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Resumo

Neste trabalho, abordamos alguns aspectos perturbativos em teorias de gravitagao com a
violagdo da simetria de Lorentz. Propomos um conjunto de operadores de projecdo para
modelos de gravitacao com um vetor de fundo e da classe da gravitacao de Hotava-Lifshitz.
Utilizando esses operadores, desenvolvemos um procedimento de facil implementacdo para
obter o propagador e analisar a unitariedade de modelos Lagrangianos, que é especialmente
adequado para modelos com violacdo de paridade. Interessantemente, esse método simplifica
a tarefa de estudar as propriedades do espectro de particulas do modelo, que em geral pode
ser bastante dispendiosa. Além disso, esta proposta torna mais clara a interpretacio fisica
dos modos propagantes.

Como aplicacoes importantes do método proposto, investigamos o efeito combinado
da agdo quadridimensional de Chern-Simons e Ricci-Cotton para a gravitagdo de Einstein-
Hilbert, modificada com termos de derivada superior. As consequéncias para o espectro de
particulas sdo analisadas. Surpreendentemente, inferimos que as condi¢oes para auséncia de
taquions e fantasmas impoe restricoes sobre o vetor de violacao de fundo para a gravitagao
de Chern-Simons em (1+3)D, que s@o drasticamente diferentes quando comparadas com as
teorias de calibre com violagdao de Lorentz. Também, discutimos as propriedades espectrais
para um modelo geral de gravitagdo de Hofava-Lifshitz. Uma atencao especial é dada ao modo
de spin-0, que aparece naturalmente na teoria devido a violagao da simetria de Lorentz. Por
fim, com os resultados obtidos, investigamos algumas consequéncias experimentais no limite
de baixas energias da teoria.
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Abstract

In this work, we deal with some perturbative aspects of gravity models with Lorentz symme-
try violation. We propose a set of projection operators to deal with gravity models with a
background vector and the class of Hotava-Lifshitz gravity models. Using these operators, an
uncomplicated and easily procedure for obtaining the propagator and to analyze the unitarity
of the aforementioned systems is built up. This is specially suitable for parity violating mod-
els. Interestingly enough, this method converts the task of probing the unitarity of a given
3D system, that is in general a time-consuming work, in a simplified manner; besides, it also
greatly clarifies the physical interpretation of the propagating modes.

As important applications of the proposed method, we investigate the combined effect of
four-dimensional Chern-Simons and Ricci-Cotton terms for the Einstein-Hilbert gravity mod-
ified with higher-derivative terms. The consequences for the particle spectrum is analyzed.
Surprisingly, we infer that (1+3)D Chern-Simons gravity imposes a drastically different con-
straint on the background if compared to ordinary Lorentz violating gauge theories whenever
conditions for the suppression of tachyons and ghosts are imposed. Also, we discuss spectral
properties of a general model of Hofava-Lifshitz model. A special attention is given for the
spin-0 mode, which naturally appears due to the Lorentz symmetry violation. Finally, with
the obtained results, some experimental effects on the low energy regime are investigated.
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Capitulo 1

Introducao e Contextualizacao do
Tema

Apesar do papel consagrado que a simetria de Lorentz desempenha na Fisica de Altas Ener-
gias, nas dltimas duas décadas tem havido grande atividade em se considerar modelos em que
essa simetria é violada. Um motivo para todo esse entusiasmo vem da necessidade de uma
revisao da estrutura do espaco-tempo no regime em que a intensidade da forca gravitacional é
relevante quando comparada com as outras interagoes fundamentais. Nesse regime de energia,
o espaco-tempo pode ser discreto com a presenca de um comprimento fundamental minimo
Ip =1,6 x 10735 m. Isso sugere uma violacdo da simetria de Lorentz.

Mais entusiasmante ainda seria a possibilidades de detectar resquicios de uma viola-
¢ao da simetria Lorentz, advindos das teorias mais fundamentais de gravitacdo quéntica,
em medidas experimentais de baixas energias. De fato, Collins, Pérez, Sudarsky, Urrutia e
Vucetich [1, 2] sugerem que diminutos efeitos de violagdo de Lorentz na escala de Planck
(Ep =1,2x 10" GeV), podem ser relevantes a um nivel de baixas energias, quando se leva
em consideracdo efeitos nao-perturbativos ou renormalizacdo a lacos de ordens mais altas.
(Para uma opinido contraria, veja [3]). Essa postura tem derrubado o folclore-padrao de que
indicios experimentais da natureza da gravitacdo quéntica sdo impraticaveis, baseado no ar-
gumento simplista que esses efeitos s6 devam aparecer em energias da ordem da escala de
Planck, muito além da capacidade dos aparatos experimentais atualmente. Mesmo se ndo de-
tectarmos experimentalmente sinais de uma violacao de Lorentz, permanece como um grande
problema teérico entender os mecanismo que fazem emergir a simetria de Lorentz num regime
de baixas energias.

Tais observacoes, além de estabelecerem restricoes fisicas aos parametros dessas teorias,
poderiam servir como guia para a construcao de teorias a niveis de energias mais altos. Os
principais modelos candidatos a uma teoria de gravitagao quantica podem apresentar indicios
de uma violacdo da simetria de Lorentz. A gravitagdo quantica em lagos [4, 5, 6] exibe uma
fase em que a simetria de Lorentz ¢ violada!. Nesse contexto, foi sugerido que efeitos de
gravitacao quéntica possam ser observados experimentalmente. Efeitos da discretizagdo do
espaco-tempo podem resultar em variagdes mensuraveis na estrutura de propagacao de fotons
e neutrinos de fontes distantes como Gamma Ray Bursts e Neutrino Bursts|9]. Os trabalhos

'Existem opinides distintas na literatura. A Referéncia [7] propde conciliar a simetria de Lorentz com
espaco-tempo discretizado por meio do conceito de conjuntos causais. Qutra visdo é apresentada por Rovelli
e Speziale [8]. Eles afirmam que na gravitagdo quantica em lagos, o comprimento fundamental minimo nao
aparece como uma propriedade fixa da geometria, mas como um autovalor minimo (e néo nulo) de um obser-
vavel quantico. Assim, a simetria de Lorentz local ndo seria violada, da mesma maneira que a discretizacao
dos autovalores dos operadores de momento angular ndo viola invariancia rotacional na mecanica quantica.



seminais nessa linha de investigacao sao [10, 11, 12, 13]. Gostariamos de ressaltar que nao
contemplaremos a gravitacao quéntica em lacos nessa tese.

A violacdo da simetria de Lorentz também é possivel ser decorrente de teorias de cordas.
Kostelecky e Samuel sugerem que campos tensoriais, advindos de teorias de campos de cordas,
possam obter valores esperados ndo-nulos e, consequentemente, quebrar a simetria de Lorentz
espontaneamente [14]. Dentro do contexto da teoria de cordas de Liouville, a flutuagao do
espago-tempo de fundo pode induzir propriedades éticas nao-triviais do vacuo, interferindo
na estrutura de propagacao das particulas relativisticas [15, 16, 17, 18].

Outro cenério possivel de violacao de simetria de Lorentz vem das teorias de campos nao-
comutativas. Nessa classe de modelos, assume-se que as coordenadas do espaco-tempo formam
uma &algebra ndo-comutativa, induzindo uma violacao na simetria de Lorentz. Uma conexao
entre alguns limites especificos de teorias de cordas e teorias de campos ndo-comutativas foi
apresentada por Seiberg e Witten [19]. O estudo das consequéncias da viola¢do de Lorentz em
teorias de campos nao-comutativas, pode indicar fortes restrigbes a energias muitas ordens
de grandeza acima da escala de energia experimental [20, 21, 22, 23]. Tambeém, efeitos de
violacao da simetria de Lorentz no setor gravitacional podem surgir em conexdo com modelos
baseados nos cenarios de branas-mundo [24].

Tendo em vista a possibilidade de uma violagdo da simetria de Lorentz no setor gra-
vitacional, investigamos, nesta tese, alguns aspectos perturbativos de modelos de gravitagao
com violacao de Lorentz por um vetor de fundo [25, 26, 27| e a gravitacao de Hofava-Lifshitz
[28, 29]. A gravitagdo com viola¢do de Lorentz por um vetor de fundo ¢ motivada dentro de
um cendrio de teoria de campos efetiva advindo de uma teoria de gravitagdo quéntica consis-
tente (teoria de cordas). A gravitagdo Hofava-Lifshitz pretende ser um modelo de gravitacao
quéntica consistente independente da teoria de cordas, analogamente as teorias de Yang-Mills.
Mesmo que a teoria de cordas forneca ferramentas poderosas para estudar propriedades das
teorias de Yang-Mills via dualidade AdS/CFT, a imersao das teorias de Yang-Mills dentro da
teoria de cordas ndao é um requisito para a sua consisténcia quantica.

Também ¢é importante destacar que o mecanismo de violagdo da simetria de Lorentz
por um vetor de fundo é fundamentalmente distinto da proposta de Hofava para a gravita-
¢do. Ainda que ambos se encaixem na categoria de modelos ndo-invariantes pela simetria de
Lorentz, no caso da gravitacdo de Hofava-Lifshitz a violacao da simetria de Lorentz é rea-
lizada através de uma estrutura preferencial de foliagao de hipersuperficies tridimensionais
tipo-espaco. Isso induz a separacao das coordenadas espacial e temporal, que explicitamente
quebra o grupo de transformacgoes gerais de coordenadas ao subgrupo de transformagoes

s 7 (tal), te (). (1.1)

J4 a violacdo de Lorentz proposta por Kostelecky e colaboradores é implementada através de
um quadrivetor de fundo oriundo de uma condensacdo nao-trivial. E esperado que o médulo
desse vetor seja muito pequeno num regime de baixas energias devido a uma série de restricoes
experimentais [30]. Em contrapartida, espera-se que a gravitacao de HoFava-Lifshitz evolua
para um regime relativistico em baixas energias.

A busca por modelos de gravitagdo quantica foi ditada principalmente pela dificuldade
de se obter, simultaneamente, uma teoria quintica de campos renormalizavel e unitiria para
descrever a gravitacao. Tentativas de se acrescentar termos com derivadas superiores 4 Lagran-
giana de Einstein-Hilbert nao resolveram tal problema. Ainda que esses termos melhorem as
divergéncias no regime ultravioleta, estes podem trazer excitagoes fantasmas que prejudicam
a propriedade de unitariedade da matriz S e uma interpretacao apropriada das probabilidades
nos processos de espalhamento. (Para uma discussao mais aprofundada, encaminhamos o



leitor as Referéncias [31, 32, 33]). Com isso em mente, julgamos que um teste inicial e im-
portante para a consisténcia quantica de qualquer teoria modificada da gravitacao é requerer
unitariedade, no sentido que o espectro de particulas ndo contenha taquiéns e nem fantasmas.

Essa discussao sofreu um interesse renovado devido a possibilidade de producio e de-
teccao de gravitons massivos na escala de energia do LHC (Large Hadron Collider) e do ILC
(International Linear Collider) |34, 35, 36, 37]. Gréavitons podem adquirir massa através do
mecanismo de Kaluza-Klein, oriundo dos efeitos das grandes dimensoes extras [38] ou em
conexao com os cenarios de branas-mundo [39]. Destacamos, no entanto, o mecanismo de
geragao de gravitons massivo advindo de modos de tor¢ao propagante, que foram objeto de
pesquisa nas Referéncias [40, 41].

Nesse contexto julgamos ser necessario e conveniente desenvolver um método geral para
a obtenc¢do dos propagadores de modelos de gravitacdo com violagdo de Lorentz. KEsse é o
principal objetivo dessa tese. Com os propagadores em maos, é possivel obter uma descri¢ao
do espectro de particulas do modelo e propriedades quénticas e relativisticas dos processos
de espalhamento. Mais exatamente, pode-se distinguir cada modo de excitacao e, com isso,
determinar condicoes sobre os parametros livres do modelo Lagrangiano a fim de restringir a
propagacao de taquions e fantasmas.

Existem varios métodos para a obtencao dos propagadores, mas, particularmente para
o caso da gravitacdo quéntica na aproximac¢do de campo fraco, que é nosso interesse, os
métodos algébricos foram desenvolvidos intensivamente, especialmente os métodos baseados
nos operadores de projecao de spin [42, 43, 44, 45]. Os operadores de projecao de spin para
modelos invariantes por transformagoes de Lorentz em 4D tém a propriedade interessante de
decompor os campos em setores de spin-paridade definidos. Nessa tese, seguimos a linha de
trabalhos anteriores [40, 46, 47, 48] para construir um conjunto ortonormal de operadores,
que é adequado para lidar com modelos com violacdo de Lorentz por um vetor de fundo e
da classe dos modelos de Hofava-Lifshitz, incluindo os modelos com violagao de paridade.
Com esse resultado, a discussdao sobre as propriedades espectrais dos modos propagantes e
a identificacdo dos modos fisicos e nao-fisicos fica facilitada, assim como a determinacao da
estrutura das simetrias de calibre.

A organizacdo da tese é como segue:

O Capitulo 2 serve de sustentacao tedrica para os Capitulos 3 e 4. Embora, os resultados
apresentados sejam conhecidos da literatura, a técnica apresentada é fruto de uma linha de
pesquisa realizada no Grupo de Teoria de Campos e Particulas Elementares do CBPF [49,
50, 51, 40, 46, 52, 47, 41, 53, 54]. Um novo conjunto de operadores de projecao para modelos
tridimensionais é apresentado. Utilizando esses operadores, desenvolvemos um procedimento
de facil implementacao para analisar a unitariedade de modelos Lagrangianos planares de
eletromagnetismo e gravitagdo, com possivel violagdo de paridade. Interessantemente, esse
método converte a tarefa de estudar a andlise de unitariedade para um sistema em 3D, que
em geral pode ser bastante dispendiosa num problema algébrico mais simples de se lidar.
Além disso, esta proposta torna mais clara a interpretacao fisica dos modos propagantes.
Para testar a eficicia do algoritmo proposto, a unitariedade de alguns sistemas relevantes,
acrescido de termos de derivada superiores e do termo de Chern-Simons sao investigados.

No Capitulo 3, é investigado o efeito combinado da acao quadridimensional de Chern-
Simons e Ricci-Cotton para a gravitagdo de Einstein-Hilbert, modificada com termos de
derivada superior. As consequéncias para o espectro de particulas sdo analisadas. Surpre-
endentemente, inferimos que as condicbes impostas sobre o vetor de violacdo de fundo sdo
drasticamente diferentes quando comparadas com as teorias de calibre com violacao de Lo-
rentz. Os resultados originais desse capitulo foram publicados na Referéncia [48].



O Capitulo 4 segue das consideracoes apresentadas na Referéncia [55]. Discutimos as
propriedades do espectro de particulas para um modelo geral de gravitacdo de Hotava-Lifshitz.
Uma atencao especial é dada ao modo de spin-0, que aparece naturalmente na teoria devido
& violacdao da simetria de Lorentz. Por fim, com os resultados obtidos, investigamos alguns
efeitos no limite de baixas energias da teoria.

Consideracoes finais e perspectivas futuras sobre o problema da gravitacao quéintica em
conexao com a violagdo da simetria de Lorentz sdo realizadas no Capitulo 5.

Os Apéndices A, B e C apresentam os operadores de projecdo de spin 3D, um método
alternativo para obtencao do propagador da gravitacdo com violacao da simetria de Lorentz
e relacOes tensoriais entre operadores de projegdo para gravitagdo de Horava-Lifshitz, respec-
tivamente.

Devido ao fato que cada capitulo estuda-se modelos em contextos de espagos-tempo
diferentes, deve-se atentar a notagdo que serd usada: [i,7,p... denotam indices (1+2)-
dimensionais no espago de Minkowski, u,v, p, ... representam indices (1+3)-dimensionais no
espaco de Minkowski e ¢, j, k, ... denotam indices tridimensionais espaciais.



Capitulo 2

Um Novo Conjunto de Operadores
Projecao de Spin em 3D

As conhecidas complexidades das teorias de campos em 4D tem forcado frequentemente os
fisicos tedricos a testar modelos em espago-tempos de dimensdes inferiores. Em geral, o
fundamento de tais modelos foram obtidos através de uma projecao da dimensao fisica, o
que, de fato, pode nao deixar clara as sutilezas inerentes & dimensdo particular da teoria.
Conforme indicado corretamente por Binegar [56], um desenvolvimento teérico das teorias em
sua dimensao nativa é algo imprescindivel. Nesse sentido, teorias tridimensionais merecem
um destaque dada suas aplicacdes no mundo real.

Surpreendentemente, a fisica planar sofreu um consideravel desenvolvimento nas iltimas
décadas. Uma série de novos resultados experimentais advindos principalmente da Fisica da
Matéria Condensada, acompanhado por uma convergéncia de ideias teéricas trouxeram um
interesse renovado ao assunto. Dentre os intimeros e interessantes modelos planares que fo-
ram investigado, vale destacar o grafeno'. Esse sistema de carbono genuinamente planar se
demonstrou um bom ambiente para a verificacao de ideias e ferramentas de teorias quanticas
de campos planares. Consequentemente, podemos esperar que as técnicas da QED3 quando
aplicadas a sistemas de matéria condensada em dimensdes mais baixas possam levar a resul-
tados interessantes [57]. Com relagdo a modelos gravitacionais, existem bons motivos para
se fazer pesquisa em gravitacdo planar: a gravitacdo (1+2)-dimensional tem relevancia fisica
direta com modelos que sao confinados a uma dimensionalidade inferior. De fato, a fisica de
modelos gravitacionais na presenca de cordas cosmicas (infinitamente longa e com simetria
cilindrica) é descrita adequadamente por modelos tridimensionais [58].

Por outro lado, modelos eletromagnéticos e gravitacionais acrescidos do termo de Chern-
Simons tem sido objeto de muita discussdo. No caso vetorial, esse termo fornece massa ao
foton de maneira invariante de calibre; enquanto que, para a gravitacdo planar, o termo de
Chern-Simons é responsével pela violacdo de paridade e a presenca de um modo de spin-2
massivo no espectro de particulas do modelo [59].

Além disso, sistemas eletromagnéticos e gravitacionais de ordem superior sofreram um
renovado interesse. Um exemplo é a eletrodinamica proposta por Lee e Wick [60, 61] em
4D, cuja versao ndo-abeliana tem sido explorada como uma possivel extensdo do modelo
padrao [62, 63, 64, 65, 66, 67, 68, 69, 70, 71, 72|. Também, recentemente, Bergshoeff, Hohm e
Townsend (BHT) propuseram uma acao para gravitacao em 3D |73, 74, 75, 76, 77, 78, 79, 80|,

!Grafeno é um sistema bidimensional plano consistindo de uma monocamada de a4tomos de carbono num
arranjo hexagonal.



cujo limite de campo fraco nao propaga taquions e fantasmas. De fato, o modelo BHT é um
dos raros exemplos de sistema de ordem superior que ndo propaga modos fantasmas [81, 82].

Dadas essas consideragbes, € natural sugerir uma investigacdo aprofundada de modelos
eletromagnéticos e gravitacionais com o termo de Chern-Simons acrescido de termos com de-
rivadas de ordem mais altas em 3D. A introducio de derivadas mais altas pode pér em risco
a unitariedade desses modelos. Por isso, apresentamos um esquema, de facil implementacao,
especifico para modelos planares, que permite uma discussdo construtiva e baseada em prin-
cipios fisicos das propriedades do espectro de particulas de modelos gerais eletromagnéticos e
gravitacionais em 3D.

Tal procedimento é descrito neste capitulo por meio da definicdo de uma base opera-
dores de projecao de spin especifica para modelos em 3D. Isso permite a decomposicao do
Lagrangiano em seus componentes de spin, a analise do espectro de particulas e a obtencao
de condigbes sobre os coeficientes do modelo Lagrangiano para assegurar unitariedade desse
modelo. Além disso, os exemplos considerados neste capitulo servirdo como aplicagio-modelo
do método e como embasamento para o entendimento da utilizacdo dessa formalismo nos
capitulos subsequentes.

O arcabouco teodrico do formalismo de operadores de projecao de spin é descrito na
Secdo 2.1. Comecamos construindo uma nova classe de operadores para modelos em 3D e
discutimos como obter o propagador com o uso desses operadores. Em seguida, apresentamos
um algoritmo para andlise da consisténcia espectral de modelos em 3D. Esse formalismo é
exemplificado em modelos eletromagnéticos e gravitacionais com derivadas superiores acres-
cidos o termo de Chern-Simons na Secao 2.4. Estabelecemos as conclusées na Secao 2.5. Os
resultados deste capitulo foram apresentados nas Referéncias [46, 47, 41, 54].

Neste capitulo, as letras gregas com acento circunflexo (ji,7, p,...) denotam indices do
espago-tempo (14 2) D e as letras latinas (m,n,m’,n’) representam indices convencionais.
Seguimos a convencao de que a assinatura da métrica ¢ (+1,—1,—1) e €912 = +1, onde €4,
é o simbolo de Levi-Civita.

2.1 Um Novo Conjunto de Operadores de Projecao de Spin
para Modelos 3D

Na andlise dos aspectos quanticos de qualquer teoria de campos, é dedicado um interesse
consideravel & descricao do espectro de particulas e as propriedades relativisticas e quanticas
dos processos de espalhamento da teoria em investigacdo. Algumas dessas questdes podem
ser entendidas por meio da anélise dos propagadores da teoria, que sao obtidos através da
inversao do operador de onda. Portanto, é de fundamental importancia realizar essa inversao
de maneira criteriosa. Para isso, devemos buscar um conjunto adequado de operadores lineares
atuando sobre os campos do modelo.

Comecamos buscando uma base no espago vetorial dos operadores de onda. O espago
vetorial onde esses operadores atuam é formado pelas representacoes de dimensio finita do
grupo de Lorentz. Em 4D, por exemplo, é sempre possivel decompor esses espagos vetoriais
como a soma direta de subespagos com spin definido, ja que localmente o grupo de Lorentz
restrito pode ser visto como o produto Cartesiano SU (2) x SU (2).? Além disso, os tini-
cos operadores de mapeamento que podem ser construidos entre esses projetores sao aqueles
associados com o mesmo spin. De fato, a existéncia de operadores de mapeamento implica

?Formalmente, existe um isomorfismo entre as algebras de Lie so (1,3) ~ sus (C) @ suz (C).



numa bijecdo entre os espacos vetoriais, que pode ser realizado se, e somente se, eles tiverem
a mesma dimensdo. A construcao de operadores que estabelecam mapeamentos entre espacos
de subspin com spin distintos s6 pode ser realizado através da decomposicdo em subespacos
de spin definido por vetores preferenciais do espaco-tempo. A construcao explicita dos ope-
radores de projecdo de spin para campos de ranks arbitrarios pode ser realizada através do
produto tensorial dos operadores de projecdao de spin de acordo com as regras da teoria de
grupos. Os operadores de projecdo de spin em 4D, que decompoe os campos vetoriais pode
ser explicitamente construido utilizando a métrica de Minkowski e derivadas parciais, como
segue:

0,0,
P (O)uu = Wpry = MD , U= 8,11,({9#7 (21&)
P (1)#1/ = 9;11/ = Nuv — Wyv- (2.1b)

em que p e v representam indices do espago-tempo (1 + 3) D.

Uma analise cuidadosa das definicoes (2.1a)-(2.1b) permite concluir que a construcao
de operadores e mapeadores de spin para campos de rank mais alto podem conter apenas
meétricas e derivadas parciais. No caso de campos simétricos de spin-2 essa construcao resulta
nos conhecidos operadores de Barnes-Rivers [42, 43, 44, 45]. Conforme veremos nos Capitulos
3 e 4, se houver a existéncia de coordenadas preferenciais do espaco-tempo na construcao do
modelo, tal como ocorre em modelos com violacdo da simetria de Lorentz, entdo os operadores
com spin definido nfo serao suficientes para formar uma base para os operadores de onda dessa
classe de modelos [48, 55].

Para modelos tridimensionais, deve-se ter um cuidado especial na obtenc¢ao do operador
de onda e, por conseguinte, o propagador. Uma indicacao para isso é que em 3D existe
a possibilidade de se considerar modelos com violagdo de paridade. O sinal dessa violacao
de paridade é a presenca do tensor de Levi-Civita, que nos permite definir o operador de
Chern-Simons,

SH = PP, (2.2)

Esse operador é independente do operador transverso, #, e longitudinal, w. Isso pode ser visto
na algebra do operador S com 6 e w:

S0 =06S =S, (2.3a)
Sw=wS =0, (2.3b)
5% = —[6. (2.3¢)

Podemos ver que o operador S “vive” no subespago transverso, no sentido em que é um
operador linear que mapeia um vetor arbitrario num vetor no subespaco transverso. Mesmo
assim, S é independente de 6; isso é possivel, pois o subespago transverso € bidimensional em
3D.

No entanto, o principal motivo para a necessidade revisdao dos operadores de Barnes-
Rivers no mundo planar é devido ao fato que 6 nao é mais um operador de spin em 3D. De fato,
no caso massivo, as representacoes de spin em 3D correspondem as representacoes unitarias
de SO (2), que sdo unidimensionais. Os projetores 6 e w dividem o espa¢o tridimensional
numa soma direta de subespacos com dimensao 2 e 1, respectivamente. Portanto, 6 néao é
um operador de projecdo num subespaco de spin. Isso quer dizer que ndo é possivel uma
interpretacao fisica transparente dos modos relacionados a modelos com violacao de paridade
mesmo se estes forem expressos em termos da base {#,w,S}. Uma maneira consistente de
abordar essa questao é através de uma base associada ao spin das particulas em 3D, que seréd
construida em sequéncia.



Para isso, vamos rever alguns conceitos. Em teoria quantica de campos, as particulas
sao identificadas como representacdes unitérias do grupo de Poincaré. Essa identificacao
fornece dois niimeros quénticos para as particulas: massa e spin. O spin é caracterizado
pelas representacoes unitarias do grupo de isotropia (little group) do momento representativo
da particula — o subgrupo do grupo de Lorentz que deixa inalterado um quadrimomento
representativo da classe que a particula pertence (massivo ou ndo-massivo).

Em 4D, a tarefa de identificar os operadores de spin é mais simples que em 3D. Isso se
deve ao fato que em 4D o spin das particulas massivas é dado pelas representacoes unitarias
e irredutiveis do grupo SO (3). Tais representagdes sdo associadas com as representacoes
do grupo SU (2), que é o grupo de recobrimento de SO (3). Além disso, a representacao
fundamental de SU (2) é equivalente a sua representagdo complexo conjugada. Portanto,
todas as representacoes de SU (2) sdo reais e, consequentemente, as representacoes de SO (3)
estao relacionadas com as representacoes de SU (2) (SO (3) ~ SU (2) /Z2). Isso implica que se
o operador de onda é decomposto em operadores que projetam em representacoes irredutiveis
bem definidas de SO (3), entao estas sao automaticamente identificadas como operadores com
spin bem definido.

O spin de particulas massivas em 3D apresenta uma situacao distinta, ja que as represen-
tacOes unitarias de SO (2) sdo associadas com U (1). A representagido fundamental de U (1)
nao é equivalente a seu complexo conjugado. Uma vez que as representacgoes de SO (2) sdo
reais, estas nao sao relacionadas diretamente com as representagoes de U (1), mas sim com a
soma direta das representagao fundamental de U (1) e seu conjugado complexo. Porém, todas
as representagoes irredutiveis de SO (2) sao bidimensionais e podem ser associadas com as
representagoes de U (1) através da complexificagdo dos campos.

Consideremos, por exemplo, a representacao vetorial de SO (2). Um transformacao de
SO (2) sobre um vetor A = (A, A2) é dada por

cosf) —sinf Aq
< sinf cos6 ) ( As > (2.4)

Os autovetores normalizados dessa transformacao sao:

@) ()

com autovalores \; = e~ e \y = € respectivamente. Portanto, podemos definir uma base
para o espago de Minkowski em 3D, com a propriedade de que cada vetor gera um subespago
unidimensional que é o autoespaco das transformacoes de U (1):

1
e(0),=1|( 01, (2.6a)
0
1 0
e(+1), = (e1), = 7 1 , (2.6b)
1 0
e(=1), = (e2), = 7 1|, (2.6¢)

onde e (0) é um vetor tipo-tempo e os vetores e (£1) sdo tipo-espago.



Dessa forma, através de uma transformacado unitaria adequada, mapeamos o campo

vetorial real em B
n = . . 2.7
<A2> >(A2) \/§<A1—2Az> >0

Por conseguinte, a transformacao de rotagao (2.4) sob o vetor A ¢ dada por

( 680 eig ) < j; > (2.8)

Esse raciocinio nos permite concluir que é possivel fazer uma identificacdo das representacoes
vetoriais reais de SO (2), A, como uma soma direta da representagao fundamental de U (1),
[, e sua respectiva conjugacao complexa [1*:

A ~OeO". (2.9)
O operador # é a identidade no espaco da representacao A\, que é a soma direta dois

subespacos unidimensionais. Tendo em mente essa discussao, propomos que os operadores de
projecao de spin-1 estejam associados com os vetores complexos como:

Opp = pps + 0pp, (2.10)

onde
pan = — (e1), (e1); (2.11a)
o = — (€2) (e2)y - (2.11b)

Convencionamos que os operadores p e o sejam os projetores nas representagoes [ e %,
nessa ordem. Levando-se em consideragao as defini¢oes (2.6b) e (2.6¢), pode-se notar que
p e o estao relacionados pela conjugacao complexa, p* = o e, que além disso, estes sao
Hermitianos e nao-simétricos:

*_

pir = (€1); (e1); = (e2); (€2); = oo (2.12)

Isso completa a decomposicao e a identificacao dos operadores de projecao de spin para campos
vetoriais.

Também é importante expressar o operador de Chern-Simons (2.2) em termos dos opera-
dores de projecao de spin. Para tal, notamos que Eﬂﬁﬁelﬂez,}% = —1, que pode ser calculado

com as expressoes (2.6a)-(2.6¢), no referencial da particula. Isso nos permite escrever S;; no
espago de momenta como:

Spp = e
= i€ (s + ops) (por + 007) K (2.13)
= i7" (e1pease20€1+ + eape15€10€27) K
= VEk*(ppo — 0p) -
A expressao resultante (2.13) torna mais clara a interpretacao da algebra entre os operadores
{0,w, S} apresentada nas equacoes (2.3a)-(2.3c).

Existe a possibilidade de se considerar a construcao de operadores de mapeamento entre
os subespacos definidos por k e e; ou k e ea. De fato, isso serd alvo de discussao no Capitulo 3
uma vez que esses operadores dependem explicitamente nos vetores e e es, e portanto violam



a simetria de Lorentz. Para modelos que preservam a simetria de Lorentz, o operador de onda
é construido apenas com objetos covariantes: 15, Oy € €upp-

Antes de prosseguir, é importante rever o significado da paridade em 3D com relagio
aos operadores aqui definidos. Em 3D, uma representacao possivel do operador de paridade
no espaco de Minkowski é

1 0 O
P=|101 0 . (2.14)
0 0 -1

Das equagoes (2.6b)-(2.6c) e (2.11a)-(2.11b) temos que PpP~! = 0 e PoP~! = p. Isso
mostra explicitamente que, ao contrario do que ocorre em 4D, ndo é possivel assinalar uma
paridade definida para cada projetor de spin. Cabe observar que PwP~! =w e PP~ =0,
ou seja, w e # sao invariantes por transformagcao de paridade. Como os operadores p e o estao
relacionados por uma transformacao de paridade temos como implicacao fisica que em modelos
que preservam paridade, as excita¢oes massivas de spins nao-nulos |s| devem se propagar como
dubletes de spin +s e com a mesma massa m.

Depois dessa pequena digressao, podemos construir os operadores de projecao de spin
para tensores de rank 2. Podemos enumerar as representagdes de spin e as multiplicidades
para tensores de rank 2:

(+1e-180) @ (+18-180) =3 x082x+1®2x —1& +26 -2), (2.15)
onde os algarismos sublinhados denotam o spin e os algarismos nao sublinhados estao relaci-

onados com a multiplicidade do spin.

No caso geral, um tensor de rank 2, T;;5, pode ser escrito como o produto de dois vetores,
digamos Ay e By:
Tﬂ,; = AﬂBl; (216)

Ja que um vetor arbitrario pode ser decomposto em suas componentes de spin, A; O (1® —1® 0),
por meio dos operadores de projecao de spin p, o e w,

Ap = (ppp + opp +wpp) AP, (2.17)
entao um tensor arbitrario de rank 2, pode ser decomposto em suas componentes de spin
como segue:

Tho = (pappios + PppTis + Papwis + OppPos + Tpp0os (2.18)
+ 0ppwos + WapPos + Waptse + wipwie ) TP
Notemos que p, o e w estao associados com o spin +1, -1 e 0, respectivamente, o que implica

que pp, pw, wp, po, op, ww, ow, wo, oo (com os indices omitidos) estdo associados com o
spin +2, +1, +1, 0, 0, 0, -1, -1 e -2, nessa ordem.

No caso do campo correspondente ao graviton hj;, que € um tensor simétrico de rank
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2, a simetrizacdo dos operadores acima levam aos seguintes operadores de projecao de spin:

p (+2) 45,56 = PapPoé (2.19a)
phh (=2) 45,56 = Tap006, (2.19b)
p (+1),;,;,pa = % (Papwis + Popwis + PusWop + PosWip) » (2.19¢)
P (1) 4555 = % (cppwss + Topwis + TpeWsp + TosWis) » (2.19d)
P (0) .56 = WipWos (2.19¢)
P33 (0) 56 = % (PapTos + PopOis + PasOop + PoaTip) - (2.19f)

Conforme esperado, os operadores (2.19a)-(2.19f) sdo Hermitianos. Além disso, os operadores
de projecao que estao associados com spins nao nulos sao complexos dado que as represen-
tagdes nao triviais de U (1) sdo complexas. Em contrapartida, os operadores relacionados
com o spin-0 sdo reais. Para Lagrangianas reais, as estruturas complexas (2.19a)-(2.19d) nao
podem aparecer sozinhas na decomposicao do operador de onda em termos dos operadores de
projecao de spin (essa decomposicao sera esclarecida posteriormente). Podemos garantir, no
entanto, que devido a invaridncia de Lorentz dos modelos, os projetores das representagoes
irredutiveis de SO (2) estardo presentes no operador de onda.

Os operadores de Barnes-Rivers sao escritos exclusivamente em termos de 6 e w. Usando
a decomposicao 0 = p+ o, podemos decompor esses operadores em termos dos operadores de
projecao de spin. Ja que p* = o, o operador de onda é explicitamente real. Consideremos, por
exemplo, o projetor de Barnes-Rivers advindo de uma redugao dimensional para 3D associado
com o spin-2 para um tensor simétrico de rank 2:

1 1
P (2) =5 (0pp806 + 05505p) — 070855 (2.20)

2. 2

Esse operador projeta numa representacao nao-trivial e irredutivel de SO (2) (portanto, bidi-
mensional). Levando em consideracao a decomposigao (2.10), reescrevemos (2.20) em termos
dos projetores em graus de liberdade de spin, isto é,

phh (2) 406 = PapPos + 0jpOioe- (2.21)

Isso mostra que o operador de Barnes-Rivers P (2) ¢ exatamente a soma dos projetores
de spin P (+2) e P(—2) (2.19a)-(2.19b). Esse processo de decomposigao pode ser realizado
para todos os operadores necessarios a fim de exaurir todas as possibilidades de contracoes
possiveis entre os campos da Lagrangiana livre.

Para o operador de Chern-Simons gravitacional,
Spips = 0ppSo6 + 0p5Spp + 05pSp6 + 056 Sap, (2:22)
(Sup definindo na equacao (2.2)) esse processo de decomposicao resulta em

Sp s = —AiVE2 (P (+2)5,5 (2.23)

As relacoes entre os todos os operadores de projecao de spin e as identidades tensoriais rele-
vantes sdo apresentadas no Apéndice A.
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2.2 Obtencao dos Propagadores

J4 estamos em condicdo de calcular os propagadores de modelos gerais para o eletromagne-
tismo e gravitacao em 3D. Consideremos, desta forma, um modelo Lagrangiano £ em 3D que
seja fun¢dao de um campo vetorial A; ou de um campo simétrico de rank 2, hzy. A parte
quadratica de £ pode ser escrita como

1
(L) =5 > 0aOapps., (2.24)
a7/3

onde «, B representam um indices vetoriais ou tensoriais, 0,3 € um operador diferencial
local (operador de onda) e ¢, corresponde ao campo quéantico do modelo. Por exemplo, para
modelos eletromagnéticos ¢, = A;; e para modelos de gravitacao no formalismo de segunda
ordem, ¢, = hjp onde a flutuacao da métrica pode ser obtida através da expansao em campo
fraco gﬂ;, = 77,&17 + hﬂ,;.

Com auxilio das identidades apresentadas no Apéndice A, podemos expandir o operador
de onda na base do operadores de projecao de spin como

Oas = D (D) n P (N)ag (2.25)

mn,J

em que a(J),,, sdo os coeficientes da expansdo do operador de onda. Os operadores dia-
gonais, Py, (J), sdo projetores do campo ¢ sobre o setor de spin J. Os operadores nao
diagonais, P (J) (m # n) implementam o mapeamento dentro do subespago de spin corres-
pondente. Os operadores Py, (J) satisfazem as propriedades de ortogonalidade multiplicativa
e decomposicao da unidade:

Z Poin(D)ap Prrns (1) gy = Sumr 677 Pyt (D (2.26)
3

> Prm(T)ap = bap. (2.27)

m,J

As propriedades (2.26) e (2.27) convertem a tarefa de inverter o operador de onda (2.25)
num problema algébrico: basta inverter as matrizes dos coeficientes a (J),,,,. Mas, em geral,
a(J),,, pode ser degenerada devido as simetrias de calibre presente no modelo, que aparecem
consistentemente devido a vinculos satisfeitos pela fontes fisicas. As expressdes explicitas

) . (L,N)
para esses vinculos podem ser escritas em termos do autovetores nulos a esquerda V] das
matrizes de coeficientes a (J),,,, degeneradas [45]:

> VEN () P (1) 5. S5 = 0, (2.28)
B

que é valido para todo indice m e N, onde N representa a multiplicidade dos autovetores
nulos.

Assim, o procedimento apropriado para obter o propagador saturado com fontes fisicas,
I1, consiste em inverter qualquer submatriz de dimensao igual ao posto de a (J),,,,,.- Na pratica,
basta remover as linha e colunas degeneradas de a (J),,,, (denotada por A (J), ) e inverté-la.
Como resultado final, obtemos

=i StA(T)pm Prn (D)ag Sp- (2.29)

Jmn
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Deve ser enfatizado que o propagador saturado com as fontes fisicas, II, é invariante de
calibre, devido aos vinculos satisfeitos pelas fontes (2.28). Essa propriedade do método de
se conseguir lidar facilmente com as possiveis degenerescéncias do operador de onda é uma
grande virtude comparado com outros métodos que nao utilizam os operadores de projecao
ortonormais. Nesse procedimento apresentado, a fixagdo do calibre ndo é necesséria para a
obtencao dos propagadores.

2.3 Prescricao para Analise da Consisténcia Espectral

Por questao de simplicidade, separamos a discussao da prescricao para analisar a consisténcia
espectral de modelos 3D em duas partes: uma relacionada aos polos massivos e a outra aos
polos nao-massivos.

e polos massivos
Para assegurar que ndo haja a propagagdo modos de taquions e fantasmas para um
dado modelo em 3D, é necessario garantir que, para cada polo simples do propagador

(2 = m2),

SmRes(I|j2—pm2) >0 e m? > 0. (2.30)

(Uma demonstracao detalhada desse resultado de teoria quantica de campos é dada no
Capitulo 2 da Referéncia [41]). A luz da equacdo (2.29), chegamos a conclusio de que
a condicdo para auséncia de fantasmas em cada modo de spin estd diretamente asso-

ciada a positividade das matrizes (Zmn A(J, mz)_}1 P (J)) 5 onde A (J, m2)_1 =

m mn

Res A (J), !

mn

é a matriz A (J)
k2=m?
trar que essas matrizes possuem apenas um autovalor ndo-nulo no polo, igual ao trago
de A7! (J, mz)‘kg_ .. Além disso, os operadores Py, (J) contribuem com um sinal

=m

(=1)P, onde p é a soma do ndamero de p’s e ¢’s em cada termo do propagador. O sinal
(—1)? pode ser compreendido pelo fato que no referencial de repouso da particula p e o
contribuem com um sinal negativo, enquanto que w contribui com um sinal positivo. Em
suma, a condicao para auséncia de taquions e fantasmas é que para cada polo massivo

no propagador tenhamos:

mn, com o polo de massa m extraido. Pode-se mos-

(i) m?>0, (2.31a)
(i) (—1)PTrA (J,m?) " >0, (2.31b)

e polos nao-massivos

A analise dos polos ndo-massivos apresentam algumas sutilezas, que requerem alguns
cuidados extras. De fato, a primeira vista, a base de operadores aparenta ser mal-
definida para momenta tipo-luz. No entanto, as fontes fisicas apresentam vinculos
oriundos das simetrias de calibre do modelos que torna a expressao para a obtencao
do propagador (2.29) bem-definida, mesmo para momenta tipo-luz. As fontes fisicas
satisfazem os vinculos de conservacao da forma k:,;S’:‘ = 0 para modelos eletromagné-
ticos e k;S* = 0 para os modelos gravitacionais (cuja expressao geral ¢ dada pela
equagao (2.28)). Consequentemente, uma maneira conveniente para impor a condigdo
de auséncia de fantasmas é escrever expressao inversa do operador de onda em termos
das estruturas Lk

Wﬂ,; = 272”, 0[“; = ?7[“; — CU[“;, Eﬂ,;ﬁ, k’ﬂ. (2.32)
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Essa tarefa pode ser assistida pelas relagoes apresentadas no Apéndice A. Além disso,
as fontes devem ser expandidas numa base de momenta adequada:

Sy = c1ky + caqp + c3€p, (2.33)
Spp = c1kpky + co (kpep + kuep) (2.34)
+ 3 (kpao + koqp) + caquq0
+ 5 (quen + gpep) + co€p€ns

onde ¢; sdo coeficientes complexos e

ki = (Ko, k), (2.35a)
a5 = (ko, —k), (2.35b)
satisfazendo
E=¢=0, (2.36a)
k-q=(ko)?+ (k)% (2.36b)
k-e=q-e=0, (2.36¢)
e =—1. (2.36d)

A expansao (2.33)-(2.34) é a mais geral possivel para fontes vetoriais e para tensores
simétricos de rank 2, quando suplementadas com os vinculos de conservagao (2.28). Por
fim, deve-se assegurar positividade do residuo do propagador

SmRes(I1|;2—) > 0. (2.37)

2.4 Aplicacao para Modelos Planares com Violacao de Pari-
dade

A fim de ilustrar explicitamente a utilidade do método proposto, vamos considerar modelos
concretos para o eletromagnetismo e a gravitagdo. Discutiremos a obtenc¢ao dos propagadores
e as condicOes para auséncia de taquions e fantasmas da eletrodindmica de Lee—Wick—Chern-
Simons adicionada de um termo tipo Chern-Simons de derivada superior. Como exemplo de
modelo de gravitagdo, abordaremos a gravitacao de Einstein-Hilbert no formalismo métrico,
acrescido de termos com derivadas de ordem superior € o termo de Chern-Simons, que viola
paridade. Também, estabeleceremos uma discussao dos modos propagantes com a presenca
do termo de Ricci-Cotton, que simultaneamente viola paridade e é um termo com derivadas
de ordem superior.

2.4.1 Eletromagnetismo com Derivadas Superiores

O primeiro exemplo é a Lagrangiana de Lee-Wick-Chern-Simons

B

o (i
Lyes = = Fuok™ =7

Fﬂl;DF[w + %eﬂ’}ﬁAﬂ&;Aﬁ, (2.38)
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em que Iy = 0pAp — 0pdp e O = 8,;8’1. « e ;1 sdo constantes de unidades UV m? e m%,
respectivamente, enquanto S é adimensional. Isso, pois, sempre se pode redefinir os campos
de tal forma que o termo com o maior nimero de derivadas, que domina no regime k? — oo,
fique com um parametro adimensional.

Queremos assegurar que todos os passos do método sejam cuidadosamente detalhados,
pois este exemplo servird como guia de implementagao do método de operadores de projecao
de spin para o restante da tese. Primeiramente, devemos escrever a Lagrangiana quadratica,
a menos de derivadas parciais na forma da equagao (2.24):

1 . X
(Lrcs)y = 5A"Opp A7 (2.39)

onde Oy & o operador de onda no espago de momenta é dado por:
Opo = (—ak?® + BE*Y) 045 — ipeps k. (2.40)

Com auxilio das respectivas identidades apresentadas no Apéndice A:

0o = Pi1" (+1) + P (=1) (2.41a)
epoph” = iVE? (PﬁA (+1) 5 — 55 (‘D,m) (2.41D)

podemos expandir o operador de onda (2.40) em termos da base de operadores de projecao
de spin em 3D, na forma

Opp = Z a(J)mn Prﬁr? (J)gw (2.42)

mn,J

donde obtemos as seguintes matrizes de coeficientes da expansao:

a(0) =0, (2.43)

[ —ok?+ Bk + pVE? 0
a(l) = ( 0 —ak? 4 Bkt — uVk? ) ‘ (244)

Pode-se observar que o setor de spin-0 é completamente degenerado. Isso ja era esperado,
uma vez que é conhecido que o modelo (2.38) possui uma simetria de calibre

Al = Ay + 5A;. (2.45)

O termo 6A; pode ser obtido através da andlise geral baseada no método dos operadores de
projecao de spin. De fato, podemos relacionar a variacdo do campo por uma transformacao

de calibre com os autovetores nulos a direita das matrizes de coeficientes Vi(R’N) [45, 41],

000 = Y VI () PIX () £5 (). (2.46)
n,J,B

que é vélida para todo indice de n e N. No exemplo considerado, essa expressao se reduz a
645 =03 (0:17). (2.47)

para uma funcao arbitraria fY.

A simetria de calibre do modelo (2.38) surge adequadamente para inibir a propagagao
do modo de spin-0. Como consequéncia dessa simetria as fontes fisicas satisfazem vinculos
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Figura 2.1: Grafico da polinémio A (k:2 /K2, onde A (kQ) é o termo que aparece no deno-
minador do propagador (2.49) e m? = % A analise do comportamento do grafico permite

distinguir a natureza das raizes desse polinémio.

para inibir a propagacao de estados nao-fisicos. Assim, a expressao geral (2.28) é simplificada
para )
kpSt =0, (2.48)

que é a conhecida relagdo de conservagdo da quadricorrente eletromagnética.

O inverso da matriz de coeficientes do setor 1 é dado por:

1 [ —ak? + BE* — u/k2? 0 (2.49)
0 —ak? + Bk + uVE2 |’ '

2
onde A = [(kz — %) B2k2? — ,LL2:| k? = (62/@6 — 2aBk* + a?k? — ,u2) k2. O polo do propaga-

dor é um polindémio quartico em k2, e portanto, possui quatro raizes. Uma dessas corresponde
a um polo ndo-massivo (k2 = 0) e a massa das outras trés denotaremos por my, ma e mg.

Podemos distinguir quatro casos no que diz respeito a natureza das raizes do denomina-
dor do propagador (conforme ilustrado na Figura 2.1): 1. p = 0, se reduz a eletrodinamica de

. 2 N . o). 2

Lee-Wick, 2. 0 < % < 247%, temos trés polos reais e com massas positivas, 3. % = 2%%, que

implica num polo duplo e, portanto, na violagdo da unitariedade do modelo, e finalmente, 4.
2 . . . ~ A .

% > %%, surge necessariamente dois polos complexas, resultando em excitagoes taquidnicas.

O primeiro e o segundo caso sdo candidatos a ter um espectro livre de tdquions e fantasmas
e os analisaremos minuciosamente.
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Caso p = 0: Eletrodinadmica de Lee-Wick Nesse caso, a matriz de coeficientes a (1) fica

simplificada para:
—ak? + Bkt 0
o= (T e ) (2.50)

e a sua inversa ¢ dada por

1
a(l)y = —— < (1] (1) > (2.51)
2 _ a2

3 (k B) k
A condicio para auséncia de taquions é, portanto,
9

m? =5 >0, (2.52)

A condi¢ado para auséncia de fantasma lé-se
1
(1) TrA(1,m?) ey = —— >0, (2.53)
a

o que implica imediatamente que a < 0.

Para os polos nao-massivos, seguimos as instrucoes dadas na Secao 2.2. O vinculo
k;S* = 0 nos permite escrever o propagador como:

M= — L isvis,, (2.54)

2 _« 2
B (k=5
Expandimos a corrente S# numa base de momenta (conforme a expressio (2.34)) e impomos
a condicado (2.37),

1
SmRes(I|2—g) = — |e1]* > 0, (2.55)
(6]

o que obriga a > 0. Esse resultado est4 em clara contradicao com a condigdao de unitariedade
obtida no setor massivo. Isso nos permite concluir que a eletrodinamica de Lee-Wick necessa-
riamente propaga excitagoes fantasmas em nivel de arvore. Apesar disso, existem alternativas
para contornar essa situacdo. Em (1 + 3) D, Lee e Wick propuseram uma interpreta¢ao em
que essa classe de modelos podem ser unitarios e estaveis se os estados associados as polos
massivos dos propagadores possuirem um comprimento de decaimento, e portanto, ausentes
do espectro de particulas da teoria (os trabalhos originais sdao apresentados em [60, 61] e uma
revisao é dada em [83]).

Caso 0 < Z—z < %%: Nessa situagao, os polos do propagador representam trés excitacoes

com 1massas reais e positivas, que podemos ordené-las m; < mg < ms, sem perda de generali-

dade (conforme a Figura 2.1). Também podemos escrever A (k?) = (k% —m?) (k? — m3) (k* — m3) B%k>.
Assim, por meio da condigdo (—1) TrA(1,m?)|2_,,2 > 0, para cada m;, i = 1,2, 3, obtemos

relagoes contraditérias com a suposicao inicial de qﬁe myp < mo < ms:

Bm? — a 9
my : < 0= pmi < «, (2.56)
7 ot — ) o~ )
fmj —a 2
ma : < 0= pmj; > «, (2.57)
B> (m3 —m3) (m3 —m3)
2 _
ms : fms — o < 0= pm3 < a. (2.58)

B2 (m3 —m3) (m3 —m?)
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Portanto, esse modelo também esta fadado a conter modos fantasmas.

Outra possibilidade interessante é adicionar & Lagrangiana (2.38) um termo de derivada
superior da forma do termo de Chern-Simons,

A oo
'CECS == EEMVPDAﬂaf,Aﬁ. (259)

Esse termo foi contemplado na Referéncia [84]. Embora a estrutura formal do termo Lgcg seja
muito similar & L¢og, mantendo a propriedade de violagdo de paridade, este difere fundamen-
talmente em dois aspectos: ndo carrega informacdo das transformacoes de calibre “grandes™
e ndo é um termo topoldgico. Isso pode ser visto reescrevendo a agdo da extensao do termo
de Chern-Simons como:

A
Sees = [ dee®04,0,4; (2.602)
= —% / BPaelP0; A;0°0, A5 (2.60b)
= —2 / Bre"PFy,0° Fyp (2.60c)
A [ 3 i a1 s
= —5 d’ze fﬂ&;fﬁ, f = 56 F,;ﬁ, (260d)

em que foi utilizado: uma integracdo por partes no passo (2.60a)-(2.60b), a definicdo do
tensor intensidade de campo Fjy = 0p Ay — 0pAj (juntamente com uma integragdo por par-
tes) no passo (2.60b)-(2.60c) e a definicao do tensor intensidade de campo dual no passo
(2.60¢)-(2.60d). Pela expressao da acdo (2.60d), observa-se que esta depende apenas do ten-
sor intensidade de campo e, portanto, nao tem como carregar informacao das transformacGes
de calibre “grandes”, em contraposicao com a acao de Chern-Simons que depende do vetor
potencial. Também, pelas expressoes (2.60a) e (2.60d), percebe-se que na covariantizacao da
teoria para espacos-curvos, haverd a explicita dependéncia da métrica, e consequentemente a
acao Spog nao é topoldgica.

Com o termo adicional (2.59), o operador de onda no espaco de momenta fica escrito
como

Oﬂ,} = (—Oz/{?2 + ﬁk4) 9[“9 —1 (M + )\kIQ) Eﬂl;ﬁk'[), (2.61)

Seguindo os mesmos passos indicados na Se¢ao 2.4.1, chegamos a seguinte modificacao
para a matriz de coeficientes do setor de spin-1:

a<1):<—ak‘2—|—ﬁk4+(u—|—)\k2)\/1€7 0 )

0 —ak? + Bk — (u+ Ak?) V2 (2.62)

A respectiva matriz inversa ¢ dada por

oy U —ak? 4 BEY — (u+ Me?) V2 0
o ()= A < 0 —ak? + Bk* + (u+ M) VEZ )7 (2:63)

onde
A= B — (@B + N2) k' + (o — 22p) K — p?] k2. (2.64)

3 As transformacoes de calibres “grandes” sao definidas como transformacdes de calibre que nao sio homo-
topicas (isto é, ndao podem ser deformadas continuamente) & identidade. Uma discussdo aprofundada sobre
o papel das transformagées de calibre “grandes”, especialmente em teorias de Chern-Simons ndo-abelianas, é
realizada na Referéncia [59].
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Ainda que nesse caso tenhamos uma anélise mais geral, ndo temos uma perspectiva melhor
para garantir a unitariedade do modelo, dada a presenca de miltiplos polos no mesmo setor de
spin. As condigdes anélogas as equagoes (2.56)-(2.58) fornecem relagoes contraditorias para
auséncia de taquions e fantasmas no mesmo espirito da argumentacao realizada na Secao
2.4.1, implicando necessariamente que o modelo ndo é unitério. Esse resultado estd de acordo
com a analise independente realizada na Referéncia [84].

2.4.2 Gravitagao de Ordem Superior

A Lagrangiana da gravitacdo de Einstein-Hilbert no formalismo métrico incluindo derivadas
de ordem superior e o termo de Chern-Simons pode ser escrita como:

Lo = /g (aR+ BRuRY +9R?) + 5 Lo, (2.65)

onde o termo de Chern-Simons é dado por:

PSR N 2 . N
ECS = 5HVPF2& <(%ng\ + 3FSS\F73,%) N (266)

e a, B, v e usdo coeficientes arbitrarios.

Adotando a aproximac¢do de campo fraco para a métrica, gup = 1up + hpo, em que
consideramos o campo hj, como a flutuacdo quéantica da métrica, podemos escrever a parte
quadratica do Lagrangiano (2.65) como:

1 .- 1 . L R
(Le)s =5 <—2h’“’Dhﬂf, + 5h0h = hdyh™ + hwaﬂaﬁmﬁ)
+ g (A" O%hs + WO — 2000050 — 200050, + 200 0,0,05h77 ) (2.67)

7 (RO = 2000051 + W 030,001 )

Ky b ihp o
+ Zhﬂ et p@;\ (th,ﬁ — 81;8&hﬁ ) s

em que h = hﬂﬂ. A expressao (2.67) permite-nos obter o operador de onda Oy 55 para o
modelo. Tal operador de onda pode ser expandido em termos da base de operadores em graus
de liberdade de spin com auxilio das identidades fornecidas no Apéndice A. Isso permite obter
as matrizes dos coeficientes na expansio:

a(0) = ( (36 + 8v)0k:2 —a) k? 8 ) | 268
(a + Bk% + u\/ﬁ) k2 0
a(2)= 0 (a + Bk? — u\/l?) 2 (2.69)

Novamente, devido & simetria de calibre do modelo, a matriz correspondente ao setor de spin-0
é ndo inversivel. Essa propriedade aparece consistentemente devido ao vinculo de conservagao
das fontes gravitacionais kzSH* = 0.

A maior matriz inversa nio degenerada de a (0), ao qual denotamos por A (0)' é dada

por
1

AOT = Errey A

(2.70)
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e a(2)~! é escrito como:

1 1 o+ Bk — k2 0
a(2) = [(a+ Bk2)? — szz} 12 ( 0 o+ BE? + pvVk2 ) ' (271)

Donde obtemos as relacoes de dispersao para dois modos massivos independentes:

2 & s 1 a\? ao?
=5+ 3w+ (- 5) -5 272)

Utilizando as restri¢oes (2.31a)-(2.31b) para as matrizes (2.70)-(2.71), a fim de garantir
a auséncia de taquions e fantasmas, obtemos as seguintes condi¢oes sobres os parametros da
Lagrangiana:

Spin-2: a<0, >0, (2.73)
Spin-0: a>0, 38+8y>0. (2.74)

Para valores arbitrarios dos parametros «, 5 e v 0o modelo é nao unitario. Uma maneira de
resolver esse problema é inibir a propagagdo do modo massivo de spin-0, tomando 3348y = 0.
De forma notavel, essa é exatamente a condi¢ao considerada no modelo de Bergshoeff-Hohm-
Townsend (BHT) [73, 74|. Este modelo se propoe a descrever uma particula massiva de
spin-2.

Outra alternativa consiste em inibir o modo massivo de spin-2, impondo S = 0. Desta

forma
1

sk? (k2 = &)

A condigao para auséncia de taquions se reduz a /v > 0 e a auséncia de fantasmas vy > 0.
Desta forma, concluimos, também, que o modelo aR + vR? é unitério para valores positivos
de a e 7. Inusitadamente, a adicio do termo de Chern-Simons ao modelo aR + yR? torna
esta teoria nao-unitaria [85, 86]. De fato, a matriz inversa do setor de spin-2, para o modelo
aR+vR? + 8Lcs se reduz a

a2l = ! a—pVE 0 (2.76)
<k2—z—§)p2k’2 0 a+ pVk?
2 a?

donde temos a presenca de um modo massivo m* = 2; > 0. A condigdo para auséncia de
fantasmas é dada por

a(0)t =

(2.75)

=

—1 2
Tra (2,m*)” = —-= >0, (2.77)
e
que esta em discordancia com a condigao imposta no setor de spin-0 (a > 0). Portanto, além
do termo de Chern-Simons nao ser um elixir para a cura de unitariedade da gravitacao, este
pode trazer excitagbes fantasmas em algumas situacoes especiais.

Para a anéalise dos polos nao-massivos, deve-se utilizar a expressdo original do propagador
(2.29) para se calcular o residuo no polo. Os vinculos satisfeitos pelas fontes nos permitem
trabalhar consistentemente com as singularidades. Utilizando os vinculos e descartando os
termos que nao contribuem para o residuo no polo, obtemos

1 1 | o
I = — i8S\ = (o + Mg — Nolps) + inepsmosh”™ | S (2.78)
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Com uma expansao adequada numa base de momenta (2.33), pode se mostrar que essa
expressao se anula identicamente e que, por tal motivo, ndao hé a propagacdo de modos nao-
massivos para esse modelo de gravitagao planar. Com esses resultados inferimos, conforme
conhecido na literatura, que o modelo de BHT e aR + yR? sdo unitarios.

Com efeito, somente o modelo BHT pode ser considerado, de fato, um sistema gravita-
cional de derivada superior. Pode ser demonstrado que o modelo aR+~vR? é conformalmente
equivalente a gravitacao de Einstein, e que apesar de possuir derivadas quérticas da métrica,
sua versao escalar-tensorial consiste num modelo de segunda ordem [87]. Até agora, o modelo
BHT é o tinico modelo de gravitacao de genuinamente ordem superior cuja versao linearizada
em 3D seja unitaria [73, 74, 81]. Além disso, o modelo BHT ndao apresenta uma fenomeno-
logia patolégica como acontece na gravitacdo de Einstein-Hilbert em 3D: auséncia de forga
gravitacional no limite nao-relativistico, deflexdo gravitacional independente do parametro de
impacto, auséncia de dilatacao temporal e auséncia de desvio espectral gravitacional. Pode se
mostrar que esses “testes classicos da gravitacao” estéo presentes para o modelo BHT [88, 53].

Além dos termos Lagrangianos considerados, existe a possibilidade de construir um termo
de derivada superior do tipo Chern-Simons, através da contragao do tensor de Ricci (Rp)
com o tensor de Cotton (Cuy = €456 DG, Gy = Ry — %5,1,;}2):

»CRC = Aéﬂl)ﬁRﬂaD{,Rﬁ&. (2.79)

Nao é conhecido pelo autor desse trabalho um estudo minucioso da propriedades do termo
de Ricci-Cotton na gravitacao em 3D. Embora, na Referéncia [75] os autores estabelecem
uma interessante relacao entre a extensao do termo de Chern-Simons de derivada superior no
eletromagnetismo e a gravitacao de Ricci-Cotton no contexto da supergravidade N’ = 2 em 3D.
Podemos nos perguntar se esse termo pode ser adicionado consistentemente ao Lagrangiano
(2.65), no sentido que haja somente a propagacao de modos fisicos.

Seguindo a mesma receita da expansao de campo fraco e a obtencao do operador de
onda, pode-se mostrar que o termo de Ricci-Cotton afeta apenas o setor de spin-2. A matriz
de coeficientes na expansao para o setor de spin-2 é dada por

[ BR2 = (1 + AR%) VEZ] B2 0
a(2) = (2.80)
0 [a + BE% + (1 + AK?) \/1?2} k2
e a respectiva inversa é dada por:
1 et BE? + (M) VE? 0
2)7 =+ : 2.81
a(2) A( 0 a+ Bk% — (u+ Ak?) V2 (281)
onde o denominador é dado por:
A =[N0 + (8% — 2p)) k* + (208 — p?) K2 + o] k2. (2.82)

Analisando os polos do propagador, é possivel perceber que essa teoria pode descrever até
trés polos massivos. Acontece que, com a mesma argumentagdo realizada para o termo tipo
Chern-Simons de derivada superior para o eletromagnetismo, essas trés excitagoes nao podem
se propagar de maneira unitaria concomitantemente. Esse resultado est4 de acordo com a
Referéncia [75] e nos atenta, mais uma vez, para a dificuldade de se conciliar teorias com
derivadas superiores e o requerimento da unitariedade.

Esperamos que essa discussao possa ter sido tutil para ilustrar a aplicacdo da proposta
da nova classe de operadores de projecao de spin para modelos 3D.
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2.5 Conclusao

Neste capitulo, propomos uma base de operadores ortonormais adequada para obter o pro-
pagador e avaliar as propriedades espectrais de modelos que incluem termos com violagao de
paridade. Isso permite avaliar as condi¢oes sobre os coeficientes livres da Lagrangiana para
garantir a auséncia de modos de taquions e fantasmas. A presenga de termos com o simbolo
de Levi-Civita sugere ser conveniente a separagdo dos campos nos seus graus de liberdade que
correspondam ao spin 3D. Isso é particularmente notério, j4 que em 3D todas as particulas
massivas com spin nao-trivial, possuem dois graus de liberdade, e estes se propagam inde-
pendentemente em modelos que possuam violagdao de paridade. Assim, como os operadores 6
e w, a base de operadores proposta é explicitamente consistente para momenta tipo-tempo.
Para momenta tipo-luz, mostramos como obter corretamente o propagador saturado com
fontes fisicas, exemplificado em alguns modelos propostos. Os resultados para a andlise de
unitariedade coincidiram com os resultados apresentados na literatura.

Com relacao & base de operadores de projecdo de spin, duas caracteristicas notaveis
devem ser enfatizadas: 1) a propriedade de ortogonalidade torna a inversao do operador de
onda mais simples e 2) a anélise das simetria de calibre do modelo torna possivel a descri¢ao de
um algoritmo sistematico para a obtencao do propagador e a analise do espectro de particulas.
Além disso, o estudo do papel do spin em 3D fornece a esse conjunto de operadores uma
interpretacao fisica. Conforme veremos nos Capitulos 3 e 4, uma construgdo andloga pode ser
implementada para lidar com teorias com violacao de simetria de Lorentz, dada a intrinseca
relagdo de teorias planares e a violacdo da simetria de Lorentz em 4D.

Esse método sistematico para analisar a consisténcia espectral pode ser implementado
para outras classes de modelos planares com violagao de paridade. Um caminho interessante
é considerar termos Lagrangianos que envolvam modos propagantes de torgao, como por
exemplo AT ;\dRﬂd, Reﬂf”%Tﬂ,;,% , eﬂﬁ’%ng&Rﬂp. Outra possibilidade é considerar modelos
que conservam Hparidade, mas fazer uso do campo dual. O formalismo de primeira ordem para
a gravitagao em 3D € um bom cendrio dessa possibilidade, ja que pode-se escrever a flutuagao

da tetrada e[f‘ e da conexdo de spin wﬂ&b como:
o = bip + €anaX’, (2.83a)
(:;ﬂﬁ'% = eﬁ’%& (@Z}ﬂ& —+ Eﬂ&ﬁ)\ﬁ) R (283b)

em que ¢;p € a contribuicdo simétrica da tetrada e X" é o vetor dual a contribuicdo antissi-
métrica. J& 1,4 corresponde a parte simétrica do campo dual a flutuagao da conexao de spin
e AP é o vetor dual & parte antissimétrica do campo dual. De fato, um estudo detalhado sobre
modelos gravitacionais em 3D com a presenca de tor¢io dinamica e termos de (curvatura)?
junto com o termo de Chern-Simons foi realizado nas Referéncias [47, 41|, mostrando a eficacia
dessa nova classe de operadores de projecao de spin.
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Capitulo 3

Analise Espectral de um Modelo de
Gravitacao com Violacao da Simetria
de Lorentz

O entendimento da estrutura de teorias quinticas de campos em 3D possui aplicacées que vao
além do mundo planar. O desenvolvimento de uma base de operadores de projecdo de spin e
o estudo da estrutura do espectro de teorias de calibre e gravitacao, realizado no Capitulo 2,
fornecem ferramentas para uma andlise mais aprofundada de algumas classes de modelos em
4D. Essa conexao é bastante estreita nas teorias com violacao da simetria de Lorentz por um
campo vetorial de fundo [89, 25|, uma vez que esse vetor pode servir como uma coordenada
de imersao de modelos planares num espaco-tempo quadridimensional.

Discorremos acerca de tal proposta na Secao 3.1, onde revisamos alguns conceitos gerais
sobre a violagdo da simetria de Lorentz através de um vetor de fundo. Em seguida, concen-
traremos em descrever a possibilidade dessa violacao no setor gravitacional na Secdo 3.2. A
partir dai, estamos aptos a seguir as linhas gerais do Capitulo 2, a fim de construir uma base
de operadores nos graus de liberdade, ao invés de operadores nos modos de spin. Tal constru-
¢ao, feita na Secao 3.3, é compativel com a estrutura de modelos com violagao da simetria de
Lorentz por um quadrivetor de fundo v#. Na Secao 3.4 é obtido os propagadores e feita uma
discussao sobre o papel da simetria residual da violagdo da simetria de Lorentz. Andlise do
espectro de particulas para um modelo geral de gravitacao com derivadas superiores e termos
de violagdo da simetria de Lorentz é realizada nas Secdo 3.5. Os resultados apresentados
nas Secoes 3.3, 3.4 e 3.5 correspondem a contribui¢oes originais desse trabalho [48]|. Por fim,
estabelecemos conclusoes finais na Se¢ao 3.6.

Neste capitulo, as letras gregas (i, v, p, 0, . . .) denotam indices do espago-tempo (1 + 3) D
e as letras latinas (m,n,m’,n’) representam indices convencionais. Seguimos a conven¢ao de
que a assinatura da métrica é (+1,—1,—1,—1) e "'?3 = +1, onde €*?? é o simbolo de
Levi-Civita.

3.1 Violagao da Simetria de Lorentz através de um Vetor de
Fundo

A possibilidade de se investigar propriedades experimentais de teorias fundamentais, que
teriam um papel dominante apenas numa escala de energia da ordem da energia de Planck,
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é algo fascinante. Um caminho promissor nesse sentido pode ser feito através do estudo
da fenomenologia de violagdo de simetrias em que acredita-se serem fundamentais, mas que
podem ter sido quebradas num regime de altissimas energias. As reliquias da violagdo dessas
simetrias poderiam ser detectdveis em experimentos de baixas energias fornecendo indicios a
respeito de teorias fundamentais subjacentes.

Um problema é que qualquer proposta de uma nova Fisica e, em particular de uma
violagao da simetria de Lorentz, sofre muita restricdo devido ao fato de que as teorias de
campos relativisticas, além de serem o alicerce das teorias das interacoes fundamentais, estao
bastante estabelecida experimentalmente — muitos desses experimentos de alta precisao |30].
Outro fato a que devemos estar atentos quando falamos de violagao de simetria de Lorentz é a
estreita relacio entre a simetria de Lorentz e a invaridncia por transformacées de CPT!. Um
teorema estabelece que, numa teoria quintica de campos de particulas relativisticas, unitéria
e local, a violacao da simetria de CPT implica em violacdo da simetria de Lorentz, embora
a reciproca nao seja verdadeira [90]. Além disso, Greenberg [91] estabelece que teorias de
campos que violam CPT, por possuirem particulas e antiparticulas com massas distintas,
devem ser nao-locais.

Nesse contexto, a proposta de violagdo da simetria de Lorentz por um campo de fundo,
tem-se consolidado como uma forte linha de investigacao nas duas ultimas décadas. Conforme
proposto por Kostelecky e Samuel [14], essa classe de modelos pode ser gerada como limite de
baixas energias de teorias de campos de cordas. Do ponto de vista tedrico, esse mecanismo
¢ bastante interessante ja que a invaridncia de Lorentz é quebrada através de uma conden-
sacao nao-trivial dos campos. Desta maneira, a dindmica subjacente, advinda de uma teoria
mais fundamental, pode permanecer invariante pela simetria de Lorentz. Do ponto de vista
experimental, a proposta do modelo padrao estendido por termos de violacao da simetria de
Lorentz também é atraente, pois representa corregoes de pequena magnitude ao Lagrangiano
do Modelo Padrao da Fisica de Particulas.

A caracteristica marcante desses modelos é dada pelas propriedades de transformacao
do vetor de violagdao da simetria de Lorentz v, que atua como uma coordenada de imersao.
Conforme apresentado na Tabela 3.1, v* se transforma como um quadrivetor sob transfor-
magoes Lorentz de observador (ou passiva), mas como um escalar sob transformagoes de
particulas (ou ativas). As transformagoes passivas ocorrem quando considera-se o mesmo
sistema fisico (nao-transformado) sob dois observadores relacionados por uma transforma-
cao de referencial. A presenca da simetria sob transformagoes passivas acontece quando a
descricdo de um sistema por observadores diferentes é dado pelo mesmo conjunto de equa-
¢Oes. As transformacgGes ativas acontecem quando se considera um sistema fisico original e
transformado, conforme descrito pelo mesmo observador. Uma simetria do ponto de vista
ativo existe quando as probabilidades de transicao para todos os estados do sistema original
e transformado coincidem [92|. Para a classe de modelos com violacdo da simetria de Lorentz
por um vetor de fundo, a simetria de Lorentz de observador é preservada, mas a simetria
por transformagoes de Lorentz de particulas é violada (uma revisao introdutéria ao assunto é
apresentada em [93] e uma discussao mais aprofundada é dada em [25]).

! As transformaces de CPT consistem na acio combinada das operacdes discretas de conjugacio de carga
(C), inversao de paridade (P) e inversao temporal (T).
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’ Transformagao de Observador | Transformacao de Particula
Solu — ANVQOV SDlu — AMV(,DV
P = AP v v =k

Tabela 3.1: Comparacao das propriedades de transformacao do vetor de fundo v* por trans-
formacoes de observador e particula. A transformacao de observador ou passiva acontece
quando deixamos espaco-tempo intacto e transformamos as bases de dois sistemas de referen-
ciais inerciais. Na transformacao de particulas ou ativa, o sistema de coordenadas permanece
fixo e os campos fisicos sao transformados. A presenca de um vetor de fundo torna essas duas
transformacdes ndo equivalentes fisicamente.

Com isso, pode ser contemplada a deformacao de modelos Lagrangianos em 4D através
da imersao de um termo tipo Chern-Simons tridimensional por meio do vetor de fundo v*.
Para o eletromagnetismo tal deformagao pode ser dada por

1
4
conhecido na literatura como modelo de Carroll-Field-Jackiw [89]. Pode-se notar que no caso

em que v* = (0,7) recaimos a uma estrutura muito similar ao termo de Chern-Simons em
(1+2)D apresentado na Secao 2.4.1.

1
Lopy =—=F, F" + Ze“”p"vuAprg, (3.1)

E interessante citar algumas propriedades desse modelo, que serdo ttil para posterior
comparacao com os resultados do modelo de gravitagdo. Apesar da violagdo da simetria
de Lorentz, o modelo (3.1) é invariante por transformagoes de calibre na camada de massa
[94, 95], isto ¢, quando se leva em consideragao as equagdes de movimento. Devido a isso, o
féton continua a possuir duas polarizacoes independentes, porém estas adquirem velocidades
de propagacao distintas da velocidade da luz (portanto, a invariancia por boosts de Lorentz
nao é preservada) e velocidades de propagagao diferentes entre si (portanto a invariancia por
transformacao de paridade nao é preservada). Esse fato faz com que o vacuo se comporte
como um meio birrefringente, uma vez que a luz com essa propriedade tem seu plano de pola-
rizacao rotacionado ao longo da propagacao. Essa propriedade foi comparada com resultados
experimentais, impondo grandes restri¢des sobre a magnitude do vetor v* [96].

Outro resultado importante é que a natureza do vetor de fundo altera drasticamente o
espectro de particulas e as propriedades de unitariedade e causalidade do modelo. Conforme
as Referéncias [97, 50], um vetor tipo-espago da forma v* = (0, %) possui um propagador
consistente com as condicoes de unitariedade e causalidade. Ja para o vetor tipo-tempo
da forma v* = <v0,6> a andlise das excitagbes propagantes evidencia que nao é possivel
impor simultaneamente as condicdes para auséncia de taquions e fantasmas. E um dos nossos
objetivos, para as secOes subsequentes, avaliar as condigoes de unitariedade sobre o vetor v*
para modelos de gravitacdao com violagdao da simetria de Lorentz.

3.2 Gravitagcao com Violacao da Simetria de Lorentz através
de um Vetor de Fundo

O quadrivetor constante, v*, que resulta numa anisotropia do espago-tempo e consequen-
temente na violacdo da simetria de Lorentz também pode ter um papel relevante no setor
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gravitacional. Jackiw e Pi propuseram acoplar o vetor v# com um termo tipo Chern-Simons
quadridimensional [94]. Dado o efeito notavel do termo de Chern-Simons em 3D, que leva
a uma descricdo invariante de calibre de gravitons massivos, essa proposta tem como obje-
tivo investigar esse mecanismo de geracdo de massa num espago-tempo quadridimensional. O
termo de Chern-Simons em 4D, também pode surgir como efeito da gravitacdo quantica: (i)
devido a anomalia Adler-Bell-Jackiw (ABJ) no acoplamento de férmions na gravitacao, (ii)
como contra-termo para o cancelamento da anomalia de Green-Schwarz em teoria de cordas
heterdtica e (iii) na gravitagao quantica em lagos devido a efeitos de violagao de paridade (P) e
carga-paridade (CP) [98]. Uma visdo geral sobre a gravitacdo de Chern-Simons com quebra de
simetria de Lorentz é dada em [98]. Para uma discussao mais aprofundada de alguns aspectos
particulares desse modelo remetemos as Referéncias |99, 100, 101, 102, 103, 104, 105, 106, 107].

Além disso, juntamente com os termos de Einstein-Hilbert e Chern-Simons, podemos
contemplar os efeitos da inclusdo de termos de (curvatura)? e do termo de Ricci-Cotton,
construido como uma imersdo em 4D do termo homonimo em 3D com o vetor v#. Assim,
consideremos o modelo Lagrangiano,

L=+/=g(aR+ BRuwR" +~vR*) + nLcs + A\re, (3.2)
onde «, B, 7, i e A 830 pardmetros arbitrarios. O termo de Chern-Simons é dado por:
1 Qv po K A 2 A N
Lcos = —56 v, Loy (| 0p15, + gl“pnl“m (3.3)

e o termo de Ricci-Cotton 1é-se:

Lrc = \/—g&"“’p"ngMV,,Rp’\, (3.4)

em que o tensor de Riemann, a conexao de Christoffel, o tensor de Ricci, o escalar de curvatura
e derivada covariante associada com a métrica g, sao dados, respectivamente por: R',,, =
1
8prlrja + FZAFZA/U - (p « U)a Flljp = égu(r (augap + 8/)901/ - aaQVp)a R = Ruuuoa R=¢""R,; e
V.
o

Algumas observacoes sobre o modelo Lagrangiano (3.2) devem ser levadas em consi-
deragdo. Os termos de (curvatura)? contribuem com derivadas superiores as equacdes de
movimento. Ainda que esses termos melhorem as divergéncias ultravioleta da teoria, estes
podem trazer particulas fantasmas, que podem prejudicar a propriedade de unitariedade da
maftriz S e uma interpretacdo apropriada das probabilidades nos processos de espalhamento
[31, 32, 33]. O espectro de particulas ¢ modificado com o surgimento de modos massivos
de spin-2 e spin-0. E interessante verificar essas consequéncias sob influéncia dos termos de
violacao de Lorentz.

Baseado no argumento de isotropia espacial, os autores de [94] restringiram a discussao
para quadrivetores da forma v* = <v0, 6) Com essa escolha, as reparametrizacoes espaciais
das coordenadas espaciais e as transformacbes de reparametrizacdo temporal permanecem
sendo uma simetria da agao modificada pelo termo de Chern-Simons. Nesse caso, as equacoes
de campo da gravitacdo de Einstein-Hilbert modificada pelo termo de Chern-Simons possui
um solu¢do de Schwarzchild [94, 95, 98]. Isso faz com que esse modelo passe pelos testes
classicos da relatividade geral.

Apesar do caso particular v* = (v0,6> ter sido amplamente usado na literatura, nao
existe nada canodnico nessa escolha de coordenada de imersdo em detrimento de outras pos-
sibilidades que podem ser investigadas. Alids, motivados por recentes trabalhos que indicam
uma possivel anisotropia espacial em escalas cosmologicas [108, 109], buscaremos seguir a
discussao sem nos restringirmos a valores particulares de v*.
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Outro aspecto importante que deve ser ressaltado é que a a¢ao de Chern-Simons pode
ser entendida como proveniente da acao

Scs = % / d*z0*RR (3.5)
em que ¥ atua como um campo escalar acoplado & densidade de Pontryagin *RR, definida por

“RR = *RM P R¥ (3.6)

upo

e o dual do tensor de Riemann é dado por:
*RI po 1 pm@ARu 3.7
14 - 56 VR ( - )
Porém, o termo de Pontryagin (3.6) pode ser escrito como uma divergéncia
w_ L
oK = 3 RR (3.8)

da corrente topologica de Chern-Simons

L vV K 2
KH = PO <a,,r?m + 3r§nrgn> (3.9)
Integrando por partes a acao Scg, obtemos
_H p_ M 4 1
Scs == VK dat — = | dx (0,9) K, (3.10)
2 Jom 2

em que o primeiro termo é usualmente descartado, ja que este é avaliado na fronteira da
variedade quadridimensional do espaco-tempo. O segundo termo depende da derivada da
quantidade 9. A densidade Lagrangiana da agao (3.10) coincide com a Lagrangiana (3.3)
mediante a identificacdo v# = 9" = const. Formalmente, se ¥ = const a ag¢do de Chern-
Simons (3.10) se anula identicamente.

Os termos de Chern-Simons e Ricci-Cotton trazem derivadas de ordem terceira e quinta,
respectivamente, as equagoes de movimento. Isso pode modificar significativamente a evolugao
das solugoes nao-lineares da teoria. No limite linearizado da teoria o termo de Ricci-Cotton se
parece como um termo de Chern-Simons com derivadas superiores, conforme mostraremos na
Secao 3.4. Algumas propriedades do andlogo ao termo de Ricci-Cotton no eletromagnetismo
em 3D sdo discutidas em [84], onde se argumenta que o termo com derivadas superiores nao
preserva as propriedades topologicas do termo de Chern-Simons. Em principio, poderia-se
escolher vetores de fundo distintos para os vetores de Chern-Simons e Ricci-Cotton. Assumi-
remos, no entanto, um ponto de vista simplificador de que a quebra de simetria de Lorentz
surge da presenca de apenas um vetor de fundo v*. Uma resposta mais conclusiva para essa
situagao s6 pode ser estabelecida numa abordagem mais fundamental onde o mecanismo de
quebra espontanea de simetria é definido explicitamente.

Para valores nao triviais de v*, o modelo nao-linearizado (3.2) nao é invariante sob
transformacoes ativas de difeomorfismos. Porém, os autores de [94] mostram que a simetria
por difeomorfismos pode ser recuperada dinamicamente por meio das equagoes de movimento.
A argumentacdo realizada é como segue: qualquer contribui¢do para a agdo gravitacional da
forma

Sx = /d4a:19X, (3.11)
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em que X é uma densidade escalar por difeomorfismos e

0Sx = /d4x\/—gX‘“’59W (3.12)

traz um adicdo do termo X*” & equacao de Einstein. A consisténcia das equagoes de campo
exige que

VX" =0. (3.13)
Dada uma transformacao infinitesimal de coordenadas
ozt =& (), (3.14)
uma densidade escalar X se transforma como
0X =0,(¢"'X) (3.15)

e ¥ sendo um pardmetro externo, nao se transforma. Portanto,
6Sx = / d*z90, (" X) = — / d*rv, &' X. (3.16)

Alternativamente, podemos avaliar §Sx (equagao (3.12)) variando g, de acordo com

5g,uu = V,ﬁu + Vl/f,uy (317)

e consequentemente
§Sx = 2/d4m\/—gX“”Vu§l, = —2/d4x\/( LX) E, (3.18)

Comparando as expressoes (3.16) e (3.18) concluimos que
D X" = —'X, (3.19)

ja que £* é arbitréario. Dessa forma, para vetores v* # 0 a condigdo de consisténcia implica

que X = 0, que é equivalente & equacao de campo advinda da variacao de Sx com relagio a
9.

Esse fato implica numa simetria de calibre da agao linearizada, isto é, o modelo é inva-
riante sob as transformacoes de campo da flutuacao da métrica,

h;w = hyy + &0 + 0,8y, (3.20)

dado que o campo h,,, satisfaca as equagoes de movimento.

Uma discussdo importante sdo as propriedades dos modelos (3.1) e (3.2) sob as trans-
formagoes discretas de conjugagao de carga (C), inversao de paridade (P), inversdo temporal
(T) e as possiveis combinagdes dessas simetrias discretas (CP, CT, PT, CPT). As operagoes
de transformacio P, T e PT sobre um quadrivetor podem ser representadas, respectivamente,
por

+1

(3.21a)
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T/ = . : (3.21b)
+1
-1
y ~1
(PT), = _q : (3.21c)
~1

Tendo em vista a propriedade de transformacoes do vetor de fundo v* (apresentado na Tabela
3.1), modelos com um vetor de violacao de Lorentz necessariamente viola PT. De fato, uma
Lagrangiana com violacao da simetria de Lorentz da forma

Lysr = 6uypgquVpav (322)
onde B, ,; ¢ um tensor, se transforma como
Ly, = " v, N SN Bag,. (3.23)

Uma transformacgdo de A = PT sempre traz um sinal negativo, pois temos 3 operagoes
A = —0,”. As transformagoes de conjugagao carga C dos modelos eletromagnéticos e gravi-
tacionais (CTA*C = —A*, CTg,,C = +g,,,) implicam que esses modelos preservam C, e conse-
quentemente violam CPT. A violacdo de P ou de T individualmente, depende da forma espe-
cifica do vetor de fundo v*. Por exemplo, v* = (1,0,0,0) = Lygr, = eOijkTijk (i,5,k=1,2,3)
é invariante por transformacéo de T = 5ij, mas nao de P = —5ij. O caso v* = (0,0,0,1) =
Lyvsr = 63’9/3&Tg[;;, (0, p,0 = 0,1,2) é invariante por transformacao de P = 77,11;7 mas nao de
T = —17!{’.

Alguma evidéncia experimental da violagao de paridade no setor gravitacional pode ser
obtida estudando perturbages em torno de uma solugdo de fundo. Conforme veremos na
Secao 3.5.1, a gravitacao modificada pelo termo de Chern-Simons apresenta propriedades de
propagacgao de ondas gravitacionais no vacuo fundamentalmente diferente da gravitacdo de
Einstein-Hilbert. Os modos de helicidade do graviton se propagam com relacoes de dispersao
distintas entre si, resultando num efeito de birrefringéncia do vicuo. Para analisar os modos
de excitacao do modelo (3.2), construiremos uma base ortonormal de operadores em graus de
liberdade adequado a modelos de violacdo de Lorentz.

3.3 Construcao de uma Base Ortonormal de Operadores

Por meio de uma inspegao do modelo Lagrangiano (3.2), percebe-se que além da meétrica
de Minkowski e derivadas, existem termos com a presenga do tensor de Levi-Civita €,,s
e o vetor de fundo v*, que ndo podem ser expressa em termo dos operadores de Barnes-
Rivers (3.24a)-(3.24d) [42]. Tal situacdo é analoga ao caso discutido no Capitulo 2, em que
ha uma necessidade de uma extensao do conjunto de operadores de spin para acomodarem
adequadamente o tensor de Levi-Civita em 3D. Essa extensdo também se faz necessaria para
modelos 4D com violagao da simetria de Lorentz pela presenca de um vetor de fundo.

Os operadores de Barnes-Rivers formam uma base ortonormal de operadores para mo-
delos 4D invariantes por transformacgoes de Lorentz e CPT, para campos simétricos de rank
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1 1

P (2),“/”00 = 5 (H;Lpel/a + e,uoeup) - geuyepo; (324&)
1

P (1)MV7PU = 5 (eﬂpwlld + H,uawz/p + eupwua + el/o'wlu,p) 7 (324:b)

1 1
Py (O)HMPU = gewew; Pis (O)MMPU = %Hw,wm; (3.24¢)
1
P21 (O)My,pg = %WMVQ/)U; P22 (O)ul/,po = WuvWoo - (324d)

Porém, quando acrescentam-se termos que violam essas simetrias deve-se estender esse con-
junto para acomodar novos operadores que aparecem na Lagrangiana linearizada. J& que
almejamos efetuar a andlise com um vetor de fundo v* arbitrario, vamos definir uma base
de operadores ortonormais que separem os campos de acordo com os seus graus de liberdade
individuais. Isso é mais conveniente devido ao fato que diferentes escolhas de vetor de fundo
podem levar a um espectro de particulas distinto, haja visto que o grupo de simetria residual
da quebra da simetria de Lorentz depende explicitamente da forma do vetor de fundo.

Como ponto de partida para estabelecer uma base de operadores nos graus de liber-
dade adequados, devemos decompor os operadores de Barnes-Rivers de maneira a acomodar
operadores que violam a simetria de Lorentz tais como

1
S,uu,pa = 5 (e,upsya + e,uaSup + QypS;w + QVGS,up) ) (325)

em que S, = €,,,00”07, que aparecem nos termos de Chern-Simons e Ricci-Cotton na versao
linearizada da teoria.

A primeira dica para realizar essa tarefa é notar que o operador Sy, ,; “vive” inteiramente
no setor de spin-2. Isso pode ser visto pelo fato que S, ,» ¢ aniquilado pelos operadores de
spin-1 e spin-0, mas permanece inalterado pelos operadores de spin-2, como evidenciado pelas
seguintes relacoes:

P (Q)yu,po- Spaﬁ)\ = S,ul/,n)\v (326&)
P (1>,ul/,p0' Spaﬁ)\ = 07 (326b)
Pmn (O)Mu,pa Spd,m)\ = 07 m,n = 17 2. (3.26C)

Feitas essas ressalvas, podemos prosseguir na tarefa da obtencdo de uma base de operadores
nos graus de liberdade para modelos de gravitagdo. Para isso, devemos definir os blocos
construtores desses operadores.

3.3.1 Blocos Construtores dos Operadores

Num contexto de violagdo de simetria de Lorentz existe a necessidade da redefini¢ao dos blocos
construtores para os operadores nos graus de liberdade. Sabidamente, os blocos construtores
podem ser construidos a partir do quadrimomento relativistico k* e de trés outros vetores
normalizados tipo-espaco e, i = 1,2,3. Motivados pela necessidade da inclusdo do vetor
de quebra de simetria de Lorentz v* podemos escolher, sem perda de generalidade, e§ =

,/:—g {v” - (l;g—f)k:“} (k2 = (v-k)* — v2k?) de modo a decompor v* num termo proporcional

ao momento k* e seu complemento ortogonal,

-k (k2
ot = (Uk2 )k“ + k—*ef{, (3.27)
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Suponhamos, por ora, que o quadrimomento k* seja tipo-tempo. Com cuidados devidos, toda
discussao pode ser adaptada também para o caso em que o quadrimomento k¥ é tipo-luz.
Essa situagao estard presente na anélise dos polos ndo-massivos realizada na Se¢ao 3.5.1.

Também escolhemos e} e e tais que sejam ortogonais entre si e ortogonais a k" e a €.
E necessario, também, que k2 # 0, ja que k2 = 0 implica que v* || k* e portanto os termos de
Chern-Simons (3.3) e Ricci-Cotton (3.4) se anulam identicamente.

De posse dos quadrivetores k*, e, i = 1,2,3 pode-se definir os seguintes operadores de
projecao:
kHEY
wh = 2 (3.28a)
P = —elef, (3.28Db)
oM = —ebel, (3.28¢)
1
T = —eliek = — — | K2t — (v k) (BM0Y + oPRY) + (v k)2 wh | (3.28d)

kx

Deve-se notar que o operador transverso, 07, pode ser relacionado com esses operadores por

O = — W = P gHY T, (3.29)

O operador de Chern-Simons que viola a simetria de Lorentz, S* = iet"??v,k,, pode
ser escrito em termos dos blocos construtores. Utilizando-se as relagoes (3.27), (3.29) e
A ky
€Por elpeggegmﬁ = 1 pode-se mostrar que

SH = i\/k2 (elely — ebel). (3.30)

Com a base de operadores nos graus de liberdade (3.28a)-(3.28d) pode-se obter o pro-
pagador e analisar a consisténcia espectral da teoria de Maxwell-Chern-Simons-Proca com
violacdo da simetria de Lorentz (3.1). Esse problema foi considerado em [50, 97| utilizando
abordagens distintas. Em vez disso, vamos para dguas mais profundas em enfrentar a cons-
trucao do operadores andlogos para modelos de gravitacao.

3.3.2 Operadores nos Graus de Liberdade para Modelos de Gravitagao

Os operadores do setor de spin-2 resultam da decomposigao do operador P (2) o (3.24a).
Uma maneira eficiente de decompor esse operador de projecdo de spin em seus autovetores
normalizados ¢,

P(2) .0 =D Ui, (3.31)

(para valores arbitrarios de spin, essa decomposigao deve incluir um fator oriundo da paridade
P do setor de spin: P (J) = (—=1)"' 3 4™p™), onde

P(2),," Ypo = Y- (3.32)

De posse dos autovetores {¢™}, podemos definir um conjunto de operadores de projegéo
(m = n) e mapeamento (m # n) nos graus de liberdade:

P =", (3.33)
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Uma observacao importante é que por meio de uma transformagido de rotagdo pode-se
definir conjunto de operadores nos graus de liberdade equivalente [45]. De fato, uma rotagao
no conjunto dos autovetores,

P = Unnt™, (3.34)
n
com U,y ortogonais (UU” = 1), redefine um conjunto de projetores rotacionados
Pmn = Q;mz/;n = Umm’¢m,Unn’¢n/ = U Py Ugjm (3'35)

Mas, como esperado, os projetores de spin permanecem inalterados por tal rotacdo. De fato,
utilizando a decomposicao (3.31) com o conjunto de autovetores rotacionados temos que

P="9mm = 3" UpnUnpwt)™y" =Y ™™ = P. (3.36)

m,n,n’

Por meio da identidade (3.29) obtemos que

1
Pups(2) = 3 [(PupOve + PucOuvp + Ouppro + Ouapup) + (0 < 7) + (p < 7)] (3.37)
2 1
+ g (p/wpup + Opocovp + TuaTup) - g [(p,uuapa + O-Myppg) + (0' — 7') + (p > 7')] .
Definindo yp3eflef = ol
P (Q)W,’pa 1/12}7 =aly (P2 + PQl)W, + ol (P + P31)w, + ags (Pas + P32)uv (3.38)
+ a1 puv + 530, + 35T
onde
. 1
afy = 3 (201] — o — o), (3.39a)
1
ayy = 5 (—afi + 203 — az), (3.39D)
1
ags = 3 (—afi — aly + 2a33). (3.39¢)

A fim de obtermos um conjunto de autovetores {1/12},} que satisfaca a condicdo (3.32),
devemos encontrar um conjunto de coeficientes

-=m __ m m m ~m ~m ~m
o = (041270413’042&0‘117022)0433)- (3.40)
satisfazendo
am - a" = dmn, (3.41)

e sob a condicao de que afj + agy + agz = 0.

Uma escolha possivel e conveniente dos coeficientes @ associados a decomposicao do
operador P (2), que posteriormente levara a uma interpretagao adequada dos modos propa-

gantes €
1
VY = 75070707070 ; Oa
i {<\/§ ) (

<07070717_170>;<O707071717_2)}' (343)
V2' V2 6 V6 V6

1
,0,0,0,0) ; (0,0, ,0,0,0) ; (3.42)
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Assim, o conjunto de autovetores {’QZJZ:,} fica escrito,

Y = \}5 (e1pean + €2u€10) (3.44a)
;2”/ = \2 (e1ue3u + €e3ue1y), (3.44b)
21/ = \2 (e2pe30 + €3,€20) (3.44c¢)

e, = x;Z(pHV——a“y), (3.44d)
= Vza(puu + O — 27y) - (3.44e)

Com os autovetores (3.44a)-(3.44e), podemos construir os operadores de projecao nos
graus de liberdade através da relacao (3.33):

Pi1(2)p0 = Yun¥po = % (PupOvo + PuoOup + TpupPuo + Tpapup) s (3.45a)
P22 (2) 0 = wivwga = % (PupTvo + PuoTvp + TupPvo + TuoPup) » (3.45Db)
Ps3(2) 4 p0 = Vi = % (TupOvo + TuoOup + OupTue + OpoTup) (3.45¢)
Hmmwziﬁz;m%+%%%émmﬁmwm (3.45d)
P55 (2) 4 p0 = wizﬂbgg = % [PuvPoo + OO + 4T Tpo + Puv oo + OpuPpo (3.45¢)

=2(PuvTpo + TuvPpo) = 2 (0w Tpo + Tuw0po)] -

Analogamente, os operadores de mapeamento sdo dados por Py, (Q)ulapo =Y b, (m #n).
Por exemplo,

1
Py (Q)W,pa = @Z)}deﬁo =3 (e1pe2v + €2,e10) (Ppo — Opo) - (3.46)

Os operadores de mapeamento podem ser expressos em termos dos objetos €, v, p e o
de modo a facilitar a expansao do operador de onda em termos dos operadores nos graus de
liberdade (3.52). Por exemplo, P14 (2) pode ser escrito como
vrky
k2

*

1
Py (2)MV7PU = *EHATU (p,upgu)\pon + ProOurPpr — OvoPurlpr — O—,uppwfaa)\) (3-47)

2

Caso necessario, os outros operadores de mapeamento também podem ser expressos dessa
forma.

O modelo de nosso interesse (3.2), é invariante pelas transformacoes de calibre (3.20).
Por esse motivo, o setor de spin-1 se mostrard ausente na anéalise dos modos propagantes.
Apesar disso, o setor de spin-1 pode ser relevante para modelos gravitacionais sem essa sime-
tria de calibre ou com a presenca de outros campos propagantes. Portanto, por questao de
completude, listamos os projetores de graus de liberdade para o setor de spin-1:

1
P (l)lw’pg =3 (Pupwro + PrpWus + PuoWup + ProWpp) (3.48a)
1
Py (1)W,pa =3 (Cppwro + TvpWue + OueWyp + TuoWyp) , (3.48b)
P33 (1)111/7[)0 == 5 (Tupwllo' + TVPW,UO' + Tungp + Tygwup) . (3.48C)

Estes podem ser obtidos através da decomposigao do projetor (3.24b) utilizando a mesma
linha de argumentagdo apresentada nessa subsegao.
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3.4 Obtencao dos Propagadores

Por meio da aproximagdo de campo fraco em torno de uma métrica de Minkowski, g,, =
Nuv + huw, podemos escrever a parte quadratica da Lagrangiana (3.2), a menos de derivadas
totais, como

1 1
(L), = % <_2wmhw + ShOh — hod,hH + Wauaphpy)
ﬁ v v 17 v loa
+5 (R Phyy + hO?h — 2000,0, W — 2h*10,0,h,” + 20" 0,,0,0,05h"° )

+ 7 (hO*h — 2h30,0,h"™ + k" 9,,0,0,0,h"7) (3.49)
+ L7, 0, (9050, = Dy )

>\ vpo K
+ 770 T, (0x0nk*, = Dhy )

Em seguida escrevemos a Lagrangiana quadratica (3.49) na forma

1
(£)y = 31" Opurph (3.50)

onde o operador de onda O, ,» no espaco de momenta é dado por:

(3.51)

1
OH%PU = 5 (a + ﬂk?) kP (2)uy,pa + [(65 + 27) K — a] kQPll (O)NV,pU

1
+ Z (ﬂkQ + )\k4) S,uzz,paa

em que S, 0 ¢ dado pela Equacao (3.25)

A base dos operadores em graus de liberdade permite expandir o operador de onda como

OPWuPO' = Z a (‘])mn Pmn (J>uu,pa' . (352)

Jmn

Vamos esclarecer a notacao. Os coeficientes da expansao do operador de onda sao dados por
a(J),,,. Os operadores diagonais Py, (J) sdo projetores para cada grau de liberdade m no
setor de spin J relacionado ao campo hy,, enquanto P, (J) com m # n sao operadores de
mapeamento entre os projetores Py, (J) € Py, (J). A nomenclatura dos operadores como
projetores e mapeadores sdo oriundos das relagoes de ortonormalidades que esses operadores
satisfazem:

> Pow (1) 41, p0 Prn ()7 x = O 6™ P (1) 1y e, (3.53)
po
A propriedade de decomposicao da unidade pode ser expressa como:

Z Pmm (J)/u/,pcr = 6,UV,/JO" (354)
Jm

Os coeficientes a (J),,,,, podem ser organizados como matrizes que representam a estru-
tura do operador de onda relacionado a um spin particular, J. Quando essas matrizes nao
sao singulares, o propagador saturado é dado por:

T=i > apm (J)S™ Prn (J) 50 S” (3.55)

Jmmn
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onde S sao fontes fisicas que satisfazem vinculos de conservagao.

Acontece que a Lagrangiana (3.2) na sua forma linearizada pode ser invariante sob trans-
formacoes locais dos campos (3.20). Como consequéncia da simetria de calibre, as matrizes de
coeficientes se tornam degeneradas. Conforme a discussao da Secao 2.2, a receita correta para
obter o propagador invariante por transformacdes de calibre é efetuar a inversa de qualquer
submatriz nao degenerada com dimensao igual ao posto de a (J)
A(J),,,, € saturd-la com fontes fisicas.

mns D@ qual denotamos por

mn?
Para o modelo (3.2), os coeficientes a (J),,,, formam matrizes 2 x 2, 3 x 3 e 5 x 5 para o0s

setores de spin-0, -1 e -2, respectivamente, correspondendo aos 10 graus de liberdade contidos
num tensor simeétrico de rank 2,

4 12
a(0) = 203847kt —ak® 0 , (3.56)
0 0
000
a(l)y=( 00 0 (3.57)
0 00
o+ Bk? 0 0 —iy/kZ (n+ Ak?) 0
2 0 o+ Bk —z\/f (1 + Ak?) 0 0
a(2) =5 0 NF(M+A1¢2) a+ pk? 0 0 :
i/k2 (14 Ak?) 0 0 o+ pk? 0
0 0 0 0 a+ pk?
(3.58)

em que k2 = (v- k)% — v2k2.

A matriz de spin-0 é degenerada, enquanto a matriz de spin-1 se anula identicamente,
manifestando a simetria de calibre do modelo. Para o setor de spin-2, temos uma estrutura
tipo bloco-diagonal com as linhas e colunas 1-4, 2-3 e 5. Isso permite a inversao de cada bloco
independentemente. As inversas das matrizes de coeficientes, necessarias para a obtencao dos
propagadores, com a degenerescéncia devidamente extraida no setor de spin-0, sdo dadas por:

1
R2BE+1)k —a)

A(0) = (3.59)

12 o+ Bk? i k2 (1 + Mk?) )
“Che = 3 < —i/k2 (n+2k?) ot B ’ (300
T Awk i (i)t B2
. 2
CL5 (2) = (a +,Bk2) kz? (362)

onde A1y = (a + 51{:2)2 — k2 (u + /\k2)2, Aoz = (a + Bk:Q)2 — % (,u + )\k‘Q)Q. Uma maneira
alternativa para se obter o propagador é descrita no Apéndice B. Esse método suplementar
é, de certa forma, algebricamente mais simples, de modo que pode ser utilizado para fins
conferéncia com os calculos realizados aqui; infelizmente, este fornece um menor compreensao
sobre as propriedades fisicas dos modos propagantes.
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A primeira vista, percebe-se que o setor de spin-0 nio é afetado pelos termos de violagio
da simetria de Lorentz. Uma explicacao vem do fato que o operador S, y» reside inteiramente
no setor de spin-2 como assinalado pelas equacoes (3.26a)-(3.26c¢).

Por outro lado, no setor de spin-2 aparecem excitagoes independentes devido a violacao
da simetria de Lorentz. Em teorias de campos relativisticas, o spin das particulas é definido
como representacoes unitarias do grupo de isotropia (little group) definido por um momento
representativo da classe na qual a particula pertence. Um vetor de fundo que quebra a
isotropia do espaco-tempo, e portanto, modifica a estrutura de spin da teoria. Isso fica
explicito no setor de spin-2, em que alguns graus de liberdade se propagam independentemente.

Um fenémeno anélogo ocorre em teoria de gravitacao em (1+2)D com termos de violagdo
de paridade. J& que o spin é representado por um operador pseudo-escalar em (1+2)D,
deve-se haver um dublete de spins com o mesmo valor da massa absoluta, |m|, para que
sejam formadas as representacoes irredutiveis do grupo de Lorentz estendido por inversao
temporal e transformagdo de paridade. J& na teoria com violagdo de paridade, tal como a
gravitacao de Chern-Simons apresentada no Capitulo 2, essa estrutura de dubletes é perdida
e cada componente de spin adquire uma massa distinta, na qual interpretamos como graus
de liberdade que se propagam independentemente. Para uma discussao mais aprofundada,
remetemos as Referéncias [47, 41].

Uma conexao clara entre a teoria com violagdo da simetria de Lorentz e a teoria tridi-
mensional com violacdo da paridade é estabelecida quando considera-se um vetor de fundo
com componente espaciais v# = (0, 7). Nesse caso, existe a quebra de simetria

SO (1,3) = SO (1,2); (3.63)

portanto, as particulas massivas nao devem ser definidas como a imersao SU (2) < SO (1, 3),
mas como U (1) — SO (1,2). Além disso, se a simetria do modelo considerado for estendida
através da conservacao de paridade, as particulas podem ser definidas por dubletes de spins
(+s,—s), ja que por transformagao de paridade, o spin +s é mapeado no spin —s. Esse é o
motivo pelo qual a matriz penta-dimensional (3.58) é dividida na soma direta de represen-
tagoes fundamentais de U (1) e sua representagao complexo conjugada (ou equivalentemente
representacoes de SO (2)).

Os trés blocos que aparecem no setor de spin-2 podem ser vistos como provenientes de
uma reducdo dimensional. Se designarmos o operador 7 com papel de helicidade 0, a decom-
posigao do operador de spin-2 (conforme as equagdes (3.45a)-(3.45¢)) podem ser compara-
dos com os operadores tridimensionais definidos no artigo |46] . Por exemplo, os projetores
Py (2) e Py (2) sdo, respectivamente, P (277) e P (277) na Referéncia [46]. Nesse caso, o
spin-2 é divido em trés setores de spin tridimensionais: o spin-2 corresponde ao bloco 1-4
(P(2) = P11(2) + Py (2)), o spin-1 corresponde ao bloco 2-3 (P (1) = Py (2) + P33(2)) e o
spin-0, corresponde ao setor 5 (P (0) = Ps5 (2)).

3.5 Analise do Espectro de Particulas

Nessa secdo, analisamos a consisténcia do espectro de particulas do modelo (3.2). Como
resultado desse estudo, poderemos impor condicoes sobre os parametros da Lagrangiana (3.2)
de forma a inibir a propagacao dos modos néo-fisicos, isto é, taquions e fantasmas.

Numa teoria quantica de campos com invariancia relativistica, é conhecido que a condicao
para auséncia de taquions ¢ m? > 0, onde k? = m? ¢ um polo do respectivo propagador. A
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condicdo para auséncia de modos fantasmas é dada por
SmRes(II|2—,,2) > 0. (3.64)

Com o formalismo dos operadores de projeciao, podemos nos aproveitar da decomposicao geral
dos operadores de projecao de graus de liberdade,

Pon (J) = (=1)7 ™", (3.65)

onde P esté relacionado com a paridade do operador de spin, para reescrever o propagador
(3.55) como

n = i(-0)" Y spA(Lmd),, Sa (k2 —md) ", (3.66)
Jmn,N

em que Sy, = PSP e A (J, m%\,)
polo extraido.

o 530 as inversas das submatrizes nao degeneradas com o

Percebe-se pela equagao (3.66) que a condicao de positividade (3.64), para fontes arbitra-
rias, é garantida se os autovalores da matriz A (J, mz)mn forem positivos. Ademais, pode-se
mostrar que essas matrizes, para polos massivos, tem apenas um autovalor nao-nulo no polo,
que coincide com o trago de A (J, m2)mn. Portanto, a condicdo para auséncia de fantasmas
para cada spin fica simplificada para:

(=1)PtrA(J, m?) |2z > 0. (3.67)

Por outro lado, numa teoria com violagdo da simetria de Lorentz, essas condi¢bes dever
ser revisitadas, ja que, por exemplo, a relacio de dispersao é modificada e pode ser mais geral
do que simplesmente k*> = m?. Nesse caso, seria interessante reavaliar a caracterizacio das
excitacoes taquionicas e fantasmas para uma teoria nfo for invariante por transformacoes de
Lorentz. Devido a algumas peculiaridades que aparecem para diferentes escolhas de vetor
de fundo, vamos adiar a discussdo da caracterizacdo de taquions e fantasmas para cada caso
particular.

O setor de spin-0 ndo é afetado pelos termos de violacao de simetria de Lorentz. Entéo, a
metodologia usual para a analise da unitariedade permanece valida. O polo de spin-0 massivo

permanece como m? = —=%_— e as condicdes para a auséncia de taquions e fantasmas sdo

65-+2v
dadas por:
Spin0: a>0; 36+~ >0. (3.68)

E interessante notar que o bloco 5 do setor de spin-2 fornece um gréaviton massivo com
contribuigao do termo R, RF. Porém, o polo massivo m? = —% leva a condigoes de auséncia
de taquions e fantasmas

Spin 2, Bloco5: a<0; 8> 0, (3.69)

que sdo contraditorias com a positividade da constante de gravitagdo de Newton (a > 0).
Sendo inconsistente com as condicoes de unitariedade, requereremos daqui em diante que
B =0, isto &, a auséncia do termo Ricci ao quadrado, R, R*”. Antes de continuar a andlise
geral para assegurar a auséncia de tiquions e fantasmas na teoria com o termo de Chern-
Simons e Ricci-Cotton, é instrutivo estudar um caso especial, em que o termo de Ricci-Cotton
nao é considerado (A = 0). Nessa situacao, a submatriz correspondente ao bloco 1-4 é dada

por

o 2 a i/ k2 >

(I(2) -4 — M2k2 (CL; B k;2> < _Z/L\/E a . (370)
n *
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O contetido de particulas do modelo é estabelecido pelos polos do propagador. Para o
bloco 1-4 da matriz de spin-2, os polos sdo dados pelas raizes da relacao de dispersao

o’

- ((U k)2 — qﬂk;?) — 0. (3.71)

A solucdo dessa equagdo para os modos propagantes é

A 2
ko= 1= |vocos = | —— — v2sin? 0| | (3.72)

7] w2k

onde 6 é o angulo entre ¥ e k. Deve-se notar que 86 ocorre a presenca de polos massivos se
|U] # 0 . A esse ponto, convém abrir a discussdo para a interpretagdo dos modos de energia
negativa, a fim de garantir que nao haja a propagacao de taquions.

Em teorias de campos relativisticas, as relacoes de dispersao sao da forma ky = £E(k),

-,

com E(k) =V k2 +m2. As solucoes de energia negativa sao incorporadas de maneira natural
na teoria com a defini¢do do propagador causal de Feynman que leva em conta a contribuicgao
de um modo de energia negativa como sendo a aniquilagdo de um modo de energia positiva.
Além disso, a invariancia por transformacgoes de CPT do modelo sugere a interpretagido dos
modos de energia negativa que se propagam para o passado como sendo um modo de energia
positiva se propagando para o futuro.

Porém, no problema aqui em questao, a invaridncia por transformagoes de CPT é perdida
e as relagoes de dispersdo podem ser mais gerais da forma kg = E4 com |FE4| # |E_| (por
exemplo, (3.72)). As diferentes massas para a particula e antiparticula gera uma situacao
problematica para garantir a propriedade de localidade na teoria quéntica, conforme discutido
em [91].

Analisando a relacdo (3.72), percebemos que no caso vy # 0, temos massas diferentes
para a particula e antiparticula e, nesse caso, a positividade da energia ndo pode ser garantida
para dire¢Oes arbitrarias de propagacao, pelo fato da explicita dependéncia em cos 6. Devemos,
portanto, concluir que é incompativel assumir que vy # 0 e |[t] # 0 simultaneamente, para
garantir a consisténcia quantica da teoria.

No caso particular em que vy = 0 e |] # 0, os polos sdo dados por:

1 [a? S
ko = +—/—5 + 0?k?*sin” 0. (3.73)
0] p

A relag@o de dispersdo é do tipo kg = +£F e, potencialmente, a interpretacdo dos modos
de energia negativos podem ser consistentemente associados como antiparticulas, nesse caso.
Apesar da auséncia de invariancia por transformacoes de CPT, no caso de um vetor de fundo
com componentes espaciais a quebra de simetria de Lorentz preserva uma simetria SO (1,2)
residual, conforme discutido na Sec¢ao 3.4. De fato, existe uma estreita ligacao entre os modos
massivos de spin-2 e o graviton massivo que aparece na gravitagao topoldgica massiva em
3D. Isso forca uma interpretacdo dos modos de energia negativo, que sdo consistentemente
discutidos na gravitacao planar. Sabemos que no modelo em 4D, permanece uma simetria por
transformacoes de CPT, onde C e T sdo as usuais conjugacao de carga e inversao temporal,
P é uma transformacao de Lorentz discreta e imprépria que inverte apenas uma componente
espacial no plano ortogonal definido pelo vetor de violagdo de simetria de Lorentz . Péa
transformacao usual de paridade em (1 + 2) D. Portanto, podemos concluir que o modo de
energia negativo pode ser consistentemente interpretado como um modo de energia positivo
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com polarizacdo de spin oposta. O fato desse modo de excitacdo ser nao-taquiénico estid em
concordancia com resultados obtidos anteriormente na literatura [51].

r ncluir a anali T vem rantir itivi residu
Para concluir a analise espectral, devemos garantir a positividade dos residuos dos polos
dos propagadores. Primeiramente, deve-se observar que, fora da camada de massa, a matriz

_i (equacao (3.70)) tem dois autovalores distintos, a saber, C (a —i-u\/kf) e

residual a (2)1.

C (a — ,u@), com C =2 [;ﬂkQ (Z‘—; — k‘f)} 1. Na camada de massa, isto &, em k2 = Z‘—;,
um dos autovalores se anula dependendo do sinal de o/ 1. Fisicamente, interpretamos esse fato
como a propagagao de apenas uma polarizagao de spin: +2 para a/p > 0 ou —2 para a/p < 0.
Esse fato remete a gravitacao topologicamente massiva em 3D em que ocorre a propagacao

de apenas um modo de helicidade £2 dependendo do sinal do termo de Chern-Simons [59].

Conforme discutido, a condicao para a positividade dos autovalores no polo é simplificada
a condigao de positividade do traco da matriz de coeficientes (vide equacdo (3.67)). Nesse
caso,

2a
-1
Res tra (2);_4 g = T EEE (3.74)
em que no polo,
2 a’ 12 cos2 )
k* = 27 — k% cos” 6. (3.75)

2 I .
&, a condicao para auséncia de modos fantasmas,

Para valores de momento pequeno, k? < 27

expresso pela equagao (3.74), impoe:
a < 0. (3.76)

Pode-se questionar se o modelo seria consistente para o > 0 para valores especificos
de kcos?. Noés entendemos que a dependéncia explicita na direcdo de propagacado para a
consisténcia do modelo é uma situacao estranha e tal possibilidade deve ser descartada. De
fato, no caso em que a dindmica das particulas fica restrita ao plano ortogonal a ¥, cosf se
anula e k? se torna positivo definido. Curiosamente, o requerimento de uma constante de
Newton negativa é consistente com a relacao obtida na gravitagao topologicamente massiva,
mostrando mais uma vez a estreita relagao entre essas duas teorias.

No caso mais geral, em que o termo de Ricci-Cotton esté presente (A # 0), os modos
massivos do propagador do bloco 1-4 é dado pelas raizes do polo

Ay = o® =k (u+ 227, (3.77)
A condicdo para auséncia de fantasmas é dada por

2« (k3 — E?)

-1
Res <tra (2)14> k=E2  k2A1y

> 0. (3.78)

Porém, a condicao (3.78) estd condenada a propagar modos fantasmas. A razao é simples:
devido a natureza do termo de Ricci-Cotton trazer derivadas superiores, o denominador (3.77)
possui trés polos massivos Ay = C (k§ — E}) (k§ — E3) (k} — E3), com E? < E < E}
ou dois polos massivo dependendo da escolha de vH, Ay = C’ (k:% - E12) (k:g — E%), com

E? < FE2. Em ambos os casos, se tr a (2)1__1

" « . . ~ —1
g © positivo (negativo), entdo tr a (2);_, -
0 1 0 2

¢ negativo (positivo). Portanto, a positividade do residuo em todos os polos ndao pode ser
assegurada simultaneamente. Tal problema é recorrentes em teorias com derivadas superiores.
E comum o aparecimento de particulas fantasmas quando existe mais de um polo massivo no
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mesmo setor de spin. Tendo em vista essa discussdo somos obrigados a impor que A = 0, isto
é, eliminar o termo de Ricci-Cotton da teoria.

A analise da consisténcia espectral para o bloco 2-3 segue a mesma linha de argumentagio
do bloco 1-4 e os principais resultados permanecem inalterados. Isso encerra a discussao desta
andlise para os polos massivos. Vamos abordar, em seguida, a anéalise para o polo ndo-massivo.

3.5.1 Graviton Nao-Massivo

Os polos nao-massivos devem ser tratados com cuidados adicionais. A primeira vista, aparenta-
se que a base de operadores ¢ mal definida para quadrimomento tipo-luz (k? = 0). Porém,
pode-se mostrar que as fontes fisicas satisfazem vinculos (k,S*” = 0) devido a simetria de
calibre do modelo. Esses vinculos tornam o propagador saturado uma expressao bem-definida
mesmo para momento tipo-luz. De fato, as estruturas que sobrevivem quando os projetores
sao saturados com fontes fisicas para momenta tipo-luz sdo dados por:

1

P11(0) 00 = 3 "plvo + t.qn.cr., (3.79a)
1

Py (2)MV7PU =3 (PupTuvo + PuoOup + CupPvo + Tuopup) + t.q.n.cr., (3.79b)

Py (2) 0 = t-an.cr, (3.79¢)

P33(2),,,, 50 = t-qn.cr, (3.79d)
1 1

Py (Z)W,po =3 (PuvPpo + OuTps) — 3 (PO po + Ouvppo) + t.qn.cr., (3.79¢)
1

P55 (2) 4 po = Gl Tlpo + t.q.n.c.r., (3.791)

onde t.g.n.c.r. é um acrénimo para “termos que ndo contribuem para o residuo”. Da expressao
de 7, em termos de v, e k, (equacdo (3.28d)), pode-se mostrar que 7,,S*” = 0. Por isso
Pss (2) e P33(2) ndo contribuem para o residuo, e apenas p’s, 0’s e n)’s aparecem na expressao
final.

Outra observagao que deve ser feita é que, para para os operadores de mapeamento, a
contribui¢do dos operadores pode ser diagonalizada (Pmn = Uy Py Ug,n) de tal maneira

que os projetores rotacionados contribuam com o correspondente autovalor. Dessa maneira,
os propagadores podem ser escritos como

_ 2 .

SmRes(Il|p2—g) = S ok (2) v po T oo M () po

} S (3.80)

E interessante notar que a contribuicao dos operadores de mapeamento sao responséveis pela
separacao dos dois graus de liberdade usuais do graviton. Isso resulta no fenémeno de birre-
fringéncia do vacuo [94, 98]|. No caso em que o parametro de violacdo da simetria de Lorentz
u se anula, recuperamos o conhecido propagador do graviton em 4D.

A separagdo da dindmica em graus de liberdades independentes para o modo nao-massivo
é analogo ao fené6meno que ocorre com as particulas massivas em 3D, na presenca de termos de
quebra de paridade. Existe, de fato, uma grande semelhanca entre particulas massivas em 3D
e particulas sem massa em 4D, ja que estes compartilham a mesma estrutura de representagao
do grupo de Poincaré. Assim como em 3D, termos de quebra de paridade fornecem diferentes
massas para particulas que propagar-se-iam como dubletes de spin, conforme discutido em [47].
O mesmo papel de quebra de paridade aparece com o propagador do graviton nao-massivo
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(3.80) em 4D, onde os modos de helicidades nao estao mais relacionados por transformagoes
de CPT.

Para analisar a unitariedade, deve-se lembrar que as fontes sdo arbitrarias e que Pjq (2)

e Py (2) sao operadores independentes. A fim de garantir a positividade da expressao (3.80),

devemos impor que os autovalores sejam positivo definidos, independentemente. Isso implica
que

- p) <o (3.81)

A condigao (3.81) significa, em particular, que as restrigoes para garantir que essa teoria
com violacao da simetria de Lorentz esteja de acordo com o requerimento usual da positividade
da constante de Newton em 4D. Porém, tal condicao é conflitante com o requerimento da
equacao (3.76). Isso ndo deveria ser uma surpresa a luz da estreita relacao estabelecida entre
as teorias com violacao da paridade em 3D e a violagdo da simetria de Lorentz em 4D, com
um vetor de quebra com componentes espaciais. De fato, é conhecido que as gravitagoes
topologicamente massivas sdo consistentes apenas se o < 0. No entanto, em 3D o graviton
nao-massivo nao se propaga e, portanto, nao ha conflito de unitariedade. Em uma gravitagao
de Chern-Simons com quebra de simetria de Lorentz em 4D, concluimos, portanto que a
propagacao de gravitons sem massa e modos massivos advindos da violacdao da simetria de
Lorentz nao sao compativeis se formos forcados a impor o requerimento da nao-propagacao
de modos fantasmas.

Ainda que os nossos esforcos tenham sido para encontrar as relagoes corretas dos para-
metros livres da teoria e o vetor de fundo de violagao de Lorentz a fim de garantir a auséncia
de taquions e fantasmas, deve-se enfatizar que essas condicoes sao validas em nivel de arvore,
advindo da nossa inspecao dos polos e residuos dos propagadores livres. Interacdes e correcoes
em lacos podem trazer modos néo-fisicos que, por sua vez, podem ser suprimidos através de
uma nova andlise do espectro e encontrando novas condi¢des nos parametros corrigidos, de
maneira a eliminar os tadquions e fantasmas na agdo corrigida por loops. Portanto, a supressao
de fantasmas e tdquions deve ser reavaliada em cada ordem em lagos na teoria de perturbacao.

3.6 Conclusao

Consideramos um modelo Lagrangiano geral para gravitacao com derivadas superiores e vio-
lacdo de simetria de Lorentz através da inclusao de termos de Chern-Simons e Ricci-Cotton
no formalismo de segunda ordem da gravitagdo. Foi de nosso interesse investigar as con-
sequéncias da violacao da simetria de Lorentz no espectro de particulas e nas propriedades de
unitariedade do modelo.

Para esse objetivo, desenvolvemos um método baseado nos operadores de projecao em
graus de liberdades. Essa base proposta torna a anélise algebricamente conveniente e a in-
terpretagao fisica dos resultados mais clara. A sugestao de definir operadores nos graus de
liberdade fornecem uma flexibilidade maior para a identificacao dos modos de excitacao da
teoria. Fssa generalidade é especialmente interessante se o vetor de fundo nao for fixado a
priori, ja que nessa situacao nao temos adiantadamente uma definicdo para a representacao
das particulas. No caso em que a violagao da simetria de Lorentz é realizada por um vetor de
fundo com apenas componentes espaciais, uma simetria residual SO (1,2) permanece. Nesse
caso, os projetores de graus de liberdade se estruturam de tal maneira que excitagoes planares
podem ser prontamente identificadas. Vagamente falando, podemos interpretar esse fato como
uma geracao dindmica dos spins das particulas através dos graus de liberdades independentes
dos campos.
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A violacdo da simetria CPT ameaca a interpretacdo dos modos de energia negativos
que aparecem nas teorias quinticas de campos. Isso é assunto de debate aprofundado na
literatura [91]. Concluimos que um vetor de fundo com vy # 0 e ¥ # 0 traz inconsisténcias
para a teoria quintica, ja que a energia nao é positiva definida para direcoes arbitrarias de
propagacao. A situagdo onde vg = 0 e ¥ # 0 apresentou excita¢bes ndo taquionicas depois
de uma revisdo dos papéis das simetrias discretas do modelo. Apesar disso, mostramos que
esses modos sdo estados de norma negativa (isto ¢, fantasmas) e possuem massas da ordem da
massa de Planck. Esse fato é um alerta para possiveis inconsisténcias na versao quantica do
modelo. Nao obstante, esse modo problematico ndo deve ser excitado em processos de baixas
energias e possivelmente deve-se obter resultados consistente se o modelo for visto como
uma teoria efetiva advindo de uma teoria mais fundamental (consistente). O caso restante,
onde vg # 0 e ¥ = 0, que foi objeto de investigacao em [94], especificamente a gravitagao
modificada de Einstein-Hilbert-Chern-Simons propaga somente o graviton sem massa. Os
nossos resultados estdo de acordo com Jackiw e Pi que mostraram que as duas polarizagoes
do graviton se propagam independentemente para essa teoria. O comportamento geral dos
termos de (curvatura)? ndo sdo alterados pelo termo de Chern-Simons, no sentido que o
termo R? propaga um modo de spin-0 massivo e o termo de R, RF" propaga um modo de
spin-2 fantasma. O termo de derivada superior de Ricci-Cotton inevitavelmente traz modos
fantasmas.

Quando comparado com o resultado da andlise da consisténcia espectral para modelos
de eletromagnetismo, temos uma restri¢ao drasticamente diferente para a forma do vetor de
fundo. No modelo eletromagnético de Chern-Simons com violagao da simetria de Lorentz,
foi constatado que um vetor de fundo do tipo-espaco v* = (0,7) deixa a teoria livre de

taquions e fantasmas, mas que um vetor tipo-tempo v* = (Y, O) leva a uma teoria quéntica

inconsistente [97, 110]. Nessa tese, surpreendentemente, concluimos justamente o oposto
para modelos gravitacionais estendidos por um termo tipo Chern-Simons com violagao de
Lorentz: o tinico modelo livre de tdquions e fantasmas é dado por um vetor tipo-tempo da
forma v* = (vo,6>. Isso representa um conflito nas condi¢ées de unitariedade, no sentido
em que se supusermos que ambas teorias se acoplam com um mesmo vetor v* advindo de
uma teoria mais fundamental, entdo o modelo de gravitacao e eletromagnético adicionados do
termo de Chern-Simons nao podem satisfazer a condigdo de auséncia de tadquions e fantasmas
simultaneamente.

Possiveis extensoes que incluam tensores de fundos mais gerais, como considerado na Ex-
tensdo do Modelo Padrao (Standard Model Extension) proposto por Kostelecky e colaborado-
res |25, 26, 27|, poderiam ser abordadas também. No caso de dois vetores de fundo linearmente
independentes, teriamos uma viola¢do da simetria de Lorentz da forma SO (1,3) — U (1) e
espera-se as excitagbes nao se organizem de forma planar. Tal cendrio pode ser relevante
quando a violacdo da simetria de Lorentz for desencadeada por um mecanismo de quebra
espontanea da supersimetria [111, 110], uma vez que o segundo vetor de fundo pode aparecer
a partir de uma condensagao fermionica. Além disso, presumimos que os operadores nos graus
de liberdade podem ser definidos e que o segundo vetor de violagao da simetria de Lorentz
deve dividir os vetores construtores em trés contribuicoes ortogonais: k,, 3, e ez, de acordo
com uma decomposi¢do de Gram-Schmidt.

Uma outra investigacdo possivel, seria de um problema anélogo, mas no formalismo de
primeira ordem da gravitacdo, onde a tetrada e a conexdo de spin sdo consideradas como
campos independentes. Nessa situagdo, espera-se uma dificuldade muito maior, ji que com
a presenca dos modos de tor¢do uma pletora de modos de excitacao, 2+, 27, 17, 17, 0T,
0~ [45, 40] sao esperados. No caso, de violagao de Lorentz com torcao, os modos de polari-
zagdo de spin poderdo se propagar independentemente. Apesar dessa dificuldade, essa linha

42



de investigacao pode ser bastante interessante, haja visto que nesse formalismo existe a pos-
sibilidade de se incluir além do termo de Chern-Simons no formalismo de primeira ordem,
P s (Rpuprew, ™ + %ww’\wufu}pf), outras combinagdes que nao foram contempladas na li-
teratura envolvendo o tensor de Ricci e o tensor de torgao: e?7v, T, TRy, eP70,RT, 5 €
ey, T, " R,,. Certamente, os efeitos da tor¢ao dindmica irao revelar consequéncias inte-
ressantes nesse cenario.
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Capitulo 4

Consideracoes sobre os Modos de
Excitacao de um Modelo Geral da
Gravitacao de Horava-Lifshitz

A recente proposta de Petr Hofava de uma nova classe de modelos para gravitagao [28, 29,
112, 113] foi recebida com grande entusiasmo pela comunidade de teoria de campos, gravi-
tacdo e cosmologia. A grande apreciacdo por essa classe de modelos, cunhada de gravitagao
de Horava-Lifshitz, veio do fato de que esta proposta é candidata a uma teoria quantica de
campos consistente para gravitagdo, uma vez que possui um melhor comportamento no re-
gime ultravioleta. Para chegar a esse resultado, Hofava propés abandonar a invaridncia por
difeomorfismos como uma simetria fundamental para a gravitagdo e construir um modelo com
propriedade de escala anisotropica do espaco-tempo no regime ultravioleta. Esta mudanca de
paradigma na gravitagdo é discutida na Secgdo 4.1.

Apesar desse grande furor, logo se percebeu que a formulacdo original e mais simples
da gravitagao de Hofava-Lifshitz que impde a condigao de projetabilidade e de balanco deta-
lhado', pode apresentar dificuldades para a descriciio fenomenologica e o seu limite de baixas
energias pode nao corresponder & Relatividade Geral. Essa questdo fez surgir uma série de
possiveis formulagtes da gravitagao de Hofava-Lifshitz com a inclusdo de intimeros termos
com coeficientes arbitrarios na formulacao da Lagrangiana ou com a introdu¢do de campos
auxiliares a fim de modificar a estrutura das simetrias do modelo. Tais diferentes formulagoes
da gravitacao de Hotava-Lifshitz sao abordadas na Secio 4.2.

A contribuigdo original desse trabalho é realizada nas Se¢oes 4.3, 4.4 e 4.5 [55]. Busca-
mos estender os métodos baseados nos operadores de spin compativeis com as simetrias da
gravitacdo de Hofava-Lifshitz, incluindo os modelos com violagdo de paridade. Assim como
discutido nos Capitulos 2 e 3, a vantagem desse método é poder obter o propagador, que em
geral é uma tarefa dispendiosa, de uma maneira sistematica e sem a necessidade de fixagao
de calibre. Com isso, pode-se avaliar os modos propagantes da teoria, bem como estabele-
cer condigoes sobre os coeficientes do Lagrangiano afim de evitar a propagacao de taquions
e fantasmas. Por fim, destacamos alguns efeitos dos modos propagantes da gravitagdo de
Hotava-Lifshitz no limite de baixas energias.

Neste capitulo, as letras minasculas do alfabeto latino (7,7, k,...) denotam indices do
espaciais 3D. Usaremos, também, um ponto sobre a varidvel para representar a derivada

L As condicdes de projetabilidade e de balango detalhado sio possiveis restricdes, que podem ser impostas
ao modelo, cujas defini¢cbes serao apresentadas na Secao 4.2.
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temporal e V; representa a derivada covariante associada a métrica espacial g;;. R k> R =

sz-kj e R = g R;j denotam o tensor de Riemann, Ricci e escalar de curvatura associados a

métrica espacial g;;, nessa ordem.

4.1 Propriedade de Escala Anisotrépica do Espaco-Tempo e Di-
feomorfismos que Preservam a Foliagao

Uma das grandes motivagoes em se considerar modelos estendidos para gravitagdo, como a gra-
vitacao de Hotfava-Lifshitz, vém da dificuldade de se obter uma teoria de gravitacao quantica
em 4D, que seja simultaneamente renormalizavel e unitaria. A gravitacdo de Einstein-Hilbert
¢ uma descricao consistente para gravitacdo ao nivel cléssico, porém é conhecido que esta
teoria nao é renormalizavel perturbativamente [114, 33, 115]. Existem modelos relativisticos
para a gravitagdo com termos de derivada superior que sdo renormalizaveis em 4D [32], porém
que esbarram no problema de serem nao-unitarios.

Vamos olhar essa questiao mais de perto. Resultados gerais de teoria de campo, mostram
que se a constante de acoplamento de uma teoria possui dimensao [massa]d, entdao um diagrama
de Feynman de ordem L se comporta no regime de alto momenta como [ dkkA=L4 onde A
depende do processo especifico, mas ndo em L [115]. Portanto, em teorias que possuem
constante de acoplamento com unidade de massa negativa, como é o caso da constante de
Newton ([Gx] = 1/m?), as integrais de espalhamento devem divergir para processos de ordem
mais altas. Além disso, o propagador do graviton na gravitacao de Einstein-Hilbert assume a

forma geral de
1

W’ (4.1)
onde (k*)? = kukt = w? — (l{:l)2 e k" = (w, k") representa o quadrimomento. Isso faz com
que a gravitacao de Einstein-Hilbert nao satisfaca os testes usuais de renormalizabilidade:
Pode ser mostrado que um diagrama com L lagos possui termos divergentes proporcionais a
uma poténcia L + 1 do tensor de curvatura [115]. Portanto, para que haja o cancelamento
das divergéncias ultravioleta seria necessario um ntmero infinito de contra-termos. Tal fato,
caracteriza a teoria como nao-renormalizavel, ao menos em nivel de teoria de perturbacao.
Mesmo que a gravitacdo de Einstein-Hilbert possa ser tratada como uma teoria de campos efe-
tiva, o seu regime ultravioleta ainda precisa ser definido consistentemente para uma descrigao
adequada dos fenémenos de gravitagao quéntica.

Existe a alternativa de se adicionar termos relativisticos de derivada superior a Lagran-
giana da gravitacao de Einstein-Hilbert [32, 31], que teriam influéncia desprezivel no dominio
de baixa frequéncia dos experimentos cléssicos. Esses termos, além de trazerem novas inte-
ragoes, modificam a estrutura do propagador, que pode ser representado esquematicamente
como

1 1 1 1
@ T e B G GG

! G
(k)? (k)

S+ (4.2)

1
(k#)? — Gy (k)"

No regime de alto momenta, o propagador ¢ dominado pelo fator 1/ (k“)4, o que melhora as
divergéncias ultravioleta da teoria. De fato, por contagem de poténcias mostra-se que todas
as divergéncias envolvendo gravitons possuem grau de divergéncias menor ou igual a quatro
[32]. Por outro lado, essa nova estrutura do propagador apresenta outro problema para a
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consisténcia quantica desse modelo — a presenca de uma excitacao fantasma. O propagador
(4.2) possui dois polos
1 1 1

(k)7 =G (ki)' (k)P (k)7 = G (43)

que correspondem aos gravitons com e sem massa. A diferenca de sinal dos termos do lado
direito da equacdo (4.3) implica que um desses modos necessariamente corresponde a um
fantasma e, portanto, na violacdo da unitariedade, ao menos na abordagem de teoria de
perturbacdo. Olhando dessa maneira podemos constatar que o problema da nao-unitariedade
da gravitacao com derivadas de ordem superior parece ser oriundo da introducao de derivadas
temporais de ordens mais altas na estrutura do propagador.

Uma alternativa para resolver esse impasse consiste em abandonar a premissa que os
propagadores sejam formado por invariantes de Lorentz. Assim, podemos introduzir derivadas
espaciais de ordens mais altas, sem necessariamente ter que introduzir derivadas temporais de
ordem superior. Desta forma, evitamos a introducao de particulas fantasmas e garantimos que
o propagador tenha um comportamento melhor no regime ultravioleta, concomitantemente.
Tal solugdo, ja conhecida em sistemas de matéria condensada [116], foi introduzida por Petr
Hofava como proposta de teoria quantica de gravitagdo consistente dentro do contexto das
teorias de campos |28, 29].

Para essa nova classe de modelos, os propagadores podem ser escritos esquematicamente
como

1
w? — 2 (ki)* — g (K1)**
onde consideramos explicitamente a velocidade da luz ¢, a constante de acoplamento g e o

expoente critico z > 1. O denominador do propagador pode conter, também, poténcias de
(kl)2 entre 1 e z, que ndo afetam a ideia geral da discussao a seguir.

(4.4)

No regime de altas energias, o termo c? (k’)2 ¢é suprimido em relacgdo a g (k’i)% e a parte
dominante do propagador fica sendo:

1

w? — g (k)* -

O modelo passa a ter uma propriedade de escala anisotrépica do espago-tempo definido por
um expoente critico z > 1, uma vez que nesse regime as transformacgoes de escala devem
ser anisotrépicas. Em tal regime, a teoria possui uma propriedade de escala anisotrépica do
espago-tempo:

b —bx', t— bt (4.6)

Além disso, a anélise dimensional é colocada num novo contexto: as dimensées canénicas
dos objetos serao medidas em unidades de momento espacial [/ﬁl] . Também postula-se que as
dimensoes do espago-tempo sdo dadas por:

o] = )7 =R (4.7)
refletindo uma anisotropia do espago-tempo.

Essa modificagdo melhora o comportamento a pequenas distancias, podendo, para va-
lores apropriados de z, tornar a teoria renormalizavel por contagem de poténcias. O termo
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v

(K ode ser considerado como uma deformacio importante desse propagador, que deve
ser ressomado como correcoes perturbativas

1 B 1 . 1 2 (k’)Q

W2 (K1) =g (K1) w?—g (W) w? =g (k)™

1

Em baixas energias, o termo c? (l{:z)2 predomina sobre g (ki)QZ, retornando ao regime
relativistico, onde z = 1. Do ponto de vista do regime infravermelho, os termos de curvatura
mais altas representam uma correcdo & propriedade de escala z = 1 e o propagador pode ser
interpretado como

1 B 1 . 1 (ki)Qz 1
w2 — 2 (k)2 — g (k) w2—c2 (k) w?—c2 (ki)Qg w? — 2 (k)?

+.0 (4.9)

Olhando dessa perspectiva, o polo do propagador (4.9) nao apresenta modos fantasmas e,
ao contrario das teorias relativisticas com derivada superior, derivadas temporais de ordem
mais altas ndo aparecem. Entende-se, também, que a simetria de Lorentz deve aparecer como
uma simetria emergente a longas distancias, mas que pode estar ausente no regime de altas
energias.

Com essas ideias em mente, podemos buscar um modelo Lagrangiano para gravitacao
que possa ter a estrutura do propagador (4.4) em (1+43)-dimensoes. Além disso, a teoria deve
ter propriedade de escala anisotrépica do espago-tempo z > 1 no regime ultravioleta, com z
apropriado para assegurar a renormalizacao por contagem de poténcias. Em tal situacao, a
invaridncia por difeomorfismos

a7 (t, 1) (4.10)

nao pode ser uma simetria fundamental da teoria, haja visto que a dimensdo temporal tem
um papel privilegiado em teorias com propriedade anisotrépica do espaco-tempo. Assim,
deve-se introduzir uma estrutura adicional & variedade espaco-temporal M: uma foliagao
tridimensional preferencial de superficies tipo-espaco F. O grupo de transformagoes adaptado
as foliagdes é um subgrupo dos difeomorfismos caracterizado por reparametrizagoes temporais
sem dependéncia espacial e os difeomorfismos puramente espaciais:

tt(t), x> (ta), (4.11)

Este conjunto de transformagoes é conhecido na literatura como difeomorfismos que preservam
a foliagao e denotado por Diff (M, F). Localmente, as transformagoes Diff (M, F) sdo dadas
por:

5t=f(t), da'=¢" (ta7). (4.12)

Para definir um modelo Lagrangiano com tal simetria é conveniente utilizar a decompo-
sicio ADM (Arnowitt-Deser-Misner) [117]. Na convencdo que adotaremos, a métrica espago-
temporal 4D () guv € decomposta em termos dos campos lapso N, deslocamento N; e a métrica
espacial g;; como

ds* = (N? — N;N') dt* — 2N;da'dt — g;jda’da’. (4.13)

Dada a equagdo (4.13), podemos relacionar os campos da decomposicao ADM com o inverso
da métrica quadridimensional por

)00 _ 1 (@) j0i N ;. N'N

g =N = TN ()glj:—gm‘f‘

(4.14)
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e o determinante da métrica espaco-temporal é dada por

A/ —det(4)g,w = Ny/det Gij- (4.15)

Sob as transformagoes de reparametrizagao infinitesimais dada pelas equacoes (4.12), os
campos da decomposicao ADM se transformam como:

SN = E19;N + fN + fN, (4.16a)
ON; = i/ Nj + 0, N; + E gij + fNi + f N, (4.16b)
6gi; = 0¥ g + 0;6% gix + €Ok gij + fij- (4.16¢)

Com as dimensoes do espago-tempo anisotropicas (4.7), devemos ter necessariamente
que a unidade da funcdo deslocamento N* tenha a dimensao de
[da’]

[N'] =1 = i e (4.17)

J4 o campo lapso N e a métrica espacial, podem ser escolhidos como sendo adimensionais,

V] = [g55] = 1. (4.18)

4.2 Formulagoes da Gravitacao de Horava-Lifshitz

Uma vez estabelecido os principios basicos da teoria, podemos buscar classes de modelos com-
pativeis com a invarincia por difeomorfismos que preservam a foliagao (4.11) e que possuam
propriedade de escala anisotropica do espago-tempo (4.6) com z > 1 no regime ultravio-
leta. Essas duas condigbes possibilitam a construgao de uma grande quantidade de termos
independentes, que possuem coeficientes arbitrarios no modelo Lagrangiano.

Para isso, vamos enumerar os possivels termos Lagrangianos compativeis com a simetria
de difeomorfismos que preservam a foliacao (4.11). Comecemos com K;; K" e K 2 = (g” Kij) ,
que sdo escritos em termos da curvatura extrinseca

1
YV

K;j & covariante sob difeomorfismos espaciais e transforma-se como um escalar sob reparame-

K; (9ij — VilNj — ViN;) . (4.19)

S . i i 2 . . .
trizagoes temporais. Os termos K;; K" e K? = (g”Kij) sao designados de termos cinéticos,
devido ao fato de possuirem derivadas temporais da métrica espacial.

A acdo cinética € montada com esses dois termos e o elemento de volume invariante

dtd®z\/gN,
Sk = gk / dtd®z\/gN (K7 K;; — AK?) | (4.20)

em que A é um pardmetro livre na gravitacao de Hofava-Lifshitz. O limite A\ = 1 corres-
ponde aos termos cinéticos da acado de Einstein-Hilbert na decomposicao ADM. Utilizando as
dimensoes do espago-tempo anisotropicas (4.7), (4.17) e (4.18) mostra-se que [K;;] = [k]* e,
entao

[Sx] = lgx] [t] [2]® (K] = lox] (K] (4.21)

A acdo cinética é escolhida ser adimensional por definicdo e, por conseguinte, para que a
constante de acoplamento seja adimensional é necessario impor que z = 3. Esta é justamente
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a condicao minima para que a gravitacao de Hotava-Lifshitz seja renormalizével por contagem
de poténcias em (1+3)D.

Os termos que nao contém derivadas temporais sdo denominados de termos potenciais.

. e . p . ~ A 6

Os termos construidos somente com a métrica espacial g;; (até a dimensdo canénica [k]”)
foram enumerados na Referéncia [118]:

kK°:R®, RR'.R., R .R R RV?’R, VR V'R 4.22a
J 1 J k 1 J
[k]° : 9% RyD;R), KijRY, (4.22D)
[k]*: R?, RYR;, V’R, (4.22¢)
. 2
[k]? - €k (rﬁmajrz} + gr;;rg-m g;) , (4.22d)
k] : R, (4.22¢)
k)% 1. (4.22f)

Os termos quadraticos do tensor de Riemann nao aparecem nessa lista devido ao fato de que
em 3D o tensor de Riemann pode ser escrito em termos do tensor de Ricci e do escalar de
curvatura.

A lista dos termos (4.22a)-(4.22f) nao esgota todas as possibilidades de termos poten-
ciais. De fato, Blas, Pujolas e Sibiryakov mostraram nas Referéncias [119, 120] que termos
envolvendo o objeto .
N
fornecem deformacdGes relevantes e que, portanto, devem ser incluidos na a¢do da gravitagao
de Hotava-Lifshitz. O objeto (4.23) se transforma covariantemente sob difeomorfismos que
preservam a foliagdo. As Referéncias [119, 120] indicam que a gravitacdo Hofava-Lifshitz
incrementada desse objeto tem a possibilidade de resolver o problema do acoplamento forte
do modo de spin-0 e tornar a teoria viavel do ponto de vista fenomenolégico.

A= —ON (4.23)

Os termos potenciais construidos com A; sao:

K°: (A4, (AA)° R, AAN ARy,  AVEAY (4.24a)
k) : K9 A;A;, KYVA; KVAL TR A4, AV R, (4.24D)
K] AV AL (AAT) A AT R, (4.24c)
[k]? : AAL (4.24d)

Os termos que se acoplam com a curvatura K;; tém a propriedade de serem impares sob
transformacdo T e CPT. Além desses, existe a possibilidade de se adicionar termos contendo
derivadas mais altas do objeto A;,

Aiigein, = ViyViy - Vi In(N), (4.25)
cuja lista de termos contém:
K% (A%, Agpd* (AR, ... (4.26a)
[k]° : KAy, (4.26b)
i \2 i\ 4J ij i
B]*: (A7), (AA) A, ATA;,  RAY, (4.26¢)
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O ntamero de termos independentes compativeis com os difeomorfismos que preservam a foli-
acao de dimensao < 6 ¢ superior a 70 [121, 122].

Dado esse grande niimero de termos independentes, algumas simetrias adicionais podem
ser impostas a fim de restringir a teoria. Por isso, ao se referir a gravitagdo de Hofava-Lifshitz
deve ser especificar claramente qual formulacdo estd sendo considerada. Uma restricdo que
foi considerada na formulagao original de Hofava é a condi¢ao de balanco detalhado (detailed
balance), que impde que os termos dependentes da métrica espacial sejam da forma

Ly =E9G M, (4.27)

onde €Y & advindo de um principio variacional,

. 0W,
& =—7 4.28
Vo = 5 (428)
e G;jr denota a métrica generalizada de De Witt, definida por
1
Gijii = = (9ikgjt + 9uGjk) — AGij Gk (4.29)

2

em que A é uma constante de acoplamento. A motivagdo por tal restricdo tem suas origens
em modelos de teoria de campos na matéria condensada [123]. Tal condi¢do, além de di-
minuir o nimero de constantes arbitrarias do modelo, pode implicar numa simplificacao das
propriedades de renormalizagao da teoria |29, 124].

Outra restricao que modifica significativamente a estrutura da gravitacdo de Hofava-
Lifshitz é a condi¢do de projetabilidade. Esta condi¢do impode que a funcdo lapso N seja
dependente apenas da coordenada temporal,

N=N(t). (4.30)

Interpretando a funcio lapso como o campo de calibre associado as transformacdes t + £ (¢),
parece natural restringir esse campo com a mesma dependéncia do espaco-tempo que as
reparametrizacoes temporais. Evidentemente, a condicdo de projetabilidade evita a presenca
de termos no Lagrangiano que envolvam a derivadas espacial de N e, portanto, diminui o
numero de parametros livres da teoria. Além disso, com essa condicdo é possivel estabelecer
N =1 por fixacao de calibre. Tal condicao pode ser obtida na Relatividade Geral com as
reparametrizagoes por difeomorfismos. Com a invaridncia por difeomorfismos que preservam
a foliagao (4.11), isso ndo seria possivel, haja visto que esta envolve apenas reparametrizacoes
temporais, que nao dependem das coordenadas espaciais.

A condigao de balanco detalhado e de projetabilidade nao sao mandatérias na gravitacao
de Hotava-Lifshitz e modificam consideravelmente as propriedades da teoria. Apesar dessas
duas condigoes simplificarem a estrutura da teoria, estas podem nao ser compativeis com
consideragoes fenomenologicas [125, 126, 127]. A condicdo de balango detalhado implica
na auséncia de uma solugdo de vacuo de de Sitter [128] e em possiveis dificuldades de se
acoplar matéria a teoria [129]. J4 a condicao de projetabilidade, implica que o modo extra
de spin-0 seja um modo fantasma [127], que traz instabilidades na teoria quantica. Além
disso, esse modo spin-0 se acopla fortemente, o que pode trazer dificuldades para ter um
limite infravermelho compativel com as observacoes fenomenologicas [130, 126]. Conforme
discutido nos trabalhos de Mukohyama [131], a condigao de projetabilidade também traz uma
descontinuidade vDVZ (van Dam-Veltman-Zakharov) [132, 133] semelhante ao que ocorre na
gravitacao massiva de Pauli-Fierz [134, 135]. Algumas consideragoes sobre o espectro da teoria
com a condigdo de projetabilidade sao realizadas na Secao 4.4.
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Hotava e Melby-Thompson propuseram uma abordagem completamente diferente para

a gravitacdo de Hofava-Lifshitz [112, 113]. Sabendo dos problemas advindos do modo pro-

pagante de spin-0, eles propuseram estender a simetria de difeomorfismos que preservam a
foliacdo para

U (1) x Diff (M, F). (4.31)

Tal simetria esta presente na versao linearizada da teoria com A\ = 1 (na equacao (4.20)) e
pela contagem dos graus de liberdade o modo de spin-0 nao deve se propagar nessa situacao.
De fato, isso foi mostrado explicitamente em [112]. Para estender essa simetria para a versao
nédo-linear da teoria € necessario a introducdo de um campo de calibre A e de um campo
escalar auxiliar v, conhecido como prepotencial Newtoniano. Esse modelo possui o mesmo
nimero de graus de liberdade que a gravitacao de Einstein-Hilbert e, por isso, é conhecido na
literatura como gravitagdo covariante de Hotava-Lifshitz.

Ao contrario do que pensavam em sua formulagdo original, a gravitacdo de Hofava-
Lifshitz com a simetria estendida (4.31) ndo implica necessariamente que A = 1. De fato,
da Silva demonstrou que é possivel construir uma classe de modelos compativeis com (4.31),
inclusive com acoplamento com a matéria [136, 137]. A versao dessa teoria sem a condic¢do
de projetabilidade ¢ estudada na Referéncia [122].

Ainda que considerages bastante interessantes possam ser feitas na gravitagao de Hotava-
Lifshitz com restricoes, estaremos interessados principalmente na formulacao sem as condicoes
de balanco detalhado e projetabilidade. Também ndo analisaremos a gravitacdo covariante de
Hotava-Lifshitz. Permitir inimeros termos Lagrangianos pode tornar a tarefa de se obter o
propagador e analisar as propriedades espectrais numa tarefa bastante drdua. Usando méto-
dos de operadores de spin, esta anélise pode ser feita de um modo sistematico e simplificado.

4.3 Decomposi¢cao dos Modos Propagantes do Graviton

Tendo definido a estrutura dos modelos de gravitacao de Horava-Lifshitz e seus campos fun-
damentais, podemos nos concentrar em construir, de modo analogo aos capitulos anteriores,
um conjunto de operadores para a decomposicdo e analise dos modos de excitacdo da teoria.
Neste trabalho, consideraremos como campo de fundo o espaco de Minkowski. Em torno dessa
solucdo podemos realizar uma expansao de campo fraco

N =1+n, gij = (51']‘ + hij, (4.32)

onde n e h;; sao as flutuacoes quanticas do modelo da fungao lapso e da métrica espacial,
respectivamente. A funcao deslocamento IN; é a propria flutuagao quantica.

A quebra da simetria de Lorentz SO (1,3) da teoria linearizada para SO (3) tem con-
sequéncias nao-triviais, especialmente na interpretagao dos modos propagantes. Uma teoria
quantica de campos relativistica usual é invariante sob transformaces de Poincaré. Isso
prové a classificacdo para as particulas como representacoes unitarias e irredutiveis do grupo
de Poincaré pelos nimeros quénticos: massa e spin. O spin é caracterizado pelas representa-
¢Oes unitarias de grupo de isotropia (little group) de SO (1,3), isto é, o subgrupo do grupo
de Lorentz que deixa invariante o quadrimomento representativo que a particula pertenca.
Para o caso de particulas massivas em 1+ 3 dimensoes, podemos escolher um representante

do quadrimomento da classe de equivaléncia por k* = (m,ﬁ), de modo que o grupo de iso-

tropia ¢ dado por SO (3). Para o caso nao massivo, o quadrimomento caracteristico pode
ser k* = (E,0,0, FE). Nesse caso, o grupo de isotropia é o grupo Euclidiano bidimensional,
IS0 (2), consistindo das rotagoes e translacoes em duas dimensdes (vide [138]).
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Para as classes de modelo da gravitacao de Hotava-Lifshitz podemos proceder da mesma
maneira. Separamos os modos propagantes “no que seria o spin”, definido pelo subgrupo do
grupo das rotacoes que deixam um vetor representativo de momento espacial invariante. En-
tao, para separar os graus de liberdade nesses modos de spin podemos construir um conjunto
completo de operadores para modelos com propriedade de escala anisotrépica do espago-
tempo. Para tal, é sensato utilizar os operadores de Barnes-Rivers para modelos relativisticos
tridimensionais (SO (1,2)) [40] e adapta-los para modelos que tenham simetria do grupo de
rotagdes tridimensional (SO (3)). Isso pode implementado através da substituigao

Nao — 52’]’; k‘ﬂ — k,‘, (4.33)

onde fi,7 =0,1,2 ed,j =1,2,3. k; é o momento relativistico em (1+2)D e k; é o momento
espacial em 3D. Por exemplo, nessa situa¢ao o operadores transverso 6;; e longitudinal w;;,
que sao os blocos construtores para os operadores de Barnes-Rivers, podem ser escritos como

91‘]‘ = (5ij—wij, (4.34&)
kik;
wij = k;, (4.34b)

com k2 = k‘lkl

Desta maneira, podemos organizar em forma de matriz os operadores de projecao para
gravitacao de Hofava-Lifshitz de acordo com o respectivo setor de spin (P (0), P (1), P (2)), ja
que as possiveis representacoes de spin contidas nos campos dessa teoria saon € 0, N; € 0P1,
hij € 0@ 1@®2. No caso de modelos Lagrangianos que preservam a paridade esses operadores
sao dados por:

) hii 1hkl 1Nk B 711
hij 1§9¢j9kz %%wkz ﬁ%kk ﬁei]‘
hii | Bwiifk  wijw wijkg Wij
PO)= "9 | V2 _ i , 4.35a
©) N; %%kiekz kiw;k Wik k; ( )
n 0k W Ky 1
i N B
hij | 3 Oiwwji + Ojpen + Oawii, + i) I (ks + Ojxk:)
P(1) = L T ; : (4.35D)
N; 7 (ke + Oakr) Oik
P (2) = (B0 + B — Oi360) (4.35¢)
2 ikYjl ilYjk i7Ykl) 5 .
onde definimos k; = j;;? para simplificar a notacao.

Acontece que existe a possibilidade de inclusdo de termos que violam paridade na gravi-
tacdo de Hotava-Lifshitz. Fssas deformacoes aparecem tanto na formulacao original proposta
por Hotava como em subsequentes modificagoes. Em geral, tais termos sdo caracterizados
pela presenca do simbolo de Levi-Civita €5 e estes nao podem ser escritos em funcao dos
projetores de Barnes-Rivers SO (3), uma vez que o tensor de Levi-Civita €;;, ¢ um bloco
construtor independente de 0 e w.

Uma maneira de lidar com essa situagao é notar que com a presenca de termos que
violam paridade, os modos transversos podem se propagar independentemente e ndo como
dubletes de paridade (conforme discutido na Referéncia [46], testado na Referéncia [47] e
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apresentado com detalhes em [41]). Na pratica, os dois graus de liberdade do operador 6
podem ser divididos por dois operadores ortonormais

0i; = pij + 0ij, (4.36)

satisfazendo p? = p, 02 =0 e p- o = 0. Essa decomposicio é util para lidar com termos que
violam paridade, inclusive os termos contendo o simbolo €, ji que p e o podem ser definidos
de tal modo a satisfazer

€ijkkk = €pgr (PipTiq + Tippiq) kr- (4.37)

Os operadores nos graus de liberdade para modelos relativisticos planares (teorias com
simetria SO (1,2)) com termos que violam paridade foram desenvolvidos na Referéncia [46]
e podem ser adaptados convenientemente para modelos de gravitagdo Hotava-Lifshitz com
violacao de paridade. No caso particular desses operadores para os campos da decomposicao
ADM, obtém-se,

i (+) i (=) ~ Ni(+) Ni(-)
hij (+) 20ikwWjt - 2€pgrPipTrqWijiky V2pik; ﬂepqrpz‘p{ kqWjr
P(1) = hij (=) | 2€pgroigprpwijkr 20,wj; V26pgr TigPrpwin V20irk;
N; (+) \/ipikkl \/iepq’ro-kqf_)ipwlr Pik qurpipaqur
Ni (_) \/Equrpkpgiqwlr \/iaikkl _quraipqukr Oik
(4.38a)
hii(+) hii (=) N
P(2) = hij (+) [ 2 (papjk + ouojie — pijow — 0iiPkl)  €pgr (PEiOIgPjp — OkjPipTiq) Kr
hij (_) Epgr (pikgjqplp - Uilpjpo'kq) k. 2pik0jl
(4.38b)

Nas matrizes (4.38a)-(4.38b) fica subentendido que os operadores possuem as mesmas propri-
edades de simetria (com o fator numeérico) dos campos associados.

Vale a pena enfatizar que os operadores de projecao adaptado a gravitagdo de Hofava-
Lifshitz (4.35a)-(4.35¢) e (4.38a)-(4.38b) foram construidos de modo a satisfazer a relacao de
ortogonalidade e a decomposicao da unidade:

mem/(j)aﬁpn/n((])m = St Pron(Daryy,  I,J=0,1,2 (4.39a)
3

> Pom(J)ap = bag, (4.39b)
m,J

em que os indices latinos m,n,m’,n’ indexam os operadores e os indices gregos (a, 3,7, . ..)
representam genericamente indices tensoriais, vetoriais ou auséncia de indices espaciais.

4.4 Obtencao dos Propagadores e Analise do Espectro de Par-
ticulas para um Modelo Geral da Gravitacao de Horava-
Lifshitz

O estudo dos propagadores de uma teoria fornece os ingredientes principais para o entendi-
mento dos processos de espalhamento de uma teoria. A andlise das propriedades do espectro
de particulas para modelos de gravitacao de Hotava-Lifshitz pode ser seguida da mesma ma-
neira que a anélise dos Capitulos 2 e 3, dada as modificagdes necessarias. Em particular,

53



a teoria em questdo nao é covariante pela simetria de Lorentz. Isso implica que as condi-
¢Oes para garantir a auséncia de taquions e fantasmas em nivel de arvore devem ser revistas
cuidadosamente.

O primeiro fato que devemos atentar é que a estrutura geral da Lagrangiana quadrética
é dada por

(L)Q = Z @aoaﬁgpﬂ + Z PaSas (4.40)
af «

onde o operador de onda O,g é um operador diferencial local, o = {hij, N;, n} sdo as
flutuacoes quanticas do modelo e S, = {S;j, Si, S} sdo as fontes de matéria da métrica
espacial, do campo deslocamento e lapso, respectivamente. Com o conjunto de operadores
adaptado & gravitacio de Hofava-Lifshitz PLY (J) (Egs. (4.35a)-(4.35¢) e (4.38a)-(4.38b))
podemos decompor o operador de onda O,g no espago de momenta:

Oas = D a(D)yn Pt (Vg (4.41)

mn,J

onde amy, (J) s@o os coeficientes da expansao do operador de onda. Os operadores diagonais
Py, sdo projetores no setor de spin-.J associados ao campo ¢ e os operadores fora da diagonal
P#% (J) (m # n) implementam o mapeamento dentro do subespaco de spin-J entre os campos
¢ e 1. As propriedades (4.39a) e (4.39b) satisfeitas pelos operadores facilitam a tarefa da
inversao do operador. No caso em que as matrizes de coeficientes sdo inversiveis, o propagador
saturado com fontes externas S, é dado por:

M=i Y Sia(J)pm P (J)0sSh. (4.42)

aB,mn,J

Nao obstante, as matrizes a,y (J) podem ser degeneradas devido as simetrias de calibre
do modelo Lagrangiano. Esse fato nao representa grandes dificuldades para a obtencdo do
propagador haja visto que em tais casos, as fontes satisfazem vinculos de modo a inibir a
propagacao de modos nao-fisicos. Com isso em mente, pode-se verificar que o procedimento
correto para a obtencao do propagador consiste em inverter qualquer submatriz (que denota-
mos por Amy (J)) de dimensao igual ao posto da matriz am,y (J). Na pratica, basta remover
as colunas e linhas degeneradas de acordo com o ntmero de graus de liberdade da simetria
de calibre, inverter A, (J) e satura-la com fontes fisicas para obter o propagador:

T=i Y SLA)h Pon (J)asSh. (4.43)

afB,mn,J
Os modelos de teoria quantica de campos com propriedade de escala anisotrépica do
espaco-tempo possuem polos nos propagadores dados pela forma geral,
w? —Q (k) =0, (4.44)

onde @ representa uma funcdo polinomial ou racional do moédulo do momento espacial k.
Entao, para cada modo propagante, exigimos que @ (k) > 0 para todo momento k, para
garantir que este nao seja um taquion. No limite de baixas energias, os termos que contém
momento mais alto se tornam menos relevantes e a relacdo de dispersao se simplifica a

w? — k2 =0. (4.45)

Neste caso, exigiremos que a velocidade de propagacdo seja positiva ¢ > 0.
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Por outro lado, a condicdo para garantir a auséncia de particulas fantasmas pode ser
obtida de maneira anéloga a analise realizada no Capitulo 2,

(—=1)"trA(J, Q)nlpoto > 0. (4.46)

onde P ¢é a paridade associada ao operador de spin e 4,1 (J,Q) é a inversa da matriz A, (J)
com o polo w? = @ (k) extraido. Conforme ressaltado anteriormente, a condi¢do (4.46)
transforma a analise das condigoes de unitariedade, que em geral é uma tarefa dispendiosa,
num problema algébrico de analisar as matrizes de coeficientes.

Com essas consideragoes, podemos estabelecer um modelo geral da gravitacao de Hofava-
Lifshitz, explicitando somente os termos que afetam o propagador

Sup = / dtd®z\/gN (aKij K9 + BK? + Ly + L 4) (4.47)

onde os termos do potencial, que estao exclusivamente relacionados com a métrica espacial
sao dados por

Ly=a1R+ b1Rinij +c1R? + as AR + b2Rz’jARi‘j
+ aRAR + asA’R + uLcs + ACge, (4.48a)

e o termo tipo Chern-Simons Ié

3 9
Los = €t <pgpajrgl " 3rgr§prgq> , (4.48D)

enquanto o termo de Ricci-Cotton é escrito como
ERC’ = EiijileRkl. (4.48C)
O Lagrangiano relacionado com 4; pode ser expresso como:

L4 = r1KIVAj+sKV;A" +u1 RV, A" + ug ARV, A’
+ mAA 1 AAA 3 A AZAL (4.484)

Devemos enfatizar, que nesse ponto, ndo vamos adotar a postura de evitar a discussido
com os termos que violam a simetria P, T ou CPT. Julgamos interessante discutir como a
presenca desses termos modificam as relagoes de dispersao dos modos propagantes.

Dado o modelo Lagrangiano definido pela equagao (4.47), podemos obter o operador de
onda através de uma série de manipulagoes algébricas (incluindo integragoes por partes), de
modo a coloca-lo nos moldes da equagao (4.40). Em sequéncia, decompomos o operador de
onda na forma (4.41) com auxilio das identidades fornecidas no Apéndice C.

Algumas observagoes devem ser feitas. Para obtencao da matriz de coeficientes do setor
de spin-1 pode-se notar que nao ha necessidade de decompor os modos propagantes nos graus
de liberdade, ja que nao ha contribuicdao dos termos que violam paridade nesse setor. Entao,
por simplicidade, utilizaremos os operadores que preservam paridade (4.35b). Por outro lado,
os termos de Chern-Simons e Ricci-Cotton que violam paridade (equagoes (4.48b) e (4.48c¢))
afetam o setor de spin-2. Isso exige que utilizemos os operadores nos graus de liberdade
(4.38b) nesse setor. Com isso em mente, escrevemos as matrizes de coeficientes do operador
de onda,

2 L(a—bk?) k2 —ik? (j+ I0k2) VRZ ) | (4.492)

a(2) = %-wz 1y1.2 2 1 2\ 1.2
ik? (p+ 32 VE2 Sw?— 1 (a—bk?) k
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a, 2 V2

w —aw¥=
a(l) = 2 e vz | (4.49D)
—aw-s ak?
(% + B) w? + %Ak2 %wg —BwV2k?2 V2 (@ —uk?) k2 + %siwkg
a(0) = %""2 %(aJFﬁ) w? *(OéJrﬁ)w\/kiZ % (r + s) iwk?
B —BwV2k2 —(a+ B)wVk? 2(a+ B) k2 —(r+s) ik2VEZ ’
V2 (a—uk?) k? — %siwk2 7% (r+s)iwk?  (r+s)ik2VE2 2nk?

(4.49¢)

onde redefinimos alguns coeficiente para simplificar a notacao:
= a]— a2k2 + a3k4, (450&)
b = by — bok?, (4.50D)
c = ¢ — ck?, (4.50¢)
u = uy — ugk? (4.50d)
n o= m—mk®+nsk?, (4.50e)
A = a+ (3b+8c)k* (4.50f)

Conforme mencionado no Capitulo 2, a estrutura de degenerescéncia das matrizes (4.49a)-
(4.49¢) fornece informacoes sobre as simetrias de calibre e os vinculos satisfeitos pelas fontes
do modelo. Em particular, a matriz de spin-1 é degenerada e a 2% e 32 linha e coluna da
matriz de spin-0 sdo proporcionais. Somando o resultado da expressao (2.28) para essas duas
matrizes obtemos

8+ kiSiy = 0. (4.51)

Como um teste de consisténcia, podemos verificar que para o caso da gravitacdo de
Einstein-Hilbert, onde a« = —f§ = a1 = ﬁ e todos os outros coeficientes identicamente
nulos, surge uma simetria adicional na matriz de spin-0: a 32 e 42 colunas ficam proporcionais.
Isso prové outro vinculo para as fontes

wS + k;S; =0 (apenas para E-H). (4.52)

Esse ultimo resultado é compativel com o vinculo de conservacao de fontes relativisticas
k,S* =0 (p,v = 0,1,2,3) se for levado em conta que: (i) as contribui¢des dos campos ho
e h'0 sdo dadas por N?; isso gera um fator 2 na decomposicio dos coeficientes de matrizes, o
que implica em um fator % para a fonte S; e (ii) na expansao de campo fraco N =1+ g, e
com a estrutura da decomposicio ADM para 4ggo implica que % é identificado com 2n; isso

traz um fator % associado com a fonte S.

De posse das matrizes de coeficientes, podemos realizar a analise espectral desse modelo
conforme proposto no Capitulo 2. Por questdo de clareza, realizaremos a discussao separada-
mente para cada modo de spin.

Setor de Spin-2

A matriz a (2) da equagao (4.49a) é nao-degenerada. Para obter o propagador, basta inverter
a (2) conforme a equagao (4.42):
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2w? — L (a— k) K —i(p+ $AK?) VE? ) : (4.53)

-1
a2 = D) ( i(p+ 3M2) EVE? Gw? — L (a — bE?) K2

onde o denominador é dado por D9y = (%wz — % (a — b/-cQ) k2)2 — (,u + %)\kQ)Q kS. Pode-se
observar que este possui dois polos na energia. Isso evidencia uma caracteristica interessante
dos termos com violagao de paridade: ele permite que cada componente de spin £2 se propague
independentemente, com diferentes relacoes de dispersao

Slis}

1 2 1
wi==(a—bk*) kK £= <u + )\k:2> V2. (4.54)
a o 2
Adotando a postura de que a velocidade de propagacao de todos os modos propagantes
deve ser positiva (equagdo (4.45)), exigiremos que

&y =" >0 (4.55)

(0%

A condigdo para auséncia de fantasmas deve ser feita para cada polo wl = Q4 (k). A equacio
(4.46) implica 1/a > 0 para ambos os casos. Entao, a condigdo para auséncia de taquions e
fantasmas é dada por

Spin-2: a; > 0; a> 0. (4.56)

A partir dessa anélise, podemos concluir que termo de Chern-Simons (4.48b) e de Ricci-
Cotton (4.48¢c) nesse caso nao influencia as condi¢oes de unitariedade.

Setor de Spin-1

J4 que a matriz coeficientes do setor de spin-1 é degenerada, utilizaremos a prescricdo dada
pela equagao (4.43). Uma matriz nao-degenerada pode ser obtida eliminando-se a 22 linha e
coluna. A respectiva inversa é dada por

A1) = = (4.57)

Aparentemente, esse modo possui um polo w? = 0, que poderia trazer dificuldades
de interpretacdo. Mas, acontece que o coeficiente (4.57) estd relacionado com o projetor
Phh (1)1-]-7“ = %(Hikwﬂ + 0w + Ojkwi + Ojiwi). Isso implica que o momento espacial k;
é contraido com a fonte S;; na expressao do propagador (4.43). Desta forma, utilizando o
vinculo sobre as fontes (4.51), verifica-se que o residuo no polo w? = 0 do propagador saturado
com fontes fisicas se anula identicamente. Portanto, devemos entender esse polo com um modo
nao-propagante.

Setor de Spin-0

A discussao do setor de spin-0 trouxe as discussoes mais interessantes na literatura. A reducao
da simetria por difeomorfismos para a simetria por difeomorfismos que preservam a foliagao
possibilita a presenca mais graus de liberdade propagantes na gravitacao de Hotfava-Lifshitz em
comparagao com a gravitacao de Einstein-Hilbert. Justamente o setor de spin-0 da gravitacao
de Hofava-Lifshitz que possui “espaco” para esse novo modo propagante.
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A 22 ¢ 32 linha e coluna da matriz a (0) (equagdo (4.49¢)) sdo degeneradas. Obtemos
A (0) eliminando a 3% linha e coluna de a (0) (equagao (4.49¢)). A respectiva inversa é dada

por
0 0 0
Lo (A e
AO = 5o | AR Ay Ay (4.58)
0« 40 4O
A e
em que
1 1
Do = { [20”7 (a+38) — §k2 (a <(7“ +5)° + 252> + 23?“2)] w? (4.59a)
+ K;AT} —(a— Uk2)2> (a+p) - éAk2 (r+ 3)2} k2} k?w?,
1
A = ((a +B)n -7 (r+s)’ k2> w?k?, (4.59D)
Agg) = —\/iﬁank:Q — % (r+s) <a — uk? + ;siw> wk, (4.59¢)
Ag%) =— (2\1/51 (s —rfB)w + \}5 (a —uk?) (a+ B)) w?k?, (4.59d)
AY = (o + 28) nwk? — <;szw2 +2(a— uk2)2 — An> Kk, (4.59¢)
1 1
AR = =i ((r+ ) a+2r8) K% + (o — uk?) B2 — iR (7 + 8)w, (4.59)
1
AQ = 7 (@ +38) 0w’ + Ao+ 5) k%) w2 (4.592)

Assim, chegamos a seguinte relacgao de dispersao para o modo propagante nesse setor de spin:

(340 (a—uk?)®) (@ + B) = SAK? (r + 5)°

k= 0. 4.60
%om (a+38) — % (a ((r + 3)2 + 232> + 2Br2> k2 ( )

No caso geral, o grande niimero de coeficientes arbitrarios dificulta bastante a analise das
condigbes para auséncia de tdquions e fantasmas e, inclusive, algumas situagoes intrigantes
podem acontecer. Por exemplo, quando n = v = 0 e r = —s # 0 obtemos a relacgao de
dispersio w? + 4‘;—; = 0, que é uma solucao de energia constante e negativa.

Na auséncia dos termos que violam CPT (r = s = 0), ndo temos maiores dificuldades
em prosseguir com a andlise. Nesse caso,

21 (o + ) —-2v2n3 —V2a (a+ B)
2_ (402~ 2
AOT =5 cavags PR i L 248 . (4.61)
2 2
(0) —av2(a+ B) 23 (a+3ﬁ)aw2k+2(a+,B)Ak
Ccom
Dy =1 (a+35) aw? — (2@2 — An) (a4 B) k2 (4.62)

e a relacao de dispersao dada por

a2 - «
N ; A) (OE ++3§))ak2 — 0, (4.63)
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que é uma funcao racional do quadrado do momento espacial dado que n =7 (k'?) (equagao
(4.50e)). Esse resultado é compativel com a relagao de dispersao apresentada na Referéncia
[126].

Para pequenos valores de momento, a condicao para a positividade da velocidade de
propagacgao desse modo é dada por

o a1(2a1 —m) (a+p)

= > 0. 4.64
C(O) m (a + 35) o ( )

J& para obter a condicdo para auséncia de fantasmas, tem que se analisar o residuo da
matriz de coeficientes no polo. Utilizando a relagao de dispersao (4.63) verifica-se (através
de um Sistema de Computagao Algébrica, por exemplo) que A(O)_1 lpolo POSSUl para um
autovalor nao-nulo, que coincide com o respectivo trago. Portanto, a expressao (4.46) é
valida:

(a® +20%) (a + B)° + 467
an? (a+ B) (a +38)

Desta forma, a condicdo para auséncia de fantasmas pode ser escrita como

trA (0) ™" |poto = > 0. (4.65)

a(a+B)(a+38) > 0. (4.66)

Unindo os resultados (4.64) e (4.66) com o resultado obtido no setor de spin-2 (equacdo (4.56))
deve-se impor que

Spin-0: (a+ B) (a+38) > 0; n1 (2a1 —m1) > 0, (4.67)
para auséncia de taquions e fantasmas nesse setor.

Para fins comparativos, podemos reanalisar como a condi¢do de projetabilidade afeta as
estruturas das matrizes de coeficientes e, por conseguinte, os modos propagantes. A imposicao
de que o campo lapso nao depende das varidveis espaciais N' = N (¢) implica que os termos
da Lagrangiana quadratica contendo as perturbagcoes do lapso, n, sao derivadas totais. Isso
significa que a 4% linha e coluna da matriz de coeficientes de spin-0, se anula identicamente,

(2 4 B) w? + L AR? %wQ —BwV2k? 0

a(0), = ok sa+pe?  —(a+BwVk? 0 (4.68)
—BwV2k? —(a+B)wVkZ 2(a+B)k> 0
0 0 0 0

Com essa simplificacdo, percebe-se que a matriz a(O)p ¢ duplamente degenerada: a
coluna 4 é nula e as colunas 2 e 3 sao proporcionais. Uma submatriz de posto completo de
a(0),, pode ser obtida eliminando a 3* e 4* linha e coluna,

(2 + B) w? + 1 AK? B2
A@),=( " 5,7 RS (4.69)
S s(a+pw
Sua inversa é dada por
1 2 B, 2
L4 [ Yathw — B
(0)p% — % (5 +B)w?+ 3



onde
Dg)p = (@ +33) aw® 4 (a + B) AE>. (4.71)

fornece a relacdo de dispersdo para o respectivo modo propagante. Para garantir que esse
modo nao seja um taquion, devemos impor que

&y = —((Z‘If;;; > 0. (4.72)

é degenerada e, desta forma,
polo

seu 1tinico autovalor nulo coincide com o seu trago. Deve-se impor, entao, que

Pode ser verificado explicitamente que Res {A (0)_1}

)_ 2(a + f)” +45°
polo N Oé(Ct+,8) (Oé+36)

tr (Res {A (O)_l}

A tnica maneira de reconciliar as condigoes (4.72) e (4.73) seria impor a1 < 0; mas, isso
contradiz as condig¢oes de unitariedade impostas no setor de spin-2. Portanto, podemos inferir
que a gravitagdo de HoFava-Lifshitz com a condicao de projetabilidade ndo é compativel com
a unitariedade em teoria de perturbacao ao nivel de arvore.

> 0. (4.73)

Uma maneira de contornar esse problema ¢ incrementar o modelo com uma simetria de
calibre Abeliana, [112, 113, 139, 136] de modo a inibir a propagagao do spin-0. Isso é possivel
com a introducao de um campo de calibre A e um campo auxiliar escalar v, conhecido como
prepotencial Newtoniano. Com essa abordagem, o modelo passa a ter o mesmo niimero de
graus de liberdade que a gravitacao de Einstein-Hilbert.

4.5 Aspectos do Modos Propagantes da Gravitacao de Horava-
Lifshitz num Regime de Baixas Energias

Com os resultados gerais dos propagadores (equagoes (4.53), (4.57) e (4.61)), podemos con-
templar alguns resultados no limite de baixas energias da teoria, onde os termos contendo
derivadas espaciais de ordem superiores se tornam menos relevantes. Em tal situagdo, a agao
para a gravitagao de Hofava-Lifshitz nao-projetavel (4.47) pode ser simplificada para

Sur = / dtd*z\/gN (aK; K7 + BK* + aR + nA;A") . (4.74)

e as matrizes de coeficientes inversas do propagador para esse modelo simplificado sao dadas
por:

. 2 (a+f) —2v/2n3 —V2a(a + B)
— a w?—2a(2a—n)k?
A0 =5 | —2vmp  ZeRReTEGe 206 |, (475)
O\ _ /24 (a+B) 243 (a+3ﬁ)aw2k—g(a+ﬁ)ak
_ 2 _ 2
AWpL =~ @y =505 (4.76)

com D) =1 (a+36) aw? —a(2a —n) (a + B) k*.
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E instrutivo comparar os propagadores da gravitacio de Hofava-Lifshitz (equacdes (4.75)
e (4.76)) com os propagadores da gravitagdo de Einstein Hilbert em coordenadas ADM e com
o mesmo conjunto de operadores utilizados para a gravitacao de Hofava-Lifshitz. Estes podem
ser escritos como

41 [0 7

A0)py = 2 ( % ﬁ (wz B k2) ) (4.77a)
_ 2 _ 2

A (1)E}{ T aw?’ a (Q)E}{ T o (W2 — k) (4.77Db)

Através das matrizes de coeficientes, somos capazes de estabelecer diferencas entre os
dois modelos. Analisando a estrutura de polos dos propagadores, podemos concluir que os
modos de spin-2 nao-massivos se propagam em ambos os modelos, mas com velocidades de
propagacgao distintas. Isso corresponde ao conhecido graviton de helicidades £2 do modelo
relativistico. Ambos os modelos coincidem por nao terem modos dindmicos no setor de spin-1.
Porém, a gravitagdo de Hofava-Lifshitz possui um modo propagante no setor de spin-0, que
estd ausente na gravitacao de Einstein-Hilbert.

Esse novo grau de liberdade pode levar a alguns efeitos inesperados. Um cenério seme-
lhante acontece na gravitagdo massiva de Pauli-Fierz [134], em que ha a presenga de um modo
massivo de spin-2. Para enriquecer a discussdo, vamos considerar também a gravitacao de
Pauli-Fierz. Esta consiste em adicionar & Lagrangiana de Einstein-Hilbert, o termo de massa:

Lor =2 [~ (7). (4.78)

Através do mesmo processo de decomposicao ADM e do operador de onda na base de proje-
tores, obtemos as seguintes matrizes de coeficientes da expansdo do operador de onda:

1

a(0)pp = 5 (e (o ) ) x (4.79a)
242 —2v328 (ak? + 5) —2v2aBwVE? V2Baw? — /282
—228 (ak2 + ,8) 4 (akz + [j)z daw (ak2 + ,3) VEZ 8 (cy (w2 - k2) - ﬁ) — 2k2a2w?
72\/§a6w\/k72 dow (ak2 =+ B) V2 +38 (a (w2 — k2) — ,H) =+ 4k2a2w? 2aw (B — aw2> VEZ
\/§a6w2 — \/552 B (a (w2 — k2) — B) — 2k2a2w2 2aw (B — an) V2 (B — aw2)2
3 2 ak? + 3 awYE
a(l)P}?‘ = 2 2 VK2 1 2\/5 ) (479b)
B(a(w? — k%) — B) W=7 §(aw —ﬂ)

_ 2
a(z)P}T' = a(w2 _kQ) —,B

(4.79¢)

Pela inspecéo dos coeficientes das matrizes, nota-se a presenca de um polo massivo m? = g em
todos os setores de spin SO (3). Essa anélise realizada com operadores de projegao relativistico
SO (1,3), mostra que a gravitacdo de Pauli-Fierz possui 5 graus de liberdade propagantes,

correspondendo ao spin-2 massivo em 4D.

Dito isso, estamos em condi¢bes de comparar a gravitacdo de Hofava-Lifshitz, Pauli-
Fierz e Einstein-Hilbert numa situacdo de massas pontuais e estaticas acopladas a fontes de
matéria relativistica. Uma fonte pontual estética de massa M localizada na origem do sistema
de coordenadas pode ser descrita por

S (t,x) = MSKSE% (x) . (4.80)
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Em termos das decomposicao ADM, temos & = M (w), S; = S;; = 0. Os propagadores

saturados com a fonte estatica e fontes arbitrarias {S’,S{, ng} sdo dados por

1 2
~illpy = M3 () 1k2 {9 Sl - 15 } , (4.81D)
illpp = M6 () m {68, — 5} (4.810)

para a gravitacao de Horava-Lifshitz, Einstein-Hilbert e Pauli-Fierz, respectivamente. No
caso particular do limite Newtoniano, a energia de interagao de uma fonte pontual de massa
M’ separada por uma distancia R de um objeto de massa M é dada por (vide Figura 4.1):

LoMM 1 MM 1 MM
2a—n) R~ PR T4 R PP T T30 R

(B—0), (4.82)

Euyr = —

respectivamente para a gravitacao de Hofava-Lifshitz, Einstein-Hilbert e Pauli-Fierz, considerando-
se o limite nao-massivo (8 — 0).

M k A
Figura 4.1: Potencial estatico de uma interagdo gravitacional entre duas massas pontuais M
e M'.

Por outro lado, para o calculo com matéria eletromagnética relativistica deve-se levar
. . /
em conta que esta satizfaz a propriedade S, " = 0. Em termos das componentes ADM, a
imposicao de traco nulo para o tensor eletromagnético se escreve:

fSEM + 06,58 = (4.83)

Usando a identidade (4.83) junto com o condigdo de conservacao da fonte (4.51) pode-se
mostrar que a energia de interacao de uma massa pontual M com um foton de energia E,
separados por uma distancia R, em nivel de arvore, é dada por (vide Figura 4.2):

1 MFE 1 MFE 1 MFE
HL 2a—n R =~ FH 2a B T T2 R

(8—0), (4.84)

respectivamente para a gravitacao de Hofava-Lifshitz, Einstein-Hilbert e Pauli-Fierz, considerando-
se o limite nao-massivo (8 — 0).
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Figura 4.2: Processo de espalhamento de um féton por uma massa pontual fixa.

Aparece um fator de 2 com relagdo ao valor da equacdo (4.82) para a gravitagdo de
Hotava-Lifshitz e Einstein-Hilbert, mas um fator de % para a gravitagao de Pauli-Fierz (subs-
tituindo a massa pela energia total), conforme a Tabela 4.1. Isso implica que experimentos
com fontes estaticas ndo podem distinguir a gravitagao de Einstein-Hilbert com a versao nao-
projetavel da gravitagdo de Horava-Lifshitz ao nivel de arvore, j4 que ambos experimentos
fornecem os mesmos resultados a menos de uma constante multiplicativa.

| | Einstein-Hilbert | Hofava-Lifshitz | Pauli-Fierz (8 — 0) |

T T T

¥ Ia 2(2a— 3a
n

H I I I

A 2« 2a—n 2«

Tabela 4.1: Comparacdo com da constante de Newton efetiva para a gravitagdo de Einstein-
Hilbert, Hofava-Lifshitz e Pauli-Fierz (no limite de massa nula) acoplada a um campo escalar
e vetorial.

Ja o modo de helicidade 0, no limite nao-massivo da gravitacao de Pauli-Fierz (5 — 0),
nao se desacopla da teoria. Se as constantes gravitacionais para os modelos de Pauli-Fierz
e Einstein-Hilbert forem ajustadas para resultarem no mesmo potencial Newtoniano para a
interacao de escalares (equagao (4.82)), aparece um fator de 3/4 no angulo de desvio da luz pelo
sol, comparado com a previsao da gravitagao de Einstein-Hilbert [140, 133, 132, 141] (equagao
(4.84)). Esse efeito pode ser explicado pela maneira diferente que os modos de helicidade
42 e helicidade 0 se acoplam com os campos escalares e vetoriais. Deve-se estar atento, no
entanto, que esse aparente paradoxo, conhecido como descontinuidade vDVZ, aparece somente
na abordagem perturbativa da versao linearizada da teoria. A analise ndao-perturbativa desses
resultados, mostram que nao hé uma descontinuidade na teoria, conhecido como mecanismo
de Vainshtein [142]. A Referéncia [135] apresenta uma revisao recente sobre esse assunto.

Nessa linha, pode-se procurar por um experimento dinmico que possa desvendar efeitos
experimentais do modo escalar extra na gravitagdo de Hofava-Lifshitz. Uma possibilidade
interessante seria trabalhar um teste através do experimento do pulsar gravitacional. Este
consiste de uma, distribuicdo de massa esfericamente simétrica e harmonicamente pulsante. De
fato, de acordo com o teorema de Birkhoff, é nula a radiacao de qualquer fonte esfericamente
simétrica na gravitacdo de Einstein-Hilbert [143]. Olhando os coeficientes dos propagadores
da gravitacao de Einstein-Hilbert (equagoes (4.77a)-(4.77b)) pode-se verificar que de fato este
é o caso, jA que o modo propagante da gravitacao de Einstein-Hilbert esta associado com
um operador transverso P (2) que se anula quando contraido com uma fonte esfericamente
simétrica. A estrutura dos propagadores da gravitacdo de Hofava-Lifshitz leva a uma situagao
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diferente, porque possui modos propagantes associados a operadores longitudinais. Nesse caso
apenas o modo de spin-0 produz energia radiante e, portanto, o teorema de Birkhoff nao é
valido para a versdo nao projetavel da gravitagdo de Hotrava-Lifshitz.

4.6 Conclusao

No presente capitulo, propusemos um conjunto ortonormal de operadores de projecao adequa-
dos para modelos de gravitacdo nao-relativisticos da classe dos modelos de Hotava-Lifshitz,
incluindo os modelos com termos de violagdo de paridade. Assim como apresentado nos ca-
pitulos anteriores, essa abordagem é vantajosa para se obter os propagadores, que em geral é
uma tarefa dispendiosa, pois pode-se realiza-la de maneira sistematica, inclusive no que tange
o tratamento das simetrias de calibre. Através dessa metodologia, foi possivel determinar
condic¢oes sobre os coeficientes de um modelo geral da gravitacao de Hofava-Lifshitz, a fim de
inibir a propagagao de modos de taquions e fantasmas.

Em particular, reproduzimos um resultado existente na literatura que mostra que a
versao projetavel da gravitacdo de Hofava-Lifshitz apresenta necessariamente a propagac¢ao
de um modo escalar fantasma. A versdo nao-projetavel da teoria apresenta um espectro de
particulas “saudével” &s custas de um ntimero muito grande de pardmetros livres da teoria. Por
fim, a partir das expressoes obtidas para os propagadores, obtivemos alguns resultados semi-
classicos para o acoplamento de um objeto estatico com campo escalar e um campo vetorial.
Isso permitiu distinguir algumas caracteristicas do espectro da gravitacdo de Hotava-Lifshitz,
Einstein-Hilbert e Pauli-Fierz.

Em conexdo com a presente investigacao, seria interessante considerar o acoplamento
de férmions a gravitacdo de Hofava-Lifshitz. Dessa maneira, os modos de torgdo da gravi-
tacao podem ser excitados e essa incorporagao pode trazer novos aspectos técnicos ao nosso
tramento. A extensdo do nosso método para incluir tor¢io na gravitagdo de Hofava-Lifshitz
também é motivada pela possivel producao e o consequente decaimento de gravitons massivos
na escala TeV e, assim, comparar os nossos resultados com resultados de gravitagdo quantica
em modelos que preservam a simetria de Lorentz [40, 41].

Outro ponto que merece uma atengao especial, sdo aspectos da gravitagao de Hofava-
Lifshitz além da aproximacao de campo fraco [144]. Em particular, estabeleceu-se uma dis-
cussao bastante interessante na literatura ligada a solucoes de buracos negros da gravitacao de
Horava-Lifshitz [145]. A quebra de difeomorfismos pode exigir a revisao de alguns conceitos
fundamentais estabelecidos na gravitacao de Einstein-Hilbert. O fato das particulas terem re-
lacdes de dispersdo deformadas, pode implicar que perturbagoes de pequeno comprimento de
onda, se propaguem com velocidades arbitrariamente altas. Isso incita a possibilidade de que
a radiacao da gravitagdo de Hotava-Lifshitz possa escapar de qualquer regido dentro de um
buraco negro [146]. Se for o caso, o proprio conceito de buraco negro estaria perdido. Além
disso, o fato de que a teoria possui particulas com velocidade de propagacao distintas, implica
que cada particula vé um horizonte distinto. Portanto, se a entropia for definida em termos
da area do horizonte, esta serda dependente da particula em consideragdo [147|. Por fim, a
propria obtencao das solucoes requer cuidados adicionais. Como o teorema de Birkhoff ndo é
satisfeito, as solucoes esfericamente simétricas nao sao estaticas. E a solugoes estaticas ndo
sao assintoticamente planas [146]. Além disso, a propria a existéncia de solugoes de buracos
negros em rotacao pode depender da classe de gravitacao de Hotava-Lifshitz em que se esté
considerando [148, 149].
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Capitulo 5

Reflexoes Finais

Nesta tese apresentamos um método para o estudo de alguns aspectos perturbativos para
modelos de gravitagdo com violagdo da simetria de Lorentz, a saber, os modelos com violagao
de Lorentz por um vetor de fundo e a gravitagdo de Hofava-Lifshitz. As principais conclusoes
desse trabalho que concernem esses assuntos especificos foram apresentadas no final de cada
capitulo, respectivamente. Reservamos, portanto, este tltimo capitulo para uma discussao
geral sobre o problema da gravitagdo quéntica.

Todo edificio de conhecimento cientifico existente sobre a vida, o universo e o tudo mais
foi gerado por meio da cognicdo de cientistas sobre a realidade. FEsta é sempre guiada por
concepgoes fundamentalmente pessoais. Como um exemplo, podemos citar Einstein e a sua
teoria da relatividade. Mesmo realizando uma revolucao extraordinaria, Einstein, um cientista
fruto do tempo em que viveu, nao teria como incorporar as licbes da mecénica quéntica, que
foram aprendidas ao longo do século XX, na estrutura do espago-tempo.

Cabe ao século XXI completar os passos dados pela concepc¢do da mecinica quantica e a
relatividade de Einstein para uma revolugdo que ainda nao aconteceu: uma teoria de gravita-
¢ao quantica. O fato que a relatividade geral apresentar resultados sem sentido fisico, quando
quantizada, faz repensar sobre aspectos mais fundamentais relacionados com a estrutura do
tempo e do espago. Podemos dizer que ja se foram os bons tempos em que a humanidade se
contentava em acreditar num espago-tempo continuo. Nesse contexto, coube a intimeros pes-
quisadores propor programas audaciosos, cujos principais produtos foram a teoria de cordas
e a gravitagao quantica em lagos. Ambos programas nos trouxeram novas ideias e visdes para
o problema da gravitagao quéntica, com intimeras licoes aprendidas.

A gravitagdo quéntica em lacos propoe rever a estrutura do espago-tempo na escala de

energia de Planck Ep = (hc5/G)% = 1,2 x 10” GeV. Como consequéncia das propriedades
de quantizacdo, chega-se invariavelmente a conclustes relevantes de que, por exemplo, espago
é discreto. Essa granularidade pode ter consequéncias relevantes no mundo macroscopico.
Uma das melhores possibilidades é através do estudo de uma nova Fisica principalmente
relacionadas a desvios de simetrias bem testadas experimentalmente: a simetria de Lorentz e

a invariancia por CPT.

2

A teoria de cordas é a unica teoria candidata a gravitacdo quéntica finita em cada
ordem de perturbacdo potencialmente capaz de descrever as particulas do modelo padréo e
as outras interacoes fundamentais. Dentre as licdes aprendidas das teorias de cordas temos
que o papel da mecénica quantica é tao relevante, que devemos estar dispostos a modificar
a estrutura da relatividade geral de Einstein. Mesmo assim, depois de 30 anos da concepcao
das ideias originais, as promessas de uma teoria de unificagdo do modelo padrao de particulas
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com a gravitacao quantica, muitos pesquisadores da comunidade de Fisica de Altas Energias
cansaram por esperar resultados, que até agora nao podem ser provados experimentalmente,
nem mesmo numa visao de longo prazo. E necessirio a busca por novas ideias.

De fato, a Fisica destacou-se como um ramo da ciéncia capaz de fazer experimentacoes
e previsoes das teorias, e nao apenas a catalogacao dos fenémenos. Nesse sentido, colocar
a simetria de Lorentz num pedestal inviolavel, além de me parecer um erro, nao se mostra
uma, concepc¢ao racional. Embora os modelos atualmente propostos precisam dessa hipdtese
para concordarem com oS experimentos atuais, uma postura mais audaz seria tentar buscar
entender teoricamente como a partir de um cenério de violagao de Lorentz na escala de Planck,
chegamos a uma simetria tdo exata no mundo sensivel.

Sugestoes como o Modelo Padrao Estendido (de Kostelecky e colaboradores), a gravita-
cao de Hotava-Lifshitz, gravitagdo quantica em lagos, o modelo de velocidade da luz variavel
ou a existéncia de grandes dimensoes extras me parece uma postura correta de fazer Fisica
além do modelo padrao da Fisica de Particulas Elementares e do modelo padrao cosmolégico.
Apesar desses modelos ndo fornecerem um quadro-geral e completo para uma teoria unificada
como se propoe a teoria de cordas (ou até a teoria M), estas estao dispostas a fazerem previ-
soes fisicas bem-definidas, refutéveis e falsedveis. Outra alternativa é explorar a possibilidade
de producao e deteccao de gravitons massivos na escala de energia do LHC (Large Hadron
Collider) e, futuramente, no ILC (International Linear Collider). Devemos aproveitar esse
momento da humanidade, em que grandes projetos de colaboragao cientifica sdo largamente
financiados por motivos tecnolégicos, para obtermos sinais de uma fisica numa escala mais
fundamental.

Durante os anos de desenvolvimento desse trabalho, muitas ideias foram discutidas e
algumas ndo foram seguidas adiante. Dentre essas, destacamos duas linhas de pesquisa pos-
sivelmente interessantes, em conexdo com modelos de gravitacdo com violacdo de Lorentz,
que nao foram suficientemente explorados na literatura: a gravitacdo de Myers-Pospelov e
modelos de supergravidade com violagao da simetria de Lorentz.

Myers e Pospelov [150] propuseram a introdugao de operadores de dimensao 5, que mo-
dificam a relagdo de dispersdo para escalares, férmions e campos vetoriais. Essa abordagem
é fundamentalmente distinta da linha de pesquisa proposta por Coleman-Glashow [151] e
Colladay-Kostelecky [25, 26], que consideram apenas operadores de dimensdo 4 ou menor,
como deformagoes relevantes para o modelo padrao. Como exemplo, consideremos uma pos-
sivel deformacao do eletromagnetismo de Maxwell:

1 v f el
£= gl g Fu (0 0) v .

Essa agdo serve de toy-model para o estudo das propriedades de operadores de ordem 5
[152], e suas possiveis implicagoes no modelo padrao. E possivel estabelecer fortes restricoes a
magnitude do £ por meio de experimentos de baixas energias [150]. Isso corrobora, novamente,
a ideia que interagoes da escala de Planck e efeitos de gravitacio quénticas podem confrontados
com limites observacionais com a tecnologia disponivel atualmente.

O termo de Myers-Pospelov pode ser escrito como algo que pode ser visto como uma
inclusao do operador (v - 6)2 no termo de Chern-Simons. Usando como analogia ao termo
eletromagnético, podemos introduzir um termo de Myers-Pospelov gravitacional:

1 2
Lyp = 56“”"0\1})\1—\/[10 (U . V)2 <8VFZ/< + =T? T'¢ ) . (52)

g v kp

A presenca do termo (5.2) como deformacao da acao de Einstein-Hilbert pode trazer altera-
¢Oes significativas para a teoria. Baseados em alguns estudos preliminares, adiantamos que
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esse termo traz modificagoes significativas ao espectro da teoria e que situac¢es pouco conven-
cionais para as relacoes de dispersoes das particulas aparecem. Por isso, sugerimos um estudo
mais criterioso de efeitos gravitacionais classicos e dos possiveis consequéncias fenomenologicas
advindas desse termo.

Outra possibilidade interessante tange a supergravidade com violacdo da simetria de
Lorentz. Essa linha de investigacao foi bastante explorada dentro do contexto das teorias de
calibre abelianas supersimétricas. Em particular, foi proposta uma extensao supersimétrica
minimal para a acao tipo Chern-Simons,

1
Scg = 4/d4x6“"pgvuAprg, (5.3)

preservando a algebra supersimétrica usual em (143)-dimensdes nas Referéncias [111, 110].
Essa abordagem é fortemente motivada dada a origem dessa classe de modelos em teorias de
cordas — teoria em que a supersimetria é um componente essencial. Isso incita uma discussao
fundamental sobre as escalas de energia de quebra de supersimetria, Egygy, e da simetria
de Lorentz, Ey. Os trabalhos [111, 110, 153, 154] sugerem a possibilidade da violacao da
simetria de Lorentz através da condensacdo nao-trivial de campos componentes advindo de
teorias supersimétricas. Ja Colladay et al. [155] e Farias et al. [156] propde uma deformagao
da algebra supersimétrica permitindo uma estrutura para a violagdo da simetria de Lorentz.

A fim de estabelecer uma hierarquia entre as escalas de energia Egygsy e Eyp, sugerimos
a investigacdo do papel das quebras de supersimetria e simetria de Lorentz numa escala de
energia mais alta, onde os efeitos da supergravidade se tornam mais relevantes. A supergra-
vidade pode ser entendida como a teoria de calibre para as simetrias do espago-tempo e da
supersimetria [157, 158, 159, 160, 161]. Nesse contexto, a tetrada, €, € a conexao de spin,
wa, podem ser vistos como os campos de calibre para as simetrias do espago-tempo, enquanto
o gravitino, 1,* (campo nao-massivo real de spin 3/2), como campo de calibre da supersi-
metria. Portanto, julgamos conveniente, que seja realizado a supersimetrizacdo do modelo de
violagdo de Lorentz no formalismo de primeira ordem (em que a tetrada e a conexdo de spin
sao considerados campos independentes):

2
Log = eaﬁ'y‘sv(;(Ragawaab + gwabcwﬂc“w,yab), (5.4)

e nao no formalismo métrico como abordado nessa tese.

2

Para a realizacao dessa tarefa, um possivel caminho é através do estudo da extensio
supersimétrica do invariante topolégico de Pontryagin,

/ d'z/=gR, ., R, (5.5)

onde R,*wab = eadeRWCd. Esse objeto esta contido dentro do supermultiplete

Wap @ W, (5.6)

em que Wy € 0 supermultiplete de Weyl da supergravidade! [163, 164] e ® é o produto
tensorial no entre supermultipletes (vide [159]). Porém, estd demonstrado que, na camada

1 O multiplete de Weyl W3, ¢ um multiplete escalar da supergravidade de Einstein, que possui dois indices
de Lorentz locais a, b e um indice espinorial a. Este contém a curvatura de Weyl na terceira componente
conforme deduzido na Referéncia [162].
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de massa, o invariante topoldgico supersimétrico de Pontryagin é idéntico ao invariante nao-
supersimétrico (5.5) [163]. Portanto, para obter a supersimetrizacao do termo (5.4), podemos
deformar o supermultiplete W, ® W com um supermultiplete escalar S,

SWab ® web,

Esta tarefa foi realizada na Referéncia [165], com uma motivagdo e contexto completamente
distinto do que estamos propondo. O multiplete escalar .S pode atuar como um supercampo de
fundo, cuja condensacao dos campos componentes é responsavel por uma violagao da simetria
de Lorentz. Para realizar esse programa, deve ser feita uma anélise cuidadosa e criteriosa
dos calculos apresentados e estudar a estrutura da superélgebra de teoria. As consequéncias
desse modelo podem elucidar alguns aspectos importantes acerca da estrutura das simetrias
do espago-tempo.
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Apéndice A

Operadores de Projecao de Spin 3D e
Relacoes Tensoriais

Nesse apéndice, listamos os operadores de projegao de spin em 3D que foram construidos no
Capitulo 2 e algumas identidades satisfeitas por estes.

A.1 Operadores para Campos Vetoriais: A — A

Setor de Spin-0

o PAA (0),&1”/ = Wpir-

Setor de Spin-1

o P (+1), = ppss

o P (1) = 07
Identidades entre os Operadores

o PA(1) 5, = 0pp = P (1) + Py (-1

av 3%

Identidades Tensoriais

m = PA(0),, + P (1), (A1
kako =k PA4(0),,, (A2)
caoph? = iV (P{}A(H)W— 2@14(_1%). (A.3)

A.2 Operadores para Campos Tensoriais Simétricos de Rank-2:
h—h

Setor de Spin-0
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o P (0)45.56 = 301095
i P2th (0),1;);,3& = WppWpé s
* Plhzh (0),13;,3& = %%awﬁ&,
o P (O)ﬂy);ﬁ& = %Wﬂﬁeﬁ&-

Setor de Spin-1

* P1h1h (+1),m,,3(} = % (Papwos + Popwis + PasWop + PosWpp)

hh _ 1
° Py (—1),1&,,35— = 5 (Oppwos + OopWps + OpsWop + ToeWps) 5

hh _ 1. (A0 7o TN P RN
o Py (il)ﬂﬁ,ﬁ& = 5E4hh <pﬂaﬁww + pposwis + PposWop + pﬁaffw“p) oL

hh S D S B noFo oo oo\ kR
d P21 (:Fl)[m,ﬁ& - 557'7]5 <Uﬂpﬁwau + O'ﬂp&wpu + U,)pl[)wau + U,;pawpu) /12

Setor de Spin-0

o P ("‘2),11;7,@5 = PupPié

o P (=2)5 5 = Opp0io-

Identidades entre os Operadores

o P" (1) 45,55 = 5 (Oppwic + Oopwis + Opswip + Osewis) = Pl (+1) + Pl (=1),
o PM(2)45 55 = 3 0ppls6 + 0ps05p — 0p0056) = P (+2) + P33 (—2).

Identidades Tensoriais

Si g = 5 (o + Maaiog) = P (2) + PP (1) + P (0) + PI (0), ()
Naotpe = 2P1 (0) + V2P3' (0) + V2P (0) + P33’ (0), (A.5)
Kakimps + Koksnao = V2K* (PI (0) + P (0)) + 2k2 Pl (0), (A.6)
kakpnos + kaksnop + kokpnpe + koksnap = 2k P (1) 4 4k Pl (0) (A7)
knkokpks = K P3 (0), (A-8)

(eapaNos + ExppMps + EropNop + ErooNpp) K* =
2VR2 (Pl (+2) - Pi (=2) - Py (£1) + P (1)) (A.9)
(rpikivhs + Erpokisks + Eroikivhy + exovkihy) K* = 2KVRZ (— Pl (£1) + Pi (1))
A

Aqui, os indices i7; p& dos operadores P (.J) foram omitidos.

B,
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Apéndice B

Método Alternativo para Obtencao do
Propagador

A obtencdo dos propagadores para modelos gravitagdes com violagdo da simetria de Lorentz
atraves de um vetor de fundo foi considerado na Referéncia [51], porém com a utilizagao de
um método algébrico sem a decomposicao em operadores nos graus de liberdade. Portanto, é
valido verificar a consisténcia dos resultados obtidos com essa técnica distinta. Essa compa-
racao pode ser feita notando-se que o operador de Chern-Simons gravitacional pode se escrito
da forma:

M%PU = 1 V |: 2P14 MV,pU + 2P41 (2);1,11,;)0 - P23 (2>,uz/,po + P32 (2);u/,pa ' (Bl)

As expressoes para P, (2) foram definidas na Subsegao 3.3.2.

Tal decomposicao torna claro o fato, que nfo é tdo 6bvio a primeira vista, que o operador
Sw,ps € composto de duas componentes irredutiveis:

1
(TS);U/,IDJ = 5 (TMPSVO' + T/JO'SZ/p + TVpS/,LU + TZ/O‘S,up) (B2)
:—u&ﬂgﬂmww—gﬂmwmy
1
(HTS)uu,pa - 5 ((HHP - THP) SVU =+ (H,HU - THU) SVP + (91/p - Tup) S,LLO’ + (HVO' - Tl/O') S}Lp) (B3)

= —2ivy k2 |:P14 (2)uu,pcr — Py (2)uu,p0:| )

em que S e 7 sao dados por 3.25 e 3.28d, respectivamente ek?=(v- k)2 —v%k2. Além disso,
pode-se mostrar que outros dois operadores chave, (TS)W pg (HTS)iu,pov podem ser escritos
em termos de 6, 7 e S ou P, (2), de acordo com a conveniéncia:

1
(TS)W po — = kZ [2 (OupTvo + 0uoTvp + Tupbuo + Tuobup) — (TupTvo + TuoTup) (B.4)

= k: [Pm (2) w0 + P33 (Q)uww] '

=k [(Bup = Tup) (b — Tue) + (Buo — Tuo) (Bup — Twp)] — (SppSve + SuaSup)
(B.5)

(075)*

nv,po
:%ﬂaumwm+mumwmy
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Pode-se mostrar por inspegao direta que os operadores (B.2)-(B.5) satisfazem a seguinte
tabela de multiplicacao:

’ ‘ P(z)pgﬁ)\ ‘ (Ts)pam\ ‘ (Ts)ia,m ‘ (975),”,5,\ ‘ (975)20 KA
P2, | P@ 7S (r9)? 015 (075)?
(75) . po TS (19)? k2 (7S) 0 0
("o | (" | KE(rS) | K2 (75)° 0 0
(675) 100 075 0 0 (075)* | 4k2(675)
(075)5, 0 | (075)° 0 0 4k2 (07S) | 4k2 (675)*

Tabela B.1: Tabela de multiplicagdo dos operadores no setor de spin-2

Restringindo a discussdo para o setor de spin-2 somente, o problema de calcular os
propagadores é reduzido a resolugao de um problema de algebra linear

(a:P (2) +yrS + 2 (78)% + uhrS + v (67—5)2> (@P(2)+bS(2)=P(2),  (B.S6)

na qual a Tabela B.1 é bastante util. A solucdo geral desse problema é dada por:

1 b 1 b b 1 b?
T=—, Y= 55—>5, 2= —— , U= V= —— .
o YT k2 _ a2 a b2kZ — g2 AD2k2E — g2 @ 4022 — a2

(B.7)

Para o operador de onda (3.51) tem-se que a = %kz (a + Bkz) eb= % (qu + )\k4). Portanto
esse resultado coincide com o resultado obtido pelo método da base de projetores ortogonais
realizado na Secao 3.4.

Deve-se notar que, sem a definicdo de uma base ortonormal de operadores, existem algu-
mag ambiguidades em se escolher os blocos fundamentais que fecham a dlgebra de operadores,
tal como na Tabela B.1. Dessa maneira, tal procedimento pode resultar em operadores re-
dundantes que poe em risco a tarefa de inverter o operador de onda adequadamente. Outro
fato é que mesmo de posse dos propagadores, o uso de uma base nao ortonormal pode causar
dificuldades na interpretagdo dos modos propagantes. Conforme discutido na Secao 3.5, a
base de operadores nos graus de liberdade permite a separacdao do propagador em setores
independentes. Isso torna a identificagdo e interpretagao fisica dos modos propagantes mais
direta.
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Apéndice C

Relacoes Tensoriais entre Operadores
de Projecao para Gravitacao de
Horava-Lifshitz

Com o intuito de auxiliar o uso dos operadores em graus de liberdade e SO (3) para gravitacdo
de Hotava-Lifshitz, listamos algumas identidades satisfeitas por esses. A fim de evitar que a
notacao fique carregada, alguns indices dos operadores serao omitidos.

C.1 Operadores para Campos Vetoriais: N' — N'
Identidade entre os Operadores
PYN (1), = PN (1) + PN (177), (C.1)

ij

Identidades Tensoriais

0y = PN (0);; + PN (1), (C.2a)
kikj = K* Py (0 (C.2Db)
ekt = VI (PN (17), = PN (177),). (C.2)

C.2 Operadores para Campos Tensoriais Simétricos de Rank-2:
h—h

Identidade entre os Operadores

P (1) =PI (1) + P (177), (C.3a)
phh (2)ij0 = Pl (2t) + Py (27). (C.3b)
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Identidades Tensoriais
Sijel = 12 (0ixdj1 + 0105%) = P (2) + P (1) 4+ P (0) + P (0), (C.4a)
030k = 2P (0) + V2P (0) + V2P (0) + Ply (0), ( )
kiksdn + ki = V2k? (PR (0) + PA(0)) + 22 P3S 0), (Cc)
kikpOji 4 kikidp, + kikpou + kikidi = 22 P (1) + 4k2 PR (0) (C.4d)
kikikk = kPR (0) (C.de)

(epkidji + €pkjOit + €ptidik + €pdjOik) kP =

2Vk2 (2P1h2h (27F) = 2Pk (277) — Pl (1) + Pyt (1—+)) , (C.4f)
(é‘pkikjk:l + eprjkik + epikiky + Epdjkikk) kP =
22 VE2 (—P{gh (1t + Pl (r*)) . (C.4g)

C.3 Operadores entre Campos Tensoriais Simétricos de Rank-2
e Campos Vetoriais: h — N

Identidades Tensoriais

Pty (1+)¢j,k = P (17F) + PR (177), (C.5a)
Sijkr = V2k2PIY (0) + VE2 PR (0), (C.5b)
1 VEZ (N (gt hN (1—— VE2ZPIN (ot

C.4 Operadores entre Campos Vetoriais e Campos Tensoriais
Simétricos de Rank-2: N —h

Identidades Tensoriais

PN (1Y), =Pt (M) + RS (1), (C.6a)
kidj, = V2k2PN" (0) + VEZPE" (0), (C.6b)
1 Vk? -

5 (ki + krdis) = 7 (P?f\{h (1) + P (1 )) + VE2ZPN (0). (C.6c)
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Apéndice D
Publicacoes vinculadas a tese

e C. A. Hernaski, B. Pereira-Dias, A. A. Vargas-Paredes, Fztending the Spin Projection
Operators for Gravity Models with Parity-Breaking in 3-D, Phys. Lett. A374, 3410-
3415 (2010), arXiv:1001.2784 |hep-th]

e J. A. Helayél-Neto, C. A. Hernaski, B. Pereira-Dias, A. A. Vargas-Paredes, V. J.
Vasquez-Otoya, Chern-Simons Gravity with (Curvature)?- and (Torsion)?-Terms and
A Basis of Degree-of-Freedom Projection Operators, Phys. Rev. D 82, 064014 (2010),
arXiv:1005.3831 [hep-th]|

e B. Pereira-Dias, C. A. Hernaski, and J. A. Helayél-Neto, Probing the effects of Lorentz-
symmetry violating Chern-Simons and Ricci-Cotton terms in higher derivative gravity,
Phys. Rev. D 83, 084011 (2011), arXiv:1009.5132 [hep-th]

e A. Accioly, J. Helayel-Neto, E. Scatena, J. Morais, R. Turcati, B. Pereira-Dias, Some
interesting features of new massive gravity, Class. Quant. Grav. 28, 225008 (2011),
arXiv:1108.0889 [hep-th]

e B. Pereira-Dias, C. A. Hernaski, J. A. Helayel-Neto, Considerations on the Graviton
Ezcitation Modes of Hofava-Lifshitz Gravity, JHEP 1203, 013 (2012), arXiv:1111.5345
[hep-th]

e A. Accioly, B. Pereira-Dias, C. A. Hernaski, J. Helayel-Neto, New class of Spin Pro-
jection Operators for 3D models, Phys. Rev. D 86, 105046 (2012), arXiv:1207.5044
[hep-th]
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