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Resumo

Na primeira parte, uma prescri¢ao simples para calcular o potencial classico D-dimensional
relacionado a modelos gravitacionais é obtida e usada como ferramenta para examinar
a conjectura de que modelos gravitacionais de ordem superior renormalizaveis possuem
um potencial classico finito na origem. Também é mostrado que o inverso dessa afir-
macao nao é verdadeiro, o que implica que a finitude do potencial classico na origem
¢ uma condigao necessaria, mas nao suficiente, para a renormalizabilidade do modelo.
Nesta analise foram utilizados modelos gravitacionais D-dimensionais de quarta e sexta
ordem. Uma atencao especial é também dedicada a Nova Gravitagao Massiva. Na se-
gunda parte, o Principio de Equivaléncia é discutido em detalhe. Sao investigados
exemplos semiclédssicos e quanticos de violagao do Principio de Equivaléncia Classico
em um campo gravitacional, mas nao do Principio de Equivaléncia Fraco. Analisamos
dois exemplos semicldssicos: o dtomo de Bohr gravitacional de Greenberger e o espalha-
mento ao nivel de drvore de diferentes particulas quanticas por um campo gravitacional
de ordem superior fraco externo. E dois exemplos quanticos: o experimento COW e a
queda livre em um campo gravitacional constante de um objeto massivo descrito por
sua funcao de onda V.

Palavras-chave: Renormalizabilidade X unitariedade; potencial classico nao singu-

lar; modelos gravitacionais de ordem superior D-dimensionais; mecanica quantica e



principios de equivaléncia, espalhamento de diferentes particulas quanticas por campo
gravitacional de ordem superior externo fraco.

Areas de conhecimento: Teoria Quantica de Campos; Gravitagao.



Abstract

In the first part, a simple prescription for computing the D-dimensional classical po-
tential related to gravitational models is obtained and used as a tool to examine the
conjecture that renormalizable higher-order gravity models have a finite classical po-
tential at the origin. It is also show that the inverse of this statement is not true,
which implies that the finiteness of the classical potential at the origin is a necessary
but not sufficient condition for the renormalizability of the model. In this analysis
D-dimensional four- and six-order gravity models were used. A special attention also
is devoted to New Massive Gravity. In the second part, the Equivalence Principle
is discussed in detail. Semiclassical and quantum examples of violation of the Clas-
sical Equivalence Principle in a gravitational field, but not of the Weak Equivalence
Principle, are investigated. We analyzed two semiclassical examples: Greenberger gra-
vitational Bohr atom and the tree-level scattering of different quantum particle by an
external weak higher-order gravitational field. And two quantum examples: COW ex-
periment and free fall in a constant gravitational field of a massive object described by

its wave-function W.



Introducao

Podemos dizer, em poucas palavras, que a Teoria Quéantica de Campos (TQC)
nasceu da juncao da Relatividade Especial (RE) com a Mecanica Quantica (MQ). E
notavel que numa mesma época brotaram os germes de duas teorias fundamentalmente
tao diferentes, a TQC e a Relatividade Geral (RG), uma descrevendo o micro e a outra
o macrocosmos. Tentativas de unificacao das duas descrigoes, ou seja, a busca por uma
teoria quantica da gravitacao, foram feitas sem sucesso até o momento. A dificuldade
de acordo entre elas talvez se inicie com o estabelecimento dos entes matematicos
basicos sobre os quais se sustentam as teorias. Por um lado, a RG tem uma formulacao
geométrica, fortemente presa a nocao de ponto, onde vale o Principio de Equivaléncia.
Por outro, o Principio de Incerteza da teoria quantica vem negar o ponto, munindo os
entes fisicos primarios com certa espacialidade, que talvez, seja algo de carater mais
ontolégico que pratico. Acredita-se que um tratamento correto do campo gravitacional
sob o ponto de vista da TQC, tratamento este por hora ainda desconhecido, devera
reproduzir a teoria da RG de Einstein no limite de baixas energias, ou de modo mais
geral, o Sistema Einstein-Yang-Mills-Dirac. Em outras palavras, é provavel que a TQC
nada mais seja que o limite de baixas energias relativo a uma teoria de campos efetiva
de uma teoria mais fundamental, tal como a teoria de cordas [1].

A TQC combina harmoniosamente trés dos maiores temas da fisica moderna: a



teoria quantica, o conceito de campo e o principio da relatividade. Assim sendo, ela
nao so fornece um solido alicerce para a fisica das particulas elementares contemporanea
2], mas é também um repositério de ferramentas que sao essenciais para a fisica nuclear
[3], a fisica atomica [4], bem como para a fisica da matéria condensada [5] e a astrofisica
[6]. Além disso, essa teoria tem permitido que se edifiquem novas pontes entre a fisica
e a matemética [7].

Primitivamente, a motivagao para o estudo da TQC jazia na esperanca de que ela
viesse lancar uma nova luz sobre nossa maneira de enxergar as particulas fundamentais
da matéria e suas interacoes. De fato, uma estrutura que incorporava, por um lado,
a MQ (que tinha sido tdo bem sucedida no que se refere a resolu¢ao de um grande
nimero de problemas da fisica atomica no inicio do século passado) e, por outro, a
teoria de campos (a linguagem utilizada para descrever o surpreendente quadro da re-
alidade desvelado por Faraday, Maxwell e Hertz), certamente deveria fornecer alguma
indicagao confidvel sobre a natureza fundamental da matéria. Na realidade, os resulta-
dos superaram em muito as expectativas. Basta citar, por exemplo, a Eletrodinamica
Quantica (QED), o primeiro filho bem sucedido do casamento da RE com a MQ. Essa
teoria prediz, para citar apenas um dos seus sucessos, 0 momento magnético andmalo
do elétron corretamente com onze casas decimais. Esta fantastica concordancia entre
os resultados previstos teoricamente e os obtidos experimentalmente levaram Ryder [§]
a perguntar: “O que mais se poderia querer de uma teoria fisica?”

Ja em relacao a RG, é bem conhecido que ela tem divergéncias “selvagens” no
ultravioleta, no esquema da teoria de perturbacao padrao. Em principio, uma maneira
de sair desta dificuldade seria construir uma teoria em que essas divergéncias pudessem
ser controladas. Neste contexto, destaca-se a teoria de gravitacao com derivadas de
ordem superior. Entendida inicialmente como uma extensao “natural” da lagrangeana
de Einstein - construida via inclusao de termos de curvatura ao quadrado -, verificou-

se mais tarde que ela é renormalizavel mesmo quando acoplada com a matéria. Este



importante resultado foi apresentado por Kellogg Stelle em um artigo seminal de 1977
[9]. Neste sentido, teorias gravitacionais com derivadas de ordem superior sao boas
candidatas para essa funcao, ja que em geral a presenca de termos de ordem superior
permitem-nos “domar” as divergéncias no ultravioleta.

Os modelos gravitacionais de ordem superior em (3 + 1) dimensoes foram sugeridos
pela primeira vez por Hermann Weyl [10] e Arthur Eddington [11], sendo, a grosso
modo, nada mais que simples generalizagoes da RG obtidas pela ampliacao da lagran-
geana de Einstein através dos escalares R R?,, ¢ R, ;. Uma discussao interessante
sobre estes sistemas cldssicos pode ser encontrada no artigo de Peter Havas [12]. Mais
tarde foi demonstrado que devido ao teorema de Gauss-Bonnet apenas dois dos termos
mencionados devem ser adicionados a lagrangeana de Einstein. No entanto, somente
quando foi provado que a teoria era renormalizavel dentro do esquema perturbativo
padrao, surgiu a Gravitacao de Ordem Superior (GOS), tornando-se uma excelente
candidata na longa e drdua busca por uma teoria de gravitagao quantica.

Sendo assim, nosso objetivo neste trabalho é analisar algumas propriedades interes-
santes dos modelos gravitacionais de ordem mais alta.

E notédvel que recentemente muitos fisicos vem se dedicando a investigacao de uma
suposicao relacionada a modelos gravitacionais de ordem superior: sistemas renormali-
zaveis de ordem superior sao dotados de um potencial classico finito na origem. Parece
que Stelle [9,13] foi o primeiro a sugerir isto. Na verdade, ele examinou, de passagem,
a possibilidade de que a renormalizabilidade da gravitacao de quarta ordem, em quatro
dimensoes, estava relacionada a finitude do potencial gravitacional na origem.

Entao, a Parte I de nosso trabalho consiste em investigar a premissa de que modelos
gravitacionais de ordem superior renormalizaveis — que na verdade sao nao unitarios —
sao dotados de um potencial classico que é finito na origem. Também é mostrado que a
afirmacao contraria nao é verdadeira, o que implica que a finitude do potencial classico

na origem é uma condicao necessaria, mas nao suficiente, para a renormalizabilidade



do modelo [14,15].

Como consequéncia, veremos que o fato da teoria ter um potencial divergente na
origem, permite concluir que a teoria é nao renormalizével. Os sistemas que utilizamos
para verificar a conjectura foram os modelos gravitacionais de quarta e sexta ordem
D-dimensionais. Uma atengao especial é dedicada a Nova Gravitagdo Massiva (NMG,
do inglés “New Massive Gravity” ), uma vez que foi a andlise deste modelo que inspirou
nossa suposicao.

Na Parte II consideramos o espalhamento, ao nivel de arvore, de diferentes particu-
las quanticas por um campo gravitacional de ordem superior fraco externo e verificamos
que ele é dependente do spin, e também dispersivo (dependente da energia). Conse-
quentemente, estes resultados violam o Principio de Equivaléncia Classico, um principio
nao local. No entanto, contrariando a crenca popular, ele esta de acordo com o Princi-
pio de Equivaléncia Fraco, que nada mais é que uma afirmacao sobre efeitos puramente
locais [16-18]. Além deste, examinamos outro exemplo semicldssico, o atomo de Bohr
gravitacional de Greenberger.

Também analisamos dois exemplos quanticos em um campo gravitacional que vio-
lam o Principio de Equivaléncia Classico, mas nao o Fraco: O experimento COW e a
queda livre em um campo gravitacional constante de um objeto massivo descrito na
MQ pela funcao de onda W.

Finalizamos apresentando consideragoes sobre os resultados obtidos ao longo deste
trabalho e apresentamos as perspectivas futuras sobre possiveis aplicacoes dos resulta-
dos mencionados.

Ao longo de todo o trabalho utilizamos unidades naturais. A métrica, por sua vez,

tem assinatura (4, -, -, ... , -).
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Parte 1

RENORMALIZABILIDADE EM
GRAVITACAO DE ORDEM
SUPERIOR D-DIMENSIONAL
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Modelos gravitacionais de ordem superior sao os principais candidatos a construcao
de uma teoria de gravitagao renormalizavel. De fato, os termos de ordem superior desses
sistemas sao responsaveis, em geral, pela “domesticacao das selvagens” divergéncias ul-
travioletas presentes na acao de Einstein-Hilbert. Além disso, como é conhecido, nestes
modelos geralmente nao se alcanga uma coexisténcia pacifica entre renormalizabilidade
e unitariedade.

Muitos fisicos vem se dedicando a investigagao da suposicao de que sistemas re-
normalizaveis de ordem superior sao dotados de um potencial cldssico finito na ori-
gem [1-20]. Stelle [21,22] examinou, de passagem, a possibilidade de que a renorma-
lizabilidade da gravitacao de quarta ordem em quatro dimensoes estava relacionada a
finitude do potencial gravitacional na origem. No entanto, nem Stelle, nem os autores
subsequentes até agora perceberam que o inverso desta premissa nao é verdadeiro.

Nosso principal objetivo aqui é exatamente testar, por meio de alguns modelos
especificos, que a finitude do potencial na origem é uma condi¢ao necessaria, mas nao
suficiente, para a renormalizabilidade de um determinado modelo de ordem superior.

Visto de outro modo:
e Teoria renormalizavel = Potencial finito na origem
e Potencial finito na origem = Pode ser renormalizavel ou nao

Uma questao natural deve ser colocada. Qual a utilidade dessa conjectura? Os
beneficios que dela resultam sao muito relevantes. De fato, simplesmente calculando
o potencial classico na origem podemos ficar seguros de que qualquer modelo de gra-
vitagao de ordem superior com potencial divergente na origem é nao renormalizavel.
Além disso, usando essa premissa, podemos decidir, em certos casos, se um sistema, de
ordem superior é ou nao renormalizdvel. A Nova Gravitacdo Massiva (NMG, do in-
glés “New Massive Gravity” ) [23-26], por exemplo, que Ichiro Oda [27] reinvidicou ser

renormalizével e trés anos depois Kenji Muneyukie e Nobuyoshi Ohta [28] mostraram

11



nao ser, ¢ nao-renormalizavel de acordo com nossa conjectura pois seu potencial gra-
vitacional é divergente na origem. Uma comparagao detalhada entre a simplicidade de
nossa premissa e os calculos dificeis exigidos pelos métodos usuais da TQC certamente
recomenda nossa suposicio nos casos mencionados. E importante lembrar que a tarefa
de provar a renormalizabilidade de um determinado modelo de ordem superior é um
trabalho arduo, mesmo para especialistas no assunto, o que pode facilmente ser visto
olhando os artigos acima mencionados [27,28], bem como os de Stelle [21], Ignatius
Antoniadis e Terry Tomboulis [29], e Desmond Johnston [30].

Os modelos que usaremos para testar nossa conjectura sao os sistemas gravitacionais

de quarta e sexta ordem em D-dimensoes, que sao definidas pelas seguintes acoes:

20 « 16 ol
uartaordem) __ D 2 2 2
[(q ) — /d T ’g’ |:—/€2 R+ §R + ERNV + ERMVQB - ‘CM:| ) (1)
[(sextaordem) _ de |g| 1 2R + @0 R2 + @RQ + ERQ +
2 92 9 T 92 praf3
+%RDR + %RWDR“" + %RwaﬂDR’“’aﬁ - cM} L (©

onde 0 = +1, o, B, 7, ao, Bo, Y0, 1, B1, € Y1, sdo constantes arbitrarias, k? = 4k p,
e Ly é a Lagrangeana para a matéria, sendo

D—1

Kp = (g—:g) GDF2<7T13—_21>’ (3)

2
a constante de Einstein D-dimensional para D > 3 (ver Apéndice A). Aqui Gp é a
constante de Newton em D-dimensoes (D > 3), e I' é a fungdo gama. Note que kp
reduz-se a seu valor usual em quatro dimensoes, a saber kp = 8r(G4. Observamos
também que a constante de Einstein em D = 3 nao pode ser relacionada a G3, uma vez
que a RG em trés dimensoes ¢ trivial e, como consequéncia, nao tem limite Newtoniano.
No entanto, por uma questao de simplicidade, k3 serd usado a partir de agora como o

simbolo para a constante de Einstein em D = 3, embora nao esteja relacionado a Gs.
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Para verificar nossa conjectura precisamos conhecer o potencial classico. Portanto,
para ser bem sucedido na tarefa de verificar a suposicao em questao, é util de ante-
mao construir uma prescri¢ao simples para o calculo do potencial mencionado. Quanto
mais facil a prescrigdo, maior serd sua utilidade. Logo, no Capitulo 1, construimos
um método simples para calcular o potencial classico D-dimensional para os modelos
gravitacionais baseado no funcional gerador. Utilizando essa prescricao, verificamos a
conjectura para modelos gravitacionais D-dimensionais de quarta e sexta ordem nos
Capitulos 2 e 3, respectivamente. Ressaltamos que no Capitulo 2 uma atencao especial
¢ dedicada a NMG, uma vez que uma anélise cuidadosa desse modelo forneceu os ingre-
dientes que nos levaram a formular a conjectura. Apresentamos também uma discussao
da unitariedade ao nivel de arvore dos modelos acima mencionados. A finalidade desse
estudo é confirmar a premissa geral de que modelos gravitacionais de ordem mais alta
renormalizaveis sao nao unitarios. No Capitulo 4 apresentamos nossos comentarios.

Chamamos a atencao para o fato de que nossa discussao é restrita aos modelos
locais onde o propagador tem polos simples e reais.

Os detalhes técnicos sao relegados aos Apéndices.

13



Capitulo

Prescricao simples para o calculo do
potencial D-dimensional para modelos

gravitacionals

Uma prescri¢ao simples para calcular o potencial classico D-dimensional relacionado
a modelos gravitacionais ¢ obtida através de um método baseado no funcional ge-
rador. Essa prescricao serd empregada como suporte para examinar a premissa de

que sistemas de ordem superior renormalizaveis tem um potencial classico finito na

origem.

1.1 Introducao

De tempos em tempos, novos e interessantes modelos gravitacionais sao propostos
com o objetivo de superar os obstaculos inerentes a descricao tedrica da interacao
gravitacional. No entanto, todos esses sistemas devem, inevitavelmente, reproduzir
a energia gravitacional Newtoniana no limite nao relativistico, mais uma correcao a
mencionada energia. Assim, é extremamente importante ter uma receita facil na mao

para encontrar este potencial, de forma que seu comportamento infravermelho possa
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ser analisado com rapidez e eficiéncia.

Existem, obviamente, muitos métodos poderosos na literatura que permitem cal-
cular o aludido potencial. Infelizmente todos esses métodos, além de exigir excessivos
calculos algébricos, sao também, como consequéncia, procedimentos muito demorados.

Entao, precisamos conceber um método em que os obstaculos acima mencionados
possam ser superados ou, pelo menos, reduzidos a um minimo. Para isso, construimos
na Secao 1.2 uma prescricao simples para calcular a energia potencial de modelos
gravitacionais D-dimensionais, que depende fortemente das integrais de trajetéria de
Feynman [31-33]. O ingrediente principal do método é um “propagador” no espago
dos momentos, obtido descartando-se todos os termos do propagador usual que sejam
ortogonais as correntes externas conservadas, e fazendo-se em seguida £ = 0, onde k*

é o momento da particula trocada [34].

1.2 Uma prescricao simples para o calculo da ener-
gia potencial interparticulas em sistemas gravi-
tacionais D-dimensionais

Da TQC sabemos que o funcional gerador para os diagramas de Feynman conexos,
Wp(J), esta relacionado com o funcional gerador Zp(7) para teorias de gravitagao

linearizada por Zp(T) = ¢r(1) [31-33], onde

WoT) = =2 [ [ @ty @Dasle ~)T0). (LD

Aqui T (x) (= T""(x)) € D,.ap(z — y) sdo, respectivamente, a corrente externa con-
servada e o propagador.

Agora, tendo mente que

D#V,aﬁ(x - y) = / (27T)D€ik($7y)D;w,aﬁ(k)a



() = [ e ),

nds obtemos

D
Wi (T) = —-2 o

2 | (2m)P “ (k) Puvas (K)T (),

onde P, .s(k) é o ‘propagador modificado’ no espago dos momentos obtido negligenci-

ando todos os termos do propagador usual de Feynman que sao ortogonais as correntes

externas conservadas [34].

Assumindo entao que a corrente externa conservada ¢é independente do tempo, ob-

temos, da equacao precedente

Wp(T)= "R / @fﬂ%[a(kowpwﬁ(k)

N P —)

onde o intervalo de tempo T é produzido pelo fator [ dz°.

Manipulagoes algébricas simples, por outro lado, reduzem (1.2) a forma

dD—lk .
5 Punas(k) A7 (k),

Wi(T) = —kpT / o

onde Pumaﬁ(k) = Puvap(k)|ro—o, €

Auu,aﬂ(k) E//dD—lde—lyeik(y—x)TW(fF)QTQB(y).

(1.2)

(1.3)

Agora, no caso especifico de duas massas M; e M, localizadas, respectivamente, em

aj; e ap, a corrente assume a forma
T (1) = 77“0771'0[ M (x — ay) + MadP L (x — az)].
Sendo assim,
AB(K) = M, Mye™Tph0y0500,50
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onder = as — aj.

Como consequeéncia,

Wp(T) = —/{DT(;\/[;)% / dP " ke™ ™ Pyg 00 (k). (1.5)
Por outro lado,
Zp(T) =< 0le”"HrT|0 >= e~ "EPT (1.6)
o que implica em
Ep = (1) (1.7)

T

Logo, a energia potencial gravitacional interparticulas D-dimensional pode ser cal-
culada através da simples expressao

My M,

Ep(r) = KDW

/ dP ' ke™ T Pyg 00 (k). (1.8)

Consequentemente, o potencial gravitacional D-dimensional proveniente de uma

massa M em repouso é dado por

M

VD(T') = KJDW

/ dP~ ke™ Pyg 00 (k). (1.9)

Usando a prescricao acima descrita é possivel testar a conjectura mencionada facil-

mente, como serd demonstrado nos préximos dois capitulos.
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Capitulo 2

Verificando a conjectura para sistemas

oravitacionais D-dimensionais de quarta

ordem

A prescrigao é empregada como suporte para examinar a premissa de que sistemas de
ordem superior renormalizaveis tem um potencial classico finito na origem. Também
¢ mostrado que o oposto desta conjectura nao é verdadeiro, o que implica que a
finitude do potencial classico é uma condicao necessaria, mas nao suficiente, para a
renormalizabilidade do modelo. O sistema utilizado para verificar a conjectura neste
capitulo foi o modelo gravitacional D-dimensional de quarta ordem. Uma atencao

especial é dedicada & NOVA GRAVITACAO MASSIVA, uma vez que foi a anélise

deste modelo que inspirou nossa suposicao.

2.1 Potencial gravitacional D-dimensional de quarta
ordem

Para encontrar o potencial gravitacional precisamos de antemao calcular o propa-
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gador. No entanto, antes de obté-lo, vale lembrar que este calculo exige apenas o
conhecimento da parte quadratica linearizada do modelo. Por outro lado, uma vez que
o invariante de Gauss-Bonnet linearizado é uma derivada total em qualquer dimen-
sao do espago-tempo > 3 (a restricdo para D = 4 existe somente quando levamos em
consideracao a estrutura nao linear completa) [35], e, além disso, tendo o tensor de
curvatura e o tensor de Ricci o mesmo nimero de componentes em D = 3 [36], nds
podemos desconsiderar para o célculo o termo na agao (1) contendo waaﬁ para D > 2.

Para calcular o propagador lembramos que para pequenas flutuagées em torno da

métrica de Minkowski 7,,,, a métrica completa assume forma

G = Nuv + Khyy - (2.1)

Linearizando a Lagrangeana associada a parte quadrética da agao (1), ou seja

2
E(quartaordem) — /’g| UR + %RQ + ERQ (22)

K2 2 HY

através da equacao anterior e somando ao resultado a Lagrangeana fixadora de gauge,
Lo = %(6,17“”)2, onde v, = hyy — %nwh e A é um parametro de gauge (gauge de de

Donder), encontramos
1
C(quartaordem) éh,uu O,uu,aﬂ haﬁ; (23)

onde, no espago dos momentos,

0= o+w%2Hﬂ”+ﬁPm+EPWW—EVD—1ﬂ“W+PW“)+
4 2) ) 4N
2k2 D—1
+ [—(D—2w+mp—1mm%?+pﬁz +»4A}kﬁwﬂl (2.4)

Invertendo este operador encontramos o propagador para a gravitacao de quarta

ordem D-dimensional, a saber,

111 1 2\ 1 1 1
D(quartaordem) _ i P(2) _P(l) - P(O—s)
* k2 * o(D—2)|k*—mi k? *



4\ (D —1)m3 3
- po—w)
T BT oREE D -2 -
VD — 1m}
P(O—sw) P(O—ws) 2.
T Dokt —ml) * ’ (2:5)

onde {PW P2 . PO-ws)l ¢ o conjunto usual de operadores de Barnes-Rivers D-
dimensional, e

4o

_ﬁ’

4o(D — 2)
2 [4a(D — 1)+ Dﬁ] '

(2.6)

2
my

2
My

Aqui estamos supondo que nao existem taquions no modelo, o que implica em
m3 > 0em?>0.

Alids, o conjunto completo dos operadores de Barnes-Rivers D-dimensional no es-
paco dos momentos é dado por

1

1
P}EIQJ?HA = § <9MH0V)\ + 9u>\91m> - D— 19uuen/\a
pY zlew + 00wk + 0wy + 0w
AN 2 [T 2 HAX VK vAW K vEpA |
po-o _ L, p-w _
MU, RN T m rrYEN, 77209 S wul/wﬁ)w
(0—sw) (0—ws) 1
A S ﬁeuuwm A S ﬁwuﬂm,
onde 0, = Ny — % e Wy, = k,’;# sao, respectivamente, os operadores de projecao

vetorial transversal e longitudinal usuais. A tabela multiplicativa para esses operadores
¢ exibida na Tabela 2.1 [34].
A expressao para o propagador pode ser trivialmente obtida através de (2.5). Fa-

zendo os calculos apropriados chegamos ao seguinte resultado

1 1 1 [
P;w,aﬁ (k) = ;{ |i - Q + m} |:§(77;m771/)\ + nuAnun) -
1 n 1 1 1 @2.7)
D1 T D (D -2) |k K+ mg |
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Tabela 2.1: Tabela multiplicativa para os operadores de Barnes-Rivers

p2  pl1) pO-s)  pO0-w)  pO-sw) p(0—ws)

P® P® 0 0 0 0 0
PO 0 PO 0 0 0 0
PO=) 0 0 PO=3 0 plO=sw)
pO= 0 0 0 plO=w) 0 pO=ws)
pl==w) 9 0 0 pO=sw)q pO=9
L N Y Pl

Como consequéncia,

1/ D-31 D-2 1 1
W L(_D-31 _ 2.
Poo,oo(k) ( D_2k2+D_1kz+mg (D_1)(D—2)(k2+m3)>( i

g

Portanto, o potencial gravitacional D-dimensional gerado por uma massa estatica

M pode ser calculada através da expressao

V(quartaordem) (T) o kpM D -3 dD_lkeik~r _
p o(2m)P-1|D -2 k?

D—2 / A"k e, . 1 / d” 'k ey
- e ™.
D—-1J k2+m2 (D—-2)(D—-1) ) k2+m?

Fazendo as integracoes, encontramos (ver Apéndice B)

V(quartaordem)(r) _ kpM [D -3 2% <D — 3) _ D -2 (

m D=3
2) ’ K%(WQT)"’

b _0(27)% D —2rb=3 2 D—1\r
. 1 (mo>D23K )| (D =4,5) 2.9
D-1)D-2)\ o2 (mor =%9) (2:9)
e
uartaoraem KM
‘/S(q taord )(7’): 4‘(;_0_ [KO(mQT)_KO(mOT)}J (210)

em que K, e a funcao de Bessel modificada de segunda espécie de ordem v.

Tendo em conta que

Te "

K, (r) (1 + 0(%)) (r — 00), (2.11)
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¢ trivial constatar que (2.9) e o potencial gravitacional de Newton concordam assinto-
ticamente se, e somente se, 0 = +1. Portanto, assumiremos de agora em diante que
o =+1 para D > 3.

Para D = 3, a equagao (2.10) reproduz para r — oo, utilizando (2.11), o potencial
gravitacional relativo a gravitacao de Einstein tridimensional.

Antes de prosseguir, é importante chamar a atencao para o fato de que nossa dis-
cussao serd restrita a sistemas em 3, 4, e 5 dimensoes, pois somente nestes modelos é
possivel calcular o potencial gravitacional analiticamente.

Analisamos em seguida o comportamento para pequenas distancias do potencial

gravitacional relativo aos sistemas mencionados.

211 D=3

Lembrando que para z < 1 [37],

1 1 T
H—0B-29)— =) +.. 2.12
T (128(3 NGy ) e (2.12)

onde v é a constante de Euler-Mascheroni, podemos reescrever a expressao para o

potencial gravitacional (2.10) como

ks M mo  (mer)? Mo
Vi(r) = In %0 1—y—m 22 _
3(r) dmo [ " Mo N 4 TR
2
— (mZT) (1 —v—1In %) + ] . (2.13)

Portanto, quando r — 0, obtemos

M
V3(0) = 25 m

At mo

mo

(2.14)

Como resultado, em teorias gravitacionais tridimensionais de quarta ordem com-

pletas, isto é, modelos sem nenhuma relagao especial entre seus parametros, temos um
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potencial gravitacional que é finito na origem. No entanto, a NMG [23], por exemplo,
onde seus parametros sao ligados pela relacao 8a + 35 = 0, é singular na origem. Ob-

serve que o para estes sistemas é igual a -1. Analisaremos o modelo em questao na

Secao 2.4.

21.2 D=4
Levando em conta que K (r) = %% [37], imediatamente obtemos de (2.9)
K,4M 4 _ 1 —
Vil(r) = — 1——e ™ 4 —¢™mo ). 2.15
i) = gy ( 3¢ T3° ) (2:15)

Para verificar se Vj(r) é regular na origem, expandimos as exponenciais em r = 0
em séries de poténcia. Fazendo isso é facil verificar que a contribuicao dos termos
de ordem superior cancelam a contribuicao Newtoniana tornando o modelo livre de

singularidade. De fato, o potencial aludido pode ser escrito como

mo — 4m2

‘/4(7“) = MG4 3

+O(r). (2.16)

O cancelamento da singularidade ocorre porque os termos de ordem zero que con-
tém as derivadas de ordem superior produzem um coeficiente +1 responsavel pelo

anulamento do coeficiente -1 do termo original de Newton.

2.1.3 D=5

Sabendo que para x — 0 [37],

1 =z 1 )
Ki(z)~ ~+%l2y-1 —(2 ——)2
1(@) x+4{7 TR\ )T
1 10 T, T L
—2——)4 —In-|1+—4+—+...
+192<7 3)0 T 1+2n2{+8+192+ 1
podemos escrever Vs(r) como
I{5M
Vs(r) = _48(27T)2 Rm% - 9m%> <27 —1+2In T> +
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2

2
+mgln%—9m§ln%+... . (2.17)

Como consequencia, o potencial gravitacional de quarta ordem completo em cinco
dimensoes ¢ divergente na origem. Porém, se mZ = 9m2, este potencial é finito no
ponto citado. Consequentemente, encontramos um potencial nao singular na origem
em cinco dimensoes relacionado a gravitagao de quarta ordem [34], sendo seu valor

dado por

3ksMm31n 3
K|, =T

2.18
mgzgmg 327 2 ( )
Vamos entao verificar nossa conjectura para gravitagao de quarta ordem em D-

dimensoes.

2.2 Testando a conjectura

De acordo com nossa conjectura, a condi¢ao necessaria para um modelo de ordem
superior D-dimensional ser renormalizavel é que ele tenha um potencial classico finito
na origem. Como acabamos de demonstrar, sistemas gravitacionais de quarta ordem
completos em D = 3 e 4 sao finitos na origem, enquanto que em D = 5 o modelo com-
pleto tem uma singularidade no ponto mencionado. Assim, se a conjectura esta correta,
ambos os modelos completos em trés e quatro dimensoes podem ser renormalizaveis,
enquanto em cinco dimensoes deve ser nao renormalizavel.

Agora, como os modelos gravitacionais completos de quarta ordem em D = 3 e 4
sao renormalizaveis [21,28], eles concordam com nossa conjectura, pois como acabamos
de demonstrar, eles nao tém uma singularidade na origem.

No que diz respeito ao sistema de cinco dimensoes, é trivial mostrar por contagem
de poténcia que o modelo completo é nao renormalizavel. De fato, neste caso, o grau
de divergéncia superficial é dado por

5:5+%(§:(n—2)Vn—E), (2.19)

n=3
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o que mostra claramente que o sistema é nao renormalizavel desde que ¢ torna-se
maior a medida que o nimero de vértices aumenta. Lembrando que esse modelo é
divergente na origem, ele esta de acordo com nossa suposicao que afirma que os sistemas
renormalizaveis devem ser sempre finitos na origem.

Por outro lado, o potencial gravitacional em relacao a NMG ¢é divergente na origem,
como veremos na Sec¢ao 2.4. De acordo com nossa conjectura, a NMG deve ser nao
renormalizével, e de fato ela é nao renormalizdvel conforme [28].

J& o modelo em cinco dimensdes, com seus parametros ligados pela relagio m3 =
9m3, tem um potencial que é livre de singularidade na origem. Ainda assim, este
modelo especifico é nao renormalizavel por contagem de poténcias. No entanto, ele
também estd de acordo com nossa conjectura.

Note que nossa suposicao diz que a existéncia de um potencial cléssico livre de
singularidade na origem é uma condicao necessaria, mas nao suficiente, para a renor-
malizabilidade da teoria.

Ou seja,
e Potencial finito na origem = Pode ser renormalizavel ou nao

Por uma questao de completeza, discutiremos agora a unitariedade ao nivel de

arvore dos modelos gravitacionais de quarta ordem.

2.3 Unitariedade de sistemas gravitacionais de quarta
ordem

Em 1986, Antoniadis e Tomboulis [29] argumentaram que a presenca do ghost mas-
sivo de spin-2 no propagador nu era inconclusiva, ja que esta excitacao era instavel. De
acordo com eles, a posi¢ao dos polos complexos no propagador vestido é explicitamente

dependente de gauge. Utilizando argumentos padroes da TQC, eles concluiram que as
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teorias de GOS sao unitérias. No ano seguinte Johnston [30] provou que as conjecturas
de Antoniadis e Tomboulis nao eram verdadeiras, uma vez que o par de pélos comple-
x0s que aparecem no propagador re-somado sao independentes de gauge, implicando
na nao unitariedade das teorias de gravitacao com derivadas de ordem superior.

Veremos agora que os modelos gravitacionais completos de quarta ordem sao nao
unitarios em D = 3,4 e 5. Para isso, faremos uso de um método pioneiro desenvolvido
por Martinus Veltman [38], que tem sido amplamente utilizado desde que foi concebido.
A prescricao consiste em saturar o propagador com correntes externas conservadas e
calcular depois os residuos nos polos simples deste propagador saturado (PS). Se os
residuos em todos os pdlos sao positivos ou nulos, o sistema é unitario ao nivel de
arvore, mas se pelo menos um dos residuos é negativo, o modelo é nao unitario ao nivel
de arvore.

Para D = 4 e 5 obtemos de (2.7) o propagador saturado no espa¢o dos momentos

(note que escolhemos o = +1 pelas razoes ja explicadas)

PS(k) = T, (k) D" (k) Tap(k)
A B n C
k2 k2—m3  k?2—md
Aqui,
T2 T2 T2
A=T? — B=T? - —— C=
e D -2’ e pD—-1’ (D—-1)(D—-2)’
onde T, ¢ a corrente externa conservada, sendo T}, = T,,.

Agora, tendo em conta que [34]

> 0, (2.20)

chegamos a conclusao que

RGS(PS)|k2:O > O,
Res(PS)|r2—mz > 0,
Res(PS)|j2—mz <0,
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o que mostra que a gravitacao de quarta ordem ¢é nao unitaria para D =4 e 5.

Se D = 3, os resultados encontrados estao apresentados na Tabela 2.2.

Tabela 2.2: Sinais dos residuos do PS mnos pélos k? = 0, k* = mi, k* = m3

relacionados a gravitacao de quarta ordem completa em trés dimensoes.

D=3 c=+1 o=-1
Res(PS()hes =0 —
Res(PS(k))|x2—m2 >0 <0
Res(PS(k))|2=m2 <0 >0

Assim, a gravitacao tridimensional de quarta ordem completa é nao unitaria para
o = £1. Além disso, também é renormalizavel [28].

NMG, por sua vez, é unitéria ao nivel de arvore e nao renormalizével (ver Segao
2.4), enquanto a gravitagao de quarta ordem em cinco dimensoes, com seus parametros
limitados pela relacio m2 = 9m2, é nao unitéria e nao renormalizével por contagem de
potéencia.

Os resultados precedentes confirmam, como esperado, que qualquer modelo de gra-

vitagao de ordem superior renormalizavel é sempre nao unitario.

2.4 Nova Gravitacao Massiva: de onde surgiu a
ideia da conjectura

Agora, dirigimo-nos a questao da NMG [23]. Nosso principal interesse nesse sis-
tema deve-se ao fato de que foi através da analise de suas propriedades que a ideia
da conjectura veio a tona. Como é conhecido, este modelo suscitou grande interesse

na comunidade cientifica quando foi concebido, por ser um modelo de gravitagao de

27



ordem superior unitario ao nivel de arvore. De fato, os sistemas gravitacionais de or-
dem superior unitarios ao nivel de arvore sao extremamente raros na fisica. Por outro
lado, a referida teoria causou considerdavel controvérsia no que diz respeito a sua re-
normalizabilidade. Como jé dito, foi reivindicado inicialmente ser renormalizavel por
Oda [27], sendo alguns anos depois mostrado ser nao renormalizdvel por Muneyuki e
Ohta [28]. E exatamente o desacordo entre esses resultados que discutiremos através de
nossa conjectura. No entanto, por razoes de clareza, comecamos por apresentar alguns

pontos importantes para o sistema em questao.

2.4.1 Unitariedade ao nivel de arvore

A partir de (2.5) é simples obter o propagador saturado, isto é

1r1 1 1
psiy= Lo L]l -l
(k) olk? kK2—m3ll" 2 *
1 1 1 1
|- =+ 5—|=T 2.21
+5 k2+k2—m§}2 (221)
A Equacao (2.6), por sua vez, fornece as restri¢oes
o o
- <0, —>0. 2.22
B " 8a+ 30 (2:22)

Agora, os residuos do PS(k) nos pélos k? = m3, k* =0, e k* = mZ sao, respectiva-

mente,
Res(PS S 2.2

es(PSieang = = (T = 57°) |, o (2:23)
Res(PS)|xe = l(T2 - T2> (2.24)

A k2=0’
Res(PS)| ! <T2) (2.25)

€S 2_m2 — T . .
K=mq 20 k2=m3

Dal, chegamos a conclusao que Res(PS)[p2—mz > 0 se 0 = —1 (que assumimos ser

o caso a partir de agora), e Res(PS)|x2—o = 0. Como resultado, ndo precisamos nos
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preocupar com esses polos. O pélo problemético é k* = mg, ja que Res(PS)|j2—,2 < 0.
Uma maneira de sair dessa dificuldade é considerar o limite mg — oo do modelo em
discussao, o que nos leva a concluir que a = —% . Assim, a classe de modelos definida
pela Lagrangeana,

EZ\/ |g|[—§+§(R#V—§R s (226)
onde k% = 4ks, estao livres de fantasmas ao nivel de arvore. Por razdes de conveniéncia,

substituimos /3 por H%m%. A Lagrangeana resultante,

2R 2 3
L = —- =+ —=| R, - =R*||, 2.27
wio = V| - 25+ e (2 5 (2.27)
define o famoso sistema chamado de Nova Gravitagao Massiva [23-26].

Neste ponto, é interessante lembrar alguns comentéarios que, num certo sentido,

previam a nao renormalizabilidade da NMG.

e Nao esta claro se a relacao particular entre o e § ird sobreviver a renormalizacao
em um dado loop, ou mesmo em um loop. Em outras palavras, a unitariedade

além do nivel de arvore tem que ser verificada [39].

e Muito provavelmente, a NMG é nao renormalizavel, uma vez que s6 melhoram

as projecoes de spin-2 do propagador, mas nao a projegao de spin-0 [40].

Sem duvida essas observagoes anteciparam por alguns anos a prova definitiva rela-

cionada & nao renormalizabilidade da NMG.

2.4.2 Potencial gravitacional

De (2.10) obtemos sem qualquer dificuldade

IigM
4

VNMg(T) = — Ko(mg”f’). (228)
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Note que o potencial relativo a NMG tem uma singularidade logaritmica na origem.
Vame(r) — 0 quando r — oco. E no limite my — 00, Vame(r) — 0, reproduzindo desta

forma o potencial gravitacional tridimensional usual.

2.4.3 Discussao da renormalizabilidade da NMG através de

nossa conjectura

De acordo com Oda [27], NMG ¢ renormalizavel. No entanto, o autor cometeu um
erro ao considerar a NMG como um modelo gravitacional tridimensional completo (com
o = —1), sendo este dltimo renormalizavel. Em outras palavras, embora a NMG tenha
origem no modelo gravitacional completo (ver Figura 2.1), o sistema em discussao tem
uma restricdo entre seus parametros (o = —g ). E exatamente essa relagao entre
os parametros o responsavel pela quebra da renormalizabilidade do modelo completo,
como foi demonstrado por Muneyuki e Ohta [28].

Examinando o grafico mostrado na Figura 2.1, vemos claramente que a medida
que my torna-se cada vez maior, o potencial completo V3(r) com o = —1 e mgy < mg
(ver (2.10)) rapidamente se aproxima do potencial relativo a NMG e eventualmente
eles coalescem. Vale a pena mencionar que para chegar ao potencial da NMG a partir
do potencial completo acima, este ultimo deve necessariamente tornar-se singular na
origem, o que ocorre no limite mg — oo. E notével que esta é precisamente a con-
digcao para evitar ao nivel de arvore, o fantasma massivo de spin-0 que “assombra” a
gravitagao de quarta ordem tridimensional completa. Consequentemente, a presenca
da singularidade na NMG estd correlacionada com a auséncia de fantasma ao nivel de
arvore. Em outras palavras, unitariedade ao nivel de arvore e a existéncia de uma sin-
gularidade no potencial parecem estar entrelagadas. Na Figura 2.2, o comportamento
da gravitagao de quarta ordem completa em trés dimensoes é representado no que diz
respeito a sua unitariedade, renormalizabilidade, e a existéncia do potencial gravitacio-

nal finito na origem. Esta figura demonstra que em trés dimensoes um sistema unitario
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¢ nao renormalizavel, estando conectado a um potencial singular na origem, enquanto
um modelo renormalizavel estd relacionado ao potencial finito na origem, sendo além

disso nao unitario. Curiosamente, foi exatamente a analise deste modelo que nos levou

a propor a conjectura analisada neste trabalho [25].

Vi)

iz

0
e s

T Vy(r)(e = -1, m; <=my)

| Vipge (1)

Figura 2.1: Potencial gravitacional para ambos, o modelo gravitacional de quarta ordem

completo em trés dimensdes com 0 = —1 e mg < mg (linha continua) e a NMG (linha

tracejada).
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Full tridimensional fourth-order gravity
og=4+1

=1 g=+1

Renormalizable Renormalizable

Nonunitary Nonunitary
V, (0) finite V7, (0) finite

NMG

Nonrenormalizable
Tree-level unitary
Vi (0) divergent

Figura 2.2: Renormalizabilidade, unitariedade, e o potencial gravitacional na origem

referente a gravitagao de quarta ordem completa em trés dimensdes (o = +1) .
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Capitulo

Examinando a conjectura para modelos
oravitacionais D-dimensionais de sexta

ordem

A prescrigao é agora empregada como suporte para examinar a mesma premissa, a
de que sistemas de ordem superior renormalizaveis tem um potencial classico finito
na origem. O sistema utilizado para verificar a conjectura neste capitulo foi o modelo
gravitacional D-dimensional de sexta ordem. Novamente é mostrado que o oposto

desta conjectura nao ¢é verdadeiro, o que implica que a finitude do potencial classico é

uma condicao necessaria, mas nao suficiente, para a renormalizabilidade do modelo.

3.1 Potencial gravitacional D-dimensional de sexta
ordem

Uma vez que estamos interessados apenas na parte linear da agao (2), ndo levamos

o termo 7y em consideracao. Por outro lado, a parte quadratica da acao resultante
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pode ser escrita como

1 1
[(sextazordem) / dz |9|7[2R+§RF1(D)R+
K
1 v 1 prof3
+5 B Fa(O) R + 2 Ry Fy(O) R (3.1)

onde
Fi(O) = ag + a0, F>(O) = By + 410, F(O) = v 0.
Agora, na aproximagao de campo fraco obtemos
RuasF3(O)R™* = AR, F3(0)R" — RE3(0)R + 0Q + O(h?). (3.2)

Substituindo (3.2) em (3.1), encontramos

1 |
(sexta—ordem) __ D o _ _
I - /d Vgl [2R+ 2R<F1(D) Fg(D)>R+
1
+§RW<FQ(D) + 4F3(D))R“”} . (3.3)

Fazendo as seguintes redefinicoes,

chegamos a conclusao de que a parte quadratica de nossa agao original se reduz, nesta

aproximacao, a
sexta—ordem 1 Qo 50
J(sexta—ordem) /dDa: \g\§{2R+ 71%2 + ERiﬁ
+%RDR + %RWDR“”] . (3.4)

Tomando a mesma série de acoes que utilizamos para verificar nossa conjectura

relacionada com modelos de gravitacao de quarta ordem em D-dimensoes, obtemos
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que o propagador relativo aos sistemas de sexta ordem pode ser escrito, no espaco dos

momentos, como

1 1 m3 m3
D(k) = — S + P2 _
(k) {kQ +m§+ —m3 (k2—m%+ k2 —m32.
1 1 1 ma mg+
_ = - PO=) 4 (.)(3.
D -2 {k? m%+ — mg_ <k2 m3+ k2 m%_ +(-)(3.5)

Aqui, (...) representa o conjunto de termos que sao irrelevantes para o célculo do

potencial, e
16
2 Bo (1:|: 14 51)’
B
s> S

in ZQ_ﬁl
A(D = 2)&
i (1 - 105

onde fl = (D - 1)041 + %ﬁl (l = O, 1)

Como consequéncia,
2

D-31 1 1 mg_ mg,
2\ k2 + ma k2 +mi

K) = — Bl
Poo.oo (k) D_2k2+(D—1)(D—2)m3+—mo,
D —2 1 ( ms_ mi )

_D—lmi—mi k2 +m3, K2+ mi

Segue que o potencial gravitacional D-dimensional para modelos de sexta ordem é

dado por
2 2
k3 M my_ my
Va(r) = { Ko(mg,r) — ———Ko(mo_r) —
4 | 'mg, —mg_ * mg, —mg.
ms_ m3,
) D) KO(mQJ,-T) + ﬁK(J(mQ_T) 9 (36)
my, —m; 2, — My
kpM (D —32" (D-3
Volr) = _(27T)D21{D 27’D_3F( 2 )_
1 m2 D=3
0 mo, \ °?
_ Ko
TG T o () Kt



1
+

2 D—-3

D—2 mj

(D —=1)(D =2)mg, —mj_

m T2
0+ (TTLQ_ > Kp_s (mo_r) +
r 2

D-3

2

2
D_1m2+_m27

D-2 mj,

(m2+) K%(mQJrT) _

r

D—-3

2

o 2
D_1m2+_m2_

. (3.7)

<mL>ZZK%4mLM}(D:4j)

Vemos, usando (2.11), que (3.7) e o potencial gravitacional de Newton coincidem
para r — oo, enquanto (3.6) e o potencial gravitacional usual associado a teoria tridi-
mensional de Einstein concordam assintoticamente.

Vamos fazer uma andlise do comportamento proximo a origem do potencial gravi-

tacional que acabamos de encontrar.

3.1.1 D=3

Levando (2.12) em consideragao, encontramos que para r < 1, (3.6) assume a forma

V() = k3 M (m% lnmz+ — m§+ Inmsy B
47 ms, —m;_
mg_Inmg, —mg, Inmg_ -
— m%Jr 7 ) (3.8)

Consequentemente, o potencial gravitacional tridimensional de sexta ordem é finito

na origem e tem o seguinte valor

kM (m5 Inmy, —m3 Inmy_ mg Inmg, —mg, Inmg_
V3(0) = 1 3 — 3 . (3.9)
T m3, —m3. mg, —mg_
3.1.2 D=4

Neste caso, o potencial gravitacional é dado por

kaM (1 1mg_e M+ —mg e mo-"
Vi(r) = ——+- - —
a(r) dmr ( 2 6 m%+ —m3_
_gmgf 6_m2+r - m%+6_m2_r (3 10)
3 ms, —mj_ '
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Expandindo as exponenciais em r = 0, obtemos

Vi(r) =

2 2 2 2
koM (2 My Mo, — My, Mo 1 MG Mo, — Mg, Mo_

= ) + O(r)(3.11)

2 2 2 2
Assim, o potencial gravitacional para a gravitacao de sexta ordem em quatro di-

mensoes ¢ finito na origem, sendo seu valor neste ponto igual a

Vi(0) = ’“M(

47

2 2 2 2
2m2_m2+ _m2+m2_ 1m0_m0+ _m0+m0_

). (3.12)

3 ms, —ms_ 6 mg, —mg_
3.1.3 D=5

E f4cil mostrar que se r < 1, (3.7) reduz-se, para D =5, a

ksM (3 mymy mp, 1 mEmi mg
Velr) = W{_ng ++mz 1nm+ 24 m2 +—m2 lnm++... /(3.13)
24 2_ 2_ 0+ 0_ 0-
que converge para um valor finito na origem, que é igual a
2 .2 2 .2
V5(0) = —Ww§mﬂwlﬁm—inm%-m%+.wﬂ)
(2m)2 | 8m5, —m3  ma. 24mg, —m§  mo_

Examinemos agora nossa conjectura para modelos de gravitacao D- dimensional de

sexta ordem.

3.2 Verificando a conjectura

Nao é dificil verificar por contagem de poténcia que a divergéncia superficial rela-

cionada aos modelos em questao pode ser escrita como

o0

6-D _ 6-D
0=D+-——FE-— > (n=2)V. (3.15)

n=3

Portanto, concluimos que

e 3 <D <5 =) diminui a medida que o nimero de vértices aumenta = super-

renormalizavel.
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e D =6 = ¢ é independente do nimero de vértices = renormalizavel.

e D > 7 = ¢§ aumenta a medida que o numero de vértices aumenta = nao-

renormalizdvel.

Uma vez que o potencial gravitacional s6 pode ser calculado analiticamente para
D = 3,4, 5, restringimos nossa analise a essas dimensoes.

Por outro lado, provamos que o potencial gravitacional para os modelos completos
¢ finito em r = 0 nas dimensoes acima. Assim, estes modelos estao em total acordo
com a nossa suposicao que exige que eles devam ser nao singulares na origem.

Para completar, estudaremos finalmente a unitariedade dos modelos mencionados.

3.3 Unitariedade dos modelos gravitacionais de sexta
ordem

A partir de (3.5) verificamos que o propagador saturado é dado pela expressao

PS(ky= —|T,T"— —T? — +
(F) kQ(“ D -2 >+[m§+—m%_<k2—m§+ k% —m32. X
1 1
T,T" — —T?%) —
X(“ D—1 ) PENED
1 mg mg,
- T2, 3.16
X{ma—ma(k?—ma k?—maﬂ (3.16)
Assim,

Y

1
Res(PS(k))|pe—o = (TWT“” — —2T2)

D - k?=0
Res(PS(k))|poyz — ms_ (T O TQ)
2*771 - _— Iy —_ ,
ey m§+ - m%, ! D—1 k2:m%+
Res(PS(k))|s2emz = —m—%* T, T — — T
We=ma_ m3, —m3 \" " D—-1 Kemm?
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Res(PS(k))| - ! Mo (3.17)
k2=mg, — (D-1)(D—-2)md, —m ~ le=mz’ ‘

Res(PS(k))| _ ! Mo (3.18)
Bems = DD —2)md, —md " liemmp ‘

Nosso préximo passo é obter os sinais relacionados aos residuos. Para fazer isso,

2
2+

2 2

no entanto, precisamos saber de antemao como m3, e m3 , bem como mg, € mg_ sao

ordenados. Para facilitar esta tarefa, redefinimos os seguintes parametros
2 4 2 4
Qo = K™, Qq — K, Bo = £~ Bo, B1 = KB,

o que implica que em termos desses parametros redefinidos, as massas mi e md N

assumem a forma

B 2/<251 53

4(D -2
mg, _%20& (11\/1—%) (3.20)

onde & = (D — 1)ay + %,81 (I =0,1). Na verdade, estamos interessados nas seguintes

m2, bo <li 1+16Bl>, (3.19)

regioes nos espacos paramétricos

Qp = {(50751) € R?

ﬁ2m§+ >0 e k'm; > 0},

Qe = {(50,51) € Rz‘ ngma >0 e k*mi > O},

(Bo, B1) € Qs e (&0,&1) € Qs}‘

0, = {(Oéo,al) <4§0 — Dpy 46 — DBl) c R

AD-1) 4D-1)

Levando (3.19) e (3.20) em conta, podemos escrever

Qﬁ:{(ﬁo,ﬁl)€R2‘ Bo<0 e —53/16<51<0},
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0= {(@e) e[ 6 >0 0 <gup-2]

Como resultado, verificamos que nessas regioes as massas sao ordenadas como se
segue
2 2 2 2
my, >my e mg, >mg . (3.21)

Agora, de (2.20) e (3.21), chegamos a conclusao que

Res (PS(k)) |k2—0 > 0,
Res (PS(k)) |k2:m%+ > 0, Res (SP(k)) lk2=mz <0,

Res (PS(k)) |k2:mg+ <0, Res (SP(k)) [k2=mz > 0.

Consequentemente, o conteiido de particulas do modelo é composto por trés parti-
culas “saudaveis” e dois fantasmas, o que mostra claramente que a gravitacao completa
de sexta ordem ¢ nao unitaria.

Os resultados acima demonstram que os modelos renormalizaveis de gravitacao de

ordem superior sao nao unitarios.
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Capitulo

Consideracoes finais sobre a

renormalizabilidade

Verificamos que os modelos gravitacionais de ordem superior renormalizaveis pos-
suem um potencial classico livre de singularidade na origem. Especificamente, os sis-
temas gravitacionais de quarta ordem em D=3 e 4 (modelos completos), e os sistemas

de sexta ordem em D=3, 4 e 5.
e Teoria renormalizavel = Potencial finito na origem

Consequentemente, modelos que divergem na origem serao nao renormalizaveis,
conforme visto no sistema de quarta ordem em D=5 (completo) e na NMG.
O inverso nao é necessariamente verdadeiro, como ja visto no modelo de quarta
d i di 0 ametros ligad la relacao m2 = 9m?
ordem em cinco dimensoes, com seus parametros ligados pela relacao mg = 9m3, que
tem um potencial que ¢ livre de singularidade na origem. E apesar disto, é nao renor-

malizavel por contagem de poténcia.
e Potencial finito na origem = Pode ser renormalizavel ou nao

Considere mais um exemplo com o sistema gravitacional em quatro dimensoes de-

41



finido pela Lagrangeana [17]

\/E( R+'R %RDR+bORiV),

em que as massas dos modos relacionados aos termos de ordem superior sao dados por

9 3(1,() + bo + \/(3&0 + b0)2 — 24&1/‘{,_2

m(O):t B 6@1 ’
4

2 _

(4.1)

Aqui m(9) e m(g)4 sao excitacoes fantasmas, enquanto m ) é um modo "saudével” [12].

Neste cenario, o potencial é dado por

2
V4(7’) — _G4M [1 _ ée—m(z)r + 1 <2Tn(—0)26—m(0)+r +
r 3 3 Mig)— — Mig)+
m2
b )], (12)
Mo+ = M 0)-

e, como consequencia, na regiao proxima a origem assume a forma

4 Lm)1m) - (mo)+ = m@)-)
3 3 My, —mp,

Portanto, o potencial é finito em r = 0. No entanto, o modelo em questao é nao
renormalizavel por contagem de poténcia, o que implica que a finitude do potencial
classico na origem é uma condigao necessaria, mas certamente nao suficiente, para a
renormalizabilidade do modelo.

Também confirmamos a premissa geral de que os modelos gravitacionais de ordem

superior renormalizaveis sao nao unitarios.
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Apéndice A

Constante de Einstein D-dimensional

Como é bem conhecido, a equacao de Poisson D-dimensional pode ser escrita como

D—1
2r 2

— P
r(5)

Vio¢p(x) = Gp (A1)

onde p é a densidade de massa.

Por outro lado, a métrica de Schwarzschild em coordenadas isotropicas é

1+ 3pp(x)]° 1 53
ds® = {—1 - icpp(x)] dt®> — [1 — §¢D(x)1 X
2

x {(dxl)Q T (del)Q]. (A.2)

No limite Newtoniano, isto é, longe das distribuicoes de massa, a métrica anterior

assume a forma

2

ds? = [1+2¢D(x)}dt2 - {1 - wp(X)} x

-3
2 2
| (a4 (22)], (A3
A partir das equacoes de Einstein, ou seja, G, = kpT},,, achamos entao

D -2
Goo = kpp = D—_BVQD_MD(X)- (A.4)
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Portanto, chegamos a conclusao que

D—1

D -2 2m 2
= D—3G0p(u)

2

(D > 3). (A.5)
Em D = 3, k3 nao pode ser relacionado a GG3. No entanto, para simplificar, kg é

usado em geral como simbolo para a constante de Einstein tridimensional, embora nao

esteja relacionado a G [34].
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Apéndice B

Algumas integrais relevantes

As integrais relacionadas aos modelos tratados no texto podem ser genericamente

escritas como

dDilk ik-r
/ G (e (B.1)

Agora, tendo em mente que

dP~'k . 1 1 ©
/ ! (KD = <2w>f’;lﬂ?/o 7% f(2)Joza(ar)de(D > 2), (ver Ref. 13)

onde = = |k|, prontamente encontramos os seguintes resultados

dP—1k eikr 1 1 * p_s 1 1
— _ - - 7
/(QW)D—l K2 (27T)D51 TD—3/O y 2 Jo-s(y)dy o1, D)

dP-1k ek 1 1 [ 5 1 1
= Jp- dy = ————-=T )
| G <2ﬂ>;1rﬂ—3/o 7m0 = s o)

Aqui,

ID:/ Y7 o (y)dy, (B.2)
0
(§]
o B
0= [ ey



Da Referéncia [37], obtemos

s (D-3
Ip = 2[’2"’P(T> (D = 4,5),

In(r) = (mr)"2 Kps(mr) (D =3,4,5).

2

Portanto,
dP—1k ekr 1 2% _(D-3
D1 2 D1 D_3F (D =4,5),
(2m) k (2m)z T 2
dP~k ek 1 m\ 7
= — Kbp- D =3.4.5).
/(QW)Dl k2 + m?2 (2#)% (r> %(mr) ( 3,4,5)
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Parte 11

VIOLACAO DO PRINCIPIO DE
EQUIVALENCIA CLASSICO,
MAS NAO DO FRACO, EM

EXEMPLOS SEMICLASSICOS E

QUANTICOS
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O Principio de Equivaléncia (PE) estd intrinsecamente ligado a histéria da teoria
da gravitacao e desempenhou um papel importante no seu desenvolvimento. Newton
considerou esse principio uma pedra angular da mecanica, ao ponto de dedicar a ele o
primeiro paragrafo do famoso Principia [1].

O PE tem sido objeto de muitos debates ao longo do tempo [2-15]. Uma ques-
tao natural sempre é colocada: qual é a conexao entre o PE e a mecanica quantica?
Algumas pessoas acreditam que a mecanica quantica e o chamado Principio de Equi-
valéncia Fraco (WEP, do inglés “weak equivalence principle” ) nao podem coexistir
pacificamente. Na realidade, existe uma certa confusao entre o chamado Principio
de Equivaléncia Classico (CEP, do inglés “classical equivalence principle” ) da teoria
Newtoniana e o WEP. Muitos pesquisadores sao levados ao equivoco comum de que
eles coincidem mesmo de forma nao local (ver por exemplo [16-20]). Parece que estas
discussoes, nas quais as pessoas tem diferentes pontos de vista, tém sua origem na
maneira de tratar os conceitos de localidade e nao localidade.

Como ¢é conhecido, os testes quanticos do PE sao radicalmente diferentes dos clas-
sicos, porque as descricoes classicas e quanticas do movimento sao fundamentalmente
diferentes. Em particular, a universalidade da queda livre (UFF, do inglés “universality
of free fall” ) possui um significado claro no contexto classico. Agora, como a UFF e o
WEP devem ser entendidos em mecanica quantica é um ponto muito mais sutil. Em
geral, é assumido implicitamente que a mecanica quantica é valida no referencial de
queda livre associado aos corpos de teste classicos. No entanto, um problema inevitavel
em relagao aos objetos quanticos é a existéncia de spins semi-inteiros, que nao possuem
equivaléncia classica. Para as particulas de spin inteiro, o PE pode ser levado em conta
através do principio de acoplamento minimo (ver segoes C.1 e C.3 do Apéndice C);
enquanto o procedimento para acoplar um campo de spin 1/2 a gravitacao é muito
mais complexo e requer o uso de uma representagao espinorial do grupo de Lorentz

(ver se¢ao C.2 do Apéndice C).
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O experimento cientifico mais citado utilizado para apoiar a idéia de que, pelo
menos em alguns casos, a mecanica quantica e o WEP podem ser reconciliados, é o
experimento COW [17]. Embora esse teste, como devemos provar, estd de acordo com
o WEP, ele esta em desacordo com o CEP. Outro exemplo de violagao quanto-mecéanica
do CEP, mas nao do WEP, ¢é fornecido através da analise da queda livre em um campo
gravitacional constante de um objeto massivo descrito por sua funcao de onda V.

Ao nivel semiclassico, um evento interessante em que o CEP é violado, mas nao o
WEP, é o espalhamento ao nivel de arvore de diferentes particulas quanticas por um
campo gravitacional de ordem superior fraco externo. Recordamos de antemao que, na
teoria de Einstein, o espalhamento de qualquer particula por um campo gravitacional
fraco externo nao é dispersiva, o que, obviamente, estd de acordo com o WEP. Em
outras palavras, o angulo de deflexao de todas as particulas massivas serd exatamente
igual. O mesmo é valido para as particulas sem massa. Obviamente, o angulo de
deflexao sera diferente se a particula é massiva ou nao.

Sendo assim, uma questao crucial deve entao ser colocada: por que estudar a de-
flexao de particulas quanticas ao nivel de arvore no ambito da gravitacao de ordem
superior? Nao é dificil responder a esta pergunta. A gravitacao de ordem superior
¢ o unico modelo que ¢é renormalizavel juntamente com os seus acoplamentos com a
matéria, até agora [21]. No entanto, uma vez que esse sistema é renormalizavel, ele é
obrigatoriamente nao unitario [15,22]. Chamamos a atencao para o fato de que a rup-
tura da unitariedade é realmente um problema sério. Felizmente, trataremos apenas
da versao linearizada da gravitagdo de ordem superior, que é estavel [23]. A razao pela
qual ela nao diverge é devido ao “fantasma” nao poder ser acelerado, devido a con-
servacao de energia. Outra maneira de ver isso é analisando as solugoes de onda livre.
Observamos que este modelo nao esta em desacordo com o resultado encontrado por
Thomas Sotiriou e Valerio Faraoni [24]. De fato, apesar de conter um fantasma mas-

sivo de spin-2, como afirmado por esses autores, o fantasma aludido nao pode causar
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problemas [25].

Nosso objetivo principal aqui é mostrar que, em todas as situagoes descritas acima,
o WEP nao é violado, mas o CEP é.

Esta parte do trabalho estd organizada da seguinte forma.

No Capitulo 5 analisamos as diversas versoes do Principio de Equivaléncia, diferenciando-
as, e enfatizamos o fato do Principio de Equivaléncia Fraco (WEP), da teoria de Eins-
tein, ser um principio de equivaléncia local.

Discutimos no Capitulo 6 dois exemplos de violagao semiclassica do CEP, mas nao

do WEP, em um campo gravitacional. Em particular, estudamos:

e O atomo de Bohr gravitacional de Greenberger.

e O espalhamento de diferentes particulas quanticas ao nivel de arvore por um

campo gravitacional de ordem superior fraco externo.

Apés uma investigacao minuciosa de ambos os modelos, chegamos a conclusao de
que eles nao violam o WEP, mas nao estao de acordo com o CEP. No que diz respeito ao
segundo exemplo, vale a pena observar que os angulos de deflexao resultantes dependem
do spin e da energia. Além disso, os angulos de deflexao bem conhecidos (relacionados
a particulas massivas e ndo massivas) preditos pela RG sao recuperados através de um
processo de limite adequado.

No Capitulo 7 analisamos dois exemplos quanticos em um campo gravitacional
constante que violam o CEP, mas nao o WEP: o experimento COW e a queda livre em
um campo gravitacional constante de um objeto massivo descrito na mecanica quantica
pela funcao de onda V.

Nossas consideragoes finais sao apresentadas no Capitulo 8.

As longas contas relativas ao calculo das seccoes de choque nao polarizadas para
a deflexao de diferentes particulas quanticas por um campo gravitacional de ordem

superior fraco externo sao colocadas no Apéndice C.
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Capitulo

O Principio de Equivalencia

“Entao ocorreu-me o ‘pensamento mais feliz de minha vida’, da seguinte forma. O
campo gravitacional tem apenas uma existéncia relativa ... Porque para um observa-
dor em queda livre, a partir do telhado de uma casa, nao existe (pelo menos em seus
arredores imediatos) nenhum campo gravitacional. De fato, se o observador deixa
cair alguns corpos, estes permanecem, em relacao um ao outro, em um estado de
repouso ou de movimento uniforme, independentemente da sua composicao quimica
especifica ou natureza fisica (nesta consideragao a resisténcia do ar é, naturalmente,
ignorada). O observador tem o direito de interpretar seu estado como ‘em repouso’.”
Assim Einstein recordou mais tarde a origem do seu Principio de Equivaléncia, o
que o levou a descoberta da Relatividade Geral [26]. Hoje o Principio de Equiva-
léncia é considerado como uma ideia heuristica cujo conteuido central é incorporado

automaticamente na Relatividade Geral, de forma apropriada.

5.1 Os diversos Principios de Equivaléncia

Antes de prosseguir gostariamos de discutir o principio de equivaléncia no ambito
da gravitagao de Newton e de Einstein.

Inicialmente, a discussao sobre o principio de equivaléncia acontece inteiramente
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no contexto da gravidade Newtoniana. A versao moderna do observador de Einstein,
que cai do telhado, pode ser substituida por astronautas em queda livre em um onibus
espacial ao redor da Terra. Os astronautas ficam “sem peso”. Objetos movendo-se
livremente dentro do 6nibus permanecem em repouso ou em movimento uniforme com
relagdo aos astronautas (desprezando-se a resisténcia do ar, etc ... como Einstein fez).
A partir de um estudo do movimento de tais objetos, ao longo de um curto periodo
de tempo, os astronautas nao podem dizer se eles estao em queda livre no campo
gravitacional da Terra ou se estao em repouso no espaco vazio longe de qualquer fonte
de gravitacao. Com efeito, o campo gravitacional desapareceu no referencial de queda
livre do onibus espacial.

Mas o principio de equivaléncia teve varias versoes ao longo da histéria. A famosa
universalidade da queda livre (UFF) é conhecida como Principio de Equivaléncia de
Galileu. Afirma que se uma bala de canhao e uma pena sao soltos, eles vao cair no
chao do laboratério com a mesma aceleragao (g), e isto é uma peculiaridade das forgas
gravitacionais, nao compartilhada pelas outras for¢as, o que é essencial para chegar-se
a conclusao sobre a igualdade entre a massa gravitacional e a massa inercial, conhecido
como Principio de Equivaléncia de Newton ("m; = m,”). A massa gravitacional de
um corpo regido pela atracao gravitacional é a mesma massa inercial regida pela lei
de movimento. Estes dois Principios sao equivalentes no quadro da referida teoria, e
naturalmente descrevem efeitos nao locais. Um amalgama destes dois principios define
o chamado Principio de Equivaléncia Classico (CEP), pedra angular da gravitagao
Newtoniana, e que tem um carater nao local. Sendo assim, os objetos que caem com a
mesma aceleragao, caem por causa da igualdade entre as massas gravitacional e inercial.
A deteccao de uma pequena diferenca de aceleragao seria suficiente para distinguir a
presenca de uma atragao gravitacional. Esta igualdade nao s6 implica que um campo
gravitacional pode ser eliminado por queda livre, mas também que ele pode ser criado

pela aceleracao.
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Entao, o Principio de Equivaléncia ¢é a ideia de que nao existe um experimento que
possa distinguir uma aceleracao uniforme de um campo gravitacional uniforme. Os
dois sao totalmente “equivalentes”. Isto nao soa matematicamente impreciso? E é.
Principios como este e o Principio da Relatividade, que fazem declaracoes sobre as leis
da fisica com antecedéncia a sua formulagao matematica sao geralmente assim. Isso
nao significa que eles nao tém contetdo.

Foi a partir dai que Einstein desenvolveu a Relatividade Geral. E incorporou o
Principio de Equivaléncia, nao mais no contexto de campos gravitacionais, mas no
novo contexto da geometria do espaco-tempo, como veremos adiante. No ambito da
gravitagao Einsteiniana dois principios sao geralmente considerados: o Principio de
Equivaléncia Fraco (WEP) e o Principio de Equivaléncia de Einstein (EEP, do inglés
“Einstein equivalence principle” ).

O WEP basicamente afirma que localmente

mg
= _1
my

onde mqg e my sao respectivamente as massas gravitacional e inercial. Consequente-
mente, nao podemos distinguir localmente entre campos inerciais e gravitacionais por
meio de experimentos de ‘corpos em queda livre’.

O EEP, por outro lado, incorpora o WEP, a invariancia local de Lorentz — o
resultado de qualquer experimento nao gravitacional local é independente da velocidade
do referencial de queda livre em que é executado — e a invariancia local de posi¢cao —
o resultado de qualquer experimento nao gravitacional local é independente de onde e
quando é executado [27].

O EEP pode ser considerado, em um sentido mais amplo, como o coracao e a
alma da teoria da gravitacao. Nao seria um exagero dizer que se o EEP vale, entao a
gravitacao deve necessariamente ser um fenéomeno do ‘espaco-tempo curvo’; em outras
palavras, os efeitos da gravitacao devem ser equivalentes aos efeitos de viver em um

espago-tempo curvo [27]. O poder do EEP deriva de sua afirmagao de que ele se aplica a
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todas as leis da fisica. Como exemplo, se aceitamos o EEP, nés aceitamos também que
a luz “cai” em um campo gravitacional com a mesma aceleracao que corpos materiais.

Por volta de 1960, Leonard Schiff conjecturou que toda teoria de gravitacao completa
e auto-consistente que obedece ao WEP deve também, inevitavelmente, obedecer ao
EEP [28]. Essa suposigao ¢ conhecida como conjectura de Schiff. De acordo com
ele, a validade do WEP deve garantir a validade da invariancia local de Lorentz e de
posicao, e portanto do EEP. No entanto, uma prova rigorosa da conjectura de Schiff é
improvavel. De fato, alguns contra-exemplos especiais estao disponiveis na literatura
[20-32]. Apesar disso, existem alguns argumentos poderosos de ‘plausibilidade’; tais
como a hipédtese de conservacao de energia [33] e o formalismo 7' Hep [34], entre outros,
que podem ser formulados.

Vale ressaltar que, mesmo no nivel classico, ha muitas controvérsias relacionadas ao
significado do EEP. Como escreveu John Synge no prefacio do seu conhecido livro [35]:
“Sugiro que a parteira seja agora enterrada com honras apropriadas e os fatos do espago-

tempo absoluto enfrentados”.

5.2 O Principio de Equivaléncia Fraco da gravita-
cao de Einstein, um principio de equivaléncia
local

Os referenciais inerciais locais

Na Relatividade Geral, o espaco-tempo é curvo, e seus elementos de linha sao defi-
nidos em termos dos coeficientes da matriz métrica g,s. A gravidade entao é descrita
em termos de espaco-tempo e as equacoes possuem genericamente a forma Geome-
tria=Distribui¢do de Matéria. O Principio de Equivaléncia Fraco (WEP) sugere que as

propriedades locais de curvatura do espaco-tempo devem ser indistinguiveis daquelas
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do espaco-tempo plano da Relatividade Especial. Uma expressao concreta desta ideia
fisica é a exigéncia de que, dada uma métrica g,s(r) em um sistema de coordenadas,
em cada ponto P do espaco-tempo seja possivel introduzir novas coordenadas z'® tal
que

s (Tp) = Nag, (5.1)
onde 7,4 ¢ a métrica de Minkowski do espago-tempo plano e $'ﬁ sao as coordenadas de
localizacao do ponto P.

Quao longe se pode ir no uso de transformagoes de coordenadas para fazer coincidir
a métrica com a do espago-tempo plano? Evidentemente que nao é possivel encontrar
coordenas em que g,g = 7,3 sobre a totalidade de um espago-tempo curvo. Se fosse
possivel, o espaco-tempo seria plano. Mas pode-se encontrar coordenadas z'® de tal
modo que, no ponto P, a primeira derivada da métrica desapareca:
i
o' TR

(Gup )P =0, (5.2)

Um sistema de coordenadas que satisfaz estas duas condigoes (5.1) e (5.2) em um
ponto P é chamado de referencial inercial local no ponto P. E como um referencial
inercial do espaco plano, mas somente em uma vizinhanca infinitesimal de um tnico
ponto P. E por isso que é chamado de referencial inercial local. As equagoes (5.1) e
(5.2) podem ser satisfeitas em qualquer outro ponto, mas em um conjunto diferente de
coordenadas.

Os referenciais inerciais locais dao uma expressao a ideia do WEP onde a geome-
tria do espago-tempo curvo é localmente indistinguivel daquela do espago-tempo plano.
Além da geometria, o mesmo principio sugere que outras leis da fisica (como aquelas
do movimento de particulas, por exemplo) tomam a mesma forma em um referencial
inercial local, como o fazem no espaco plano. Isto nao é um requisito para uma teo-
ria consistente no espago curvo, mas serviu como ponto de partida para supor como

as conhecidas leis no espago-tempo plano podiam ser generalizadas para trabalhar no
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espago-tempo curvo [26].

O espaco curvo Riemanniano
A equagao bésica de movimento para particulas de teste em um espago-tempo curvo

arbitrario tem a forma geral da equacao para uma geodésica (tipo tempo), a saber
o+ %,3%37 =0, (5.3)

Os coeficientes I'“ 3, chamados simbolos de Christoffel, sao construidos da métrica

e suas derivadas primeiras.

aé[

o 1
g, = 59 95,8 + 985y — 93,0

O segundo termo na equagao geodésica (5.3) é a aceleragao inercial da particula.
Assim, vemos que aceleracoes inerciais podem ser descritas de maneira geral pelos
simbolos de Christoffel. A partir do Principio de Equivaléncia, segue que aceleragoes
gravitacionais também podem ser descritas por eles. Sendo derivados do tensor mé-
trico, fica claro que o tensor métrico desempenha um papel importante no potencial
gravitacional. Mais precisamente, os simbolos de Christoffel descrevem, de acordo com
o Principio de Equivaléncia, a “soma”das aceleracoes inercial e gravitacional.

No entanto, quando aceleragoes gravitacionais estao presentes, o espago nao pode
ser o espago-tempo plano de Minkowski. No espaco de Minkowski temos que I'*5, = 0
em toda parte. Nao é possivel fazer desaparecer os simbolos de Christoffel em toda
parte.

Como vimos, em um referencial inercial local, as coordenadas sao centradas em
um ponto P no espago-tempo em que g,3 = 73 10 ponto e as derivadas primeiras da
métrica desaparecem (5.2). Nestas coordenadas, os simbolos de Christoffel desaparecem

em P,

(Ipy)p =0

99



e a equacao geodésica (5.3) toma a mesma forma que para uma particula livre no espago

plano:
To = 0.

No entanto, nao é possivel encontrar coordenadas que fazem todas as derivadas
segundas da métrica desaparecer em um ponto para um espago-tempo curvo geral.

Logo,

(9;5,VJ)P # 0 ou (Fab’w,&)P # 0,

o que implica na prépria definicao de localidade, onde I'*, desaparece em P, mas nao
nas proximidades.

O sistema conhecido como coordenadas normais de Riemann define um referencial
inercial local onde os simbolos de Christoffel desaparecem somente em um ponto P.
Este é o significado das chamadas coordenadas geodésicas, um sistema de coordenadas
que é localmente Minkowskiano [36]. A existéncia de referenciais inerciais locais é
meramente a afirmacao de que espagos curvos tem um espaco “tangente” plano a ele
em um determinado ponto.

Portanto, para uma determinada aproximacao, na medida em que o referencial
torna-se pequeno, particulas livres movem-se, por um momento, em linhas retas. Nes-
tas coordenadas temos, portanto, os analogos de referenciais inerciais na mecanica
newtoniana. Mas somente de forma local, no ponto. Dai o entendimento sobre o WEP
ser um “principio de equivaléncia local”. Chamamos a atengao para o fato de que o
WEP ¢ localmente idéntico ao Principio de Equivaléncia Classico (CEP). E talvez essa
igualdade local dos dois principios que levou alguns autores [16-20] a afirmar que é
impossivel uma coexisténcia pacifica entre a mecanica quantica e o WEP. No entanto,
como noés veremos mais adiante, esta afirmagcao ¢é falsa.

Sendo assim, quando o campo gravitacional estd presente, o espaco serd necessa-

riamente um espaco curvo Riemanniano. O campo gravitacional entao aparece sim-
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plesmente como a expressao do fato de estarmos em um espago Riemanniano curvo e
nao mais no espago plano de Minkowski. Por isso dizemos que na Relatividade Geral
o campo gravitacional pode ser reduzido a geometria, ou geometrizado.

Um imediata consequéncia disso é a nao existéncia de referenciais inerciais na Re-
latividade Geral. De fato, um referencial inercial, por definicao, é onde as aceleracoes
inerciais desaparecem, e consequentemente, as aceleragoes gravitacionais deveriam ser
separadas das inerciais, em contradicao ao Principio de Equivaléncia. Somente no
caso de campos gravitacionais fracos seria possivel reintroduzir referenciais inerciais da

Relatividade Especial, como uma primeira aproximagcao [37].
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Capitulo

Violacoes semiclassicas do CEP, mas nao do

WEP

Analisaremos cuidadosamente duas violagoes semiclassicas do Principio de Equiva-
léncia Classico (CEP) em um campo gravitacional, mas ndo do Principio de Equi-
valéncia Fraco (WEP). A saber, o dtomo de Bohr gravitacional de Greenberger e o
espalhamento ao nivel de arvore de diferentes particulas quanticas por um campo

gravitacional de ordem superior externo fraco.

6.1 O atomo de Bohr gravitacional de Greenberger

Até onde sabemos, Daniel Greenberger [16] foi o primeiro a prever a existéncia de
efeitos de interferéncia dependentes da massa relacionados a uma particula ligada a um
campo gravitacional externo.

Aqui estamos particularmente interessados em analizar o &tomo de Bohr gravitaci-
onal de Greenberger, que do ponto de vista classico consiste em uma pequena massa
m ligada a uma massa muito maior M pelo potencial V (r) = —GMTT”, no limite onde
todos os efeitos de recuo possam ser negligenciados. Se nos restringirmos as érbitas

circulares, chegamos a conclusao que classicamente w?r® = GM (ver Figura 6.1).
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Figura 6.1: Atomo de Bohr gravitacional de Greenberger com érbita circular.

A partir dai, Greenberger aplicou o mesmo postulado proposto por Bohr: ‘As parti-
culas movem-se em 6rbitas restritas pela exigéncia de que o momento angular seja um
multiplo inteiro de A’. Portanto, de acordo com este postulado, para orbitas circulares
de raio r, os possiveis valores de r estdao restritos & L = mr’w = n (uma vez que

estamos empregando unidades naturais, i = 1), de modo que

(GM)2m3 . n2 _ (GM)2m3 (61)

Wn = T GMm2 " 2n?

n3

1

m2

Das equacgoes acima vemos que o menor raio de Bohr varia com e a velocidade

3. Como consequéncia, seria

angular (consequentemente a frequéncia orbital) com m
trivial determinar a massa da particula orbitante meramente pela observacao de seu
raio. Este resultado, obviamente, esta em contradigao com o que se espera da gravita-
¢ao Newtoniana e do CEP. No entanto, nao existe nenhum conflito entre este resultado
e o WEP. De fato, o WEP, como ja tinhamos mencionado, é uma afirmacgao puramente
local, enquanto que o atomo de Bohr gravitacional de Greenberger é um objeto que tem
extensao espacial. Note, no entanto, que o &tomo de Bohr gravitacional nao é um sis-
tema totalmente quantico, mas apenas semiquantico ou semiclassico, exatamente como

acontece com o modelo original do a&tomo de Bohr, onde, de acordo com o postulado

acima mencionado, o objeto em érbita tem uma trajetoria bem definida e além disso
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existe a suposicao adicional ad hoc da quantizacao do momento angular. Em um tra-
tamento totalmente quanto-mecanico, uma probabilidade da presenca é obtida através
da funcao de onda, o “principio da incerteza”, que expressa a ligacao entre a largura da

funcao de onda mencionada nos espacos direto e reciproco.

6.2 Espalhamento ao nivel de arvore de diferentes
particulas quanticas por um campo gravitacio-
nal de ordem superior fraco externo

A agao para a gravitagao de ordem superior pode ser escrita como

2 « 15}
I= /\/—_g[?R + §R2 + ERiV — Iy, (6.2)

onde k% = 327G, com G sendo a constante de Newton, o e 3 sdo coeficientes adimen-
sionais livres, e Iy € a acao da matéria.

A variacao da acao anterior com respeito a métrica g,, conduz as equacoes de
campo relacionadas com a Gravitacao de Ordem Superior (GOS) clédssica. Executando

a variacao, prontamente obtemos

2 1 1
PGW + § [ — §g,WR,§A + V.V, R+ 2R, R — 5gWDR —OR,, |+
a 1 9 1
+3 - S9uB? + 2R Ry, + 29,9, R = 20, 0| + 56, = 0,

onde ©,, ¢ o tensor de energia-momento.
Na aproximacao de campo fraco, ou seja, g, = 1w + khy, as equagoes de campo

anteriores reduzem-se a

(1-25)[- o+

1

in 1 K 1
GHR(I )nNV + s +T0,) = 1 (T;w - _T77W>v (6.3)

2 3
onde

(lin) __ K v
R — §Dh — Y s
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1
Yuv = h;w - 577/.Ll/h7

o BK/Q v ﬁ K in
o= (1= 5 0) e (ot 5) 5 A

Aqui os indices sao levantados (abaixados) com n*” (1,,), € T, é o tensor de energia-
momento da relatividade especial.

A Equacao (6.3) é invariante sob a transformacdo de coordenadas z# — ' =
z# + kA (z), que deve ser infinitesimal para evitar inconsisténcia com a equagao g, =

My + KMy Sob essa transformagao,
Py — Ty = hy — (M + Ay L),

Yuv — '7;1,1/ = Y — (A,u,,y + Au,,u - 7]/.WA>\,)\>7
R(lin) — R(lin) — }%(lin)7

_ ﬁ/gQ
Dy = Ty =T, = (1- TD) A, (6.4)

Pode-se mostrar que é sempre possivel escolher um sistema de coordenadas de tal
modo que as condi¢oes de gauge, I, = 0, na métrica linearizada se mantenham [38].
Logo, o gauge de Teyssandier ¢ definido pela condigao subsidiaria I', = 0 sobre os
potenciais. Vamos entao mostrar como podemos realizar este gauge assumindo que
inicialmente I', # 0. Um breve olhar em (6.4) claramente mostra que a condicao
para o desaparecimento de Fu pode ser alcancado pela escolha I'), = ( — BT“QD> OA,..
Supondo agora que esta condigao é satisfeita, a solu¢ao geral da equagao (6.3) é dada

pela soma algébrica [39,40]

h,uu - hg;:/) - Qbrr],uz/ + ¢;w; (65>

E) ., ~ ~ . . . . .
onde hfw) ¢é solucao das equacoes de Einstein linearizadas no gauge de de Donder, isto

é,
, 1
}, FB =0, AB = p® _ —p p®), (6.6)

- T
2

KT,
5 T

() _ K
On%) = 3
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onde ¢ e 1, satisfazem, respectivamente, as equacoes

1

[TW _ ng,w], Oy = ™.  (6.7)

(0+m3)o= % (O+m3) v = 5
E interessante notar que neste gauge muito especial, as equagoes para ¥, ¢, e hg) sao
totalmente desacopladas. Como resultado, a solugao geral para as equagoes de campo
linearizadas reduz-se a uma soma algébrica de solucoes das equacoes relacionadas aos
trés campos mencionados.

Nos agora estamos prontos para encontrar a solucao geral das equacoes de campo
da GOS linearizada originadas por uma particula pontual de massa M localizada em

r = 0. Tendo em conta que o tensor de energia-momento correspondente ¢ dado por

T, = Mn,0m,00°(r), prontamente obtemos
2
() = W) + B () + i (), (68)
com

Mk Nuv 27] 070
RE) () — R [L _ H_]
o (1) 167 L r r ’

Mg 1 e—mor
h(Rz) = |: . Vi|
o (1) = 50| =37 )
(R2,) Mk [ 2e7m2" e~"m2r }
h " = —| — = ,+2— 00| -

Nota-se que para mg, mo — 00, a solucao acima reproduz a solucao das equacoes de
campo de Einsten linearizadas no gauge de de Donder, como deveria ser.
Por outro lado, o campo gravitacional fraco externo, no espaco dos momentos,

nominalmente h.%, (k), é definido por

B (k) = / dPre T (1), (6.9)

Assim,
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B (k) = BEP (k) + B (k) + R (), (6.10)

ext ext ext

co1m

0,,20
(B 0y kM ., KMy
hext ( ) 4k277 2 k2 )

h(Riﬁ)uv(m _ kM " kM nHOn
oxt 6 k24 m2 2 k2+m3’
M nt
h(RQ)MV k — _ﬁ_—'
ext ( ) 12 k2 4 mg

Agora, estamos prontos para calcular o espalhamento ao nivel de arvore de diferentes
particulas quanticas por um campo gravitacional de ordem superior fraco externo. No
entanto, uma vez que estes calculos sao muito extensos, foram colocados no Apéndice
C.

O resultado dos experimentos analisados no Apéndice C estao resumidos na Tabela
6.1 [41]. Um olhar nessa tabela é suficiente para nos convencer que as segoes de cho-
que diferenciais nao polarizadas e, claro, os angulos de deflexao, dependem do spin e
da energia da particula espalhada. Lembramos que as constantes A, A, Ao, Ag, A1, Ao,
By, By, B, Cy, C1,Cy, Ey, Ey, Ey, Ay, AY, AL, BY, By, B, CLL,CLLCY, B EY e EY) tam-
bém estao definidas no Apéndice C.

Tendo em mente que qualquer experimento realizado para testar o desvio das par-
ticulas quanticas requer o conhecimento do angulo de deflexao gravitacional, que, é
claro, é um objeto estendido, chegamos a conclusao de que esses resultados podem ser
interpretados corretamente como uma violagao do CEP (que é nao local), mas nao do
WEP (que é local).

Uma questao importante deve ser levantada agora: ¢é possivel recuperar os angulos

de deflexao ao nivel de arvore relacionados a relatividade geral a partir da Tabela 6.17
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Tabela 6.1: Segoes de choque diferenciais nao polarizadas para o espalhamento ao nivel
de arvore de diferentes particulas quanticas por um campo gravitacional de ordem

superior fraco externo, onde 6 é o angulo de espalhamento.

do
m S a0
O O GM 2 1 + sin? g73 . sin? g 2
sin” § 3(1+22 csc2 ) 3(1+20 csc? 9)
2 . . 2
£0 0 (&) (1+3+ sin? §—(3+42)  sin® §-3 )
sin? § 2 3(1—‘,—%72 csc2 §) 3(1+% csc2 §)
2 2
0o I GM ) cos??(1 — ——1—
2 sin? % 2 1+% csc2 g

2
1 aM 2 [Eun ApA" BpA" CpA™

7é 0 2 (sin2 g) Zn:O [ 4 + 9(4+X2 csc? g)Q + 9(4+Xo csc? g)Z + 9(4+M2 csc? g)(4+)\0 csc? g)

GM 2 40 1 2
0 1 —5 0 cos“z(1 — ————
sin? % 2 1—',—’\72 csc? g
2
GM 2 [Ean AT BLA" CrAm
7é 0 1 (sin2 g) Zn:O [ 12 + 27(4+ M2 csc? g)z + 27(4+ Mo csc? %)2 + 27(4+ 2 csc? g)(4+)\o csc? g)

A resposta é afirmativa. De fato, no limite Ay, \g — oo, a Tabela 6.1 é reduzida a
Tabela 6.2.

E digno de nota que as secoes de choque diferenciais nao polarizadas apresentadas
na Tabela 6.2, bem como os angulos de deflexao correspondentes, sao dependentes do
spin. Além disso, para as particulas massivas, o desvio também continua dependendo
da energia.

Por que o campo gravitacional de Einstein percebe o spin? Porque existe a pre-
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Tabela 6.2: Secoes de choque diferenciais nao polarizadas ao nivel de arvore para o es-
palhamento de diferentes particulas quanticas por um campo gravitacional Einsteiniano

fraco externo.

do
m S P7e)
GM 2
00 (:22)

2
0o 1 Qg@)<m§g
#£0 1 (sfléwg) [COS2Q+%<1+)\+3COS2§)]
2
0 1 (Gé\/[9> cos4§
Sin b

2
40 1 (GQ4> [%—i—%cos“%—%(l—%—élcos?g)}

senga do momento de transferéncia k no espalhamento responsavel pela sondagem da
estrutura interna (spin) da particula. Consequentemente, os resultados geométricos de
Einstein sao recuperados quando k — 0. Ou seja, no limite nao trivial de um momento
de transferéncia pequeno, o que corresponde a um limite nao trivial de angulo pequeno,
jé que |k| = 2|p|sin £, as particulas massivas (ndo massivas) se comportam da mesma

maneira, independentemente do spin. De fato, se o spin é ‘desligado’, encontramos a
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partir da Tabela 6.2 que para m = 0,

do 16G2M?
o= 11
70 T (6.11)
enquanto que para m # 0,
do 16G2M? A\ 2
o= (1) 12
d) o4 < 2) (6.12)

Essas secoes de choque diferenciais podem ser relacionadas a trajetéria classica
com parametro de impacto b através das relagoes bdb ~ —j—g@d@. Como resultado,

concluimos que para m = 0

4GM
g~ 260 (6.13)
b
e para m # 0,
AGM A
o~ —— <1 5) (6.14)

A primeira equagao da o angulo de deflexao gravitacional para uma particula classica
sem massa — um resultado previsto por Einstein ha muito tempo; enquanto a ultima
apenas da a predicao da relatividade geral para o desvio de uma particula massiva por
um campo gravitacional fraco externo [42]. Os resultados da Tabela 6.2, em resumo,
reproduzem para pequenos angulos aqueles preditos pela teoria geométrica de Einstein,

confirmando assim a precisao de nossos céalculos analiticos. Note que desde que \ =

»

% = 1;—;'2, com v sendo a velocidade da particula que entra, a Equagao (6.14) nos

diz que para |v| < 1, 0 — 21%4 , que nao ¢é nada além da previsao de Newton para o

angulo de deflexao gravitacional. Esta equagao reproduz também a Equagao (6.13) no

limite |v| — 1. Curiosamente, uma vez que A = ;’f—; = EQ’”T;Q, para % < 1 a Equagao
(6.14) leva ao resultado
AGM m?
9~T<1+ﬁ), (6.15)

que foi recentemente utilizado para encontrar um limite superior na massa do féton

[43-45].
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Capitulo

Violacoes do CEP, mas nao do WEP, ao

nivel quantico

Analisaremos em detalhes dois exemplos quanticos de violacao do Principio de Equi-
valéncia Cléssico (CEP), mas nao do Principio de Equivaléncia Fraco (WEP), no
campo gravitacional da Terra. A saber, o experimento COW e a queda livre em
um campo gravitacional constante de um objeto massivo descrito pela sua fungao

de onda W.

7.1 O experimento COW

Em meados da década de 1970, alguns anos apos o artigo de Greenberger ter sido
publicado, usando um interferémetro de néutrons, Colella, Overhauser e Werner [17]
analisaram o deslocamento de fase quanto-mecanico de um néutron causado pela sua
interacao com o campo gravitacional da Terra. Vamos entao obter o mencionado des-
locamento de fase. Para realizar esta tarefa, faremos uso de uma abordagem de deslo-
camento de fase nao integravel para a gravitacao construida utilizando a similaridade
da gravitacao teleparalela com o eletromagnetismo [46].

O eletromagnetismo, como é bem conhecido, possui além do formalismo diferencial
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usual, uma formulagao global em termos de fator de fase nao integravel [47]. Conse-
quentemente, pode ser considerado como a acao invariante de gauge de um fator de
fase nao integravel (dependente do caminho). Como resultado, para uma particula com
carga elétrica e viajando de um ponto inicial P para um ponto final Q, o fator de fase

assume a forma

2.(P|Q) = exp [ic /P ¢ Ayda?]. (7.1)

onde A, é o potencial de gauge eletromagnético. Observa que o fator de fase eletro-

magnético pode também ser escrito como
Dc(P|Q) = exp[iSe], (7.2)

onde S, ¢é a acao integral que descreve a interagao da particula carregada com o campo
eletromagnético.

Agora, na abordagem da gravitacao teleparalela, o campo fundamental que descreve
a gravitagao ¢ o potencial de gauge translacional B* ,. Consequentemente, a agao
integral relativa a interagao de uma particula de massa m com um campo gravitacional

¢ dada por [48]
Q
Sy :/ mB® u.dzt. (7.3)
P

Entao, o correspondente fator de fase nao integravel gravitacional acaba por ser
Q

Q,(P|Q) = exp [zm/

B* Huadx“]. (7.4)

p

Vale mencionar que, semelhantemente ao fator de fase eletromagnético, representa a lei

quanto-mecanico que substitui a equacao de for¢a de Lorentz gravitacional cldssica [49].
Tendo em mente que um campo gravitacional Newtoniano é caracterizado pela

condicao em que apenas B? o # 0, e levando em conta que u° = v ~ 1 para néutrons

térmicos, o fator de fase gravitacional torna-se
Q
,(P|Q) = exp [z’m / Boodt} . (7.5)
P
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Na aproximacao Newtoniana, a expressao acima se reduz a

Q

®,(P|Q) = exp [img/ z(t)dt] = exp 10, (7.6)

P
onde g é a aceleragao gravitacional e z é a distancia a partir Terra tomada de algum
ponto de referéncia.

Agora estamos prontos a calcular a fase ¢ através das duas trajetorias da Figura

7.1, supondo que o segmento AC estd em z = 0. Para a trajetéria ACD obtemos

prontamente

GAcD = mg/ z(t)dt. (7.7)

C

Y

=
A J
=)

Figura 7.1: Experimento para detectar interferéncia quantica induzida pela gravidade.

A trajetéria ABD da por sua vez

B D
®ABD = mg/ z(t)dt+mg7“/ dt. (7.8)
A B
Tendo em mente que a velocidade do néutron é constante ao longo do segmento
BD, encontramos
D
A
/ at =2 =4 (7.9)
B v 2T

onde \ = % ¢ o comprimento de de Broglie relacionado ao néutron.
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Portanto,

rsgim?

A¢ = ¢paBp — dacD = 5
T

(7.10)

Entao, chegamos a conclusao que o deslocamento de fase obtido no experimento
COW depende da massa do néutron. Este notavel experimento mostra uma divergéncia
entre o CEP e a mecanica quantica. Observe, no entanto, que o deslocamento de fase
COW entre os dois caminhos dos néutrons nos quais estas particulas estao se movendo
em alturas diferentes em um campo gravitacional, depende da area (macroscépica) do
quadrilatero formado pela trajetoria dos caminhos seguidos pelo néutron, sendo como
consequéncia um efeito nao local. Portanto, o experimento COW nao viola o WEP.

Chamamos a atencao para o fato de que experimentos mais recentes e mais precisos
foram realizados desde o experimento COW (1975) para testar o WEP em sistemas
microscépicos através da interferometria de dtomos [50,51]. Novamente, esses expe-
rimentos estao de acordo com o WEP (sdo nao locais), mas nao concordam com o

CEP.

7.2 Queda livre em um campo gravitacional cons-
tante de um objeto massivo descrito por sua
funcao de onda V¥

Considere agora o interessante, mas simples, caso de queda livre em um campo
gravitacional constante de um objeto massivo quanto-mecanico descrito por sua fungao
de onda ¥ [52]. Vamos supor que a fun¢do de onda seja inicialmente Gaussiana.

Neste caso, a equagao de Schrodinger deve ser satisfeita com o Hamiltoniano

2

H= 2p_m +mgz. (7.11)
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O tempo de voo da particula pode ser calculado a partir de alguma posicao inicial zy
até z = 0, onde a posigao inicial é determinada pelo valor esperado zy = (Vo|z| V) da
posicao no estado inicial Gaussiano ¥,. Agora, embora o tempo de voo seja distribuido

estaticamente com o valor médio concordando com o valor universal classico

22!0
T =4]—, 7.12
J (7.12)

o desvio padrao dos valores medidos do tempo de voo em torno de T depende da massa
da particula

2

o= )
Agmg

(7.13)

sendo Aq a largura do pacote de onda Gaussiano inicial.

Portanto, chegamos a conclusao de que, neste sentido, o movimento quantico da
particula nao é universal, pois depende do valor de sua massa, o que naturalmente
viola o CEP, mas ndo o WEP (o objeto é descri¢ao pela funcao de onda, sendo assim

estendido no espago ).
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Capitulo

Consideracoes finais sobre a violacao do

CEP, mas nao do WEP

Dois exemplos semiclassicos que violam o CEP, mas nao o WEP, em um campo
gravitacional externo, foram discutidos de um ponto de vista tedrico: o atomo de Bohr
gravitacional de Greenberger e o espalhamento ao nivel da arvore de diferentes particu-
las quanticas devido a um campo gravitacional de ordem superior fraco externo. Neste
ultimo caso, o espalhamento é dependente do spin e da energia da particula espalhada.
Analisamos também um experimento semelhante ao que acabamos de descrever, onde
o campo gravitacional de ordem superior fraco externo é substituido por um campo
gravitacional Einsteiniano fraco externo que também viola o CEP, mas nao o WEP.

Dois exemplos quanticos, que também concordam com o WEP, mas nao estao de
acordo com o CEP, foram analisados posteriormente: o experimento COW e a queda
livte em um campo gravitacional constante de um objeto massivo descrito por sua
funcao de onda W.

No entanto, entre os quatro exemplos estudados neste trabalho, apenas um é base-
ado em um teste experimental: o experimento COW. Por esta razao, iremos elaborar

um pouco mais sobre o teste acima mencionado. Embora o experimento COW tenha
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sido conduzido em 1975, uma versao mais precisa do mesmo foi realizada em 1997 [53],
e seus autores relataram que, nesta experiéncia, o deslocamento de fase induzido gravi-
tacionalmente do néutron foi medido com uma incerteza estatistica da ordem de 1 parte
em 1000, em dois interferometros diferentes. Uma discrepancia entre o valor medido
experimentalmente e o teoricamente predito do deslocamento de fase devido a gravi-
dade também foi observada no nivel de 1 %. Foram discutidas extensoes a descricao
tedrica na forma de um interferograma de néutrons em funcao da inclinagao em um
campo gravitacional e comparadas com o experimento. Vale ressaltar que experién-
cias passadas verificaram a equivaléncia quanto-mecanica entre massas gravitacionais
e inerciais com uma precisao de cerca de 1 %.

Chamamos a atencgao para o fato de que um deslocamento de fase da forma dada
na Equacado (7.10) seria previsto para uma particula quanto-mecanica na presenca de
qualquer potencial escalar; no nosso caso é o potencial gravitacional Newtoniano. Para
descrever completamente este efeito, precisamos apenas da mecanica quantica e da
teoria de Newton. Portanto, nenhuma descricao métrica da gravidade é necessaria. Esse
fenomeno, é claro, é inexplicavel pela gravidade classica de Newton. Indubitavelmente,
o experimento COW representa a primeira evidéncia da gravidade interagindo de uma
maneira verdadeiramente quanto-mecanica. No entanto, do ponto de vista da teoria
quantica, esse efeito é bem entendido como um efeito Aharanov-Bohm escalar e se
manifesta de forma semelhante para cargas elétricas em potenciais elétricos [54, 55].

Assim, chegamos a conclusao de que nao violamos o WEP, quer por meio de exem-
plos semiclassicos, ou de exemplos da mecanica quantica realizados em um campo
gravitacional. A razdo para isso nao é muito complicada. O WEP é uma afirmagao
local, enquanto que os exemplos semiclassicos ou quanto-mecanicos, em um campo
gravitacional, sao nao locais.

Por que algumas pessoas acreditam que é possivel violar o WEP? Como ja comen-

tamos, essa idéia errada decorre da maneira como lidam com os conceitos de localidade
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e nao-localidade, o que os leva a confundir o WEP (declaragao local) com o CEP (de-
claracdo nao-local). Isso pode ser facilmente confirmado, por exemplo, pela maneira
como a classe de experimentos COW ¢ analisada por diferentes pessoas. Alguns de-
les interpretam a discrepancia entre a experiéncia e a teoria, atribuindo isto a uma
possivel diferenca entre as formas em que a gravidade atua de forma classica e quanto-
mecanica [53], como uma violagao do WEP. Esta interpretagao é completamente errada,
uma vez que estas experiéncias nao sao locais e consequentemente podem violar o CEP,
mas nao o WEP. Outras pessoas, por sua vez, felizmente maiores em nimero do que
aqueles a que nos referimos, interpretaram corretamente o resultado dessas experién-

clas.
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Apéndice C

Secoes de choque diferenciais nao

polarizadas para o espalhamento ao nivel de
arvore de diferentes particulas quanticas por
um campo gravitacional de ordem superior

fraco externo

C.1 Particulas de spin-0

A Lagrangeana para um campo escalar massivo minimamente acoplado a gravitagao

pode ser escrito como
L= —V2_9 (gwamaygb - m2q§2), (C.1)

e leva a primeira ordem em k ao seguinte Lagrangeano de interacao de um campo

escalar com um campo gravitacional fraco
E 1 [0,00,6 — S (Bud0" 6 — m26?
Lin = =5 |0,00,6 = S0 (0a00°6 — m?6?) .
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A partir do Lagrangeano precedente obtemos prontamente o vértice do processo

representado na Figura C.1

/i v
V(p7 Q) = _§hgxt(k) [puqu + Puqu — nuu(p cq— m2) )

onde o campo externo é um campo gravitacional fraco de ordem superior.

Figura C.1: Diagrama de Feynman para a interacao entre uma particula de spin-0 e

um campo gravitacional fraco externo.

Agora, a secao de choque diferencial para o processo acima é

do |MJ
— = C.2
dQ  (4r)? (C-2)
onde a amplitude de Feynman M coincide com V(p, q).

Consequentemente, a secao de choque diferencial para o espalhamento ao nivel

de arvore de uma particula massiva de spin-0 por um campo gravitacional de ordem

superior fraco externo assume a forma

i - {GMH MW b Chot N . S R TOPY
onde
_m? _mj _m}
A= F’ )\2 - F? )\0 == ? (C4)



Agora, uma vez que, no caso das particulas massivas, E? = p?(1 + \), onde E é a

energia da particula, Ay e Ay podem ser escritos como

(1+ \)m? (1+ \)ym2

M= .

, Ao = (C.5)

o que mostra claramente que todos os parametros na Equagao (C.4) sao dependentes
da energia.

No limite m — 0, obtemos a se¢ao de choque diferencial para o espalhamento ao
nivel de arvore de um bdson nao massivo de spin-0 por um campo gravitacional de

ordem superior fraco externo,

do [ GM r [1 sin? & — sin” £ 2 (C6)
aQ sin? ¢ 3( }l)\g esc28) 31+ 1hgese )] '
Note que, quando m = 0, Ay = E—§ e N = Ej Aqui estamos usando os mesmos

simbolos para denotar os parametros Ay e Ay como os utilizados para o caso massivo,
pois seu significado ¢é bastante claro a partir do contexto. Portanto, a partir de agora,
estes simbolos serao utilizados tanto para particulas massivas como para particulas sem

massa.

C.2 Particulas de spin-1/2

Como ¢ bem conhecido, a Lagrangeana gravitacional para um férmion massivo é

dado por [56]

L==g [ (7Yt = 69,7 —mz/?w}, (1)

1
2
com a notagao

Y =APel, Vb = 0,0 + w1, YV, = 0, — iw,.

Aqui, €] = nuag"e; () é um tipo diferente de tetrada onde o indice m ¢é abaixado

com a métrica de Minkowski 7,,,,, enquanto o indice p é levantado com ¢g"”. A conexao
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de campo w,(x) é expressa em termos das tetradas como

1 1
wy,(x) = Zam" [e;’n (@Lem, — ayew> + éefnez (80(% - 8pela> eL — (m <+ n)],

onde as matrizes de Dirac sao denotadas por ¥", e ™" = £[y™,¥"].

Tendo em mente que para a ordem k [57]
m m Kom 2
e, =0, + §hu + O(k?), (C.8)

nos encontramos que dentro desta aproximagao a Lagrangeana para a interagao de um

férmion com um campo gravitacional fraco tem a forma

P T — 8 b —
b=~ 3[(Ir#0r0 - 00r)
—n" (%‘” ) — &MV‘%)} + n“”mww}- (C.9)
Segue-se que o vértice para o processo mostrado na Figura C.2 é
K
Vip.a) = Shea(K) |20 (P - 2m> =P+ — (p+ )|, (C.10)
onde hly (k) é dado por (6.10).

Figura C.2: Diagrama para a interacao de um férmion com um campo gravitacional

fraco externo.
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A secao de choque diferencial nao polarizada para o processo em maos, por sua vez,

é dado por
do  (2m)*1 2
= Z , A1
a0 = (4m)? 2 Z Mor] (G-11)
onde
Mr’ r = ﬂw(q)V(p, q)ur(p)
Tendo em conta a relagao
2 i p+m

r=1
verificamos que a secao de choque diferencial nao polarizada relativa ao espalhamento
de um férmion massivo por um campo gravitacional de ordem superior fraco externo é
do aGM \’ 22: B, A"
aQ in*s/) &~ 4 9(4 + Ay csc? £)2

sin
Bn(A)" C(A\)"
9(4 4 Ao csc? g)Z 9(4 + Ay csc? g)(4+)\0 csc2 g) ’

onde

6 6
E, :400525, Fy :30082§+1, E,=1;

7 6 6
Ay = —(72 cos® 5)/\2 csc? 3~ 144 cos® 2’

0 0 0 0
Ay = —(60 cos® 5))\2 csc? . 24 \y csc? . 112 cos? 5~ 32,

0
Ay = —24), csc? 3~ 32;
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0 0 0 0
By = (6 cos® =)Ao csc? = + 6M\gesc? = + 20 cos® = + 28,
0
B2 = 6)\0 CSC2 5 -+ 287

6
Co =0, C; = —16cos? 3~ 32 Cy = —32.

No limite m — 0, obtemos a secao de choque diferencial para um férmion nao

massivo,

M\ 2 1 2
(G oelfi LT 13
S11

C.3 Particulas de spin-1

A Lagrangeana gravitacional para um féton massivo pode ser escrito como

2

1 m
L= V=g |: - Zg#agyﬂFuuFaﬁ + TQ#VA;LAV} s (014)

do qual obtemos trivialmente a Lagrangeana para a interacao de um féton massivo com
um campo gravitacional fraco
Coi = — S [ Ly F2, — PoE 2( 4, Ay — Sy A2
int — _§h zlnw/ af — tu trva +m pniiy — 577;111 a .

Consequentemente, o vértice para o processo representado na Figura C.3 é dado

por

K v
Vaﬁ(p7 q) - _§hgxt<k> |:<naﬁn#u — NapTlpy — nal/nﬂ,u> (p “q— m2) — NapPrdy +
+77,uﬁPVQa — NuwPpYa + NowPp4u + NevPaqu — NuwPaldp + 77auPl/Qﬁj| )

onde o campo externo é um campo gravitacional de ordem superior fraco.

84



Figura C.3: Diagrama para a interacao entre um féton e um campo gravitacional fraco

externo.

Portanto, a secao de choque diferencial nao polarizada para o processo acima pode
ser escrita como

2

do 1 1
o s e
onde
My = €3 (Q)Vas(p, @)l (p). (C.16)

Aqui €/(p) e €%(q) sao, respectivamente, as polarizagoes dos fétons de entrada e de
saida.

Agora, tendo em mente que

v v PP
> Pl (p) = ="+ T (C.17)

chegamos a conclusao de que
do GM \> S [EL ()" AL\
= lgee) 27t 274+ Mycs2D)?
2/ =0 9CSC 2)
B,(A)" Cu(\)"
27(4 + hocsc22)2 T 27(4 + Agesc2D) (4 + Aoesc?2) |

ds?

85



onde

6 0
E} :4+8COS4§, El = —4—|—16COS2§, Ey = 3;

0 0 0 0
A = —128 — 32 cos? 3~ 272 cos™ 3 + 168Xy + 144\, cos® 5~ 216\, csc? 37

0 0
A =160 — 592 cos® 5+ 324\, — 252\, csc? 3
I 2 0
A5 = —96 — 72\, csc 5
I 2 0 4 0 o
By = —80 + 64 cos 3 + 16 cos 3 24\,
! 2 0 2 9
B; =16 + 128 cos 3~ 36\g + 36X csc 2
! 29
B = 84 + 18)\ocsc 2’
0 0
C} = 64 — 32 cos? 3 32 cos® 3

0
Cf = —32 — 112 cos” 2

C = —96.

Por outro lado, a Lagrangeana gravitacional para um féton nao massivo tem a forma

1
L=+—g (ZQWQVBFWFaB) : (C.18)
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e a partir dele encontramos a Lagrangeana para a interacao entre um féton sem massa

e um campo gravitacional fraco

K v 1 2 «
Ling = _§hu (ZnuuFaB - Fu Fua)~ (Clg)

Segue-se que o vértice para a interacao de um féton nao massivo com um campo

gravitacional de ordem superior fraco externo é
R v
Vaﬁ(pa q) = _§hgxt (k) |:<7]a577;w — Naulgr — naunﬁﬂ)p g — NapPrpu +

+77u,8pVQOc — NuwPpYa + NavPpqu + NevPady — NuvPaldp + NauPrds | -

Agora, a secao de choque diferencial para o processo em discussao pode ser escrita

CcOomo
do 1 1 2
A a r’r 9 2
) (47r)22;‘M ’ (C-20)
onde
Moy = €3(a)Vas(p, @) (P)- (C.21)

Tendo em mente que

> P (p) = —nu — (p-n)? [pﬂpy e ”(p#”y +pynu)}’

r=1

onde n? = 1, chegamos & conclusao de que

do GM\> 0 . 1 2
— =|(—7%5) cos" |1l - ——m—— ] .
dQ sin” 2 1+ Xy cse?d
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Capitulo

Consideracoes finais e perspectivas futuras

Analisamos algumas propriedades interessantes dos modelos gravitacionais de or-
dem superior. A relevancia disto esta no fato da Gravitagao de Ordem Superior ser
uma candidata na longa e ardua busca por uma teoria de gravitacao quantica.

Na Parte I investigamos a premissa de que modelos gravitacionais de ordem superior
renormalizaveis sao dotados de um potencial classico que € finito na origem. Os sistemas
que utilizamos para verificar a conjectura foram os modelos gravitacionais de quarta
e sexta ordem D-dimensionais. Também mostramos que a afirmacgao contraria nao
é verdadeira, o que implica em nossa conjectura: a finitude do potencial classico na
origem é uma condicao necessaria, mas nao suficiente, para a renormalizabilidade do
modelo. Consequentemente, modelos que divergem na origem sao nao renormalizaveis,
como vimos.

Também confirmamos a premissa geral de que os modelos gravitacionais de ordem
superior renormalizaveis sao nao unitarios.

Em resumo, se um modelo gravitacional de ordem superior é renormalizavel, ele é
necessariamente nao unitario e, além disso, é dotado de um potencial cldssico finito na
origem, mas o oposto nao ¢ verdadeiro em geral.

Por tltimo, mas nao menos importante, observamos que, embora tenhamos apenas
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testado a nossa premissa para alguns modelos gravitacionais de ordem superior D-
dimensionais, a suposicao parece ser completamente geral. De fato, no que diz respeito
aos modelos gravitacionais de ordem superior D-dimensionais, nossa conjectura é valida
também para a agao gravitacional D-dimensional abaixo

20 1 1 1
_ D v vof
Ip = /d 2/ (?2 R+ 5 RA(O)R + 55 R B Ry + 55 Ruvas s (O R )

2K2

Aqui,

F(O) =) a,(-0O)", (9.1)
RO =) s.(-0), (9.2)

FS(D) = Z'Vn<_D>n7 (9'3>

onde o, (n =10,...,p), B (n=0,...,q) € v, (n = 0,...,7) sdao coeficientes reais. Estes
resultados serdo publicados posteriormente. [1,2].

Na Parte II analisamos exemplos semiclassicos e quanticos e sua relacao com os
Principios de Equivaléncia Classico (CEP) e Fraco (WEP). Dois exemplos semicldssicos
foram discutidos de um ponto de vista tedrico. Consideramos o espalhamento, ao nivel
de arvore, de diferentes particulas quanticas por um campo gravitacional de ordem
superior fraco externo e verificamos que ele é dependente do spin, e também dispersivo
(dependente da energia da particula espalhada). Além deste, analisamos também o
atomo de Bohr gravitacional de Greenberger. Vimos que os resultados violam o CEP,
um principio nao local. No entanto, eles estao de acordo com o WEP, que nada mais
¢ que uma afirmacao sobre efeitos puramente locais.

Também analisamos dois exemplos quanticos, em um campo gravitacional, que

violam o CEP, mas nao o WEP: O experimento COW e a queda livre em um campo
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gravitacional constante de um objeto massivo descrito na Mecanica Quantica pela
funcao de onda W.

Assim, chegamos a conclusao de que nao violamos o WEP, quer por meio de exem-
plos semiclassicos, ou de exemplos da mecanica quantica realizados em um campo
gravitacional [3,4]. Como ja dito, o WEP é uma afirmagao local, enquanto que os
exemplos semicldssicos ou quanto-mecanicos, em um campo gravitacional, sao ndo lo-
cats. Em outras palavras, a inica maneira de violar o WEP seria criar um experimento
local, num campo gravitacional, que discordasse do referido principio.

Nés ressaltamos que as seguintes referéncias [5-7] podem ser iteis para aqueles
interessados em investigagoes relacionadas aos assuntos tratados nesta segunda parte
do trabalho.

Durante as pesquisas realizadas, percebemos que devido aos “diversos” principios
de equivaléncia existentes, ha a necessidade de uma padronizacao das definicoes e das
caracteristicas destes principios. Alem disso, tendo em mente que existem comunidades
disjuntas que pensam em problemas relacionando principio de equivaléncia e mecanica
quantica, é notavel a discrepancia no modo de pensar e tratar assuntos analogos. Por
isso, acreditamos que seria certamente benéfico para estas comunidades interagir uns

com os outros.
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