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Resumo

A tese é dedicada ao estudo dos efeitos da violagao da simetria de Lorentz em duas si-
tuacoes: A primeira em atomos mesonicos com o intuito de encontrar limites superiores para
os parametros da quebra. O segundo estudo teve em vista analisar a estrutura canonica e
as relagoes de dispersao da eletrodinamica de Maxwell modificada por termos de derivada
superior que suportam os efeitos da quebra. O primeiro objetivo foi atingido utilizando a
eletrodinamica quantica escalar (SQED) com acoplamentos nao-minimos aplicada ao sistema
préton-méson. Para calcular os limites superiores foram usados os dados experimentais obtidos
para os atomos pionico e kaonico. Na segunda proposta investigou-se a estrutura canonica de
uma eletrodinamica CPT-par que é composta pelo termo de Maxwell e um termo com deriva-
das superiores que contém um tensor (constante) de segunda ordem que quebra a simetria de
Lorentz. Esta eletrodinamica reproduz a de Podolsky quando o tensor for igual a métrica de
Minkowski. A analise foi realizada escolhendo algumas configuracées convenientes do tensor
portador da quebra de Lorentz.

Palavras Chave:Quebra da simetria de Lorentz, eletrodinamica quantica escalar, atomos

mesonicos, eletrodinamica com derivadas superiores.



Abstract

The thesis is devoted to the study of the effects of the Lorentz symmetry violation in two
cases: The first one is realized in mesonic atoms with the aim to find upper-bounds for the
Lorentz-violating parameters. The second case the canonical structure and the dispersion re-
lations of Maxwell electrodynamics modified by a higher-derivative term. The first objective
is achieved using scalar quantum electrodynamics (SQED) with Lorentz-violating nonminimal
couplings applied to the proton-meson system. To find the upper-bounds we use data obtained
from measurements in the pionic and/or kaonic atoms. In the second task we investigated the
canonical structure of CPT-even electrodynamics composed the Maxwell term and a higher-
derivative term by a tensor. This electrodynamics recovers the Podolsky electrodynamics when
the tensor Minkowski metric. The analysis is performed by choosing some convenient configu-
rations for the Lorentz-violating tensor.

Keywords: Lorentz symmetry violation, scalar quantum electrodynamics, mesonic atoms,

higher-derivative electrodynamics.
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Capitulo 1
Introducao

A Teoria Quantica de Campos (TQC) é um arcabougo tedrico poderoso e elegante com o
qual podemos descrever processos fisicos atomicos e nucleares, tais como os experimentos de
colisoes de particulas no Grande Colisor de Hadrons (LHC), cujos resultados sao extremamente
precisos. Foi somente com o desenvolvimento da TQC, sobretudo no final da década de 70,
que a Fisica de Particulas (FP) obteve uma melhor compreensao dos constituintes da matéria,
dando origem aos fundamentos do Modelo Padrao (MP) das particulas elementares. Alids,
em 2012 o MP teve mais um notério éxito, quando a até entao predita particula de Higgs foi
comprovada pelo LHC.

Um conceito fundamental utilizado no MP é o de simetria. A invariancia ou nao de uma
teoria perante uma dada simetria é um resultado chave para testar a validade de uma teoria,
bem como para propor novos modelos tedricos. Sabe-se que quase todas as simetrias da natureza
ja foram quebradas, incluindo algumas como conjugacao de carga (C), a paridade (P), inversao
temporal (T), simetria CP e simetria quiral. Seria entao natural existir uma quebra espontanea
da simetria de Lorentz? A tentativa de responder a esse questionamento foi feita por Samuel
e Kostelecky em 1989 [1], a partir de uma teoria mais fundamnetal, a teoria de cordas que
no regime de baixas energias a violagdo da simetria de Lorentz (do inglés, LV) é manifestada
por tensores com valores esperados de vacuo nao nulos, os quais sao denominados campos
tensoriais de fundo. O modelo que inclui a quebra da invariancia de Lorentz ao MP recebeu o
nome de Modelo Padrao Estendido (MPE). Neste, além de LV, ha também a possibilidade da
violagao da simetria CPT [2]. Assim, os termos que preservam a simetria CPT sao designados
de termos CPT-pares e os que nao a preservam sao denominados de termos CPT-impares, ou
seja, a quebra de CPT é indicada por campos de fundo com nimeros impares de indices de
Lorentz.

Os setores do MPE podem ser classificados de diversas formas. Quando analisados a par-



tir dos tensores de fundos, temos aqueles operadores que acoplam os campos minimamente,
preservando renormalizabilidade por contagem de poténcia e aqueles operadores de dimensoes
maiores que 4, considerados nao-minimos. Os modelos de violagao de Lorentz, contendo ope-
radores com dimensoes superiores a quatro, foram primeiramente considerados na Ref. [3].
Nesta, foram investigados os efeitos dessa modificacao na relagao de dispersao das particulas,
escalares, férmions e fotons por um operador de dimensao cinco. Outras aplicagoes semelhantes
foram realizadas nas Refs. [4]. Esses modelos também exibem algumas caracteristicas distintas
que estao, em sua maioria, catalogadas no MPE nao-minimo, como por exemplo nos setores
de fétons e férmions analisados em [5-7]. Outras aplicacoes sao estudadas nas Refs. [§8]. O
setor nao-minimo se diferencia do setor minimo também por possuir um nimero arbitrario de
operadores com dimensao de massa maior que 4 [3, 4, 9]. Voltando ao cendrio minimo, temos
os setores de calibre CPT-impar e CPT-par com tensores campos de fundo de dimensao 3 e
4 10, 11] j& amplamente estudados na literatura. Algumas dessas constantes de acoplamento
recebem limites superiores restritivos muito fortes, obtidos a partir dos mais diversos tipos de
experimentos [12]. Além disso, estudos sobre o setor fotonico CPT-impar foram feitos nas Refs.
[13-15] e os efeitos dessa eletrodinamica CPT-par para o setor fermionico foram considerados
nas bibliografias [16].

A introducao da violacao de Lorentz, onde particulas carregadas interagem com o campo
eletromagnético, pode ser feita através de acoplamentos nao-minimos, que também introduz
operadores de ordem mais alta. Isto pode ser visto em [17-20]. Algumas consequéncias ou
efeitos desses coeficientes nao-renormalizaveis foram investigados em varios outros cenarios
[21-35].

A TQC que descreve a interagao entre particulas carregadas sem spin e o campo eletro-
magnético é conhecida como Eletrodinamica Quantica Escalar (SQED). A SQED, com termo
violador da simetria de Lorentz, nao recebeu a mesma atencao que sua versao fermionica. A
razao pode ser o fato de nao existir, no Modelo Padrao, uma particula elementar carregada sem
spin, ou entao por nao ser tao rica fenomenologicamente quanto sua versao fermionica.

No que tange a esse cendrio, o setor de interacao CPT-impar é munido de um termo do tipo
(D¢ D% g(l{:g)”ewagF “B$) | sendo (gkéiz)” um operador vetorial de dimensao 5 e dimensao
de massa -1. Analogamente, o correspondente termo CPT-par é construido pela adigao de uma
parcela da forma (D,¢ D %g(kg)ww(awaﬁ)qs), em que agora o tensor de fundo (de ordem
4) é (k‘gj};) Este operador tensorial possui dimensao 6 e de dimensao de massa -2.

No caso das corregoes quanticas da SQED, um termo renormalizavel por contagem de
poténcias CPT-impar s6 é possivel nos setores fotonicos e fermionicos. Em nivel classico,

alguns modelos envolvendo violacao da simetria de Lorentz da eletrodinamica escalar foram



estudados nos tultimos anos. Por exemplo, aspectos como causalidade, unitariedade e quebra
de simetria espontanea LV e CPT-impar da SQED foram analisados na Ref. [36]. O mecanismo
de Higgs, no contexto da SQED LV e CPT-par, foi investigado na Ref. [37].

Ainda em nivel classico, muitos estudos sobre a existéncia de vortices BPS na eletrodinamica
escalar LV foram realizados na Ref. [38].

Como um dos resultados deste trabalho [39], analisamos os dtomos mesonicos dentro do
contexto da quebra de simetria de Lorentz através de um termo CPT-par, usando uma derivada
covariante nao-minima. Tomando o limite nao relativistico, usando os dados experimentais do
deslocamento imposto pela interagao forte ao nivel de energia do estado fundamental (15), além
dos dados relacionados as transicoes 4p — 3p do hidrogénio mesonico, é possivel impor limites
superiores aos coeficientes de LV. A polarizagdo do vécuo a 1-loop é calculada utilizando as
regras de Feynman e usando modificagoes apropriadas com modelo nao-minimamente acoplado.

Na segunda parte da tese, abordaremos a Eletrodinamica de Maxwell acrescentada de um
termo CPT-par de ordem superior (a?d,59, F**0y\F*?) possuindo um campo de fundo tensorial
(du). A expressdo anterior ja engloba o termo de Podolsky somente no caso em que o trago
do tensor for diferente de zero, tr (d,z) # 0. Além disso, recuperamos a invariancia de Lorentz
quando d,;, <1,

A eletrodinamica desenvolvida pelo russo Boris Podolsky [40-43] foi o primeiro modelo de
uma teoria de campos com derivada de ordem superior, sendo uma generalizacao do campo
eletromagnético de Maxwell, cujo objetivo seria livrar-se de infinitos gerados pela auto-energia
dos elétrons no limite de r — 0. Alias, na eletrodinamica de Podolsky a lei de Coulomb é
modificada por um potencial do tipo 4;% (1 — 6_5), que tem valores finitos em todo r. Nessa
teoria, a acdo é modificada por uma derivada de segunda ordem nos campos (A,), e portanto
as equacoes de movimento resultam sendo equacoes diferenciais parciais lineares de quarta
ordem. [44]. Além de problemas com instabilidade e causalidade, essa eletrodinamica apresenta
algumas dificuldades fundamentais, tal como fantasmas® (ghosts, em inglés), estados com norma
negativa que nao preservam a unitariedade [45].

No final da década de 60, Lee e Wick estudaram uma eletrodinamica de ordem superior [46],
introduzindo uma expressao do tipo (a?F,,00F*), matematicamente equivalente ao termo da
eletrodinamica de Podolsky. Eles propuseram esse novo modelo como uma teoria reguladora
e encontraram para o propagador do foton no regime ultravioleta um comportamento do tipo
1/p?, ou seja, livre de divergéncias quadraticas, assim como removeram divergéncias geradas
pela polarizacao do vacuo. Somente em 2007, Grinstein, O’Connel e Wise estenderam as

ideias de Lee Wick em todos os setores: boésons, férmions e Higgs, exceto a gravidade [47],

T A nomenclatura dada deve-se ao fato desses campos néo serem fisicos.



apresentando um modelo padrao massivo com derivadas de ordem superior. O modelo padrao
de Lee Wick fornece uma possivel solucao para o problema de hierarquia de massa das particulas
elementares.

Nao obstante, as eletrodinamicas de derivadas superiores contém mais graus de liberdades
do que a de Maxwell. Esse fato possibilita a existéncia de mais vinculos e, consequentemente,
mais condigoes de fixacao de gauge, permitindo encontrar os parénteses de Dirac e quantizar
a teoria tanto por meio do procedimento candnico ou via formalismo de integracao funcional.
Nesse sentido, varios trabalhos foram realizados obtendo nao s6 a quantizacao a temperatura
zero via a amplitude de transi¢cdo vdcuo-viacuo (AVV), mas também a temperatura finita via
o calculo da fungao de partigao [48, 49, 51, 52]. Como os modelos usuais, as teorias de campo
com derivadas superiores podem ser dotadas de fantasmas, e uma ferramenta poderosa para
tratar esses ghosts é a transformacao de simetria BRST desenvolvida por Becchi, Rouet, Stora
[53] e independentemente por Tyutin [54].

O foco principal que examinaremos aqui é ver como a teoria eletromagnética com derivada
superior se comporta com a introducao de um campo de fundo tensorial. Os graus de liberdade
fisicos do sistema sao afetados, assim como as relagoes de dispersao. Para isso faremos, inicial-
mente, uma revisao da eletrodinamica de Podolsky, investigando primeiramente como carater
puramente didatico a estrutura hamiltoniana segundo o formalismo de Dirac para sistemas vin-
culados [55]. Apds a andlise de vinculos estamos aptos em quantizar a teoria a temperatura zero
ou a temperatura finita via o calculo da amplitude vacuo-vacuo (AVV) ou fungao de particao,
respectivamente. Damos énfase ao cdlculo da amplitude de transi¢ao vacuo-vacuo (AVV) para
obter os graus de liberdade fisicos e as respectivas relagoes de dispersao. Em seguida, inves-
tigamos a eletrodinamica de Maxwell modificada por um termo CPT-par possuindo derivadas
de ordem superior. Esse termo de dimensao de massa 6 quebra a simetria de Lorentz via um
tensor de segunda ordem. Analisamos a estrutura de vinculos para algumas configuracoes do
tensor d,, e calculamos a amplitude de transi¢ao vacuo-vacuo para definir os possiveis graus
de liberdade fisicos e as respectivas relagoes de dispersao.

Este trabalho esta organizado da seguinte maneira:

Nos capitulos 1 e 2, sao feitas, respectivamente, uma introducao e além de uma breve revisao
da literatura.

No capitulo 3, computamos as correcoes de LV em primeira ordem para a propagacao do
foton.

No capitulo 4, fazemos uma revisao da teoria da eletrodinamica de Podolsky, obtendo a
estrutura canonica e a AVV.

No capitulo 5, investigamos a eletrodinamica de Maxwell com um termo CPT-par possuindo



derivadas de ordem superior, analisando a estrutura de vinculos para algumas configuragoes do
tensor d, e calculamos a AVV.

Por fim, no capitulo 6, expomos nossas conclusoes e perspectivas.



Capitulo 2

Campo escalar complexo e atomos

mesOonicos

A fisica nuclear ainda é uma area de pesquisa bastante ativa. Desde a década de 1930
com o méson de Yukawa até os dias atuais se tém buscado a deteccao de particulas ou atomos
exoOticos na natureza, como aconteceu recentemente com a descoberta do hélio pionico utilizando
espectroscopia a laser. Estes resultados foram publicados em uma das revistas de maior fator
de impacto, [56]. Atomos exdticos tém geralmente um tempo de vida muito curto, mas sao
excelentes ferramentas para estudar as propriedades de particulas como pion, kdon e até mesmo
o muon. Também nos permite compreender a fisica que esta além do Modelo Padrao das
particulas elementares (MP).

A primeira teoria sobre forga nuclear forte foi proposta por Yukawa, em 1934 [57]. Mais
tarde, em 1937, com as pesquisas de Raios Césmicos, dois grupos experimentais corroboraram a
existéncia de tais particulas de Yukawa, sendo um grupo liderado por Anderson e Neddermeyer
[58] e outro grupo liderado por Street e Stevenson [59]. Por muitos anos esses grupos de
pesquisa achavam que tinham descoberto o méson-7, mas na realidade tinham descoberto o
méson-p ou muion. O méson-m ou pion (a particula de Yukawa) foi detectado em 1947 com
experiéncias de raios cosmicos sobre chapas fotogréaficas no monte Chacaltaya, por César Lattes,
entdo participante do grupo de pesquisa chefiado por Powell [60]. No mesmo ano, com os
experimentos de raios césmicos, foi feita a descoberta do kdon. O kdon e sua antiparticula
(antikdon) sempre sao produzidos aos pares, dai receberam o nome de particulas estranhas ou
evento tipo S. Em seguida, a investigagao sobre hiperons veio apenas a partir da década de
1950 (A, X, Z). Todas essas particulas, pions, kdons e hiperons sdo representadas por campos
escalares.

Temos também a particula mésonica J/¥ formada por um quark e um antiquark que foi



descoberta em 1974 por dois grupos de pesquisa independentes, que dividiriam o prémio nobel
dois anos mais tarde em 1976. Um atuou no Stanford Linear Accelerator Center, sob a lideranga
de Burton Richter e o outro no Brookhaven National Laboratory, liderado por Samuel Ting do
Massachusetts Institute of Technology-MIT.

Os trabalhos de Gordon [61], em 1926 e Klein, [62] em 1927, tentavam obter uma versao
relativistica da equacao de Schrodinger, mas acabaram por achar a equacao de Klein-Gordon
para uma particula de spin zero. A versao da equagao de Schrédinger que considera a interagao
do spin com o campo eletromagnético foi introduzida por Pauli [63] e sua versao relativistica
foi obtida por Dirac [64].

Vamos comecar com o campo de Klein-Gordon, que descreve uma particula escalar. Primeiro
sem carga e, em seguida, passaremos para o campo escalar complexo, que descrevera particulas
carregadas e sua interagao com o campo eletromagnético.

A equagao de Klein-Gordon (KG) pode ser obtida simplesmente tomando a prescrigao ope-
racional na expressao da energia relativistica de Einstein tal como se faz na obtencao da equacao

de Schrodinger
2 2 2 2

Do ponto de vista do conceito de funcao de onda, a densidade de probabilidade nao é positiva
definida devido & equacao diferencial ser de segunda ordem no tempo®.

De forma mais compacta, podemos introduzir o operador D’Alembertiano (O = n**0,0, =

1 92

+ 55 — V?) e reescrever a Eq. (2.1) como

[D + (%)2] 0 =0. (2.2)

O termo (%¢) constante é proporcional ao inverso do comprimento de onda de Compton A = 2ng
a menos de um fator multiplicativo 27 . Neste trabalho, usamos a assinatura (1,—1,—1,—1) e
vamos utilizar ao longo de todo o texto a convencao de unidades naturais da teoria de campos

fazendo ¢ = h = 1, de forma que a Eq. (2.2) torna-se

(O+m?) e =0, (2.3)

que corresponde a equagao KG no sistema de unidades naturais. Nas préximas segoes,

representard um campo e nao mais uma funcao de onda.

!Esse problema levaria mais tarde Dirac a formular outra equacdo, com o objetivo de achar uma equacao de

primeira ordem e que representasse os elétrons.



2.1 Campo de Klein-Gordon

2.1.1 Campo escalar neutro

O campo escalar neutro sem interagoes é o mais simples, descrevendo particulas com massa
diferente de zero, carga nula e spin-0. Sua densidade de lagrangiana é expressa por
Lxe= % WP p — %meQ, (2:4)
onde m é a massa da particula.
Podemos obter as equagoes de campo a partir da equacao de Euler-Lagrange (E-L)

oL oL _ .

50,5 " g = (2.5)

em que obtemos a equacao de KG (2.3) obtida anteriormente.

A densidade de lagrangiana (2.1) deste campo nao possui uma simetria interna continua a
qual poderiamos associar uma carga de Noether conservada. Por isso, o campo escalar neutro
nao descreve particulas portadoras de carga. Dessa forma, se quisermos descrever particulas

carregadas, devemos utilizar um campo escalar complexo.

2.1.2 Campo escalar complexo

O caso da particula carregada de spin-0 é descrito pelo campo escalar complexo (¢*). A

densidade de lagrangiana é dada por
L= 0" Oup —mPgp. (2.6)

Uma propriedade dessa densidade de Lagrangiana é sua invariancia perante uma transformacao
de simetria global U (1):

Plx) =Ty, @7 (x) =" (2). (2.7)
onde I' é um parametro real.

A equacao de E-L do campo escalar complexo também resulta na equacao de KG
(O+m?) =0, (2.8)

e para o campo * temos

(O+m?) " =0. (2.9)
O campo complexo descreve configuracoes portadoras de carga elétrica cuja corrente conservada
é

g =i(p 0" — 0" 9), (2.10)
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obedecendo, entao, a equacao de continuidade

25°
évL@kj’“:O, (2.11)

ou equivalentemente

,5" = 0. (2.12)

Verifica-se que a componente j° representa uma densidade de carga e nao de probabilidade,

como veremos quando acoplarmos o campo eletromagnético.

2.1.3 O limite nao relativistico do campo escalar complexo

Nesta subsegao, verificamos como a equagao de Klein Gordon relativistica (2.1) se comporta
no regime de baixas energias. Para isso, os resultados devem reproduzir as previsoes de uma
teoria nao-relativistica em que equacao de Klein Gordon deve recair na equacao de Schrodinger.

A densidade de lagrangiana é dada por
£= (0%0") (Bup) - m Il (2.13)
Para desempenharmos esta tarefa, implementamos o seguinte Ansatz
—exp (—imt) (214)
= ——exp (—imt), .
2 Jom P

em que o campo v depende das varidveis (z,t) e (1/4/2m) é um fator de massa normalizada®.
Expandindo o termo da derivada do campo da Eq. (2.13) em func¢do das componentes do

tensor obtemos

Duel” = (00) (O00)” — (09) ()" (2.15)
onde a componente temporal da derivada do campo escalar é
Oup = ——p (e=™) = —_ (Dpp — im) =™, (2.16)
V2m 2m
J& seu complexo conjugado é
(Oug)" = —— (000" + imy*) e (217)

V2m

2Cuja condicio de normalizacio é dada por

[o@ v @dr=1



Fazendo o produto de (2.16) com (2.17), obtemos:

(009) (Qop)" = g (00) (O00") + =[O0 v" — (@) 0] + g (2.18)

De forma semelhante, para a componente espacial da derivada do campo

(959) = 75=0i (e™™) = \/—— (950) e, (2.19)
e seu conjugado complexo .
(Or)" = ——= @) e, (220
m
ao multiplicarmos estes dois termos (2.19) por (2.20), obtemos
1 x
(050) (050)" = 5~ (09) (99)" (2.21)

Substituindo (2.18) e (2.21) na densidade de lagrangiana (2.13), chegamos a seguinte expressao

L= o (00) (00") — 50,0 (0) + & (@) 0 — (@) 0], (2.22)

No limite de baixas energias devemos impor as condi¢oes em que a energia cinética é muito

pequena comparada a energia relativistica de repouso da particula
G0t < m [yl (2.23)

Assim, a densidade de lagrangiana torna-se

L= — 50 (0,0)" + 5 [(00) ¥* — (Bv") 0] (2.21)
Integrando por partes o segundo termo da equagao anterior, conseguimos
= i) O + %ajw*ajw, (2.25)
que ainda podemos escrever como
= iy — 5 [V (2.26)
Desenvolvendo a equacgao de E-L para obtermos as equagoes de movimento, temos para o campo
complexo
Oa o ok =0. (2.27)

0(0,0%) oy”

Calculando termo a termo, temos

oL oL POYe
(0 a(@m*r_w ° o

10
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Substituindo esses resultados na Eq. (2.27), obtemos
1 y .
5= 0;0"% — Dy =0, (2.29)
que ainda pode ser expresso da seguinte forma:
1
— — V%) —idep =0 2.30
m w ? Ow ) ( )

correspondendo a equagao de Schrodinger do tipo Hy = i0y) para a particula livre, onde o

hamiltoniano H é associado ao termo cinético H — —ﬁv?

2.2 O campo escalar complexo e o acoplamento minimo

Analisaremos nesta segdo o caso da particula de spin-0 descrito pelo campo escalar (¢)
carregado com a auto-interacao quartica A (gp*gp)Q, que posteriomente sera acoplado ao campo

eletromagnético. A densidade de lagrangiana é dada por

* * * \2
L= (0")" (Oup) =m0 = Ap"p)". (2.31)
Notamos, aqui, que a densidade de lagrangiana é invariante perante a transformacao de simetria

global (¢'(z) = eT'p(x), com T' um parametro real). Podemos fazer com que a lagrangiana

iL(z)

também seja invariante perante uma transformagcao local (¢'(z) = e“ @ p(x), com I'(x) uma

funcao real), substituindo 0*¢ por uma derivada covariante que acopla minimamente o campo

eletromagnético e o campo escalar da seguinte maneira:
Do = 0.p —ieA,p, (2.32)

em que A" é o potencial vetor e e a carga elementar. Esta equagao (2.32) é chamada derivada
covariante minima.
Aplicando a derivada covariante ao campo escalar, temos a seguinte densidade de lagrangi-

ana que sera invariante pela transformacao de gauge local:

L= (0" +ieA") o* (9,0 — ieAp) — m2p o — (¢ p)>. (2.33)

Por construgao, introduzimos a derivada covariante, de modo que
D,y = e D,p. (2.34)
Para isto, o campo de calibre deve se transformar da seguinte maneira:
1
A=A, =A+ g@MF. (2.35)
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Isto implica que D, transforma-se da seguinte forma
D, — D), =e"@p, e @) (2.36)

portanto, D,y transforma-se com um fator de fase geral e deixa a densidade de lagrangiana

invariante. Ainda podemos calcular explicitamente o comutador entre as derivadas covariantes
[D,,D,| = [0, —ieA,, 0, —ieA,| = —ieF,,, (2.37)

F,, =0,A, — 0,A,, (2.38)

onde F},, ¢ o tensor do campo eletromagnético.
Desta forma, F},, ¢ invariante de gauge e podemos propor uma densidade de lagrangiana

para a chamada eletrodinamica escalar
. 1,
L=— F"F+ 1Do|” —m? [o|” — e 0)?. (2.39)

A densidade de lagrangiana ¢ invariante sob uma transformacao de campos

o — '™ (2.40)
1
A, = A, +-0,T, (2.41)
e
e cuja corrente conservada é
" =i[p(D"p)" — ¢ "Dyl . (2.42)

A equagao de movimento do campo eletromagnético é
O FP = —J°. (2.43)
Assim, verificamos facilmente que a densidade de corrente, J?, é conservada

95" = 0. (2.44)

2.3 Limite nao relativistico da SQED

O procedimento para o calculo do limite nao relativistico é obter uma equagao tipo Schrodin-
ger com termos adicionais, considerando a energia de repouso da particula muito maior que o
inverso do comprimento de onda. Assim, derivamos a hamiltoniana no limite nao relativistico
do modelo que descreve uma particula escalar de spin zero interagindo com o campo eletro-

magnético.
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Primeiramente, escrevemos a densidade de lagrangiana (2.39) como
1
L= _ZFWF“” + L, + L. (2.45)
O primeiro termo do lado direito da equacao anterior é a contribuicao do campo eletro-
magnético, L, é a densidade de lagrangiana associada as particulas escalares e £; a densidade

de lagrangiana associada a interacao, dadas por,
L, = 8up0"0" —m*0"p + A (¢"0)", (2.46)
L = —ied,[¢"0up — 0up"] + (eAu)” |0l (2.47)

. 3 r 2 ~ , . <
respectivamente. Em nossa analise o termo A (p*¢)” nio serd considerado®.
Para obter o limite nao relativistico consideramos a seguinte transformacao para o campo
escalar carregado:

© = \/%_mw exp (—imt) , (2.48)

onde 1 = ¢(Z,t) e m é a massa da particula escalar. Com isso, obtemos

Lo+ L= % [(Dov™) Dotp — im (Do) ¢ + imap™ Do | (Dj)" D74, (2.49)

" om

Agora, usamos as seguintes aproximacoes para os campos ¥ e Ag

Dol < m ], |edo] < m, (2.50)
1 | Dyt | 1
2 m RS 5 || Dov] (2.51)

na densidade Lagrangiana (2.49), que ap6s uma integracao por partes, resulta na seguinte

expressao:
1 L
L,+ L;=11)"Dop + o (D))" D'y (2.52)
A equacao de movimento para o campo escalar 1) é
1 ; .
%Dijiﬂ — 1Dy =0, (2.53)

a qual pode ser expressa da seguinte maneira:

1

Zaow = om

(V? +ie0; A7 + 2ie A10; + 2 A; A7) — eAg| 4. (2.54)

Isto corresponde a equacgao de Schrodinger de uma particula carregada sem spin acoplada ao

campo eletromagnético. Assim, identificamos a hamiltoniana

H =~ (V2 ieQ; AT + 2ieAT0; + €2 A; A7) — ey, (2.55)

3Em nivel de 4rvore, a auto-interacdo do campo escalar nio desempenha papel relevante na descricio do

4tomo mesonico, mas sim na ordem de 1-loop.
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2.3.1 Aplicagao da equacao de Klein Gordon: atomos mesonicos

Para investigar atomos mesonicos, precisamos de um modelo que descreve o sistema com-
posto de um nicleo positivo entorno do qual circulam as particulas mesénicas (pion ou kdon)
negativas. Para isso, inicialmente precisamos de um modelo simples que possa ser solucionado
analiticamente. Supondo que a interacao dominante seja o potencial de Coulomb, podemos
aproximar o nucleo por uma carga pontual de magnitude Ze. O pion/kdon pode ser aproxi-
mado por uma carga pontual de magnitude —e. Trocar o elétron pelo pion/kdon nos permite
ter um modelo simples para descrever o &tomo mesonico. No entanto existem outras interagoes
que levam a mudancas nos niveis de energia da interacao Coulombiana, como por exemplo a
polarizacao do vacuo, que serd calculada mais adiante. Assim, para os atomos mesonicos, temos
que o campo magnético é nulo e temos somente a interacao coulombiana atuando no sistema
méson-nicleo

Z
A=0ecedy =22, (2.56)
T

onde Z é o numero de prétons e o a constante de estrutura fina (o = 1/137 em unidades
naturais).

Escrevendo a equagao de KG em regime estaciondrio, temos
Za\* 2 2
E+— | +V —=m*| p=0. (2.57)
r

Apés algumas operacoes algébricas® na Eq. (2.57), podemos resolvé-la analiticamente por
separacao de varidaveis, obtendo a seguinte energia

—-1/2
2

2
E=m |1+ Za 5
(n—l—§+\/(l+§)—z2a2>

, (2.58)

com n = 1,2,....A parte angular das autofungdes também é dada pelos harmonicos esféricos
como mostrado no apéndice B.

No limite nao relativistico e assumindo que a energia cinética é muito pequena, ou seja,

1 72%a? AT n 3
E =~ 1——= 1 — - 2.59
m ( 5 2 ( + 2 (l +% 4)) > ) ( )

onde o primeiro termo € a energia em repouso do atomo e o segundo termo € energia do atomo de

p? < m obtemos,

hidrogénio. As outras ordens representam as contribuicoes relativisticas, o que esta de acordo

com os calculos feitos com a teoria de perturbacoes.

4Para maiores detalhes, vide apéndice B.
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No préximo capitulo, no estudo da SQED LV com acoplamentos nao minimo, nao consi-
deraremos corregoes relativisticas para o sistema préton-méson, apenas correcoes advindas do
limite nao relativistico e da polarizagao do vacuo. Desse modo as autofuncoes e autoenergias
que usaremos em nossos calculos serao as do atomo de hidrogénio nao relativistico.

Para comparacoes com os dados experimentais para o a&tomo pidnico, algumas correcoes sao
necessarias:

a) Os cdlculos devem ser feitos com a massa reduzida p em vez de m;

b) Deve-se levar em consideragdo que o niicleo ndo é uma carga pontual, tem dimensao
nuclear tendo efeitos de dipolo e quadrupolo;

c¢) Corregoes devem ser feitas para polarizacao do vacuo;

d) O raio da drbita de Bohr mais baixo é 300 vezes menor do que o raio de Bohr corres-
pondente ao elétron. A funcao de onda do pion tem sobreposicao significativa com o nucleo,

exigindo uma corre¢ao para a interagao forte pion-nicleo.

2.4 Polarizacao do vacuo na SQED

Abordamos nesta secao as particulas escalares acopladas minimamente com o campo eletro-
magnético dado pela Eq. (2.39). Iremos agora levar em consideragao a quantizagao dos campos.
A ferramenta para esta quantizacao serd feita usando o formalismo de integragao funcional e a
analise dos graficos perturbativos, através dos diagramas de Feynman.

A densidade lagrangiana (2.39) que descreve a eletrodinamica de uma particula escalar de

massa m e carga elétrica e, pode ser escrita da seguinte forma:
L=L,+L,+L;+ Lar, (2.60)

em que L, corresponde aos fétons, L, as particulas escalares, £; estd relacionada a interacao
quartica e Lgr € o termo de gauge fizing.
As regras de Feynman para os cédlculos a 1-loop no gauge de Feynman da SQED, que

usaremos, sao descritas a seguir. As linhas internas e vértices correspondem a:

e Propagador do campo escalar dado por

b
—

?

Drp(p) = (2.61)

p2 —m?2 4 ig’

que é o propagador de Feynman para uma particula de spin zero;
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e Propagador do féton

q
VL VAV,

—in (€ — 1) qugy
T _ i 4) Qutv, (2.62)
q q

w
Dy =

e Para determinar os tipos de vértices, escreve-se os termos de interacao da densidade de

lagrangiana na seguinte forma:
L =ieA"[(0,0%) ¢ — ©* 0] — M* AP A0 0 + jo + 50" + J,AX, (2.63)

em que j,j%e J, sao as fontes adicionadas aos seus respectivos campos e devemos, pri-

meiramente, calcular o gerador funcional.

Figura 2.1: Grafico de Feynman para os vértices de 3 e 4 pernas da SQED.

Os graficos sao escritos da seguinte maneira:

1) Representamos por uma linha interna continua o propagador do escalar. Todas as
linhas internas, nao conectadas a um ponto externo p, estao associadas a um termo

de propagacao dado por (2.61);

Para cada vértice das particulas escalares (), multiplicar pelo fator —i\;

Impor a conservacao do momento em cada vértice do diagrama;

Para cada vértice escalar-escalar -féton (o —¢ —7), multiplicar pelo fator ie(p, —p/,);
Para cada vértice escalar-escalar -féton-féton (¢ — ¢ — v — ), multiplicar pelo fator
22’6277W;

6) Um linha interna continua e ondulada corresponde ao propagador do féton sem

massa dado por (2.62).
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2.4.1 Polarizagao do vacuo a 1-loop

Figura 2.2: polarizacao do vacuo.

Usando as regras de Feynman no espago dos momentos e utilizando a regularizacao dimen-
sional (D = 4 — 2¢), a polarizagao do vécuo para a SQED (2.39) no gauge de Feynman (£ = 1),

em ordem «, é dada pela soma de dois termos (ver figura 2.2)
" (q) = I* (q) + 11" (q) . (2.64)

O primeiro termo na figura 2.2 é dado por

I (q) = —ie*u* ™" / i i i 2" —¢") (20" = ¢")
’ @2m)” [(p— @) = m? +ic] [p* — m® + ie] '
(2.65)
O segundo termo na figura 2.2 é representado por
L
Y (q) = 2i 2“’/ : 2.66
Somando os dois termos, temos
T — 2ytD / dPp Ap'p’ — 2p"q" — 24"p” + ¢"q” — 20" ((p — q)* — m?) (267
(2m)" P2 — m? +ie] [(p — q)* — m? + ie] ' '

Calculamos a integral usando a parametrizacao de Feynman

1 L dx
AB /0 [Az + (1 — ) B* (268)

Podemos deixar de forma quadratica o denominador da seguinte forma:

i — 24D / / de dprp” = 2pMq” = 2¢MpY + ¢*q” — 20" (p* — 2p.q + ¢* — mQ)
(p? — 2zp.q + ¢>v — m2 + ic)”
(2.69)
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Fazendo uma translacao na variavel r = p — xq, obtemos

T = 2t D/ / dDr 4(r+zqg)! (r+zq)" =2 +2z2q)" ¢ — 2¢" (r + 2q)" + ¢"¢"
(TQ—)\2+i6)2
2, D/ / 2 (2 4 2wgr g = 2(rg £ a) 4 =) o
(7" —)\2+ie)

Termos lineares em r” sao impares perante r — —r, enquanto o resto do integrando incluindo
a medida, é par. Entao esses sao nulos por razoes de simetria. Conclui-se que a polarizacao do

vacuo simplifica para

Y

2
i = e2ut=P / / dD?” drir? — 2 + (22— 1)° ¢'q” — 2 (z —1)"¢* + 2p""m”
(7" -\t 2'5)
(2.71)
em que fizemos \? = 22¢> — ¢z + m? e completamos o quadrado no denominador.
Fazendo a prescricao da regularizagao dimensional r#r” — %7’27)“”, e observando que po-
demos escrever a integral em funcoes de ¢*¢” e da métrica n*, integrando com respeito a r,

temos para a polarizagao do vacuo

1 4
i — 62M4 D/ dr (5 o 2) nuu](l) + [(21, i 1)2 ququ _ 27]uu (:L’ . 1)2 q2 + 2nuum2] ](0)7
0

(2.72)
em que as integrais D dimensionais sao tabeladas
‘ D
pPrO — / d"r 1 _ M4—DZ (-1 I'(2-79)
N2 D D
(2m)” (52 = X +ie) (4m) T (2) (V)"
1 J1 A2
- ol )] =
e
, D
Py (- / dPr r? _ M47DDZ (-1)z T (1 — g)
D 2 D D
(27T) (r2 — A+ Ze) 2 <4ﬂ-) 2 T (2) ()\2)1 2
DX [1 A2
= —— |[-+1-— 1—e€l . 2.74
2 (4n)? L + ’Y} [ eln (471'#2)] (2.74)
Com isso, a Eq. (2.71) pode ser escrita da seguinte forma:
" (q) = (¢"¢" — ¢*n") I (q), (2.75)
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em que o termo II(¢) é dado por

€ 1 1q47m2
) = 5 (6 +1n = ) . (2.76)

O primeiro termo da integral é resolvido e da uma contribuicao da parte divergente ultra-
violeta da polarizagao do vacuo, enquanto o segundo termo é a parte finita.

Ainda poderiamos remover divergéncias usando o processo de renormalizacao desenvolvida
por 't Hooft e Weinberg nos trabalhos [65] e [66], onde os contra termos multiplicativos em
cada termo da densidade de lagrangiana sao introduzidos a fim de deixar os resultados fini-
tos. Existem, na literatura, diversas abordagens para o programa de renormalizacao, como o
esquema de subtragdo minima (MS), esquema de massa, implicita, etc.

Dessa forma, o propagador do féton no espaco dos momentos é definido como®

dq
(2)"

em que podemos calcular em todas as ordens, definicao nao-perturbativa do propagador D,

(9T A (2) A”(y)] ) = / GV D (o) (2.77)

que as vezes é chamado de propagador “vestido”. Na ordem principal, no gauge de Feynman,

esse propagador G reduz-se ao propagador livre

i () = =1 (2.78)
V= @ +ie '
Incluindo a correcao a 1-loop encontrada na Eq. (2.75), o propagador é
o e i e it
iG" (q) = —@? + 7 .5 7 + 0 (e*).
_ (n“” — q”—?)
= - T/ (2.79)

¢ (1-11(¢?))

O resultado acima mostra o propagador do féton tendo um polo em ¢ = 0, o que caracteriza
uma particula sem massa.

A préxima etapa serd um dos cernes deste trabalho: a teoria da SQED com acoplamento
nao minimo (portador da quebra da invariancia de Lorentz) entre o campo escalar carregado e

o campo eletromagnético.

50 propagador ¢ definido no formalismo de integragao funcional como o valor esperado no autoestado (|€2))

do produto ordenado dos operadores de campo. No caso do vécuo temos (|€2))=(]0)).
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Capitulo 3

A SQED com acoplamentos nao
minimos: contribuicao em atomos

mesOonicos

Neste capitulo, analisamos a eletrodinamica escalar com o termo de quebra da simetria
de Lorentz e CPT, em que os campos de gauge e escalar interagem através de um derivada
covariante nao-minima. A derivada covariante nao-minima representa um termo de ordem
superior que nao estd incluso no modelo padrao estendido minimo. A Ref. [9] analisou o caso
do acoplamento LV nao-minimo para uma particula eletricamente neutra e sua conexao com
a fase Aharonov-Casher na fun¢ao de onda do elétron. As Refs. [17-20] analisaram, nesse
contexto, a influéncia de um termo violador da simetria de Lorentz na equacao de Dirac. Os

resultados desse capitulo foram publicados na Ref. [39].

3.1 O modelo

A densidade de lagrangiana que representa o modelo é dada por

1 1
L = _ZF“VF;W a i(auAu)Q + |DM¢|2 - m2¢T¢ - U(|QZ5|), (3.1)

onde F,, = 0,A, — 0,A,, é o tensor do campo eletromagnético A, e ¢ é o campo escalar
complexo. No nosso modelo efetivo, o campo escalar representa um méson carregado, que é um
estado ligado formado por dois quarks. O termo D, ¢ ¢ a derivada covariante LV nao-minimo,

expressa por
ie 5)\v « ie 6 v o
Dup = Dy — 59(/@;}) €wapFPp — Eg(k;;)wﬂ(a F). (3.2)
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O vetor g(l{:g)” ¢ um campo de fundo CPT-impar de dimensao 5 e g(kﬁ) é o tensor campo de
fundo CPT-par de ordem 4 e dimensao 6, com duplo traco nulo e com as mesmas simetrias do
tensor de Riemann. A constante de acoplamento g CPT-impar tem dimensao de massa —1 e
a CPT-par, um g com dimensao de massa igual a —2. Apontamos o acoplamento nao-minimo
CPT-impar definido na Eq. (3.2), que ja foi usado em um modelo LV acoplando férmions com
campo de gauge [9].

As contribuigoes explicitas da LV de primeira ordem para a densidade lagrangiana (3.1),

. , 2~
que estao incluidas no termo |D,¢|”, sdo dadas por

1eg

Dudl® = (D) D6+ LK) €uanF™” [(D76)' 6 — 6/ D)

i
i (KD wasd 7 |(D"6)16 — ¢/ Do |
+termos de sequnda ordem. (3.3)

Na auséncia da auto-interacao escalar A \¢\4, os resultados da equacao de movimento é a equacao
de Klein-Gordon modificada, descrevendo particulas carregadas de spin-zero interagindo nao-
minimamente com o campo eletromagnético. Tais interagoes produzem uma mudanca nos niveis
de energia dos atomos mesonicos, por exemplo, hidrogénio pionico ou kadnico.

Nesse contexto podemos, através de um modelo efetivo, calcular as contribuicoes da pola-
rizagao do vacuo, assim como o limite nao relativistico da teoria. Também nao levamos em
consideracgao as contribuigoes de segunda ordem em LV. Outra condicao, aqui, é considerar que
o potencial de Coulomb desempenha um papel dominante nas interagoes.

Devido a grande massa do méson, a interacao nao-minima pode ser tratada como uma
perturbagao adicional ao Hamitoniano de Breit-Pauli no modelo do hidrogénio pionico [67].

Feito isso, a lagrangiana (3.1) também sera usada para derivar as regras de Feynman da
SQED-LV e, em seguida, para calcularmos a polarizacao do vacuo, assim como os limites
superiores para as constantes de acoplamento LV nao-minimo g(k’é e g(k:(6)) wap introduzidas

na Eq. (3.2) e dos novos termos gerados.

3.2 O Limite nao relativistico e sua contribuicao para os

atomos mesonicos

O hidrogénio pionico é um sistema no qual podemos substituir o elétron por um pion.

Enquanto o hidrogénio padrao, incluindo efeitos relativisticos e o spin, pode ser descrito pela
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equacao de Dirac, o hidrogénio pionico pode ser estudado no contexto da equacao de Klein-
Gordon, dado que o pion tem spin nulo. A diferenca crucial é o fato do pion ser uma particula
instavel composta por um par quark-antiquark, com tempo de vida aproximada de 3.95 x
107eV".

Muitas propriedades do hidrogénio pionico foram parcialmente estudadas na Ref. [67],
considerando somente efeitos da QED. No entanto, ha contribuicoes da cromodinamica quantica
(QCD) para as energias de ligacdo e nivel de larguras atomicas, cujo efeito mais notdrio é
apresentado pelo estado 1S. Tais efeitos sao medidos por meio das transicoes de raios X e
comparados com o estado ligado puramente eletromagnético.

No contexto da quebra de simetria de Lorentz e CPT, alguns aspectos de baixa energia na
QCD sao analisados na Ref. [68] e para pions e nicleons na Ref. [69].

Ambas as referéncias realizam suas analises no contexto do formalismo da teoria da per-
turbagao quiral [70], uma teoria quantica de campos efetiva usada para descrever alguns aspec-
tos de baixa energia da QCD. Além disso, devido a sua grande massa, ainda podemos considerar
o hidrogénio mesonico como um sistema nao relativistico e os coeficientes de LV como peque-
nas perturbacoes sobre ele. Os dados experimentais, tanto da transicao 2P — 15 quanto da
4P — 3P, sao usados para impor alguns limites superiores restritivos para as constantes de

acoplamentos LV g(k:((f})” e g(kf]gl)wﬁ) introduzidas na Eq. (3.2).

3.2.1 Contribuigao do setor CPT-impar

Estudamos a contribuigao do limite nao relativistico do termo LV e CPT-impar, presente
na equagao (3.3), a energia do dtomo mesonico. A parte relevante, na andlise a seguir, estd

contida na contribuicao
7
Sequye” Foy [(D,9)' 6 = o1 (D,0)] . (3.4)

onde utilizamos (ké‘?) u = wy,. O limite nao relativistico (vide Apéndice C) contribui para o

hamiltoniano com a seguinte corre¢ao
AH = —egii - B. (3.5)

Tal interagao nao é prevista pela eletrodinamica quantica usual. Entao, podemos impor um
limite superior para o acoplamento gw. O acoplamento gw estd desempenhando um papel
de momento magnético para o pion, permitindo estuda-lo como uma interagao “background-
orbita”. Assim, a correcao correspondente ao hidrogénio pionico gera um hamiltoniano dado
por

e2g . -

AH = - L 3.6
s b (3.6)

22



onde 1 é a massa reduzida do sistema préton-pion e Bo campo magnético efetivo na Eq. (3.5)

dado por
el

B=—
A3’

(3.7)
com o mesmo formato que aparece no caso spin-orbita.

Por conveniéncia, tomamos o campo de fundo w ao longo do eixo- z. A correspondente
variagao de energia para o hidrogénio pionico é dada por

e2qw, /L,
AE = (AH) = — Iy <F> (3.8)

Somente estados com a projecao de momento angular nao nulos recebem corregoes LV na energia
enquanto a energia do estado 1.5 permanece inalterada. Todos os outros estados ganham a

seguinte correcao de energia:

e’ g

AFE = —eng(47r)4n3 (C+1)(t+1/2)0

(3.9)

onde n=1,234...el=0,1,2,34...(n — 1). Observa-se que os estados com valores baixos de n
e ¢ recebem corregoes mais significativas advindas da violagao de Lorentz. Consequentemente,

o estado 2P ¢ o mais afetado, pois o estado 1S5 nao recebe correcao da LV.

2S m— ) P QED
QED+LV

QED

1
5 QED+QCD

Figura 3.1: diagrama representando a LV com estados [ > 0 afetados e estados 2p separados
em 2. A correcao da forca forte para o estado fundamental é de, aproximadamente, 7eV para
7mH e ~ 283 eV para KH.

No estudo do hidrogénio pionico, as transicoes dos estados excitados 4P, 3P e 2P para
o estado fundamental 15, sao usadas para medir os efeitos das correcoes fortes. A diferenca

entre as predicoes da QED e os dados experimentais sao usados para calcular o shift de energia
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do estado 1S contendo efeitos de QCD, como mostrado na Fig. (3.1). Na Ref. [71] O valor

experimental da energia de transicao do estado 1S é

e15 =~ (7.086 £ 0.007(stat) + 0.006(sys)) eV. (3.10)

3.2.1.1 Calculo dos bounds para as constantes de acoplamento LV CPT-impar

a) Pion

Nosso objetivo é considerar essa mudanca de energia supondo que as corregoes de LV sejam
menores que o erro de corregoes advindo da interacao nuclear forte. Assim, obtemos o seguinte
limite superior muito restritivo para a constante de acoplamento.

O erro experimental é dado pela soma dos erros estatistico e sistemdtico: (Aa = 0.007 +
0.006 = 0.013 = 1.3 x 1072eV)e fazendo n = 2, temos

2,7

e’ 1
— egw (Zir)élﬁ < Aagep = 1.3 x 1072 (3.11)
A 1.3 x 1072
legaw.| < 24. (47) 5% = 24 x (47)"* 5 10 _
p2e’ (1.21 x 108)” (0.303)
legrw,| < 2.3 x107%eV !, (3.12)

em que usamos a massa reduzida do sistema pion-préton (1.21 x 108eV)! [72].
Alternativamente, podemos considerar a transicao 4P — 3P para o hidrogénio pionico, que

corresponde a contribuigdo da QED pura. A partir da tabela 5 da referéncia [71] é possivel

estimar a diferenca entre a predicao da QED para transicao 4P — 3P e a medida experimental.

Essa diferenca é
EEXP _ E9ED 1~ 0.226V. (3.13)

4p—>3p = Hap—>3p

Substituindo (3.13) em Eq. (3.9), para n = 4 e n = 3 (subnivel P), obtemos a contribuigao da

QED e chegamos ao seguinte limite superior para a constante de acoplamento LV:
legrw,| < 1x 10 eV, (3.14)

que estd proximo dos resultados anteriores obtidos quando consideramos as mudancas de
corregoes provenientes da interacao nuclear forte.
b) Kéon

IEnfatizamos, novamente, que estamos trabalhando no sistema natural de unidades em que ¢ = h =1, a

carga elétrica é adimensional e possui valor 0,303 e a constante de estrutura fina « = 1/137.
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Um procedimento similar pode ser usado com o hidrogénio kaonico, cuja energia do estado

1S advindo da forga nuclear forte [73] é
£15 ~ 283 £ 36(stat) £+ 6(sys) eV, (3.15)

fazendo n = 2 e Aa = 36 + 6 = 42eV, obtemos para a constante de acoplamento o seguinte

valor restritivo

A 42
legicw.| < 24 (47)" = = 24 x (47)’" . -
pee (323, 49 x 106)%(0.303)
legrw,| < 1.02 x 107%eV ™ (3.16)

a massa reduzida do sistema préton+kdon usada foi de 323.49MeV [73].

3.2.2 Contribuigcao do setor CPT-par

Consideramos somente as contribuigoes advindas de K,,,3. O termo relevante para nossa
andlise estd contido na parte da derivada covariante nao-minima (3.3), no qual o termo LV e
CPT-par ¢

— (kD s F ((D*0)'6 — 6 D) (3.17)

O limite nao relativistico (vide Apéndice D) contribui com a seguinte corre¢ao a hamiltoni-

ana do a&tomo mesonico,

eg i €9 i

AH = —? (/-@DE)ijan —?(KDB)ijaBl. (318)
O segundo termo de (3.18) nao contribui em primeira ordem devido suas propriedades de
simetria com respeito a simetria de paridade (P): P~' (kpp);; 0'B'P = —(rpp);0'B'. Por
outro lado, (HDE)ijaiEj contribui para os estados 2p, 3p e 4p, porém nao contribui para o

estado 1s. A contribuicao nao nula relevante é*:

B ega’/? 8 (KU(DE))

AE, = 3.19
60/Tn3 (3.19)

onde introduzimos a quantidade LV x(P¥)
KPP = (kpp) e + (kDE),, — 2(kDE)..- (3.20)

2Vide apéndice E.
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3.2.2.1 Calculo dos bounds para as constantes de acoplamento LV CPT-par

Diferentemente do caso CPT-impar, este nao separa os niveis de energia em duas partes,
mas ¢ também possivel estimar um limite superior restritivo para o acoplamento ka3
a) Pion
Da mesma forma, a Eqgs. (3.10) pode ser usada para fornecer os limites superiores, assim
temos
|egar PP < 1.9 x 1070V 2, (3.21)

Considerando a transi¢gdo 4P — 3P no hidrogénio pionico e o dado na Eq. (3.13), é
possivel estimar um limite superior para o caso CPT-par através de interacoes puramente

eletromagnéticas, cuja expressao ¢ a seguinte:
egok PP < 1.8 x 107 eV 72, (3.22)

isto é maior duas ordens de grandeza que o resultado obtido anteriormente, quando considera-
mos apenas interacao nuclear forte.
b) Kéon
Para o kdon, usamos o dado expresso na equagao (3.15), assim temos o seguinte limite
superior
legrrPP)| < 3.3 x 107 eV 2, (3.23)

3.2.3 A contribuicao do préton

No caso do atomo de hidrogénio usual, devido a massa do préton ser muito maior que a
massa do elétron, é razoavel usar a abordagem padrao que considera a dinamica da particula
de menor massa em presenca de um campo externo produzido pela particula de maior massa.
Nao obstante, no hidrogénio mesonico, tal diferenca de massa nao é tao grande, mas é possivel
implementar a mesma técnica considerando os efeitos de recuo de forma perturbativa. Os efeitos
mistos de LV e qualquer outra contribuicao perturbativa serao tratados como de segunda ordem
ou superior ou mesmo serao negligenciados. Nesse interim, o proton pode ser considerado uma
fonte pontual.

Para nossa analise, consideramos a contribuicao do préton representada pela densidade de
lagrangiana

_ 1
L= (DP — M)y — ZF“”FW, (3.24)

em que M é a massa do préoton e D,(f )1/1 é a derivada covariante nao minima, incluindo os termos
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de campos de fundo CPT-impar e CPT-par dada por

g(p)

~(p)
1% (03 /Leg 12 (07
L ap (RS P FoBy 4 7 (kég)uyaﬁ(ﬁ FPYy.  (3.25)

DYy = 0,0 +ieA, ) + 5

. ~ . ~ . 5
Da mesma forma que fizemos na secao anterior, usaremos uma notacao mais compacta (kfés F))(p)” —

y 6
W e (kD) has = (k) as:
Obtendo a equagao de movimento do campo eletromagnético produzido pelo férmion via

Euler-Lagrange, temos a parcela em relagao a A,

oc
OA,

enquanto a parcela do termo CPT-impar é dada por

= _equ)/'“n)\‘u@b’ (326)

OLePr_impar - Meg(p) ww__ 9L
[ — S, = — vo Ve aaAﬁ_ﬁﬁAa
2 (9pA,) ¥y g Cuwaptl 8(89147)( v
B (p)
I s (353 - )
= Dy eg® (euupr ™) 9, (3:27)

e a parcela do termo CPT-par é dada por

aLC’PT,pa'r - zeg(p) (p) vas 0
_— — I ro F _ F
9 (0A,) "y R g gy O (Fast) = (Fasdht)
Y #_ieg(p) (p) vaB ((50 §7 0 ¢y
= Yy (k)P 77 (0505 — 0302) )

= 0yieg® ()2, 0) (3.28)
Somando as Egs. (3.27), (3.28) e o termo de Maxwell, temos

aEodd,even—i-Maamuell o

0 (80147)

~07eg® (euuar ™) ¥ + Fp + 97ieg® (1)1, 0°6)  (3.20)

e substituindo (3.26) e (3.29) na equagao de Euler-Lagrange, ficamos com

8“Fuﬂ = 6\7/5, (330)

onde
Ts = ("uﬁ — 9P euasw” 0" + 5P (k >uuaﬁayaa> " (3.31)

com j* = 1)y*1) sendo a corrente eletromagnética padrao. Sem perda de generalidade, descon-

sideramos a translacao do préton e supomos que sua densidade de carga seja uma distribuicao
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localizada. Sob tais circunstancias e considerando o préton como uma fonte pontual,podemos
fazer a densidade de carga j° = 1)7%) = § (r) e a densidade de corrente j' = ¥y = 0, tal que

a equagao do campo de calibre (3.30) fornecem
V24, = (1 - Olojazaﬂ) 5(r), (3.32)
V24, = e (g< oI + gl kzﬁ)08]81> 5(r), (3.33)

As solugoes para Ay e A; serao obtidas usando o método de Green. Escrevendo o campo de

gauge A, e 6% (7) como transformadas de Fourier, temos

A, (r) = / A B)e (b ), (3.34)

d*pexp (—ip - 1). (3.35)

que nos fornece as seguintes solucoes para os campos:

e e iaif 1
Ay = pr 47Tg(p)k(()§())ja o <;> 7 (3.36)
N~ ket € 3P (1)®) 59 ok 1 (3.37)
- 47Tg e 73 47Tg ijko r)’ .

Assim, para a Eq.(3.24) vamos obter o hamiltoniano nao relativistico da contribuigao LV de-
corrente do hidrogénio pionico fazendo a substituigdo dos campos (3.36), (3.37) na Eq. (2.55),

temos

1 o
AH = —eA'p'—eAy
o
1 g ko , 1 .
= e < _ig(p)wkw(p)yx_pz - ig(p)%)l(?])wajak (_pz>)
o r T

€ .0 gigi (1
Ha o (). (3.3%)

Somando os termos, ficamos com a contribuicao ao hidrogénio pionico com a seguinte forma

=

e? WP L 2 Al e? : 1.
AH = ———g® —gPED Y (=) + —gP k)P doF (Zpi). (3.39
477'//49 703 + 47Tg 0i0j r + 47_‘_“9 ( )Okm Tp ( )

Estes coeficientes tém a mesma estrutura que os considerados anteriormente em (3.2.1) e (3.2.2),
consequentemente, eles podem ser tratados de maneira similar. Para calcular os limites supe-

riores dos coeficientes de LV em (3.39), podemos usar os dados da espectroscopia pionica e/ou
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kaonica, mas eles nao fornecem os melhores limites superiores restritivos. Os melhores para
gP®) e §®) k((f;())j sao obtidos quando usamos o resultados da espectroscopia de hidrogenio. Os

limites superiores sao
legPwP| < 5.1 x107eV, (3.40)

eGP R | < 5.1 x 1078 eV 2,

respectivamente.

3.3 Contribuicoes a 1-loop para a acao efetiva do féton

Ao longo desta segao, calcularemos as corregoes a 1-loop do modelo (3.1) produzidas em
primeira ordem pelos vetores campos de fundo introduzido na derivada covariante nao-minima
(3.2). Tais corregbes modificam a interacdo de Coulomb. Na sequéncia, estudaremos suas
contribuigoes para o espectro de energia dos atomos de hidrogénio padrao e hidrogénio mesonico.

As regras de Feynman para os célculos a 1-loop, no gauge de Feynman, que usaremos, sao

descritas abaixo:

e Propagador do campo escalar dado por

iN(p) = ——— (3.41)

e Propagador do féton

Z.AMV (Q) _ _Zn;w . ? (5 - 1) QMQV;

p q4 (3.42)

e A funcao de vértice a nivel de arvore para a funcao de trés pontos para o campo escalar
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que corresponde ao resultado
Ty (P p) = icoua (P —p) (0 +1')"; (3.43)

e A funcao de vértice a nivel de arvore da funcao de quatro pontos para o campo escalar é

dada por

Isto pode ser escrito como
il (0,0, q) = i€%0a, (¢) 0% (p— P — q). (3.44)

Nas Eqgs. (3.43) e (3.44) introduzimos o tensor o,3(q), o qual é dado por:

. 5)\r ~ 6 vV«
0u6(0) = s — 19€mas(kSR) 0™ — GRS ) wasd”a, (3.45)

onde 0,3(q) carrega a informagao dos setores CPT par e impar.

3.3.1 Polarizacao do vacuo a 1-loop

As correcoes radiativas a 1- loop de interesse sao aquelas que contém apenas contribuicoes
em primeira ordem no background da violacao de Lorentz g(ké{?)“ e §(k256})um/3. Os graficos
relevantes de Feynman que contribuem no calculo das correcoes radiativas para o tensor de

polarizacao do vécuo sao mostrados na figura a seguir:

Figura 3.2: correcoes a 1-loop do propagador.
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De onde escrevemos a amplitude associada como

—im(q) = / (547];42'1“#1, (p,p, —q) iA (p)
* / (547’;4% (p+a.p) iy (0,0 + @) il (p+ q)iA (p), (3.46)

que pode ser expressa na seguinte forma:

—imu(a) = 0,°(a) | =S8 ()] 0. (a). (3.47)

onde Wi?ED(q) é o tensor de polarizagdo da SQFED usual, cuja parte divergente (calculada a

partir da técnica de regularizacado dimensional D — 4 — 2¢) é dada pela equagao
- 2

. —ue .
—migED(q) = M(QQUW — quqy) + termos finitos UV. (3.48)

Ao considerar apenas contribuigdes LV em primeira ordem na Eq. (3.47), obtemos

2 2 2~

e e“g wa €

=——(¢°n,, — — A _ 9 e 3.49

(@) = o5 (M = @) = 5ot 0° 0 = 5 kg’ 4", (3.49)

Este resultado nos da a contribuicao proveniente da funcao de Green do féton usual, além da
contribui¢ao advinda do termo LV. O surgimento do tltimo termo (3.49) requer um termo

adicional no setor de gauge. Para fins de renormalizagao, concluimos que este termo deve ser

AL = %%a,,ufw)AﬂDFW + %lé‘lga”FwDFw. (3.50)

Ambos os termos estao contidos no setor dos fétons do MPE nao-minimo: o caso CPT-impar
produz um operador de dimensao-5, o qual é similar com a versao do termo de Carroll-Field-
Jackiw de ordem superior [74], enquanto que o caso CPT- par produz um operador de dimensao
6, parecendo com a versao dos termos de fétons LV e CPT minimo de ordem superior. Obvia-
mente, essas contribuigoes produzirao mudancgas na estrutura original do propagador do féton
e, consequentemente, no comportamento da interagao coulombiana. Vale a pena mencionar que

o termo CPT-impar também foi gerado radiativamente como uma corregdo UV-finita em [75].

3.3.2 Limite superior para o acoplamento (gﬁ(w))

Primeiramente, analisamos as modificacoes da interacao coulombiana advinda do termo

CPT-impar da Eq.(3.50), considerando a seguinte densidade de lagrangiana

5 1 v g av
‘Céd)d - _ZLF# Bl + Zeuﬂauufw)A#DF — Ju A" (3.51)
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A equagao de movimento no calibre de Lorenz (0 - A = 0) é dada por
DAL + geusaatiyy DO AY = J,. (3.52)

Para nossos propositos, no regime estacionario e em primeira ordem de LV, podemos fazer

Jo =qd0(T) e J; = 0. A equagao do campo de gauge (3.52) fornece as componentes

VA, = gi(7), (3.53)
—V2A = —qgiiw) x V(7), (3.54)
cujas solugoes sao
q
Ay = — )
o = 2 (3.55)
ff = gﬁ(w)xif (3.56)
43’

respectivamente.

Observamos que o termo CPT-impar nao modifica o potencial escalar, mas introduz um
potencial vetor nao nulo que esta ausente na situacao invariante de Lorentz. Assim, a respectiva
contribuicao LV para o hamiltoniano do hidrogénio mesonico é

ge* . =

AH = v L, 3.57
T ) (3.57)

cujo termo é similar ao obtido na Eq. (3.6). Portanto, os limites superiores esperados para a
constante de acoplamento nao-minimo g, sdo os mesmos dados nas equagoes Eqs. (3.12),
(3.16) e (3.40) para hidrogénio pidnico, hidrogénio kadnico e dtomos de hidrogénio ordinério,

respectivamente.

3.3.3 Limite superior para o acoplamento (gz@gw)

Examinamos, aqui, as contribui¢oes induzidas na interacao de Coulomb pelo termo CPT-par

apresentado na Eq. (3.50), considerando a densidade lagrangiana

e

Usando o calibre de Lorenz ( - A = 0), a equagdo de movimento para o campo A pode ser

escrita como
DAY — Gl 0uOF 5 = J”. (3.59)
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E importante destacar que a solu¢ao da equacao do campo (3.59) segue a mesma abordagem
usada no caso anterior em que consideramos novamente a fonte eletromagnética como uma

particula pontual carregada. Assim, obtemos os seguintes potenciais escalares e vetoriais:

A7y

. 1

4 1
Al = Q—ngQk’aka ( ) (3.61)

e também contribuicao correspondente para o hamiltoniano do hidrogénio mesonico como sendo

24 24 1 .,
AH = — ge 10,0, ( ) g ) ( p’). (3.62)
47m r

Essa contribui¢do tem a mesma estrutura LV como as obtidas anteriormente nas Eqgs. (3.18) e
(3.39). E importante notar que, da mesma forma, o segundo termo em (3.62) nao ¢ invariante
sob paridade e, portanto, nao contribui em primeira ordem.

Ao contrario do acoplamento nao-minimo (3.2), os termos em (3.50) pertencem ao setor
do MPE fotonico nao-minimo. Por esta razao, eles contribuirao nao apenas para o hidrogénio
usual, mas também para um nimero muito grande de outros fenomenos ou processos. Con-
sequentemente, existem muitas maneiras diferentes de impor limites, como é mostrado nas
Tabelas D15 e D16 da referéncia [12].
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Capitulo 4
Eletrodinamica de Podolsky

Neste capitulo, ilustramos, no contexto da TQC, a existéncia de uma eletrodinamica alter-
nativa a teoria do eletromagnetismo de Maxwell, que levanta outras possibilidades de fenomenos
e foi proposta por Boris Podolsky, na década de 40 [40-43]. Essa eletrodinamica se destaca por
ser de derivada superior, manter a invariancia de calibre (gauge) e de Lorentz, e também apre-
sentar dois modos: um sem massa e outro massivo. A referéncia [45] estudou a estabilidade,
causalidade e o propagador deste modelo com a quebra da invariancia de Lorentz.

A densidade de lagrangiana que representa a eletrodinamica de Podolsky é dada por

1 1
L=—7Ful"+ Q—mQauF“”aCFC,,, (4.1)

o parametro m possui dimensao de massa 1.

A equacao de Euler-Lagrange para o campo de calibre é calculada via a formula

oL oL oL

. —= . ed—— 4.2
oA, "4, T g a0,4,) =" (4.2)
Calculando as derivadas, obtemos
oL 1 oL oL
0nOp = = — 003 F* | e =—F* =0, 4.3
P0(0,004,)  m2 007 T9(0.4,) 94, (4:3)

onde usamos o D’alembertiano definido por [0 = 9,0%. Substituindo (4.3) em (4.2) obtemos

1 4
(1 + WD) 0, F" = 0. (4.4)
A identidade de Bianchi para o campo de calibre é
8#F“” =0, (4.5)
a mesma da eletrodinamica de Maxwell.
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A equagao (4.4), proporciona relagoes de dispersao representando uma particula massiva
(campo de Proca) e uma sem massa (campo de Maxwell) [52].
Agora, escrevemos explicitamente as quatro equagoes que descrevem os aspectos cldssicos

da eletrodinamica de Podolsky. Da Eq. (4.4) obtemos a lei de Gauss do modelo

—

(1+m™20)V-E =0, (4.6)
e a respectiva lei de Ampere-Maxwell
(1+m™20) (6 x B — %—f) =0. (4.7)
Outras duas equacoes sao obtidas a partir da identidade de Bianchi. A primeira é dada por
V-B=0, (4.8)

que estabelece a auséncia de monopolos magnéticos e a segunda resulta na lei de Faraday

. . 0B
E+—=0. 4.
V x E+ o 0 (4.9)

No caso da presenca de uma fonte j* acoplada linearmente ao campo de calibre (A,j"), a

equacgao de movimento resulta ser
1 ny 2

E f4cil verificar que a densidade de corrente J" satisfaz a condicao 0,j" = 0, assim, ela ¢é

conservada.
Por outro lado, substituindo F* = 9" A” — 9" A" na Eq. (4.10), ficamos com

1 12 124 -V
(1 + ﬁlj) (O —0"0") A, = j". (4.11)

O operador (m? + ) ([0 — 9”90") nao possui inversa, consequentemente, nao podemos obter
uma funcao de Green [52]. Esse problema é contornado utilizando uma condigao de Lorenz
generalizada [49]

(m*+0)0,A* =0, (4.12)

a qual permite escrever a Eq. (4.11) na forma
(m? +0) OA* = m?j", (4.13)

que ¢ a equacao do campo eletromagnético de Podolsky na presenca de uma fonte com calibre

de Lorenz generalizado.
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4.1 Estrutura canonica da eletrodinamica de Podolsky

Estudamos a estrutura canonica da eletrodinamica de Podolsky seguindo o procedimento
proposto por Dirac [55], que permite definir corretamente a hamiltoniana que governa a dinamica
do sistema. A partir desta analise, calculamos a amplitude vdcuo-vacuo no formalismo da in-
tegracao funcional que proporciona as relacoes de dispersao e os graus de liberdade fisicos do
modelo.

Definimos as varidveis independentes A, e flu = 0pA,, cujos momentos canonicos conjuga-

dos 7 e T sao expressos por

oL oL 0 oL

= — 0 -0 + , 4.14
00vA,, °0 (O000A,) "o (000kA,) 0 (0k00AL) ( )

) oL
T = ———, 4.15
0 (0000 A,) ( )

respectivamente.
Assim, o momento canonico T escrito explicitamente é

= % (1"°ONF™ — O\ F*) (4.16)

De imediato, observamos que a componente 7° = 0, gera um vinculo primério definido como
J— 70 ~
o, =7 ~0. (4.17)

Na terminologia de Dirac, o simbolo (&) representa uma igualdade fraca no espago de fase
reduzido.

Por outro lado, a componente 7% dada por
1 1 1 -
_k ) k k
T = —m2a/\F = m280F0 — mQajF J, (418)

representa uma variavel dinamica, pois permite expressar a variavel dyAy = Aj em termos das

varidveis canonicas

O momento canodnico 7 é expresso como
1 .
= F,uO — ﬁ (n“Jaja)\FOA — 808AF“A) s (420)
cujas componentes temporal 7° e espacial 7! sdo
1
= ﬁaoakFo’“, (4.21)
1
L — (FONF™ — 00\ F™) (4.22)
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respectivamente, nao acarretando vinculos priméarios.

Os parénteses de Poisson (PB) fundamentais para os pares de varidveis canonicas sao
{Au (), 7" (y)} = 670 (& — 7, (4.23)

{Au (@), 7" ()} = 0,89 (T -7, (4.24)
com as outras combinagoes nulas.

A densidade hamiltoniana canonica definida via a transformacao de Legendre
H=nAy+7%Ag — L (4.25)
é escrita a seguir:
H = (e + 1A, + s+ 7 (B — i)

1 T 2 1, o 1
= 5 (OxAk = 00 Ao)” + 5 (Ak = Odo)” + 4 FinF, (4.26)
em fungdo dos momentos 7, 7, e das varidveis dindmicas A* e A*. A hamiltoniana canénica

do modelo é

Heo = /dgf’l—[,

_ A 1 _
= /d3f |:(7T0A0 + WjAj + §m27_rk7rk + ﬁk (akAO - alel)

1 . 1,-
_2_7712 (akAk - 8k8k140)2 + 5 (Ak - 6kA0)2 + Zijij . (4,27)

A seguir, estudaremos a estrutura canonica da eletrodinamica de Podolsky utilizando o

1

algoritmo construido por Dirac para sistemas vinculados.
O primeiro passo é definir a hamiltoniana primaria dada pela soma da hamiltoniana canénica

com todos os vinculos priméarios da teoria, ou seja, escrevemos

Hp=Hq + / &7 ¢ 04, (4.28)

onde (; é um multiplicador de Lagrange.
Com a hamiltoniana primaria calculamos a evolucao temporal do vinculo primaério ou relagao

de consisténcia do vinculo ¢,. Assim, temos
¢1 () = {1 (x), Hp} = 0 (4.29)
= {¢ (x),Ho} = {7° (x), He }

¢, (1) = —7° + 7" = 0. (4.30)
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Portanto, a evolug¢ao temporal de ¢; gera um vinculo secundério que é definido como
0y = 0 — 7" = 0. (4.31)

Este vinculo ja poderia ter sido identificado como um vinculo primério combinando as equagoes
(4.18) e (4.21). Segundo alguns autores, a diferenciacao entre vinculos primérios e secundarios
é irrelevante, sendo relevante apenas a classificagao em vinculos de primeira e de segunda classe.

Continuamos o nosso estudo reescrevendo a hamiltoniana primaéria incluindo o vinculo se-

cundario

HY = Ho+ [ @300+ G (1.32)
e a relagdo de consisténcia para ¢, (z) = {902 (x), HI(DQ)} ~0¢é

9.02 (3:‘) = {902 (:L‘) >HC} = {7_(_0 (37) >HC} - {akﬁ'k (‘T) 7HC} : (4'33)

Calculando separadamente cada paréntese de Poisson, temos para o primeiro termo do lado
direito da Eq. (4.33)

{7 (2) e} = —— 500040k (A — 0°Ao) — 0 (A — iAy) (4.34)
e para o segundo termo, segue
{0 Hp} = ~0u* — 000" (04— 0,0 Ao) — 0y (A — Do) (4.35)
e substituindo esses parénteses na Eq. (4.33), obtemos
Py = Op* & 0, (4.36)
que serda um novo vinculo, agora denominado de vinculo terciario, definido como
3 = O™ = 0. (4.37)
A anélise continua. Para isso, adicionamos & hamiltoniana primaria (4.32) o vinculo tercidrio

H}?) = Ho + /dsf(Q% + (o9 + (303) (4.38)

~ . 3 . .
e calculamos sua evolugao temporal ¢; = {g03(x),HfD)} = 0, que resulta ser identicamente
nula, portanto, nao existe mais vinculos na teoria.
O préximo passo dentro do algoritmo da quantizacao a la Dirac é a classificacao dos vinculos

do modelo. Esse procedimento consiste em calcular todos os parénteses de Poisson entre os
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vinculos encontrados anteriormente, assim, aqueles que tiverem todos seus PB nulos sao de-
nominados de vinculos de primeira classe e, os outros que nao cumprem essa condi¢ao sao
chamados de vinculos de segunda classe. A presenca dos vinculos de primeira classe é o reflexo
da simetria de calibre local presente no modelo de Podolsky.

Entao, resumindo, a eletrodinamica de Podolsky possui trés vinculos

0, =7 &0, (4.39)
pp =1 — 0" =0, (4.40)
03 = O =0, (4.41)

cujos parénteses de Poisson entre eles sao todos nulos,

{01, 09} =0, {01,903} =0, {@qg, 03} =0, (4.42)

portanto, estes vinculos sao de primeira classe.

4.2 Equacoes de movimento e condicoes de fixacao de
calibre
Agora, para estudar a dinamica (ou evolugao temporal) do sistema no formalismo de Dirac

define-se o hamiltoniano estendido (Hg) adicionando todos os vinculos de primeira classe ao

hamiltoniano canonico, assim,
Hp = He + / A>T N ()0, (), (4.43)

onde A, (a =1,2,3) sdo multiplicadores de Lagrange.

Num modelo com vinculos de primeira classe, essas arbitrariedades sao inconsistentes com
as equacoes de movimento como veremos, a continuac¢ao, ao estudarmos a evolugao temporal
das variaveis canonicas do sistema.

A evolucao temporal do campo A, produz as seguintes equagoes de movimento:
Ao(x) ={Ao(x), Hg} = Ag(x) + \a(2), (4.44)

Estes resultados, (4.44) e (4.45), permitem dizer que a evolugao temporal do campo de calibre

nao sao bem definidas, pois, Ay € A3 nao o sao.

39



Similarmente, a evolucio temporal da varidvel A,

;10(56’) = {A0<x>7HE} = {AO(I)aHC} +/d3?7)\1<y) {Ao(iﬁ)aﬁo(lﬁ} = A1, (4.46)

informa que sua dinamica é arbitraria devido a presenca do multiplicador A;.

Por outro lado, a evolucao temporal para Ay,

Ay(x) = {Ap(2), Hp} = {Ap(x), He} —/d?’@ﬂz(y){Ak(x)ﬂﬁ-’ﬂj(y)},
= mQﬁk + 6kA0 + alel, (447)

¢ bem definida (ou seja, é independente dos multiplicadores de Lagrange) e resulta a mesma
equagao expressa na relacado dinamica (4.19).
De modo similar, a evolucao temporal dos momentos canonicos 7 e 7 é bem definida,

como mostrado a continuacao,
) 1
7_Tk([L‘) = {ﬁk(l’), HE} == {ﬁk(l’), Hc} = — Tk — ﬁakamFom - FOk; (448)
7Tk(ZL‘) = {ﬂ'k(l'), HE} = {ﬂk(x), Hc} = 8k8j7’rj(x) - V2ﬁ'k<l’) + a]F‘]k (449)

O préximo passo na obtengao de uma hamiltoniana bem definida, que descreva corretamente
a evolugao do sistema, é fixar os multiplicadores de Lagrange A, A2 e A3, que aparecem na

evolucao temporal dos campos Ay, Ay e Ay, respectivamente.

4.2.1 Condicoes de calibre

As arbitrariedades geradas pela presenca dos vinculos de primeira classe serao fixadas im-
pondo um nimero igual de vinculos adicionais, chamadas de condigoes de calibre (ou condigoes
de gauge). As condicoes de calibre devem ser escolhidas de tal forma que sejam compativeis com
as equagoes de movimento e que o conjunto total de vinculos (primeira classe mais condigdes
de calibre) seja um sistema de vinculos de segunda classe. Desse modo, na eletrodinamica de
Podolsky serd necessaria a imposicao de trés condicoes de calibre devido a presenca de trés
vinculos de primeira classe.

Um ponto de partida na escolha de condicoes de calibre é a lei de Gauss modificada obtida

a partir da equacado de movimento (4.4),
1 , 1
(1 + ﬁD) ajFJO = (1 + WD) 8j (8014]‘ — ajA()> = O, (450)
ou, em termos das variaveis canonicas
1 1
(1 — —2V2) V2 Ay — o [(1 — —2v2> O, Ai + (91»7?1} =0. (4.51)
m m
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A expressao acima leva naturalmente a escolher o segundo termo como uma condigao de
calibre, assim, impomos

1
(1 - —2v2> 0 A; + Oy = 0, (4.52)
m
que permite a escolha da uma segunda condicao de calibre dada por
Ag =~ 0. (4.53)

Agora analisamos a relagao de consisténcia (ou seja, a evolu¢do temporal deve ser nula,
{+,Hg} =~ 0) das duas condigoes de calibre ja impostas. Assim, a relagdo de consisténcia da

condi¢ao (4.52) proporciona a seguinte equagao,
L o2) o2 i
1——V7 | VA3 + 07" =0, (4.54)
m

cuja solucdo permite expressar A3 em termos do momento candnico 7*.

Logo, a relagao de consisténcia da condic¢ao (4.53) resulta na equagao

que se impormos Ay(z) = 0 gera uma nova condigao de calibre compativel com a definigao da

varidvel Ay = 0yA,. Portanto, a tltima condicao de calibre é escolhida como

cuja relacao de consisténcia é dada por

Ap(x) = {Ag(x), Hg} = M ~ 0, (4.57)

e permite impor A\;(z) = 0.
O conjunto de condigoes de calibre escolhidas acima tem determinado todas as arbitrarieda-

des introduzidas pelos multiplicadores de Lagrange, assim, listamos elas da seguinte maneira,

Yy =Ag =0, (4.58)
Wy = Ag =0, (4.59)
1 o

Para verificar que o conjunto de vinculos formado pelos vinculos de primeira classe e pelas

condigoes de gauge X, = {p, 09, p3, V1, Vs, W3} é de segunda classe, calculamos a matriz
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formada pelos seus parénteses de Poisson e verificamos que seja nao singular. Assim, temos

Mab(xv y) = {Ea<x)7 Eb(y)}

00 0 0 0 -1
00 0 0 -1 0
00 0 1-LVvHvVv: 0 0
= . (1-7V7) d(x—y) (4.61)
00 (1-2L4LVvV)Vv 0 0 0
01 0 0 0 0
10 0 0 0
¢ uma matriz nao-singular, cuja inversa ¢é
0 0 0 0 I(x—y)
0 0 i(x—y) 0
_ 0 0 0 G(x—y) 0 0
Mabl (l’, y) = Y
0 0 -G(x—Yy) 0 0
0 —i(x—y) 0 0 0
—i(x —y) 0 0 0
(4.62)
onde G (Z,¥) é a fungao de Green para a seguinte equagao,
1 — —
<1 - wVQ) V3G (T —9) =d(x—y), (4.63)
cuja solucao é
1 Lo
GZ—17) = —— (1 — e Ml 4.64
F )= g (L) (1.64)
O determinante da matriz de vinculos My, (z,y) é
1 2
det Moy (z,7y) = <1+ —2V2) v (4.65)
m

A funcao delta desaparece devido expressarmos na representacao de fourier e depois voltarmos

o resultado do determinante para o espago de configuragoes.

4.2.2 Parénteses de Dirac
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Uma vez que as arbitrariedades do modelo foram fixadas, os parénteses de Poisson precisam

ser substituidos pelos parénteses de Dirac que sao definidos como

{A(2), By)}p ={A(z), B(y)}

_ / du / dv {A(x), S, ()} [M~ (u,0)],, {54 (), Bw)} (4.66)

onde ¥, = {©1, ©q, 03,101,113} é 0 conjunto de vinculos e M~1(z,y) a matriz inversa da
eletrodinamica de Podolsky definida na equagao (4.62).
Assim, os parénteses de Dirac nao nulos dao a seguinte algebra para os campos da teoria:

{Ai(z), 7 (y)}D = ((5{ + 8%823) i(x —y), (4.67)

—0:0;
1—m=2V?) V°

{Ai(x). 4;(y)} ), = ( o(x—y), (4.68)

{Ai(@), @ (y)},, = 6]0(x — ). (4.69)

Os pareénteses de Dirac via o principio de correspondéncia se transformam nas relacoes de
comutacao que servem de base para a quantizacao canonica do modelo. Por outro lado, dado
que temos toda a estrutura hamiltoniana bem definida, procederemos com a quantizacao da

teoria utilizando o formalismo funcional.

4.3 Amplitude de transicao vacuo-vacuo

A amplitude de transi¢ao vacuo-viacuo (AVV) Z = (0|0) no formalismo da integracao fun-

cional é definida da seguinte forma:

Z = / DA, DDA, D" |det Moy (z,y)[* [ 6 (Za) exp {z / do(r"A, + 7 A, — %c)} :
’ (4.70)

onde H¢ é a hamiltoniana canénico (4.26), X, = {¢1, s, @3, U1, V9, 5} definido anterioremente
é o conjunto formado pelos vinculos de primeira classe e as condi¢oes de calibre. A matriz
Map(z,y) = {Za(x), Xp(y) } é a matriz dos vinculos dada em (4.61), cujo determinante ¢ dado
pela Eq. (4.65).

A seguir reescrevemos a hamiltoniana canonica
_ _ 1 )
0 —k k 2-k- - k
He = (7T — O )A0+7r Ak—|—§m 7T — TR0 Y

1, - 1 _ 1
-5 (A - Ok Ap)” — 5y (O - OOk A)” + FE (4.71)
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e o conjunto de vinculos

21:77'0, Egzﬂo—akﬁk, Egzakﬂ'k,

— 1 . ,
24 = AO 5 25 == AO 5 26 == (1 - wVQ) (91141 + 817_1'2 (472)

Além disso, também reescrevemos a AVV como
V2
(1-5%)
m?

_ / DA, Dr*DA, D" 5 (7°) 8 (n° — 87*) & (")

7 = det AR (4.73)

onde definimos Z®) por

% 8 (A9) 6 (Ay) 5(26)exp( / de £0 ) (4.74)
e introduzimos a quantidade £V, dada explicitamente por

LW =ngtA, +7r“A —He

. . _ = kS — 1 .
=n'Ay + 7* (Ak - Ak) + 704y + 7 A — (7 — 0p7") Ag — §m27_rk7_rk + 70 FI*

1, - 1 - 1
+5 (A - 9 Ao)’ + 5y (O Ok0pAo)” — T FirFin. (4.75)
As integracoes em Ay, Ag e 7° resultam em
= / DADT*DADT" 6 (7° — Op7*) 0 (™) 6§ (Z6) exp <z / dz £<2)) . (4.76)

onde
_ 1 _ .
LP = (9gAr — Ax) — imzﬁkﬁk + 7% (0o Ay — 0;F7F)

1,- .2 1 — 2 1

— (A —— (O AL) — = Fi1.Fjy. 4.77
+2<k)+2m2<kk) 4]k Jk ( )
Para realizar a integracdo no momento ¥, primeiro expressamos d (8k7rk) na representacao de

Fourier. Assim,

§ (Op®) / DA exp< / dz NOym ) / DA exp( / dx (—wkakA)) (4.78)

e com isso, a AVV fica expressa como

D / DA Dr*DADTDA § (7° — 0p7*) 6 (S6) exp < / dx ,c<3>) (4.79)
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com a densidade de lagrangeana
_ 1 _ ,
L0 =7t (0 A = OpA = Ap) — o7 7 + 7 (G Ax — O;F")

1,- 1 — 2 1
+ 5 (Ak)2 + o2 (akAk) - ZFJkFJk (4.80)

A integracao em 7" é facilmente obtida, sendo o resultado
Iﬂ.k = /D’H’k exXp |:'l/dl‘ 7Tk (aoAk - BkA - Ak):| =0 (aoAk - akA - Ak> . (481)
Neste ponto redefinimos A = Ay, de forma que Z() torna-se

ASES / DA, Dr°DAD7" § (7° — 0,7*) 0 (Fou — Ax) 0 (Z6) exp (z / dx £<4>) , (4.82)

onde
(4) Lo g _k 1 gk Loty iy 1
L = —§m T T + T (80Ak — 8jF ) + 5 (Ak) + w (8kAk) — ZijF]k (483)
Continuamos com a integracao do campo A;. Assim, obtemos
zW = / DA, Dr"Dr* § (7° — 9,7%) §(Z6) exp {z / dx ,c<5>}, (4.84)
com £ dado por
(5) L oo 1 " Pl 122 1 up Qv
L = §m T — ﬁﬁ Fuk — Z /WF + Q—mQ@F 0 Fzzp- (485)

Para integrar em 7°, fazemos a seguinte translaciao 7° — 7° + 9,7% , Dr® — Dx°, tal que

/ D76 (7%) =1, (4.86)

e a AVV resulta em

ZW = / DA, D" § [(1 — %W) O A" + aﬂ?i:| exp (z / dx £<5>> : (4.87)
m

Neste ponto, introduzindo o ansatz de Faddeev-Popov [76],

oG (4]
Oow

/ Do 6 (G [A2]) det

: (4.88)

w=0

onde A% = A, + Jw, G[A,] é alguma condigao de calibre (preferentemente covariante) e

oG [

det
¢ Oow

: (4.89)

w=0

45



chamado de determinante de Faddeev-Popov, que é uma quantidade invariante de calibre, ou
seja, independente de w.

Desse modo, a AVV Z() é reescrita da seguinte maneira:

oG [

ZW = / DA,D7" Dw 6 (G [A%]) det 9

w=0

X 0 [(1 — %W) A"+ aﬁi] exp (z / dx £<5>) : (4.90)
m

Prosseguindo o célculo, fazemos a transformacao de calibre A, — A, — d,w e obtemos

oG | 4;]

_ / DA,DT* D 8 (G [4,]) det |~

w=0

X 0 {(1 - %V2) QA" + (1 - LQVZ) Viw + &'7?’} exp (z/dm 5(5)) , (4.91)
m m

onde £ também é invariante de calibre. Agora, podemos calcular a integracio em w

1 . 1 .
I, = /Dw 5 {(1 - —2v2) A" + (1 - —2v2) V2w + aﬂrl}
m m

1 -1
(1- 7] ¥
m

(1 — %v"’) \Y&
m

Com isso, a integracio em 7% ¢ facilmente computada,

1 1 ?
Lx = /D’/T exp{ /da: g™ (’/Tk — ﬁaﬂF#O } = N = cte, (4.94)

e a AVV (4.93) pode ser reescrita como

= det

(4.92)

Assim, temos

oG [A2]

”w

ZW = det
¢ Ow

1 / DA,DR §(G[A,]) det

exp( /da: ,c<5)

(4.93)

w=0

0G | A
ZW = N det (1 ) v? /DA 6 (G[A,]) det 8[ d exp (z/dm £p) ,
w
w=0
(4.95)
onde Lp é a densidade lagrangiana de Podolsky (4.1)

Lp= 1F Fr ! 0,F" 0" F, 4.96

P ==t +ﬁ“ vp- (4.96)
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Desta forma, a amplitude vicuo-vacuo (4.73) se reduz a seguinte expressao:

exp ( / da .cp> (4.97)

O passo final no calculo da AVV ¢ impor uma condicao de calibre G [4,,].

G [A¢]

o

7= N/DAu 5 (G 1A det |

w=0

A amplitude vacuo-vacuo é uma quantidade invariante de calibre, ou seja, é independente da
condigao de calibre escolhida em (4.97). Assim, com o propdsito de ilustrar o cdlculo usaremos

duas condicoes de calibre diferentes.

4.3.1 Calculo da AVYV no calibre de Lorenz generalizado

A primeira condi¢ao que usaremos é o chamado calibre de Lorenz generalizado
_ 1
G[A,]=¢1? (1 + WD) 0, A" — f, (4.98)

onde £ é o pardmetro de calibre e f = f(z) uma fungao arbitraria, porém, bem comportada.
Para calcular o determinante de Faddeev-Popov, fazemos a seguinte transformacao de calibre

A2 = A, + Juw:

w —1/2 1 —1/2 1
GlAas]=¢Y (1+ﬁD O Ar + ¢ 1+ —0) 0w f (4.99)
e obtemos
dG [A¥
det 96 A7) — det [¢71/2 1+ —o)ol. (4.100)
Ow » m2

Inserindo (4.100) na amplitude vacuo-vacuo (4.97), obtemos

(o ) foadfe (e e ] frs)

(4.101)

Como a amplitude de transicao deve ser independente de f integra-se usando o seguinte peso

Z = N det

1
exp (—5 / dx f2>. Assim, expressamos a amplitude de transicao vacuo-vacuo no calibre de

Lorenz generalizado

Z = det

g2 (1 - —D) ‘ / DA, e, (4.102)

1 1 2
Seff = /dZE {_i |:<1 + ﬁD) 8MAM:| —i—ﬁp} 5 (4103)
O 1 0\ 2
+— DTWJrg 1+ﬁ 09,
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onde

ou

Seff = /dx%A“ A", (4.104)




com

_ 0

T =Ny 0 °© Q= i (4.105)
Portanto, a integral em (4.102) produz os seguintes determinantes funcionais:
1 —5/2 1 ~1
iSerp _ 2

E, assim, a amplitude vacuo-vacuo para o modelo de Podolsky toma a seguinte forma:

1
(1 + —QD)
m

O primeiro determinante corresponde a relagao de dispersao de uma particula de massa m

—3/2

Z = det det (O] . (4.107)

contendo trés graus de liberdade e o segundo descreve a relacao de dispersao de uma particula

vetorial sem massa com dois graus de liberdade.

4.3.2 Calculo da AVYV no calibre de Lorenz

Uma observagao a ser feita sobre a técnica de Faddeev- Popov é que, para chegarmos
no resultado da amplitude de transigao vacuo- vacuo (4.107), utilizamos o calibre de Lorenz
generalizado (4.98). Obterfamos o mesmo resultado utilizando simplesmente o calibre de Lorenz

(0,A* = 0). Assim, ilustramos o célculo no chamado calibre de Lorentz,
GIA,) = £0,40 — f, (4.108)

onde £ é o parametro de calibre e f = f(x) é definido da mesma forma que antes. Para calcular

o determinante de Faddeev-Popov, fazemos a seguinte transformagao de calibre Ay = A, +9J,w

G[AY] =& VPo,AM +¢P0w — f (4.109)
que resulta em
0G |AY
aot [2C AT 5—1/25‘ . (4.110)
ow »

Ao inserirmos (4.100) na amplitude vacuo-vacuo (4.97), obtemos
Z = N det ‘5—1/25) /DAM(S(g—l/ZaMA“ — f> exp (z/da: £p> , (4.111)

7
que deve ser independente de f. Integra-se usando o seguinte peso exp (—5 / dx f 2). Assim,

expressamos a amplitude de transicao vacuo-vacuo no calibre de Lorenz generalizado

Z = det ‘5*”5’ / DA, ¢St (4.112)
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onde

Serf = /dfﬁ{—i(auA‘u)Q—i-ﬁp}, (4.113)

2€
ou
Sofp = /dxlAﬂ [(1 + E) ar,, + 100 } A (4.114)
. : 2 ) D+ g0 | A7,
com
T = 11,0, — % e, = a“Da”. (4.115)

Portanto, a integral em (4.102) produz os seguintes determinantes funcionais

—3/2 —1

; 1 1
/DAue Serf = det (1 + wm) det %DQ : (4.116)
e, assim, a amplitude vacuo-vacuo para o modelo de Podolsky é dada por
1 —3/2
Z = det (1 + —QEI) det (O], (4.117)
m

que é exatamente a forma (4.107) calculada no calibre generalizado de Lorenz. Observamos que
no calibre de Lorenz o calculo da amplitude vacuo-vacuo resulta um pouco mais facil. Desse

modo, no capitulo seguinte usaremos este calibre.
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Capitulo 5

A eletrodinamica CPT-par possuindo

termos de derivadas de ordem superior

Neste capitulo estudamos a eletrodinamica de Maxwell complementada com um termo CPT-
par que quebra a simetria de Lorentz e possui derivadas de ordem superior. Primeiramente,
estudamos a estrutura de vinculos do modelo seguindo o procedimento criado por Dirac [55]
com o intuito de obter uma hamiltoniana bem definida e construir a amplitude de transicao
vacuo-vacuo. Esta tltima permite encontrar as relagoes de dispersao e os graus de liberdade
fisicos do modelo.

A eletrodinamica com termos de altas derivadas na presenca da quebra de Lorentz foi
introduzida por Kostelecky e Mewes [5]. Aqui estudaremos o termo de dimensao 6 contido nesse
modelo, assim a densidade lagrangiana da eletrodinamica de Maxwell modificada se expressa

como
1
4

onde o parametro a possui dimensao de massa —1 e o tensor d,s, simétrico e adimensional,

1
L=—"F,F" + §a2da58#F“a8AF)‘B, (5.1)

carrega a informacgao da quebra da simetria de Lorentz. Um modelo similar foi proposto na
Ref. [45]. O foco do estudo foi calcular o propagador e analisar as rela¢oes de dispersao para
algumas configuracoes do tensor d,g. A densidade de Lagrangiana (5.1) contém o termo de
Podolsky no caso que o trago do tensor for diferente de zero, tr(d.g) # 0, enquanto que, se
o trago for nulo, tr (d,g) = 0, a densidade de lagrangiana de ordem superior ndo contempla o
termo de Podolsky.

A equacao de movimento para o campo de calibre é
85FBX + CLQdX6D8>\F)\B — a2d“68,€8X8AF,\5 =0. (52)
Observa-se que se d.3 = gx3 recaimos na equacao de movimento de Podolsky (4.10).
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Os momentos canonicos conjugados aos campos A, e A,, definidos segundo as expressoes
(4.14) e (4.15), sdo

X = —F% — 2d,%0°0, F" + a%d, 000, F" + a2d,’ g¥°8;0, F", (5.3)

X = a? (dozxgo0 — daogox) 0, FH, (5.4)

respectivamente. Vé-se claramente que a estrutura do tensor d,, definird a presenca ou nao
de vinculos primérios no modelo. Para nossa andlise, escolheremos algumas configuracoes
particulares de d,, com o intuito de entender como o campo de fundo modifica os graus de
liberdade e as relagoes de dispersao.

Com o intuito de estudar as contribuicoes do tensor d,, na eletrodindamica de Maxwell,

primeiramente, escolhemos a forma mais simples para o tensor de fundo, a forma diagonal,
d“l, = dlag (d()(], dn, d22, d33) . (55)
Em particular, vamos estudar dois casos relevantes nesta parametrizacao:

(i) A primeira dada por
dtr dtr dtr

d;u/ = dlag (d007 _?a _?7 _?) ’ (56)

com dgy # 0 e dy, # 0. O caso invariante de Lorentz é recuperado se dyy = d,—ér, ou seja, o

nsor d,, X ¢,,. recuperam rodinami :
tensor d,, w- Nesse caso recuperamos a eletrodinamica de Podolsk
(ii) O segundo caso consiste em escolher dyy # 0 e di = 0 na parametrizagao acima,

d,,, = diag (dgo, 0,0,0). (5.7)

Em ambos os casos podemos comparar os resultados com os obtidos no trabalho da Ref.
[45].

5.1 O caso dy #0 e dy #0

Seguindo com o formalismo de Dirac para sistemas vinculados, primeiro encontramos os

momentos canonicos do campos A, e /_1“. A partir da expressao (5.3) obtemos

dyy :
71'0 = %aQ@ﬁOFOZ, (58)

. . dyy . .
r= —F% _ aQ?t@O@MF’” + a2dy,0'0, F*, (5.9)
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as componentes do momento canonico 7 que expressam relacoes dinamicas.

A equagao (5.4) prové as componentes do momento canénico 7. A componente temporal,
-0
T~ 0, (5.10)
constitui um vinculo primario, enquanto que a componente espacial

d,, .
7= ?tcﬂauF‘”, (5.11)

é uma relagao dinamica.

Um segundo vinculo é obtido combinando as expressoes (5.8) e (5.11) da seguinte maneira:
7o — Ot = 0. (5.12)
Assim, temos dois vinculos que consideramos primarios, e denotamos por

(bl =Ty — (917_?2 ~ O, (513)

Py =7 ~ 0. (5.14)

A densidade hamiltoniana canonica é obtida através da transformacao de Legendre (4.25).

Assim, para o caso em estudo, ela resulta ser

3w
2adtr

o . 1 1 ) .
HC = 7TZA1' - ﬁi(?jFﬂ + —FW,F’LW - §a2d0081»F018jF0]

; (5.15)

Os parénteses fundamentais de Poisson entre as varidveis canonicas sao os mesmos definidos
nas equagoes (4.23) e (4.24).
Seguindo o algoritmo de Dirac-Bergmann precisamos introduzir a hamiltoniana primaria,

no qual consiste na adicao de todos os vinculos priméarios a hamiltoniana canonica

2
Hp = Ho + Z/d?’x Cro;, (516)
I=1

onde C sao multiplicadores de Lagrange.
A condicao de consisténcia (evolugdo temporal nula) de todos os vinculos primérios pode
gerar novos vinculos ou fixar algum multiplicador de Lagrange.

Assim, a relacao de consisténcia do vinculo ¢y,

¢1 = {6, Hp} = 0", (5.17)
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gera um novo vinculo secundario, que nomeamos como
¢y =0 = 0. (5.18)

A evolugao temporal desse novo vinculo dd um resultado exatamente nulo.
A relagao de consisténcia do vinculo ¢, também d& um resultado identicamente nulo.
Desse modo, o modelo possui somente 3 vinculos e facilmente podemos ver que os parénteses

de Poisson desses 3 vinculos sao nulos,

{01(x),¢,(y)} = 0. (5.19)

Isso, diz que o conjunto de vinculos é de primeira classe.

Continuando com o método de Dirac, a existéncia de 3 vinculos de primeira classe exige
a escolha de trés condicoes de calibre, as quais devem ser compativeis com as equacoes de
Euler-Lagrange.

A lei de Gauss obtida a partir da Eq. (5.2) possibilita a seguinte escolha para as condigoes

de calibre:
Uy = (1= a?deV?) 9A" + 07 ~ 0, (5.20)
hy = A%~ 0, (5.21)
hy = A" = 0. (5.22)

O conjunto dos vinculos, juntamente com as condi¢oes de calibre Y -, = {¢y, ¢y, @3, 11, V9, Vs },
formam um conjunto de segunda classe. Isto é verificado quando a matriz de vinculos, M;; (z,y) =

{>°,(x),>>,(y)}, é nao singular. Escrevendo explicitamente, temos

00 0 0 0 -1
00 0 0 -1 0
0 0 0 — (1= a%dpV?*)V? 0 0
My (z,y) = o(x—vy), 5.23
(9] 0 0 (1—a2dgV?) V? 0 o o Ty B
01 0 0 0 0
10 0 0 0 0
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cuja inversa ¢ dada por

0 0 1
0 0
0 0 0 ! 00

B 1 — a2dyyV?) V?
My (2y) = 1 ( V) §(z—y), (5.24)
0 0 - s 0 00
(1 — azdoov ) \Y

0 -1 0 0 0
-1 0 0 0 00

de onde temos que G (%, %) é a funcao de Green para a seguinte equagao:
(1 —a’dywV?) VG (Z,§) =6 (T— 7). (5.25)

Aqui requeremos dyy > 0 para o operador ser positivo definido.

Para garantir que os vinculos e as condicoes de fixacao de calibre sejam satisfeitas ao longo
do tempo, temos que os parénteses de Poisson sao substituidos pelos parénteses de Dirac,
definidos como em (4.66). Dessa forma, para o caso isotrépico representado na matriz (5.6), os

parénteses de Dirac dao a seguinte algebra para as variaveis canonicas:

(60 0}, = (814 %

—0,0;
1 — a?dyV?) V?

) 6(x—y), (5.26)

{Ai(x)v Aj(Y)}D = ( 5(X - Y)7 (527)

{4, 7 ()}, = Fo(x—y). (5.28)

Os outros parénteses de Dirac sao nulos. Observa-se que o primeiro (5.26) e terceiro (5.27)
parénteses de Dirac sao exatamente iguais ao caso da eletrodinamica de Podolsky apresentados
nas equagoes (4.67) e (4.69). Assim, a diferenga na estrutura canonica, ou seja, o efeito da
quebra de Lorentz estd no segundo paréntese de Dirac (5.27).

O caso de dygg # 0 e dy, = 0, serd analisado separadamente por apresentar uma estrutura

Hamiltoniana muito diferente.

5.1.1 Amplitude de transicao vacuo-vacuo

Definimos a amplitude de transicao vacuo-vacuo da seguinte forma:
6
7 = / DA, DDA, D7 |det M| [[ 6 (2r) exp [z / d*z (W#A# +atA, — ’Hc)] . (5.29)
I=1
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onde det M é o determinante funcional da matriz de vinculos
det M = det {; (z), s ()} = (1 — a®deoV?)* V*, (5.30)

onde o simbolo ¥; representa o conjunto de vinculos ¢, () e as condigdes de calibre v, (y)

dados em (5.13) e (5.14), respectivamente,
El = Ty — 8Z'7—Ti7 22 = 7_1'0, 23 = 82-7Ti, (531)
Y= (1—a’dooV?) QA" + 07, Ty =A°, 86 = A" (5.32)

A densidade hamiltoniana H¢ é expressa pela equacao (5.15)

P _ i 1, - 2 1 - 2 37_Ti7_1'i 1 ii
HC =T Al — WiajF] — 5 (Al — aLAo) — §a2d00 (&AZ — 81(91140) + m + ZEJF] (533)
Por conveniéncia definimos
LO = 7rA, + 7 A, — He
— 7TOA0 + 7Ti <A,L — Az> + 77'01210 + 7_Ti (Az - @Fﬂ)
. (A — 0:40)° + Lea (0,4 — 0,9 A0)° — LRSI O (5.34)
9 7 1410 92 00 1417 1 U410 2a2dtrz 413 . .

Apés integrar nas varidveis 7°, Ay e Ay, a amplitude de transicao torna-se
Z = det | (1 — dooa®V?) V2| 2, (5.35)
onde definimos
ASES / DA DDA D7* 6 (mo — 0i7') 6 (9;7") 6 (S4) exp (1 / dx L@)) (5.36)
e também a quantidade
L =7 (0 A; — A;) + 7 (g A; — 0;F7)

1

(A" + yodo (4’ !

3 ) -
7 — ZFFY, (5.37)

* B 2a2dtr i 4

N | =

0

Neste ponto, a integral em 7 é similar a calculada em (4.86) e é igual a 1. Logo, para calcular

a integral em 7*, primeiro usamos a representacao de Fourier (4.78) para d (9'r;), de tal modo

que a AVV (5.36) fica expressa como
A / DADADT*DA D7 § (X4) exp (@ / dx £<3>> : (5.38)
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com
LE) = 7" (3gA; — O,A — A;) + 7 (0o A; — 0, F7)

1 3 1

_ 1 o , 3
S (A + Zatdeo (0,4,)° — A o .
+ 2 ( 1) + 2a dOO ((91 ’) 2a2dtr7rl7r 4 7] (5 39)
A integragao em 7' é similar a realizada em (4.81), assim, temos
Z0 = / DADADADT § (54) 6 (00 Ai — ;A — A;) exp (z / dx £<4>) : (5.40)
com
L0 = 7 (9, — 0,F) + 1 (4) 4 LPdoo (0,4) — —2mwt — LB FY. (541
) ' 9 ) 9 141 2a2dtr ) A ij

Agora, identificamos A = A, de tal modo que 9yA4; — 9;A = Fy;. Assim, a integracao em A;

proporciona

ZM — / DA, D7* & ((1 — a%dpV?) 9, A + &7‘7") exp (z / da 5(5)> , (5.42)
onde 5 24 2y 1

L6 _ et <7TZ — 3"8,,F’”) + §a2da/gauF“aa>\F/\ﬂ — ZFWFW (5.43)

com d,p dado pela Eq.(5.6).
Neste ponto, usamos o ansatz de Faddeev-Popov definido em (4.88) e (4.89) e, desse modo,

a amplitude de transicio vacuo-vacuo Z( fica expressa como

) . 0G [A3]

ASES / DA,D"Dw & (G [A}]) det | ——= B
) |:(1 - a2d00V2) @ZAz + 8177'Zi| exp (’L/dl‘ £(5)) . (544)

Agora, fazemos a transformacao de calibre A, — A, — J,w e obtemos

oG |AY
ASEE / DA, D7 Dw 6 (G [A,]) det %
w
w=0

X 0 [(1 — a*dpV?) Vw + (1 — a®dgo V?) 0, A" + aﬁ} exp (z / dzx £<5>) : (5.45)

onde lembramos que £©) é invariante de calibre. A integracio em w ja foi calculada em (4.92),

assim, a AVV se le
exp (z/daz E(S)) :

o (5.46)

oG [A%]

”w

ZW = det |(1 — a?dyV?) V2| / DA,D7" § (G [A,]) det o
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Também, a integracao em 7" é muito similar a j& computada em (4.94), com isso, a amplitude

ZW § escrita como

ZM = Ndet |(1 - a2dyV?) V2| / DA, §(G[A,]) det % exp (z / da ﬁ%”) ,
o (5.47)
onde £§3LV) ¢ a densidade Laggrangeana (5.1)
£ = —}lFWF“” + %anaﬂauFWaAFW, (5.48)
com d,,, dado por
b= (s, s

Por fim, apds todo esse processo prévio, a amplitude de transicao vacuo-vacuo Z dado em

exp (z/dx EEDLV)) . (5.50)

w=0
Para continuar, escolhemos o calibre de Lorentz, j& definido anteriormente em (4.108), assim,

a AVV se lé

(5.35) resulta expressa como

oG [4]]

Z = N/DAM 5 (GA,]) det |—=

Z — Ndet )5—1/@] / DA, § <§‘1/28HA“ . f> exp (2 / dz L;LV)) . (5.51)

Como a amplitude de transicao deve ser independente de f integra-se usando o seguinte peso

exp (—% /d:p f2> Assim, temos

Z = N det ‘5*1/25( / DA, &St (5.52)
onde S¢s ¢ dada por
1 (24 1 2 po B 1 )2
Sess = | du | = FuwF" + 5@ dap0, MO F™ — i(a“A )
L. y
= [ dujars, A (5.53)

onde o operador S, ¢ dado por
1
S = 0On,, + (E - 1) 0,0, + a*d,, [ — a’d,,30,0°0]
—a’d,30,0°0 + a*d30°0°0,,0,, (5.54)
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com d,,, = diag (d(]o, —d%, —%, —%). Assim, as componentes de S, sao
dy, 1
S()() = — (1 — a2d00v2) V2 - a2?tv28()ao + 58080, (555)
1 2 2 2 iy
S()k = Z —1+a doov —a ?8030 008k, (556)

1 dy,
Sjk = Dg]k + (E -1+ a2d008080> 8j8k -+ CLQ% (gjklj2 — 2D8k8j - V28]8k) . (557)

A integracao do campo de calibre resulta
iS.rr 1/2
/ DAt = det|S,,|"

-1

= det ‘5_1/2D2‘ det a2§[l +1
d, d, —1/2
x det aQéD + a? (? — doo) Vi1 (5.58)
Finalmente, a amplitude de transicao vacuo-vacuo é dada por
-1 2 dtr - 2 dtr 2 dtr 2 _%
Z = det |0 deta?D—i-l deta?D—l—a ?—doo V41 . (5.59)

A partir da AVV, considerando que sempre dog > 0 e dy, # 0, podemos fazer algumas

analises:

A) Se dy > 0, esse resultado indica que o modelo possui 5 graus de liberdade fisicos com

relacoes de dispersao bem definidas:

% O primeiro determinante det |D|_1 descreve 2 graus de liberdade bosonicos de massa

nula com relagao de dispersao
(po)* = 191" (5.60)
Ele seria o equivalente ao féton de Maxwell.

* O segundo determinante descreve 2 graus de liberdade bosonicos de massa

a2dt7«
com relagao de dispersao
3

(12 dt'r .

* O terceiro determinante representa 1 grau de liberdade bosonico massivo com relagao

(po)* = [p1* + (5.61)

de dispersao modificada,

2 3d00 2 3
= . 2.62
O (5:62)
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B) Para d;, < 0, a amplitude vacuo-vacuo (5.59) descreve um féton (2 graus de liberdade)
sem massa e 2 graus de liberdade taquionicos. O terceiro determinante proporciona uma

relacao de dispersao sem interpretacao de particula.

C) A partir da AVV (5.59), podemos analisar o caso tr(d,,) = 0, que equivale a fazer
diy = —doo < 0,

Vigllo. (5.63)

-1
det

S

d d Ad
Z = det |0 " det —a2gm+1 —aQ%D—cﬂ%

* O primeiro determinante det |D|71 descreve 2 graus de liberdade bosonicos de massa

nula com relacao de dispersao
(po)* = |p1”. (5.64)
Ele seria o equivalente ao féton de Maxwell.

* O segundo determinante descreve 2 graus de liberdade taquionicos.

* O terceiro determinante proporciona uma relacao de dispersao sem interpretacao de

particula.

D) A partir da AVV (5.59), podemos analisar o caso dyo = 0 e dy. # 0

-1
det

N

dtr

d
2—|:| 1 2 Wir
a 3 +

dyy B
aZ?tD +a?EVi 1] . (5.65)

Z = det |0 " det ;

* O primeiro determinante det |D\_1 descreve 2 graus de liberdade bosonicos de massa

nula com relagao de dispersao
(po)* = |p1”. (5.66)
Ele seria o equivalente ao féton de Maxwell.

* Se dy, > 0, o segundo determinante descreve 2 graus de liberdade bosonicos de massa

——— com relagao de dispersao
a dt?“

3

CL2 dtr .

(po)* = [p1* + (5.67)

Ele representa 2 graus de liberdade tipo Proca. Se d;, < 0, eles representam taquions.

* O terceiro determinante representa 1 grau de liberdade bosonico com relagao de

dispersao nao fisica para dy,. # 0,

(po)® = (5.68)

a? dtr .
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5.2 O caso dy #0 e dy =0

Agora analisamos o caso
d,,, = diag(doo,0,0,0). (5.69)

A partir das equagoes (5.3) e (5.4) obtemos os momentos canonicos

7Ti - —FOi - CZQdooaiajFij Z = 17 27 37 (571)
T =0, (5.72)

gerando oito vinculos primérios que denotaremos da seguinte maneira:
— 0 ~
G =1 =0, (5.73)

¢ =" + AF — 9" Ay + a’doe 0" (0,47 + V> 4y) =~ 0,

by =7"=0, ¢, =7"=0, (5.74)
com k=1,2,3.
Os parénteses de Poisson nao nulos entre os vinculos primarios sao
{00 (), 00 (y)} = — (1 - anOOVi) 355 (x—-y), (5.75)
{¢; (), 0, ()} = (g5 + *do0d}5) 6 (x —y) . (5.76)

Voltando para (4.25) e, apds uma integragao por partes, a densidade hamiltoniana canonica,

que ¢ definida pela transformacao de Legendre, é reexpressa como

1., .. o1 1
He = _§Ai (92] + anooﬁlc‘)J) A+ 5140 (1 - d00a2v2) VAL + 1 (FZ)2 . (5.77)

A hamiltoniana primaria é escrita como sendo

Hp = Hc + /d3y Ao (¥) ¢ (y) + /d‘°’y Ak () O ()

[ @y X))+ [ dy a6, ). (5.78)
Os parénteses de Poisson nao nulos entre os vinculos primarios e a hamiltoniana canonica sao
{¢o (z) ,Hc} = — (1 — dooa®V?) V36 (x —y), (5.79)
{0y, (), Ho}y = 0;F7F, (5.80)
{d, (2),Hc} = (9" + dopa®d*07) A;. (5.81)
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A consisténcia do vinculo ¢, resulta em
¢o (1) = {¢y (x) , Hp} = — (1 — dppa®V?) (V2Ag + 9"\, = 0. (5.82)
Similarmente, para os vinculos ¢, temos
Op (7) = {@ (x) , Hp} = 0;F7* — (1 — a®dpyV?) 9" No + (gij + a®dpod*d") Nj = 0.  (5.83)
A relacdo de consisténcia do vinculo ¢, é
550 = {%07 HP} =0, (5-84)

assim, nao gera novos vinculos.

A evolucao temporal dos vinculos ¢, produz a seguinte relacao:
Or = {bp Hy} = (6" + dooa®0*07) (A; — ;) ~ 0. (5.85)

Como det |g" + dgoa®0*d?| = det |1 — dooa®V?| # 0, essa relagio fixa os multiplicadores ;

Derivando (5.83), obtemos
(1 — a2d00V2) (Vz)\o + 8j5\j) ~ O, (587)
que permite fixar Ay em termos dos Xj,
L s
E, substituindo em (5.83), obtemos
(g T+ v ) Aj = —0;F7". (5.89)

Dado que a matriz ¢g" + 9%97/V? possui nulidade 1, somente podemos encontrar 2 dos 3
multiplicadores j\j.

Assim, os multiplicadores que ficam indeterminados serdo \g, A\ e um dos Xj, ou seja, o
modelo possui 3 parametros arbitrarios que impedem a teoria ser bem definida.

Um vinculo pode ser encontrado se substituimos (5.86) em (5.82),

(1 — doa®V?) (0;F7°) = 9;/ ~ 0, (5.90)
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que denotaremos por
by = 0,1 = 0. (5.91)

A condicao de consisténcia deste vinculo é identicamente nula e, assim, nao gera vinculos
adicionais.

Assim, denotamos o conjunto de vinculos por

Er = {¢07¢k7(_ﬁ07&k7¢9} (592)

e a matriz formada pelos parénteses de Poisson chamaremos de @ (z,y) = {¢; (z),¢,(y)}.
Os tinicos parénteses de Poisson nao nulos sao dados pelas equagoes (5.75) e (5.76).
O espago nulo ou nulidade da matriz ®;; (x, y) possui dimensao 3 e corresponde a 3 vinculos

de primeira classe listados a seguir:
0, jn' =0, 71— 07" =0, (5.93)

Aqui precisamos observar o seguinte detalhe: os vinculos de primeira classe nos casos estudados
possuem exatamente a mesma estrutura.
Agora precisamos fixar 3 condigoes de calibre. Como nos casos anteriores, partimos da lei

de Gauss modificada,
(1 — a2d00v2) 8j8jA0 — 80 (1 — adeOVQ) 8]‘Aj =0. (594)

Aqui devemos observar que solugoes fisicamente consistentes sao obtidas se dgg > 0, assim, para
0 nosso propésito consideramos dgg > 0. Com isso, a lei de Gauss permite escolhermos duas

condicoes de calibre,

(1 - dpa*V?) 9;A" =~ 0 e A’ ~ 0. (5.95)
A terceira escolha natural é impor
A% =0, (5.96)
devido que 7 ~ 0.

Com isso, denotamos as condigoes de calibre por

Yy = (1 = dpa®V?) §;A" = 0, (5.97)
v, = A" =0, (5.98)
Py = A’ = 0. (5.99)
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Assim, o conjunto completo de vinculos é
Si=7", Sp=7", S3=97n", Tyu=7",
Nsp = 7 4+ A¥ 4 dgoa0F 9, A" (5.100)
Yo = (1—dpV?) 0A", T;=A", Bg=A"

A matriz formada pelos parénteses de Poisson dos vinculos My (x,y) = {27 (), 2, (y)}, é

M (z,y) = (—(i()éT g) d(x—y), (5.101)

onde O, D e C sao matrizes de 6 x 6, com O a matriz nula e as matrizes C e D expressas como

C:(© F) : D:(@ V) | (5102
-B O vt 0

com O, V, B = [By;] e F sendo matrizes de 3 x 3. A matriz O sendo a matriz nula e as outras

3 matrizes dadas por

BY = ¢Y 4+ a’dy0'd’, (5.103)
0 0 1

F = — 0 1 : (5.104)

(1 —a?dpoV?) V? 0

o' 0 0
V = (1—d®deV?) [0* 0 0f. (5.105)

o 00

Calculando o determinante da matriz M, temos
det M = [det C)* = det | (1 — a’dyV?) V?| det (B) (5.106)
com

det (B) = det |1 — a’dgo V?| . (5.107)

Assim, substituindo a expressao (5.107) em (5.106), teremos

det M = det |(1 - a?dog¥?) " V" (5.108)
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Logo, a inversa da matriz M (x,y) resulta em

M (zy) = (le - ) (x-y). (5.100)

0 -B! . 0 -V
CcC!'= e D= _ : (5.110)
F-1 0 -V 0

As inversas das matrizes B e I sao dadas por

onde C~1 e D sdo

.. 2 1¥aYi
(B =g" - %, (5.111)
e
0 0 (e
F'l=—-|9 1 0 : (5.112)
10 0
respectivamente. A matriz V sendo dada por
~ ) 0 0 O
V= (1 — anQOVQ) =5 0o 0 0 |. (5.113)
ot 9* &

Seguindo o algoritmo de Dirac-Bergmann, os parénteses de Poisson serao substituidos pe-
los parénteses de Dirac de acordo com a Eq. (4.66). Assim, nesta parametriza¢ao, o tnico

parénteses de Dirac relevante ¢é

- 0;0; — a?doyV>0;0;
Ai,A' - — 17 ") o 6 - . 5114
{ ]}D (g] + (1 - a2d00v2) V2 ($ y) ( )

Os parénteses de Dirac, para o caso dyy > 0 e dy. = 0, reduzem a densidade hamiltoniana

canonica a seguinte forma simples:
R 1 i

O préximo passo é verificar como a escolha da parametrizacao dog > 0 e dy,. = 0 modifica a

amplitude de transi¢ao vacuo-vacuo.
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5.2.1 Amplitude de transicao vacuo-vacuo

Por fim, nessa secao deduziremos a amplitude de transicao vacuo-vacuo para a parame-
trizagao dpy # 0 e dy = 0 e discutiremos suas consequéncias nos graus de liberdade e as
respectivas relagoes de dispersao.

A amplitude de transicao vacuo-vacuo é definida por

7 = /'DA#DW‘LLDA“'Dﬁ'N \det My (z, y)|"? H(5 (31) exp {i/dx(w“Au + 7?“;1# - ’Hc)} ,
T

(5.116)
onde ¥; é o conjunto formado pelos vinculos definidos em (5.100),
Y = w0, Be=7", S3=0n", Su=7", Z51c:7Tk+Bijj :
Y = (1—dooV?) A, =4, Sg=A4" (5.117)

com a matriz B j4 definida em (5.103). A matriz M;;(x,y) = {Z/(x), S;(y)} dada em (5.101)

possui determinante (5.108)
det M = det | (1~ a%dogV?) V" (5.118)
A densidade hamiltoniana canonica H¢ é
1. - 1 g
HC — —§AiB”AJ‘ - §Ai8jF”. (5119)
Também, reescrevemos o expoente 77“14_1# + 7‘?“;1” — He como
1

. - . - 1 - .. _ .
LY =74y + 74y + 7' A; + 7 A; + §AiB”Aj — ZE-jFﬂ. (5.120)

Assim, a amplitude de transi¢ao vacuo-vacuo assume a forma
7 = det ‘ (1- anOOVQ)QVQ‘ / DA, DDA, [[ 6 (1) exp (z / dz UU) . (5.121)
I
Primeiramente, observamos que a fun¢ao 0 (Xg) pode ser expressa como
5 [(1 = dpoV?) A7 = det |1 — dpyV?| " 8 (9,A7) . (5.122)
Assim, apés a integracdo em 7°, Ay, A°, 70 e 7 a AVV é expressa como
Z = det |(1 — a2d00v2) VQ{ /DAkDﬂ'kDAk5 (7Tk + Bkjflj) 5(8k7rk)5 (aiAi) exp (z/dw 5(2)> ,

(5.123)
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onde

. 1- .. _ 1
£O = rid, 4+ §AZB“A]- -3 (Fy;)*. (5.124)

Em seguida integramos os campos 75 que resulta em
Z = det ’ (1 — anOOVQ) V2‘ /DAkDflk(S(akBkj/_lj)cS (&Ai) exp (z/dw E(?’)) , (5.125)

com

. 1 - .. 1
L0 = ~BIA A+ SABYA; — 3 (Fy) (5.126)

Antes de realizar a integracao em AF expressamos § (akBkj flj) na representacao de Fourier,

5(8kBk][1]) :/DAoeXp (—Z/dgx AoakBkJA]) :/DAoeXp (Z/d3l’ (A,B”@Ao)),

(5.127)
de tal modo que a AVV (5.125) se expressa como
Z = det |(1 — a’dpoV?) V7| / DA, DA (0;A") exp (z / dx £<4>) : (5.128)
com . . .
£ = (A = Fo) BY (A = For) = 5 FaB Foi = 4 (Fy)”, (5.129)
onde definimos Fy; = 0yA; — 0;Ay. Apds a integracao em A* a AVV é dada por
Z = det | (1 — a*doV?) V| det | B7| 72 / DA,S (8 A") exp (z / dx .c<5>) . (5.130)
onde | .
L6 = —§F0,~BijF0i - (Fy)*. (5.131)
Com esse resultado, a amplitude de transi¢ao vacuo-vacuo (5.130) se expressa como
Z = det | V2| det | (1 — a*dyoV?) V2| / DALY (9,A7) exp (z / dz £<6>) , (5.132)
com £ sendo a densidade Lagrangiana (5.1) dada por
1 1
£ = — " F + §a2daﬁauFWayF”5 : (5.133)

com dnp =diag(d,0,0,0).
E chegado o momento de usar a técnica de Faddeev-Popov [definido em (4.88) e (4.89)] com
o calibre de Lorentz generalizado (4.108) na amplitude de transi¢ao vacuo-véacuo (5.132) a qual,

apos a transformacao de calibre A, — A, — 0,w, resulta expressa como

Z = det |V2} det }1 — d00a2V2|1/2 det ’5_1/2D‘
x / DA Dw 6 (£, 4%~ [) 8 (B~ V2) exp <z / d3x£(6)) . (5.134)
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A integraccao em w é facilmente calculada
/Dw § (B A" — V2w) = det [V " (5.135)
Assim, a AVV toma a seguinte forma:
7 = det |1 — dpoa®V?|""* det ‘5—1/25) / DA,S (f‘l/zauA“ - f) exp (z / d%c(ﬁ)) . (5.136)

Como a amplitude de transicao deve ser independente de f, integramos essa variavel usando o

seguinte peso exp (—% /dx f2) Assim, temos

Z = Ndet |1 — dyya®V?|"? det )5*1/25’ / DA,exp (iSess) | (5.137)
onde Scs ¢ dada por
1 1 1
Sepf = / de | —=F,, F" 4 Za2d,30, FPO\FN — — (9,A")?
4 2 26
Lo 1
= [ dujA"S,, A (5.138)

O operador S, ja foi definido em (5.54)

1
Sy = On,, + (E — 1) 9,0, + a*d,,[* — a*d,30,0°0

— a*d,30,0°0 + a*dn30*0°0,0,, (5.139)
mas, agora, da.g =diag(dpo,0,0,0) e S, possui as seguintes componentes:
1
SOO = — (1 - a2d00V2) VQ + 58080 (5140)
1
S(]k = <E -1+ anoovg) &ﬁk (5141)
1
Sjk = ngk + (g -1+ a2d008080) 8]8k (5142)

A integracao do campo de calibre é

-1
/DA#eXp (iSess) = det |G| /% = det ‘5—1/252 det |1 — dooa®V?| 2. (5.143)

Com esse tultimo resultado, a amplitude de transicao vacuo-vacuo resulta ser simplesmentem
Z = Ndet|O|". (5.144)

Assim, na amplitude de transicdo vdcuo-vacuo para a parametrizacao d,p =diag(do, 0, 0,0) hé
um campo sem massa com dois graus de liberdade fisicos, ou seja, o foton. Os efeitos da quebra
de Lorenz, controlados por dyy, nao aparecem na relagao de dispersao do féton, mas devem

aparecer nas funcoes de Green do modelo, por exemplo, no propagador fotonico.
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Capitulo 6
Conclusoes e perspectivas

A tese estuda os efeitos de violacao da simetria de Lorentz em dois contextos diferentes: em
atomos mesonicos e na eletrodinamica de Maxwell, munida de termos de derivadas superiores.

O estudo em atomos mesonicos é realizado usando a SQED como um modelo efetivo para
obter as contribui¢oes da LV (em primeira ordem) para o espectro da energia dos dtomos de
hidrogénio usual e hidrogénio mesonico, que serao modificados. Em seguida, usamos as con-
tribuigoes calculadas aos niveis de energia e, comparando aos dados experimentais, buscamos
estabelecer limites superiores para os coeficientes portadores da quebra de Lorentz (ver Tabela
6.1). Os limites sdo alcangados de maneiras distintas: via estudo das contribuigdes CPT-pares
e CPT-impares dadas em (3.3), nas transigoes ao nivel fundamental e em transi¢oes puramente
eletromagnéticas, onde usamos os dados experimentais dos dtomos pionicos e kadnicos; con-
tribuigoes ao setor do préton (3.39) usando espectroscopia do dtomo de hidrogénio, além de
modificagoes a interacao coulombiana. Os resultados sao apresentados na Tabela 6.1, onde a
segunda coluna representa os limites superiores provenientes de dados da interacao forte; e a
terceira, apresenta os limites superiores obtidos através de transi¢oes eletromagnéticas puras.
Ressaltamos que os limites superiores para os coeficientes pionicos e kadnicos, aqui obtidos,
sao completamente novos e nao estao contidos no MPE Ref. [12]. Na segunda abordagem, o
primeiro passo foi calcular as correcoes radiativas em primeira ordem da LV para a acao efetiva
do féton na ordem de um 1-loop. Logo, foram considerados os limites nao relativisticos destas
correcoes e as respectivas contribuicoes a energia do dtomo de hidrogénio. Essa informacao
e os dados da espectroscopia do atomo de hidrogénio permitiram encontrar limites superiores
mais restritivos para os respectivos coeficientes da LV, tal como mostrados na quarta coluna
da Tabela 6.1.

Um estudo mais completo dos efeitos da LV em atomos hadronicos sera realizado utilizando

a técnica da perturbagao quiral, munida de acoplamentos nao-minimos da maneira aqui in-
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Acoplamento LV 1.9 shift 4P — 3P Atomo H
legrwh| < 2.3 GeV™' 1.0 x 10?°GeV ™! -
legrwh| < 1.02 x 10°GeV ™! — -

|eg=rPP)| < 1.9 x 10%°GeV™? 1.8 x 10GeV 2 -

legrrPP)| < 3.3 x 10'GeV > — -
eg(p)w,(f) , egui,y | < — — 5.1 x 1077GeV ™!
‘eg(P)HE@E) , 26§ZEI€;E) < - - 5.1 GeV ™2

Tabela 6.1: Limites superiores para as constantes de acoplamentos do modelo dado pela Eq.
3.1, os resultados da segunda coluna foram dos dados advindo da interacao nuclear forte, a
terceira coluna dos dados dos niveis de transicao da QED e a quarta coluna usando dados de

espectroscopia de hidrogeénio.

troduzida. Estes estudos serao parte de nossa investigagao futura dos efeitos da LV no setor
hadronico da QCD.

O segundo ponto de estudo € o efeito da LV na eletrodinamica de Maxwell suplementado de
um termo CPT-par contendo derivadas de ordem superior, que é controlado por um campo de
fundo representado por d,,,,, um tensor de ordem 2. Interessante observar que quando o campo
de fundo é proporcional a métrica de Minkowski se recupera a eletrodinamica de Podolsky.
O objetivo foi estudar a estrutura canonica do modelo com o intuito de verificar os graus de
liberdade e as respectivas relagoes de dispersao. Nesse processo observamos que a tal estrutura

depende das componentes do tensor. Sendo assim, foram escolhidas duas representagoes:

(i) Na primeira escolha consideramos

. diy  dy dyy
duu = dlag (d007 _?ta _?ta _?t) ;

onde a escolha dyy > 0 e dy,. > 0 fornece graus de liberdade com relacoes de dispersao
fisicamente aceitdveis. Essa parametrizacio descreve 1 féton (2 graus de liberdade) e 3
graus de liberdade massivos, cujas relacoes de dispersao dizem que 2 deles possuem a
mesma massa. Com isso, concluimos que o campo massivo nao ¢ exatamente um campo

de Proca;
(ii) Na segunda escolha consideramos
d;u/ = dlag (doo, 0, O, 0) s
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com dpp > 0. A amplitude de transicao indica que essa parametrizacao somente fornece
1 féton. Esse resultado é muito interessante, pois apesar da presenca da quebra da
invariancia de Lorentz ainda existe uma parametrizacao, cujo espectro é exatamente igual

a da eletrodinamica de Maxwell.

A li¢ao principal do estudo é que os efeitos do campo de fundo estao ligados intimamente
com a parametrizagao escolhida. Efeitos que se manifestam na estrutura canonica fundamental
para a descrigao correta do espectro do modelo e consequente processo de quantizacao.

Entre as perspectivas futuras, pretendemos analisar os efeitos da quebra de simetria quando
consideramos as parametrizagoes: (i) com somente dy; ndo nulo e; (ii) com as componentes d,;
nao nulas e formando uma matriz singular ou nao singular. Outro estudo interessante é o da
simetria BRST relacionada aos casos anteriormente citados. Teorias com derivadas superiores
espaciais inerentemente apresentam campos fantasmas. Torna-se relevante, entao, o estudo da

unitariedade, mas também o do campo de calibre interagindo com particulas carregadas.
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Apeéendice B

Solucao angular e radial da equacao de
Klein-Gordon (2.57)

Como continuacao calculamos as autofungoes e autoenergias da equacao de Klein-Gordon

dada na equagao (2.57),

Zer \°
(E+ ) +V2—m?| ¢=0 (B.1)
4meor
O laplaciano dado em coordenadas esféricas
10 ( ,00 1 0¢ 1 0%
V2 = — 0— — B.2
7'287“( 6r)+rzsin989 (sm 69)+r2sin2«90g02 (B2)

Fazendo uma separacao de variaveis, podemos expressar

209 1 d¢ 1 &9 Ze? \?
- 7’2 or ( 87’) r2sin 0 00 (sm@ ) r2sin 98@ +mio = E+ dregr 9. (B.3)

Usamos a seguinte representacao para a funcao ¢

¢(F) = o(r,0, ) = R(r)Y;" (0, ¢) (B4)

onde Y;"(0, ¢) sdo os harmonicos esféricos, autofuncoes do operador momento angular. Nossa

tarefa é solucionar a equacao diferencial para a funcao radial R(r),

1d [ ,dR(r) Ze2 \* ., 1(l+1)
—— S FE+—) — — R(r)=0 B.5
r2dr (T dr ) + ( + Ameor m r2 (r) ’ (B.5)
ou,
1 d [ ,dR(r) , 2ZaF ,  Z%a*—1(1+1)
—— — Ef+ — — = B.
r2dr (T dr )+[ - r et r? R(r)=0, (B.6)
2
onde introduzimos a = 68 , a constante de estrutura fina.
TEo
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u
Fazendo uma mudancga de varidvel, R(r) = —, obtemos
r

2 1 2
s ®)
onde definimos )
B =4(E*—m? e p’= (l + %) — 7% (B.8)
Agora, fazendo as seguintes mudancas de variaveis
= rp, u(r) —w(p), (B.9)
\ = 2250@ (B.10)

obtemos a seguinte equagao diferencial para w(p),

R D U |

Solugoes assintdticas:

a) Solugao para p — oo

= 2w (p), (B.12)

com solucao geral dada por

w(p) = Ae™% + Be?

o segundo termo nao é normalizavel, podemos fazer B = 0. Assim, para p — 0o, temos

w(p)=eb.

b) Solugao para p — 0

s—w (p) (B.13)

cuja solucao geral é
w(p) = A,o%“‘ + Bp%’“ (B.14)

o segundo termo nao é normalizavel (B = 0)

w(p) = pz ™. (B.15)

e iy (p), (B.16)



que substituido na Eq. (B.11) obtemos a equagao diferencial descrevendo a funcao v(r),

d? d d b
—';+(——1)—”——y:0 (B.17)
dp p dp p
onde definimos as constantes b e d
1
b:,u+§—)\ed:2u—l—1. (B.18)
A equagao (B.17) admite solugao em séries de poténcias, assim,
> . N N -2
vip) =Y . =Y jep T =Y iG—1Der (B.19)
7=0 dp j=0 dp =0

substituindo essas expressoes na Eq.(B.17), temos

St ner 430 (5= 1)der ™ 0Y e =0, (5.20)
j=0 Jj=0 Jj=0

fazendo j — 7 + 1, obtemos

o

G+ (G +d) e —(G+b)elp =0, (B.21)

[e=]

j=

que gera a seguinte equagao de recorréncia para os coeficientes c; :

J+b
GEGEDG D (B.22)
cujo comportamento para j grande é
1
Cjt1 ~ EC]', (B23)
que resulta na seguinte expressao para c;,
1
Cj ~ ﬁCO (B24)
isso leva a seguinte série,
v(p) ~ Z —Cop’ = Coe”. (B.25)
— j!
j
Desse modo a fungao w(p) possui o seguinte comportamento
w(p) = p> et (B.26)

a qual nao é normalizavel, ou seja, isto significa que a funcao de onda diverge para r grande.
Portanto a série deve ser truncada, ou seja, a fun¢ao w(r) deve ser um polindmio. Assumindo

que a série termina em algum j,.,, temos
Cimaxt1 = 0 (B.27)

74



jmax —"_ b Cs
j(d +jmax) Jmax
jmax +b=0

Cjt1 = =0

(B.28)

(B.29)

Jmax € algum inteiro nao negativo que chamaremos de k. Dessa forma, substituindo b dado em

(B.18), temos

1
btk=p—A+ k=0

e substituindo os valores de A e p, encontramos

1 1\? 1 2708 27/l
=+ = — 72 0,2 _ _

que podemos reescrever como

1\° 1 1\? 1
Z202E? = m? (l+§) —22a2+§—|—k — E? (l+§> —22a2+§—1—k

isolando a energia E e substituindo o valor de k =n — [ — 1, obtemos

—-1/2

222
E=m|l1+ a ,

P
(n—l—%—i-\/(l-i—%)Q—Z?oﬂ)

comn=1,2,...

B.1  Solucao Angular

Temos a seguinte equagao para a parte angular

19 ([ oy 1 o2y
- 7 S )Y = 0.
sin 6 09 ($n9 0 ) T ggr TLUFDYT=0

(B.30)

(B.31)

Podemos ainda separar variaveis em 6 e ¢, cujas solugoes sao dadas pelo polinomio de Legendre

e €9 respectivamente, de forma que as autofuncoes assumem

2+ 1) (1= |m|)! | ) om0
Ylmw,as):\s/( DL sy e o= {02

@) = (0" (1 =aY) TR, R E) = ()
1 d ., !
P (z) = ﬁ@(m —1) com —[1<m<]|.
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Apeéendice C

Limite nao relativistico do termo
CPT-impar

Nesta secao calculamos o limite nao relativistico do termo LV e CPT-impar presente na

equagao (3.3). A parte relevante, na andlise a seguir, estd contida na contribuicao,

L1 = equne™* Fog [(D0)" 6 — 6" (D), (€
em que (D,) é a derivada covariante minima, expressa por
D, =0, —iecA,. (C.2)
Usando o ansatz para o campo escalar no limite nao relativistico, normalizado, temos
1 imt L imt (C.3)

¢:\/%9067 ; ¢ :\/T—m(pe

por outro lado, expandimos o termo de corrente através de suas componentes e substituimos

0s campos ¢ e ¢

¢ (Dog)” — ¢ (Doo) = ipp” + o [ (Dop)” — " (Dow)] (C4)
* * ]' * *
(D;¢)" & = ¢"(D;9) = 5~ ¢ (Dj)" — ¢" (Dj)] (C.5)
que quando substituido na equagao (C.1) nos leva a
1 .
Lepr = iegwkEOkUFz’jSO@*

1 . . .
+—egure™ Fi [p (Dop)” — " Doyl

i j o * *
+egwue’™ Fog [p (Di0)" — " Dyl (C.6)
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Usando as condigdes para baixas energias, o termo w,/m é de ordem superior, assim, obtemos

o seguinte resultado para a densidade de lagrangiana (C.6),

L.s; ~ equyBrpp™ = egiii - Bpp* = —¢* (AH) ¢*, (C.7)

1 .
onde B, = =€ F,. ¢ AH sendo a contribuicdo da LV & Hamiltoniana do d4tomo mesénico
2 7 ¢ )

AH = —egiit - B, (C.8)

que é o resultado apresentado na Eq. (3.5).
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Apeéendice D

Limite nao relativistico do termo
CPT-par

Nesta se¢ao calculamos o limite nao relativistico do termo LV e CPT-par presente na equagao

(3.3). A parte relevante esta contida na contribuigao,

R D ) (D.1)

Usando as expressoes (C.4) e (C.5) acima, chegamos ao seguinte resultado

€§ 178 nle’ *
Ly = g(k‘(%mﬁ@ F*pp

—i L (K D)ovasd” F [p (D) — " D]

4m
—i%(kf})jmﬁ@”f? o (Dig)” — "Dyl (D.2)

_— . . (6) ) .
que sob as condigbes para baixas energias, o termo (kg ),uwap/m é considerado de ordem supe-

rior, assim, obtemos

g .6 v paB,
L~ E(k;;)oyaﬁa Fpp (D.3)
ou ainda , usando as definigoes do campo elétrico E* = —F% e campo magnético F/* = ¢, B',
obtemos
kSN 0vapd” F = —2(KS))0i0;0" EY + (kS0 oijne jud’ B! D.4
( ¢>F)0voc6 = —2( ¢F)OZOJ + ( ¢F)Owk51kl . (D.4)

Agora usamos a parametriza¢ao implementada em [16] para o tensor (kg;l)omﬁ, assim, temos

. 0jab
6 k 6 a
(kpE)j = —2 (@13)0].%7 (kpB)" = (’fé}) kb, (D.5)
e chegamos a seguinte expressao
(kg?)ouocﬁayFaﬁ = (“DE)ij 0'EY + (“DB)z‘j 9'B’. (D.6)
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Assim o termo (D.3) se escreve como

edq . edq L .
Lim " | (kow), OB + S (kpp), 0'BY | o = —¢" (AH) , (D7)
onde
1 i €4 ij o j
AH = —569 (/iDE)ija B — E (HDB) 0 (BJ) . <D8)

corresponde a contribuicao LV e CPT-par para a energia do atomo mesonico, apresentado na
Eq. (3.18).
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Apeéendice E

Obtencao da correcao a energia vinda

do termo CPT-par

Para obtermos (3.19), precisamos calcular (kpg);;0;E;. A componente 2 do campo elétrico

e e r;
= —— = ——. E.l
drr?  Amrd (E1)
Assim, a derivada do campo elétrico (E.1) torna-se
e ((kpr); 2iTi(KDE);
(kpp)y0il; = |~ ( s - (E.2)

Calcularemos o valor esperado de (E.2) apenas para alguns estados com [ = 1, devemos ter:
e T2 1
(11, 05) = 2 (0000, (52w wtom, () e
Trabalhando em coordenadas esféricas,
T =rsinfcos¢y w9 =rsinfsing x3=rcosb, (E.4)

as fungoes de interesse sao:

V2ue 7 cos 6 ue~ 2 sin Peti®
¢2,1,0 - T = 3 > ¢2,1,i1 - T _ = 3 (E5)
8ﬁd02 8\/%0,02
V2u (u —6)e™5 cos u (u — 6) e~ s sin fe*?
wg,l,o = 3 ) ws,l,ﬂzl = 3 ) (EG)
81\/7_Ta02 8]_\/7_1'@02
s _ VBu (u? — 20u + 80) cos fe™ i (E7)
Lo 2560+/Tao? ’ '
y ~ V10u (u? — 20u 4 80) e~ 1 sin fe*™? (E3)
bl 5120y/Tao? ’ '
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onde u = r/ag, sendo ag = () ™! o respectivo raio de Bohr.
Nao ¢ dificil perceber que uma integracao no angulo azimutal elimina a contribuigoes dos

termos fora da diagonal do tensor kpg, assim, a expressao (E.3) fica como

<(ffDE)ijaz‘Ej> =

3e < (kpE);,co82@sin0 + (Kpp),,sin®gsin®e + (KDE)33COSQH>
3

(&

bt (e, (). (5:9)

O valor esperado (E.9) para n = 1 é nulo. Os resultados obtidos para n = 2,3,4 mostram

que as contribuigoes nao nulas correspondem a [ =1 e m = 0, %1, assim temos

GI{(DE)
(w0)yOE;) = From (E-10)
elﬁ(DE)
--&«E«> A — E.11
<(%DE)” 1/ \mj=1 60may3n3 ( )

DE) _ (

onde definimos k! kpE)1; + (KDE)sy — 2 (KpE)s3. Ao utilizarmos a contribuicao que vem

de I =1,|m| = 1, obtemos a seguinte contribui¢ao a energia do a&tomo mesonico,

~a%,u3/§(DE)

eqg -
AFE = —— <(KDE)”8@E]> = _6960—\/%7],3

: (E.12)

que é o resultado obtido da (3.19)e, que usamos para obter o limites superiores para £PF) (um

resultado similar é obtido se usarmos a contribui¢ao vinda de [ = 1, m = 0).
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