 (7)| affa [0 (7)) (4.40)

As condigoes de contorno iniciais sao tomadas em 7 — —o0. Os operadores de quase-

particula dependente do tempo s@o obtidos multiplicando-se as equagoes (4.36) — (4.39)
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pelas respectivas exponenciais inversas.

() = BY(al (1), (4.41)
() = a’ (1) [B] () (4.42)
() = B () (4.43)
() = o) B @) (4.44)

A representacao de quase-particula é baseada na equacao de movimento a qual é
satisfeita pelos modos da corda (4.8) e pela hip6tese natural de que o sistema de osciladores
evolui de acordo com a equagao de Schrodinger com hamiltoniano dado por (4.23) na
representagao a—b [77]. Tomando a primeira derivada de £/* (1) com respeito a 7 verifica-

se que a'’ (1) satisfaz a seguinte equacao diferencial de primeira ordem

Ki% — W (T)) + P, (7)} v al’ (1) =0, (4.45)

onde

P () = i

(4.46)
1 1

As mesmas equacoes valem para os operadores b,jf (1) . Este é um resultado geral do
NETFD para o conjunto de osciladores dependentes do tempo [7]. Segue de (4.45) que a

evolugao temporal da corda térmica obedece as seguintes relacgoes

i%a{f (1) = [a{f (1), Aé}, (4.47)
@'%ag;* (r) = [a{f (r) ﬁg}, (4.48)

onde

iy =33 [ ()8 + PP (0)] @it () off (7). (4.49)

i=

2 k
O segundo termo em (4.49) ¢ o contratermo térmico que deve ser adicionado ao ha-
miltoniano como uma consequéncia do mapeamento de Bogoliubov dependente do tempo.

Como pode ser visto da defini¢ao (4.46), este objeto se relaciona com a varia¢ao temporal
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do operador nimero ny (7) dado em (4.40) , com as mesmas relagoes vélidas no setor b

.Uma vez que o hamiltoniano total pode ser escrito como [7]
H = Hy+ Hypy = Ho + Hy | (4.50)

o contratermo Hg (1) = Hep, (7) +]:I§ (7) —Hflg (7) de (4.50) deve ser compensado por um
termo adicionado ao hamiltoniano de interagao. No caso da teoria livre, o hamiltoniano
de interacao possui apenas este contratermo compensador. Nota-se ainda que mesmo no
caso de estabilidade dos campos de quase-particula, estes nao podem ser usados para
definir os estados térmicos assintoticos uma vez que o espectro do hamiltoniano térmico

nao possui cota inferior [7].

4.3.2 Dinamica dos campos térmicos

J& que cada um dos modos da corda térmica, descritos em (4.47) e (4.48), é bem co-
nhecido, ¢ possivel proceder com a derivacao das equagoes de movimento dos campos
térmicos. Para isto, levando em conta o fato de que estamos trabalhando no formalismo
hamiltoniano, é necessdrio determinar os conjugados candnicos dos objetos ¢'® (1,0) e
¢ (1,0). Os momentos canonicamente conjugados sdo definidos de modo que satisfazem

as relagoes canonicas de comutacao a tempos iguais

(6" (r,0) , 7P (7,0")] = i655°5 (o0 — ') | (4.51)

(6" (r,0) , 7% (1,0")] = i696*%6 (o —0) . (4.52)
A insercao das relagoes (4.47) e (4.48) nas expressoes acima resulta em

w(r,0) = m (1) +mf (r,0) +m (r,0)




Por sua vez, o momento conjugado ao campo ¢* (7, o) pode ser obtido por conjugacao

til de 74 (7, 0) e toma a seguinte forma

70 (r,0) = 7 (1) + 7P (1,0) + 7 (7, 0)

L@ (@irs) U ) ()]

2m
o 2V [ ) (s )2
B e

Campos obtidos desta forma satisfazem as seguintes relagoes de comutacao
(¢ (r,0) , 77 (r,0")] = 678576 (0 — o) (4.55)

o que os qualifica enquanto momentos canonicos conjugados. Agora procedemos com a
determinacdo das equacoes de movimento obedecidas por ¢™ (7,0), ¢ (1,0), 7 (7,0)
e 7 (71,0) . Elas podem ser extraidas tomando-se a derivada dos campos com respeito a
7 e uso das equagoes (4.47) e (4.48). Antes de realizar o cdlculo, é conveniente expressar
as frequéncias de oscilagao nas unidades caracteristicas da corda mediante a seguinte
transformacao de escala

nwy, (1) '

wn () (4.56)

Oé/
Longas manipulagoes resultam nas seguintes equacoes de movimento para os modos

de oscilagao

[(1 + 2i87n|v|V71T0)a6 O

osc osc

40,V vl (1+2¢aTn|v,v—1To)aﬁ] ¢ (r,0) =% (1,0) (4.57)

(1+ 2i3Tn|v|V*1T0)aﬁ V2L, (r,0)+ [0- — 0, v - v ] 7 (1,0) =0 . (4.58)

osc

Aqui nés introduzimos a notacdo V = 1/—0,2 + %.As equagoes (4.57) e (4.58) des-
crevem a dinamica cléssica dos osciladores da corda nas proximidades da singularidade.

Uma vez que as equagoes de movimento sao o resultado da evolucao temporal gerada pelo
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Hamiltoniano cldssico, é possivel usar as equagoes (4.57) e (4.58) (e (4.65) no setor do
centro de massa) para integrar as equagoes de Hamilton. O hamiltoniano resultante é

entao composto de dois termos
Hg = Hep + Hpse (4.59)

onde H., é o Hamiltoniano do centro de massa e o hamiltoniano do setor de oscilagao é

dado por

4 1 —ix . — aB
Hy,e = é/dUZZ{W"SC (1 + 2000y V' Tp) 78,

+i2, (14 2i0,n9 )V Ty) ™ V2617

osc osc

—7 (14 T) 0,v - v (1 4 2i0,n9V " To) " 672,
— G0, v (4.60)
onde definimos
1 -1 22'6771|V|V71 1-— 22'6771|V|v71
T, = T, = ) (4.61)
1 -1 2@'07n|v|v—1 1-— 2i87n|v|v_1

Agora o hamiltoniano dos osciladores pode ser separado em dois termos: o termo de
osciladores livres H. 0 . e o contratermo @ que podem ser lidos no lado direito da equagao
(4.60). O hamiltoniano (4.59) gera as equagoes de movimento (4.57) e (4.58) (e (4.65) para

o centro de massa) e o contratermo () determina a dinamica da funcao nimero nyy| (1)

da qual é derivada a evolugao temporal de cada um dos modos de oscilagao.

4.3.3 Dinamica do Centro de Massa

E ilustrativo notar que a derivacio dos termos de oscilacio a partir de (4.53) e (4.54)
é uma consequéncia direta do método NETFD. Entretanto, o coeficiente do modo zero

nao é dado pelo formalismo geral. Torna-se necessario portanto generalizar o formalismo.
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Primeiramente, a fim de incluir o modo zero na discussao, consideramos a representacao

em série da funcao delta
oo

1 )
d(o—a)= D el (4.62)

E possivel entdo mostrar que as relacdes de comutacao (4.51) e (4.52) sdo reproduzidas

se as coordenadas do centro de massa satisfizerem os seguintes comutadores
6 () (1)) = — Loy (4.63)
A partir dai, é possivel determinar o momento
0" (1) = — [U" () (ssa)" + (U ()~ o] (4.64)

Desta forma o coeficiente do modo zero na equagao (4.53) pode ser fixado e, por
procedimento analogo, também o coeficiente do termo de modo zero em (4.54).

As equacoes de movimento do centro de massa podem ser obtidas derivando-se a
equagao (4.33) com respeito a 7 . Apods alguma algebra chega-se a

i (37 actamn )| -

)

. (465
o — ot )0 - (465

A equacgao de movimento dos momenta, por sua vez é

R e e e ) I

i i o-U(r) 1 U (1)
2 2 + ) U (1) |U (1)> @27 —14) (U~ (7))°

} o . (4.66)

As equagoes de movimento para ¢ e 7. sao obtidas da mesma forma.

A partir da afirmacao de que estas equacoes de movimento sao as equagoes de Hamilton
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dadas pelo hamiltoniano H.,,, é possivel calcular sua forma exata que segue a baixo

D
] o aTU (T> 87'[]#< (T) —ia _io
Hcm—;[QﬂU(T)<27T_Z, + S o T

_i( i oU(r) 1 QU (T))Qsm o
21 2+ ) U (r)|U () @r—d) (U=(r)*) "
U (1) L i o ™) (T)>

o o

_Z( 12
2r+4 U(r)  (2m —i) (U* (7))
2r (0. U(r) . 0;U*(7)
U () (27r—i o (2r 4

>>7ré°‘¢f)°‘} . (4.67)

O hamiltoniano total ffcm + I:[OSC determina entao a dinamica dos campos da corda

térmica nas proximidades da singularidade.

4.4 As correlacoes da corda térmica

A fim de fazermos previsoes sobre as propriedades fisicas da corda térmica, é necessario
definir quantidades fisicas observaveis. Quando se trata de um sistema em equilibrio,
os observaveis advém das fungoes termodinamicas e suas respectivas derivadas. Quando
fora do equilibrio, entretanto, é mais natural esperar que os observaveis sejam expressos
em termos de probabilidades de transicao entre estados da corda em diferentes valores do
parametro temporal. Estas probabilidades de transicao podem ser definidas em termos de
funcoes de correlacao. Uma vez que estamos considerando a dinamica da corda no nivel
de arvore, e, na representacao a — b nao existem interagoes entre os modos da corda, uma
avaliacao descuidada poderia nos levar a esperar que as fungoes de correlagao devessem

ser definidas por
<T [(b“al (11) 9292 (13) ... " (Tn)]> ) (4.68)
Todavia, a andlise feita na secao anterior mostra que, mesmo na auséncia de in-
teragoes, ocorre a presenca de um contratermo () em H,,. devido a evolucao temporal das

frequéncias. Numa teoria de interagao entretanto, os contratermos devem se cancelar com

as auto-energias dos vértices de modo a deixar o hamiltoniano inalterado [7]. Portanto, a
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fim de definir as fungoes de correlagao é necessario trabalhar na base de interacao, definida
pelo hamiltoniano de interagao

H; = Q. (4.69)

Nesta representagao, os osciladores evoluem segundo as equagoes (4.47) e (4.48), ou

seja, segundo o hamiltoniano livre ]:IQ definido na relacao (4.50). Portanto, as funcoes de

correlacao sao definidas como valores esperados da forma

<T [(;3““1 (11) 622 (1) ... ¢ (1) 8 (0, oo)] > , (4.70)

onde o operador S ¢ definido como o usual

S(0,00) = lim lim a(71,72):T[exp (—@'/Om dCH, (g))} (4.71)

T1—0 To—+00

O vacuo térmico na representacao de interacao satisfaz a seguinte relacao
(0w (0,7) = (0] . (4.72)

Esta é a formulacao de Schwinger-Dyson para campos térmicos no formalismo cano-
nico. As correlagoes definidas pela relacao (4.70) podem, por sua vez, ser calculadas por

meio de uma expansao em poténcias de @)

(T |6" (1) 6% () 6" (7) 8 (0,00) | ) =
(T [¢" (1) 622 (12) .0 (13)])
—1i <T {w’m (11) ¢ (12) .. (1) /O N dCH; (g)} > + .. (4.73)
E interessante notar que a expansao ¢ valida para pequenos valores das derivadas
temporais de njy . Em virtude disso, pode-se dizer que o NETFD prescreve um método

geral para o calculo de fungoes de correlacao da corda térmica dentro de um esquema

perturbativo.

A fim de exemplificar o formalismo, procedemos com o calculo da funcao de dois pontos
em ordem zero. Para isso, consideramos o primeiro termo de (4.73) no vacuo dependente

do tempo
Dies (11, To;01,02) = —i <T [(bm (11,01) &P (79, 02)]> . (4.74)
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Os campos da equagao (4.29) atuam no espaco direto # na auséncia de mixing entre
os setores a e b. Segue dai que a transformada de Fourier dos propagadores dos osciladores
possuem a mesma forma em ambos os setores e os termos cruzados se anulam. Com isso,
apenas 3 termos sao nao-nulos do lado esquerdo da relagao (4.74) que correspondem aos
3 espacos de Hilbert distintos dos campos das cordas (centro de massa, modos a esquerda

e modos a direita)
Db (11, 72;01,092) = Déj’o‘ﬁ (11, T2) + Dflj’o‘ﬁ (11, T9; 01, 02) + Dzj’aﬁ (11,725 01,09) . (4.75)

Substituindo-se os modos zero de (4.33) na relagdo acima, é possivel mostrar que o
propagador do centro de massa possui a seguinte forma

D (1,1) = =28 (r =) [U (m) U (1) + U (m) U* (1) (12 + )" 67

- %0 (2 — 1) [~U () U (1) + U* (1) U (11)] (12 + s5)*7 6. (4.76)

O célculo dos propagadores dos setores a e b da equagao (4.75) sdo mais longos porém
simples. Uma vez que os setores a e b podem ser relacionados por uma transformacao
de reflexdo o1 — 0y —+ 0y — 0y é possivel calcular D8 (1, 75;01,05) e entdo obter
Dzj’o‘ﬁ (11, T2; 01,02) por meio de uma reflexdo. A fim de calcular o valor esperado de
D328 (11 19301, 09) nés usamos as decomposigoes de Fourier (4.29) e (4.30) e aplicamos
as tranformagoes de Bogoliubov (4.36) e (4.37) para transformar os operadores a (7) nos

operadores de quase-particulas independentes do tempo & que correspondem ao vacuo

definido por (4.74). Apés feita a algebra, o resultado toma a seguinte forma

- ]
5 S B () [F DY (1, i)

4
n>0

Dij,aﬁ (T17 T2;01, 02) -

aB

—|—e_2m(01_a2)DZ, (7—1’ To; n)} B, (7‘2)} (477)

Onde + e - representam as componentes avancada e retardada da funcao de Green

respectivamente no caso em que as frequéncias nao dependem do tempo. Estes termos
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sao dados pelas seguintes equagcoes

exp (z [ dwy, (/\))

2n/wy, (11) Wy (T2)

DZ+ (11, T2;m) = [0 (m1 — 72) (1 + s3)

+0 (12 — 71) (1 — 53)]*7 (4.78)

exp (—i [ dwy, ()\))

2n/wy, (11) Wy, (72)

DZ+ (11, To;n) = [Cy (11) 0 (11 — 72) (1 4 s3)

+0(ry—71) (1 —53) O ' ()] (4.79)
onde introduzimos a matriz para cada um dos modos m

- [ t+2nn () -1
m (T) = : (4.80)
~1 0

As transformadas de Fourier dos propagadores fora do equilibrio no setor a dadas pelas
relagoes (4.78) e (4.79) sao similares aos propagadores fora do equilibrio do campo escalar
no espago de Minkowski [107], [108], [109]. Uma das diferencas é notada na presenca
do fator (wy (1) wn (72)) "% que ndo estd presente no caso do campo escalar no espago
plano. Este fator ¢ uma consequéncia da dependéncia dos modos ¢ (1) do argumento
\/m , mais especificamente, é o resultado da interacao entre o fundo gravitacional e
as cordas. O propagador fora do equilibrio do setor b pode ser calculado exatamente da

mesma maneira.
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4.5 Formalismo NETFD

O formalismo conhecido por Dinamica de Campos Térmicos fora do Equilibrio (Non-

Equilibrium Thermo Fild Dynamics - NETFD) é um formalismo canénico a tempo real

para o tratamento de teorias térmicas de campos quanticos. O formalismo foi desenvolvido

inicialmente como uma alternativa aos ja existentes formalismos a tempo imaginério os

quais apresentam dificuldades com respeito a definicao de correlagoes envolvendo varios

instantes no tempo assim como a construcao da matriz densidade [7]. O NETFD pode ser

derivado a partir dos mesmos axiomas do TFD (Thermo Field Dynamics) em equilibrio,

os quais podem ser sumarizados como segue

1. Um sistema fisico termalizado é descrito por dois conjuntos de operadores de campo

comutantes (anti-comutantes) denotados por ¢ (z) e qg(m) 0s quais atuam no espaco

de Hilbert térmico total que por sua vez é dado pelo produto direto entre dois

espagos de Hilbert idénticos

~ ~

H=HIH.

(4.81)

2. Associa-se a cada operador O = O (¢ (z),¢' (z)) atuando em H uma cépia 0=

O* (qg (z),of (x)) a qual atua em .

3. A marcacao til denota uma involucao em 7:Lque obedece as seguintes regras

(6101+0202) = CTOl"’C;OQ,
(0105) = 010,
(ohy = o,

(0)~ ~ <0,

(4.82)
(4.83)
(4.84)

(4.85)

para quaisquer ci, ¢ € Ce O, Oy, Oy € FEnd (7—1) . & = 1(—1) para operadores

bosonicos (fermionicos).
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4. O estado de vacuo é invariante sob a involucao
0(7)) =10(7)) ; (O(m)] =(0(7)| . (4.86)

5. O gerador da evolucao temporal deve ser tal que

~

(m) — i#. (4.87)

Com isto, se conclui que o hamiltoniano deve tomar a forma da diferenca entre dois
hamiltonianos idénticos

~ ~

H=H-H (4.88)
e é dado pela equacao de Heisenberg para operadores nao-til

z'd
dr

O(r) = [0, H] . (4.89)

6. Existe um conjuto de operadores {5 , f €T @} que define uma representacao do tipo
quase-particula livre, independente do tempo, que atua sobre o vacuo da seguinte

forma
£10) =£10) = (0] = (0] ¢F =0 (4.90)

Os estados térmicos sao entao definidos mediante imposicao da condicdo térmica

sobre os estados

(01O (1) (0|0t (1) para bésons, (4.91)

(0]O(r) = €%(0]O'(r) para férmions, (4.92)
onde 6 é determinado pelas regras de conjugacao til.
7. A média térmica de um observavel O é dada pelo valor esperado no vacuo

(0) = (0|00} (4.93)

8. Para qualquer valor da variavel temporal ¢ existe um mapa inversivel entre o espaco

de Hilbert total e a representacao de quase-particula dependente do tempo dada
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por uma transformacao de Bogoliubov dependente do tempo B (t)

YD g U (4.94)

e (1) ¢ (1)

9. O estado de vacuo dependente do tempo € definido por

E@N0(r) = &(no(r) =0, (4.95)
())& (r) = (0(n)]& () =0. (4.96)

E obedece as equacaos de evolugao temporal

o) = A, (4.97)

OmH = o (4.98)

10. Os estados térmicos estacionarios na representacao de Schrédinger sao definidos por

lim H1(0(7)) =0 (4.99)

TH OO

em consonancia com o que se espera sobre o equilibrio térmico ser atingido no limite

T— 00 .

O formalismo NETFD, como ja enfatizado, é um formalismo candnico. Portanto,
a representacao canonica dependente do tempo é definida em termos dos operadores
canénicos {a (7),a’ (r),a(r),a’ (7)}. A familia de mapas (parametrizados pelo tempo)
da representacao candnica na representacao de quase-particula dependente do tempo
{5 (1), €t (1), €(r), € (T)} ¢ dada pelo mapa de Bogoliubov inversivel e dependente do

tempo

B(r):{a(r),a' (),a(r).d (1)} — {€() & (1).£0). & @) (@100

A representacao de quase-particula é definida pelas propriedades do mapa de Bogo-

liubov que deve satisfazer 3 condigoes: (i) deve manter a estrutura candnica; (ii) deve
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preservar a conjugacao hermitiana; (iii) deve preservar a conjugacao til:

B (1) (5, ®83) BT (1) = 55 s3, (4.101)
B*(t)(s1®1) = (s1®1)B(7) (4.102)
B*(t) (s1®s1) = (s1®81)B(7) (4.103)

onde si, So e s3 sao as matrizes de Pauli. O primeiro requisito é imposto a todos os
3 casos. Os dois ultimos definem representacoes da teoria de campos térmicos menos
usuais porém uteis. E possivel mostrar que a forma mais geral do operador de Bogoliubov

nao-hermitiano na representagao dublete da equagao (4.94) é dada por

L)

Bi = (1 + eny, (7))2 en()ss O (1) (4.104)

L
onde k denota o modo canénico do campo, € = 1 (—1) para bésons (férmions) e ay, ng (7)
e Yk (7) s@o os parametros do grupo de gauge dos mapas térmicos (SU (1, 1) para bdsons
e SO (2) para férmions). A fase complexa 0y (7) depende da energia do modo e satisfaz a

equacao diferencial de primeira ordem

d

i%@l (T) = wy (1) 0, (7). (4.105)

O parametro ny, (1) representa nimero de ocupagao
ng (7)6 (k—1) = (0(7)] aLal 10(7)) . (4.106)
A fungao fi* é a distribuigao estatistica

o (1) = an—éz)(r) . (4.107)

O parametro ag € [0, 1] rotula diferentes representagdes do campo térmico no espago
de Liouville. A escolha de ag = 1 e 7% (1) = In(1 4 eng (7)), em particular resulta na

transformagao de Bogoliubov linear [101], [102]

Be(ry— | LT () (4.108)

—c 1
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Capitulo 5

Emaranhamento de estados de

fronteira em 1-loop

5.1 Introducao

E razodvel afirmar que a interpretagao de Wilson do Grupo de Renormalizacao (RG) [111]
constitui um dos maiores feitos da fisica no ultimo quarto do século XX.

Além do fato de que esta ter proporcionado uma interpretacao fisica consistente das
indesejadas divergéncias presentes nos antigos esquemas de renormalizacao por meio de
um rebaixamento das teorias quanticas de campos ao estatus de provedoras da dinamica
dominante numa especifica escala de energia, o RG também pds em evidéncia as trans-
formagoes conformes como um dispositivo que conecta a fisica em diferentes pontos ao
longo da escala de energia.

Como resultado, a simetria conforme se apresenta numa posicao especial quando com-
parada as outras simetrias, a dizer, sua presenca numa teoria sinaliza uma situacao de
imutabilidade de toda a dinamica ao longo da escala de energia e nao somente uma equi-
valéncia entre graus de liberdade.

Em quatro dimensoes uma propriedade particular simplifica a checagem da invariancia
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conforme: toda teoria invariante sob dilatacoes é conforme. Na QCD este fato, juntamente
com a liberdade assintética e seu limite nao-massivo em altas energias, sugere que de fato
devemos esperar que a simetria conforme seja uma peca fundamental na fisica de altas
energias.

A investigacao de como a simetria conforme entra no jogo da fisica de altas energias é
ainda mais enriquecida na teoria de cordas uma vez que em 2-dimensoes o grupo conforme
possui infinitos geradores. Este fato, apesar de possuir um elevado apelo formal, implica
todavia que a fisica das cordas é insensivel a escala de energia e portanto deixa sem
resposta a importante questao de como ocorre a transicao entre a dinamica dominada
pelos graus de liberdade da corda e os das teorias quanticas de campos conhecidas a
baixas energias.

Nesta direcao, uma observacao importante é o fato de que a interpretacao do cut-
off enquanto provido de significado fisico, presente na construcao de Wilson do RG, na
verdade esconde a hipdétese de falta de informagao a cerca do que realmente acontece nas
camadas mais microscépicas da natureza, isto é, se esta diante de um problema de teoria
da informagao/fisica estatistica/termodinamica [112].

No contexto da fisica a temperatura finita, pode-se dizer que a temperatura e a renor-

malizacao andam lado a lado visto que através da segunda lei da termodinamica

AE =TAS (5.1)

uma mudanga nas ocupagdes dos niveis quantizados de energia de um sistema (isto é,
uma mudanga na norma do estado quantico) incorre numa variagdo da entropia com a
temperatura enquanto constante de proporcionalidade. Desde um ponto de vista da teoria
da informacao, tal conexao pode também ser vista na existéncia de um setor desconhecido
de graus de liberdade (reservatdrio térmico). Ambos pontos de vista sugerem, portanto,
que um sistema térmico deve compartilhar semelhancas com um conjunto de graus de
liberdadae renormalizados.

De volta ao contexto das cordas, uma vez que esta teoria tem sido vista enquanto
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a candidata mais promissora a descricao da gravidade em nivel microscépico, cabe a
investigacao a cerca da interpretagao termodinamica do grupo conforme em 2 dimensoes,
principalmente quando se leva em conta a entropia de buracos negros e as propostas (com
inspiracao no arcabougo da teoria de cordas) mais recentes de interpretacao da gravidade
como um fendémeno intrinsecamente termodinamico [113], [114] as quais, de certa forma,
dao continuidade a uma linha de pesquisa ja estabelecida que toma a gravidade como um
fendmeno inerentemente macroscépico [115], [116], [117], [118], [119], [120], [121], [122].

Neste sentido, pode se esperar que a conexao entre a teoria de cordas e as teorias de
campos em baixas energias devem envolver algum tipo de intera¢do do tipo mixing/ruido
(térmico) entre os estados de cordas, do qual emergiriam condensados termodinamicos.

Apesar de ja terem ocorrido pesquisas no inicio dos anos 90 a respeito da relagao entre
o grupo de renormalizacao dos graus de liberdade das cordas desde o ponto de vista da
folha-mundo e do espago-tempo [123] , aparentemente o assunto foi deixado de lado desde
a descoberta das D-branas. Entendemos que o ponto merece ser revisitado visto que a
quebra da simetria de Poincaré no espago-alvo (e a consequente quebra do grupo conforme
no espago alvo) deve possuir uma contrapartida desde perspectiva da folha-mundo.

Neste trabalho nés procedemos com a investigacao a cerca de como a integracao ao
longo da escala de energia nas cordas bosonicas, isto é, a integragao sobre o espaco modular
da folha-mundo esconde a integragao de um ruido estatistico entre os estados puros da
corda.

O resultado mais importante consiste na descoberta de que este ruido emerge sob a
forma de um estado coerente o qual no limite da auséncia de mixing se reduz ao estado de
fronteira/D-brana. Este resultado estd de acordo com a espectativa de que as D-branas
devem ser condensados de cordas em baixas energias. Os calculos se dao sob o prisma de
uma dinamica efetiva das cordas em baixas energias em que, particularmente, se espera

a invariancia conforme estar quebrada.
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5.2 Interacoes a 1-loop das cordas bosonicas

No regime perturbativo da interacao entre as cordas bosonicas, as amplitudes de es-
palhamento sao calculadas levando-se em conta a contribuicao topolégica advinda da

caracteristica de Euler da folha-mundo X

X (%) = ﬁ/zd%\/g}z =2(1—g) (5.2)

onde g é o género de X. A caracteristica de Euler y (¥) funciona como um contador de
loops para a corda quantica tornando possivel dotar a integral funcional de um peso es-
tatistico que represente uma dinamica de interacao. Mediante fixacao de calibre covariante

e rotacao de Wick a acao toma a seguinte forma

1

g —
Ao/

/2 d*a/§5°° 0, X195 X, + % /E Ao/ G0 Dpcs + x (2) (5.3)
onde ¢ representa a métrica da folha-mundo fixada sob transformacoes de calibre.

O género de X estd relacionado com a forma com que a compactificagao topolégica (da
folha mundo) é realizada e, induz configuracoes globalmente néao triviais para a métrica
em 2 dimensoes, os chamados moduli, os quais, sao identificados como os modos-zero
do adjunto do operador de onda do setor de fantasmas de Fadeev-Popov associados as
transformagoes de difeomorfismos e reescalas de Weyl (as simetrias de gauge em questao),
sendo portanto irredutiveis a identidade por meio destas transformacoes.

A 1-loop (x (X) = 0), lida-se com a topologia do toro, cuja compactificacdo (a menos
de transformagoes de Weyl globais) é parametrizada por um comprimento 7 e um angulo
de ”tor¢cao” 7. As transformacoes modulares fixam a regiao fundamental do parametro
de Teichmiiller (modulus) 7 = 71 + i em —1/2 < 7y < 1/2 and |7] > 1 . Por fim,
este parametro entra na métrica global em 2 dimensoes uma vez fixado o volume da

folha-mundo sendo 1

1 I n
T2 2
T |7l
Levando em consideracao o fato de que cada valor de 7 define uma classe de equi-

valéncia sob transformacoes de calibre, uma integral funcional apropriadamente definida
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deve considerar todas as classes de equivaléncias no que diz respeito a definicao de uma
teoria quantica consistente. Por outro lado, uma vez que 7, mede o comprimento do toro,
este parametro funciona como um comprimento de correlagao e desta forma possui uma
escala de energia associada. Em outras palavras, a integracao sobre o espago modular é
no fundo uma integracao sobre a escala de energia, isto é, uma integracao do grupo de
renormalizacao.

Levando-se isto em consideracao, procedemos com a questao natural a respeito de qual
tipo de estado quantico contribui a fungao de particao em cada nivel da escala de energia
a 1-loop.

Usamos a seguinte decomposicao de Fourier dos modos da corda bosonica

1 2\ _ . ! 2 . O{/ alrt —n(iol+o2 a% —n(iocl—o?
X* (0',0%) = 2" —iap'o —i—u/?;{?e ( )+76 ( ) (5.5)

e consideramos a acao de Polyakov definida com g,

1 of
Spoy = M/Ed%v 90 9(r) 0aX" 0 X, - (5.6)

Uma substitui¢ao simples de (5.4) e (5.5) em (5.6) seguinda por integragdo das expo-

nenciais no centro de massa da corda e redefinicao dos osciladores por

at - at

AF = T - AP — T 5.7
Th _ ~ TH

A = eI i g2 (5.8)

NZD Vn
além de alguma algebra resulta na soma de um termo livre com um termo tipico das

interagoes do tipo formagao de pares (pairing interactions) ou termo de Bogoliubov B (1)

que representa a formacao de condensados

SP(T) ~ Stree + B(7); (5.9)
1 2 - _
B (7) (J;—T‘Z’)GW > "sinh (2mn) {AlF Al — ARAYY (5.10)
n>1

O resultado é que a topologia da folha-mundo induz a formagao de um estado conden-

sado entre osciladores a esquerda e osciladores a direita. Em linhas gerais, ao redor do
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buraco da folha-mundo os modos da corda bosonica advindos do infinito interagem uns
com os outros na forma determinada pelo termo de Bogoliubov B (7), o qual da origem a
um condensado.

O aparecimento de B (1) pode intuitivamente ser comparado a condensagao dos modos
bosonicos ao redor de um buraco negro: as ondas planas dos campos advindas do infinito
condensam no horizonte de eventos devido ao fato de que o hamiltoniano da matéria,
quando escrito em termos da métrica curva da origem a um termo de Bogoliubov (fora da
diagonal) para os modos. E entdo possivel por meio de uma transformacao canonica (a
transformagao de Bogoliubov cujo gerador é um multiplo do termo de mixing) relacionar
os modos dos campos distantes do buraco negro com os modos tipicos ao redor do buraco
negro de modo que o hamiltoniano renormaliza-se e torna-se novamente diagonal enquanto

que o vacuo é redefinido como um estado condensado. Ou seja,

<O| erree+HBog |O> — <O| (efaHBogeeHBog) erree+HBog (efeHBogeoHBog) |O> (511)

— (g] eTrree |9) (5.12)

Com isto, pode-se afirmar que a emergéncia do condensado é um efeito da métrica
nao-trivial no hamiltoniano através do termo de interagao entre pares, em outras pala-
vras, trata-se de um efeito dinamico que pode ser detectado por meio de uma analise do
hamiltoniano da mesma forma como se procede com a andlise da formacao de condensados

na teoria BCS da supercondutividade por exemplo.

5.3 Condensacao de D-branas

O estado condensado |B (#)) é definido pela acao da transformagao de Bogoliubov sobre

0 Vacuo

[B(8)) =" [0) [0) = N T e 14110y 0) (5.13)

n>1
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onde

0, = sinh(27n) (5.14)
a = w (5.15)

e N ¢é uma constante de normalizacao.

Na teoria de cordas, as D-branas sao ha muito tempo reconhecidas como um caso
especial de estados condesados [67], também chamados de estados de fronteira devido ao
fato de que advém das condigoes de fronteira da folha-mundo (isto é, uma propriedade
topolégica da folha-mundo).

A fim de esclarecer este ponto, recordamos brevemente a emergéncia dos estados de

fronteira das condicoes de fronteira. Seja S a acao de Polyakov

1
S=—— [ d?c {aaX“aBanaﬁnab} i (5.16)
2

4

Extremizacao 65 = 0 implica na dinamica dos modos no interior da folha-mundo
(X, = 0 além das condicoes de fronteira, as quais podem ser manipuladas com o teorema
de Stokes em 2 dimensoes

/ d*00, (0X"0°X,) = / —£,a0X*0* X ,do” = 0 (5.17)
b 0%

e integragao sob extremos fixos no tempo

/ 010X 0" Xodo” + / £010X0' X, (—do®) =0 (5.18)
0X5—0 [o) 2y
ou
/ 6X 0y Xodo” = / 6X“0,X,do” (5.19)
[2)2pum—— 0%s=0

que, no caso das cordas abertas podem ser satisfeitas, nas duas fronteiras, tanto pela

condicao de fronteira de Neumann quanto pela condi¢ao de Dirichlet

O0x X = 0 - Neumann ; (5.20)

o=0,m

dX“ = 0 - Dirichlet . (5.21)

o=0,7
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Em termos das componentes de Fourier dos campos da corda X%, as condi¢oes acima

significam

ol +al = 0- Neumann (5.22)
al —al = 0 - Dirichlet (5.23)

cujas versoes quanticas devem ser interpretadas enquanto condigoes restritivas aos estados

no espaco de Hilbert, ou seja,

(o' +a")|B) =0 . (5.24)

Finalmente, a equacao (5.24) pode ser formalmente resolvida para o estado (puro) de
fronteira ou, estado de D-brana |B)
|B) = [ [ ¥ 10) |0) (5.25)
n>1
com S, determinando a assinatura de quais dire¢oes sao paralelas e quais sao perpendi-
culares a brana. Portanto, as D-branas podem ser vistas como estados condensados puros
(ver [60]).

Uma comparagao simples entre (5.25) e (5.13) mostra que ambos pertencem a mesma
categoria de estados. A dizer, |B (0)) é um estado coerente [59], [60] que representa uma
brana que compreende todas as direcoes espaciais dotada entretanto de um fator de fase
global ar assim como uma distribuicao nao-trivial de amplitudes para os niveis n associada

aos osciladores A* e A*

A" |B(0)) — ab, A" B () = 0, (5.26)

A" |B(0)) — ab, A" |B(0)) = 0. (5.27)

Uma importante investigacao neste ponto consiste em compreender o papel desempe-
nhado pelo parametro a#,,. Como ja foi estudado anteriormente na literatura [59], [60], as
D-branas em nivel de arvore podem ser tomadas enquanto um tipo particular de estados
puros. Neste sentido se pode dizer que o fator af,, em (5.13) representa uma forma de

ruido para o estado de D-brana, a dizer, o ruido caracteristico a interacao a 1-loop. Em
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outras palavras, af),, representa uma renormalizacao com respeito ao estado de fronteira
em nivel de arvore.

Ainda, uma vez que o fator de fase af,, ¢ uma consequéncia das interacoes das cordas, é
pertinente a pergunta de como este fator depende da escala de energia. Devido a presenca
explicita do parametro 7 em « é simples ver que o emaranhamento diverge em baixas
energias

lim a(m,n)=+00 (5.28)

To——>—+00

e tende a um valor finito (e perturbativo) em altas energias

0< lim a(n,n)<1. (5.29)

|T|—1

Além disso, ja que «(72) ndo possui raizes reais, ndo existe nenhum ponto da escala de
energia livre do emaranhamento.
Pontos fixos (Ja/072) = 0, por outro lado sao encontrados ao longo de uma hipérbole

no espago modular estendido

(7'2)2 — (7’1)2 =1. (5.30)

As transformacoes modulares sao finalmente responsdveis por mapear estes pontos de

volta a regiao fundamental.

5.4 Entropia

Devido ao fato de que no canal aberto, as D-branas aparecem enquanto condensados puros
de cordas fechadas, estes objetos sao frequentemente vistos como fundos gravitacionais.
Este aspecto sugere que as D-branas devem desempenhar um papel fundamental numa
formulacao final da gravidade em nivel microscépico, isto é, espera-se que as propriedades
que noés usualmente associamos a geometria do espago-tempo devam ser derivaveis a partir
de caculos envolvendo as D-Branas.

Desta perspectiva é interessante examinar a microestrutura do condensado encontrado.
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Para isso procedemos com a avaliagao da entropia S,, para o nivel-n

Sn = —o5 [— In (2,7 (ﬁ))} (5.31)

N Wn ? (Wn>2 (a9n>2
- (hq (oz@n)) {1 — ab,] - aln (ab,) (1 — oz@n) (5:32)

com

= exp (— B ; (5.33)

ab, = exp(—Pwy) . (5.34)

A analise mostra que o aparecimento dos estados de fronteira assim como seu ema-
ranhamento sao fenomenos caracteristicos das altas energias e das baixas temperaturas

(comportamento esperado de um estado coerente)

lim S, < 400 . (5.35)

|T|—1

E informativo notar ainda que a temperatura é apenas positivo-definida para valores
af, < 1 . De fato, a entropia S, também é apenas positivo-definida para os mesmos
valores de a#,, o que acontece em altas energias no limite |7| — 1 e baixos modos n.

Além disso, é importante salientar que zP (B) é uma fungdo de parti¢ao para a folha
mundo: este objeto conta estados para um determinado valor do parametro de Teichmiiller
e para um determinado nivel. Como é conhecido, a funcao de particao completa da corda
¢ tomada por meio da integracao em 7 sobre a regiao fundamental do espaco modular.
Entretanto, nosso interesse aqui é explorar a microestrutura da dindmica da folha-mundo
devido as interacoes das cordas e procurar mecanismos que assinalem a condensagao das
cordas fechadas em cada nivel da escala de energia do grupo de renormalizacao com o
proposito final de encontrar pistas de como diferentes geometrias do espaco-tempo podem

emergir da andlise na folha-mundo.
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Capitulo 6

Conclusoes e Perspectivas

Na presente tese discutimos como, efeitos de condensacao aparecem no contexto da teoria
de cordas. Uma classe de objetos importantes para esta discussao consiste nas D-Branas
visto que do ponto de vista de sua representacao em termos dos estados de fronteira, estes
objetos aparecem enquanto um exemplo de estado condensado de cordas fechadas no nivel
quantico. Por consequéncia do modo de spin 2 das cordas pertencer ao setor de cordas
fechadas, o estado de fronteira coloca a D-brana enquanto um condensado de gravitons o
que a torna forte candidata a descricao da formacgao de fundos gravitacionais nas teorias
de cordas.

Ainda, nas teorias de Supercordas, as D-branas adquirem um estatus special. Devido
as suas massa e cargas de supersimetria nao-triviais, estes objetos aparecem como exem-
plos de estados BPS, e devido ao seu acoplamento com os campos de Ramond-Ramond
(RR), sua estabilidade pode ser discutida em termos de suas cargas RR [125].

Tendo como ponto de partida a construgao do formalismo TFD onde estados térmicos
sao obtidos por meio das transformacoes de Bogoliubov de dois modos, obtivemos o estado
de D-Brana bosonica termalizada em compactificagoes toroidais e na presenca de campos
de fundo frios no capitulo 3. Este resultado representa uma generalizagao da literatura [32]
e [33] e [36] nos quais a termalizagao das D-branas bosonicas e as D-branas supersimétricas

no formalismo GS foi obtida em espaco plano e sua entropia calculada. A fim de se obter
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o estado de fronteira térmico, o formalismo TFD foi generalizado de modo a incluir o
setor de modo zero da corda em T9P~! e tal generalizacdo foi usada na obtencao da
entropia e a energia livre da corda fechada a temperatura finita. Pode-se dizer que a
generalizacao do formalismo TEFD é por si s6 um resultado interessante na medida em
que ele estende o método de termalizacao canonica a condigoes de fronteira nao-triviais
e generaliza os estudos precedentes [70] e [71] os quais estabelecem a forma do operador
de Bogoliubov para campos escalares e espinoriais em 797P~! sem entretanto lidar com
a questao do nuimero de voltas nos ciclos toroidais que é especifica aos campos da corda.
Com estas condicoes de fronteira, o mapa desde o espaco de Hilbert a temperatura zero
no espago de Hilbert a temperatura finita deve ser generalizado ao produto direto dado
em Q (Br) @ €€r) O operador Q (87) leva os estados do setor de modo zero da corda &
temperatura zero nos correspondentes estados a temperatura finita e com isso possibilita
a extensao do formalismo TFD ao setor topoldgico.

Como encaminhamento futuro desta linha de investigagao, uma possibilidade inte-
ressante é o estudo da versao térmica das D-branas supersimétricas magnéticas. Vale
salientar que enquanto a construcao de D-branas térmicas a partir de D-branas super-
simétricas em espagos planos (e estendidos) na auséncia de campos de fundo foi levada a
cabo em [36] por meio do formalismo GS, a construgao no formalismo RNS ainda é uma
seara aberta mesmo em espagos planos.

A anélise detalhada das propriedades termodinamicas das D-branas térmicas magné-
ticas é um problema desafiador. Devido a existéncia de infinitos modos da corda e da
presenca do fator de normalizacao N, (B) e Ny—,—1 (B) nos estados de fronteira, muitas
das quantidades termodinamicas sao divergentes e devem ser renormalizadas antes de lhes
ser possivel a atribuicao de qualquer significado fisico. Este é um problema geral presente
tanto na descricao em termos de estados de fronteira das D-branas a temperatura zero
quanto a temperatura finita. Entretanto, informacoes interessantes podem ser obtidas
mediante truncamento da escala de energia/ntimero de modos da corda. Este truncamento

pode ser valioso na anélise das D-branas térmicas magnéticas através da associacao do
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parametro de escala com o raio de compactificacao R e requer um tratamento cuidadoso
da questao da dualidade-T nas direcoes compactas a temperatura finita.

No capitulo 4 desta tese foi dado um tratamento canénico ao problema de cordas nas
proximidades de singularidades cosmolégicas do tipo onda plana com base no formalismo
NETFD para campos fora do equilibrio. Este método permite a construcao e interpretacao
do espaco de estados bem como a computacao de funcgoes de correlacao para a corda
térmica. As funcoes de correlacao para os osciladores da corda recebem corre¢oes do con-
tratermo Q o qual gera a evolucao temporal do parametro de niimero njy| (7). Comparado
a literatura existente, estes resultados sao similares aos obtidos no caso do campo escalar
relativistico no espago de Minkowski [107], [108], [109]. Entretanto, os graus de liberdade
extras proporcionados pelo centro de massa da corda nao possuem qualquer analogo na
teoria de campos térmicos. Consequentemente, com o intuito de computar o comporta-
mento térmico deste setor, foi necessario generalizar o formalismo NETFD postulando-se
novas relacoes de comutacao para as variaveis canonicamente conjugadas associadas ao
centro de massa (4.63) que sejam consistentes com os comutadores a tempos iguais dos
campos térmicos (4.51) , (4.52) e (4.55). No limite de pequenas variagdes temporais do
parametro de nuimero, o formalismo NETFD viabiliza uma abordagem perturbativa no
calculo das fungoes de correlacao que foi usada aqui na computagao da funcao de dois
pontos em ordem zero de perturbacao. Devido a importancia das aplicagoes da teoria de
cordas fora do equilibrio, entendemos que o desenvolvimento posterior do método apre-
sentado neste trabalho merece atencao. Em particular, é importante calcular a funcao
de dois pontos em primeira ordem de perturbacao e a equagao que descreve a evolucao
temporal das correlagoes térmicas.

No capitulo 5 foi discutido como uma versao emaranhada das D-branas aparece nos
calculos de 1-loop das cordas bosonicas devido a presenca do fator a#,, o qual é uma con-
sequéncia direta das interagoes das cordas/topologia da folha-mundo segundo assinalado
pelo parametro de Teichmiiller 7.

Levando-se em consideracao que o entendimento da microestrutura intrinseca das D-
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branas deve ser um passo importante na conquista de uma formulacao consistente do
fenomeno gravitacional em altas energias, acreditamos que o mecanismo simples discutido
neste trabalho pode trazer algum ar novo para esta caminhada. Passos futuros nesta
direcao incluem a generalizagao ao caso supersimétrico, consideracao de topologias mais
sofisticadas, assim como lidar com a questao de como D-branas com dimensionalidade
inferior percebem a presenca das interacoes das cordas.

Ainda, acreditamos que uma linha inteira e nao-explorada de pesquisa se encontra
escondida sob a hipotese de desacoplamento dos modos de altas energias na interpretacao
de Wilson do grupo de renormalizacao. No fundo ela envolve a hipdtese de informacao es-
condida [112] que por sua vez implica na existéncia de uma entropia inerente aos fluxos de
renormalizacao ao longo da escala de energia. Esta linha de investigacao tem sido explo-
rada em associagdo ao principio hologrifico [126] e pode providenciar novas ferramentas
uteis no trato dos enigmas envolvendo o centeido de informacao, presentes nos cenarios
de gravidade quantica e na perspectiva da gravidade enquanto um efeito macroscépico

[113], [115], [116], [117), [118], [119], [120], [121], [122] and [114].
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