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“Our aim as scientists is objective truth; more truth, more interesting truth,
more intelligible truth. We cannot reasonably aim at certainty. Once
we realize that human knowledge is fallible, we realize also that we can

never be completely certain that we have not made a mistake.”

The Logic of Scientific Discovery, de Karl Popper.
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Resumo

Dois estudos em Teoria Quantica de Campos sao realizados. O primeiro contempla as
Teorias de Ordem Superior, as quais sao ferramentas eficientes e bem conhecidas para
se lidar com as divergéncias que usualmente infestam, no ultravioleta, tanto modelos
eletromagnéticos como gravitacionais. Neste espirito, sao discutidos alguns aspectos
relativos a unitariedade ao nivel de arvore para a Eletrodinamica de Lee e Wick e para
a Gravitagao de Ordem Superior em Dimensoes Arbitrarias. A quantizacao candnica
da Eletrodinamica de Lee e Wick é também abordada. O outro estudo enfoca o Foton
Massivo: limites ao nivel de arvore e quantico para a massa desta particula — baseados,
respectivamente, em dados experimentais recentes referentes ao desvio de ondas de
radio pelo Sol e a0 momento magnético anomalo do elétron —, sao estimados.
Palavras-chave: Eletrodinamica de Lee e Wick; Gravitacao de Ordem Superior; Fé-
ton Massivo.

Areas de conhecimento: Teoria Quantica de Campos; Gravitagao.



Abstract

Two studies in the framework of quantum field theory are carried out. The first is
devoted to Higher-derivative Theories, which are efficient and well-known tools for de-
aling with the ultraviolet divergences that usually plague both electromagnetic and
gravitational models. In this vein, some aspects concerning the tree-level unitarity of
Lee-Wick Electrodynamics as well as Higher-Order Gravity in Arbitrary Dimensions,
are discussed. The canonical quantization of Lee-Wick Electrodynamics is contempla-
ted as well. The remaining study is focused on the Photon Mass: semiclassical and
quantum bounds on the mass of this particle — based respectively on recent experi-
mental measurements of the gravitational bending of radio waves by the Sun and the

anomalous magnetic moment of the electron — are estimated.



Introducao

A Teoria Quantica de Campos surgiu como uma teoria para a descricao dos cam-
pos quanticos relativisticos, sendo neste sentido uma extensao natural das ideias da
Mecanica Quantica e da Relatividade Restrita a Teoria Classica de Campos [1,2]. Sua
versatilidade e abrangéncia permiti aplica-la a uma variedade de processos fisicos, ja
que incorpora fenomenos que vao desde escalas astronomicas, como o cendrio inflacio-
nério do Big Bang [3-5], até distancias microscdpicas, como a estrutura atomica, entre
outros. O Modelo Padrao da Fisica de Particulas, sistema que descreve as particulas
fundamentais e suas interagoes, se inclue neste panorama. Suas predigoes teoricas,
como a existéncia dos bdsons mediadores e as trés familias de quarks e léptons, por
exemplo, foram testadas e confirmadas experimentalmente [6].

Apesar de seu grande sucesso, a Teoria Quantica de Campos apresenta alguns pon-
tos que quando olhados superficialmente parecem depor contra sua consisténcia. Senao,
vejamos. Na regiao do infravermelho (k — 0) os modelos fisicos divergem. Contudo,
esta dificuldade nao é vista como um defeito intrinseco da Teoria Quantica de Cam-
pos, mas sim algo devido ao formalismo perturbativo utilizado. No limite ultravioleta

(k — 00), por outro lado, os infinitos emergem devido ao fato que as particulas sao



excitagoes pontuais e as interagoes sao locais. O mecanismo de renormalizacao fornece
uma maneira para tratar estas singularidades, tornando assim a teoria finita [7].

Ao longo dos anos, diversas questoes foram discutidas e solucionadas no contexto
desta teoria quantica, enquanto outras permanecem ainda em aberto [8]. Muitas linhas
de pesquisas tém investido na possibilidade de novas propostas fora do escopo da Teoria
Quantica de Campos com o objetivo de resolver alguns destes problemas [9-11].

Neste trabalho foram realizados dois estudos no contexto da Teoria Quéntica de
Campos. No primeiro abordamos as Teorias de Ordem Superior, enquanto que no se-
gundo analisamos o Foton Massivo. No primeiro estudo verificamos através da analise
de dois casos especificos — oriundos um do eletromagnetismo e outro da gravitagao
—, se a popular conjectura sobre a impossibilidade de coexisténcia pacifica entre uni-
tariedade e renormalizabilidade em uma mesma teoria de ordem superior de fato se
aplica & situagdo em pauta [12-15]. No segundo estudo determinamos limites ao nivel
de arvore e quantico para a massa do féton, que nao sejam, como ocorre na literatura,
baseados apenas em célculos de ordem de grandeza mas sim em resultados provenientes
de célculos rigorosos realizados no ambito da Teoria Quantica de Campos [16-19].

Teorias de Ordem Superior foram introduzidas na Teoria Quantica de Campos com
a finalidade de tratar as divergéncias no ultravioleta [20-26]. Elas modificam as la-
grangianas usuais através de derivadas de ordem superior nos campos, alterando, em
decorréncia, o termo cinético e sao usadas geralmente como correcoes no limite de altas
frequéncias de uma teoria de mais baixa energia. Contudo, os novos termos cinéticos,
mesmo que associados a coeficientes com pequena magnitude, nao podem ser vistos
como uma mera perturbagdo do modelo inicial [27]. Sua presenga modifica a estrutura
da teoria através da adicao de novos graus de liberdade. Classicamente, mais graus de

liberdade implicam na necessidade de mais condicoes iniciais. Quanticamente, o pro-



pagador da teoria é alterado. Esses graus de liberdade adicionais melhoram aspectos
da renormalizabilidade [28-33] no regime de altas frequéncias, mantendo inalterado o
comportamento para valores baixos dos momenta. Contudo, teorias de ordem superior
padecem, em geral, de problemas de instabilidade, unitariedade e causalidade [34]. A
causa destas dificuldades esta intimamente ligada ao fato destas teorias nao possuirem
na maioria das vezes um minimo na energia [35], ou seja, nao é possivel construir um
vacuo estavel a partir do qual os modos de excitacao sao criados. O hamiltoniano ge-
rado possui, além de um espectro infinito de energia positiva, também um espectro de
energia negativa. Para a teoria livre, os modos de energia negativa estao desacoplados
dos modos de energia positiva, o que a primeira vista nao causa problemas. Contudo,
quando leva-se em conta a interacao, os estados ficam misturados, e a particula pode
decair em estados de energia negativa. Uma maneira de solucionar isto é associando
estados de norma negativa aos estados de energia negativa [36-38]. O prego a ser pago
é, grosso modo, a quebra da unitariedade do sistema. Mesmo possuindo em muitos ca-
sos inconsisténcias, teorias de ordem superior sao utilizadas na modelagem de diversos
processos extremamente importantes tais como, energia escura [39-41], lagrangianas
efetivas [42-44], reguladores ultravioletas [45-47], etc, além de modelos gravitacionais
4D renormalizaveis [48]. Derivadas de ordem superior ocorrem também em teorias mais
fundamentais, como Teoria de Cordas [49] e Teorias Nao-Comutativas [50].

Neste espirito, conforme ja mencionamos, analisamos a questao da unitariedade
versus renormalizablidade em teorias de ordem superior. Nesta investigacao utilizamos
dois modelos importantes: a Eletrodinamica de Lee e Wick e a Gravitacao de Ordem
Superior em Dimensoes Arbitrarias. Aspectos referentes a quantizacao canonica de
modelos eletromagnéticos de ordem superior também serao abordados.

O outro estudo diz respeito a determinacao de um limite superior para a massa



do féton. Como é amplamente conhecido, o eletromagnetismo de Maxwell é um dos
pilares da fisica. Testes relativos aos seus fundamentos sao, em decorréncia, de extrema
importancia uma vez que pequenos desvios dos valores preditos podem abrir caminhos
para novos paradigmas na fisica. Nesse sentido, a procura por uma eventual massa
associada ao féton é bastante bem vinda. Estas investigacoes constituem uma area
de pesquisa bastante importante e tém sido alvo de interessantes estudos no contexto
da eletrodinamica massiva. Procura-se, em geral, medidas que acusem a existéncia de
polarizacoes longitudinais, variacoes da velocidade da luz, desvios das leis de Coulomb
e Ampere, alteragdes no comportamento de campos estdticos, entre outros [51,52].
Apesar dos esforgos herciileos, até hoje nenhuma evidéncia no que refere a existéncia
de uma massa para f6ton foi observada [53]. Contudo, experimentalmente nao é possivel
afirmar que o féton tenha uma massa de repouso nula. Tudo que podemos afirmar é
que até os limites inferidos, nao ha nenhuma mudanga em relagao ao eletromagnetismo
usual.

No intuito de contribuir para esta discussao, estimamos dois limites superiores para
a massa do féton, utilizando medidas extremamente precisas. A primeira estd associada
ao momento magnético anomalo do elétron, um efeito puramente quantico, originado
das corregoes radiativas do espalhamento de elétrons por um campo magnético externo
e estdtico [54]. Atualmente, esta medida possui uma exatidao de uma parte em 10
[55], sendo o experimento mais preciso da fisica. A segunda medida estd associada ao
desvio gravitacional das ondas de radio pelo Sol. Utilizando os dados obtidos via VLBI
(Very Long Baseline Interferometry), calculamos um limite ao nivel de arvore para a
massa do foton usando o angulo de desvio das ondas de radio pelo Sol.

A bem da didatica, esta Tese estda dividida em duas partes. Na Parte I, sao dis-

cutidos alguns aspectos de renormalizabilidade e unitariedade das Teorias de Ordem



Superior, especificamente, da eletrodinamica de Lee e Wick e da Gravitagao de Ordem
Superior em Dimensoes Arbitrarias. A quantizacao com vinculos do eletromagnetismo
de Lee e Wick é também examinada. Na parte II, calculos concernentes a determina-
¢ao de limites superiores para a massa do foton sao realizados. Tanto o limite classico
quanto o quantico estimados foram incluidos no PDG [53]. Encerramos o trabalho
analisando a importante e interessante questao, ainda em aberto, concernente a uma
possivel incompatibilidade entre renormalizabilidade e unitariedade em teorias com
derivadas de ordem superior. Apresentamos também uma discussao sobre possiveis

extensoes dos resultados aqui elaborados.
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Parte 1

Teorias com Derivadas de Ordem

Superior

12



Capitulo

A Eletrodinamica Finita de Lee e Wick

Alguns aspectos da eletrodinamica de Lee e Wick sdo analisados: potencial nao-
relativistico, propagacao ondulatoria, limites para a massa da particula pesada de
Lee e Wick e o formalismo hamiltoniano. Sao apresentadas também discussoes sobre
renormalizabilidade, unitariedade, causalidade e quantizagao com vinculos para o

sistema em questao. Finalmente, sao tecidas consideracoes sobre a existéncia de

monopolos magnéticos neste modelo de ordem superior.

1.1 Introducao

A ambiguidade existente na manipulacao de expressoes divergentes para os sistemas
hadronicos - através de cédlculos perturbativos na eletrodinamica usual - fizeram com
que Lee e Wick propusessem, no final dos anos 60, uma nova eletrodinamica quantica,

cuja acao era:

1 1 ,
S = /d4x [—ZF3V+ SOt PFy |, (1.1)

onde F,, (= 0,A, — 0,A,) é o field strength e M(> 0) é um parametro de massa.

A diferenca de massa finita que era observada experimentalmente nos laboratorios
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nao era obtida nos calculos tedricos, cdlculos estes que divergiam quando inseridos no
contexto da eletrodinamica usual. Entre as varias propostas, a mais natural era supor
que a diferenca nas massas devia-se unicamente a interacao eletromagnética, uma vez
que os infinitos - associados aos comutadores a tempos iguais entre o operador de
corrente e suas derivadas - ndo poderiam ser removidos pelas interacoes fortes [1-3].

A eletrodinamica quantica, por sua vez, fornece resultados extremamente precisos
para as medidas experimentais, como a anomalia do momento magnético anomalo
do elétron, entre outros. Contudo, embora consistente do ponto de vista tedrico, esta
eletrodinamica apresentava discrepancias em relacao aos dados observacionais no limite
de altas energias. Sendo assim, uma proposta de modificacao da teoria em vigor deveria
levar em conta os bons aspectos do eletromagnetismo de Maxwell e alterar o sistema no
setor no qual os problemas se apresentavam. Isso implicava uma alteracao no regime
de altas frequéncias a fim de eliminar os infinitos. Levando-se em conta estes aspectos,
Lee e Wick propuseram a alteracao da eletrodinamica através da adicao de um termo
cinético de ordem superior nos campos [4-6]. Esta proposta dd ao regularizador de
Pauli-Villars o status de um grau de liberdade adicional, introduzindo assim uma escala
de comprimento no modelo. Esse novo modo de excitacao modifica o comportamento
do propagador usual através da adigao de um poélo massivo. Como consequéncia, seu
comportamento no ultravioleta fica mais suave, tornando a eletrodinamica de Lee e
Wick finita.

Contudo, foi a Cromodinamica Quantica a responsavel pela resolucao do problema
das diferencas de massas nos multipletos, colocando desta maneira o modelo de Lee e
Wick no ostracismo por quase trés décadas. Entretanto, em 2008, Grinstein, O’Connell

e Wise construiram uma extensao do Modelo Padrao baseado nas ideias originais de

Lee e Wick [7]. O Modelo Padrao de Lee e Wick (MPLW) [8-20] é uma generalizagao
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nao-abeliana da eletrodinamica de Lee e Wick, onde cada campo do Modelo Padrao
tem associado um termo cinético de ordem superior, correspondendo assim a uma res-
sonancia massiva. Estes parametros livres sao os tinicos graus de liberdade adicionados
ao modelo.

Devido a invariancia de gauge, os termos de ordem superior induzem o aparecimento
de novas interagoes, o que acaba gerando, no maximo, divergéncias logaritmicas no que
diz respeito as correcoes radiativas. Isto implica, entre outas coisas, que o problema
da hierarquia tem uma solugao natural no contexto do MPLW. Contudo, para que isto
seja possivel, é necessario que as massas das particulas de Lee e Wick (cuja origem
foge ao escopo do MPLW) sejam da ordem de TeV [21]. Diferentemente do modelo
abeliano, o MPLW nao ¢ finito.

Uma vez que a eletrodinamica abeliana de Lee e Wick é a pedra fundamental sobre
o qual o MPLW é construido, aspectos relativos aos seus fundamentos sao de extrema
importancia no seu entendimento. Sendo assim, estudamos algumas propriedades deste
sistema de ordem superior, como a possibilidade da renormalizabilidade e da unitarie-
dade coexistirem num mesmo cenario, além de um estudo da quantizacao com vinculos
a la Dirac. No entanto, a fim de nos familiarizarmos com o modelo, vamos primeiro
analisar uma série de pontos importantes do citado sistema.

Ao longo de todo o capitulo, utilizamos o sistema natural de unidades (A = ¢ = 1);

a métrica por sua vez foi escolhida com a assinatura (+1,—1,—1,—1).
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1.2 O Modelo Abeliano de Lee e Wick

O eletromagnetismo abeliano de Lee e Wick ¢ definido pela densidade de lagrangiano

1 1
L=—-F?
TRy Ve

O F, 06 F?, (1.2)

o que claramente mostra que o lagrangiano usual de Maxwell é alterado pela adicao
de um operador cinético de dimensao 6, ou seja, através de derivadas de quarta ordem
Nnos campos.

As equagoes de campo, em decorréncia, assumem a forma:

(1 + %) o Fm = Jv, (1.3)

O F" = 0. (1.4)

Consequentemente, as equacoes com fonte sao alteradas, enquanto que as equagoes
homogeéneas coincidem com as usuais identidades de Bianchi do eletromagnetismo or-
dindrio. Mais derivadas nos campos, no entanto, implicam nao s6 em mais condicoes
iniciais mas também no aparecimento de instabilidades [22]. Entretanto, estas instabi-
lidades podem ser evitadas através de condicoes de contorno no futuro que impecam o
crescimento exponencial de certos modos [4-6].

O propagador é obtido como de héabito via a adicao de um termo de fixagao de
gauge (—x (8,4*)%), sendo dado por:

M? ko, kuk,

wae I |~ =N A (1.5)

Dlu/(k) = kz M2

O conhecimento dos graus de liberdade que o modelo carrega é aspecto fundamental
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no entendimento de qualquer teoria quantica. Uma maneira de realizar esta analise, é
através da contracdo do propagador com correntes externas conservadas j*(k). Reali-

zando esta contragao, obtemos:

2 2
. » J J
M = j#(k) Dy (k)5 (k) = e tE e (1.6)
Levando-se em conta que j2 < 0 [23-25], concluimos que existem dois pélos na
regiao fisica:

ResM(k* =0) >0, ResM(k* = M?) < 0. (1.7)

A anélise destes pdlos nos mostra de imediato que o modelo carrega dois modos
de excitacao de spin-1 na concha de massa: um de massa de repouso nula e outro
massivo. O grau de liberdade massivo possui residuo negativo, o que traz uma série
de consequéncias desagradéaveis [26]. Na escala quantica, hd a perda do minimo de
energia implicando no aparecimento de estados de norma negativa (ghosts). Lee e
Wick contornaram este problema impondo que a particula massiva deveria decair de
maneira a nao interferir no espectro de particulas [4-6]. Desta modo, o modelo recupera
a unitariedade.

Outro aspecto fundamental na construcao de uma teoria quantica diz respeito a

renormalizabilidade. Escrevendo o propagador, resulta:

M? v v
— _HL+7T]“ (1.8)

Dl“’(k) - kQ(kQ _ Mz)nl“’ k2 k2 — M2

Isto mostra, que o propagador de Lee e Wick sem os termos que se anulam quando
contraidos com correntes conservadas nada mais é que uma combinacao do propaga-

dor usual de Maxwell com o propagador de Proca com o sinal trocado. O primeiro
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termo é renormalizdvel por contagem de poténcias. O segundo, apresenta um mau
comportamento no limite ultravioleta (k — oo). Teorias vetoriais massivas nao se
aproximam assintoticamente de zero. Contudo, existem duas excegoes a esta regra: (i)
teorias de gauge com quebra espontanea da simetria e (ii) teorias com bdsons vetoriais
neutros acoplados a correntes conservadas [27-30]. A condigao (ii) garante a renorma-
lizabilidade do modelo. A eletrodinamica de Lee e Wick apresenta portanto melhor
comportamento assintotico quando comparada com a eletrodinamica usual, ja que seu
propagador cai com k* [31].

O potencial nao-relativistico de Lee e Wick, por sua vez, apresenta um compor-
tamento curioso. De fato, j4 que o propagador de Lee e Wick pode ser visto como a
diferenca entre o propagador de Maxwell e o propagador de Proca quando contraido

com correntes conservadas, concluimos que:

U(?") = U(T)(Coulomb)_U(T)(Yukawa)
2

= —%[1 — exp{—Mr}], (1.9)

o que implica nas seguites propriedades:

e Diferentemente do potencial de Coulomb e do potencial de Yukawa, U é finito na

origem (U(0) = —£M),

Am

e U reproduz o potencial Coulombiano para grandes distancias (r — o0), como era

de se esperar.

e Para pequenas distancias (r — 0), U difere significativamente do potencial de

Coulomb.
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Figura 1.1: O POTENCIAL U (EM UNIDADES DE {-), COMO FUNGAO DA DISTANCIA
R. A LINHA PONTILHADA REPRESENTA O POTENCIAL DE COULOMB NAS MESMAS
UNIDADES.

1.3 Propagacao Ondulatéria na Eletrodindmica de

Lee e Wick

Na eletrodinamica de Lee e Wick, o potencial A* obedece as equagoes

O
(1 + W) (OA” — 879, A") = 0, (1.10)

que no gauge de Lorentz reduzem-se a

(1 + %) 0AY = 0. (1.11)
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A fim de encontrarmos as relacoes de dispersao passamos para o espago dos momenta
via o ansatz A”(r) = AYe~**_ Levando este resultado em (1.11), obtemos prontamente

que

(1 - A’Z—Z) k* = 0. (1.12)

Como k* = (w, k), podemos reescrever esta equagdo como
2 k2
(w? — k?) [“’7 - 1] = 0. (1.13)

A equagao (1.13) admite duas classes de solugao. A primeira familia é a das solugoes
usuais da eletrodinamica para as quais vale a relagao de dispersao w = |k|. A outra

familia satisfaz a relacao k? = w? — M2, que pode ser colocada na forma mais familiar

k| = \/w? —w? (1.14)

com wp = M. Esta equacao descreve ondas eletromagnéticas propagando-se através

de um plasma sem colisoes [32-34] com um comprimento de atenuacao 0 = w—lp = ﬁ
muito pequeno ! [35-37].

Examinando a equagao (1.14) vemos que |k| é real somente se w > wp. Se w < wp,
|k| é um nimero imaginario puro, tais modos nao se propagam e sdo chamados de

modos evanescentes

Podemos agora determinar as velocidades de grupo e fase para os modos dispersivos

'Vamos estimar nesta e na préxima secdo valores para M, o que nos permitird constatar que
0 << 1.
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Figura 1.2: RELAGOES DE DISPERSAO PARA A ELETRODINAMICA DE LEE E WICK
A LINHA CONTINUA DENOTA O MODO PROPAGANTE E A LINHA TRACEJADA REPRE-
SENTA A PARTE IMAGINARIA DO MODO EVANESCENTE.

propagantes. A velocidade de grupo é dada por

ow

k|
=——=— 1.15
Ug 8|k‘ w ) ( )
ao passo que a velocidade de fase é determinada pela relacao
w
v, = —
"k

(1.16)

Analisando (1.15) e (1.16) concluimos que v, < 1 e v, > 1, 0 que concorda com

a ideia que estamos perseguindo de ser esta propagacao eletromagnética analoga a
propagacao de ondas eletromagnéticas num vacuo tipo-plasma.

Das consideracoes anteriores conclui-se que M é um cutoff para o modelo de Lee

e Wick. Seria fundamental, portanto, estimar um limite para este parametro. Exami-

nemos, com este intuito, o potencial dado pela equacao (1.9). O fato deste potencial
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ser finito quando r — 0 é uma indicacao de que a auto-energia e a massa eletromag-
nética de uma particula carregada puntiforme na teoria de Lee e Wick sao finitas. Na
realidade, como argumentaremos abaixo, no ambito desta teoria nao s6 a massa ele-
tromagnética é finita, como o célebre problema dos 4/3 da eletrodinamica de Maxwell
encontra uma resolucao natural.

A equacao de movimento de Newton relativa a uma carga estendida no contexto do

modelo de Abraham-Lorentz é dada por [33]

4 2
—meV — —e*V = Fou, (1.17)
3 3

onde v, m, € e sao, respectivamente, a velocidade, a massa eletromagnética e a carga da
particula, e F.,; é a forca externa aplicada ao elétron. Supomos aqui que no referencial
de repouso instantaneo da particula, a distribuicao de carga é rigida e esfericamente
simétrica. Além disso, supomos também a auséncia de massa mecanica. Evidentemente
a massa eletromagnética entra com o coeficiente errado em (1.17). Por esta razao o
fator 4/3 tem sido fonte de acirrados debates. Uma possivel saida para esta dificuldade,
entre outras, é calcular a auto-forca que atua numa particula puntiforme carregada no
contexto da eletrodinamica de Lee e Wick em pequenas distancias. Neste caso a massa
eletromagnética entra na equagao de movimento em uma forma consistente com a
relatividade especial; e mais, a equacao de movimento correta nao exibe nem runaway
solutions nem comportamento acausal, quando o cutoff (= ﬁ) é maior que o raio
cldssico do elétron [38,39]. Consequentemente [ > 1.4 x 1071 m, o que nos permite

concluir que M < 141 MeV.
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1.4 O Momento Magnético Anémalo do Elétron

A concordancia entre teoria e experimento até a décima primeira casa decimal no que
concerne ao momento magnético anéomalo do elétron torna a eletrodinamica quantica
uma das teorias mais confiaveis da fisica. Por isso, é natural utilizar este resultado na
determinacao de um limite superior para a massa da particula pesada de Lee e Wick.
A ideia consiste basicamente em calcular o momento magnético do elétron no contexto
do modelo de Lee e Wick e comparar o resultado obtido com aquele da eletrodinamica
usual [40]. O momento magnético anémalo do elétron provém da corregao de vértice

para o espalhamento do elétron por um campo magnético externo estatico. No limite

Figura 1.3: CORRECAO DO VERTICE DEVIDO A UM ELETRON ESPALHADO POR UM
CAMPO EXTERNO.

q — 0, o fator giromagnético é dado por [41]:

g =2[1+ F5(0)] (1.18)

O fator de forma (F»(0)) corresponde a um deslocamento do fator giromagnético

(F»(0) = £52). A expressio geral é totalmente dependente do modelo, e para o caso de
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Lee e Wick ¢é dada por:

o0 2
FQ(O) = g/ dOZldOszOzg(S(]_ — ZO(Z) |: il - (11(052 + Oé3) s (]_]_9)
0

T ay+ag (o + o)+

2 , ~
onde € = {55, sendo m a massa do elétron. Chamamos atengao para o fato de que o

termo kQ(k]Q”ifMQ) [—(1 —A) k;'j“ — )\k]‘\‘ﬁ] que aparece em (1.5) nao contribui para o fator

de forma porque o propagador aparece sempre acoplado com correntes conservadas.

Integrando a expressao acima primeiro com respeito a as e, apds, em relagao a as,

obtemos
1 -«
Q@ ! o a1(l— o)
F0) = — d d — 1.20
0 = 2 o [ e [ O (1.20)
1 2
Q@ o
= — [ d ! : 1.21
71-/0 a1a1+€<1_a1)2 ( )
Contudo,
/d i e p a1 =20+ (1.22)
x = —— nlex® 4+ x(1 — 2¢) + € .
ex? + x(1 — 2¢) + € € 2¢
1+2%—4e, |A-B
+ In 1.23
2€2/1 — 4e A-l—B' (1.23)
onde A =2ex+1—2ce B=+/1—4e. Segue-se entao que
1 1-2 1+2¢2—4 1++v1—4
F(0) = & |2 4 = e 4 =€ %n( i 6)] (1.24)
T € 2¢? 2e2y/1 — 4e 1—+/1—4e
Lembrando que € << 1, o que implica que
1+2e2—4 1 — 2¢ + 5¢
+ Ze € € + o€ (1.25)

2e24/1 — 4e - 2¢2 ’
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1+v1-—-4 20¢3 4
In (¥) - l Oe” | 35¢ lne} : (1.26)

2+3+ — + —+
1—/T—4e

3 2
chegamos a conclusao que o fator de forma é dado por:

« 2 rm\?2 25 m m\4 m\ 6
F %—1——(—) —2 (24 <—> (—) o) <—> .7
2(0) QW[ 3\ (12+"M ) TO\\ar (1.27)
O primeiro termo na expressao acima € igual aquele calculado por Schwinger em
1948 [42]. Atualmente, este valor é calculado até a®. O segundo termo é a correcao
mais importante relacionada ao parametro M da eletrodinamica de Lee e Wick. Cal-

culos recentes no contexto da eletrodinamica quantica para o fator de forma do elétron

fornecem

F5(0) = 1159 652 181.13(.84) x 107" (1.28)

onde as incertezas associadas a medida provém em sua maior parte dos melhores valores
para a constante de estrutura fina o nao advindos da eletrodinamica quantica. O valor

experimental atual é [43]
F5(0) =1 159 652 180.73(0.28) x 10~ 2. (1.29)

A concordancia entre teoria e experimento é de uma parte em 10''. Como con-
sequéncia,
2/m

= (M)Q <1071, (1.30)

Assim, um limite inferior para a massa da particula pesada de Lee e Wick é M =~ 132

GeV. Vale ressaltar que este célculo é puramente quantico (proveniente de loops).
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1.5 Unitariedade Semiclassica e Acausalidade

Modelos dotados de norma negativa apresentam sérias dificuldades em relagao a uni-
tariedade. Para ilustrar este problema, analisaremos o espalhamento elétron-pdsitron
semiclassico. A fim de facilitar a descricao deste processo, apelamos para o formalismo
de campos auxiliares. Esta técnica tem a vantagem de eliminar os termos cinéticos
de ordem superior através da introducao de campos auxiliares, reduzindo a densidade
de lagrangiano a termos puramente quadraticos nos campos. Para tanto, definimos o
campo auxiliar como se segue:
_8,\FA“

2= (1.31)

Inserindo o resultado anterior em (1.2), a densidade de lagrangiano assume a forma:

1 1 1
L=—"F2 —~7M"F,, —~M*Z

15— 3 5 .. (1.32)

Com a ajuda do campo auxiliar Z* as equagoes do modelo de Lee e Wick reduzem-
se a um conjunto de equagoes de segunda ordem nos campos A* e Z*. Uma vez que as
duas descrigoes fornecem as mesmas equacoes de campo quando as devidas substituicoes
sao efetuadas, conclue-se que as duas abordagens sao equivalentes. O fato dos termos
cinéticos estarem misturados dificulta a interpretacao fisica. Esta dificuldade pode ser
contornada, no entanto, redefinindo-se o campo A* como A* = B* + Z*. O resultante

lagrangiano assume, em decorréncia, a forma

1 1 1
L=—-B — |-—=Z% +-M*Z

2
1 B 14wt 3 | (1.33)

A densidade de lagrangiano escrita desta forma nos diz basicamente que o modelo
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tem distintos comportamentos em diferentes escalas de energias. Em baixas energias,
o foton de massa nula domina a descricao do sistema, reproduzindo assim os resultados
da eletrodinamica quantica usual. Em altas energias, por sua vez, o modo massivo ¢é
excitado implicando em correcoes aos observaveis fisicos no regime de altas frequéncias.
Isso concorda com a ideia inicial de Lee e Wick que consistia em introduzir correcoes
na eletrodinamica quantica apenas no ultravioleta.

E interessante notar também que no formalismo adotado, a componente de massa
nula mantém a estrutura de gauge, enquanto o modo massivo viola esta condicao.
Embora o propagador de Lee e Wick contenha duas particulas virtuais de spin-1, a
nocao de que ambas possam atuar independentemente uma da outra nao é correta. De
fato, os campos auxiliares nao podem ser tratados independentemente, uma vez que
ambos estao correlacionados via o campo A, o que claramente mostra que darmos
a estas duas particulas virtuais status de particulas livres, nao faz sentido. Para o
caso do campo de Lee e Wick A*, no formalismo usual, nao é possivel, por exemplo,
criar estados assintéticos onde um dado campo carregue mais de uma particula em sua
propagagao. Em Teoria Quantica de Campos, os estados in e out estao associados a
campos — representacoes irredutiveis do grupo de Lorentz —, sendo que cada campo
esta associado a uma unica particula excitada. Desta maneira, nao é possivel construir
particulas quanticas livres no modelo de Lee e Wick. Contudo, a mesma pode ser
pensada como uma teoria para a mediacao de interacoes, onde esta é realizada através
do campo eletromagnético de Lee e Wick. Na verdade, tudo que podemos dizer é que
em determinados niveis de energia, uma ou outra componente do campo é mais rele-
vante no processo de interagao. A nao existéncia de particulas livres é, em geral, uma
caracteristica das teorias com derivadas de ordem superior. Em gravitacao de ordem

superior, por exemplo, como discutiremos no préximo capitulo, o propagador contém
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trés particulas virtuais. Obviamente, nenhuma destas particulas pode ser considerada
uma particula livre.

O propagador associado a particula de massa de repouso nula, a menos de termos
que se anulam quando contraidos com correntes conservadas, coincide evidentemente

com o propagador de Maxwell

o
Dyu(k) = =22, (1.34)

ao passo que o propagador relacionado a particula pesada de Lee e Wick reproduz o
propagador de Proca com o sinal trocado

m
DY (k) = 55 (1.35)

No espalhamento elétron-pdsitron semicldssico, quando a massa da particula de
Lee e Wick excede as massas do par elétron-pésitron (M > 2m,), o pélo de residuo
negativo surge na regiao fisica. A fim de evitar esta catdstrofe, a ressonancia precisa
ter uma massa extremamente grande de modo a decair em particulas fisicas [26]. Com
o fito de analisar esta possibilidade, consideraremos inicialmente o propagador exato

da particula pesada de Lee e Wick,

LW _ Nuv Nue 250 (1.2 UL
D;w (k’) = k2 _ M2 + /{Z2 — M2 (6 Z (k’ ))m + ... (136)

Umy
= ) 1.
k2 — M? + 2% (k2) (1.37)

No pico de ressonancia, este propagador assume a forma

DLW — nl“/ 1.
v (K) 2 _ M2 —iMT (1.38)
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onde I' é o fator de decaimento. O sinal de menos no propagador da particula pesada
de Lee e Wick faz com que o termo ¢MT" entre com o sinal errado. Fisicamente, isto é
fonte de diversos problemas. Este sinal, no entanto, pode ser absorvido na defini¢cao do
fator de decaimento (I — —I"). Contudo, isso implica que a ressonancia de Lee eWick
decai antes mesmo de ser produzida, ou seja, tem uma probabilidade I'dt de decair
num intervalo de tempo —dt [7]. Consequentemente, o modelo apresenta violagoes da
causalidade ao nivel microscépico. Contudo, se a matriz de espalhamento é unitaria,
isso nao é motivo de maiores preocupacoes. Uma vez que a unitariedade é mantida,
os estados assintoticos apds o espalhamento sao compostos unicamente de particulas
estaveis e nenhum paradoxo surge [26]. Comportamento similar ocorre na Mecanica
Quantica quando analisamos a questao do determinismo dos processos fisicos. Com o
advento do formalismo quantico, ficou claro que o carater deterministico dos sistemas
era uma propriedade puramente classica. Uma situacao similar acontece aqui. De
acordo com a proposta de Lee e Wick, a causalidade nada mais é do que um fenémeno

que emerge do mundo classico.

1.6 O Decaimento da Particula Pesada de Lee e
Wick

O principal argumento em defesa da unitariedade ao nivel de arvore do modelo de Lee
e Wick baseia-se no fato de que a particula massiva virtual deve decair em léptons
carregados, léptons estes que se encontram na concha de massa. Este fenomeno ocorre
no regime de altas frequéncias; portanto, quando o modo de excitacao massivo virtual

domina o comportamento do modelo.
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Figura 1.4: DECAIMENTO DA PARTICULA PESADA DE LEE E WICK EM DOIS LEP-
TONS CARREGADOS.

Na realizacao do cédlculo do decaimento em questao, adotaremos o formalismo de
campos auxiliares desenvolvido na secao anterior, o que permite escrever a densidade

de lagrangiano de Lee e Wick como

1 1 1
L=—-B> — |—-=72 + —M?*Z

2
1 B 14wt 3 - (1.39)

Como discutido anteriormente, esta prescricao nos mostra que o modelo de Lee e
Wick apresenta comportamentos distintos em diferentes regimes de energia. No in-
fravermelho, seu comportamento é similar ao caso da eletrodinamica de Maxwell. No
ultravioleta, ou seja, em pequenas distancias, o ghost massivo domina a dinamica do
sistema, fazendo com que o modelo de Lee e Wick comporte-se de maneira semelhante
ao eletromagnetismo de Proca, mas com sinal trocado. Consequentemente o propaga-

dor do modelo de Lee e Wick contraido com correntes externas conservadas tende no
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limite assintético (kK — oo) ao propagador de Proca com o sinal trocado, ou seja,

_ —Nuv —Nuv Um
Dwh) =3~ =13 7p = o (1.40)

O decaimento da particula de Lee e Wick s6 é possivel na escala de energia préxima
a massa do modo de excitagao virtual. Neste limite, como ja foi explanado, a dinamica
do campo de Lee e Wick é totalmente dominada pelo ghost, e os efeitos relativos a
particula de massa de repouso nula virtual nao sao relevantes e podem ser omitidos
dos calculos do decaimento.

Para realizarmos os calculos referentes ao decaimento precisamos acoplar o campo
Z" com correntes externas conservadas leptonicas j#(k). Desta maneira, obtemos a

seguinte expressao para o decaimento da particula pesada de Lee e Wick

d*q 54 n L 2

!
A,8,8

onde a amplitude de espalhamento M obedece a relacao
M = ee, (k, Na(q, s)v*vr (¢, s'). (1.42)

Calculando agora o médulo ao quadrado desta amplitude e somando sobre os graus

de spin, resulta

STIMP =S €k, N, )v o (ds s )eu (ky N ()7 (g, )

! !
A, 8,8 A, 8,8

<Z €k, Ney(k, N) ) (Z wi(q, s)uy(q, s )fy“ (Z v (g, s oy (d, s’)) 7 (1.43)

A
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As relagoes de completeza para os modos de polarizacoes do béson vetorial massivo

e dos 1éptons fornecem, por sua vez, as seguintes relagoes

kK,
Z 6H<k7 )‘)€V<k7 )\) = TNw =+ #7 (144)
A

S wala, S)asla. s) = (4 +m), . (1.45)
S vald )s(d ) = (¢ —m) (1.46)

que quando inseridas na amplitude quadratica, nos permitem concluir que

> v = {—mw + k]‘\‘ﬁ”} tr { (¢ +mu) v (¢ —mi) 7"} (1.47)

!
A,8,8

Utilizando, por sua vez, as propriedades do trago das matrizes-y, obtemos

> M = 4e? [ 2(q-¢) +4[mi + (¢- )] + %[ (¢-k)(q - k) = k*(mi +q - ¢')]

e (1.48)
Apelando para a conhecida expressao que relaciona a energia e o momentum de

uma dada particula, k2 = M2, podemos reescrever a equacao anterior com se segue

8¢? , 1
Z IM|* = P l(q k)¢ k) + ZM2(M2 + 4m$)] . (1.49)
A,8,8’

Consequentemente, o fator de decaimento I' para a particula pesada de Lee e Wick

assume a seguinte forma

1%2 Ms/ /;iqo 0"k —q—q) [(q'/f)(q/'k)+iM2(M2+4m12)}. (1.50)
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Resolvendo esta integral, encontramos finalmente o fator decaimento da particula
pesada de Lee e Wick no referencial de repouso, ou seja,

62 m2 m2
D= —My\/1—-4—L (1+2—L)0(M —2m,). 1.51
487 M?( * M?) ( m) (1.51)

Por outro lado, tendo em conta que M > 2m;, concluimos que
I'~ —M. (1.52)

E importante ressaltar que o tempo de meia vida 7 do bdéson massivo virtual de
Lee e Wick abrange os canais associados a todos os léptons (I = e, e 7). E mais,
em processos de colisao, ha também a possibilidade de decaimento em hadrons. Em
decorréncia, o fator de decaimento total é maior que a soma dos fatores de decaimento
associados aos léptons (I'r > 3I';). Assim sendo, concluimos que o tempo de meia vida

da particula de Lee e Wick é dado por

1 167
T=o<

PT 62 M

(1.53)

Utilizando as estimativas recentes para os valores da massa do béson vetorial virtual
de Lee e Wick (M =~ 132 GeV), concluimos que o tempo de meia vida em questao
obedece & relacio 7 < 1072%s. Consequentemente, o tempo de meia vida associado
ao decaimento da particula de Lee e Wick é extremamente pequeno, o que implica
que ele nao pode ser observado diretamente pelos aceleradores atuais. Seus efeitos,
contudo, poderiam ser observados como ressonancias na colisao de particulas altamente

energéticas como, por exemplo, o espalhamento elétron-pésitron.

33



1.7 Equivaléncia Entre os Diversos Lagrangianos
Utilizados para a Descricao do Modelo de Lee

e Wick

O lagrangiano é um objeto matematico de grande utilidade na construgao — no ambito
da fisica — de teorias covariantes; sendo de crucial importancia no caso da Teoria
Quantica de Campos uma vez que € a partir dele que construimos o propagador. Este,
por sua vez, é de fundamental importancia na analise dos aspectos quanticos da teoria
tais como espectro de particulas, processos de espalhamento, decaimento de particulas,
entre outros. Por outro lado, o modelo de Lee e Wick é definido na literatura utilizando-
se duas lagrangianas que, a primeira vista pelo menos, nao parecem ser equivalentes.

Transcrevemos abaixo as lagrangianas em apreco:

1 1

L — _Zpiy — mFHVDF'LW7 (154)
1

L = —Zij + 537 O, F"OMFy,. (1.55)

Vamos mostrar que estas lagrangianas que aparentemente parecem ser inequivalen-
tes, sao na realidade equivalentes.

Partindo de (1.54) e utilizando a identidade de Bianchi para o tensor de Maxwell,
ou seja,

WFw +0,F) +0,Fy\, =0,
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obtemos,

L= - ]\142F OF* =9 {— 1 Alﬂ F*%’AFW] A w0 F
= 4M28AFW8AF“” 4]\142@@” [—0" " — " F]
= 3 MQa PO F = 5 MQa FI" O F)y,
= 4 M28 PO F = 5 Mza F"™OFy,
= 2M28 F'ONEy,,.

Como de praxe, na obtencao deste resultado apelamos para o Teorema de Gauss a fim
de eliminarmos os termos de derivadas totais.

Concluimos, portanto, que as duas lagrangianas em questao sao equivalentes a
menos de derivadas totais, o que implica que ambas levam as mesmas equagoes de

campo e ao mesmo propagador.

1.8 Sistemas Vinculados de Ordem Superior

Apresentamos agora, de passagem, os principais ingredientes relativos ao formalismo
hamiltoniano no caso especifico de uma teoria eletromagnética de ordem superior. O
mecanismo de incorporacao dos vinculos é explanado utilizando como paradigma a
eletrodinamica de Maxwell, que é um sistema de primeira ordem na lagrangiana .
Na realidade, o procedimento adotado para a incorparacao dos vinculos independe da
ordem da lagrangiana do sistema,

Consideremos, para fixar ideias, uma teoria com derivadas de ordem superior defi-
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nida pela densidade de lagrangiana
= L(An, 08An, 0,054A,), (1.56)

onde A, é um campo vetorial. Modelos com derivadas de ordem maior que a segunda
podem ser tratados de maneira andloga a que serd aqui apresentada.
As equacoes de campo para o modelo em questao sao obtidas através do principio

variacional usual,

to
59 :/ dt/d3x5L =0, (1.57)
t1

e levando em conta que nos instantes t; e t5 0 sistema seja caracterizado por

5Aoz(t1) = 5Aoz(t2) = 07 (158)
6A4(t) = 6A4(ts) = 0. (1.59)
De (1.56) e (1.57), obtemos
oL oL
3 N
/ dt/d [ Ot +aﬁayaaﬁavAJ5Aa

oL
3 . o~
/ dt/d |:85 ( 85 (514&) 285 (878878614&(%‘%)
+ 0,0 ( )}
7P\ 00,05A,
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£ oL oL oL
dt | & - 9% 1sA
/tl / X[aA %gaa. T gae A | O

+ [ a_ﬁ(w 0L 54"
0A, aa A,
oL .
+ 8ta—A.a §AL? + } (1.60)

Em decorréncia do resultado anterior, as equacoes de campo relativas a densidade

de lagrangiana (1.56), assumem a seguinte forma

oL 0L 0L

94, %aa,4. T 955,04

—0. (1.61)

Por outro lado, a passagem do formalismo lagrangiano para o formalismo hamil-
toniano requer a introdugao dos momenta canonicos. Em geral, estes momenta sao
determinados a partir do tensor de momentum-energia simétrico associado a teoria
com derivadas de segunda ordem. Tal procedimento, apesar de nao envolver calculos
complicados, é extremamente laborioso. Vamos aqui utilizar um método idealizado por
Landau e Lifshitz [60], que simplifica enormemente esta tarefa. Em sintese, a prescrigao

consiste em considerar variagoes da acao com um dos extremos fixos, por exemplo,

A, (ty) =0, (1.62)

5A,(t) =0, (1.63)

mas de modo tal que apenas as trajetorias classicas sejam permitidas.

Utilizando a prescrigao acima delineada, obtemos prontamente, usando (1.60), o
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seguinte resultado

0SS = /d3X

+8—.L.5Aa] , (1.64)
OA.

9L L 925 09 9% \sa,
DA, ' OA. 00,A,

onde dA, e A, correspondem a variagoes em t = t5. Os momenta canonicos 7 e 1%,

conjugados respectivamente a A, e A, sdo definidos pela relagao
55 — / d*x [waaAa + naaAa] . (1.65)

Comparando (1.64) e (1.65), concluimos que os momenta generalizados obedecem

as equacoes

T = a—L + 0 a? - ZayLL., (1.66)
0A 0A 00,4,
0L
7 i (1.67)

Note que na auséncia de derivadas de ordem superior, retorna-se ao resultado usual,
ou seja,

ﬂ_Oé

oL

= — 1.68
o (1.68)

Isto posto, vamos definir a hamiltoniana canonica. Para tanto, adotamos o proce-

dimento padrao, ou seja,

H,— / d*x [WO‘A@ A, — L] . (1.69)
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Procedendo a uma variagao geral de H,., obtemos

0H. = / &% [Aa5ﬂ“+w“5Aa+Aa5na+na5Aa

0L 0L 0L

— 5 A, 50540 — ——
g 0950, Aq

oA G 50@%} (1.70)

= /dBX [Aaéﬁa -+ (7Ta — 6'6 -+ 2(9@ aL ) 5140{
0A 00; A,

oL . .
+ N — —— ) 0A, + A, 00"
(- o) "

«

oL oL oL
+ (—&4@ e aiajm) 5Aa] . (1.71)

Levando (1.66) e (1.67) em (1.71), concluimos que

SH, = / d*x [Aaawa v A dn — 75 A,

o0 o0 L .
- 95 90,—% Nsa, —iuddl|. (172
+< o4, %504, &aﬂaaiajAa)é @~ Tad a} (1.72)

H. é, consequentemente, um funcional de A,, A,, 7 e n%, que sao, em decorréncia,
as coordenadas canonicas deste formalismo.
As equagoes de Hamilton podem agora ser facilmente deduzidas. De fato, substi-

tuindo (1.61) em (1.72), obtemos

0H, = /dgx [Aa‘ha + Aadn™ — 726 Aq — %6 A, | . (1.73)
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As equagoes de Hamilton sao, portanto,

Aul) = S,

Ay(z) = %, (1.74)
Falz) = _5ji;)’

) = _55'152;)'

Em sequéncia, vamos introduzir os parénteses de Poisson. Seja, entao, um certo

funcional B, = B,[As, AB, 73, M). Sua derivada total em relacdo ao tempo é dada por
0B, . 0B,
Ag + —Ag

d
—B, = |[d
e /X 0A; T 5 A,
0By | 0B,
T
5,8 T 5

(1.75)

Utilizando as equacoes de Hamilton, obtemos

d
=B, ={B,, H.), 1.76
& Bo = {Ba, H.) (1.76)

onde

0B, 0H, 0B, d0H,
By, H} = [ & =
{ r c} / X 5145 58 + 5A5 5?7[3
0B, 0H, 0B, 0H,
dms 6AP  ong §AB |’

(1.77)

é o paréntese de Poisson? entre B, e H,. No caso de dois funcionais B, e C,, o paréntese

20s parénteses de Poisson sdo sempre calculados em tempos iguais e apresentam as seguintes
propriedades algébricas:
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de Poisson é definido da mesma maneira que em (1.77). Note que as expressoes (1.75)
e (1.76) atestam a consisténcia da definigao da hamiltoniana canénica apresentada em
(1.69).

Os parénteses fundamentais de Poisson sao, no caso em pauta,
[Aal@) 7 ()} = 00 0 (x — y), (1.78)

{Aa(x)a nﬁ(y)}zozyo = 55 53(X - Y)v (179)

sendo os demais parénteses nulos.
O préximo passo sera estabelecer, a partir da lagrangiana , se o modelo a ser
analisado é ou nao singular. Um sistema de segunda ordem é dito singular se a sua

matriz hessiana
2

wos - L (1.80)

0A,0Ap
possui determinante nulo. Sistemas que apresentam determinante diferente de zero sao
chamados sistemas regulares, ou seja, nao possuem vinculos, o que implica que sua

hamiltoniana é univocamente determinada.

No caso dos sistemas vinculados (que sao precisamente os que nos interessam, uma
vez que iremos analisar modelos invariantes de gauge), seria necessério mostrar como

os diferentes vinculos sao incorporados a teoria. Isto, no entanto, nao requer um

tratamento especial. O procedimento é o mesmo que no caso dos sistemas de primeira

() {A, B} = —{B, A};

(ii) {A+aB,C} ={A,C} + a{B,C}, com « independente das variagdes candnicas;
(iii) {AB,C} = A{B,C} +{A,C}B;

(iv) {A,BC} ={A,B}C + B{A,C};

(v) {{A,B},CY+{{C,A},B} +{{B,C}, A} =0.
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ordem [61-69].

1.9 Quantizacao Canonica da Eletrodinamica de Or-
dem Superior

A bem da simplicidade, vamos usar a seguinte densidade de lagrangiana

1
L=—"F> 4+ —

1 «
Z uv 4M28MFQ58MF 67 (181)

para efetuar a quantizacao canonica da eletrodinamica de Lee e Wick.

A matriz hessiana do sistema,

W =

tem determinante nulo, o que mostra que a lagrangiana em questao ¢ singular. Tal re-
sultado ja era esperado, uma vez que esta lagrangiana é invariante de gauge. De acordo
com os resultados da se¢ao anterior, as varidveis dindmicas sao (A%, 7,) e (A%, 1,), onde
A® = A® ¢ considerada uma varidvel independente.

A partir do formalismo previamente desenvolvido, vemos que os momenta genera-

42



lizados sao dados por:

1 .
a’ = —F% — e (OFY + 900, F™) , (1.82)

1
n = WaoFoy- (1.83)

Os vinculos primérios sao vinculos obtidos da definicao dos momenta, sendo no caso

iguais a

Q= =0, (1.84)

onde o simbolo “a 07 é lido como fracamente igual a zero e significa que a relacao acima
nao vale, necessariamente, dentro dos parénteses de Poisson.

Notando que 7' = 10, F%, obtemos prontamente que

A; = M?n; + 8;A,, (1.86)
e, consequentemente, que

n“Au = nzfli = M277ini — Aoami.
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A hamiltoniana canonica pode entao ser escrita como

He = /d3X [ﬂa/_laJrno‘jl—L]
_ /d3x rodly — mA; + Ag(Omi) — Mz — L2y Lpe
0410 L 0 v 2 (3 2 01 4 1]
1 1 1
—m(aij)(aij) - M(aOFij)(aon‘j) + m(akﬂj)(akﬂj) (1.87)

Consequentemente, a hamiltoniana priméria tem a seguinte forma
H,=H¢c+ /d3X [)\1’[70 + )\2(71'0 + 817’]2)] . (188)

Podemos agora impor que os vinculos primarios sejam preservados no tempo. Usando

os parénteses de Poisson fundamentais,

{A%(x, 1), ma(x',t)} = 656°(x —X).

{A(x, 1), m5(x )} = 056°(x — ),
¢ facil mostrar que

’f]o = {no,Hl}%O, (189)

0 que mostra que existe um vinculo secundério d;m; = 0.

Vamos continuar procurando vinculos secundarios. Utilizando a hamiltoniana
H2 = HC + /d3X [)\17]0 —+ )\2(71'0 + 8277@) + )\382‘7'('2‘] y (191)
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e computando 0;7; = {0;m;, Ho}, concluimos que {0;m;, Ho} =~ 0, o que implica que a
condicao de consisténcia nao fornece novos vinculos. Resulta, em decorréncia, que a
hamiltoniana estendida, H, coincide com H,.

Passemos agora a analise das equagoes de campo de Hamilton. As equagoes relativas

a A; nos dizem que

A; = {A, HY = A; + 0, )s, (1.92)

enquanto que aquela associada a Ay nos fornece
Ay ={Ay, H} = Ay + X, (1.93)
o que permite escolher os seguintes valores para os multiplicadores de Lagrange acima
A=0, N=0. (1.94)

Por outro lado, as equagoes concernentes a A; e Ay, nos levam aos seguintes resul-

tados

Ay = {4y, HY = ). (1.96)
A equagao (1.95) reproduz a equagao (1.86), ao passo que a equacao (1.96) nos

assegura por um lado, que Ay é uma funcao arbitraria e, consequentemente, que Ag é

também arbitrario; por outro, que podemos escolher o multiplicador de Lagrange
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As equagoes de campo concernentes a 7;, Tp € m; nao trazem novas informacoes, e
serao por isso omitidas.

A hamiltoniana estendida pode entao ser escrita finalmente sob a forma
H = Hc"F/ng/;lono. (197)

Esta hamiltoniana gera a evolucao temporal do sistema com total liberdade de gauge,
isto é, ela descreve o sistema sem que haja ocorrido fixacao de gauge.

Antes de procedermos a quantizacao canonica do sistema, é importante notar que a
classificacao dos vinculos em primarios e secundarios esta diretamente ligada a maneira
como os vinculos sao obtidos. No que concerne a quantizacao canonica, no entanto,
existe uma classificacao mais apropriada para os vinculos, que consiste em organiza-los

em dois grupos:

Vinculos de Primeira Classe: Possuem parénteses de Poisson (fracamente) iguais
a zero com todos os vinculos da teoria.
Vinculos de Segunda Classe: Possuem pelo menos um paréntese de Poisson dife-

rente de zero com os outros vinculos.

E importante frisar que a existéncia de vinculos de primeira classe implica na inva-
riancia da teoria por transformacoes de gauge.
Isto posto, retornemos ao problema da quantizagao canonica de nossa teoria. Os

vinculos deste sistema, ou seja,
0 ~ ~ ~
= O, o + 8277@ ~ O, @m ~ O,

sao vinculos de primeira classe, o que era esperado devido a invariancia local U(1) da
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teoria de Lee e Wick.

Sendo o nimero de vinculos igual a trés®, todos vinculos de primeira classe, teremos
entao que a fixacao de gauge deve nos fornecer mais trés vinculos. Obviamente o
conjunto formado por todos os vinculos, no caso seis, deve ser de segunda classe.

Estas condicoes podem ser encontradas através da andlise das equagoes de campo
do modelo de Lee e Wick reescritas como

1+ %} oa” - o (1+ %) 9, A" = 0. (1.98)

Vé-se facilmente que estas reduzem-se a uma “equagao de onda generalizada”

(1 + %) OA, =0, (1.99)

se e somente se a seguinte equacao é satisfeita
- 1
(1 + W) 9, A" = C, (1.100)

onde C' é uma constante que pode ser escolhida igual a zero sem perda de generalidade.
A condicao

(1 + %) 9, A" =0, (1.101)

nada mais é que uma “condicao de gauge de Lorentz generalizada”. Isto posto, retor-

nemos a questao da determinacao das trés condicoes de gauge. Para tanto, notemos

3Trés vinculos significam, na realidade, trés equacoes de vinculos, j& que em teoria de campos com
vinculos, estes sao sempre em numero infinito, pois existe um vinculo em cada ponto do espago-tempo.
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que as equacoes de campo do modelo podem ser escritas como

(1+%)DA0—5’0[(1+—2)A0+(1+£)V-A} — 0, (1.102)

<1+%>DAi—8i[<1+—)A0+(1+£)V-A} — 0. (1.103)

Estas equacoes nos mostram que o conjunto de condicoes de gauge?,

Ay =0, (1+%)V-A:O, Ay =0,
sdo compativeis com as equagoes (1.102) e (1.103). Observe que estes vinculos sao
consistentes, isto é, nao possuem evolucao temporal.

Vamos entao computar a matriz dos parénteses dos vinculos, que sera inversivel
caso o conjunto de condigoes de gauge que selecionamos acima seja apropriado. Os
vinculos de nosso modelo, todos de segunda classe, podem ser enumerados como se
segue

O

Ql = A(]%O’ Q2:<1+W

)&Aimo, 05— A ~ 0,

Q4 = 7]0%0, Q5:7T0+8ﬂ]i%0, Qﬁzaﬂn%o

Operando com estes vinculos, obtemos prontamente a matriz dos parénteses dos

4Poderfamos ter escolhido igualmente o conjunto de condicdes de gauge Ag =0, V-A =0, Ag = 0.
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vinculos do sistema, ou seja

0 0 0 10 0
0 0 0 o0 (1-%)V
0 0 0 0 1 0
C= 8B (x —x).
-1 0 0 0 0 0
0 0 10 0 0
0 —(1-%)v o0 0 0 0

Esta matriz é inversivel, sendo sua inversa igual a

0 0 0 —53(x — x) 0 0
0 0 0 0 0 G(x —x)
o1 0 0 0 0 —5%(x — x') 0
5B (x —x) 0 0 0 0 0
0 0 53 (x — x') 0 0 0
0 —G(x —x) 0 0 0 0
onde G(x — x’) é a fungao de Green do operador (1 — E—i) V? e satisfaz, portanto, a

equacao (1 — E—i) V2G(x — x') = —6%(x — X'), que tem por solucio

1 1

:E|X—X/‘

G(x —x') [1 — e*M|X*X/q :

Podemos agora determinar os parénteses de Dirac. Um calculo direto nos mostra

que os tinicos parénteses de Dirac nao triviais sio { A#(x,t), 7 (x', )} p e {A*(x, 1), 7" (X', 1)} p.

49



Passemos, entao, ao computo desses objetos.

{AM(x, 1), 7" (X, )}p = "6 (x —x) — /d?’ydgzn“oé?’(x —y)8*(y — z)n"°6*(z — X')
.0 VZ\ 0 .
3, 73, i 3w . _ Vis3(g _ ~
+/d yd’zn —8yi5 (x—-y)G(y —2) <1 MQ) 57" 6 (z — x'),

{A(x, ), 0" (', 0)}p = "0 (x = %) — / Eyd’zn"’8 (x — y)8*(y — 2)n""0%(z — X').

Portanto,

2
{A(x,t), 7" (X t)}p = (" —n"n")8% (x = x') + " <1 3 ) =T

- —
M? 8xi8x’jG<X x);

{AM(x,t),n" (X, t)}p = (" —n"n")0%(x — X).

Como as relagoes de vinculo valem fortemente no que concerne aos parénteses de
Dirac, Ag, Ag e 19 sao nulos. Assim sendo, os comutadores nao nulos tomam a forma
VZ

[Al(x,t),m(x,t)] = i6,6°(x—x)+1i (1 — W) POG(x—x), (1.104)

[Al(x,t),m;(x, )] = ié;é?’(x—xl). (1.105)

E importante notar que na auséncia de derivadas de ordem superior (1.104) se reduz
ao caso usual de Maxwell.

Outro ponto importante é verificar se a algebra do grupo de Poincaré é satisfeita em
termos dos parénteses de Dirac. Os calculos neste caso sao mais sutis e complicados que
aqueles relacionados a eletrodinamica de Maxwell, nao trazendo, no entanto, nenhuma
contribuigao relevante a nossa investigacao. Maiores detalhes sobre esta questao, assim

como sobre a quantizagao canonica do modelo de Lee e Wick no “gauge de radiagao
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generalizado” podem ser encontrados na Ref. [45].

Para encerrarmos esta discussao vamos discorrer, de passagem, sobre a historia da
quantizagao de Teorias Eletromagnéticas de Ordem Superior.

Ao que tudo indica, a primeira tentativa de se quantizar uma teoria eletromagnética
de ordem superior foi feita por Podolsky e Kikuchi em 1944 [46], sendo repetida em
1948 por Podolsky e Schwed [47]. Nestes artigos a quantizagao foi realizada d la Gupta-
Bleuler; os resultados, porém, sao questionaveis, devido ao fato de que na época a
questao da implementacao do esquema de quantizagao que exige a quebra de simetria
de gauge, ou seja, a eliminacao das variaveis dependentes da teoria através da escolha
de condigoes de gauge que devem ser impostas nas varidveis dinamicas da teoria (um
procedimento, convenhamos, nada trivial no caso de uma teoria de ordem superior,
mesmo nos dias de hoje) — nao era bem conhecido. E importante lembrar que a teoria
de vinculos de Dirac s comecou a dar os seus primeiros passos em meados dos anos 60.
Nos anos 50, George R. Pitman, Jr.> [48] e Richard E. Martin® [49], analisaram em suas
teses de doutorado orientadas por Podolsky, novos aspectos da citada eletrodinamica.
Novamente, os resultados encontrados sao questionaveis devido a inabilidade em tratar
com os vinculos de gauge e avaliar corretamente a auto-energia do elétron.

A quantizacao canonica de teorias com derivadas de ordem superior via formalismo
com vinculos de Dirac tem sido, por sua vez, alvo de investigacao de alguns autores [50-
54]; por outro lado, a quantizacdo de eletrodinamicas de ordem superior por métodos
que exigem como ponto de partida a determinacao dos vinculos primarios e secundarios

do modelo foram realizadas nas Refs. [55-58]. Em [55] e [56] a lagrangiana da teoria estd

5Generalized Quantum Electrodynamics: a Covariant Formulation (University of Cincinnati,
Ph.D., 1960)

6Electron Self Energy in Generalized Quantum Electrodynamics (University of Cincinnati, Ph.D.,
1955)
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errada. Por outro lado, em [55] o niimero de vinculos primérios é igual a 2, enquanto
que em [56], a mesma teoria discutida em [55] apresenta apenas um vinculo primaério.
Tanto em [55] quanto em [59] se reivindica que nao se pode usar o gauge V - A = 0,
mas sim (1 + %) V- A = 0. Em [56], por sua vez, é alegado que os dois gauges sao
apropriados. Acreditamos que este pequeno resumo seja suficiente para mostrar que a
quantizagao de uma Teoria de Gauge de Ordem Superior envolve, como dizia Camoes,

“engenho e arte”.

1.10 Discussao

Quando falamos de uma teoria quantica, aspectos como quantizacao, renormalizacao e
unitariedade sao essenciais para sua consisténcia. No modelo de Lee e Wick, mostramos
que é possivel a coexisténcia da renormalizabilidade e da unitariedade ao nivel de
arvore, quando consideradas as modificagoes propostas por estes autores. Contudo, fica
em aberto a questao da unitariedade desta eletrodinamica de ordem superior quando
se leva em conta as correcoes radiativas. Nos processos de espalhamento, quando se
consideram os loops, a massa pode assumir valores complexos e estes pdlos surgem
na regiao fisica como estados intermediarios, comprometendo assim a unitariedade
do modelo. Para contornar esta dificuldade, Lee e Wick sugeriram que o dominio
de integracao deveria ser deformado de tal maneira que nao interceptasse nenhuma
singularidade do integrando. Fisicamente, isso implicava que a particula de Lee e
Wick deveria ser pesada sendo obrigada a decair rapidamente, pois assim os estados de
norma quadrada negativa nao seriam excitados no espaco de Hilbert. Assim sendo, o
carater unitario do modelo seria mantido. O enfoque utilizado por Lee e Wick mantém

o carater invariante de Lorentz da teoria. Contudo, os pélos complexos levam a uma
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violagao da causalidade ao nivel microscépico, o que por sua vez, nao gera nenhum
paradoxo visto que os estados assintoticos da matriz de espalhamento sao formados
unicamente por ondas planas. E importante frisar que a eletrodinamica de Lee e Wick
é uma teoria voltada para a mediacao da interagao, ou seja, suas particulas sao virtuais,
ou seja, estao fora da concha de massa. Certamente, nao é possivel a construgao de
estados in e out formado por particulas livres de Lee e Wick.

O campo eletromagnético de Lee e Wick carrega uma particula virtual de spin-1
de massa nula e um ghost de spin-1 massivo. A andlise realizada através da quantiza-
¢ao canodnica mostrou a existéncia de 3 vinculos de primeira classe, resultado que era
esperado, uma vez que o sistema possuiu a invariancia local U(1). Com isso, foram
necessarias fixar trés condigoes de gauge a fim de se realizar a quantizacao canonica.

Um aspecto interessante da eletrodinamica de Lee e Wick ¢ a possibilidade dela ser
compativel com monopolos magnéticos [70]. Abordamos este assunto em sequéncia.

Na presenca de uma fonte, Lsonie = —A*J,, as equacoes de campo da eletrodinamica

de Lee e Wick sao

O
(L 20" = T, (1.106)

o Fm =0, (1.107)

onde Fr = se P F 5. Agora, introduzindo uma corrente magnética k* = (o, k) no
lado direito da equagao (1.107), obtemos as seguintes equagoes de campo de ordem
superior modificadas

O
(L 2 5)0, 5 = T, (1.108)

O Fm = k. (1.109)
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Nao ¢é dificil mostrar que este sistema de equagoes descreve a existéncia de uma
carga magnética. De fato, na auséncia de campos elétricos, cargas, correntes (elétricas

e magnéticas), nos restam essencialmente duas equagdes para o campo magnetostatico

V-B = o, (1.110)

‘72
Estas equacoes apresentam a familiar solugao de monopolos de Dirac, ou seja, B =
—L.r, onde g é a carga magnética. Usando os métodos usuais, a famosa condigao de

4mr3

quantizacao de Dirac 42 = %, onde ¢q é a carga elétrica, e n é um inteiro, pode ser
facilmente recuperada.

Conseguimos, deste modo, encontrar um sistema de equagoes consistente do tipo
Maxwell + bdson vetorial massivo + carga magnética. E importante frisar que o
monopolo de Dirac e o bdson vetorial massivo nao podem coexistir no contexto da
eletrodinamica massiva de Proca [59] devido a esta, ao contrario da eletrodinamica de
Lee e Wick, nao ser invariante de gauge. A prépria existéncia do monopolo de Dirac é,
sem duvida, ligada a existéncia da invariancia de gauge da teoria correspondente.

Curiosamente, o sistema formado pelas equagoes (1.106) e (1.107) nao é simétrico
sob transformacoes de dualidade F* — Fr F# — —Fr aumentado por j* —
k*, kF — —jt. Este resultado nos motiva a procurar por uma generalizacao do modelo

de Lee e Wick onde as equagoes de campo sejam simétricas sob transformacoes de

dualidade, e compativeis com uma carga magnética do tipo de Dirac. O modelo definido
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pelas equacoes de campo

(1+—2)0, "™ = J¥, (1.112)

(14 =)0, "™ =k, (1.113)

¢ uma boa tentativa nesta direcao, ja que é simétrico sob transformacoes de dualidade’.
Vejamos entao se ele pode acomodar um monopolo do tipo de Dirac. Para um monopolo
magnético estatico de intensidade ¢ fixo na origem, as equacoes anteriores se reduzem

a

O
O
(1-— W)V xB = 0, (1.115)
cuja solucao é
g 1 — e—Mr e—Mr )
B=— - M . 1.116
4 r? |t ( )

Para grandes distancias, esta solucao reproduz a de Dirac, como deveria. Nosso
ponto, contudo, é verificar se ela descreve ou nao um monopolo em pequenas distancias.
Para tanto, vamos calcular o fluxo magnético radial dado pela equacao (1.116) através
de uma superficie esférica S de raio r com o monopolo estatico de carga g no centro.

Realizando este célculo, encontramos imediatamente

/B-dS:g[l—(lJer)eMr] : (1.117)
s

"E importante notar que (1 + 272 )0 F* & identicamente nulo na auséncia de corrente magnética.
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o que implica que para Mr < 1, fSB -dS =~ 0. Agora, levando em conta que se
B =VxA, f ¢ B - dS é identicamente nulo, chegamos a conclusao de que A pode
existir em toda a regiao considerada. Portanto, esta é uma solucao tipo-monopolo. No
entanto, a carga magnética correspondente nao obedece a condi¢ao de quantizagao de
Dirac. De fato, para Mr < 1, B ~ %MTQI‘, o que implica que o campo magnético
decresce como 1/r em vez de 1/r3. Este comportamento bizarro do campo magnético
certamente nos impede de recuperar a condi¢ao de quantizacao de Dirac. Uma maneira

heuristica de ver isso é considerar o movimento de uma particula de massa m e carga

g no campo do monopolo magnético. Da equacao de movimento da particula, m¥ =

_ qu‘2M2 i

47 dt (f‘)’ um

qr x B, obtemos a variagao de seu momentum angular, %(r X i)
resultado que nos impossibilita definir um momentum angular total conservado como
no caso do monopolo de Dirac. Agora, se as distancias nao sao nem tao grandes nem
tao pequenas o potencial vetor nao pode existir em todo lugar do dominio encerrado
por S pois F satisfaz & equacéo (1.113) em vez de (1.109). Infelizmente nao podemos
superar esta dificuldade introduzindo o conceito de uma corda assim como Dirac fez,
., M2e—Mr ~ n
j& que mneste caso V- B (= Z#-—) nao se anula em nenhum lugar da regiao em
questao.

Resumindo: o modelo de Lee e Wick é compativel com monopolos magnéticos de
Dirac, mas nao ¢é simétrico sob transformagoes de dualidade; sua versao generalizada,

por sua vez, é invariante sob transformacoes de dualidade, porém incompativel com

monopolos magnéticos de Dirac.
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Capitulo

Gravitacao de Ordem Superior em D

Dimensoes

A unitariedade ao nivel de drvore de modelos gravitacionais D-dimensionais contendo
derivadas de ordem superior é analisada. O potencial interparticulas para estes
sistemas € entao construido e um caso particular é explorado. E também mostrado
que somente em 241 dimensoes é possivel a construcao de um modelo unitario ao

nivel de arvore.

2.1 Contextualizacao

As teorias de gravitagdo com derivadas de ordem superior em 3+1 dimensoes foram
sugeridas por Weyl [1] e Eddington [2]. Estas teorias nada mais eram que simples gene-
ralizacoes da relatividade geral obtidas, grosso modo, acrescentando-se a lagrangiana
de Einstein os escalares R2, R, R e RHV&BR“”QB . Uma interessante discussao sobre
estas teorias pode ser encontrada em Havas [3]. Verificou-se mais tarde que, devido ao

teorema de Gauss-Bonnet, somente era necessario considerar dois dos termos quadra-
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ticos acima mencionados. Assim sendo, as Teorias de Gravitacao de Ordem Superior
passaram, em geral, a serem definidas pela lagrangiana
L= \/_( R+ R2+ ngw)

onde k% = 327G, sendo G a constante de Newton, e a e 3 parametros arbitrarios.

Com a constatacao de que a gravitagao nao era renormalizavel dentro do esquema
perturbativo padrao, as teorias de gravitacao de ordem superior, consideradas até entao
como simples extensoes da relatividade geral, passaram a ocupar um lugar de destaque
na busca por uma Teoria de Gravitacao Quantica. Neste sentido é digno de nota o
magistral trabalho de Stelle de 1977 [4], no qual é demonstrado que as Teorias de Or-
dem Superior sao renormalizaveis juntamente com os seus acoplamentos com a matéria.
Infelizmente estas teorias nao sao unitarias devido a presenca de um ghost massivo de
spin-2. Em 1986, Antoniadis e Tomboulis [5] argumentaram que a presenga do ghost
massivo de spin-2 no propagador nu era inconclusiva, ja que esta excitacao era instavel.
De acordo com eles, a posicao dos pdélos complexos no propagador vestido é explici-
tamente dependente de gauge. Utilizando argumentos padroes de Teoria Quantica de
Campos eles concluiram que as Teorias de Gravitacao de Ordem Superior sao unitarias.
No ano seguinte Johnston [6] provou que as conjecturas de Antoniadis e Tomboulis nao
eram verdadeiras, uma vez que o par de polos complexos que aparecem no propagador
re-somado sao independentes de gauge, implicando na nao-unitariedade das teorias de
gravitacao com derivadas de ordem superior.

Assim, acreditava-se até 2009 que as Teorias Gravitacionais de Ordem Superior nao
eram unitarias. Isto explica, em parte, o grande interesse que a teoria de gravitagao

massiva em 2+1 dimensdes [7] provocou e, de certo modo continua provocando, na
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comunidade cientifica ja que a sua versao linearizada é unitaria ao nivel de arvore.
Neste capitulo realizamos um estudo detalhado da unitariedade ao nivel de arvore
das Teorias de Gravitacao de Ordem Superior em D dimensoes. Como esta andlise
requer a utilizagao apenas da versao linearizada do modelo, iniciamos a nossa discussao
apresentando uma versao linearizada do Teorema de Gauss-Bonnet. Uma vez discutida
a questao da unitariedade ao nivel de arvore do sistema, estudamos o comportamento
do potencial interparticula deste modelo. O modelo de gravitacao massiva em 241
dimensoes (BHT)! é também enfocado em detalhe. Utilizamos unidades naturais ¢ =
h =1 e a métrica de Minkowski com assinatura, (+1,-1,-1,-1,...); o tensor Ricci, por

sua vez, é definido por Ry, = R),, = 9,1, — AT, + .. .

2.2 Teorema de Gauss-Bonnet Linearizado

2

Em 3+1 dimensdes, como ¢ bem conhecido, os escalares quadraticos R?, wa e R, s

nao sao independentes devido ao Teorema de Gauss-Bonnet?

/«/_—g (R*—4R’, +R:,.;5) = 0. (2.1)

O termo de Gauss-Bonnet é um invariante topoldgico em quatro dimensoes, o que

significa que ele nao contribui para as equacoes de campo cldssicas da gravitacao.

1O modelo BHT (E. A. Bergshoeff, O. Hohm e P. Townsend) ¢ um modelo de gravitagio massiva
em D = 3. Possuiu propriedades interessantes como a presenca de uma forca gravitacional de curto
alcance no limite nao-relativistico e a existéncia de um angulo de deflexao gravitacional que depende
do parametro de impacto. Sua lagrangiana pode ser escrita como

2R 2 3
L= = R? —“R?
g (-5

onde k2 = 327G e M, é um pardmetro de massa.
2R, R, e Ruuqp denotam, respectivamente, o escalar de Ricci, o tensor de Ricci e o tensor de
Riemann.
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Para dimensoes D = 3 e D > 4 este Teorema nao mais se aplica. Como estamos
interessados no estudo da unitariedade ao nivel de arvore de Teorias de Gravitacao de
Ordem Superior em dimensoes D > 2, onde se trabalha com a versao linearizada da
teoria, seria interessante construirmos uma versao linearizada do teorema de Gauss-
Bonnet. Considere, neste espirito, a lagrangiana

L=+/(-1)P+g (R —4R,, + R.,.3) - (2.2)

o
Linearizando, como de praxe, a métrica via a relacao
Guv = Npw + h;wa (23)

onde h,,, ¢ um campo tensorial simétrico, obtemos prontamente as seguintes expressoes

para os termos quadraticos

1
R = I [4DhDh + 40,0,h*" 9,05h*° — 80K, 0, k"] | (2.4)
1 174 174 174 174
—4R., = £ (400, B — 80h,,,0" 0" h + 1601,,0 ONPM — 40,0,h0" 0" h
+160,0,h0" O\hN — 80,0™hy, 0" D,h” — 80,0y, 0" D,h""], (2.5)

1 12 Ne7 14 4
Ry = 7 B0u0,has0" 0 H7 +40,0,hn0 0 W7 — 80,0, b ] . (2.6)

Como a gravitacao é invariante por difeomorfismos, podemos fazer uso, sem perda

de generalidade, de um gauge conveniente — no caso o gauge de de Donder —, a fim de
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simplificarmos nossos calculos. Neste gauge as equagoes precedentes assumem a forma

1
R2 = ZDhDh, (2.7)
AR, = —Ohon 28
R}, = 40h,ORr*" + OhOh —20h0A. (2.9)

Substituindo as relagoes acima em (2.2) concluimos que

L = 9, [ (40,h0s0” — Ohag) 9P + 4 (9,80 — D,0:h,) D, h" +

1 1
+80° B O (6,)}“,, = 5@@) — 82O b (ayhAp - 58,,}%) | @10

o que mostra que o Teorema de Gauss-Bonnet linearizado é valido para D > 3. Para
D=3, por outro lado, tanto o tensor de curvatura quanto o tensor de Ricci tém o
mesmo nimero de componentes [8]. Consequentemente, em calculos ao nivel de drvore,
podemos considerar como a versao mais simples de uma Teoria de Gravitacao com
Derivadas de Ordem Superior aquela cuja lagrangiana é uma combinacao linear dos
escalares R, R? e wa linearizados. Esta definicao vale, obviamente para D > 2.

Cabe aqui uma indagacao importante: Seria o Teorema de Gauss, pelo menos em
341 dimensoes, valido ao nivel quantico? A resposta é negativa conforme mostraram

Brunini e Marcelo [9].
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2.3 Unitariedade ao Nivel de Arvore da Gravitacao
de Ordem Superior D-Dimensional

Conforme vimos na se¢ao anterior, podemos considerar a versao linearizada da lagran-
giana abaixo

2 & o B
K

2 M

onde « e [ sao parametros arbitrarios, ¢ é um numero que pode assumir os valores
+1 ou —1 e D > 2, para calculos ao nivel de arvore no contexto da gravitacao de
ordem superior. Como estamos interessados em analisar a unitariedade desta teoria
ao nivel de arvore, é fundamental que computemos antes de mais nada o propagador
associado a mesma. Seguindo o procedimento usual fixamos primeiramente o gauge
adicionando a versao linearizada da lagrangiana anterior a lagrangiana fixadora de

gauge3 e escrevemos a lagrangiana resultante como se segue
L= lh QreBpy 2.12
- 5 v afBs ( : )

onde O**8 & o operador de onda. Em termos dos operadores de Barners-Rivers [10,11]

este operador assume a forma*

2 2
0 = <0k2 + 6164&2) P®@ 4 k—P(l) + k_p(O*w)

4 2A 4N
+ [—a (D—=2)k*+a(D—1)k** + ng%? +(D —-1) % pO=)
k‘2
-~ VD -1 (PO=sw) 4 plO—we)) (2.13)

3Lgr = 3¢ (auw”)Q, onde v,y = hyuw — 370 (gauge de de Donder).
4Vide o Apéndice A para o caso em que D=3.
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O propagador é entao dado pela relacao

1 2A
-1 _ P2 L 22 p)
Y o+ o) R
+ 1 P(O—S)
(o (D=2)k*+ a(D — 1) k*x? + ng4/€2)
(—c4A (D —2) + adA (D — 1) k*k? + BADE?*k* + D — 1)
+ g
(=0 (D =2)k*+ a(D — 1) k*k? 4+ £ Dk'x?)

pO0—w)

+ D -1 (0—sw)
(o (D=2)k*+ a(D — 1) k*x? + ng4/€2)
D—1
+ (0-ws), (2.14)

(o (D=2)k*+ a(D — 1) k*x? + ng4/€2)

Para analisarmos a unitariedade ao nivel de arvore contraimos, como de praxe, o

propagador com correntes conservadas TH”. O propagador saturado S P no espaco dos

momenta

SP=T" (k) O, s(k)T* (k), (2.15)
assume entao a forma

1 T? 1 T2
SP = 2 B42{T5V_D }Jr 2 4,2 B 42[1) }
(ok? + Lk1k2) —1] (=0 (D-2)k>+a (D —1)k*s? + £EDk*?) -1
(2.16)
Definindo
4o
2 _
M2 = 40(D—2) (2.18)

k? (4a (D — 1)+ Dp)’

e supondo que —% >0e > 0, podemos interpretar M, como a massa da

(4a(D:71)+DB)

particula de spin-2 e My como a massa da particula de spin-0.
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Apelando para estas definicoes podemos reescrever o propagador saturado como se

segue

171 1 T? 1 1 1 7?2
p=t(t__ 1 1l L |
S a[kQ k?-MgHW D—1]+0(D—2){ k2+k2—M§} [D—l]

(2.19)
Calculando agora os residuos nos pélos, obtemos:
1 9 T?
RGS(SP)|k2:O = ; Tﬂy — m |k2=07 (220)
1 T?
Res(SP)|ye—ry = —— (T,fy - ﬁ) |k2—n2 (2.21)
1 T?

Os resultados anteriores nos mostram que o conteido de particulas associado as
Teorias Gravitacionais de Ordem Superior é: um graviton, uma particula massiva de
spin-2 e uma particula massiva de spin-0.

Para sabermos se a teoria é unitaria ao nivel de arvore basta que verifiquemos se
Res(SP) > 0 em cada um dos polos.

Caso I: 0=+1

Pode-se mostrar sem muita dificuldade que®

2 T2
THV _— m |k2:0 Z 0 (223)
T2
T2

>0 (2.25)

(D—2)(D_1) %

5No Apéndice B demonstramos estas relacdes no caso particular da dimensao do espaco-tempo ser
igual a 3.
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Consequentemente o espectro da teoria é composto por uma particula de massa
nula e spin-2, uma particula massiva de spin-0 e um ghost massivo de spin-2 que viola
a unitariedade.

Quando D = 3, a particula de massa nula e spin-2 nao é excitada®. Este resultado é
bastante conhecido visto ser a gravitagao de Einstein em D = 3 trivial fora das fontes.
Para D > 3, esta particula é incorporada ao espectro da teoria.

Caso II: 0=-1

Agora, o contetdo de particulas da teoria é: uma particula massiva de spin-2 e dois
ghosts, sendo um de massa nula e spin-2 e o outro massivo e de spin-0. Consequente-
mente a teoria nao é unitaria ao nivel de arvore.

Vamos mostrar em sequéncia que em D = 3 é possivel construir um modelo de gra-
vitagao de ordem superior que é unitario ao nivel de arvore [12]. Tal sistema nada mais
é que aquele proposto em 2009 por Bergshoeff, Hohm e Townsend [7], popularmente
conhecido como ‘Nova Gravita¢ao Massiva’ (NGM).

O propagador saturado no caso em pauta pode ser escrito como abaixo

1]1 1 T? 1 1 1 1
SP=—|—— T2 — — |-+ ——— | =T~ 2.26
a[kQ k?-MgHW 2]+0[ k2+k:2—M§]2 (2.26)
onde M3 = —%, MZ = m. Supondo que nao existam tdquions no modelo,
encontramos os seguintes vinculos:
o o
— <0 — >0 2.27
I6] ’ 8a+ 303 (2.27)

Por outro lado, os residuos de SP nos pélos ky = M3, ko = 0 e ky = MZ sao iguais,

6<T5u - T2) lk2—0 = 0.
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respectivamente, a:

1 1
Res(SP)|jechz = - (ij — 5T2) k22, (2.28)
1
Res(SP)|pe—y = - (772, = T?) [k2—o, (2.29)
1
R€8<SP)|/§2:M§ = %T2|k‘2:M3' (230)

Como comentamos previamente, a unitariedade ao nivel de arvore de um modelo
genérico é assegurada se o residuo em cada poélo de SP é > 0. Tendo em mente
que (T2, — 3T?) [p2zaz > 0 e (T2, — T?) [x2—o = 0 (Veja o Apéndice B.), chegamos &
conclusao que (i) Res(SP)[j—pz > 0se 0 = —1 (0 que implica que > 0 e a < 0),
e (i) Res(SP)|y2=0 = 0. Consequentemente, ndo precisamos nos preocupar com estes
polos; o pélo problemdtico é k* = M2, uma vez que Res(SP)]|;2— mz < 0. Uma maneira
de contornar esta dificuldade é considerar o limite MZ — oo no modelo em discussao,
0 que implica que o = —% [. Concluimos entao que a classe de modelos definida pela

densidade de lagrangiano

2 6] 3
L= ——R+= (R, —-R’ 2.31
i |- () (230
é livre de ghosts ao nivel de arvore. Por conveniéncia, substituimos g por KQ;?W, onde
2
Mj é um parametro de massa. A densidade de lagrangiano resultante,
2 2 3

L= —=R R, — =R 2.32

nada mais é que o modelo BHT para a gravidade massiva em D = 3.

E interessante notar que nao é totalmente claro se a particular combinacao entre os
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parametros a e 3 que encontramos ird sobreviver a renormalizagao a um dado loop [13].
Provavelmente, o modelo BHT é nao-renormalizavel, visto que a projecao de spin-0 nao

é excitada e este modo é essencial a renormalizabilidade do modelo [14].

2.4 Potencial Interparticulas

Na mecanica quantica, a nogao de potencial é introduzida para ser utilizada com a
equagao de Schrodinger. Ja na teoria quantica de campos, as interagoes sao visualizadas
como advindas da troca de quanta. E notdvel que estes dois conceitos possam ser
mesclados para particulas que se movam lentamente, se nos restringirmos a processos
de ordem mais baixa. De fato, de acordo com a aproximacao de Born, a secao de
choque diferencial que concerne, por exemplo, ao espalhamento de dois bésons escalares

do

de mesma massa m é dada por (92) = }% [ e P =PI (r)dP Iy

2 ;.
o , onde p e p’ sao,

respectivamente, os momenta de entrada e saida de uma das particulas. Por outro

lado, a secao de choque para a interacao dos dois citados bésons via troca de gravitons

pode ser expressa como (j—g) =

Myr
8m

2 , .. ~ s .
, onde Mygr € o limite nao-relativistico da

amplitude de Feynman para o processo que estamos discutindo. Como resultado, o

potencial interparticulas em D = 4 assume a forma

1
~ 4m? (2m)3

Ul(r) / dPkMyge 7.

A generalizacao desta expressao para um espaco-tempo D-dimensional é trivial e nos

fornece o seguinte resultado
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U(r) = —57%=-p7 / dP'kMyge T, (2.33)

onde k é o momentum do graviton trocado.
Utilizando a equacao acima, iremos calcular em seguida a expressao para a energia

potencial gravitacional D-dimensional. Consideremos entao a seguinte lagrangiana
1
B = 5 [0060"9 — m*67] (-1)PTg (234)

que descreve a interagao gravitacional entre bdsons escalares neutros em dimensoes
arbitrarias.

Na aproximagao de campo fraco esta lagrangiana pode ser escrita como

Lese. = % [au(bau(b — m2¢2} (1 + %h>
— 5 [0 = ) 0,00, — o (1 i %h)
= % (0" $0u¢ — kh" 0,00, 6 — m* ¢’ (1 + %h) . (2.35)

A lagrangiana de interacao, por sua vez, s6 contém termos em xkh*”. A partir da

equacao anterior, encontramos

R

2
Ling. = §hwj |:8ﬂ¢81/¢ - 8a¢8a¢ + m7¢2:|
1
Lint. = ghlﬂ/ |:8M¢8V¢ - 577;w (8a¢aoz¢ - m2¢2):| . (236)
Escrevendo o termo entre colchetes no espago dos momenta e simetrizando os indices,
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encontramos o vértice elementar para o processo que acabamos de descrever

1
(P 0) = 55 [publ, + oty = My (P - '+ )], (2.37)

onde supomos que os momenta estao entrando, e multiplicamos por um fator 2, ja que

estamos lidando com bdsons descarregados.

. P
vs
/ ! / / / 2
c Tupep) = 56 [papl, + pobly = (p- '+ m)]
&1 ’
p

Figura 2.1: VERTICE RELEVANTE PARA A INTERAGAO GRAVITACIONAL DE BOSONS
ESCALARES.

A amplitude de Feynman resultante assume a forma
M = T"(p,—p)O0 " asl (q, —q), (2.38)

onde o propagador D-dimensional é dado pela equacao (2.14)

No limite nao-relativistico, a equacao (2.38) se reduz a

MNR:_32m47TGD1{1 [(D—2)2—1]_ (D-2) , 1 1 }

o(D—-1) |k D—2 (kK2 + M2) ' (D—2) (k2 + Mp)
(2.39)
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Substituindo este resultado na expressao (2.33), obtemos finalmente

_ 8rG P~ D2 oy ) 1| (D=2)7-1
00 = ~og ey k{k2 [ D2 ]
-2 11
e oo e ) } ©T (2.40)

Esta férmula fornece a energia potencial interparticulas em qualquer dimensao.
Contudo, em D > 4 a resolucao das integrais envolvidas é extremamente complicada,
sendo em geral somente possivel via métodos numéricos. Isso pode ser constatado

utilizando-se coordenadas esféricas

(D—1),,,2 o) 27 D-3 .r
Ur) = —o "G m / dJk|[k|"~? / dIp_s [ / d6; sind);
emP (D -1)Jo 0 o

y {i [(D 9 1] ECEE R 1 }e_ikur'mem
k2| D=2 (k2 +M3) (D —2)(K2+ M) ’

ondeem D =3

k-r = [k||r|cosb, (2.41)
dfp_o = db; (2.42)
enquanto que em D > 3
k-r = [k[[r|cosfp_s, (2.43)
dfp_o = do. (2.44)

Embora tenhamos feito toda esta construcao utilizando a interacao gravitacional

entre bosons escalares neutros, o mesmo resultado seria obtido, devido ao principio de
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equivaléncia, se utilizassemos qualquer outro par de particulas quanticas.

Estamos particularmente interessados no comportamento da energia potencial as-
sociada ao modelo BHT [15], visto ser este o tinico modelo de ordem superior que é
unitario ao nivel de arvore. Realizando a integracao apropriada em D = 3 e utilizando

a equacao (2.40), chegamos a conclusdo que a energia potencial é dada por

U(r) = —2m*GKy(Mar), (2.45)

onde Kj é a funcao de Bessel modificada de ordem zero. Note que Ky(z) se comporta

xT

. 1 . . . ~ o
como -Inz na origem e como xr~2e”* assintoticamente. O potencial nao-relativistico,

por sua vez, tem a forma

V(r) = =2mGKy(Msr). (2.46)

Neste ponto, alguns comentarios sao pertinentes:

e Assim como o potencial newtoniano, View(r) = 2mG In - (onde 1y é um regula-
dor infravermelho), o potencial concernente ao modelo BHT possui uma singula-

ridade logaritmica na origem.
e V(r) — 0 conforme r — co.

e No limite em que My — oo, V(r) — 0, reproduzindo, deste modo, o potencial

usual da gravitacao tridimensional de Einstein.

Por outro lado, no limite nao-relativistico, uma particula teste de massa Myieste S€

deslocando num campo gravitacional fraco sofre a agdo de uma forca F(r) = —meste VV (7).
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Tendo em conta a equagao (2.46), concluimos que F(r) = F(r)r, onde
F(r) = =2Gmyestem Mo K1 (Mor), (2.47)

Aqui K; é a fungao de Bessel modificada de ordem 1. Lembrando que —zK;(z) é
uma funcao negativa monotonicamente crescente no intervalo 0 < x < oo — ja que
42K (z)] = xKo(z) - chegamos & conclusio que F(r) é sempre atrativa (veja a Fig.
(2.2)). Esta forga gravitacional de curto alcance nao existe no contexto da relatividade
geral tridimensional, sendo peculiar apenas ao modelo BHT.

A energia potencial dada pela equacao (2.45) é, como esperado, ao nivel linearizado,
equivalente aquela obtida através do modelo (unitario) de Pauli-Fierz para um campo

massivo de spin-2.

F(r)

Figura 2.2: A FORCA GRAVITACIONAL DE CURTO ALCANCE RELACIONADA AO MO-
DELO BHT.
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2.5 Discussao

Mostramos que a unitariedade de Modelos de Gravitacao de Ordem Superior D-dimensionais
somente nao é violada na dimensao D = 3; mais especificamente, no caso do modelo
BHT. Vamos, em decorréncia nos concentrar em expor, de passagem, algumas de suas
propriedades [12,15].

Como é bem conhecido, a gravitacao de Einstein-Hilbert em D = 3 é trivial fora
das fontes pois os tensores de Einstein e Riemann sao equivalentes em D = 3. A quan-
tizagao do campo gravitacional, por sua vez, nao dé origem a gravitons propagantes
uma vez que a métrica do espaco-tempo ¢é localmente determinada pelas fontes. Conse-
quentemente, a descricao dos fendmenos gravitacionais pela gravitagao tridimensional

fornece alguns resultados bizarros, tais como

(i)Auséncia de forca gravitacional no limite nao-relativistico.

(ii) Deflexao gravitacional independente do parametro de impacto.

Contudo, estes estranhos fenomenos nao ocorrem no contexto do modelo BHT.
De fato, neste contexto, forcas gravitacionais de curto alcance sao exercidas sobre
particulas se movendo lentamente, conforme demonstramos; por outor lado, é possivel
mostrar que o desvio da luz depende do parametro de impacto, como esperado [15].
Em outras palavras, as idiossincrasias da relatividade geral em D = 3 nao acontecem
no sistema BHT.

A principal razao para o estudo de modelos gravitacionais em D = 3 é, na verdade,
encontrar um sistema gravitacional com divergéncias ultravioletas menos severas na

teoria perturbativa. Uma vez que a relatividade geral em D = 3 ¢é dinamicamente
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trivial, o modelo BHT, que é unitario ao nivel de arvore, é um passo importante nesta
direcao. Este tipo de pesquisa conduzida em dimensoes menores certamente nos ajuda
a compreender melhor as dificeis questoes conceituais que estao presentes no mundo
fisico em 3 + 1 dimensoes.

Vale a pena mencionar que a trivialidade da relatividade geral em D = 3 pode tam-
bém ser resolvida adicionando a acao de Einstein-Hilbert tridimensional um termo de
Chern-Simons, termo este que viola a paridade. O modelo resultante é popularmente
conhecido como topological massive gravity (TMG) [16]. Recentemente, Ahmedov e
Aliev [17] mostraram que as equagoes de campo do modelo BHT consistem de uma
equagao massiva (tensorial) do tipo Klein-Gordon com um termo de fonte tipo curva-
tura quadratica e uma equacao de vinculo; além disso, para espacos-tempo algébricos
tipo D e N, as equacoes de campo da TMG poderiam ser pensadas como a “raiz qua-
drada” da equacao tipo Klein-Gordon massiva, o que lhes permitiu mapear todas as
solucoes do tipo D e N da TMG nas do modelo BHT. Chamamos atencao para o fato
de que, em contraste com a TMG, a gravitacao massiva em D = 3 possui a grande

vantagem de ser uma teoria que preserva a paridade.
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Apéndice l \

Uma Prescricao para o calculo do
Propagador do Graviton em D = 3, assim
como uma lista composta por algumas

identidades que facilitam enormemente esta

tarefa |12

Para encontrarmos o propagador relacionado a densidade lagrangiana exibida em (2.32),

é bastante conveniente trabalharmos com o conjunto completo de operadores de Barnes-
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Rivers, os quais sao definidos, no espago dos momenta, como se segue [10,11]

P = %(%%w%em—ew@m), (A1)
Pl = %wufewu}\ + Oawur + OuawWpue + Ouewpin), (A.2)
PO = b (A.3)
PO = wawe, (A.4)
P = %euuwnh (A.5)
P = %wwem (A.6)
kuk k.

» _ ky ~ . . .
and w,, = sao, respectivamente, os projetores transversais e

onde 0, = 1, — e

kQ

longitudinais usuais. A tabela multiplicativa para estes operadores é mostrada abaixo

Tabela A.1: Tabela multiplicativa para os operadores de Barnes-Rivers

p@  pl)  pO-s)  pO-w) pO-sw) p(0-ws)
P® P® 0 0 0 0 0
P o PO 0 0 0 0
plo= 1 0 0 PO 0 PO 0
pO= 10 0 0 pO=w) 0 plw
P(Ofsw) 0 0 0 P(Ofsw) 0 P(Ofs)
P(Ofws) 0 0 P(Ofws) 0 P(Ofw) 0

Para calcular o propagador do graviton precisamos da parte bilinear da densidade
de lagrangiana (2.32). Utilizando a lagrangiana fixadora de gauge i(@,ﬁ‘“’)Q (gauge

de de Donder) reproduzimos, no espago dos momenta a equagao referente ao operador
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de onda, ou seja,
— R p2 L2 pl) ~ plO-w) 2 | /9p0-sw)
0 (cr + TR +2A +4A 4A\/_

2 2
[ ok? 4 20k*K* + 61{;2/{2 + — m pPO=9) _ f—A\/éP(O_ws). (A.7)

E importante frisar que a tarefa de calcular o operador O é enormemente facilitada

se utilizarmos as seguintes identidades

s —w 1
[P 4 PO 4 PO PO = o Ol + DT,
2P(O s +P(O w +\/_(P(O sw) +P(O wS))]MV,‘@)\ = MNur Mk,
[2PW) 4 4P~

1
MY, KN - ﬁ(nﬂﬁk’/k»\ + nlU\kaﬁ + nl»\kukﬁ + nunkuk)\)a

—w —sw —ws 1
|:2P(0 ) + \/§(P(O ) —+ P(O ))i| = _z(nuuknk:)\ + nnAkukv)a

AN k

0—w) 1
P/J,l/ KA ﬁ(kukvknk)\)-
Se escrevermos agora o operador O na forma genérica

O =2, PY + 2, PP 4 2, PO 4 g, PO 4 g PO 4 g POwS)

e levarmos em conta que OO~! = I, onde O~! ¢ o propagador, obtemos prontamente

ol - Lpm Lpe, 1 [xw pO-9) | plo-w)
X1 ) TsTw — Lswlws
iy POE) stP@*ws)] . (A.8)
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De (A.8) e (A.7) obtemos

0! = L po Hpo g 1

(ok? + Zk1K2) k? (—ok? + 2ak*k2 + 3 Bk4K2)
(—4o A + 8aAk*k? + 3BAK* K% + 2) plo-w)
(—Jk2 + 2ak*k? + %5/{Z4H2)
V2

_'_
(—ak2 + 2ak*K2 + %ﬁk‘lliQ)

(0—sw) (0—ws)
(P +P ).
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Apéndice B

Um resultado util para checar a

unitariedade ao nivel de arvore de um

modelo genérico de gravitacao em D = 3

12]

Teorema 1. Se m é a massa de uma particula fisica genérica de spin-2 relacionada
a um modelo gravitacional tridimensional e k é o momentum trocado correspondente,
entao

1
(T, = 5T emare > 0 and (T, = T?)|ie—g = 0.
Aqui TH (= T"") € a corrente externa conservada.

Iniciamos chamando atengao para o fato de ser o conjunto de vetores independentes
no espaco dos momenta — k* = (k% k), k* = (k°, —k), e* = (0,€), onde & é um vetor

unitario ortogonal a k —, uma base bastante conveniente para expandirmos quaisquer
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vetores tridimensionais V*#(k). Utilizando esta base, podemos escrever o tensor de

corrente simétrico da seguinte maneira

TH = AKME + BE*EY + Cete” + DEWEY) 4+ Ekte?) + Pk,

onde a"b”) = 1(a"b” + b a).

A conservagao das correntes fornece os seguintes vinculos sobre os coeficientes A,

B, D, EekF:
2 D 2 2
AR+ S (kg +K7) = 0 (B.1)
D
B(k§+k2)+§k2 = 0 (B.2)
Ek*+ F(kj+k*) = 0 (B.3)

Das equagoes (B1) e (B2), obtemos Ak* = B(k2 + k?)?, enquanto que a equagao
(B3) implica em E? > F. Por outro lado, saturando os indices de T"” com momenta

k,, chegamos a uma relagao de consisténcia para os coeficientes A, B e D:

Ak* + B(k§ + k) + DE* (kg + k%) = 0. (B.4)

Apoés algumas manipulagoes algébricas utilizando as equagoes anteriores, encontra-

mos

. (B.5)
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Portanto,

1
(7o, — §T2)\k2=M2 >0 e (T, —T%)|e==0.

38

(B.6)



Parte 11

Determinacao de Limites para a

Massa do Foton
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Capitulo

A Massa do Foton e a Interferometria de

Linha de Base Extensal

E encontrada uma relagao entre a massa do féton, sua frequéncia (v) e o parametro
de deflexdo (), determinado pelos experimentais (o qual caracteriza a contribuigao
da curvatura do espago para a deflexdo gravitacional). Este surpreendente resultado
nos permite concluir que o conhecimento dos parametros v e v é tudo que precisamos
para estabelecer limites gravitacionais sobre a massa do féton. Utilizando como
dados de entrada as mais recentes medidas de deflexao de ondas de radio pelo Sol
(obtidas via VLBI), sdo estimados limites para a massa do féton. Um limite quantico

para a massa desta particula hipotética é também determinado utilizando-se as

medidas mais recentes relativas ao momento magnético anémalo de elétron.

3.1 Motivacao

Com o avanco das técnicas de interferometria que ocorreu nas ultimas décadas, uma

nova luz foi langada sobre os fenomenos fisicos nos quais efeitos quanticos e gravita-

YWLBI (Very Long Baseline Interferometry)
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cionais estao interligados. Consideremos, por exemplo, o efeito quantico da mudanca
de fase de neutrons causado pela sua interacao com o campo gravitacional da Terra, o
qual foi observado nos experimentos de Colella-Overhauser-Werner (COW) [1] e Bonse-
Wrobleski [2], realizados com interferometros de néutrons. Estes testes pioneiros tém
ajudado a nos convencer de que existem certos experimentos cujos resultados depen-
dem tanto da constante gravitacional quanto da constante de Planck. O fato de que
a mecanica quantica e a gravidade nao desempenham simultaneamente um papel im-
portante na maioria dos experimentos terrestres certamente é responsavel pela ideia
errada de que ambas nao podem estar intimamente ligadas em certas circunstancias
especiais.

Nas ultimas quatro décadas os experimentos tipo COW se tornaram mais sofistica-
dos. O tltimo experimento realizado apelando-se para interferometria de néutrons [3]
relata uma discrepancia estatisticamente significativa entre os valores tedricos preditos
e os valores experimentalmente medidos para a mudanca de fase do néutron devido a
gravidade. Supondo que as massas inercial e gravitacional dos néutrons sejam iguais,
os experimentais mostraram que o fator de fase do néutron é 1% menor do que o pre-
visto [3], o que indica claramente uma possivel violagao do principio de equivaléncia
classico. A primeira vista, parece que estes ultimos experimentos de interferometria
estao em conflito com os mais precisos testes do principio de equivaléncia classico, tanto
os realizados por meio de interferometria atomica quanto os baseados em péndulos de
tor¢ao. Adunas, Rodriguez-Milla e Ahluwalia [4, 5] mostraram, contudo, que cada um
dos experimentos anteriormente citados exploram diferentes aspectos da gravidade; e
as técnicas experimentais atuais, quando associadas aos dados de neutrinos solares,
podem ser capazes de explorar violagoes do principio de equivaléncia classico devidas

a mecanica quantica. Eles também predizem uma violacao quantica do principio de
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equivaléncia classico para a proxima geracao de experimentos de interferometria ato-
mica. Na verdade, do ponto de vista operacional, nao se pode dizer que, em principio,
para certos sistemas quanticos, exista uma igualdade das massas inercial e gravitaci-
onal. Portanto, chegamos a conclusao de que a mecanica quantica e o principio de
equivaléncia cldssico ndo podem coexistir pacificamente [6, 7).

Recentemente foi realizado um experimento interessante, nao diretamente relaci-
onado as técnicas de interferometria, mas que diz respeito ao fato de que néutrons
podem existir em estados quanticos estacionarios formados no campo gravitacional
terrestre. Neste experimento, o estado quantico fundamental de néutrons no campo
gravitacional terrestre foi identificado na transmissao vertical de néutrons entre um
espelho horizontal (embaixo) e um detector/espalhador (em cima) [8, 9]. Este resul-
tado motivou Ernest a fazer uma pesquisa cuidadosa sobre auto-estados gravitacionais
em campos gravitacionais fracos [10, 11]. Na verdade, apesar de todos os estudos da
teoria quantica relacionados a estados atomicos e moleculares, muito pouco tem sido
feito para investigar as propriedades dos hipotéticos estados estacionarios que deveriam
existir em pocos de potenciais gravitacionais centrais similares, em particular, aqueles
com grandes nimeros quanticos.

Os experimentos anteriores nos mostram claramente que fenémenos fisicos nos quais
a gravidade (o campo gravitacional terrestre, especificamente) e efeitos quanticos estao
mesclados nao estao mais além do nosso alcance. Enfatizamos que em todas estas
investigacoes o campo gravitacional da Terra é descrito pela gravitacao newtoniana.

Por outro lado, desde sua publicacao original em 1915, a teoria da relatividade
geral de Einstein continua sendo uma &area ativa de pesquisas tanto teodricas quanto
experimentais. Atualmente a teoria tem obtido sucesso em interpretar todos os dados

reunidos até entao [12]. Além disso, entre os chamados testes cldssicos da Relativi-
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dade Geral existe um, a deflexdao gravitacional da luz, que tem sido confirmado com
uma exatidao cada vez maior. Na verdade, espera-se que uma série de experimentos
melhorados utilizando a VLBI aumentara a precisao atual do parametro de deflexao
em, pelo menos, um fator de 4 [13]. Alids, o valor atual para v é de 0.9998+0.0003
(68% de nivel de confianga) [13], em acordo com a relatividade geral. Além disso, é
de conhecimento geral que a deflexao gravitacional da luz pelo Sol pode ser medida de
modo mais preciso utilizando-se comprimentos de onda na faixa de radio (por meio de
técnicas de interferometria) em vez de ondas na frequéncia do espectro visivel (com as
técnicas Opticas disponiveis) [14-17].

De fato, atualmente a VLBI é a técnica mais precisa que temos a nossa disposicao
para medidas de deflexdo gravitacional de ondas de radio [13]. Agora, levando em conta
que a busca por limites superiores para a massa do féton? tém aumentado ao longo das
ultimas décadas [20-22], seria interessante estimar limites gravitacionais para a massa
do féton considerando as medidas mais recentes da deflexao gravitacional de ondas de
radio obtidas por meio da VLBI. Este é, precisamente, um dos objetivos deste capitulo.

O capitulo é organizado como se segue. Na Se¢ao 3.2 encontramos o angulo de de-
flexao de um féton massivo pelo Sol enquanto, na Secao 3.3, mostramos que existe um
vinculo entre a massa do féton, sua frequéncia e o parametro de deflexdao determinado
pelos experimentais (o qual caracteriza a contribuigao da curvatura do espago para a

deflexdo gravitacional). Partindo deste interessante resultado, limites superiores para

2Em todas estas pesquisas, o féton é descrito pela QED massiva, a qual nada mais é do que a
extensao mais simples da QED padrao. Sua lagrangiana pode ser escrita como
L= 1F2 1 242 _ JrA 3.1
*71 Mu+§m wo o ()
onde Fy, (= 0,A, — 0,A,) é o field strength do campo, J" é a corrente (elétrica) conservada e m ¢ a
massa do féton. Aqui, indices sao levantados e abaixados com n*” e 1,,,,, respectivamente. Na verdade,
a QED massiva é teoricamente mais simples do que a teoria padrao [18], além de ser renormalizdvel
[19].
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a massa do foton sao encontrados na Secao 3.4, considerando como dados de entrada
as medidas mais recentes da deflexao gravitacional solar de ondas de radio obtidas via
VLBI [13]. Na Se¢ao 3.5 estimamos, por sua vez, um limite quantico para a massa
do féton utilizando as medidas mais recentes do momento magnético anomalo do elé-
tron. Finalizamos, apresentando na Se¢ao 3.6 uma discussao sobre a possiblidade de
melhorarmos os limites avaliados.

Nas nossas convengoes i = ¢ = 1, sendo a assinatura da métrica (4 - - -).

3.2 Combinando Relatividade Geral, QED Massiva
e VLBI para limitar gravitacionalmente a Massa

do Féton

Iniciamos lembrando que a lagrangiana para o campo do féton massivo acoplado mi-

nimamente a gravitacao ¢ dada por

]' o UV m2 v
L=\—g —79"9 PP Fop + 59" A | - (3.2)

Por outro lado, para pequenas flutuagoes em torno da métrica de Minkowski 7, a

métrica completa pode ser escrita como

Guv = Npv + Hh,uzxa (33)

onde k? = 327G. Aqui G é a constante de Newton. Utilizando-se o resultado precedente

obtemos prontamente
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g =" — k" + KRR + (3.4)

52

/i2
8h?-jfhwﬁhw-+“.. (3.5)

K
¢i§:1+§h+

3.2.1 Calculo da Lagrangiana de Interacao

A lagrangiana de interagdo é encontrada substituindo-se (3.3), (3.4) e (3.5) em (3.2).

Calculando separadamente cada termo de (3.2) via as mencionadas substitui¢oes, ob-

temos
o LFpwE,
1 2% 1 po v 1 por por\ (P vp
_ZF F/J,l/ = _ZFul/g g Faﬁz_sz/O] — Kkh )(77 — kh )Faﬁ
1
— _ZFMV(nMaT,VB o thuanuﬁ - /‘i?’]“ahyﬁ)Faﬁ
1 w R Bpna a pvB 1 w R B po
= _ZF’WF +Z<F“ hFos + F9,h Faﬁ) = 1 ! +Z<2F“ Faﬁ)h
1 14 K (0%
:-q@ﬁ“+ij%@. (3.6)
2
° %A“AM
m? m? N m? N N
714“14“ = 7Aagu AN = 71404(7]“ — kh* )AN
m? m? N
= 714“14“ — 7/‘€AaAMhM . (37)
Consequentemente,

2

1 Koo m? m? K
= [ = P Bt G E B S A A = St A, | (14 5). - (39)
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Supondo entao que o féton massivo é espalhado por um campo gravitacional ex-
terno fraco (veja a Figura (3.1)), chegamos a seguinte lagrangiana para a interagao em
questao, em primeira ordem em k,

K 1 m?
Lint - §hu naﬁFauFBV - ZFaBFaBT/uV + 7AaAa77uV - mQAMAV . (39)

ext

Note que agora os indices sdo levantados (abaixados) com n*"(1,,).

3.2.2 Calculo da Funcgao de Vértice

. . —amV
Partindo da lagrangiana (3.9) e expressando os campos A* como A* o e~ * et po-
demos calcular a funcao de vértice da interagao descrita pela Figura (3.1). Calculando
separadamente os termos massivos e os nao-massivos, resulta

m2

2
o 2 X ghg;: %AQAQT]W/ — mQA,uAl/ = 2% ghg;t 7,,7‘ul/14)\n)\p14p . m2AﬂAV

ok A
= m Ehg‘; [nﬂye,\n Pep — 26“6,,]

2

2

= m 5 hig Mg — 20auMp0] el

Figura 3.1: GRAFICO DE FEYNMAN PARA A INTERAGAO ENTRE UM FOTON MASSIVO
E UM CAMPO GRAVITACIONAL EXTERNO.
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e 2X Eh’lw [naﬁFauFﬁu} = th)ijt [naﬁ(aﬂAa - &xAu)(aVAﬁ - aﬁAuﬂ

2 ext

= —khl [PublNas — Publslva — Dalilus + P - P'Nuativg] €€;

K 1 o 1 v o o
e 2X Ehgxt |:_1FaﬁF ﬁn;w:| = _Zﬁhgxtnuu [(apAa - aaAp) (804Aﬁ - aﬁAa)] 77p n p

1 o
=~ fihext [P P'ap — Pably = Palla + P+ Dlas] €€’

1
= —éﬁhext [p : p/naﬁ - paplﬁ} el

Juntando os termos acima, encontramos a funcao de vértice desejada no espago dos

momenta,

K" v
Vas(p,p') = §hé‘xt(k) [(m2 — -0 ) MwNas — 2Nuavp) + PPt

+ 2(=pLPuus — PuPsTve + prunaﬁ)] : (3.10)

Ainda nos resta determinar a forma de h"”

ext

(k). Supondo que o campo gravitacional
externo fraco é gerado por uma massa pontual M em r=0, encontramos imediatamente
a expressao para o campo gravitacional externo resolvendo as equagoes de Einstein

linearizadas no gauge de de Donder [23]. A expressao resultante é

B kM
- 167r

i (1) (" — 20n"°). (3.11)

Portanto, o campo gravitacional no espago dos momenta, hi, (k), é dado por

hgxk>:=l/d%f4“%$xw

kM 5
Sz g ). (3.12)
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3.2.3 Calculo da Secao de Choque Diferencial Nao-Polarizada

Agora estamos prontos para calcular a secao de choque diferencial nao-polarizada para
o processo exibido na Fig. (3.1). Para tanto, relembramos que a expressao para a

citada secao de choque é

do_ 1 liiw (3.13)
dQ — (4m)23 L '
com
M, = €2(p)els (P ) Vas(p, ), (3.14)

onde €*(p) e €’ (p) sdo os vetores de polarizacao para os bésons vetoriais incidentes e

espalhados, respectivamente. Estes vetores, por sua vez, satisfazem a relacao

S ehp)esp) = + L (3.15)
r=1
A equagao (3.13) para a segao de choque se torna entao
do 1 1emg G\ B I\ o\ Vol / /
16 = [ 2 2 & I LRIl Vi)
_ (4;)2% [vjﬁ - p:gB VeV, — p:ga V, Vs + %mvﬁ (3.16)

A conservacao do momentum é dada por k4+p = p’ e como nao existe troca de

energia com o campo gravitacional externo, py = py = F, o que nos da também |p| =

|p’|. Novamente, vamos trabalhar cada termo da expressdo acima individualmente a
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fim de encontrar uma relacao em termos dos momenta envolvidos.

Ppepp” 1
T VVas = (0% =0 D) 2atios — 1as) — P + s
+2(Enpaps + Enospl, — E*nag)] p°p”

= 4E%

o VPV =2p-p [(p-p)—4E® —2m?] + 5m* + 4E*m* + 8E".

Substituindo as quantidades anteriores na equagao (3.16), obtemos a se¢ao de cho-

que diferencial nao-polarizada
do K2M\? 1 2
dQ  \ 4k? ) (47)23

onde 6 é o angulo de espalhamento. Como k + p = p’ e |p| = |p’|, temos

3
3p4+§m4+2p2m2+2p2(p2+2m2)cos@+p4cos29 , (3.17)

k> = (p'—p)
o 12 2 !
= p” +p° —2|p'||p|cosf

= 2|p|*(1 — cosh).
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Utilizando a relacao acima e lembrando que k? = 327G, (3.17) se torna

do _ (MG "2
dQ  \p2(1—cosh)) 3

Como p? = E? — m?, para angulos pequenos ficamos com

3
3p* + §m4 + 2p?m? + 2p*(p? + 2m?) cos f + p* cos? A |.

do M?G?
- 4E4—4 2E2—|— 4
ds? ((251112%)2)( m?)2 [ m m]
CWG?4E%-@)
g i D)
4% ) Br(1-%)
m2 2
16M*G? |1 — 35
- = [1_2&] , (3.18)
E2

onde F é a energia do féton espalhado.
A secao de choque diferencial acima pode ser relacionada a uma trajetéria cléssica

com um parametro de impacto b através da relacao

do
2 1
bdb = 70 0de. (3.19)

Das equagoes (3.18) e (3.19), chegamos a conclusao de que

2

1
o ‘”‘ZG ( 21 ) (3.20)

E2

a qual, no limite ultrarelativistico, i.e., £ > m, leva a

e—égg 1+lﬂi
) 2F2)’
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ou seja,

0 = O (1 + ﬁ) (3.21)

2F?
m2
= HE <]_ + _87r2y2) 9 (322)
onde v ¢ a frequéncia do féton massivo e Og = %.

3.3 Encontrando uma Relacao entre Massa, Frequén-
cia e Parametro de Deflexao para o F6ton Mas-
sivo

Antes de continuarmos, seguem alguns comentarios pertinentes.

e Recentemente foi mostrado que as secoes de choque diferenciais nao-polarizadas
para o espalhamento de diferentes particulas quanticas sao dependentes do spin,
o que estd em desacordo com o principio da equivaléncia classico [7] (veja a Ta-
bela (3.1)). Este resultado levanta uma importante questao: Por que o campo
gravitacional percebe o spin? Porque temos a presenca de uma troca de momen-
tum (k) ndo nula no espalhamento, que é sensivel & estrutura interna (spin) da
particula. Nao obstante, se escolhermos duas expressoes quaisquer daquelas lis-
tadas na Tabela (3.1), notamos que a diferenca entre elas é sempre extremamente
pequena para angulos de deflexao tipicos. Para demonstrar isto para particulas

sem massa, por exemplo, estudamos o comportamento de

A(E) _ (22),— (%),
() (B)eo (3:23)
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como uma fungao do angulo de espalhamento 6 (veja a Fig. (3.2)). E trivial

mostrar que para pequenos angulos a expressao anterior se reduz a

N ——. (3.24)

)

Para um angulo de deflexao tipico, digamos # ~ 107°, encontramos ‘)17

A(
(%
10712, A deteccao de um efeito tao pequeno estd, claramente, além da tecnologia
atual. Consequentemente, para estes minusculos angulos de deflexao, as segoes

de choque nao serao afetadas pelo spin das particulas.

o

m S pTe)
GM 2

00 (s

A0 0 () (1+2)

2
1 GM 20
0 3 (Sin2g> cos® 5
40 3 (Sfl]yg) [COSQng (1+)\+3cos )}
2
0 1 (G%) cos4g
Sin b

2
#0 1 (Gé‘”) [%Jrgcos‘lg—%(l—%—élcoszg)]

2
0 2 (Gé\dg) (sm + cos® 9)
2

s

Tabela 3.1: Secdes de choque diferenciais nao-polarizadas para o espalhamento de diferentes parti-
culas quéanticas por um campo gravitacional fraco externo gerado por uma particula pontual estatica

2 2
de massa M. Aqui m é a massa da particula, s o spin, 6 o angulo de espalhamento e A = F =1y

V2
com v e p sendo a velocidade e o tri-momentum, nesta ordem, da particula incidente.
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e De modo a recuperar os resultados geométricos de Einstein a partir da Tabela
(3.1), devemos ter k — 0; em outras palavras, no limite nao-trivial de peque-

nas trocas de momentum, o qual corresponde a um limite de angulo pequeno

9

5, as particulas massivas (nao-massivas) se com-

nao-trivial ja que |k| = 2 |p|sin
portam da mesma maneira, independentemente do spin. De fato, quando o spin é

“desligado”, i.e, para pequenos angulos, obtemos da Tabela (3.1) que para m = 0,

do N 16G2M?

— 2
e g (3.25)
enquanto para m # 0,
do _ 16G2M> A\’
Utilizando a equagao (3.18) concluimos que para m = 0,
A4GM
0~ ——, (3.27)
b
enquanto para m # 0,
AGM A

A primeira equacao nos da o angulo de deflexao gravitacional para uma particula
sem massa — um resultado obtido por Einstein hd muito tempo; enquanto a
segunda coincide com a previsao da relatividade geral para a deflexao de uma
particula-teste massiva cldssica por um campo gravitacional externo fraco [24].

Vale notar que as equagoes (3.21) e (3.28) s@o exatamente a mesma. Resumi-
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Figura 3.2: (@) COMO FUNGAO DO ANGULO DE ESPALHAMENTO 6.
a0 /s=0

damente, para angulos pequenos os resultados da Tabela (3.1) ndo apenas se
reduzem aqueles previstos pela teoria geométrica de Einstein mas eles também

concordam com o principio de equivaléncia classico.

e A primeira vista parece que a equagao (3.22) prediz um angulo de deflexao dis-
persivo para fotons massivos. Na verdade, esta é uma falsa impressao; ainda

mais, é simples mostrar que a equacao (3.22) pode ser reescrita como
3 2
0= 0 (7"> . (3.29)

Apés estas importantes digressoes, retornemos a andlise da equagao (3.22). O pri-
meiro termo na expressao (3.22) coincide com aquele obtido por Einstein em 1916,
resolvendo a equacao da propagacao da luz no campo gravitacional de um corpo esté-

tico [25], enquanto o segundo termo é a corre¢ao mais importante para a massa m do

f6ton massivo.
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Por outro lado, o angulo do desvio gravitacional determinado por grupos experi-

mentais é geralmente expresso através da relacao [26]

1+79E

. (3.30)

eexp =

onde 7 é o parametro de deflexao, precisa e inequivocamente determinado pelos expe-
rimentais medindo a deflexao de radiacao eletromagnética pelo campo do Sol.

Das equagoes (3.22) e (3.30), obtemos

m < 2w/ |1 — 7. (3.31)

Este surpreendente resultado claramente mostra que existe um vinculo entre a massa
do féton e os parametros v e v. Além disso, nos diz que o conhecimento destes para-

metros é tudo que precisamos saber para estabelecer limites superiores para a massa

do féton [27, 28].

3.4 Encontrando Limites Gravitacionais Superiores
para a Massa do Foton

Agora estamos prontos para encontrar limites gravitacionais superiores para a massa
do féton. Para tanto, faremos uso de medidas recentes da deflexao gravitacional solar
de ondas de rddio encontradas por Fomalont et al. [13] utilizando a VLBI. As solugoes
para ~ obtidas por meio destas medidas, assim como os limites correspondentes para a
massa do féton que estimamos utilizando a equagao (3.31), estao organizadas na Tabela

(3.2).
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De modo a determinar o melhor valor de (7 — 1) pelos resultados experimentais, os

autores citados anteriormente minimizaram a seguinte expressao

Ud(’i)

onde Py(i) e 04(i) sdo as medidas de deslocamento de posi¢ao e o erro estimado, nesta
ordem. O termo Dy(i) é a média da predicao do desvio gravitacional previsto pela
relatividade geral, tomada em cada sessao de observagao. Os oy’s e x3's diretamente

relacionados as solugoes para 7 sdo exibidos na Tabela (3.2).

Tipo de Solugao (y—1)x107* o4x107* X7 mx107*(MeV)
43 GHz data (sem efeitos de corona) -2.4 3.2 0.9 2.8
43 GH~z -1.0 2.6 2.2 1.8
43 GHz - Oct05 -3.2 2.8 1.1 3.2
23 GHz - Oct05 -2.0 24 4.7 1.3

Tabela 3.2: Limites superiores para a massa do féton estimados utilizando as solucdes para ~y
encontradas por Fomalont et al. [13].

Na Tabela (3.2), os valores relacionados a 43 GHz (sem efeitos de corona) sdo os
mais precisos, ja que possuem o menor valor para y2. Isto se deve ao atenuamento de
alguns efeitos da corona solar, e o aumento da estimativa dos erros na posicao da fonte.
Os dois valores para 43 GH z sem a correcao dos efeitos de corona mostram as alteracoes
nas medidas realizadas muito préximas ao Sol na secao de Oct05; a primeira destas
solugoes foi encontrada utilizando dados obtidos durante secoes que duraram varios
dias, enquanto a segunda ¢ baseada em dados obtidos no intervalo de um tnico dia de
observacao. Finalmente, os valores para 23 G H z sugere que a refracao devido a corona
(a qual é quatro vezes maior do que a medida em 43 GHz), domina a sensibilidade do

experimento em 23 GH z.
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E importante notar que Fomalont et al. [13] utilizaram para os resultados que ob-
tiveram no artigo uma média das quatro solugdes exibidas na Tabela (3.2), obtendo
v = 0.9998 4 0.0003. Deste resultado — e assumindo que um féton massivo passando
proximo a borda solar possui uma frequéncia v = 43G H z, o que ¢ perfeitamente justifi-
cavel ja que os dados deles sao, em sua maioria, obtidos em observacoes de 43G H z, onde
os efeitos de refragao da corona solar sao despreziveis além de 3 graus do Sol —, nds ob-
temos outro limite gravitacional para a massa do féton, a saber, m ~ 2.5 x 107 2MeV .

Devido a razoes ja discutidas, chegamos a conclusao de que entre os limites gravita-
cionais para a massa do féton que encontramos, o mais confiavel é m ~ 2.8 x 10712 MeV .
Além disso, o v associado foi determinado, por um lado, utilizando uma tnica frequén-
cia; por outro lado, ele possui o melhor valor para x?. Ademais, os dados utilizados
para o cédlculo de v véem principalmente das observagoes cujos efeitos de refracao da
corona solar sao despreziveis.

Chamamos atengao ao fato de que a equacao (3.20) pode também ser deduzida,
a la Finstein, procurando uma solucao aproximada para equacao de movimento da
geodésica de uma particula teste massiva no campo de Schwarzschild. Adotando esta

abordagem, uma expressao para o angulo de deflexdo de uma particula pelo Sol foi

GM

: )3 na Ref. [24]. Este tipo de deducdo, contudo, é muito

obtido até a ordem (
trabalhosa. Por outro lado, Golowich, Gribosky e Pal [29], invés da usual aborda-
gem geométrica, consideraram o fenomeno da curvatura da luz como um problema de
espalhamento quantico. Este tratamento, que nao sé € instrutivo como também relati-
vamente simples quando o campo gravitacional é fraco, permitiu-lhes facilmente obter
uma expressao para a deflexao gravitacional de particulas massivas até a ordem %
Um resultado idéntico foi encontrado por Mohanty, Nieves e Pal [30], utilizando um

método desenvolvido originalmente por Ohanian e Ruffini [23].
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Seguem alguns comentarios importantes.

e De acordo com a relatividade geral, os fotons nao apenas sao defletidos mas
também sofrem um atraso devido a curvatura do espago-tempo produzida por
qualquer massa. Além disso, o desvio e o atraso da luz sao proporcionais a v +
1. Consequentemente, técnicas utilizadas para medir tal atraso podem também
ser empregadas para encontrar limites para a massa do féton. E interessante
notar que ha alguns anos, Bertotti, less e Tortora [15] relataram uma medida
do deslocamento de frequéncia de fétons (na faixa de radio) trocados com a
espaconave Cassini quando eles passavam préximos ao Sol, levando a um resultado
para v que concorda com as previsoes da relatividade geral com uma sensibilidade
que se aproxima a um nivel no qual, teoricamente, desvios sao esperados em

alguns modelos cosmolégicos [31, 32].

e A equacao (3.20) foi deduzida supondo que o campo responsavel pela deflexao
do féton é um campo gravitacional estatico. Contudo, como sabemos, tanto o
Sol quanto os planetas nao estao em repouso no Sistema Solar. Na verdade, eles
estao se movendo em relacdo ao baricentro do Sistema Solar e ao observador.
Este movimento certamente introduz correcoes dependentes da velocidade para a
equagao relativistica da deflexao gravitacional da luz. Como consequéncia, a cor-
recao a deflexao gravitacional induzida pelos movimentos citados anteriormente
devem estar correlacionadas com a correcao da massa do féton exibida na equa-
cao (3.22). Este fato nos leva a colocar uma questao importante: Atualmente, a
tecnologia existente é sensivel o suficiente para detectar estes pequenos efeitos da
relatividade geral causados pela dependéncia temporal do campo gravitacional?

Kopeikin [33] afirma que “futuros experimentos de deflexdo de raios de luz [34]
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tais como o BepiColombo (com ondas de rddio)[35], ASTROD (com laser) [36]
e LATOR [37] irdo, definitivamente, alcancar a precisao suficiente para medir
AppN, BppN € OppN, que é comparavel as correcoes pés-newtonianas para o tempo
de atraso estatico e para o angulo de deflexao causadas pelo movimento de corpos
massivos no Sistema Solar [38]”. Aqui, os desvios da relatividade geral sdo deno-
tados via os parametros PPN?® comparativos Yppy = Yppn — 1, BPPN = fBppn — 1
e dppn = Oppn — 1. Por outro lado, pode-se mostrar, utilizando a equacdo para
o tempo de atraso pds-pés-newtoniano (post-post-Newtonian), At, que foi obtida
por Kopeikin acoplando os parametros PPN com os termos dependentes da velo-

cidade, que para experimentos gravitacionais com a luz se propagando no campo

do Sol,
At~ (1+T)In <%) (3.33)
com
I ~ Appn — 280, (3.34)

onde B, (=5.3 x 1078) é a velocidade do Sol (em unidades naturais) em relagao
ao baricentro do Sistema Solar, 15 é a coordenada que expressa a distancia entre
os pontos de emissao e observacao, ry, 7y sao as distancias radiais dos pontos de
emissao e observacao, respectivamente. Agora, notando que as missoes espaciais
LATOR e ASTROD irao medir o parametro 4ppy com uma precisao aproximada
de 107° [36, 37], chegamos & conclusao que, num futuro préximo, corregoes de-
pendentes da velocidade para a equacao relativistica da deflexao gravitacional do
foton deverao ser levadas em conta. Respondamos a questao levantada acima.

Para simplificar vamos nos restringir a medidas de desvio da luz pelo Sol obti-

3post-Newtonian parameters
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das por VLBI. Atualmente os grupos experimentais determinaram os parametros
Appn utilizando técnicas de VLBI com uma precisao de 10~* [13]. Portanto, a
citada correcao dependente da velocidade é muito pequena e pode ser desprezada
na determinacao de yppn. Na verdade, a deteccao de um efeito tao pequeno esta

além da tecnologia atual.

e Hoje em dia, como ja dissemos, a VLBI ¢ a técnica mais precisa que temos a nossa
disposicao para medir a deflexao gravitacional de ondas de radio regularmente

14, 16, 17].

e Medidas da deflexao da luz com técnicas Opticas podem vir a se tornarem mais

vantajosas para determinar o parametro v num futuro préximo [39).

3.5 O Momento Magnético Anomalo do Elétron e
a Massa do Féton

A Eletrodinamica Quantica, teoria originada do casamento bem sucedido entre a Meca-
nica Quantica e a Teoria de Campos, prediz o momento magnético anémalo do elétron
com um precisao de onze casas decimais. Esta impressionante concordancia entre te-
oria e experimento fez Ryder [47] perguntar: ‘O que mais alguém poderia querer de
uma teoria fisica?’. E, portanto, totalmente justificivel que escolhamos esta fantas-
tica previsao da QED como alicerce para estimar outro limite sobre a massa do féton.
Neste espirito, recordemos que o momento magnético anomalo do elétron é descrito
pela correcao no vértice associada ao espalhamento do elétron por um campo externo,

como mostrado na figura (3.3). Para um elétron espalhado por um campo magnético
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estatico externo, e no limite q—0, o fator giromagnético é dado por [48]
g =2[1+ F»(0)].

O fator de forma do elétron, F5(0), corresponde a uma variacdo no fator giromag-
nético, geralmente escrito na forma Fy(0) = £2.
Por outro lado, da parte quadratica da Lagrangiana

1 1
L= —F2, +5m* A2, (3.35)

obtemos imediatamente o propagador para a QED massiva,

.
k2 _m2 m2<k2_m2)'

(my
Dw(@ = - .

(3.36)

Figura 3.3: CORRECAO DO VERTICE DEVIDO A UM ELETRON ESPALHADO POR UM
CAMPO EXTERNO.
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Empregando esta expressao no calculo do diagrama da figura (3.3), resulta

aq (g + ag)
(a2 + a3)? + N2y’

F5(0) = — /OO doydasdazd(1l — Xey)
0
2
onde \2 = (%) e i é a massa do elétron. Observemos que o termo % que
aparece na equacao (3.36) foi omitido ab initio dos calculos relativos a F»(0) porque o
propagador para o féton massivo sempre aparece acoplado com correntes conservadas.
Integrando a expressao acima com respeito a ag, e subsequentemente com respeito

a o, obtemos

a [! 1-en a(l —ay)
F. = — d d
»(0) 7T/O 041/0 a2(1—a1)2+)\2a1
@
T

/1 o 2= )" (3.37)

0 (1 —041)24-)\20(1.

Agora,

! z(1 — x)? 1 4N — 20 = \° Vi — 2
d = — — N1+ 2ln)\) + M + ——————arctan———.
/o x(l—x)2+)\2x 5 (1+2InX) + AlnA + Nrpye arctan—
(3.38)

Portanto,

1 AN — 20 = \° 4— )2

Levando em conta que A < 1, chegamos a conclusao que

= [ie ()G (D) () vo ()] oo

O primeiro termo da equagao acima é igual ao calculado por Schwinger em 1948
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[49]. Desde entao, F»(0) tem sido calculado até ordem a® para a QED. O segundo
termo da equacdo (3.40) é a mais importante corre¢ao associada ao parametro m da
QED massiva.

Calculos recentes do F5(0) no panorama da QED fornecem para o elétron [50]

F5(0) = 1159 652 181.13(.84) x 1072,

onde a incerteza vem principalmente dos ajustes da constantes de estrutura fina «,
ajustes estes advindos de corregoes que nao pertencem a QED. O valor experimental

para o momento magnético anémalo é, por sua vez [51],

F5(0) =1 159 652 180.73(0.28) x 10~ *2.

A comparacao entre o valor tedrico predito pela QED e o resultado experimental

mostra que a concordancia é uma parte em 11. Como consequéncia

™ 1071, (3.41)
i

o que implica m < 1.6 x 1072 MeV.

3.6 Discussao

E natural, antes de mais nada, que indaguemos sobre a possibilidade de melhorar os
limites que encontramos para a massa do féton. Iniciemos nossa andlise pelo limite
quantico. Uma rapida consulta a relagao (3.41) nos mostra claramente que uma me-

lhor concordancia entre teoria e experimento no caso do momento magnético anomalo
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do elétron necessariamente leva a uma melhora no limite quantico relacionado a massa
do foton. Em decorréncia, existe uma grande probabilidade de obter-se um melhor
limite quantico para a massa do fo6ton em um futuro préximo. Consideremos agora
como um melhor limite para a massa do féton poderia ser obtido usando a equacao
(3.31). Se as deflexdes medidas via VLBI pudessem ser obtidas com maior precisao, o
valor de /|1 — | seria reduzido fornecendo, como resultado, uma melhor estimativa
gravitacional. De acordo com Fomalont et al. [13], uma série de experimentos proje-
tados para serem realizados com o detector VLBI poderiam aumentar a precisao de
experimentos futuros ao menos por um fator de 4. Por outro lado, se as medidas de
deflexdao pudessem ser obtidas em frequéncias mais baixas, mantendo-se inalterado o
valor do parametro de deflexao ~, o limite gravitacional seria melhorado na propor-
cao direta da frequéncia. Este ponto, contudo, precisa ser tratado com cuidado. De
fato, como ja mencionamos, até agora, os melhores resultados obtidos para a deflexao
gravitacional via VLBI sao os que se encontram na faixa de 43 GH z, faixa esta no
qual os efeitos da refragao da corona solar sao despreziveis além de 3 graus do sol.
Contudo, a frequéncia mais baixa empregada pelos radio-astronomos até hoje foi de
2 GHz. Entretanto, as medidas realizadas nesta frequéncia sao menos confiaveis por
causa dos efeitos de refracao da corona solar. Na verdade, os radio-astronomos usam
em seus experimentos uma mistura de diferentes frequéncias mas as contribuicoes mais
significativas vem em geral de 43 GHz. A possibilidade de uma melhora no limite
gravitacional é portanto muito limitada.

Certamente os limites que encontramos sobre a massa do foton sao maiores que o
limite recentemente recomendado pelo Particle Data Group [40]. Eles sdo no entanto
comparaveis a outros limites existentes (Veja Tabela (3.3)) e trazem novos elementos

relativos a questao da restricao da massa do féton. Consequentemente eles téem alguns
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méritos. Discutimos abaixo suas principais qualidades

(i) A teoria adotada para descrever a massa do féton tem o limite correto.

(ii) Os limites sdo baseados em célculos exatos realizados no contexto da QED
massiva e da Relatividade Geral, respectivamente; além do mais, utilizamos os resul-
tados experimentais mais precisos disponiveis no momento como dados de entrada.

(iii) As abordagens conceituais aqui adotadas para estimar os limites sdo originais.

(iv) Os métodos usados para estabelecer os limites sdo interessantes por eles
mesmos, apesar de nao levarem a limites mais estringentes. De fato, o limite quantico
foi estimado usando uma das mais notaveis predicoes da eletrodinamica quantica —
o momento magnético anomalo do elétron, enquanto que o limite gravitacional foi
obtido usando propriedades da gravitagao. Na gravitagao, o aspecto fundamental é
essencialmente aquele relacionado ao fato de que o angulo de desvio de um féton massivo
ocasionado por um campo gravitacional é diferente daquele associado a um féton de
massa de repouso nula. Consequentemente, observacoes do desvio da luz pelo Sol
permitem que possamos determinar limites sobre a massa do féton.

(v) Os limites sao essencialmente uma medida do acordo entre teoria e experi-
mento. Desde que os dois limites sao da mesma ordem de grandeza, estes podem ser
usados para termos uma ideia do quanto a predicao tedrica se desvia do resultado expe-
rimental. Para os limites cldssico e quantico estimamos que o limite inferior é m=! ~2
cm. Portanto, quanto maior for o valor de m~!, melhor é a concordancia entre teoria
e experimento. Em outras palavras, uma massa nula para o féton implicaria em uma

concordancia perfeita entre teoria e experimento.
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Autor (ano) Tipo de medida Limites para m (MeV)

Froome (1958) Interferometria de ondas de radio 2.4 x 10713
Warner et al. (1969) Observagoes do pulsar na Nebulosa do Caranguejo 2.9 x 10714
Bay et al. (1972) [46] Emissao de pulsar 1.7 x 10719
Brown et al. (1973) Pulsos de radiacao curtos 7.9x 1077

Schaefer (1999) Explosoes de raios gama(GRB980703) 2.4 x 10717

Explosoes de raios gama (GRB930229) 3.4 x 10712

Tabela 3.3: Alguns limites para massa do féton obtidos utilizando medidas de dispersio da veloci-
dade da luz em diferentes frequéncias do espectro eletromagnético (em ordem cronoldgica).
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Epilogo

Como mencionamos na introducao, este trabalho tinha dois propdsitos especiais:

e Compreender melhor a conjectura em voga sobre a incompatibilidade entre uni-

tariedade e renormalizabilidade em teorias de ordem superior.

e Encontrar limites para a massa do féton que nao fossem baseados somente em
calculos de ordem de grandeza, mas sim em resultados provenientes de calculos
rigorosos realizados no contexto da Teoria Quantica de Campos e onde fossem

utilizados como dados de entrada as mais recentes medidas experimentais.

Sera que os objetivos foram atingidos? Antes de responder a esta indagagao é necessario
analisar o que os resultados obtidos até aqui nos dizem sobre os dois tépicos previamente
mencionados.

Iniciemos pela conjectura sobre as Teorias com Derivadas de Ordem Superior.

No caso especifico da versao atual da eletrodinamica de Lee e Wick foi mostrado em
detalhe que esta teoria é nao-unitaria, porém renormalizavel. Por sua vez, Lee e
Wick tentaram contornar o problema da nao-unitariedade introduzindo modificagoes ad
hoc nas regras usuais da teoria quantica de campos. Entre estas modificagoes engenho-

sas, porém inortodoxas, a assim chamada prescricao de Lee e Wick para a continuacgao
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analitica das amplitudes foi alvo de criticas acerbas [1, 2]. Apesar de altamente insti-
gantes e bem formuladas, as prescrigoes de Lee e Wick nao foram ainda incorporadas
ao ferramental da fisica tedrica. Assim sendo, é mais prudente, por ora, nos basearmos
na teoria quantica de campos ortodoxa que nos assevera que a eletrodinamica de Lee e
Wick é nao-unitéria. B importante notar, por outro lado, que nossos cédlculos mostra-
ram claramente que os efeitos devidos aos termos de ordem superior s6 se manifestam
em distancias muito pequenas, como se esperava. Portanto, fora desta diminuta regiao,
nao ha diferenca sensivel entre as eletrodinamicas de Maxwell e a de Lee e Wick. Em
resumo, dentro do esquema padrao da teoria de campos, a eletrodinamica de Lee e
Wick é renormalizéavel mas nao-unitaria.

No que tange a gravitagao massiva em D = 3, verificamos que ela é a tnica Teoria
de Ordem Superior cuja versao linearizada é unitaria ao nivel de arvore. Serd ela
também renormalizavel? Se assim for, a conjectura sobre a incompatibilidade entre
unitariedade e renormalizabilidade em teorias de ordem superior cai por terra. Esta
questao, como todas que envolvem renormalizagao de teorias gravitacionais, é sempre
polémica. Em 2009 Oda [3] “mostrou” que esta teoria era renormalizavel e unitdria.
Bastante recentemente, no entanto, Muneyuki e Ohta [4, 5] demonstraram que as Te-
orias de Gravitacao com Derivadas de Ordem Superior em D = 3 sao renormalizaveis,
porém aquelas teorias que demandam uma relacao especial entre seus coeficientes, in-
cluindo a nova gravitacao massiva, nao o sao. Consequentemente, a gravitacao massiva
em D = 3 é unitaria mas nao-renormalizivel .

Analisemos entao a questao da determinacao de limites cldssicos e quanticos para a
massa do féton. Como mostramos no texto, os efeitos devidos a uma massa de repouso
nao nula para o féton podem ser incorporados no eletromagnetismo de uma maneira

bastante simples via a QED massiva. Neste espirito, duas interessantes implicagoes
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decorrentes da possivel existéncia de um foton massivo na natureza, a saber, pequenas
alteracoes nos valores conhecidos tanto do momento magnético do elétron como da
deflexao gravitacional da radiacao eletromagnética, foram utilizados para estabelecer
limites superiores para a massa do féton. Os limites obtidos nao sao tao bons quanto
aqueles recentemente estimados, sendo porém comparaveis a outros limites existentes
e trazem novas contribuigoes para a questao da restricao da massa do foton. Podemos
responder agora, com total segurancga, que os objetivos principais do trabalho foram
plenamente atingidos.

Encerrando esta discussao externamos a nossa opiniao sobre a questao da conjectura
relativa as Teorias de Ordem Superior, ou seja, sobre a questao da renormalizabilidade
versus unitariedade. Acreditamos, baseado nos dois exemplos acima, que presentemente
¢é impossivel conciliar numa mesma Teoria de Ordem Superior os quesitos unitariedade
e renormalizabilidade. A discussao sobre a renormalizabilidade da Teoria de Gravita-
¢ao de Ordem Superior em 4D apresentada por Stelle em 1977 [6], que sem divida
continua sendo o modelo ideal para quem deseja se aventurar neste importante campo
de pesquisa, corrobora a nossa crenca.

Como fecho deste trabalho comentaremos rapidamente sobre as investigagoes que
seriam, de certa maneira, uma continuacao natural do mesmo. Como vimos que nao
podemos acomodar simultaneamente monopolos de Dirac e transformacoes de duali-
dade na eletrodinamica de Lee e Wick e nem em uma versao estendida da mesma, seria
interessante investigar a possibilidade desta coexisténcia em eletrodinamicas com vio-
lacao da simetria de Lorentz, tais como a de Myers-Pospelov [7] e a de Gambini-Pullin
[8]. Outro ponto interessante seria verificar, usando como paradigma o trabalho de

Stelle [6], a questao da renormalizabilidade da teoria de gravitagao massiva em D = 3.
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