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Resumo

Nesta tese, discutimos processos radiativos de sistemas com infinitos graus de liberdade
interagindo com detectores em diferentes situagoes. Inicialmente, abordamos o efeito
Unruh-Davies usando um detector de Glauber, uma alternativa ao detector de Unruh-
DeWitt frequentemente utilizado na literatura. Mostramos que o detector de Glauber
também é capaz de medir o efeito Unruh-Davies. Além disso, revisamos o processo de
medicao por um detector em movimento retilineo uniformemente acelerado, interagindo
linearmente com um campo escalar massivo, utilizando a teoria da foto-deteccao de Glauber.
Destacamos as principais diferencas entre o modelo de Glauber e o modelo de Unruh-
DeWitt. Investigamos a taxa de probabilidade de transigao associada a um detector do tipo
broadband uniformemente acelerado preparado no estado fundamental, mostrando como o
efeito Unruh-Davies surge dentro da aproximacao de onda girante (RWA). Além disso,
consideramos o comportamento deste detector em um sistema que é inercial no passado
remoto, mas no futuro distante se torna uniformemente acelerado, ajudando a esclarecer
as interpretagoes do detector inercial ou acelerado. Também nesta tese, propomos uma
nova forma para a equagao mestra quantica da teoria de sistemas quanticos abertos, que
permite descrever a dinamica de sistemas de dois niveis movendo-se ao longo de diferentes
trajetorias hiperbdlicas com tempos proprios distintos. Na aproximacao de Born-Markov,
consideramos um campo escalar quantico sem massa acoplado a sistemas de dois niveis.
Partindo de um estado separavel, mostramos a ocorréncia do fenémeno da colheita de
emaranhamento. Verificamos também a morte sibita do emaranhamento para diferentes

aceleragoes proprias.

Palavras-chave: efeito Unruh-Davies. detectores de Unruh-DeWitt. detector de Glauber.

dindmica de emaranhamento. equagao mestra.






Abstract

In this thesis, we discuss radiative processes of systems with infinite degrees of freedom
interacting with detectors in different situations. Initially, we address the Unruh-Davies
effect using a Glauber detector, an alternative to the frequently used Unruh-DeWitt
detector. We show that the Glauber detector is also capable of measuring the Unruh-
Davies effect. Additionally, we review the measurement process by a detector in uniformly
accelerated rectilinear motion, interacting linearly with a massive scalar field, using
Glauber’s photo-detection theory. We highlight the main differences between the Glauber
and Unruh-DeWitt models. We investigate the transition probability rate associated with
a broadband uniformly accelerated detector prepared in the ground state, showing how the
Unruh-Davies effect arises within the rotating wave approximation (RWA). Furthermore,
we consider the behavior of this detector in a system that is inertial in the remote past, but
becomes uniformly accelerated in the far future, which helps to clarify the interpretations
of the accelerated or inertial detector. In this thesis, we also propose a new form for the
quantum master equation in the open quantum systems theory, which allows us to describe
the dynamics of two-level systems moving along different hyperbolic trajectories with
distinct proper times. In the Born-Markov approximation, we consider a massless quantum
scalar field coupled to two-level systems. Starting from a separable state, we show the
occurrence the phenomenon of entanglement harvesting. We also verify the sudden death

of entanglement for different proper accelerations.

Keywords: Unruh-Davies effect. Unruh-DeWitt’s detector. Glauber’s detector. entangle-

ment dynamics. master equation.






Figura 1

Figura 2

Figura 3

Figura 4

Figura 5

Figura 6

Figura 7

Lista de ilustracoes

Comparagao da degradacao de emaranhamento para diferentes valores

de way. O estado inicial foi escolhido como |S). Usamos was = 0.6. . . 59
Comparagao da degradagao de emaranhamento para diferentes valores

de way. O estado inicial foi escolhido como |A). Usamos was = 0.6. . . 60
Comparacao da degradacao de emaranhamento para diferentes valores

de way e way. O estado inicial foi escolhido como |S) e fixamos I'y7 = 0.05. 60
Comparacao da colheita de emaranhamento para diferentes valores de

wai. O estado inicial foi escolhido como |G). Usamos was = 0.58. . . . 61
Comparacao da colheita de emaranhamento para diferentes valores de

way. O estado inicial foi escolhido como |F). Usamos way = 0.1. . . . . 62
Comparacao da colheita de emaranhamento para diferentes valores de

wai. O estado inicial foi escolhido como |E) e fixamos o parametro
temporal para I'o7 =0.75. . . . . . . . ... 63
Contornos no plano complexo para a avaliacao das integrais de W (%) (agw).
Em (a) temos o contorno para w > 0. Observamos que neste caso os po-

los dentro do contorno para R — oo tém n > 0. A figura (b) corresponde

aw<0etemosn>1.. .. . . . . . . 76






Lista de publicacoes

Soares, M. S., Svaiter, N. F. and Zarro, C. A. D. (2020). “Multiplicative noise in Eucli-
dean Schwarzschild manifold”. In: Classical and Quantum Gravity 37, 065024. DOT:

10.1088/1361-6382/ab4fd3.

Soares, M. S., Svaiter, N. F., Zarro, C. A. D and Menezes, G. (2021). “Uniformly accelerated
quantum counting detector in Minkowski and Fulling vacuum states”. In: Phys. Rev.
A, 103, 042225. DOI: 10.1103/PhysRevA.103.042225.

Soares, M. S., Svaiter, N. F., and Menezes, G. (2022). “Entanglement dynamics: Generalized
master equation for uniformly accelerated two-level systems”. In: Phys. Rev. A, 106,

062440. DOI: 10.1103/PhysRevA.106.062440.






Lista de abreviaturas e siglas

TQC Teoria Quantica de Campos

SDN Sistema de dois niveis

RWA Aproximacao de onda girante

FWFP Fungbes de Wightman de frequéncias positivas

EMG Equacao mestra generalizada






2.1
2.2
2.3
2.4
2.5

3.1
3.2
3.3
3.4

4.1
4.2
4.3

5.1
5.2

A.l

Sumario

INTRODUCAO . . . .. ittt e e e et e et e et e 21
TEORIA QUANTICADECAMPOS . . . . . .. it i e e e . 25
Quantizacdo Canénica . . . . . . . . . . ... 25
Decomposicao do campo escalar livre . . . . . . . .. ... ... 27
Ovacuo . . . . . . . . 28
As funcbes de Green . . . . . . . ... 29
A quantizacao de Fulling: O vacuo de Rindler . . . . . . ... .. .. 30
O EFEITO UNRUH-DAVIES . . .. ... ... .. ... ..., 33
O efeito Unruh-Davies: O detector de Unruh-DeWitt . . . . . . . . . 34
Teoria de foto-deteccao de Glauber . . . . . . . . ... ... .. ... 36
A teoria de foto-deteccao de Glauber e o efeito Unruh-Davies . . . 39
O detector de Glauber no sistema coordenadas de Kalnins-Miller . . 41
EQUACAO MESTRA GENERALIZADA . . . . . . ... ... .... 45
Equacao Mestra . . . . . . . ..o 45
Forma de Lindblad-Kossakowski . . . . . .. ... ... .. ...... 50

Equacao mestra generalizada para um par de sistemas de dois niveis 52

DINAMICA DE EMARANHAMENTO: CAMPO ESCALAR . ... 57
Degradacao de Emaranhamento . . . . . . . .. .. ... ... 58
Colheita de Emaranhamento . . . . . . . . .. .. ... ... ..... 61
CONCLUSOES . . . . . . . e e e 65
REFERENCIAS . . . . . . . et 67
APENDICES 73
APENDICE A - CALCULO DAS FUNCOES T . . .. ... ... 75
Calculo das funcdes I'®?) para o campo escalar . . . . . .. ... .. 75

APENDICE B - FORMA COMPLETADAEMG .......... 79






21

1 Introducao

A teoria quantica de campos trata-se de um conjunto de ideias e ferramentas que
combina a mecanica quantica, o conceito do campo e a teoria da relatividade especial. Tal
teoria nos fornece métodos poderosos que possuem resultados compativeis com diversos
experimentos e é o melhor modelo para a descricao de trés das quatro interagoes fundamen-
tais: a nuclear fraca, nuclear forte e a eletromagnética, ficando assim a gravitacao de fora da
descrigao dessa teoria [1]. Existe, na atualidade, grande esfor¢o para se construir uma teoria
unificada que descreva todas as interagoes fundamentais sem que haja o comprometimento

do modelo padrao.

A descrigdo mais aceita pela fisica moderna da gravitacao é dada pela Relatividade
Geral. Tal teoria consiste em uma descricao geométrica do espago-tempo onde a massa e a
energia ditam como se da a curvatura do espago-tempo e tal curvatura dita como os objetos
devem se mover [2]. Podemos buscar uma aproximagao para um modelo de gravita¢ao
quantica através da descricao de um modelo em que os campos sao quantizados, através do
formalismo da TQC, em um espago-tempo curvo fixo, descrito pela teoria da relatividade.
Tal modelo é chamado de gravitagdo semi-classica ou, mais comumente usado, teoria
quantica de campos em espagos curvos [3]. Por conta do principio de equivaléncia, que
estabelece uma relagao entre referenciais em repouso num espaco-tempo curvo localmente
homogéneo com referenciais uniformemente acelerados no espago-tempo de Minkowski,
uma investigacao interessante é o estudo de campos quanticos na perspectivas destes
referenciais. A discussdo do comportamento dos atomos em referenciais nao inerciais ainda

¢ um tema sob intensa investigacao [4-9].

Em 1972, Fulling introduz a quantizacao de um campo escalar massivo nas co-
ordenadas de um referencial uniformemente acelerado no espaco-tempo de Minkowski e
demonstra que o vacuo associado a tal observadores nao é o mesmo que aquele construido
em um referencial inercial no espago-tempo de Minkowski [10]. Este resultado demons-
tra que o conceito de particulas é ambiguo. Diferentes sistemas de referencias possuem
diferentes tipos de particulas. Posteriormente, Davies [11] e Unruh [12] demonstram que
um observador uniformemente acelerado percebe o vacuo encontrado por Fulling como
um banho térmico de particulas de Minkowski e mede uma temperatura proporcional a
sua aceleracao propria. Tal resultado ficou conhecido como efeito Unruh-Davies e possui
uma forte relagdo com o efeito Hawking [13]. De acordo com o efeito Unruh-Davies, um
detector em repouso em um referencial uniformemente acelerado pode ser excitado pela
absor¢ao de um quantum de campo de Rindler presente no vacuo de Minkowski. Para tal,
Unruh introduz o chamado detector de Unruh-DeWitt que consiste em um sistema de dois

niveis pontual que interage com o campo quantico escalar via uma interacao de monopolo



22 Capitulo 1. Introducio

[12,14].

Um dos questionamentos que surgem no estudo do efeito Unruh-Davies é sobre o
modelo de detector que é utilizado. O modelo de deteccao de Unruh-DeWitt ndo consiste
em um sistema utilizado em laboratério. Além do mais, pode-se demonstrar que tal
detector possui uma probabilidade nao nula de se excitar emitindo um quantum para o
campo. Tal processo se caracteriza como um processo virtual. Um dos objetivos desta
tese ¢ reexaminar o efeito Unruh-Davies usando um modelo de deteccao comumente
utilizado na Otica Quantica, a teoria de foto-deteccio de Glauber [15,16]. Revisitaremos a
discussao sobre o processo de medic¢ao de quanta de campo de Rindler por um detector
uniformemente acelerado interagindo com um campo escalar massivo dentro do modelo de

Glauber, que realiza a deteccao de quanta como um processo apenas absorcivo.

A teoria de Glauber foi construida para formular modelos de detectores que
respondem ao campo eletromagnético por absor¢ao de fétons. De qualquer forma, é simples
implementar a mesma ideia em um dispositivo que mede quanta associados a um campo
escalar massivo. Nesta teoria, as medigoes sao processos de absorcao que sao registrados,
por exemplo, pela deteccao de fétons emitidos. Esse tipo de medig¢ao é conhecido como

medicao de segundo tipo, na medida em que altera o estado que esta sendo medido.

Abordaremos a questao de como definir um detector adequado. E importante ter em
mente que as medicoes de observaveis na teoria quantica de campos devem ser realizadas
em algum dominio espago-tempo limitado. Do ponto de vista operacional, as medigoes
sao meios para obter informagoes sobre a realidade fisica por meio de um aparelho de
medicao. O aparelho de medigao envia um sinal de informacao, um sinal que deve ser
decodificado por algum receptor capaz de nos dar um valor mensuravel na saida do sistema.
Consideramos o caso em que a dimensao do espaco de Hilbert do sistema medido é infinita.
Nesta situagao, um detector ideal de quanta de campo é um sistema adimensional que
pode fazer uma transicao entre dois niveis de energia, diminuindo o niimero de quanta
do campo em algum estado medido [17]. Portanto, um detector de quanta de campo é
um dispositivo experimental acoplado ao campo que nao d& sinal se o estado do campo
for o estado fundamental. Devemos ter em mente que a definicdo de um estado de vacuo
esta relacionada com a escolha dos vetores de Killing de translacao temporal usados pelos

observadores na quantizacao de um campo classico.

Nesse contexto que envolve a dindmica de detectores em sistemas nao inerciais e o
efeito Unruh-Davies, surge a duvida sobre o impacto que isso pode ter na dindmica de ema-
ranhamento. Atualmente, o emaranhamento quantico é um fenémeno bastante importante
para a implementacgao de protocolos da computacao quantica, sendo a dinamica de sistemas
emaranhados um tema relevante e amplamente investigado [18]. Nos tltimos anos, a teoria
da informagao quantica relativistica tem sido utilizada para estudar o comportamento de

atomos, possivelmente emaranhados, em interacao com campos quanticos relativisticos.
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Um fenémeno importante abordado por essa teoria é a degradagdo do emaranhamento, que
¢é quando estados correlacionados podem se tornar nao correlacionados pela interagdo com
um campo quantico. Além disso, a colheita de emaranhamento é outro efeito interessante
que essa teoria explora, em que dtomos inicialmente preparados em um estado separavel

podem extrair emaranhamento do vacuo quantico.

Recentes pesquisas indicam que a dindmica do emaranhamento é influenciada pelo
movimento dos atomos, sua separacao no espaco-tempo e pela dimensao do espaco-tempo
[19-28]. A dindmica do emaranhamento é comumente descrita por meio do detector de
Unruh-DeWitt. Neste estudo, buscamos expandir a discussao da dinamica do emaranha-
mento para atomos em referenciais nao inerciais. Para isso, consideramos um par de atomos
de dois niveis (chamamos este sistema como sistema A) acoplados a um sistema quantizado
com infinitos graus de liberdade, chamado de B. Utilizamos a teoria de sistemas quénticos
abertos para descrever a dindmica do sistema [29,30]. Nosso objetivo é generalizar a
construcao da equagdo mestra, que descreve a evolugao temporal da matriz densidade do
subsistema A [31].

Benatti e Floreanini derivaram esta equacao mestra para atomos nao inerciais
interagindo fracamente com um campo escalar quintico [32] e recentemente seus resultados
foram generalizados para o caso de dtomos acoplados a um campo eletromagnético [33].
Ambos os trabalhos descrevem a dinamica de emaranhamento para dtomos com a mesma
aceleracao prépria. Outro objetivo desta tese é estender esse formalismo para um cenério
mais geral. Consideramos que os atomos percorrem diferentes linhas de universo que sao
parametrizadas por diferentes tempos préprios. Desta maneira, investigaremos mais a
fundo o papel das aceleracoes proprias dos sistemas na dinamica de emaranhamento. Neste
cenario, buscamos uma generalizacao da equagao mestra que nos permita realizar tal
estudo. A partir dessa equacao mestra, para quantificar o emaranhamento do sistema,
calculamos a concorréncia, uma fung¢ao monotonicamente crescente do emaranhamento de

formacao, que foi introduzida por Wootters em 1998 [34].
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2 Teoria Quantica de Campos

Neste capitulo vamos introduzir o processo de quantizagao dos campos em um
espaco-tempo de Minkowski. Tal procedimento é conhecido como quantizagdo candnica e
vamos utilizar de tal procedimento para o caso de um sistema de referéncias uniformemente
acelerado. Este ultimo ¢é conhecido como a quantizacao de Fulling e os resultados deste

procedimento serao de grande uso ao longo desta tese.

2.1 Quantizacao Canonica

Em mecanica quantica, a quantizacao canonica é o procedimento que nos leva do
formalismo Hamiltoniano da mecéanica classica para a teoria quantica. O procedimento
é tal que dados as coordenadas generalizadas ¢, e os momenta conjugados p® nés os

promovemos a operadores e definimos relagoes de comutacao da seguinte maneira

90> @] = [p%, "] = 0,
(4, "] = i0),. (2.1)

Para a teoria quantica de campos vamos fazer o mesmo para um campo quantico ¢,(Z) e
seu momentum conjugado I1°(#). Dessa maneira, um campo quantico ¢ definido como um

operador que obedece as relacoes de comutacgao

[6a(2), $()] = [I1*(2), I(5)] = 0
[6a(2), T'(5)] = i60”) (F — ). (22)

A informagao que queremos saber em uma teoria quantica é sobre o espectro da
Hamiltoniana H. Por conta dos infinitos graus de liberdade (pelo menos um para cada
Z no espago) encontrar tal espectro pode ser uma tarefa bastante complicada. Para as
teorias livres nés podemos descrever a dinamica do sistema de tal maneira que cada grau
de liberdade evolui independentemente dos demais. Nessas teorias temos Lagrangianas
que possuem termos quadraticos nos campos e, entao, as equagoes de movimento sao
lineares [1]. A teoria relativistica de campos livres mais simples é dada pela equagao de

Klein-Gordon para um campo escalar real ¢(Z, t)
0,0"p(Z,t) + m*p(Z,t) = 0. (2.3)

A equagao (2.3) pode ser obtida através da densidade Lagrangiana dada por

£ = £(0(2),0,0(2) = 50,0"0(z) — "5-62(), 24)
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onde, por simplicidade, adotamos ¢(z) = ¢(t, &) e tal definicdo, puramente estilistica, sera

usada ao longo deste trabalho.

Fazendo uso de uma transformada de Fourier do campo

— =

o@t) = [ e (). (2.5

temos que ¢(p), t)satisfaz a equagao
0 ) 2 -
a2 T (p”+m) | o(p,t) =0, (2.6)

onde observamos que para cada valor de p, o campo ¢(p,t) é solugao da equagao de um

oscilador harmonico que oscila com frequéncia dada por
wy = \/P? + m?. (2.7)

A conclus@o que obtemos ¢é que a solu¢do mais geral da equagio de Klein-Gordon é
uma superposicao linear de osciladores harmonicos simples, cada um vibrando em diferentes
frequéncias e amplitudes. Para quantizar o campo ¢(Z, t) nds precisamos quantizar infinitos
osciladores harmonicos. Tal procedimento é padrao da literatura e nao vamos reproduzir
neste trabalho. Um resultado importante de ser introduzido ¢ que um conjunto de solugoes

da equagao (2.3) é dado pelos modos
up(z) = Pt (2.8)

Esses modos sao ditos os modos de frequéncia positiva em respeito a t, pois sao auto-fungoes

do operador 0/0t

0 .
—us(z) = —iwps(e), (2.9)

com wy > 0. Definindo o produto escalar em um espago n-dimensional dado por

o0 =i [ e {0 gt - | G| a0} o

com ¢t sendo uma hipersuperficie de simultaneidade no instante ¢, os modos uz sao entao
ortogonais se p # p/
(uﬁ, Uﬁr) =0. (211)

Se escolhermos

1 L
Uy = ezp-zfzwﬁt, (212)
2wz (2m)n—1

Entao uz ¢ normalizado no produto escalar (2.10)

(up, uy) = 6" (7= p). (2.13)
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2.2 Decomposicao do campo escalar livre

A quantizacao do campo escalar segue por encontrar a decomposicao do operador
de campo ¢(z) em uma determinada base respeitando, é claro, as rela¢oes de comutagao

dadas pelas equagoes (2.2). Onde o momento conjugado II(z) é dado por

oL 9]
=% (). (2.14)

Os modos do campo dados pela equacao (2.12) e seus respectivos conjugados
complexos formam uma base ortogonal completa do produto escalar (2.10). Dessa maneira,
em um espago-tempo quadridimensional, o campo ¢(z) pode ser decomposto como uma
cominagao linear desses modos

o(z) = L&y (a(ﬁ)e‘im + aT(ﬁ)eim) (2.15)

(2m)3/2 ) 2wz ’
onde a(p) e af(p) sdo coeficientes da expansdo do operador campo na base de solucdes de
ondas planas e definimos px = p*z, = p°t — p'- & com p” = wy. A decomposi¢ao (2.15) nos
permite escrever o campo como sendo a soma de uma parte das energias positivas e uma

parte das energias negativas

¢(z) = ¢ () + ¢ (2), (2.16)

onde definimos

ORY i ———r) (2.17)

\/(27r)32wﬁ€

00 = [l (2.18)

Sy 20y

Nossa tarefa agora é entender melhor quem sdo os operadores a(p) e a'(p). Para isso,
observamos que o momentum conjugado definido por (2.14), usando a decomposi¢ao da

equacao (2.15), pode ser escrito em termos dos operadores a(p) e a'(p) como

() = 5 o(x)

= —i/d?’ﬁ1 / 2(;’?)3 (e_ipxa(ﬁ) - eipxaT(ﬁD . (2.19)

Usando a Eq. (2.15) e (2.19) nas relagoes de comutagao (2.2) obtemos as seguintes relagoes

de comutacgdo para os operadores a(p) e a'(p)
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Isso nos mostra que os operadores a(p) e al(p) possuem relacdes de comutagio analogas aos
operadores de aniquilagao e criagao do oscilador harmoénico quantico. Por conta daquela
integral sobre p’'temos aqui uma superposicao de infinitos osciladores harmonicos quanticos,

um para cada valor de p'[35].

Também podemos obter o operador Hamiltoniano em termos dos operadores de

criacao e aniquilacao. Para isso, calculamos a densidade Hamiltoniana H através de

H = T1(r) 2 () — £
= 3 [P(@) + (Vo) + m*0(x)] (222

Usando as equagoes (2.15), (2.19) em (2.22) e obtemos o operador Hamiltoniano como
H= [dn

— 5 | s a(a' ) + ! ()

2/ d d [a(p)al (7) + N, (2.23)

onde definimos o operador Nz = a*(ﬁ)a(ﬁ) que é chamado de operador nimero.

2.3 0O vacuo

Na representacao de Heisenberg, os estados quanticos geram o espago de Hilbert
[36]. Uma base conveniente desse espaco é o chamado espago de Fock. Os vetores estado
desse espago podem ser construidos a partir de um estado de vacuo |0). O estado |0) possui

a propriedade de ser aniquilado pela atuagdo do operador a(p)

a(5) [0) = 0, (2.24)
Obtemos o estado de uma particula |15) a partir da operacio de a'(p) no estado de vicuo
a'(p)10) = [15).- (2.25)

Consequentemente, podemos criar um estado de varias particulas através de aplicagoes
suscetivas dos operadores a(p) no vdcuo para diferentes valores de p. Dessa maneira,
criamos todos os possiveis estados do espaco de Fock. Anteriormente, definimos o operador
nimero Ny = a'(p)a(p). O valor esperado desse operador em um determinado estado mede
o nimero de particulas que se encontram nesse estado. Por exemplo, o vacuo é o estado de
zero particulas', por consequéncia esperamos que o valor esperado do operador nimero no

vacuo seja zero. Entao temos:

(0 N[0} = (0] a*(p)a(p) |0) = 0, (2.26)

Este resultado serda um dos principais a causarem certa estranheza quando lidarmos com campos
quantizados em sistemas de coordenadas z* néo inerciais.

1
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como esperado. Com esses resultados podemos ver qual seria o valor esperado da Hamilto-
niana no vacuo. Pela interpretacao do operador Hamiltoniano, teriamos o valor de energia
do estado minimo do espaco de Fock, que seria zero. Mas ao calcularmos o valor esperado

de H no vacuo temos:

/)= [ (;lf;)wﬁ (Ol a(@)a’ () [0) + (0] N3 |0)]

(0| H |0) = 6°(0), (2.27)

onde, pela defini¢ao da fungao delta de Dirac, temos uma energia infinita. Nao podemos
carregar infinitos em nossa teoria, entao esse resultado poderia estragar todo o nosso modelo
de quantizacao. Para lidarmos com isso, lembramos que em Fisica estamos interessados
nao em valores de energia, mas sim na diferenca de valores de energia entre os estados pois
nao temos como medir diretamente um valor de energia de um estado. Entao, podemos
pegar esse termo divergente e subtrair de H, isso nos tras uma nova definicdo de um
operador Hamiltoniano renormalizado como sendo

H= | (;l?f;wﬁaf(ﬁ)a(ﬁ) -2 éﬁf;wﬁzvﬁ. (2.28)

2.4 As funcoes de Green

Uma vez que construimos uma teoria quantica que lida com infinitos graus de
liberdade, podemos nos perguntar como os campos quantizados podem nos fornecer fungoes
relacionadas a observaveis. Por exemplo, dado a teoria quantica definida anteriormente
para um campo escalar massivo ¢(x) podemos estar interessados em calcular amplitudes
de espalhamentos das particulas que estao associadas ao campo. Uma outra pergunta,
bastante comum em mecanica quantica, é: se temos uma particula preparada em um
ponto do espaco-tempo z#, qual a probabilidade de encontrarmos essa particula em um
ponto do espago-tempo y*? Ambas as perguntas sdo respondidas através de um objeto
fundamental da teoria quantica de campos, os propagadores. Por exemplo, a resposta da
ultima pergunta ¢ feita pelo valor esperado (0] ¢(z)¢p(y) |0). Usando a expansao do campo

escalar dada pela equacao (2.15) temos

dgﬁ dgﬁ 1 i —ipz+ip'y
0160w 10) = | 555 e (Ol 0)e
d3ﬁ 1 —ip(x—
- gt = pte) 2
p

onde D(z — y) é o chamado propagador. Essa funcdo possui um problema quando temos
separagoes espaco-temporais do tipo espago, (r — y)? < 0. Nesse tipo de separacao,
observamos que o propagador decai exponencialmente, o que nos diz que podemos ter uma

teoria nao causal. Na verdade, o que temos é que se calcularmos o comutador [¢p(z), ¢(y)]
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teremos

[¢(z), ¢(y)] = D(z —y) — D(y — ), (2.30)
caso x e y sejam separados por uma distancia do tipo espago, podemos verificar que esse
comutador é nulo, o que nos leva que a amplitude de probabilidade de uma particula ir de
xr até y é a mesma que o caminho inverso. Em qualquer experimento as amplitudes desses

eventos se cancelam.

Em teorias quanticas com interacao uma das mais importantes funcoes é o propa-

gador de Feynman que é obtido por

D(z —y) quando z° > ¢°

Gr(r—y) = (0] To(x)(y) |0) = { (2.31)

D(y —z) quando 3° > 29,

onde T estd relacionado ao ordenamento temporal do produto dos campos ¢(x)p(y) que

pode ser escrito como

¢(z)¢(y) quando  z° > y°,

o(y)p(x) quando y° > 2°. (2.32)

To(z)e(y) = {

Por sua construcao, o propagador de Feynman pode ser escrito em termos das chamadas
fungées de Wightman das frequéncias positivas GT(x,y) e das frequéncias negativas
G (z,y)

Gp(z —y) = 0(z" = y°)G (2, y) + 0(y° — 2°)G™ (2, y), (2.33)

onde O(x) é a funcao teta de Heaviside e as func¢oes de Wightman sao definidas por

G (z,y) = (0] d(x)¢(y) |0), (2.34)
G~ (x,y) = (0] o(y)o(x) 0) - (2.35)

Todas as fungoes de Green que discutimos nesta se¢cdo e também outras que nao
serao utilizadas nesse trabalho podem ser obtidas a partir de uma representacao integral
onde usamos a decomposicao do campo em valores esperados no vacuo. Tal representacao
para um espaco n-dimensional é dada por

1p (Z—1)—ip® (t—t")
|Z7|2

A integral da equagdo (2.36) possui polos em pO = +(|p]* + mZ)l/Q, o contorno que

G(z, (2.36)

escolhemos no plano complexo para resolver tal integral é que determina qual funcao de
Green estamos calculando.

2.5 A quantizacdo de Fulling: O vacuo de Rindler

Nesta secao vamos discutir a quantizacao do campo escalar utilizando as coorde-

nadas de Rindler [37]. Como em um espago-tempo globalmente estacionario arbitrario
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sempre podemos encontrar um vetor de Killing correspondendo a uma dire¢ao temporal
de uma familia de observadores. No espago-tempo de Minkowski usamos esta propriedade
para realizar a decomposi¢ao de um campo escalar ¢(¢, Z) da maneira dada pela Eq. (2.15).
Tais modos sao normalizados e toda a algebra dos operadores de criagao e aniquilacao
foi construida. O estado de vacuo construido para observadores em repouso para um
referencial inercial foi construido como um estado invariante translacional |0, M) (agora,
definimos M para dizer que estamos lidando com um vacuo definido em um sistema de
coordenadas inercial no espaco-tempo de Minkowski, geralmente chamamos tal estado
como vdcuo de Minkowski) tal qual a(k) [0, M) =0 Vk.

Consideramos agora uma familia de observadores em repouso em um um referencial
nao inercial, e.g., com um movimento retilineo uniformemente acelerado. A partir das

coordenadas usuais x# = (¢, 2!, 2%, %), definimos as coordenadas X* = (1, £, vy, ) usando

t = ¢&sinhny

x! = Ecoshn (2.37)
2?2 =y

=2z,

com 0 < £ < 0o e —00 < 1 < 0o. Por consequéncia, &2 = ()2 — 2 e n = tanh™*(¢/(z1)).
Nestas coordenadas, um observador que viaja na linha de universo ¢ = 1/a = C* (y, z
também sdo constantes) possui uma aceleragido prépria dada por a. Este sistema de
coordenadas cobre apenas um pedago do espaco-tempo de Minkowski, i.e., a regiao para
qual |x| > t, onde existe um vetor de Killing global to tipo tempo 9/9n. Nestas coordenadas,
a equagao de Klein-Gordon (2.3) se torna
0?2 O¢

(g; — 0 - T 07 +m* | d(n. & y) =0, (2.38)

onde definimos y = (y, z). Essa equagao pode ser resolvida facilmente pelo método de

separacao de variaveis nos fornecendo os modos normalizados como:

2v sinh(7v) ity v
s K (mg)e Ve, (2.39)

Uz, =
q, 27T2

onde Kj;,(z) é a funcao de Macdonald de ordem imaginaria e definimos o vetor q = (k, k).
Neste trabalho vamos nos ater apenas aos observadores que viajam no ramo direito de
Rindler. A partir das solugoes gerais das equagoes de Klein-Gordon dadas pela Eq. (2.39), o
operador do campo escalar pode ser escrito como uma soma de contribuicoes de frequéncias

positivas e negativas em respeito ao vetor de Killing d/9n como

o(n,&,y) = oM, &y) + 0 (0. € y), (2.40)

Definindo m? = mZ + q2, temos os modos

o) (n,&y) = /OO du/d2q\/ sinh WuKiV(mg)e_i(”"_q'y)b(u, q), (2.41)

212 Jo
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¢(_)(n,§,y) = /OO du/qu\/ sinh ﬂuKiy(mé)ei(V”_q'y)bT(y, q), (2.42)

212 Jo

Os operadores de criacio e aniquilacio dos quanta de Rindler bf(v, q) e b(v, q) satisfazem as
relagdes de comutagao usuais em sobre uma hipersuperficie de simultaneidade 7. Fica claro
que no espago de Hilbert dos estados existe um estado de vacuo |0, R), que é conhecido como
o estado de vacuo de Fulling, tal qual b(r,q)|0, R) =0, Vv € [0,00), —00 < ky, k, < 00. A

partir deste estado podemos criar o espaco de Fock nas coordenadas de Rindler.

O operador de aniquilagdo dos quanta dos campos de Rindler no modo (v, q)
pode ser expandido, usando as transformagoes Bogoliubov, em uma combinacao linear dos
operadores de criacdo e aniquilacio dos quanta dos campos de Minkowski af(k) e a(k).

Temos entao

b(v,q) = / &k [U(v, ¢, K)a(k) + V(r,q.k)a (k)] | (2.43)
onde
k) = ! wpt K\ 5
U(v,q,k') [2mk(1—e—2w)]$< - ) o(a —dq'), (2.44)
U N _ 1 Wk+|k| Y P,
V(v,q,k') [27r(,uk(e27”’—1)];< - ) iqg—q). (2.45)

Observamos entao, que na construcao matematica do formalismo, obtemos duas defini¢oes
nao equivalentes do espago de Fock com dois vacuos |0, M) e |0, R). O que nos leva a
entender que o vacuo invariante de Poincaré |0, M) possui um nimero infinito de particulas

de Rindler no modo (v, q) associadas com o campo escalar massivo:

1
<Oa M| bT(V7 q)b(yla q/) |07 M> = 2715 (]/ - V/) 0 (q - q/) : (246)
e Y __
Podemos observar que o resultado acima apresenta uma distribuicao do tipo Bose-Einstein
[38]. Isso nos leva a interpretagao do vacuo de Minkowski como sendo um bando térmico
de particulas de Rindler. No proximo capitulo vamos explorar tal resultado fazendo o uso

de um modelo de deteccao dessas particulas de Rindler.
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3 O Efeito Unruh-Davies

O objetivo deste capitulo é explorar medigoes de segundo tipo em uma situagao
amplamente discutida na literatura: medigoes de quanta de campo associados a um campo
(massivo) realizado por observadores em movimento retilineo uniformemente acelerado.
Como ja discutimos, vamos realizar uma distin¢ao entre os modelos de detecgao de
Glauber e de Unruh-DeWitt. Este ultimo é amplamente discutido, para o qual os processos
de absor¢ao e emissdo do detector sao igualmente importantes. Além disso, como os
detectores de particulas sao percebidos como aparatos para coletar informagoes sobre
campos quanticos, é importante entender o comportamento de diferentes modelos em
situacoes distintas, e percebe-se que até agora o detector de Glauber nao recebeu a devida
atencao no contexto do efeito Unruh-Davies. O modelo de Glauber também nos ajuda
a entender sob uma perspectiva alternativa o papel da transferéncia de energia entre o
detector de particulas e o campo quantico nos processos de medi¢ao. Por outro lado, na
teoria quantica da foto-detecgao, um tratamento perturbativo da interacao detector-campo

usando a aproximacao de ondas rotativas (RWA) é usualmente adotado [15, 16, 39].

A construgao de Glauber introduz uma espécie de ordenacao de operadores onde
os processos de emissao sao desconsiderados. Ressaltamos que esta ordenacao de Glauber
estd relacionada a congruéncia do vetores de Killing do tipo tempo. Avaliaremos as taxas
de probabilidade de transicao do detector acelerado preparado no estado fundamental para
trés situagoes de interesse: quando estado do campo é tomado como um estado arbitrario
de n-quanta de Rindler; quando o estado do campo constitui de um estado térmico de
Rindler com temperatura 37! e finalmente quando o estado do campo é o vacuo Minkowski.
Buscamos recuperar o conhecido resultado de que um detector em movimento retilineo
uniformemente acelerado interagindo com um campo no vacuo de Minkowski tem a mesma
taxa de probabilidade de transicao de um detector acelerado interagindo com o campo
em um estado térmico de Rindler a uma temperatura S~!. Como nao h4 concordancia na
literatura quanto a interpretacao dos processos descritos por observadores em repouso em
um referencial inercial e em repouso em um referencial nao inercial, utilizando o modelo de
Glauber, pretendemos esclarecer essa questao [40-43]. Por fim, investigamos um modelo
no espago-tempo Minkowski onde o vacuo definido no passado remoto, o estado |0, in),
e no futuro distante, o estado |0, out), sdo unitariamente nao equivalentes. Mostramos
que um detector de Glauber em um futuro distante pode ser excitado ao interagir com o

campo no estado de vacuo |0, in).

Este capitulo e o proximo possuem os resultados e as discussoes publicadas na

referéncia [44].
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3.1 O efeito Unruh-Davies: O detector de Unruh-DeWitt

Até agora vimos que para diferentes sistemas de coordenadas, conseguimos defini¢oes
nao equivalentes do vacuo. As transformacgoes de Bogoliubov do capitulo anterior nos
mostram que o vacuo de Rindler pode ser considerado como um estado de varias particulas
de Minkowski. Podemos criar um modelo de detector de particulas de Minkowski que
consiste em um sistema de dois niveis que interage com um campo quantico ¢(x). Tal
sistema se excita ao absorver uma particula de Minkowski e é de se esperar que ao
prepararmos o campo em seu estado fundamental |0, M) o sistema nao altera seu estado e
podemos dizer que detector nao detecta particula alguma. Agora podemos nos perguntar
o seguinte. O que acontece se colocarmos o mesmo detector em repouso em um sistema
de referéncias uniformemente acelerado? Tal modelo de deteccao ficou conhecido como
detector de Unruh-DeWitt [12,14]. A resposta para a pergunta proposta foi o chamado
efeito Unruh-Davies e nos diz que o detector se excita da maneira analoga caso o mesmo
estivesse em equilibrio em um banho térmico de particulas de Rindler [40]. Esse resultado
possui uma analogia muito forte com o efeito Hawking e possui uma grande importancia
na literatura [13]. Nesta segdo vamos revisitar esse resultado utilizando um modelo de

detecgao comumente usado na area da otica quantica.

O detector de Unruh-DeWitt consiste em um sistema de dois niveis idealizado com
um estado fundamental denominado por |g), com energia wy, e um estado excitado |e),
com energia w.. A Hamiltoniana que dita a interacdo entre o detector e o campo quantico
¢(zr) é dada por

Hiny = cym(7)o(x(7)), (3.1)
onde m(7) é chamado de operador de momento de monopolo e ¢; é uma constante de

acoplamento adimensional que possui valores bem pequenos. Nesta Hamiltoniana, 7 é o

tempo proprio do detector. A Hamiltoniana total do sistema pode ser escrita como a soma
H = Hp + Hp + Hiu,

que também possui contribuigoes livres de interagao do detector Hp e do campo quantico
Hp.

Estamos interessados aqui em discutir o comportamento de tal sistema de dois
niveis com o campo preparado em determinados estados. A dependéncia temporal de Hi,;

¢é dada por
Hipi(7) = 7 (Hig) g €07, (3.2)

onde (Hiy)g € a Hamiltoniana de interagao na representacao de Schrédinger e Hy é a

parte livre de interagoes da Hamiltoniana do sistema, Hy = Hr + Hp. O sistema obedece
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as equacoes

zaaT |7) = Hing |T) (3.3)
|7y =U(T,7) |78), (3.4)

com U(7, ;) sendo o operador de evolugdo temporal. Para a aproximacao de primeira

ordem em teoria de perturbacoes, esse operador se torna
T
Ulr, ) =1—1i / dr' Hig (7). (3.5)
Fazendo uso dos seguintes operadores

7. = 5(le)el = o))
7t = L)l
7 = lote (3.

que satisfazem as conhecidas relagoes de comutacao do operador momento angular, a

Hamiltoniana da interagao do detector com o campo pode ser reescrita como
Hint =C {'Inego-Jr + mgeo-i + g (mee - mgg)} ¢(x<T>)7 (37>

onde m;; = (i m(0) |j), |i) = |e, g). Quando realizamos a decomposi¢ao do campo ¢(x) em
uma soma das contribuigoes de frequéncias positivas e negativas na Eq. (3.7), encontramos
que a contribuicdo de primeira ordem para o estado do campo e do detector nos fornece
quatro tipos de termos associados a processos de absor¢ao ou emissao de quanta do campo
com uma excitagdo ou decaimento do estado do detector [45]. No modelo de detecgao de
Unruh-DeWitt todos estes processos sao levados em consideragdo. Chamamos a atencao
para esses possiveis processos pois é neles que reside a principal diferente entre os modelos

de detecgdo que discutiremos aqui nesta tese.

Usando a Eq. (3.5), podemos encontrar a probabilidade de transigao de evolugao
de um estado inicial |7;) = |¢g) ® |®;) em 7; para um estado final |77) = |e) ® |Pf) em
7¢, onde |®;) é o estado inicial do campo e |®) o estado final do campo, calculando a
probabilidade de transicao dada pela expressao

. Tf
(1s| U7y, 73) IT3) = —icy /T (rslm (7) ¢ (2 (7)) |73) dr’. (3.8)

Entao, usando a Eq. (3.2), a amplitude de probabilidade das transi¢oes se torna
; s iwegT'
gty = —ier [ dr’ =7 (el m(0) g} (@] 6 (7, %) 7). (3.9)

onde definimos we, = w. — w, como o intervalo de energia dos estados do detector. Por
consequéncia, pela Eq. (3.9), apds somar sobre um conjunto completo {|®¢)}, obtemos

uma probabilidade das transi¢oes dada por
2

Pyt (77) = Aoty
= ¢} (el m(0) [9)[* F(weg, 74,7, %), (3.10)
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onde ¢ |(e| m(0) |g)|* é chamado de seletividade do detector e F(wey, T, 7, X) é a chamada

funcao resposta ao qual, em primeira ordem em teoria de perturbacao é:
Tf Tf . ’
Fleg7p.70%) = [ dr [T dr'e o0 @ o(r 000 |0, (31)

onde usamos Y. |®s)(Ps| = 1. A funcdo resposta revela o banho de quanta que um
detector pode experimentar. Ja que os experimentos em teoria de campos precisam ser
avaliados em um intervalo de tempo limitado, para o caso de um detector de Unruh-DeWitt
uniformemente acelerado e um campo real escalar ndo massivo no vacuo de Minkowski, a
probabilidade de transigao foi avaliada em um intervalo de tempo préprio finito nas Refs.
[45,46]. A taxa de emissdo e absor¢ao espontanea de particulas de Rindler (probabilidade

de transicao por unidade de tempo préprio no limite 7y — 7, — 00) é dada por

We 1 1
R(Weg) = |27f‘ {9(_0069) (1 + 6271_0%9_1> + Q(Cdeg)m s (3.12)

onde 07! é a aceleracdo propria do detector. A interpretaciao usual sobre o efeito Unruh-
Davies é que o primeiro termo deve descrever a emissao espontanea do detector uniforme-
mente acelerado, enquanto o segundo termo descreve a excitacdo espontanea [4,47-54]. A
interpretacao de como os processos de medida sao descritos por diferentes observadores nao
é nenhum pouco 6bvia. Entao uma pergunta fundamental seria como podemos interpretar

as medidas de um detector em diferentes cenarios e é isso que discutiremos a seguir.

3.2 Teoria de foto-deteccao de Glauber

Nesta secao discutiremos medidas em cenarios de processos radiativos para de-
terminados estados preparados para o campo quantico. Introduziremos caracteristicas
particulares da teoria de foto-deteccao de Glauber que serdo importante para uma analise
do efeito Unruh-Davies através desse formalismo. Para este estudo, vamos considerar um
sistema atémico mais proximo de uma situacao real, ou seja, com um espectro continuo

de estados. Esse tipo de detector é conhecido como detector do tipo broadband *.

O espaco de Hilbert para o detector, entao, é constituido de um estado fundamental
|¢) e um continuo de estados excitados [¢;). A Hamiltoniana independente do tempo

para o detector satisfaz
Halb) = Eilgn), L ="bouj (3.13)

onde Ej ¢ a energia relativa ao estado fundamental e F; relativa aos estados excitados. A
Hamiltoniana de interagdo para o detector e o campo ainda pode ser dada pela Eq. (3.1) e

o momento de monopolo agora se torna

= @ (mplo ]+ g o) (0], (3.11)

Usualmente se utiliza, para a discussdo do efeito Unruh-Davies, um detector que consiste em um
sistema quéntico de dois niveis. Este é mais um ponto que desejamos explorar nesta tese.

1
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onde my, = (;| m(7;) [¢x) e T é o tempo préprio do detector.

A diferenca fundamental entre o modelo de deteccao de Glauber e o de Unruh-
DeWitt pode ser observada por considerarmos uma forma alternativa da Hamiltoniana de
interagao entre o detector e o campo mas similar aquela encontrada na Eq. (3.7). Para o

caso em que estamos interessados agora, tal Hamiltoniana se torna
H = 1 [ dj[mao® +muo™ + o.(ms; —mu)] 6(a(7) (3.15)

onde os operadores o, 0 agora sao escritos em termos de |1;) e 1) mas mantém a mesma
forma dada pela Eq. (3.6). Se realizarmos uma decomposigao dos operadores de campo
em termos de uma soma das partes das frequéncias positivas e negativas, encontramos que
a contribuicao de primeira ordem em teoria de perturbagao para o estado do campo e do
detector apresenta as mesmas quatro contribuigbes com as mesmas interpretacoes quando
lidamos com o detector de Unruh-DeWitt. Duas dessas contribui¢oes possuem termos
de c¢'(k)ot e c(k)o~, onde c', ¢ representa operadores genéricos de criacio e aniquilagio
(podem ser tanto de Minkowski ou de Rindler, dependendo do contexto). Esses termos
sao conhecidos como os termos anti-ressonantes e sao completamente descartados na
aproximacao de onda girante (RWA). Enquanto o detector de Unruh-DeWitt mantém
tais termos, para o detector de Glauber consideramos apenas os termos conhecidos como

ressonantes, ¢/ (k)o~ e c(k)o.

Podemos calcular a amplitude de transicao de um estado inicial |7;) = |¢p) ® | ;)
em 7; para o estado |7¢) = [¢;) ® |Pf) em 7y, onde | ;) e |Pf) sdo estados puros arbitrarios
do campo. Por exemplo, tais estados podem ser estados no espaco de Fock construidos
através dos operadores af(k) atuando no estado invariante de Poincaré de vécuo |0, M).

Em primeira ordem em teoria de perturbagao, obtemos
. s iwipT’
Ajr)=lry) — €1 / dr’ ™™ (| m(0) [1hu) (Pl @ (77, %) |D5) | (3.16)

onde o intervalo de energia agora é definido por wj, = E; — E}. Se expandirmos o campo
em termos de contribuigoes de frequéncias positivas e negativas, observamos que a Eq.

(3.16) possui duas contribuigoes [45]. Sao elas
(s ¢ (7, %) [Ri) + (Df] ¢ (7, %) | D7), (3.17)

as quais sao associadas, respectivamente, com a absor¢do e emissao de uma particula
inercial com a excitagdo do detector. Quando consideramos a foto-detec¢ao como sendo
um processo de foto-absorcao, na amplitude de probabilidade, somente o primeiro termo
¢ relevante. Também, para processos de excitacao, temos wj, > 0. Este é o caso em que
estamos interessados. De qualquer forma, observamos que tais processos sao definidos
usando uma defini¢ao particular do vetor de Killing do tipo tempo e os modos de frequéncia

positiva sao associados a esse vetor de Killing.
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Para distinguir ainda mais o comportamento dos dois modelos de detectores em
processos radiativos, podemos estudar as fungoes respostas associadas. Como anteri-
ormente, tais fungoes estao relacionadas com a amplitude de probabilidade dada por

2
. Apés somarmos sobre um conjunto completo de estados

Plryoiep (71,75) = [Afrysiey)
finais do campo {|®)}, obtemos

2
Prryosiry (7, 73) = € [(83] m(0) [)|” F(weg, 7, 73, %), (3.18)

onde a funcgao resposta agora se torna
F(wjp, T, T, X) = / de'/ ! dr" e @™ =T N D [ p(7, x)d (7", x) | D;). (3.19)

Mais uma vez, decompondo o operador de campo como uma soma de contribuicoes de

frequéncias positivas e negativas, a funcao resposta se escreve como
F(w]-b, Tf, Tis X) = Fl(wjb, Tf, Ti, X) + FQ(U)jb, Tf, Tis X), (320)
onde

Fu(wp1r,73%) = [ dr' [ e 0 (@O (e (00, (3.21)

Falwog, 77 %) = [’ [ ar e s (@00 (7306 x) @), (3.22)

Nossa definicao de um detector real é um dispositivo que vai para um estado excitado
diminuindo o nimero de quanta de um determinado estado. Este é o processo real de
deteccao. Como Fi(wjp, 77, 7;, %) € construido apenas pelo primeiro termo da equagao
(3.17), é evidente que apenas essa contribuigdo descreve um processo de absorgao. Na

teoria de foto-deteccao de Glauber somente este termo contribui para a taxa de transicao.

Por outro lado, Fy(wjp, 7f, 7, X) € obtido através do segundo termo da Eq. (3.17), e
por consequéncia é comumente associado com um processo de emissao, acompanhado de
um decaimento do estado do detector. Entretanto, como estamos considerando wj, > 0,
podemos nos perguntar se devemos manter tal contribuicao. Na verdade, como demonstrado
na Ref. [45], a contribuigdo I} se anula nos limites assintéticos 7; — —o0, 7f — 0o quando
¢ (z) e ¢7)(2) sdo dados pelas Eqgs. (2.17) and (2.18) e |®;) é o vacuo de Minkowski.
Além do mais, existem alguns termos adicionais quando usamos o detector de Unruh-
DeWitt que se anulam apenas nos limites assint6ticos 7; — —o0, 74 — 0o [45]. Tais termos

nao estao associados a absorcao dos quanta do campo.

Um detector ideal do tipo broadband ocorre quando os varios estados finais com
valores energia muito maiores comparados com o intervalo de energia do campo de radiacao

contribuem para o processo de absorc¢ao[17,55]. Além disso, a faixa de energia é muito
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mais ampla do que o tempo de deteccao associado. Como isso é uma situagao bastante
comum nos processos de detecgao, vamos assumir aqui que o nosso modelo de detector é
do tipo broadband. Por simplicidade, escolhemos 7; = 0 e 7y = 7. A densidade de estados

finais do detector é definido por p(wj,) [55]. A probabilidade de excitacao é

P(r,%) = [ p(ei) Py i) (7 ) ds (3.23)

Considerando que p(w;;) é uma fungao de variacao lenta, podemos fazer a substituicao

por uma funcao constante, entao
/ dwipe™® T =) p(wy) = 218 (7" — ") p(@jp)- (3.24)

Por fim, para um detector do tipo broadband, com apenas a contribuicao Fy(wjp, T, Ti, X),

obtemos que a probabilidade de excitacao é dada por
Plrx)=C [ " (@0 (7, )6 (77, x) | @), (3.25)
0

onde C representa a eficiéncia do detector. A probabilidade de excitagdo por unidade
de tempo no instante 7 é definida por dP(1,x)/dr. Entao, a taxa de probabilidade de

transicao do detector é calculada como

C;]: = W(r,x;]@:)) = C (@i 67 (7, %) (7, %) [@7) . (3.26)

Este é um resultado padrao para o modelo de detector de Glauber. A taxa de probabilidade
de transicao é obtida por processos de absorcao, onde ¢*)(7,x) e ¢(7)(7,x) sdo dadas
pelas Egs. (2.17) e (2.18). Agora podemos investigar o comportamento desse aparato para
diferentes sistemas de referéncia com diferentes estados definidos para o campo quéntico.

Faremos isso na secao a seguir.

3.3 A teoria de foto-deteccdo de Glauber e o efeito Unruh-Davies

Investigaremos agora os processos radiativos de um detector de Glauber em repouso
em um sistema de referéncias uniformemente acelerado. No modelo de Glauber, como
discutimos, o detector s6 funciona por absor¢ao dos quanta do campo quantico. Para
entendermos o ponto essencial de nosso procedimento lembramos que em espagos-tempo
estaciondrios, como em Minkowski ou Rindler, observadores usam diferentes escolhas do
vetor de Killing do tipo tempo. Entao devemos definir duas diferentes defini¢cbes para
o ordenamento temporal, uma dada por : ¢(7)(z)¢*)(2') : M, usando as Eqs. (2.17) e
(2.18) ou : ¢\ (2)¢™)(2) : r, usando as Eqs. (2.41) e (2.42) relacionadas aos associados,

respectivamente, vetores de Killing.

Utilizaremos o detector do tipo broadband definido na se¢ao anterior, mas agora

vamos levar em conta que o mesmo estard em repouso em um referencial uniformemente
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acelerado. Neste caso, a taxa de probabilidade de transicao deve ser dada pelo produto de
¢ (z) e ) (z) definidos nas Eqs. (2.41) e (2.42), respectivamente. Vamos considerar
primeiro que o campo estd em um estado arbitrario |¢;) construido pela atuacao dos opera-
dores b'(v) no vacuo de Fulling |0, R). J& que estamos usando a defini¢do de ordenamento
temporal em respeito ao vetor de Killing do tipo tempo de Rindler, o procedimento para
se calcular a taxa de probabilidade de transi¢ao W (n, &;|¢;)) é o mesmo da segdao anterior

e nos fornece

W(n,& i) = (il 67 (0, &, ) (1, €, y) |94 (3.27)

onde estamos adotando o parametro temporal de Rindler n para descrever a evolugao
temporal do sistema e por simplicidade fixamos C' = 1. Observe que a taxa média de
contagem dos quanta de Rindler é proporcional ao valor esperado do produto ordenamento
normal das partes de frequéncias negativas e positivas do operador de campo na linha de

universo £ = C* e y, z também constantes. Usando as Egs. (2.41) e (2.42), encontramos

1 00 00 ) , ,
W(&; o) = 4—7T4/0 dl//o dl//qu/d2q'ez[”(”_” )=y (@-al\/sinh 7vv/sinh 71/

X Kil/<m£)Kiu’ (m€> <¢z| bT<V7 q)b(ul7 q/> |¢Z> : (328)

Fica claro agora que, quando o estado do espago de Fock em Rindler é o vacuo de Fulling,

i.e., |¢;) =0, R), a taxa de excitagdo se anula, como esperado.

Vamos assumir um banho térmico no espago-tempo de Rindler. Cada observador
em repouso em um referencial uniformemente acelerado mede uma temperatura local dada
por T' = 371. A lei de Planck nos mostra que a taxa de transicdo em uma linha de universo

especifica é

1 © sinh 7y
Ws(&) = @/qu/o dyeﬂl’ — 1Ki21, (&/mg + q2> . (3.29)

Uma familia de observadores pode ser definida por um conjunto de linhas de universo
do tipo tempo. No espago-tempo de Rindler cada observador viajando em uma linha de
universo £ = C* define um referencial uniformemente acelerado com aceleracao prépria
dada por a = £71. Pode-se demonstrar que existe um equilibrio térmico usando a relacao

de Tolman 571, /go0 = C* [56,57]. Entdo, a temperatura local em cada linha de universo ¢
Bt = (2mg) 7"

Agora queremos entender como um detector se comporta ao substituir espaco de
Fock de Rindler por um outro espaco de Hilbert que carrega outra representacao da algebra
do campo. Este é o ponto fundamental aqui. Trata-se de aplicar operadores construidos
para atuar em uma representacao da algebra de operadores a estados que pertencem a uma

representagao unitariamente nao equivalente. Em outras palavras, queremos compreender
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como um detector de Glauber uniformemente acelerado se comporta se o estado do campo
¢ o vacuo de Minkowski. A partir da Eq. (3.28) usando que |¢;) = |0, M) obtemos a taxa
de transicao de um detector uniformemente acelerado interagindo com o campo escalar no
vacuo de Minkowski. Chamamos esta taxa de Wi(&; |0, M)). Usando a Eq. (2.46), obtemos

Wi (€10, M)) 4 4/d2 / d SlIlh7TI/ (fM) (3.30)

Observamos que W1 (&; |0, M)) = Wp(&). Esta é uma outra versdo do teorema Bisognano-
Wichmann [58,59] que afirma que o valor esperado do vacuo de Minkowski de observéveis
que estao localizados no ramo direito de Rindler satisfaz a condicao de Kubo-Martin-
Schwinger [60,61] em respeito com a variavel temporal de Rindler 7. Do ponto de vista
do observador uniformemente acelerado, a contribuicao para a taxa dada por W; é um
processo de excitacao do detector de Glauber com a absor¢ao de um quantum de Rindler

do campo escalar.

Pela Eq. (3.30), para o caso em que m2 = 0 obtemos o famosos resultado

1 o0 v
Wi(&;10, M)) = (2 f) / de- (3.31)

A interpretagdo dada pelo observador inercial para o processo de excitagao é a seguinte.
Como para o observador inercial o estado do campo é o vacuo de Minkowski, o detector
faz transicoes para estados excitados e os quanta do campo aparecem. A fonte de energia
que permite esses processos vem do agente que acelera o detector. Aplicando a Eq. (2.43)

ao estado de vacuo de Minkowski, obtemos
b(v,a) |0, M) = [ &k V(v,q, K)a (k) |0, M) (3.32)

A maneira tradicional de se interpretar o resultado acima é afirmar que os processos de
contra-rotacio o Tal(k) (o7 = |e) (g| para detectores de dois niveis usuais) sdo responsdveis
pela contribuicao do lado direito. Estas representam um processo virtual, uma vez que
ocorrem para intervalos de tempo pequenos A7 obedecendo |Aw|AT < 1, onde Aw
é o intervalo de energia associado, fazendo com que o detector reaja as flutuacgoes do
vacuo [45]. Para um detector em repouso num sistema de referéncias em um movimento
retilineo uniformemente acelerado, este processo se torna um processo real ao qual é
geralmente considerado como a radiagao de Unruh. Essa mesma andlise pode ser feira por
um observador inercial. A contribuicao F; é um processo de excitacao do detector com

€missao.

3.4 O detector de Glauber no sistema coordenadas de Kalnins-Miller

Nesta secao vamos estudar o comportamento de um detector que é inercial em um

passado remoto e em um futuro distante estda em repouso em um sistema uniformemente
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acelerado. O sistema de coordenadas adaptado para esse cenario foi obtido nos trabalhos
das Refs. [62-64]. A quantizagao do campo escalar para esse sistema de coordenadas foi
discutido pela primeira vez por Costa, Svaiter e De Paola [65-69]. Para um espago-tempo
quadridimensional com as coordenadas cartesianas usuais z# = (t,z,y) e coordenadas

curvilineas X* = (£, 7,y), definimos a seguinte correspondéncia entre estes sistemas

2
t+x = —sinha(§ +17), (3.33)
a
e
L —aten)
t—x=——e i (3.34)
a

para —oo < 1 < 00 e—00 < £ < 00. Este sistema de coordenadas X* = (&,7,y) é véalido
apenas para t — x < 0. No entanto, é possivel estendé-lo para cobrir todo o espago-tempo.
O elemento de linha quadridimensional pode ser escrito usando as coordenadas curvilineas
como

ds* = (72 4 ¢*¢) (dn? — dg?) — dy* — d*. (3.35)
O préximo passo € estudar a aceleracao propria de um observador viajando ao longo de

uma linha de universo £,y = C*. Temos que

—3/2
o =a (e 4 ™) /2| (3.36)
=8, y=y
Entao, no passado remoto e no futuro distante nés temos, respectivamente
lim 04(77757}’” —fy=y 07

= —00 §=€y=y ] (3‘37)

7]113& a(n,§, Y)|§:§7y:y = ac™™ = ao.
Essas coordenadas a equagao de Klein-Gordon (2.3) é escrita como

on?  0&2 0 Y ' '

Definimos as varidveis ( = a e ™ e y = a 'e® para co > ( > 0e 0 < xy < oo. Usando o
resultado obtido por Kalnins e Miller escrevemos ¢(¢, x,y) = F(()G(x)H(y). Usando o
método das separagoes de variaveis para a equagao acima podemos escrever a equagao de

Klein-Gordon como

d? 1d A2
ldc2+€d<+m%+q2+g2] F(C) :0, (339)
€
2 1d , 4, X
[dX2 + X mg —q° + " G(x)=0 (3.40)

Existem dois conjuntos completos de bases ortonormais que podem ser usados na expansao

do campo. Sao eles {ua(C, X, ¥), ux (¢ x> ¥)} e {va(¢, x,¥), v3(C, x, ¥)} aos quais possuem
as formas

ur(Coxy) = NaHY (m€) Kin(my)e'?, (3.41)
W3 (G, y) = NaHEA (mC) Koy (mx)e ™™, (3.42)
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onde m = /m3 + q2 para

Na= o (1 - )] (3.43)
e
U\ /2 .
wlCoxy) = (45) - FlmOKam)es, (3.44)
v\ 1/2 ,
Gy = () T almOKulme Y, (3.45)

onde H(V(z), H?(z) sdo funcdes de Bessel do terceiro tipo, ou funcdes de Hankel, e
J,(z) é a fungao de Bessel do primeiro tipo. Pode-se mostrar que u) (¢, x,¥y) e ui(¢, x,¥)
sao, respectivamente, os modos de frequéncia positiva e negativa no passado remoto e
v, (C,x,y) e vi(C, x,y) sdo, respectivamente, os modos de frequéncia positiva e negativa

no futuro distante [70,71]. Entao, no passado remoto, o campo pode ser expandido como

sy = [T dr [@afamOauCoey) Fa A auCony)] . (349

.i.

onde a;, (A, q) e aj (A, q) s@o os operadores de aniquilagao e criagdo para os quanta do

campo no passado remoto. Definimos entao o estado de vacuo
ain(A,q)10,in) =0, VA, q. (3.47)

Da mesma maneira, a expansao do campo para observadores no futuro distante pode ser

escrita como
0(Cxy) = [ v [ e )¢ y) +abuiCey)], (348)

onde aoy (v, q) € a:rmt(l/, q) sao os operadores de aniquilagao e criacao para os quanta do

campo no futuro distante. O estado de vacuo nesse caso é definido por
aout(v,q) |0, 0ut) =0, Vv,q. (3.49)

O ntmero de particulas associadas aos modos (v, q)-out no vacuo definido no passado

remoto é dado por

(0, 0] b (v, @aou (v, ) 0,i0) = [ X [ @ Brgrer (3.50)
onde os coeficientes de Bogoliubov sao

1 /
| Braa | = W/Tlfs(’/ —A)d(a—q). (3.51)

Este modelo apresenta um comportamento similar ao efeito Hawking. Se considerarmos

a versao quantica de uma teoria de campo sem interagoes, o estado de vacuo construido
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no passado infinito aparece como um estado térmico no futuro distante. Vamos discutir o

comportamento de um detector de Glauber neste modelo. Definimos a quantidade
W (z; @) = (@] : ¢ (2)0™ () 10m |©) . (3.52)

Como discutimos anteriormente, para um detector do tipo broadband a expressao acima
¢ proporcional a taxa de excitacdo. Para |[®) = |0,out) temos W = 0 como esperado.

Estamos interessados em considerar o caso
W (x;]0,in)) = (0,in]| : ¢(_)(x)q5(+)(x) ‘out |0,1n) . (3.53)
Um procedimento direto nos fornece

1 0o
WG 0m) = 5 [ dPa [ dv— i (mO) L (mO KL (). (3.549)

473
Para o caso onde m3 = 0 e ( — 0, obtemos
lim W(C,x: 0,in)) = —— [~ d
I

Assim, a mesma interpretacao dada a Wi e Wy pode ser discutida no modelo de Kalnins-

1%
e2mv _ '

(3.55)

Miller. Anteriormente obtivemos que a taxa de probabilidade de transicao de um detector
acelerado interagindo com um banho térmico em Rindler ¢ igual a taxa de probabilidade
de transicao do detector acelerado acoplado ao campo no vacuo de Minkowski. De forma
semelhante, observamos que, para o campo sem massa, a taxa de probabilidade de transicao
do detector no futuro distante é equivalente a taxa de probabilidade de transicao do detector
em repouso em um referencial nao inercial interagindo com o campo preparado em um

estado térmico usual.
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4 Equacao Mestra Generalizada

Neste capitulo vamos fazer a descricao de um sistema de atomos de dois niveis
interagindo com um campo quéntico sob a luz da teoria de sistemas quanticos abertos [29].
O objetivo deste capitulo é generalizar a construcao da equacao mestra para descrever
sistemas em repouso em referenciais uniformemente acelerados com tempos proprios
distintos. Com isso, buscamos estudar os efeitos que diferentes aceleragdes proprias fazem
na dindmica de emaranhamento. A generalizacdo apresentada neste trabalho torna-se
importante porque permite investigar outros aspectos que podem influenciar a dindmica do
sistema além daqueles ja estudados em trabalhos anteriores, como a distancia ortogonal ao
movimento entre os atomos e a polarizacao dos atomos no caso do campo eletromagnético.
Investigamos, com este formalismo, as implicagoes para a degradacao do estado emaranhado

e a colheita de emaranhamento do vacuo quantico.

Este capitulo tal como o seguinte possui os resultados e discussoes publicados na

referéncia [72].

4.1 Equacao Mestra

Vamos aqui buscar a derivagdo de uma forma generalizada da equagdo mestra [73].
O nome generalizada é utilizada neste trabalho ja que estamos trabalhando com sistemas
pontuais de dois niveis viajando em linhasde universo distintas com tempos proprios

distintos. A Hamiltoniana do sistema ao qual estamos interessados pode ser escrita como
H=Ho+ Hit = Ha + Hr + Hin. (4.1)

Nessa equacao, H 4 descrete a Hamiltoniana livre do sistema de dois niveis, Hp ¢é a
Hamiltoniana do campo e H,;,,; descreve a Hamiltoniana de interagao. Esta ultima (Hiy)

geralmente possui a forma

Hie = 3.3 AW © B, (4.2)

onde AE“) sao os operadores aos quais agem no espago dos estados dos sistemas de dois
niveis, enquanto os operadores Bi(a) correspondem ao espaco dos estados do campo. O

indice a estd associado ao numero de sistemas de dois niveis.

Para descrever a evolucao do subsistema A deve-se escolher um pardmetro apropri-
ado. Em nossa exposicao, pode-se esperar o emprego do tempo proprio dos sistemas de
dois niveis, pois o acoplamento com o campo quantico é efetivo apenas em sua trajetoria.
No entanto, aqui hd uma ambiguidade — os sistemas de dois niveis estudados podem se

mover ao longo de diferentes trajetérias parametrizadas por diferentes tempos préprios.
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Neste caso, podemos imaginar a existéncia de um “pardmetro de tempo'auxiliar  (no
sentido de que é uma parametrizacao arbitraria da curva descrevendo a linha de universo
de um “4tomo'ou um “detector de particulas") tal que se pode fazer a seguinte suposi¢ao
razoavel: Os tempos proprios dos sistemas de dois niveis sdo func¢oes de tal parametro,
To = Ta(n). Qual seria esse parametro dependerd do contexto em andlise. A razao pela
qual inicialmente deixamos 7 nao especificado é que desejamos mostrar que o formalismo
proposto nesta tese pode abranger muitas situagoes diferentes que obedecem a condigao
geral mencionada .Assim, uma definicdo adequada e nao ambigua para 1 depende da
situacao em que se esta interessado. Claramente, em um espago-tempo curvo a nogao da
coordenada temporal é mais sutil e deve-se ter cuidado em sua escolha - dito de forma
simples, as diretrizes nesta situagao devem ser consideradas caso a caso. No entanto, como
discutiremos na préxima secao, estamos interessados na situacdo em que os sistemas de
dois niveis estdo em linhas de universo uniformemente aceleradas. Neste caso n pode ser o
tempo Rindler associado. De fato, como duas hipérboles diferentes na mesmo ramo de
Rindler podem ser cortadas por uma tnica linha de constante 7, esses tempos apropriados
podem ser simplesmente relacionados, e esse recurso sera explorado mais a frente nesta

tese.

Para o caso de sistemas de dois niveis a Hamiltoniana de interacao na representagao

de interacao usualmente pode ser escrita como

Hinl) = X503 e 0) 0 B fa(ra ()] T, (4.3)

onde w é o gap de energia entre os dois estados do sistema. A matriz densidade do
sistema completo (pap) na representagao de interagao (pap) é descrita pela equagao de

Liouville-von Neumann

da;ﬁAB(n) = —i[Hine(n), pa5(n)] - (4.4)

Embora esta equacao forneca a dinamica de todo o sistema, estamos interessados apenas
no comportamento do subsistema A. Nosso objetivo é construir uma equagao para a matriz
de densidade reduzida p4(n) dos sistemas de dois niveis que preserve todas as propriedades

das matrizes de densidade.

Fazendo uso da teoria de perturbacao em relagdo a uma constante de acoplamento
adequada, que esta presente no Hamiltoniano de interacao, e considerando a aproximacao

de acoplamento fraco, i.e., desprezando correlagoes de ordem superior, temos que

n+An

Apap(n) = —i/ dm [Hine(m), pas(m)]

n

n+An m
- / dmy / dipa [Hiwt (1), [Hins (12), pan(n)]] (4.5)
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Como desejamos estudar a evolugao da matriz densidade reduzida p, do subsistema A,

calculamos o trago sobre os estados do campo, pa(n) = Trg [pap(n)], e obtemos

n+An

Apa(n) = —i/ dm Trp [Hin(m), pas(m)]

n

- / T A Tr s [Hiw (1), [Pins (), s ()] (4.6)

Antes de continuarmos, vamos recorrer a algumas aproximagoes adicionais. Ressaltamos que
a derivacao apresentada a seguir depende fortemente dessas premissas. Este procedimento
se justifica, pois tais aproximagoes podem ser implementadas em muitas situagoes ja

discutidas na literatura.

Assumimos que existem duas escalas de tempo distintas. Uma é especificada por
T, 0 tempo caracteristico associado as correlagdes internas no sistema B. A outra escala
de tempo é 74 que descreve a evolucao temporal da matriz densidade na presenca da

interacao entre os dois sistemas. Assumimos que

T8 K An K T4. (4.7)

Isso significa que a escala de tempo de relaxacao do sistema B é menor que a
escala de tempo de relaxacao dos sistemas de dois niveis. Portanto, quando se inicia a
correlagao entre os dois sistemas, o campo tem tempo suficiente para atingir o equilibrio.
Isso implica que estamos dentro do regime da aprorimacao de Born, que permite desprezar

as correlagoes iniciais induzidas pelas intera¢oes entre os subsistemas:

pas(n) =~ pa(n) ® pp, (4.8)

onde pp é o operador matriz densidade reduzida associada com o subsistema B. Além disso,
tais aproximacgoes também permitem concluir que o operador pp pode ser considerado

aproximadamente estacionario:
pp(n) ~ op — [op, Hp] = 0. (4.9)

Como mencionado acima, o subsistema B estd associado ao campo quantico ao qual os

sistemas de dois niveis se acoplam. Portanto, espera-se que
Trp { B\ [2(ra(n))] 05} = 0. (4.10)

Podemos, entao, reescrever a Eq. (4.6) como

n+An

Apa(n) =— /77 dm /77 ",

X TrB [Hint(n1)7 [%int(n2)’ ﬁAB(n)H ) (4‘11)
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Expandindo os comutadores e implementando as discussdes acima sobre os intervalos

de tempo, encontramos que

Ap 1 n+An m ~
/Ksn) Y /n dm, /n dnTrp [Hine(12)pa(n) @ 0Hine(m)
— Mo (1) Hoss (12)Pa (1) © 0] + e, (4.12)
Usando a Eq. (4.3):
Apa(m) _ 1 Z 22 / d771 " dny e~ () i’ 7a(m)
A?? ww' i B K

~ (A§-5’<w>pA<n>AI< @) Trs [B () B ()]

AT (W) AP () pa(n) T [BT( () BY )(772)03]) drs(m) dra(n2) the,

dm dn
(4.13)
onde, por simplicidade, escrevemos B [z(74(n))] = B'“)(n). Definimos as funcdes de
correlagao do campo como
Trg [BI () BY (m) o] = G557 (o) 7(m2)). (4.14)

Podemos expandir a definicdo das fungoes de correlagao

G5 (Talm), T5(n2)) = Trp [ Mrme(m) B (0)eiHrrelm=iHematin) B (0)cHrmsR)g
(4.15)

e, fazendo uso de que o nao varia no tempo e a propriedade ciclica do traco, temos que
G5 (ra(m), 75(112)) = Trp [ Bl (2 [ra(m) — 75(m2)]) B (0)os] . (4.16)

Como pode ser observado na Eq. (4.16) a fungao G (af) (Ta(m),73(n2)) depende apenas
da diferenca 7,(n1) — 73(n2). Em vérios casos que estamos interessados esta fungao é
a chamada funcao de Wightman das frequéncias positivas que pode ser calculada pela
Eq. (2.34). Portanto, obtemos em seu argumento a diferenga dos tempos préprios dos
sistemas de dois niveis. Como sera discutido na secao seguinte, neste trabalho estamos
particularmente interessados em sistemas de dois niveis uniformemente acelerados, e neste
caso veremos que esta funcao depende apenas da diferenca dos parametros 1, — 12, ao qual
serd considerado o tempo préoprio de um dos sistemas de dois niveis. Por isso escrevemos

que

GO (15(m), Ta(12)) = G (0 — 12). (4.17)
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Usando a propriedade ciclica do trago e depois de algumas manipulagoes algébricas simples,

obtemos

Ap n+An '
pA ZZZ/ dnl/ dﬁz i(w’ ‘*’)Tﬂ(’71)@“"(7&(771)—773(7]2))

TI ww' 5] o,
a dr, (77 )dTa(n2) ~ «
@B 5T e AT@
x G m =) =g B (A @)pa ) AL (W)
— AW AP (@)pa(n)) + hec. (4.18)

Até agora nés nao especificamos o comportamento das fungoes 7,(n). Por simplicidade,

vamos assumir uma relagao linear da forma

Ta(m) = aani, (4.19)

para alguma constante a,. Esta relacao é obedecida em varios sistemas fisicos de interesse
como, por exemplo, uma classe de observadores no espaco-tempo de Rindler ou Schwarzs-
child — no primeiro caso, a, pode ser associado com a aceleracao propria dos sistemas de

dois niveis.

Definindo s = n; — 0y, e realizando a Seguinte mudancga de coordenadas [73]

n+An m 77+An
n n 0 n+
obtemos

SO S S et — )W ) (A7 )41 )

ww 5J a,B

— AW AP (@)pa(n)) +hec, (4.21)

J

onde definimos as fungoes
ei(w’aafwag)m

(o )= T (4.92)
Wa, —wag) = : m A7 , .

W.(,O‘B)(aﬁw) = aaaB/O ds GMGBSGZ(-?B)(S)- (4'23)

Observe que movemos o limite superior de integracao sobre ds para infinito como 75 < An
e o limite inferior da integral sobre dn; foi tomado como 7 ja que apenas pequenos valores

de s contribuem significativamente para a integral.

Podemos estudar o comportamento da funcao J(x). Resolvendo explicitamente a
integral desta funcao temos:
ei(w’aa—wag)m

J( , ) /77+An
W ay — wWa = d
B . Uil A 1

— ei(w’aa—waﬁ)’ﬂF (w,aa _ W@ﬂ) , (424)

Observe que os indices a e 8 definem duas linhas de universo distintas dos 4tomos e 7; e 75 definem
duas hiper-superficies de simultaneidade. Portanto e = 8 nao implica s =n; — 12 = 0.
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com )
g S (o) A
EEY

Observamos que, para |w'a, — wag| < (An)~!, a fungdo |F| se aproxima de um, e, por

w'aa—wag

F (Way — wag) = ' (4.25)

outro lado, para |w'a, — wag| > (An)~!, |F| se aproxima de zero. Ou seja, |F| tem um
pico acentuado em torno do valor |w'a, — wag| = 0. Por consequéncia, dentro de nossas

suposic¢oes, podemos fazer a aproximacao

J(Wae — wag) ~ @25 (W a, — wag) . (4.26)

4.2 Forma de Lindblad-Kossakowski

Vamos obter agora a forma padrao da equacao mestra. Usamos o termo forma
padrao para corresponder com a equacao mestra conhecida como a equacao de Lindblad-
Kossakowski [74,75]. Usando a Eq. (4.26) na equacao (4.21), obtemos

APA = XX S Wi ) (AP @am Al (L) = 41 (200) AP @)aln) )

W 4,j B
(0% (6% aaw ~ aaw o
FEE T W) (A7 @panal® (22 ~ paia)® (%) 4.
woig a,

(4.27)

Essa equacao descreve a variacdo de pa(n) no intervalo (n,n + An). A razao Apa/An
pode ser pensado como uma operagao de média que suaviza variagoes rapidas de pa(n).
A investigagdo da evolucao temporal em uma escala de tempo 74 < An nos permite
negligenciar essas flutuagées pequenas e rapidas. Essa aproximacao coarse-graining é
conhecida como aprozimagio Markoviana. Além disso, em nosso caso os operadores A(w)
tomarao a forma de combinacoes lineares das matrizes de Pauli. Entao w esta associado
com os autovalores da Hamiltoniana dos sistemas de dois niveis (H4). Entao, podemos

escrever que A(Aw) = A(w) para alguma constante positiva A. Por isso

d

g = 232 3 Wi apw) (477 @)aam A (@) = AL @) AT (w)pa ()
w 4 afp
+3 3 Y Wi apw (A“”( 1oaMAID (@) = pam) AV (@) AP (W) (4.28)
w 4] a,p

onde realizamos a mudanca ¢ +— j e a <— [ no segundo termo do lado direito.
Agora podemos reescrever nossas grandezas na representacao de Schrodinger, pa(n) =
eManp 4 (n)e~tan também

eiMan () (w)e~Han = e~ A(@) (w), (4.29)
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e, definindo as funcoes

Fz(?ﬁ)(aﬁ,w) = W/i(f’g)(agw) + VV;(ﬁO‘)(agw), (4.30)
Wil _ e
A ag,w) = —2 (ap) 5 = (aﬁw), (4.31)
7

obtemos que

pan) = =i [Ha, pa(m)] =i 3 3D AG (ag,w) A (@) AP (@), pa(n)]

w i, B

52 T g, w) (247 @)pa ) AL (@) — {ALD @AV @), pa)}) . (4.32)

w i of

onde ' = dF /dn e o comutador e anti-comutador de operadores C, D sao definidos da

maneira usual

[C, D]
{C, D}

CD — DC
CD + DC. (4.33)

Definimos a seguinte Hamiltoniana efetiva

Hor = Ha + 3.3 A (a5,w0) AW (w0) AP (), (4.34)

woij of

que descreve a evolugao unitaria do sistema. O termo Af-?ﬁ ) (ag,w) produz uma contribui¢ao
divergente em Heg — esse é o conhecido desvio de Lamb, ao qual é esperado de acontecer
devido ao acoplamento com os campos. O surgimento de tais divergéncias estao associadas
com o tratamento nao relativistico do subsistema A — um processo de renormalizacao,
entao, é necessario [32]. Entretanto, observe que tal contribui¢ao apenas afeta o termo
de evolugao unitaria da equagdao. Como neste trabalho estamos interessados apenas na
dindmica de emaranhamento, que nao é afetada pelo desvio Lamb, nao discutiremos tal
renormalizacao aqui. De qualquer forma, enfatizamos a importancia do tratamento de tal
contribuigdo a evolugao unitaria do subsistema A. Uma discussao sobre o tépico é dada

na referéncia [32].

A partir daqui, obtemos a forma padrao da equacdo mestra generalizada que
descreve a evolugao temporal dos atomos viajando ao longo de diferentes linhas de

universo:

pa(n) = =i [Hes, pa(n)] + L{pa(n)}, (4.35)

onde o termo L {pa(n)}, a contribuigao dissipativa da equagao mestra generalizada, é dada

por

L{paln ZZZF 7 (ag,w) (2457 (@)pa(m) A (w) = {AI (@) AP (@), pa(n) })
woij of
(4.36)
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Como ja discutimos, é o termo nao unitario £ {pa(n)} que é responsavel pelos efeitos de
decoeréncia tal como a criacdo de emaranhamento. Observe a generalidade da derivagao
desta equagao mestra, ela pode ser aplicada para um campo escalar e também para um

campo vetorial.

4.3 Equacao mestra generalizada para um par de sistemas de dois
niveis

Vamos agora especificar a equagao mestra generalizada para um caso particular.
Aqui vamos obter uma generalizac¢ao dos resultados obtidos na Ref. [32]. Consideramos o
caso de um par de sistemas de dois niveis idénticos interagindo com um campo escalar
quéntico ndo massivo ¢(x). O pardmetro que escolhermos para descrever a evolugao tem-
poral do sistema é o tempo préprio (7) de um dos sistemas de dois niveis. As contribuigdes

para a Hamiltoniana do sistema podem ser escritas na forma

Ho=Ha+ Hp + Hine (4.37)
onde
Ha= % lsé) & ]deClh(_T) +1;® S(Zz) dT;(_ﬂ] 5 (4.38)
Hp =5 [ @x () + (Vo)) (4.39)
Pl = 3 pm (5 (7))0 ()] T (1.40)

Os operadores de Raising e lowering Sé), que atuam no subespaco dos sistema de dois
niveis 7, sao dados por

Sy = les) (g5l5 Sy = lgg) {ejl - (4.41)
O operador diagonal S¢; é

. 1
Sih =73 (lej) (esl = lgj) (g;1) - (4.42)
Além disso, u; ¢ a constante de acoplamento que descreve a interacao do sistema de dois
niveis jcom o campo quantico e m) é o operador momento de monopélo do sistema de

dois niveis, dado por
mY (7;(7)) = S;yen ™) 4 G emon ™). (4.43)

Por simplicidade, adotamos que p; = po = . Gostariamos de estudar a situagdo em que
ambos os sistemas de dois niveis estao em linhas de universo uniformemente aceleradas.

Sabe-se que as coordenadas desses sistemas de dois niveis sao dadas pelas chamadas
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coordenadas de Rindler. Essas coordenadas para aceleracdo uniforme ocorrendo apenas na

direcio z— podem ser expressas como?

e e
t = —sinh (an), x = —cosh (an). (4.44)
a a

1

A aceleracdo prépria é definida por ! = ae~%i e o tempo préprio é associado com 7 e &

pela relagao

T =e%n.

Observe que esse parametro 1 nao necessariamente ¢ o mesmo 7 da secao anterior,
apesar de que em principio estamos livres para fazer tal escolha. Consideramos que
os sistemas de dois niveis estdo viajando ao longo de diferentes trajetorias hiperboli-
cas (1) = (t(m1), (1), 91, 21) e (7)) = (t(72),x(72), Y2, 22), as quais a dependéncia

funcional t(7;), z(7;) é dada pelas equagoes similares as Eqs. (4.44).

Agora identificamos o parametro de evolugao no tempo da equagdo mestra ge-
neralizada derivada na secao anterior com o tempo proprio de um dos sistemas de dois
niveis. Isso nos permite realizar uma simples mudanca de variaveis na equac¢do mestra
generalizada. No entanto, lembre-se de que temos dois tempos proprios diferentes a nossa
disposicao. No entanto, considerando que as duas hipérboles diferentes estdo no mesmo
ramo de Rindler, elas sao cortadas por uma tnica linha de coordenada de Rindler constante
7, 0 que significa que temos uma relagao simples entre os tempos préprios dos sistemas
de dois niveis. A seguir é conveniente escolher o tempo proprio 73 como o pardmetro que
descreve a evolugao temporal do sistema. Usando métodos padrao, podemos relacionar o

outro tempo proprio 7, com 7. Essa relacao é dada por
— a(ga—€1) _ X2
T2(11) = Tie =—", (4.45)

e, entdo, as constantes ag que usamos na Eq. (4.19) podem ser escritas como a; = 1 e
as = as/ay. Observe que, nessa situagao de tempos de Rindler iguais (mas hipérboles
diferentes e, como consequéncia, tempos préprios distintos), os dois sistemas de dois niveis
estao sempre separados por uma distancia do tipo espago, mesmo que estejam no mesmo

ramo de Rindler.

Por outro lado, como estamos lidando com um campo escalar, a soma i, j é removida.
Além disso, os operadores A devem ser identificados com os operadores de escada S*. Em
seguida, escrevemos a equac¢ao mestra generalizada como
dpa(T .
PAT) i . pa(7)] + £ (7)) (1.46)

Aqui escolhemos uma forma diferente mas equivalente aquela utilizada na secdo 2.5. Essa escolha é
padrao quando lidamos com sistemas em diferentes linhas de universo para podermos descrever todos
pelo mesmo parametro como foi requerido por nossa derivacdo da equacdo mestra.

2
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com T = 71, onde a contribuic¢do dissipativa é dada por

Lipalr)t =5 3 TO(ag)

a,B=1
x (280,pa(1)SEy = {8ty Sy pa()}) + (0 = —w), (4.47)
com H.g sendo dada por
Heg = Ha+ A(aﬂ)(agw)S(J;)S(_ﬁ) + (w = —w). (4.48)
a,B

As fungoes I'(z) e A(x) sao dadas pelas Eqs. (4.30) e (4.31), removendo a dependéncia

dos indices 7 e j. Encontramos
1% (aﬂ)(aﬂw) = aaaﬂ/ ds eiwaﬁSGHaﬁ)(s), (4.49)
0

onde GT@%)(s) é a funcio de Wightman das frequéncias positivas que pode ser calculada
através da Eq. (2.34).

Para calcular I'®? (qw), primeiro encontramos as fungdes G+ (s) e, por con-
sequeéncia, W(O‘B)(agw). A funcdo de Wightman das frequéncias positivas para um campo

escalar real e nao massivo no espago-tempo de Minkowski é dada por

1 1
Ar? [(t =t —i€)? — |x — x'|?]

Gt (z,2) = (4.50)
Como exigimos que os atomos estejam em um movimento uniformemente acelerado
acoplado a um campo escalar preparado no vacuo de Minkowski |0, M), o procedimento é
mudar as coordenadas inerciais (z, ') na Eq. (4.50) para as coordenadas de Rindler usando

as expressoes definidas acima [5]. Ao fazer isso temos, para o termo usual representado

por o = f3
1 1
Gt (s) = — , 4.51
(5) 167T204% sinh? (—2;1 (s — 2i6)) ( )

e para os termos cruzados, a # 3, temos GT12)(s) = G*2V(s) = G (s), onde
1 S doe 0]
Gf(s) = ————— |sinh — =
¢ (S) 167’(’20{1042 |Fln <20&1 a1+ Qo + 2)
: -1
S die 10}
inh — - = 4.52
X Sin <2a1 g + g 2)1 ) ( )

com a seguinte defini¢ao

(n — a0)® + |Ay?

coshg =1+ iy

(4.53)

onde |Ay|* = (yo—y1)?+ (21 —22)? é a distancia ortogonal (ao plano (,z)) entre os sistemas

de dois niveis a qual assumimos ser constante. Observe que o termo € deve ser mantido
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finito para que as entradas fisicas nos sistemas de dois niveis nao sejam incompativeis com
as condicOes usuais impostas & funcdo de distribuicio de Wightman. E somente neste caso
que o limite de comutacao acentuada é bem definido - ele é valido como uma aproximagao
valida para intervalos de energia fixos quando o intervalo de tempo proprio é muito maior

que o € [5].

Vamos calcular as diferentes contribui¢oes para a dindmica separadamente. Observe

que

T (a5w) = W (agw) + W*FY (aw)
= aaaﬁf dse5sGHed) (5) + agaa/ dse~ s G+ (). (4.54)
0 0

Realizando a mudanca s — —s na segunda integral e observando que G (—s) =

G+(@P)(s) nés temos
T8 (apw) = aaag/ dsessGHeP) (s), (4.55)

Os célculos explicitos da Eq. (4.55) é dada no Apéndica A.1. Nés temos entao

P8) (qg0) = DA () = 98 (1 1 ) : (4.56)

2’71'0[1 _ 6727rwa5

e a contribuicao dos termos cruzados

P9 (g p0) = D) (o) = S0 (Ws9) ( ! ) (4.57)

21y sinh ¢ \ 1 — e—2mwas
E util escrever a Eq. (4.46) em termos dos operadores de pseudo-spin usando que S(J;) =
Sy T 5%, e Sa) = Sia) — 5%, onde Sf) = 0" ® 0¥ e Sfy) = 0” ® 0' com o’ a matriz de
Pauli 7 [76]. A contribuicdo dissipativa pode ser escrita como (a partir de agora, como s6

estamos interessados na dindmica do subsistema A, vamos omitir o indice A da matriz

densidade p4)

1 3 2 N ) ;
Lip(n} =5 3 3 ¢ 2500

ij=1a,p=1
= {8t Sty pM}] (1.59)
com a matriz de Kossakowski Cz(ja ) definida como
Ci(J('lB) - A(aﬁ)éij - Z'B(Oéﬁ)eijkfssk - A(a5)53i63j- (4.59)

Também definimos as seguintes fungoes

2
AleB) MZ (F(aﬁ) (w) + F(aﬁ)(_w)> : (4.60)

B9 = ’“f (PP(w) — 1D (—w)). (4.61)
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Usando as equagoes (4.56) e (4.57) podemos calcular explicitamente as fungoes dadas

pelas equagoes (4.60) e (4.61). Para a = 8 temos

e para « # f3,

onde introduzimos o termo 'y = p?w/27m que é a taxa de emissdao espontanea.

AB) = A9 1, Y8 (1 n 2)
4 e 1)’

o 27r045w _

BB — BBA) — Fo%
4&17

4@ _ sin(wagd) (1 N 2 1) |
e

0 .
4war sinh ¢ mapw

B(aﬁ) _ FO Sin(wo'éﬁ(b) ’
4way sinh ¢

(4.62)

(4.63)

(4.64)

(4.65)
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5 Dinamica de Emaranhamento: Campo Es-

calar

Para descrever a dindmica de emaranhamento podemos ignorar a contribui¢ao nao
unitdria dada pela Eq. (4.48). Escrevemos a parte dissipativa (4.58) na base {|1) = |g1) ® |g2) ,
12) = |e1) ®|e2), [3) =|g1) @ |e2), |4) = |e1) ® |ga) }. Pode-se provar que se assumirmos
uma forma diagonal em blocos da matriz densidade em 7 = 0 a evolugao de p(T) preserva
essa forma de diagonal em bloco. Portanto, assumimos que a matriz densidade na base

acima mencionada tem a forma

pir pr2 0 0

par p2 0 0
0 0 p33 psa
0 0 pag paa

p(r) = (5.1)

O problema se simplifica se trabalharmos na base coletiva do sistema. Para sistemas

idénticos de dois niveis, tal base é dada por

G) = |g1) ®|g2) , (5.2)
|E) = le1) ® |ea), (5.3)
5) = j§<|gl> ® les) + [e1) @ |g2). (5.4)
A) = j§<|e1> ® lg2) — |g1) ® |ea)). (5.5)

e obtemos, que nesta base a matriz densidade ainda continua na forma de diagonal em
bloco como
pec pce 0 0
pec pee 0 0
p(7) = : (5.6)
0 0  pss psa

0 0 pas paa

com p;; = (i| p|j). Calculamos os elementos da matriz da equagdo mestra generalizada dada
pela Eq. (4.46) na base acima mencionada. Obtemos oito equagoes diferenciais lineares
acopladas envolvendo todos as componentes da matriz da Eq. (5.6). Como estamos lidando
com uma situagao mais geral do que as estudadas nas Refs. [32,33], nosso conjunto de
equagoes é mais complexo e é apresentado no apéndice B. Observamos das Egs. (B.1-B.8)
que se tomarmos a; = g ,i.e., definimos ambos os sistemas de dois niveis na mesma
linha de universo, entdo temos AMY = A2 BUL — B2 A(12) = ACD o B12) — B

Isso simplifica o conjunto de equagoes e recuperamos o resultado anterior da literatura
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[32,33,77]. Portanto, como esperado, o caso em que os sistemas de dois niveis estao com a

mesma aceleragao prépria é um caso especial da equagao mestra derivada neste trabalho.

O problema segue tratando o sistema de dois niveis como um tnico sistema de
quatro niveis. Em seguida, devemos estudar quanto de emaranhamento é armazenado
neste sistema quantico. Existem muitas alternativas para prosseguir com este estudo.
Escolhemos aqui calcular a concorréncia deste sistema. A concorréncia C(p) é uma fungao

dos autovalores da matriz R = pp, com p dado por
p=0,@0,0" 0,0y, (5.7)

que possui valor C' = 1 para estados maximamente emaranhados e C' = 0 para estados
separdveis. Na base dada pelas Egs. (5.2), (5.3), (5.4) e (5.5) nés temos a seguinte forma

para a concorréncia [33, 78]
Clp(7)] = max {0,Cy(7),Ca(7)}, (5.8)

com

C1(7) =V [paa(7) = pss(T)]? = [pas(r) — psa()]

= 2\/pec(T)pee(T), (5.9)

Co(7) = — \paa(r) + pss(r) — [pas(r) + psa(r)]
+2|par(T)]. (5.10)

Na sequéncia, resolvemos numericamente a contribuicao dissipativa da equagao mestra
generalizada para diferentes configuracgoes iniciais dos sistemas de dois niveis e usamos
esta solucdo para avaliar a concorréncia da Eq. (5.8) para estudarmos a dindmica de

emaranhamento deste sistema.

5.1 Degradacao de Emaranhamento

Vamos primeiro considerar o sistema como inicialmente em um estado maximamente
emaranhado e calcular sua evolucdo. E conhecido que esta configuracio fornece o cendrio
para estudar um fendmeno chamado degradacio de emaranhamento. O interesse em
investigar isso esta no fato de que a degradacao do emaranhamento para atomos acelerados
se comportara diferentemente dos dtomos inerciais devido ao efeito Unruh [79]. Este
fenémeno pode ser investigado usando como estado inicial o estado simétrico |S) ou o
estado antissimétrico |A). E importante ressaltar que muitos trabalhos consideram uma
distancia ortogonal nao trivial |Ay| entre os sistemas de dois niveis [33,77]. No presente
estudo, esse efeito pode ser observado como uma mudanca na funcao ¢ definida pela

Eq. (4.53). Observamos que essa modifica¢ao leva a uma mudanga na concorréncia que
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é irrelevante em comparacao com a mudanca na aceleragao propria dos sistemas de dois

niveis. Por este motivo optamos por trabalhar com |Ay|? = 0.

Clpl

Figura 1 — Comparacao da degradacao de emaranhamento para diferentes valores de wa;.
O estado inicial foi escolhido como |S). Usamos way = 0.6.

Para o sistema preparado no estado simétrico os resultados sao mostrados na
Fig. 1, onde fixamos o valor da aceleracio do segundo sistema de dois niveis (ay ') e
variamos a aceleracdo do primeiro sistema de dois niveis (a7!). Na Fig. 2 usamos o estado
antissimétrico como o estado inicial do sistema onde a5y é fixo e variamos «;. Observamos
que a degradacao do emaranhamento ocorre mais rapidamente para o sistema preparado
no estado |S). Além disso, observe a degradacao do emaranhamento em estdgio inicial
desenvolvido pelo sistema de dois niveis — o perfil visto na degradacao das correlagoes dos
sistemas de dois niveis pelo ruido do ambiente é compativel com o conhecido efeito de
morte stibita do emaranhamento [80]. Por morte stbita, dizemos qualquer degradacao do
emaranhamento que ocorre em um tempo finito. Tais resultados estao de acordo com os

resultados apresentados na Ref. [77].
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Figura 2 — Comparacao da degradagdao de emaranhamento para diferentes valores de way
O estado inicial foi escolhido como |A). Usamos way = 0.6.

A equacgao mestra derivada neste trabalho nos permite investigar como ocorre o
emaranhamento quando os sistemas de dois niveis estao em linhas de mundo distintas, i.e.,
para diferentes valores de a;. Aqui consideramos « # s mas observe que para a; = g a
equagao mestra é a mesma usada na Ref. [32] e, portanto, obtemos os mesmos resultados.
Por construcgao temos ay > «y e discutimos como o emaranhamento se comporta quando
variamos ambas as aceleragoes proprias. Na Fig. 3 temos para um valor fixo do pardmetro
de tempo [’y os valores que a concorréncia C'(7) assume para diferentes valores de oy

e a. Observamos que a medida que ambas as aceleragoes diminuem (a medida que «;
aumenta), o tempo de vida do estado emaranhado aumenta.
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Figura 3 — Comparacao da degradacao de emaranhamento para diferentes valores de way
e way. O estado inicial foi escolhido como |S) e fixamos I'y7 = 0.05.
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5.2 Colheita de Emaranhamento

Outro fenémeno interessante é o chamado colheita de emaranhamento [81]. Esse
fendmeno ocorre quando um sistema é preparado em um estado separavel e, devido
a interacdo dos atomos com o campo, cria-se um estado atomico emaranhado. Como
discutido acima, para um campo escalar sem massa, o sistema esta realmente colhendo
emaranhamento do campo somente se os sistemas de dois niveis estiverem separados por
uma distancia do tipo espago [82]. Lembre-se de que, em nosso sistema, temos um par de
sistemas de dois niveis viajando ao longo de diferentes hipérboles, ou seja, com diferentes
aceleragoes préoprias, mas ao longo de linhas de tempo de Rindler constante. Portanto, eles
estao de fato separados por uma distancia semelhante ao espago. Neste cenario, podemos
afirmar definitivamente que o emaranhamento que estd sendo gerado deve vir da colheita
de emaranhamento. Para estudar este fenomeno dentro do nosso formalismo preparamos o
sistema de dois niveis no estado |G) ou no estado |E). Observamos na Fig. 4 que, para o
estado inicial sendo |G), um estado emaranhado pode ser criado e a concorréncia aumenta
com o valor de a;. Um resultado interessante ¢ que o emaranhamento s6 ¢ criado por
valores menores de a;' em comparacio com o caso anterior. Se empregarmos a mesma
configuracao usada na discussao da degradagdo do emaranhamento, ndao podemos observar

nenhum estado emaranhado sendo criado, entao C[p(7)] = 0 nesta configuracao.

0012k — wai=0.059]

wotol way = 0.06
-------- wa; = 0.061
0.008} ]
= way = 0.062
QO 0.006f ]
0.004} ]
0.002} | ]

\\ \\‘

0,000 N

04 06 08 1.0 12 14

roT

Figura 4 — Comparacao da colheita de emaranhamento para diferentes valores de way. O
estado inicial foi escolhido como |G). Usamos way = 0.58.

Ao definir o estado inicial como |E), obtemos os resultados ilustrados na Fig.
5. Observamos que o estado emaranhado s6 é criado diminuindo significativamente a
aceleracao do segundo sistema de dois niveis a;'. Além disso, o fenémeno da colheita de
emaranhamento ocorre apenas para pequenos valores dessa aceleragao. Nesta situacao,
observamos que sO temos estados emaranhados para as > a; — observamos que esse
estado emaranhado tem vida curta. Além disso, quando aumentamos o valor de a1, o

emaranhamento associado aumenta. E importante ressaltar que embora a4 seja o parametro
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que mais auxilia a colheita do emaranhamento, esse fendomeno ocorre apenas para valores
relativamente altos também para a;. Esta dificuldade em criar estado emaranhado esta de

acordo com os resultados discutidos na Ref. [77].

0.012 S
— way =0.11
0.010p e way =0.112 ]
0.008} AN S way =0.114]
) i way =0.116 ]
S 0.006
0.004}
0.002}
0.000 —
0. 1.0 12 14 16

F()T

Figura 5 — Comparagao da colheita de emaranhamento para diferentes valores de way. O
estado inicial foi escolhido como |E). Usamos wag = 0.1.

Como discutido acima, nossa equagao mestra generalizada nos permite estudar
como o emaranhamento criado evolui quando examinamos valores diferentes para ambas as
aceleracgoes proprias. Na Fig. 6 consideramos um parametro fixo I'g7 quando a concorréncia
atinge seu valor méximo. Para ter um resultado nao trivial, definimos valores para as muito
maiores que «;. Um trabalho interessante que estuda como a aceleracdao pode auxiliar
na colheita de emaranhamento ¢é apresentado na Ref. [28]. Os autores investigam trés
cenarios de aceleragao diferentes usando o modelo de detector de particulas Unruh-DeWitt
- esta é a principal diferenca entre o procedimento que usamos aqui. Essa configuragao
do sistema pode agora ser revisitada usando a teoria dos sistemas quanticos abertos e a

equacao mestre derivada neste artigo.
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Figura 6 — Comparagao da colheita de emaranhamento para diferentes valores de way.
O estado inicial foi escolhido como |E) e fixamos o pardmetro temporal para
Lo = 0.75.
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6 Conclusoes

Neste trabalho, propomos estudar o efeito Unruh-Davies usando a teoria de foto-
deteccao de Glauber. Existem algumas simplificagbes em nossa discussao, como o uso
de interagoes pontuais e a auséncia de uma funcao de comutacao. Acreditamos que é
possivel entender o efeito mesmo com tais simplificagoes. Discutimos o processo de medir
os quanta do campo de Rindler por um detector uniformemente acelerado interagindo com
um campo escalar massivo. Utilizando a teoria de foto-deteccao de Glauber, avaliou-se a
taxa de excitacdo de um detector acelerado interagindo com o campo escalar. Obtivemos o
resultado de que um detector uniformemente acelerado acoplado a um campo no estado de
vacuo de Minkowski tem a mesma taxa de transicao de um detector acelerado interagindo

com o campo em uma térmica de Rindler em alguma temperatura 3.

Nossos resultados mostram que uma interpretacao inercial dos processos radiativos
associados a observadores em repouso no referencial do detector uniformemente acelerado
estd presente no formalismo de Glauber. Em outras palavras, mostramos como o observador
inercial interpreta a excitagao do detector acelerado. A diferenca fundamental entre o
detector Unruh-DeWitt e o detector de Glauber é a contribuicdo proveniente de F5.
Apresentamos argumentos detalhados acima que mostraram que tal termo nao contribui

de fato para a taxa de excitacdo para grandes intervalos de tempo de observagao.

Também usando a teoria de Glauber de foto-detecgao, discutimos um modelo com
estados de vacuo unitarios ndo equivalentes no passado remoto em um futuro distante.
Este detector apresenta um comportamento semelhante ao detector interagindo com
um campo em um cenario de colapso gravitacional. Para o caso sem massa, obtivemos
que a taxa de probabilidade de transicao do detector no futuro distante é equivalente
a taxa de probabilidade de transicao do detector em repouso em um referencial nao
inercial interagindo com o campo preparado em um estado térmico usual. Nesse cenério, a

introducao de uma condi¢ao de contorno permite investigar como gerar o vacuo de Fulling.

Usando a teoria de sistemas quanticos abertos, fomos capazes de derivar uma
equacao mestra generalizada para um sistema de dois niveis viajando ao longo de linhas
de universo diferentes. Também estabelecemos uma forma generalizada da equagao de
Lindblad-Kossakowski e fizemos uso do formalismo matricial de Kossakowski. Observamos
que esta equacao tem uma forma semelhante a usada para sistemas de dois niveis nas
mesmas linhas do universo. A distingao crucial aqui se baseia na fungao dada pela Eq. (4.30),
que nos permite investigar como as diferencas nas aceleragoes apropriadas dos sistemas de

dois niveis afetam a dindmica do emaranhamento.

Estudamos o fendmeno da degradacao do emaranhamento e observamos que a
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medida que a aceleragao propria dos sistemas de dois niveis diminui, o tempo de vida
do estado emaranhado aumenta, de acordo com o efeito Unruh-Davies. Em particular, o
estado emaranhado antissimétrico apresenta uma decoeréncia mais lenta em comparacao
com o estado emaranhado simétrico. De qualquer forma, pudemos observar a ocorréncia da
morte stibita do emaranhamento em todas as situacoes estudadas. Por outro lado, também
observamos que a colheita de emaranhamento também ¢é possivel neste cenario e investiga-
mos sua dependéncia dos valores da aceleracao propria de ambos os sistemas de dois niveis.
Demonstramos que um sistema quantico inicialmente preparado no estado fundamental
suporta o emaranhamento por mais tempo em compara¢ao com um sistema preparado
inicialmente no estado separavel excitado. Além disso, a criacdo de emaranhamento é

favorecida quando o sistema sofre pequenos valores de aceleragoes.

O formalismo desenvolvido neste trabalho nos fornece uma nova forma de entender
a dindmica do emaranhamento em referenciais nao inerciais. O procedimento usado aqui
pode ser usado para estudar uma situagao mais fisica, por exemplo, um par de dipolos
interagindo com o campo eletromagnético, e situagoes ainda mais complexas, como sistemas
de dois niveis em diferentes regioes do espago-tempo em um buraco negro de Kerr. Esses

assuntos estao sob investigagao pelos autores.
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APENDICE A - Calculo das funcdes I'(@9)

A.1 Célculo das funcdes I'®?) para o campo escalar

Para calcularmos a funcdo I'®® a partir da Eq. (4.54) temos dois caminhos
alternativos a serem seguidos. Um deles é calcular diretamente através da transformada
de Fourier apresentada na Eq. (4.55). Este procedimento é direto e bastante conhecido na
literatura quando estamos lidando com as contribui¢des para o = (3. Para as contribuigoes

cruzadas, é mais conveniente calcular as fungdes W@ (agw) e depois usar a Eq. (4.54).

Vamos comecar com a contribuicdo o = 3. Pro simplicidade, escrevemos I'(®?) (agw) =
I'®(w). Usamos a funcio de Wightman das frequéncias positivas dada pela Eq.(4.51) na
Eq. (4.55) e entao

) (W) = — a / * s e . (A1)
16m2a% J-oc  sinh? ( (s — 2@6))

Para resolver essa integral usando a identidade [3]

1 & 1
2
_ A.
csc” () - k}_oo = h) and (A.2)
cscha = i csc(ix). (A.3)

Entao a Eq. (A.1) pode ser escrita como

PO () = — agoq Z / ee? (A.4)

4m2ag 4 (s — 2ie + 2mikay)?’

Realizando a mudanga de varidveis u = ags na Eq. (A.4) encontramos
CL%O&% elwu

7® — / d
() Ax? af - u (u — 2iage + 2mikaiag)?

(A.5)

A integral apresentada na Eq. (A.5) pode ser resolvida com a ajuda de métodos de
integracao de contorno. Nesta integral observamos a existéncia de polos de segunda ordem
dados por u = 2iage — 2mikajag, onde k é um inteiro . Para diferentes valores de k (k> 0 e
k < 0) temos pélos acima e abaixo do plano complexo. Para w > 0 usamos um semicirculo
de raio R que fechamos na metade superior do plano (Im[u] > 0). Este contorno envolve
os polos de k£ < 0 e corre no sentido anti-horario. Para w < 0 fechamos o contorno com
o semicirculo inferior (Im[u] < 0 de raio R. Neste contorno temos k& > 0 e ele corre no

sentido horario. Consideramos o limite R — oo tal que a contribuicao dos arcos se anule
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pelo lema de Jordan. Dessa discussao temos
3.2
azoq

I (w) = _47r2a% {27?29 Z Res [( ‘

u — 2iage — 2mikagag)?’

wu

;u = 2iage + 2772]{:041%]

e—z\w|u
— i O(— cu = —2mik Al
i 0(—w) ;Res [(u n 2ﬂika1a5)27u i a1a5] } ; (A.6)

onde na primeira soma realizamos a mudanca k — —k. Encontrando os residuos da integral

da Eq. (A.6) e considerando que ag = ag/aq, obtemos finalmente

I8 (i) = |wlag [ (Z e—malaﬁk> . (Ze zwwalaﬁkﬂ

27'('@1 k=0
|wl|ovs

T 21y {e(w) (1 + e%wallaﬁ—l) (=) (Wﬂ (AT

ou, podemos escrever essa fungao na forma

r@@o:“”5< ! ). (A.8)

2wy \1 — e~2mwas

Como discutido acima, para calcular I'®?) (agw) para a # 3 primeiro calculamos
as fungdes W@ (agw). Usando a Eq. (4.52) na Eq. (4.49)

wags

aaag e

w@mmwgz—g———f/”@ . (A9)
2 die é dic ¢
167T &1a2 0 Slnh (2041 - CM1+042 + 2) Slnh (2041 - a1+a2 - 5)
Vamos comegar com W3 (w). Pela equacio(A.9) temos
1 0o eiws
W (w) = —7/ ds A ,
torfad o inh (557 — 4 + ) sinh (3 ~ e —3)
1 00
=——— d : A.10
167202 /0 s/ (s) ( )

Im(s) Im(s)

1R

8iae
)+ a9

Figura 7 — Contornos no plano complexo para a avaliagdo das integrais de W(aﬁ)(aﬂw).
Em (a) temos o contorno para w > 0. Observamos que neste caso os pélos
dentro do contorno para R — oo tém n > 0. A figura (b) corresponde a w < 0
e temos n > 1.
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Para resolvermos essa integral usamos os contornos ilustrados na Fig. (7). O sinal
de w define se fechamos o contorno pela metade do semicirculo superior de raio R ou pela
metade inferior. Para w > 0, os p6los dentro do contorno superior, veja a Fig. (7), sao

dados por
8avyte

st = oy + + 2aqmin, (A.11)

@1+O£2

com n > 0. O contorno associado a integral pode ser separado como

dsf(s) :/ORde(S)+/CRdsf(s)+/;dsf(s)
= 2 i Res(f(s);s = Sgll))

n=0
47'('2041 1¢ _2 1
— zwa Twain A12
sinh & (b nz‘; ( )

com Cg o quarto de circulo presente na Fig. (7) onde tomamos ¢ — 0. Para w < 0, os
pélos dentro do contorno inferior, veja a Fig. (7), sdo dados por

52 = ay¢p — 2aqmin, (A.13)

n

com n > 0. O contorno associado a essa integral pode ser separado como

dsf (s /dsf +/ dsf(s) + _OZRdsf()

w<0

= —9mi Z Res(f(s);s = 5(2))

n
n=1

47TZ041 _| o1 —2ma |w]
- i|lw|a Tal|w|n A14
smhqb Ze ’ ( )

com C} o quarto de circulo presente na Fig. (7). Tomando o limite R — oo as integrais ao
longo de Cg e C’}% se anulam pelo lema de Jordan. Apds algumas manipulacoes algébricas,

obtemos

W) =52 Lo() [Utarw) (14 i ) + Vi)
+O(—w) (M + V*(a1|w|)> } , (A.15)

onde definimos as fung¢oes

U(oqw) = —ie“™? (A.16)
zsmhgb 2” e

Y cosu — cosh o

V(ozlw) =

(A.17)
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Agora olhamos a solucio para W) (ayw). A partir da Eq. (A.9) temos

W(12)(a2w) — W2 (O‘Qw> —
aq
1 w2g

00 eWan
_M~/O dSSinh<s—%+¢>Sinh(5_4ie_¢>' (A18)

2001 a1+ag 2

Observamos que a integral apresentada na Eq. (A.18) pode ser resolvida de maneira
similar aquela dada pela Eq. (A.10) apés realizarmos uma mudanca w — was/al. Entéo,

podemos escrever

_cscho

4oy

W1 (gqw)

O(w) [U(aw) [ 1+ M%_ + V(ow)
e 1

H(—w) (L’(O‘M + v*(a21w1)> } o (A19)

e2mazlwl _ 1

ou em uma forma geral

WD) (q0) = jj:z? {H(w) {u(aﬁw) (1 + emlw_l) + V(agw)]
+ 0(—w) <m + V*(aglw])>} : (A.20)

Com a Eq. (A.20) em maos, somos capazes de calcular I'®?) (agw) a partir da Eq. (4.54).

Primeiro observamos que ¢¢é invariante sob a mudanga a; — «s. Isso nos permite escrever
W) (agw) = W (agw). (A.21)

Entao, usando a Eq. (A.20) na Eq. (4.54) nés finalmente temos

T8) (g 40) _w {e(w) {2 Re (U(asw)) (1 + e%owlw)]

)[Rl nn

ou, usando a forma de U(agw) dada pela equagdo (A.16) temos uma forma mais simples

P () = S0 (wasd) (1_61 ). (A.23)

27y sinh ¢ —2mwag




79

APENDICE B - Forma completa da EMG

Neste apéndice apresentamos a forma explicita da equagao mestra (4.46) onde

consideramos a contribuicao apenas da parte dissipativa dela conforme discutido na Sec¢ao.

5. Da Eq. (5.6) s6 temos que calcular oito componentes. Elas sdo dadas pelo seguinte

conjunto de equacgoes diferenciais:

dpaa(T) _

— (11) (22) _ p(1) _ p22)
0r 2 (A + A B B ) pgg(T)

+ (A(ll) + A® L gy | p2)

— AU2) _ 4) _ p(2) _ B(21)) pan(T)

+ (A(n) — A2 4 gy _ p2)

— A1) oy | pa2) _ pel)

+ (A(ll) _ AR 4 Oy _ B(22)

+ AU2) gy 4 pO2) _ B(Ql)pSA
(A(n + AR2) 4 gy 4 p2)

+ A1) 1 AC) 4 pU2) 4 B(Ql)) pss(T),

dpss(T)
dr

_ 9 (A(n) + AR 4 A02) A(Ql)) pss(T)
" (B(22) — By L p12) _ B(zl)) pas(T)
N (A(”) + A2 4 pay | pe2)

+ A12) 4 4 4 pa2) B(m) peE(T)
N (A(“) +A(22) _ gy _ 22

+ A02) 4 gy _ pA2) _ B(Ql)) pac(T)
" (B(22) — gy _ p12) B(zl)) psa(T),

dpaa(T)

_ (11) (22) _ A(12) _ »(21)
= 2(AM + A A AP paa(r)

N (B(zz) _ gy 4 g2) _ B(Zl)) pas(7)

+ (A(ll) +A(22) + B(ll) _|_B(22)

L A(D | ACD 4 g2 | B(21)> peE(T)
1+ A2 4 gD — B@Y paa(T

" (B(zz) gy _pt2 4 p 21)) psa(T

(B.2)

(B.3)
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dppe(7) _ _

ir 2 (A 4 A® 4 BUY 4 B pp(r)

b (A _ 400 4 g0 _ e
— A2 4 ARY 4 B2 — BEY pg (1)

4 (A(ll) + A2 _ gl _ p2)

— A1) 4@ 4 p2) 4 g1 paa(T

+ (A2 — A0 4 g0V — pC2)

+ A2 _ AC) _ pO2) 4 pE1) ) pas(T

i (A (22) L A1) _ g(1) _ p(22)

+ A1) L AC) _ pa2) _ 3(21)) pss(T), (B.4)

doas(r) _

o (A1) L A(22)
i 2 (AN 4 ABD) p1g(7)

+(B® — B — BU2 4 BV ()

n (A(22) —A0D _ g 4 p(22)

+ A2 _ 4y 4 p(a2) _ B(21)) pee(T)

n (A(u) —A® _ g | p22)

— AU 1 ACY | B2 _ BEYY po(7

n (3(22) —pay _pt2 4 p 21)) pss(T (B-5)

_ (11) (22)
= 2<A + A )/)SA(T)

n (3(22) — By L p(2) _ B(zl)) paa(T)

n (A(zz) — A0 _ g 4 p22)

— A2 4 4@ _ pga2) ¢ B(zl)) peE(T)

N (A(u) — AR _ gy 4 B2

+ A2 _ 4y _ ga2) 4 B(21)> paa(T)

N (3(22) _ ) L p2) _ B(m)) pss(T), (B.6)

dprE(ﬂ =92 (A(H) -+ A(ZQ)) pGE(T)a (B7)

YPECGT) _ 5 (A(ll) + A(QQ)) pec(T). (B.8)
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