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Resumo

Partindo da motivacao de que algumas teorias de gravitacao quantica preveem a
Violagao da Invariancia de Lorentz (VIL) em niveis de energia em torno da escala de
Planck, propomos a construgao de novos formalismos que abordam possiveis efeitos da
VIL na Eletrodinamica e na Gravidade linearizada. Esses formalismos se baseiam em te-
orias de campos efetivas capazes de modificar as lagrangianas comumente usadas através
de termos de dimensao de massa arbritraria com altas ordens derivativas que incluem um
campo de fundo constante controlando a intensidade da VIL nos modelos. Isso produz
modificacoes nas equagoes de movimento e nas relacoes de dispersao das teorias de modo
semelhante ao procedimento de Myers-Pospelov. Espera-se que estes operadores sejam ca-
pazes de descrever a VIL tipica das escalas fundamentais de altas energias da gravitagao
quantica. Também estudamos aspectos tedricos relacionados a consisténcia da Eletrodi-
namica modificada por meio da estabilidade, causalidade e unitariedade, com o calculo do
propagador de Feynman do féton na presenca da VIL. Depois estudamos o contexto feno-
menologico dos modelos considerando efeitos de atraso temporal entre dois fétons e entre
dois gravitons, bem como efeitos de birrefringéncia entre dois fétons, utilizando para isso
dados vindos de eventos astrofisicos de emissao de ondas eletromagnéticas provenientes
de explosoes de raios gamma, bem como da emissao de ondas gravitacionais detectadas
até entao. Também consideramos o fenomeno de atraso temporal devido a presenca de
lentes gravitacionais. Por fim, discutimos os limites experimentais sobre a VIL em torno
da escala da energia de Planck.

Palavras-chave: Violacao da invariancia de Lorentz, Teoria de campos efetiva,
Fenomenologia de ondas eletromagnéticas, Fenomenologia de ondas gravitacionais, Lentes

gravitacionais.
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Abstract

Based on the motivation that some quantum gravity theories predict the Lorentz
Invariance Violation (LIV) around Planck-scale energy levels, we propose the construction
of new formalisms that addresses the possible effects of LIV in Electrodynamics and in
Linearized Gravity. These formalisms are based on effective field theories capable to
modify the commonly used lagrangians through high-derivative arbritrary mass dimension
terms that includes a constant background field controlling the intensity of LIV in the
models. This produces modifications in the equations of motion and in the dispersion
relations of the theories in a manner that is similar to the Myers-Pospelov approach. We
expect that these operators could be able to describe the typical LIV of the fundamental
quantum gravity high-energy scales. We also studied theoretical aspects related to the
consistency of the modified Electrodynamics through the stability, the causality and the
unitarity, with the photon Feynman propagator computation in the presence of LIV. Then
we have studied the phenomenological context of the models considering time delay effects
between two photons and between two gravitons, as well as effects of birefringence between
two photons, using the data coming from astrophysical events of electromagnetic waves
emissions coming from gamma-ray bursts, as well as the gravitational waves emissions
detected so far. We also consider the time delay phenomena due to the presence of
gravitational lenses. Finally, we discuss the experimental limits on LIV around the Planck
energy scale.

Keywords: Lorentz invariance violation, Effective field theory, Electromagnetic

waves phenomenology, Gravitational waves phenomenology, Gravitational lenses.
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Introducao

A Teoria da Relatividade Geral (TRG) de Einstein [1] e o modelo padrao de fisica
de particulas representam juntas a mais elegante e bem sucedida descricao da natureza
que existe até o momento na fisica. A primeira teoria descreve a gravidade a nivel classico,
enquanto que a segunda engloba todos os outros fendmenos envolvendo as interagoes entre
as particulas a nivel quantico. Atualmente, espera-se que em energias proximas da escala
de Planck, mais precisamente, da massa de Planck Mp = 1,22 x 10! GeV!, essas duas
teorias de campo se fundam em uma tnica teoria unificada e quanticamente consistente
da natureza [2].

As atuais candidatas para teoria de Gravitacdo Quantica (GQ) ainda enfrentam
enormes dificuldades no que diz respeito a possibilidade de confirmacao experimental
direta, visto que qualquer experimento que vise identificar a natureza quantica da gravi-
dade ou do espago-tempo necessitaria de energias da ordem da escala de Planck, o que
ainda estda muito longe de se conseguir com os atuais aceleradores de particulas, como o
LHC (Large Hadron Collider). No entanto, existe a possibilidade de detecgao indireta de
possiveis efeitos advindos da GQ em baixas energias [3].

Uma das possiveis janelas para se detectar esses resquicios experimentais seria
através da quebra espotanea de simetrias do espaco-tempo. Na escala de Planck, acredita-
se que o espaco-tempo deixa de assumir uma forma continua para assumir uma forma
discretizada ou granulada, com a presenca de um comprimento fundamental minimo (p =
1,6 - 1073 m, chamado de comprimento de Planck. Isso pode sugerir que uma das

simetrias fundamentais da fisica, a simetria de Lorentz, pode ser quebrada nesse nivel de

!No sistema de unidades naturais que utilizamos neste trabalho, a energia de Planck e a massa de

Planck sao indistinguiveis.



energia. Na verdade, é esperado que o efeito de Violagao da Invariancia de Lorentz (VIL),
se existir, seja muito pequeno em um regime de baixas energias devido a varias restrigoes
experimentais [3], no entanto, é sugerido por Collins et al. [4] que pequenos efeitos de
VIL ocorridos na escala de Planck possam ser detectados a um nivel de baixas energias.

Apesar do importante papel desempenhado pela simetria de Lorentz na fisica de
particulas fundamental, nas ultimas duas décadas tem havido grande motivagao para
trabalhos que consideram a possivel violagao desta simetria [5]. De fato, as principais
teorias candidatas de GQ, como a gravitacdo quantica em loops [6, 7], a gravidade de
Horava-Lifshitz [8] e a teoria de cordas [9] predizem que em algum momento isto pode
ocorrer na natureza.

Apés Carroll, Field e Jackiw [10] utilizarem um quadrivetor de fundo' para estudar
possiveis efeitos da VIL na eletrodinamica de Maxwell, Colladay e Kostelecky [11, 12]
construiram uma Teoria de Campos Efetiva (TCE) a fim de investigarem a VIL em todos
os setores do modelo padrao de particulas. Esse formalismo ficou conhecido como Extensao
do Modelo Padrao (EMP), e foi incorporado ao formalismo da gravidade na Ref.[2].

O mecanismo da TCE com VIL consiste em se adicionar termos com operadores
que violem a invariancia de Lorentz nas respectivas lagrangianas de cada modelo, a fim de
avaliar as possiveis modificagoes na equagao de movimento e na relacao de dispersao da
teoria. Este método mostra-se bastante eficaz para propédsitos de estudos fenomenolégicos,
visto que ele fornece um conjunto de regras suficientemente robustas para descrever efeitos
de VIL sem a necessidade de saber detalhes sobre qualquer teoria fundamental de GQ [3].
De fato, muitos modelos de GQ podem ser reduzidos a uma TCE com uma VIL presente,
como ¢ mostrado nas Refs.[13, 14, 15].

Os operadores de VIL podem ser renormalizaveis, isto é, com dimensao de massa 3
ou 4 (nos quais a EMP se concentra), ou podem ser nao-renormalizaveis, com dimensoes
iguais ou maiores que 5. Os operadores de VIL de dimensao 5 foram introduzidos pela
primeira vez no trabalho pioneiro de Myers e Pospelov [16], que descobriram relagoes de
dispersao modificadas de altas ordens advindas de uma TCE para os setores escalar, fermi-

onico e eletromagnético. Os operadores nao-renormalizaveis, de maneira geral, ganharam

1Um vetor de origem desconhecida



mais notoriedade nos ultimos anos devido a possibilidade de que os termos possam ser
suprimidos pela escala da energia/massa de Planck. Desta forma, estes operadores po-
deriam de alguma forma sondar possiveis reliquias de efeitos advindos de fenomenos na
escala da GQ). Neste trabalho, iremos propor um formalismo para estudar a VIL utilizando
um modelo diferenciado de TCE através de um vetor de fundo isotrépico.

Varios trabalhos tem focado em trabalhar com relagdes de dispersao modificadas
(que podem ser advindas de uma TCE adjacente) para se estudar possiveis impactos que
a VIL pode induzir fenomenologicamente, como visto nas Refs[17, 18]. O exemplo mais
comum de uso de tais conceitos na fenomenologia é em eventos astrofisicos ou cosmolégicos
com emissao de particulas altamente energéticas. Tais eventos podem promover um efeito
de VIL acumulativo devido as enormes distancias das fontes e a expansao do Universo,
podendo trazer uma esperanca para validar ou invalidar teorias com VIL.

Muitos trabalhos apontaram que uma VIL ocorrida na producao de ondas eletro-
magnéticas pode resultar em variagoes consideraveis na forma como os fétons de fontes
distantes se propagam, podendo sugerir inclusive efeitos de birrefringéncia no vacuo [10].
Amelino-Camelia foi o primeiro a propor que uma relacao de dispersao modificada com
VIL induz a um atraso temporal no tempo de voo entre fétons de altas energias e de
baixas energias em fenomenos de emissao de raios gamma vindos de fontes a distancias
cosmolégicas, conhecidos na astrofisica como Gamma Ray Bursts (GRBs) [19]. Desde en-
tao, inumeros trabalhos tem utilizado eventos de GRBs para estudar os limites da VIL no
setor do féton [20, 21, 22, 23, 24]. Consequentemente, no setor gravitacional, vérios traba-
lhos também proporam estudar possiveis efeitos de atraso temporal e/ou birrefringéncia
em eventos de ondas gravitacionais [25, 26, 27, 28|.

Este trabaho estd organizado da seguinte forma: No Capitulo 1, é feita uma re-
visao sobre o formalismo covariante e lagrangiano na teoria classica de campos para a
Eletrodinamica e para a linearizacao da TRG, com a demonstracao de suas respectivas
equagoes de onda usuais. No Capitulo 2, damos inicio a contribuigao neste trabalho com a
introducao e construcao de um novo formalismo para operadores de VIL com dimensao ar-
britraria na eletrodinamica de Maxwell, criando equacoes de onda e relacoes de dispersao

modificadas. Também fizemos uma andlise de consisténcia das teorias modificadas através



da estabilidade, causalidade e unitariedade, com o calculo do propagador de Feynman das
teorias.

No Capitulo 3, aplicamos o mesmo formalismo de maneira andloga para o caso da
gravidade linearizada, criando equacoes de onda gravitacional modificadas com os efeitos
da VIL, junto de relacoes de dispersao modificadas. No Capitulo 4, damos énfase a analise
fenomenolégica dos modelos, estudando por meio de alguns eventos astrofisicos a possi-
bilidade de atraso temporal ou birrefringéncia na propagacao de ondas eletromagnéticas
e gravitacionais. Também estudamos o possivel efeito de VIL do atraso temporal devido
a presenca de lentes gravitacionais em eventos de emissao de ondas eletromagnéticas e
gravitacionais. Por fim, no Capitulo 5 apresentamos as consideragoes finais do trabalho.

Neste trabalho utilizamos o formalismo covariante!, onde um quadrivetor é re-
presentado pela notagao x* (u = 0,1,2,3), em que as trés coordenadas espaciais z°
(i = 1,2, 3) correspondem a posicao espacial do evento, enquanto a coordenada z° denota o
tempo (z° = ct), onde ¢ é a velocidade da luz no vécuo. Utilizaremos o sistema de unidades
naturais, no qual ¢ = A =1, em que h é a constante de Planck. A métrica de fundo uti-
lizada é a métrica de Minkowski®. Nesta métrica, um infinetismal de distancia (elemento
de linha) entre dois eventos no espago-tempo é dado por ds* = c*dz2 — (dz? + dx3 + dx3),
onde dxy é o intervalo infinitesimal de tempo, e dz; é um deslocamento infinesimal na
direcdo espacial #'. Em notacao covariante, o elemento de linha acima pode ser reescrito
na forma ds? = 1, dz"dz", onde 1, é o tensor métrico de Minkowski. Aqui, usaremos a

convengao 1, = diag(1, -1, -1, —1).

IFormalismo adotado na relatividade especial e na teoria quantica de campos, onde reina a invariancia

por transformacoes de Lorentz.
2Métrica correspondente a um espaco-tempo plano
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Capitulo 1

A Eletrodinamica e a Gravitacao

Linearizada

1.1 A Eletrodinamica Classica

A Eletrodinamica elaborada por Maxwell se mostrou uma das teorias de maior
sucesso em toda a fisica por conseguir estudar uma ampla gama de fenomenos naturais -
como a propagacao das ondas eletromagnéticas - através de poucas equagoes. Nesta secao,
utilizaremos o formalismo da teoria classica de campos para mostrar que, se partimos de
uma dada densidade de lagrangiana, conseguiremos obter as equacoes de Maxwell, bem
como a equacao de propagacao da onda eletromagnética no vacuo.

Utilizando o formalismo lagrangiano, podemos definir a densidade de lagrangiana

1
L=~ FuwF" + juA", (1.1)

—,

em que j* = (p,j) é a quadri-corrente e F*” é o tensor eletromagnético. Esse tensor
é antissimétrico e sem traco, e é dado em funcao dos campos elétrico e magnético por
FY% = Ei e Fil = ¢9kB, em que €% é o simbolo de Levi-Civita. E importante ressaltar
que o escalar F,, F* é um invariante sob transformacoes de Lorentz, o que torna a
densidade de lagrangiana (1.1) invariante de Lorentz.

Sabendo das relagoes dos campos com os potenciais escalar e vetor (£ = —V¢— %



1

-,

e B=V x ), podemos escrever F'* em termos do quadri-potencial A* = (¢, A) como
Fr = 0oFAY — 0" AX. (1.2)

onde 9, = (2, —V) é o quadri-divergente. Substituindo a (1.2) na (1.1), obtemos

1 .
£=-3 (@Ay&”Al’ - @LAZ,&”A“) + AP (1.3)

A partir dela, podemos obter as equacoes de Maxwell nao-homogéneas utilizando o pro-
cesso variacional na acao S = [d*'xzL. Apds realizar integragdes por partes, podemos
variar esta acao com respeito a A, e igualar a zero, determinando a equacao de movi-
mento

08

— =0A* — 99, A" + " = 0. 1.4
5A, oMo + 0 (1.4)

Desta forma, utlizando novamente a Eq.(1.2), somos levados a
O FH = j*, (1.5)

que corresponde as equagoes de Maxwell nao-homogéneas: lei de Gauss (6 E = p) e lei
de Ampere-Maxwell (ﬁ x B — %—? = j) Definindo o tensor eletromagnético dual F* =
%ep"‘“’F bos €scrito em termos do tensor de Levi-Civita unitario e totalmente antissimétrico,

ficamos com a equacao de movimento
9, Fm = 0. (1.6)

Em termos dos campos, temos F% = —B' ¢ Fl = ¢9*F,. Logo, a (1.6) consiste nas duas

equacgoes de Maxwell homogéneas: a lei de Gauss magnética (ﬁ B = 0) e a lei de Faraday
Vi 9B _

(V x B + ot 0)

Quando realizamos uma transformacao de calibre no potencial vetor:
A — AP 4 OFA, (1.7)

o tensor eletromagnético permanece inalterado, e portanto, tem a propriedade de ser inva-
riante por transformacoes de calibre. Devido a essa propriedade, A* é também chamado
de campo de calibre, e desempenha um papel mais importante na teoria de campos do

que os préprios campos elétrico e magnético.!

INa teoria quantica de campos, o quadrivetor A,, consiste no campo vetorial que descreve os fétons

(bésons de spin-1), que sdo as particulas intermediadoras das interagoes eletromagnéticas.



Aplicando a transformacao de calibre (1.7) na quantidade 9, A*, obtemos
O A" — 0,A" +0A, (1.8)

onde O = 9,0% é o quadri-Laplaciano (ou operador d’Alambertiano). Escolhendo um A
particular que satisfaca LJA = —0, A", ficamos com a condigao 9,A* = 0, que ¢ chamada
de calibre de Lorentz. Se considerarmos o vacuo, ou seja, a auséncia de fontes (j# = 0),
podemos partir da Eq.(1.5) ou da Eq.(1.6) e utilizar a Eq.(1.2) e o calibre de Lorentz para

obtermos a equacao de onda eletromagnética
A" = 0. (1.9)
Podemos considerar o Ansatz de onda plana monocromatica, ou seja,
Al = Pt (1.10)

onde k* = (w, IZ) ¢ o quadrivetor de onda, dado em funcao da frequéncia angular w e do
vetor de onda k2.

Substituindo a (1.10) na (1.9), ficamos com,
— B re T =0 = kAR =0, (1.11)
onde k* = k,k*. Para A" # 0, obtemos
k* =0, (1.12)
que é a relagao de dispersao covariante. Em termos das componentes, a Eq.(1.12) fica
W —kP=0 = w==%lk| (1.13)

Esta é a relacao de dispersao usual para a propagacao de ondas eletromagnéticas de

dw

2 e a velocidade
dlk|

frequéncia w em um espaco na auséncia de fontes. A velocidade de grupo

£ sa iguai 50V veloci z va
de fase “Z‘ sao ambas iguais a 1, que é o valor da velocidade da luz no vacuo no nosso

sistema de unidades. Isso nos mostra que o meio considerado é nao dispersivo, visto que

a velocidade de propagacao da onda nao depende da frequéncia da mesma.

20 quadrivetor k* também pode ser chamado de quadri-momento, visto que no sistema de unidades
naturais, a frequéncia é indistinguivel da energia assim como o vetor de onda é indistinguivel do momento

linear.



1.2 Gravitacao

1.2.1 A Relatividade Geral

A teoria de Newton da gravitacao obteve sucesso ao descrever muitos aspectos que
estao presentes no nosso dia a dia, além de explicar com precisao os movimentos dos
corpos celestes no universo. A TRG de Einstein, por outro lado, criou um conceito mais
amplo para gravidade, conseguindo explicar como se da a interacao gravitacional para
corpos em altas velocidades (comparéveis a da luz) e em campos gravitacionais intensos.

Conceitualmente, a relatividade geral é diferente da teoria de Newton, visto que
ela introduz a nocao de geometria do espaco-tempo. O pano de fundo geométrico onde
ocorrem os fenomenos descritos pela TRG é o espaco-tempo, que é matematicamente
descrito como um manifold (variedade ou caracteriza¢ao da geometria do espago-tempo)
quadri-dimensional cujos pontos sao chamados de eventos. O movimento de uma particula
teste é descrito por uma curva no espago-tempo. A distancia ds entre dois eventos vizinhos,
um com coordenadas z* e o outro com coordenadas x* + dz*, pode ser expressa como
uma funcio de coordenadas via um tensor de segunda ordem simétrico g, (%) = g,,. ()

da seguinte forma

ds* = g, dx'dz”. (1.14)

O tensor simétrico é chamado de tensor métrico (ou simplesmente métrica). A
Eq.(1.14) é uma generalizagdo quadridimensional do processo de medicao de distancias
entre dois pontos de um espaco Euclidiano tridimensional. Para o espaco-tempo de
Minkowski (o espaco-tempo plano da relatividade especial), tem-se que g, = 1, =
diag(l,—1,—1,-1).

A informacao sobre o grau de curvatura do espacgo-tempo estd codificada na mé-
trica. De acordo com a TRG, qualquer distribuicao de massa ‘distorce’ o espago-tempo.
O tensor de Riemann R,g,, ¢ uma funcao do tensor métrico g,, e das suas derivadas

primeira e segunda, e é dado por

Rf,,, = 0,0, — 0,10, + 0,10, —T0.T%,. (1.15)



onde os gammas (I") sdo os simbolos de Christoffel, definidos como

1
[l = 59" (00955 + 05950 — sgas)- (1.16)

O tensor de Riemann mede o nivel de curvatura que hé no espago-tempo, e é derivado
de fundamentos da geometria diferencial. Ele contém 20 componentes independentes. No
caso particular em que o tensor de Riemann é nulo, o espaco-tempo é o de Minkowsky
(plano). Outras quantidades importantes sao o tensor de Ricci, definido pela contragao
com o tensor de Riemann ( R, = g8 Ropuw ), € o escalar de Ricci, definido pela contragao
com o tensor de Ricci ( R = ¢"”R,,, ). Esses simbolos se conectam através das equagoes
de campo de Einstein

1
G,uu = Ruv - §g,uzzR = ’iTuua (117)

onde G, é o chamado tensor de Einstein, que contém toda a informacao geométrica do
espaco-tempo. Do lado direito da equacao, temos a informagao da distribuicao de matéria

e de radiacao do espaco-tempo, determinada pelo tensor energia-momento 7,

w, €M que

k = 8mG é a constante de acoplamento da teoria, onde G é a constante de Newton da
gravitagao. Vemos que, se o tensor de Ricci for nulo, correspondera a um espago-tempo
sem matéria. Contudo, isto nao implica que o tensor de Riemann também seja nulo. Como
consequencia disto, pode haver curvatura em um espaco-tempo vazio longe de distribuigoes
de matéria, que seriam as ondas gravitacionais. Deste modo, ao considerarmos apenas
a propagacao de ondas gravitacionais em um espago vazio, podemos partir da equacao

homogénea de Einstein (equagao de vacuo)

1
Ry~ 59k = 0. (1.18)

1.2.2 Linearizacao da gravidade

Vamos agora assumir que um observador esteja muito distante de uma dada distri-
buicao de matéria estatica e que o espago-tempo em que se encontra seja aproximadamente
plano. Qualquer mudanga nessa distribuicao de matéria ird induzir uma mudanga no
campo gravitacional detectado pelo observador distante como uma mudanga na métrica.

Essa nova métrica serd

Guv = Nuv + huu; (].]_9)
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onde 7, ¢ o tensor métrico de Minkowski e h,, ¢ uma pequena perturbagao no espaco-
tempo. Como iremos expor analiticamente mais adiante, h,, serd o tensor que descreve
essa pequena distor¢ao que se propaga no espago-tempo, em outras palavras, a onda
gravitacional. Como consideraremos apenas perturbacgoes fracas, podemos fazer a apro-
ximacao |h,,| << 1 e desprezar termos de ordens maiores em h a fim de tornar mais
facil a resolucao das equacgoes de Einstein, que produzem solugoes nao-lineares por natu-
reza. Esse processo denomina-se linearizacao da GR (também chamada de aproximagao
de campo fraco) e é utilizado para se estudar a propagagao de ondas gravitacionais em
um espago-tempo vazio.

Podemos expandir a métrica contravariante g"” até primeira ordem em h (despre-

zando termos de ordem maior), obtendo
g =" = . (1.20)

Inserindo as equagoes (1.19) e (1.20) na (1.16) e desprezando termos de segunda ordem

ou maior em h, teremos o simbolo de Christoffel devidamente linearizado

1
Il = Enwé(aahﬁﬁ + Ophse — Oshagp)- (1.21)

[0}

Substituindo (1.21) em (1.15) e desprezando termos quadraticos em I' (pois ja sdo de

segunda ordem em h), obtemos o tensor de Riemann linearizado
1
Raauy = é(auaahua - 8u8ahua + auaahpa - 81/80hua)7 (122)
que pela contragao n**Raq., resulta no tensor de Ricci linearizado
1
R, = 5(8,,8,,@ + 0,0,h) — 0,0,h —Ohy,), (1.23)
e da contracao R = n*""R,,, resulta no escalar de Ricci linearizado
R = 0,0, — Oh. (1.24)
Substituindo tudo na equagao de Einstein homogénea (1.18), obtemos

1
?@@@+@@m—@@ﬁ—mmfwwammkmwmm:0 (1.25)
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Essa é a equacao de Einstein devidamente linearizada na auséncia de fontes [29], que
consiste na equacao de movimento da teoria.

Pode ser verificado que, se partimos da seguinte acao:
4 1 A pv VA 7% 1 A
S=[dz —§8Ahm,8 R + 0,hy, 20" W' — 0, O, h + 58,\h8 hi, (1.26)

podemos chegar na equacao de movimento (1.25) através do processo variacional da agao.
A acdo (1.26) também pode ser obtida pela linearizagao da ac¢ao de Einstein-Hilbert usual

da TRG S = [ d*z\/=gR, e portanto é chamada de agao de Einstein-Hilbert linearizada.

1.2.3 Propagacao de Ondas Gravitacionais

Uma das principais diferencas entre a TRG e a gravitagao de Newton se da na
velocidade na qual a mudanca de um campo gravitacional possa ser sentida por um obser-
vador (ou uma particula teste, por exemplo) a uma certa distancia. Newton pensava que
essa propagacao seria instantanea (se propagaria com velocidade infinita), porém, Eins-
tein afirmou que esta se daria a velocidade da luz no vacuo, pois, de acordo com um dos
postulados da relatividade especial, nenhuma informacgao no universo pode se propagar
com uma velocidade maior que a da luz. Essas informacoes de mudancas nos campos
gravitacionais sao justamente as ondas gravitacionais, que também podem ser interpre-
tadas como pequenas flutuacgoes na geometria do espaco-tempo. A existéncia de ondas
gravitacionais é uma consequéncia imediata de uma teoria relativistica para a gravitacao.

A melhor evidéncia da existéncia das ondas gravitacionais vinha de um trabalho de
Taylor e Hulse de 1974. Eles observaram que um sistema binario de estrelas de néutrons
estavam perdendo energia na forma de emissao de ondas gravitacionais pela sua variacao
na taxa de aceleracao orbital [30]. No entanto, em 2015 houve a primeira detecgao direta
de uma onda gravitacional proveniente da colisao de dois buracos negros, feita pelo LIGO
(Laser Interferometer Gravitational-Wave Observatory®) no evento que ficou conhecido
como GW150914 [31]. Desde entdo ja foram detectados cinco eventos de ondas gravitacio-

nais, incluindo o tltimo em 2017, GW170817 [32], que registrou a colisao de duas estrelas

30bservatério astrondmico baseado em interferometria laser para fins de detecccio das ondas gravita-

cionais
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de néutrons .
Partindo da equagao (1.25), podemos encontrar solugoes tipo onda plana. O tensor
h,, possui 16 componentes (matriz 4x4), mas, por ser um tensor simétrico, hé apenas
10 componentes independentes, que estao relacionadas com as identidades de Bianchi
D,Gt = 0, onde D, é a derivada covariante que depende da métrica de fundo. Desta
forma, temos 6 equacgoes independentes para h,,,, que implicam em 4 graus de liberdade.
Consideremos uma transformacao do tipo
hyw — h;w = hy — O\, — O A, (1.27)
que é chamada transformacao de calibre, pela analogia com o eletromagnetismo. Nesse
tipo de transformagao, o tensor de Riemann linearizado (1.22) permanece inalterado na
troca de hy,, por hj,,. Pode ser verificado que a Eq.(1.25) também ¢ invariante sob esta
transformacao. Existe uma certa liberdade para a escolha de calibre. Podemos usar a

condigao de calibre de Lorentz, dada por
|
LA, = 0h;, — §8uh =0, (1.28)
Inserindo essa condigao na (1.25), alguns termos se cancelam, sobrando apenas a relagao
1 12
Uhy, + 57]“ h = 0. (1.29)

Contudo, ainda resta liberdade para a escolha de OJA, na Eq.(1.28). Podemos entao
utilizar o chamado calibre transveral e sem trago [29] (que vamos denotar com um indice

TT), que satisfaz as condigoes
Aplicando essas condigoes na (1.28), ficamos com
Ohfr =0, (1.31)

que é uma equacao de onda. Na tentativa de resolver (1.31), consideremos o Ansatz de
onda plana

h(z) = on(k)ei k"xu, (1.32)
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onde o tensor «,, ¢ chamado de tensor de polarizacao e, por ser simétrico, também possui
10 componentes independentes.

Substituindo a (1.32) na (1.31), obtemos
k* = k,k" =0, (1.33)

ou, em termos das componentes

w? — k> =0, (1.34)
que ¢ a relacao de dispersao da onda gravitacional, implicando que essas ondas se propa-
gam no véacuo com a velocidade da luz. Da (1.30), temos

Tra=a=0 , ay=0. (1.35)

Aplicando (1.35) e (1.32) na condigao de calibre de Lorentz (1.28), obtemos agy = 0 e

ap, = 0 (ou seja, 4 componentes da matriz sdo nulos) e a relagao
ko =0, (1.36)

que ¢ a condicao de transversalidade, que exige que a direcao de propagacao da onda seja
perpendicular ao vetor de polarizacao. Apds isso, vemos que, no calibre transversal e sem
traco, de 10 componentes independentes da matriz o, menos o vinculo da condicao sem
trago, menos 4 componentes nulas e menos 3 vinculos da (1.36), ficamos com apenas duas

polarizagoes independentes (que contém significado fisico) para as ondas gravitacionais.

13



Capitulo 2

Extensao de altas ordens derivativas

para a Eletrodinamica

A fim de estudar efeitos da VIL na escala de Planck, Myers e Pospelov [16] cons-
truiram uma TCE baseada em operadores com altas ordens de derivadas com a presenca
de um quadrivetor constante, interagindo com os campos escalar, fermionico e eletro-
magnético. Eles propuseram a construcao de lagrangianas! modificadas que podem ser
acrescentadas na lagrangiana usual de cada setor a fim de obter relacoes de dispersao
modificadas. Tais lagrangianas obedecem aos seguintes critérios: (i) sdo quadréaticas nos
campos; (ii) sdo invariantes por transformacgoes de calibre; (iii) sdo invariantes por trans-
formacoes de Lorentz, exceto pela presenca de um quadrivetor externo u?; (iv) nao sio
redutiveis & operadores com dimensao menor pelas equagoes de movimento; (v) nao sao
redutiveis a uma derivada total; (vi) possuem uma derivada a mais que o termo usual.

A motivacao para a construcao de uma TCE com altas ordens derivativas que viole
a invariancia de Lorentz reside no fato de que os termos podem ser suprimidos por uma
certa escala de energia onde efeitos de gravitacao quantica podem aparecer. Neste nivel
de energia, espera-se que o espaco-tempo adquira uma forma discretizada, justificando
portanto que a simetria de Lorentz, por ser uma simetria do tipo continua, seria quebrada
nesse cenario.

Neste capitulo, iremos construir lagrangianas com dimensao de massa arbitraria

!Daqui em diante, iremos nos referir as densidades de lagrangiana como lagragianas apenas.
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d > 3 para o setor do campo eletromagnético. Tais termos devem respeitar a todos
os critérios estabelecidos por Myers e Pospelov, exceto o (vi), visto que queremos gerar

termos com altas ordens derivativas de maneira generalizada.

2.1 O modelo de Myers-Pospelov

O termo modificado de Myers-Pospelov para o setor do foton consiste de um termo
CPT-fmpar, isto é, que viola a invariancia de CPT por um sinal?. O termo proposto por
eles é dado por [16]

Lyp = Fuauo"(w(u-a)ﬁ“ﬁ. (2.1)

2Mp
onde ¢ é um parametro adimensional que controla a VIL, u® é o quadrivetor de fundo,
Mp é a massa de Planck e F*8 = %e“ﬁp"Fpg. Ao se acrescentar essa lagrangiana com a

lagrangiana usual de Maxwell acrescida do termo de fonte (1.1) pode-se obter a seguinte

equacao de movimento no calibre de Lorentz [33]:

A + 2-5 oy (- 9)204A, — (2.2)
Mp

que produz portanto, na auséncia de fontes, uma relacao de dispersao covariante da forma

2 f 2 2 21.211/2 __
kiE(u.k) [(u-k)? —u?k? Y2 = 0. (2.3)

=,

A Ref.[16] considerou para a andlise o caso do quadrivetor tipo tempo uy = (1,0), que
também ¢ chamado de modelo isotrépico®. Desta forma, para |k| < Mp/(2¢), a (2.3) pode
ser aproximada por
w = k| — )\Mipr (2.4)
que induz a uma velocidade de grupo sub-luminal para fétons que estejam sujeitos ao
efeito da VIL.
No artigo original, Myers e Pospelov assumiram que a Eq.(2.1) representava o tinico

termo possivel que pudesse satisfazer os 6 critérios estabelecidos por eles para a criagao

2No Apéndice A é feito um detalhamento maior sobre a transformacio CPT.
3Pois garante que o campo externo nao forneca direcdes espaciais privilegiadas.
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de um termo no setor eletromagnético puro. No entanto, por curiosidade, é interessante

notar que a mesma relacao de dispersao (2.3) pode ser obtida através da lagrangiana
L= § = a B
= ——Fauug(u- 0)F", (2.5)

quando consideramos o calibre de Lorentz d,A* = 0 e o calibre axial u,A" = 0. Na

equacao acima, o tensor duplo dual de Maxwell é definido como

~ 1 ~ 1
FrB — éeuﬁponU _ L_leuﬁpvepamF“T_ (2.6)

Fora isto, Campanelli [34] também percebeu que existia outro termo que poderia
ser adicionado ao termo usual de Myers-Pospelov que também satisfazia os critérios e que
induzia um novo tipo de modificagao na rela¢ao de dispersao. J& na Ref.[35], foi proposto

um termo de dimensao cinco feito por uma expansao em séries do termo CFJ* na forma

L= %EMA’OO‘UQ (UVUUFMVaAFPU - UQHVUFMV(?)\FPU) ’ (27)
ol

que também satisfaz os mesmos critérios. E interessante notar que o primeiro termo da
equacao acima produz a mesma lagrangiana de Myers-Pospelov (2.1) a menos de uma
derivada total. Portanto, ha muitos termos invariantes de calibre que podem ser criados
no setor eletromagnético a fim de produzir modificagbes de altas ordens derivativas na

relagao de dispersao da teoria, ao contrario do que a Ref.[16] aponta.

2.2 Construcao dos operadores de altas ordens deri-
vativas

Nesta secao damos inicio a contribuigao neste trabalho. Discutimos a possibilidade
de generalizar operadores de VIL de altas ordens derivativas para o setor eletromagnético.
Os efeitos da VIL podem ser inseridos a partir de uma modificagao do tensor métrico
do espaco plano 7,4. Essa modificacao pode consistir na adicao de um quadrivetor nao-
dinamico u, & métrica, ao qual chamaremos de quadrivetor externo (ou quadrivetor de

fundo). Essa abordagem pode ser dada na forma

Nap — Nag = Nap — {Uals, (2.8)

4Termo originalmente proposto por Carroll-Field-Jackiw [10].
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onde ¢ é um parametro adimensional que controla a intensidade da VIL. Definindo o
parametro como sendo positivo, o sinal de menos garantird que a teoria modificada nao
tenha um comportamento superluminal.

Agora, vamos analisar o impacto desta perturbacdo na métrica na lagrangiana
usual de Maxwell sem termo de fonte, que pode ser escrita em termos dos tensores duais

do campo eletromagnético na forma
1 [V T[NP0
['Mazwell - ZF F NppTvo - (29)

Inserindo a (2.8) na (2.9), recuperamos a mesma lagrangiana de Maxwell acrescentada da
seguinte extensao:

5 [V T[NP0
Lozt = —§F“ FPon,,u, . (2.10)

Nesse sentido, os efeitos da VIL sao completamente caracterizados pela presenca do qua-
drivetor uy. Note que a lagrangiana acima é invariante por transformacoes de calibre
0A, = J,A. A contribuicdo dada na (2.10) é conhecida na literatura como termo de
violagao de Lorentz tipo aether® [36].

Definindo o operador

I, = €upeu’0, (2.11)

que ¢ antissimétrico e tem as propriedades 9,I1"" = 0 e u,II"* = 0, além da propriedade
de comutagao II,,11,, = II,,II,,, podemos reescrever a agao associada a (2.10) de uma
forma compacta em termos dos campos de calibre a menos de um termo de superficie
como

Sext = — / d%%A#H“pHP”Ay. (2.12)

Fazendo uma rapida andlise dimensional no no integrando, vemos que, como o campo de
calibre A, e o operador II,, possuem dimensao de massa, este termo tem dimensao de
massa elevada & quarta poténcia (M?), como o esperado. Também ¢é possivel mostrar
que este termo é do tipo CPT-par, e portanto, preserva a invariancia por transformacoes
CPTS.

5Esse termo apareceu originalmente no estudo de teorias com dimensdes extra.

61sso é demonstrado no Apéndice A
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Agora, queremos construir uma generalizacao para operadores de VIL com di-
mensao de massa arbritraria d. Podemos considerar uma generalizagao para o operador
associado na forma z

m
d
I 11 — % (H“p) (H"”) . (2.13)
Y
em que M, é uma escala de massa onde os efeitos de VIL se tornam evidentes’, e d =
2+1+m é a dimensao de massa do operador®. A notacao (H’“’)l se refere a uma contracao
de [ tensores II*”, sempre com o segundo indice de um tensor contraido com o primeiro
indice do outro.

Com isto, obtemos uma agao geral

l m
Sewt = Sew = — [ d'z ]é(jll A, (H“p> <H””> A,. (2.14)
Y

Para construirmos a generalizacao, temos que estabelecer a dlgebra do operador

I1,,,. Consideremos a férmula geral para a contragao de dois tensores de Levi-Civita [29]

el a ag—p]
eIt BBy, = — D _p)!é[ﬁll o '55;—; ' (2.15)

onde ¢ é o niumero de indices do tensor e p o nimero de indices contraidos. A notacao
[pt - - - V] se refere a um produto antissimetrizado dos indices, por exemplo: [ura] = pra —
pav + apy — avi + vap — vipe. Como trabalhamos em um espago-tempo de quatro

dimensoes, usaremos sempre ¢ = 4, que nos da as férmulas
"7 €0ppe = —25%‘5;} ,para p = 2;
"7 enpre = —66&“5;5;)] ,para p = 1;
€ €qpry = —24610558571  para p = 0. (2.16)

Usando as duas primeiras férmulas, é facil mostrar as seguintes propriedades envolvendo

o operador II,,,:

111, = 2D;

I, JI" = D§", — u0" 0, + u”(u - 9)0,, — u’u, 0+ (u- 9)u,d",

(2.17)

"A priori, ndo vamos assumir de imediato que esta seja a massa de Planck
8Tssa dimensao é contabilizada pela andlise dimensional da lagrangiana com respeito a dimensao dos

campos e das derivadas contidas no operador
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onde D = 20— (u-0)% é um operador que ird aparecer em todas as equagoes de movimento
modificadas daqui pra frente.
Da segunda férmula da Eq.(2.17), é facil ver que uma contracao entre trés opera-

dores 1" ird resultar em
T\ = 11" Dé% = 11" D. (2.18)

Utilizando as equagoes (2.17) e (2.18), pudemos construir a tabela 2.1, que mostra
o formato dos operadores para cada dimensao de massa e suas respectivas classificacoes
sobre transformacoes de CPT. Os termos do tipo CPT-impar violam a invariancia por
transformacoes de CPT por um sinal. Pela tabela 2.1, podemos inferir que operadores
com dimensao par(impar), sdo classificados como CPT-par(impar)?. Nesta abordagem,
¢ interessante notar que, realizando-se a substituicao A, — MLVH,MAJ em um termo de

dimensao d, obtém-se um termo de dimensao d + 1.

Tabela 2.1: Operadores de VIL com dimensao d no eletromagnetismo.

Dimensao (d) Operador CPT
d=4 §(4)AHH“pHpVA,, Par
d=25 f\(/[—f’)AMH””lA?A,, fmpar
d=6 SBAMILYDA, | Par
d=17 %AHH“”ZA)QA,, fmpar
d=8 SBAILY DA, | Par

A partir da tabela, vemos que os operadores podem ser construidos respeitando-
se basicamente um formato para tipo CPT-par e outro formato para tipo CPT-impar,
apenas aumentando sucessivamente as poténcias do operador D. E interessante ver que
a parte CPT-impar pode ser vista como uma generalizacao para altas ordens derivativas
do termo CFJ, que é um termo de dimensao d = 3 e CPT-impar que pode ser escrito em

nossa notagao como &z M, A,I1*P Ag.

9Mais informacdes sobre transformacdes CPT estdo dispostas no Apéndice A
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De fato, d = 3 é a menor dimensao possivel para um operador de VIL ser escrito
através de um vetor externo na eletrodinamica. Um possivel termo de dimensao d = 2
ja teri t de Proca'®. C tivaca d
ja se caracteriza como um termo de Proca'®. Com essa motivacao, podemos escrever as

acoes generalizadas CPT-par e CPT-impar para d > 3 de maneira separada na forma:

~ 1 %)
C ar vpn
GOPT—par _ -3 di e D4 1T Y DA, (2.19)
SQPT—impar _ _1 d4x&ANH“VﬁnA (2 20)
n—1 v .
(d) 2 Mz

onde n = (0,1,2,3,--+), d=3+2ned=4+2n. Paran= 0, o termo impar recupera
o termo CFJ, enquanto o termo par recupera o termo de dimensao d = 4 (2.12). Para
n > 0, obtemos os termos de altas ordens derivativas nos quais estamos interessados. As
densidades de lagrangiana contidas nessas acoes satisfazem aos 5 critérios estabelecidos
anteriormente.

Podemos reescrever a (2.19) e a (2.20) em termos do tensor eletromagnético dual

na forma
CPT—par 5 n
Sa " —/d4 2M2 & yCugE,, D", (2.21)
scrrmer = [t S A?j;_lugApnﬁw (2.22)
Y

Na Secao B.1 do Apéndice B demonstramos que os operadores inclusos nas agoes
acima podem ser escritos como pegas dos operadores CPT-par (Kp) e CPT-impar (K4r)
presentes na EMP estabelecida na Ref.[12], e generalizada pelas Refs .[37, 38]. Portanto,
o formalismo proposto neste trabalho, que partiu da motivacao e dos critérios utilizados
originalmente por Myers e Pospelov para a construcao de operadores com dimensao ar-
britraria, consiste em uma simplificacao bastante util da EMP generalizado para o setor
do foton, visto que, deste modo, podemos analisar todo o comportamento da VIL através
da natureza do quadrivetor de fundo.

Neste trabalho, iremos nos concentrar em investigar as violagoes de Lorentz por

0Termo do féton massivo que viola a simetria de calibre e preserva a invariancia de Lorentz.
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transformacoes de boost!'!

. Para isto, vamos seguir a maioria dos trabalhos da area e as-
sumir sempre que o quadrivetor de fundo u* é tipo-tempo, possuindo a forma u* = (1, 6),
com a componente temporal normalizada em termos do parametro £&. Com essa aborda-
gem, estamos excluindo efeitos anisotrépicos que possam existir no espaco-tempo devido a
VIL. Esse estudo se justifica no capitulo 4, onde iremos discutir aspectos fenomenolégicos

relacionados a dispersao no tempo de voo das particulas, que podem ter suas velocidades

alteradas no cenario em que a VIL esta presente.

2.3 Extensao CPT-Par

Nesta secao vamos estudar a equacao de movimento e a relacao de dispersao as-
sociadas a modificagdo com o termo CPT-Par (2.19) somado com o termo de Maxwell.

Desta forma, partimos da acao

1 L §a U An
S = /d“x(— TEw " G A 2M; AT Y D" A ) (2.23)

A equacao de movimento associada a essa acao é

65 v 5 ) Aa Myn

T =04, = 0,0"A, MQHHDAJr]u
= 0A, — 0,0,A, + ]\3; D”( — DA, + u,utOA” — w0, (u - ) A” — u, 0" (u - 9) A
+ u2(9“8,,A”) + 7, =0. (2.24)

Para investigar as equacdes de Maxwell modificadas para o caso do quadrivetor u* tipo-
tempo (caso isotrépico), podemos abrir a equacao acima em termos das componentes,
considerando que j, = (p, J ) obtendo duas equagoes de movimento. Vemos que o termo
isotropico nao ird produzir uma modificagao na equagao para u = 0, que é a lei de Gauss
da eletrostatica. Porém, para a p = i, a Lei de Ampere-Maxwell modificada toma a forma:

o
ot’

{1—5 (VQ)]V x B=J+

o (2.25)

H1Se refere as transformacoes de Lorentz na troca de um referencial para outro & uma velocidade

diferente, o que do ponto de vista das particulas se verifica como "empurroes”.
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produzindo uma alteragao no rotacional do campo magnético.

Para investigarmos a propagacao de ondas eletromagnéticas e obtermos a relacao
de dispersao covariante da teoria, podemos considerar um espaco na auséncia de fontes,
isto é, j, = 0. Usando o calibre de Lorentz d,A* = 0 e o calibre axial u,A* = 0 na

Eq.(2.24), ficamos com

§@) ~n
(D i 22 prHt) A, = 0. (2.26)
No espago dos momentos (0, — —ik,, ), resulta a relagdo de dispersao covariante
K24 D prt g (2.27)
M2n ’ ’

na qual D = D(9, — —ik,) = (u-k)? — u?k>.

No caso isotrépico, onde u® = (1,0), a Eq.(2.27) pode ser reescrita como

@

w = *£|k| M2"

SONPES (2.28)

E importante notar que o caso usual w = j:|lg | é recuperado quando {qy — 0. A velocidade

de grupo obtida da Eq.(2.28) é

£ n
do 11— M@L(”+U|k|2

vy = —— = (2.29)
d|k| 1— Mz”\k\%
ja a velocidade de fase é expressa por
w 30
V= — = k|2, 2.30
p= =1 (230)

caracterizando portanto um meio dispersivo.

2.4 Extensao CPT-fmpar

Nesta secao iremos estudar o caso do termo de Maxwell acrescentado ao termo

CPT-impar (2.20). Nesse caso, partimos da agao

1 v N é- 17 n
S = /d%(- 1 Ew F gAY — 2M2 A, 1" D" A ) (2.31)
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A equacao de movimento obtida é

0S 5(&)

Sin = 04, = 0,0,A" + jj — 551, DM AT = 0 (2.32)
v

Assim como o caso CPT-par, a lei de Gauss nao serda modificada pelo termo CPT-impar

isotropico, a modificacao se dara apenas na lei de Ampere-Maxwell, que assume a forma:

. - - OF ;
SxBoJ 2Lt

o — T (-V?)"B. (2.33)
2

Desta vez, a modificagao ocorre no laplaciano do campo magnético.
Agora, consideremos o vacuo na auséncia de fontes e a escolha de calibre de Lorentz

AN = 0. Com isso, a (2.32) fica

&g .
{WD -9 HWD”] A" =0. (2.34)
My
No espaco dos momentos, obtemos
2 g(d) 2 nlAv —
k1 + = e L0 =0, (2.35)
onde flw, =11, (0n = —iky) = —i€,5,,u’0%. Para obter a relacao de dispersao covariante,

podemos multiplicar a equacao acima pelo seu conjugado:
4 _11°e D, (2.36)

Apoés alguma dlgebra, podemos mostrar a relagao

) 2
{(k?)? - (—M%j’l) DZ”“} AP =0. (2.37)
ol
Por fim, obtemos a relacao de dispersao
2 5( d) n+i _
k= — AM -D =0, (2.38)
v

em que A = £1 sao os dois modos de polarizacao da onda eletromagnética.

Considerando novamente o caso isotrépico u, = (1,0), a Eq.(2.38) fica na forma

Wy = |/<;|\/ A [Pt (2.39)
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Com isso, podemos constatar que a velocidade de grupo possui a forma

do L1+ (n+ %)ATMQ:L || 2n—1
Uy = — = il (2.40)
I d|k| S |712n—1
\/1 + Aw‘k\
enquanto a velocidade de fase é

w S@ ¢
vp=—= = [1+ A——]kL. 241
= \/ vl (241)

Comparando as (7?7 e (2.41) com as velocidades obtidas na segao 1.1 para a ele-
trodinamica usual, percebe-se que a modificacao VIL CPT-impar impoe dois modos de
polarizacao diferentes entre si. Isto sugere que o proprio vacuo se comportaria como um
meio birrefringente'? (além de dispersivo, como no caso CPT-par), visto que as velocidades

de grupo dos dois modos de polarizagao serao diferentes.

2.5 Analise de consisténcia das teorias

Nesta secao analisaremos trés propriedades fundamentais de uma teoria de campos
consistente: estabilidade, causalidade e unitariedade. Essas trés condi¢oes sao indispen-
saveis para que a teoria possa ser eventualmente quantizada de acordo com os métodos
da teoria quantica de campos. Nas se¢oes seguintes vamos analisar a consisténcia da ele-
trodinamica modificada com o termo CPT-par e com o termo CPT-impar, ambas para o

modelo isotrépico.

2.5.1 Teoria modificada CPT-par
Estabilidade

Um modo é dito estavel quando a sua energia é real e positivo-definida. Isto ocorre

se a condicao w? > 0 for sempre satisfeita na relacao de dispersao.

12Um meio birrefringente é um meio que induz indices de refracdo diferentes dependendo da direcao
do vetor de polarizacao da onda. Portanto, ondas polarizadas com diregoes diferentes se propagam nesse

meio com velocidades diferentes.
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Da relagao de dispersao da teoria modificada CPT-par (2.28), vemos que a teoria

¢ estével se {3y < =1, que para n = 0, resulta em {4 < 1. Como estabelecemos que &g

M2n
IkP
¢ positivo-definido, a teoria CPT-par serd em geral estdvel para quaisquer valores de &g

M2n

no intervalo 0 < ¢4 | kIZ"'

Causalidade

A causalidade é mantida quando nao hd modos super-luminais (taquionicos) na
teoria, ou seja, quando sao satisfeitas as condicoes vy < 1 € Vfrente < 1, onde Vfrente =

lim, > vy € a velocidade de frente de onda.

|| =00
Da velocidade de grupo (2.29), vemos que a condi¢ao de causalidade é mantida se
a seguinte inequagao for satisfeita:

S
M2n

S

1 - MQn

(n+ D" < k2, (2.42)

2n

M2
0 que acontece para valores 0 < {g |k|2 ,

que concorda com a condicao de estabilidade.

Agora, usando a velocidade de fase (2.30), obtemos que

. S —o0, se n >0,
Ufrente = Jlm 1— | |2n = (243)

[Fl-voc M VI—€a, se n=0.

Portanto, em geral a causalidade é mantida para valores 0 < {z < 1. Vemos entao que,
em geral, se {g) permanecer entre 0 e 1, o que ¢ fortemente suportado pelo que se espera
da fenomenologia, a teoria é causal e estavel ao mesmo tempo. Para vermos isso através
de um grafico, consideremos a (2.28) tomada até a primeira ordem de aproximagao em
k1,

W~ +F] (1 - %(gy/;])%) (2.44)
onde'® g = £/M.,, com k| < g'. Da Eq.(2.44), podemos gerar um gréafico gw versus g|k|,
para os casos d =4, d =6 e d = 8, como mostra a Figura 2.1.

Vemos que todos os casos se concentram fora do cone de luz, o que garante a
causalidade pelo comportamento sub-luminal dos fétons. A estabilidade s6 é garantida
pelos valores de {4 discutidos anteriormente, visto que os prolongamentos das curvas

para d > 4 induziriam energias negativas.

13Consideramos um valor de ¢ arbritrério.
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Figura 2.1: Grafico das relagoes de dispersao modificadas com os termos de CPT-Par.

gw

— Cone de luz

d=4(n=0)
— d=6(n=1)
— d=8(n=2)

glk|

Fonte: autor.

Unitariedade e Propagador associado

A unitariedade esta relacionada a propriedade da matriz de espalhamento da teoria
quantica de campos. FEsta condicao garante a hermiticidade, ou seja, garante que os
estados definidos no espaco de Hilbert possuam normas positivas. Quando ha estados de
norma negativa, a teoria serd nao-unitaria, e temos os chamados modos fantasmas (do
inglés, ghosts).

A condicao de unitariedade pode ser verificada através do propagador de Feynman
saturado da teoria. Esta técnica consiste em calcular, utilizando o propagador da teoria
considerada, a contracao tensorial entre as correntes conservadas J* e J” e a matriz do
propagador escrita em cada um dos seus poélos, o que envolve naturalmente o calculo do
residuo do propagador nestes pélos. Deste modo, se o residuo for sempre positivo, a teoria
serda unitaria; se for igual a zero, serd nao-fisica, visto que nao contribui em calculos da
matriz de espalhamento em interacoes; e se for menor que zero, sera nao-unitaria, com o
aparecimento de fantasmas.

Primeiramente, vamos calcular o propagador de Feynman associado a teoria CPT-

par. Para isto, vamos acrescentar o termo de fixacao de calibre de Feynman'* —%(8MA“)2

14Este procedimento é comumente usado para se obter o propagador através do inverso do operador
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na acao (2.23) sem o termo de fonte. Partimos portanto da acao

1
S = / d%( = Fw " = ;\542 A%TL,, ITIM D" A — —(a AH) ) (2.45)
que resulta em
1 ; 5
S = / d'o A7 (553 - EC;HMHMD"> A, (2.46)
ol
Podemos reescrever a agao acima como
4 1 Ao
S = /d 154,07 A, (2.47)
onde
O =0y — ]\54(2) 11°, [ D", (2.48)

¢é o operador de onda associado. O propagador de Feynman é o inverso deste operador, e

pode ser obtido de acordo com a seguinte relacao de identidade
OV A, = id]. (2.49)

O célculo detalhado deste procedimento foi feito no Apéndice C. O propagador obtido no

espago dos momentos é

i D kk,
AoglF) = |- 20D+ B - ko
k2 <k2 + %Drﬁl) v
S DD k) (unk, + upky) — S k2D uyu (2.50)
M2n A prYA MQn P :

Do denominador do propagador, temos dois polos: k% = 0 e k? + %D"“ = 0, o primeiro
Y

consiste na relagao de dispersao usual, e o segundo, na relacao de dispersao modificada

que desenvolvemos na (2.27). Vemos que, no limite {4 — 0, recuperamos o propagador

usual do féton no calibre de Feynman [39],

i

A&‘Z““’(k) = _ﬁnz\p- (2.51)

de onda, e nao altera qualquer significado fisico na agao, pois é zero pela invariancia de calibre. Sem
esse termo de fixagao, o operador de onda nao pode ser invertido, e portanto, o propagador nao pode ser

obtido.
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Agora, com o propagador (2.50) em maos, devemos obter o propagador saturado,

que ¢é definido como

PS = J*A,,(k)J?, (2.52)

onde J* é uma quadri-corrente conservada, ou seja, temos que d,J" = 0, o que implica
k,J* = 0 no espaco dos momentos. Com isso, substituindo a Eq.(2.50) na Eq.(2.52),

somos levados a

. 13 "
72 4 D (- )

PS = — : (2.53)
k.2 %D?’Hrl

onde J% = J,J*. No caso isotrépico, ficamos com

J2 é(d) |k|2nJ2
PS = —i 5( : . (2.54)
2 d 2n+2
k? 4 Wwd +

Para simplificar o problema podemos fazer a escolha k, = (w,0,0,ks) sem perda de
generalidade [40]. Com isso, pela conservagao da corrente k,J" = 0, obtemos J, =

(Jo, J1, Jo, “’JO) Desta forma, a (2.53) fica

272
—z'(Jg — J2J2 — “k;’o + f;‘;ik: )

PS = - (2.55)
W2k2(1 — ]\/}2317452")
Com isso, podemos calcular o residuo no pélo w? — k2(1 — fﬁl k2™), o que nos leva ao
resultado
12, 72

que é sempre positivo. Portanto, a teoria de Maxwell com o termo de modificacao CPT-

par € unitaria.

2.5.2 Teoria modificada CPT-impar
Estabilidade

Da relagao de dispersao (2.39), iremos obter duas condigbes para cada modo de

n—1
polarizacao, na forma §ay < A‘]\g‘% -. Vemos que A = +1 induzird obrigatoriamente
um modo nao-estavel, visto que definimos f(d) como sendo positivo. J& para A = —1, a
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estabilidade pode ser garantida pelo mesmo motivo que discutimos no caso CPT-par. No

entanto, em geral a teoria ¢ instavel.

Causalidade

Da velocidade de grupo (2.40), a condigao de causalidade é verificada pela seguinte

inequacao:
1 f e 5(d
1+ (n+§)/\M2n 1|k|2 < \/1—1—)\M2n 1|k|2” L (2.57)
No caso A = +1, a inequagao acima nao é obedecida para qualquer valor de §4) positivo.
2n—1
Ja no caso A = —1, a condicao para §g) ¢ 0 < £(d ‘]\:‘2— com n > 0, recaindo em um

caso andlogo ao CPT-par.

A velocidade de frente de onda obtida a partir da velocidade de fase (2.41) é

€
Vprente = 1im 4 [ 1 + A\——— f|2n—1, 2.58
frent oo \/ ]w7 ‘ ‘ ( )

Paran = 0 e qualquer valor de A, temos v,ente = 1, que corresponde ao caso usual. Porém,
para valores de n > 1, temos que, no caso A = +1, Vfpente = +00, 0 que corresponde a
um modo nao-causal. J4 no caso A = —1, temos Vfrente = —00, 0 que corresponde ao caso
CPT-par paran > 1.
Consideremos a analise da aproximacao tomada até primeira ordem em |/¥\ da
Eq.(2.39), ou seja,
wy ~ || (1 + %A(yua)%“), (2.59)

onde y = /M., com \E\ < y~!. Podemos analisar o comportamento causal da teoria por
um grafico yw versus y|l§|, para os casos d = 3, d =5 e d = 7, como mostra a Figura 2.2.

Vemos que os modos A = +1 se encontram dentro do cone de luz, o que indica
um comportamento super-luminal. Portanto, a teoria modificada CPT-impar no caso
isotropico é nao-causal, visto que um dos modos de polarizacao sempre induz a existéncia
de taquions'. Essa andlise concorda com a andlise feita pela Ref.[33], a qual mostra que
a teoria modificada com o termo CPT-impar de Myers-Pospelov no setor eletromagnético

para o caso isotrépico também é em geral nao-causal e instavel.

5Particulas com velocidades superluminais que quebram os postulados da relatividade especial.
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Figura 2.2: Grafico das relagoes de dispersao modificadas com os termos de CPT-Impar.

0.5
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%

Fonte: autor.

Unitariedade e Propagador associado
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Cone de luz
d=3eA=+1
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d=5eA=-1
d=7eA=-1

Para obtermos o propagador do caso CPT-impar, consideremos a agao (2.31) sem

o termo de fonte com o termo de fixacao de calibre:

S = / d4( 1 Fw " —

que resulta em

S = / d4g; A" (DaA

Reescrevendo a acao acima como

onde

@

M- HMD”)A .

1 -
S = / d4x§Aa(’)A"AA,

@)\a _

_M2n1

g(d H)\a Dn

d . 1
AT D A~ (0,41

Y

(2.60)

(2.61)

(2.62)

(2.63)

é o operador de onda associado, podemos obter o propagador de acordo com a relagao

(2.49). O calculo detalhado é feito no Apéndice C. O propagador obtido no espago dos
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momentos é

< ) i krk,
Ay, (k) =— ! > {( i?_l) D2y 22 A + k', — i( D”kQHAp
k2 (k4 _ ( @ > D2n+1) M’Y k* M
M}%n 1
—%ﬁ%ﬁ%fphm-mcﬁm+uﬁ0-%(éQJ)Zﬂ%%ﬂﬁ. (2.64)
Mz Mz

Do denominador, obtemos os pdlos k* = 0, que é a relacao de dispersao usual, e k* —

_S@ pentl

— T = 0, que é a relagao de dispersao modificada do caso CPT-impar (2.38).

Vemos que, no limite ; — 0, recuperamos o propagador usual do f6ton (2.51).

O propagador saturado obtido da (2.64) no caso isotrépico sera

2
i[k2j2—+ (]Qéjll) |£%n|Jg}
PS = - .

. 5 (2.65)
(d) | 4n
(k2)2 — (Miz—l) || 4n+2
Realizando a escolha k, = (w, 0,0, k3), obtemos
e \?
_in? - kg) (Jg R ) i (Mgzzl) k§”J3]
PS — R . (2.66)
2 d n—
k (1 :l: Mgn lk )
Com isso, temos dois pdlos simples w — m2, onde m% = k3(1 + ]\féi) 1k2” ). Apés
alguma algebra, o residuo obtido da (2.66) é
R%Wﬂutmi:ig—ﬁ—J@. (2.67)

Claramente vemos que o residuo nao é positivo-definido. Logo, a teoria nao é unita-
ria. Neste caso, o modo birrefringente de polarizacao induz o aparecimento de modos
fantasmas no modelo. Este resultado concorda com a Ref.[40], que mostrou que a te-
oria modificada com o termo CPT-impar de Myers-Pospelov isotropico também viola a

unitariedade para o caso isotrépico devido aos modos birrefringentes.
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Capitulo 3

Extensao de altas ordens derivativas

para a Gravidade Linearizada

Seguindo os mesmos passos feitos para o setor eletromagnético, podemos construir
uma classe de operadores de violagao de Lorentz CPT-par e CPT-impar que respeite os
mesmos critérios estabelecidos anteriormente. Para isto, precisamos partir da acgao de
Einstein-Hilbert linearizada (1.26), que pode ser reescrita como uma contracao de dois

tensores de Levi-Civita a menos de uma derivada total na forma [28§]

M2
SEH _ _Tg /d4$€'upaﬁ€yo—6777,{q—h#yaagﬁhpff7 (31)

onde M, é uma escala de massal.

3.1 Construcao de operadores de altas ordens deri-
vativas

Procuramos por termos com operadores que, somados a acao de Einstein-Hilbert
linearizada possam gerar relacoes de dispersao similares aquelas encontradas no setor
do féton estudadas no Capitulo 2. Na verdade, a criagao de operadores na gravidade

linearizada com altas ordens de derivadas que satisfacam os cinco critérios de Myers-

LA priori ndo vamos assumir essa massa como sendo necessariamente a massa de Planck
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Pospelov nao é tao simples quanto parece. As opc¢oes que gozam da invariancia de calibre
em geral nao reproduzem uma modificagao relevante.
Por analogia com o caso eletromagnético, partimos do mesmo formato de métrica

com uma extensao de VIL que utilizamos no Capitulo 2, isto é

Mo = Tl = Tlas — Cltatts, (3.2)

onde ¢ é um parametro adimensional positivo analogo ao (. Com isso, ao substituirmos
a Eq.(3.2) na Eq.(3.1), iremos recuperar a mesma agao (3.1) acrescida de uma extensao

de VIL CPT-par de dimensao d = 4 na forma

SCPT*pUW" _ C(4)M92 d4 ppak voBT h. 0.0:h 3.3
@) == e e TP, U Ry 000 e - (3.3)

Note que esse termo ¢ invariante pela transformagao de calibre (1.27)2.

Em termos do operadore II*” definido na Eq.(2.11), a Eq.(3.3) pode ser reescrita
como ,

Sy T = % / d*hy, T Dy (3.4)

De fato, a tnica opgao viavel na gravidade para um termo com VIL de dimensao
4 que satisfaga a condicao de calibre e que possa ser escrita em termos de uma contragao
de tensores de Levi-Civita (assim como o termo usual de Einstein-Hilbert linearizado), é
quando esses tensores nao possuem indices contraidos entre si. E pertinente ressaltar que,
na gravitagao, é impossivel construir um termo de VIL com dimensao 3 que seja invariante
de calibre, pois, como nesta teoria trabalhamos com tensores de segunda ordem, uma
derivada apenas nao ¢ suficiente para satisfazer a condicao de calibre 9,A, 4+ 0,A, = 0.

Para gerar operadores com uma dimensao d > 4 arbritraria, podemos considerar

uma generalizacao analoga ao do caso eletromagnético:

l m
CapTIIe =5 S (HW’) (HW) . (3.5)
M.‘]

Deste modo, M, passa a ser a escala de massa em que os efeitos de violagao de Lorentz

?Note que a invariancia de calibre na gravidade lineariazada é garantida desde que os fndices dos

campos hy, estejam todos contraidos com tensores de Levi-Civita, garantindo que d,A, + 9, A, = 0.
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se tornam relevantes para o setor do graviton® e d = 2+ 1+ m, com [ = 1,2,3,... e
m=1,2,3,....
Se considerarmos [ # m, podemos utilizar a Eq.(2.18) para obter operadores do

tipo CPT-par e CPT-impar, que podem ser vistos na tabela 3.1.

Tabela 3.1: Operadores de VIL com dimensao d na gravidade linearizada.

Dimensao (d) Operador x (M?) CPT
d=4 Cityhy TIPTTY B Par
d=5 Cj&—?hwﬂ“pﬂﬂﬂ)\”hw fmpar
d=6 %hwﬂﬂpﬂwﬁhm Par
d=7 CA}—ghWH“”H”)‘H/\"lA}hpO fmpar
d=38 by 11PN D2 hyy | Par
d=9 B by TP D2hy, | Tmpar

Com isso, podemos escrever as agoes generalizadas CPT-par e CPT-impar na forma

SC’PT—par . Mg2 d4 C(J) h H,upHuaDnh . 3.6
@ T ) T et o7 (3.6)
g
CPT—impar M92 4 C(Cz) LOTTVATT @ N
s _ T/d o T Dy, (3.7)

comn = (0,1,2,3,...), d=4+2ned=5+2n. As lagrangianas contidas nestas agoes
respeitam aos cinco critérios estabelecidos no Capitulo 2, e portanto, sao invariantes pela
transformacao de calibre h,, — h,, + 0,A, + 0, A,,. E interessante notar que a contracao
hw,H“pH,\gHA”hZ é a unica alternativa vidavel para a criacao de um termo de dimensao
5 CPT—fmpar que viole a invariancia de Lorentz na gravidade linearizada e que seja
invariante de calibre. Qualquer outra forma de contracao entre os operadores II* e os
campos h*” nao satisfazem os critérios para a criacao de operadores de altas derivadas
nessa teoria.

Na Secao B.2 do Apéndice B foi demonstrado que os operadores associados as a¢oes

CPT-par e CPT-impar desenvolvidas aqui podem ser reescritos como pegas do formalismo

3Neste trabalho, este termo é utilizado como um jargao 1til para se referir ao setor de spin-2 da teoria

de campos.
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EMP extendido para a gravidade linearizada, estabelecido pela Ref.[28]. E importante
ressaltar que o caso particular [ = m ird produzir uma nova classe de termos do tipo
CPT-par, como mostrado no Apéndice B. No entanto, a relacao de dispersao desse novo
termo no calibre considerado nao sera diferente da que vamos calcular a seguir para o
termo CPT-par geral (3.6).

Portanto, vemos que o formalismo que desenvolvemos através da generalizacao
proposta na (3.5) é suficiente para abranger todos os casos desenvolvidos para a EMP na
gravidade linearizada, sendo portanto 1til por ser o primeiro formalismo de altas derivadas

criado na gravidade linearizada escrito em termos de um quadrivetor de fundo.

3.2 Extensao CPT-Par

Nesta secao iremos estudar os impactos dos termos de CPT-Par ao modificar a

TRG linearizada. Portanto, podemos partir da acao
CPT—par
S = SEH-FS(J) P , (3.8)

cuja equagao de movimento é

5 1
5hS = 3|~ O 4 Db = 90k — 0,000 + 0,0 W + 0,0 K
uv
1 (@ -
(G T 2 5T N 3.9
NPV fipo =0 (3.9)

Usando a terceira férmula da Eq.(2.16), obtemos a relagao

A

P11 = D(n*°n"? — n*'n"?) + n*7utu’0 — v’ w0 — n"Putu’0 + N uPu’0
+ 07 utOrO” — P U0V O — nYPuPror o + M ut0Po% — o ut (u - 0)0”
—nP7u’(u - 0)0" + n*°u”(u - 0)0” + ' u’(u - 0)0” + n"Put(u - 0)0°
— " uf(u - 0)07 + n"Pu’ (u - 0)0* — " 'u’ (u - 0)0° — ulu” 0?0 + u’uf "o’

Ut 0P — uPut M (3.10)
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Com isso, a equagao de movimento (3.9) fica

1 1 o [
5|~ 0N 4 Oh = 99" h = 0 0,0\h + 0,0 W7 + ac,aﬂhﬂ + E%Dn {D(h’“’
g

—n"h) + v'u’Oh — v’u’Ohf — v Ol + 0" uu’Oh,, + w0 h — uzé”aphﬁ
— w2, + " ut0P0 hyy — ut(u - 0)0"h — u¥ (u - 0)0"h + u¥ (u - 9)0°ht + u (u - 0)0"hly
+ ut(u - 0)0°hy, — 20" uf (u - 0)0°hye + v (u - 0)O*hY, — uHu”0°0% hyy + uu’ 0" 0% hypy

w0 O g — UM By | = 0. (3.11)

Como queremos investigar a propagacao de ondas gravitacionais em um espago-tempo
vazio, podemos recorrer a escolha de calibre TT, que nos da as condigdes 9,h*" = 0,
Nuwh* = h = 0,ho; = 0, além de recorrer ao calibre axial u,h*” = 0 (no Apéndice D é
feito a andlise dessa escolha de calibre). Com essas escolhas, a (3.11) se reduz a
O S ) _ 12
~ 7 = 0. (3.12)
g

No espaco dos momentos, obtemos a relagao de dispersao covariante

Cd)
K+ M(—%D 12, (3.13)

Obtemos uma relacao de dispersao na forma idéntica a obtida para o caso CPT-par do

setor eletromagnético. Considerando o caso isotrépico u® = (1, 6), obtemos a relacao de

dispersao em termos das componentes

q Cay o
w= |k, /1 - M(;n\k\?n, (3.14)
g

Ca 7.12n
do 1= apr(n+1IEP

a velocidade de grupo

Vg = —= = L , (3.15)
d|k| /1 — J\C/I(_;{)"|k|2n
e a velocidade de fase
w Cay (»
vp=—= =4/1— n|l<:|2", (3.16)
k| W

idénticas as do setor eletromagnético, (2.29) e (2.30).



3.3 Extensao CPT-impar

Agora, considerando uma extensao de VIL com os operadores de CPT—fmpar,

partimos de uma ag¢ao na forma

S = SEH + S(CdAfoimpar’ (317)

obtemos a seguinte equac¢ao de movimento:

5S 1
MS == (a,a”hw + 0,0" 7 — 9P h — O™ — 1 9,0h" + nWDh)
ny
LS _yypyo (e 4 oo ) = o 3.18

Na escolha de calibre TT (9,h* = 0;h = 0; hy; = 0) e axial (u,h*” = 0), é facil ver que,
pela segunda férmula da Eq.(2.16), da contracao 1" 11, s6 ird restar o termo —1555 e da

contracdao M1y, s6 restard —D4&*. Logo, a equacdo de movimento fica

1 I

5O + M;fﬂ D! (H””n”” + 117 W) hr=0. (3.19)
No espago dos momentos, obtemos

k’2 Up VO 1 C() Dn+l H,up VU+HI/O’ uo h =0 3.20

Multipicando a equacao acima pelo seu conjugado:

1 G

2
— K Nuavp — 2 M2n+1

9 pntl <ﬂmnyﬁ + fI,,anw) : (3.21)

somos levados a

1/ Sa \° - - - ;
|:(k2)25gég o Z <ﬁ> D2n+2 (Hﬂﬁ,r]l/o + HVPT]#U> (Huanvﬂ +Hua77,u6):| hpg = 0. (322)
g

Usando novamente a segunda féormula da Eq.(2.16), obtemos, apds alguma algebra,

g . 2
[(/8)2 - (ﬁ) D2"+3} hag = 0, (3.23)
g
que nos da a relacao de dispersao covariante
B Ao pne g 3.24
Vi - (320
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onde A = £1 sao os dois modos de polarizacao da onda gravitacional modificada.
Vemos que essa relagao é similar a relagao (2.38) obtida para o caso CPT-impar do

caso eletromagnético. Considerando portanto o caso isotrépico u® = (1,0), ficamos com

wy = yk|\/1 + /\#]/@P”H. (3.25)
g
A velocidade de grupo e a velocidade de fase sao, respectivamente:

do LH (4 DA (2

2nF1
Mg

Vg = —= = = (3.26)
d|k| Vl + A | | 2n1
(§]
w g(cZ) 72n+1
b= =AU i [E[2n, (3.27)
g

semelhantes as (2.40) e (2.41) do caso CPT-impar do féton.

Como as relagoes de dispersao CPT-par e CPT-impar para o setor gravitacional
assumiram as mesmas formas das obtidas para o setor eletromagnético, a andlise de es-
tabilidade e causalidade que fizemos na secao 2.5 também é vélida para as modificacoes

discutidas neste capitulo.
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Capitulo 4

Aspectos fenomenologicos

Existe uma literatura bem estabelecida quanto as restricoes experimentais e ob-
servacionais de parametros de violagao de Lorentz para operadores de dimensao 3 ou 4
renormalizaveis. Como tais operadores nao sao a priori suprimidos por uma escala de alta
energia (como a escala de Planck), os testes experimentais restringem os parametros como
sendo muito pequenos [3]. Portanto, neste trabalho iremos nos concentrar na restrigao
de parametros com dimensao maior que quatro, mais especificamente de dimensao 5 e 6,
visto que dimensoes mais altas de massa implicam em supressao com uma poténcia muito
alta de energia relativamente proxima da escala de Planck, o que torna bastante inviavel
a deteccao de tais modificagoes com os atuais métodos experimentais.

Existem dois testes astrofisicos que sao mais utilizados para a restricao de parame-
tros de VIL. O primeiro deles é o atraso temporal de voo entre duas particulas, que seriam
emitidas simultaneamente de um mesmo evento astrofisico e que, durante o percurso, pu-
dessem encontrar algum tipo de efeito de granulacao do espaco tempo, o que induziria
uma violacao de Lorentz e, por consequéncia, efeitos dispersivos, implicando que pulsos de
diferentes frequéncias emitidos simultaneamente chegariam a Terra em tempos diferentes.

O outro tipo de teste envolve o caso da birrefringéncia do vacuo. Neste tipo de
efeito, o fato de que os dois modos de polarizacao de uma onda possuem velocidades
diferentes induzem a uma rotacao do angulo de polarizacao da onda, que pode ser medida
por métodos observacionais. Esse método também é bastante utilizado para eventos de

escala astrofisica ou cosmoldgica, visto que distancias maiores aumentam a esperanca de
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deteccao dos efeitos de quebra de Lorentz. Analisemos primeiro o atraso temporal no

tempo de voo.

4.1 Atraso temporal de voo

Esse tipo de teste foi pela primeira vez proposto no artigo seminal de Amelino-
Camelia et al. [19], no qual foi proposto a utilizagdo de explosoes de raios gamma (GRBs
- gamma ray bursts) vindas de objetos astrofisicos para detectar uma possivel violac¢ao
de Lorentz por efeitos dispersivos. A partir dai, o uso de GRBs se tornou uma busca
padrao. De fato, devido aos curtos atrasos temporais observados, as grandes distancias
cosmoldgicas, e as particulas (f6tons) altamente energéticas, as GRBs sdo uma das me-
lhores esperangas para uma possivel deteccao futura de violagao de Lorentz [41, 42, 43].
Desde entao, varios limites nos efeitos dispersivos da VIL através da observacao de GRBs
ja foram obtidos [44, 45, 46, 47, 48, 49].

No entanto, ha um problema experimental neste tipo de abordagem, e este reside
no fato de que nao ha maneiras efetivamente seguras de saber se dois ou mais fétons
sao emitidos simultaneamente ou nao de um mesmo evento astrofisico (que é geralmente
desconhedido no experimento), visto que a prépria astrofisica nao possui modelos que
possam nos dar tais informagoes. Com isso, o intervalo de tempo AT, observado na

Terra entre a chegada de duas astroparticulas pode ser expresso como[49]
Atobs = AtVIL + Atinta (41)

onde Aty é o atraso temporal devido ao efeito dispersivo provocado pela violagao da
invariancia de Lorentz, e At;,; é o intervalo de tempo intriseco do proprio evento astrofi-
sico. Para duas astroparticulas emitidas simultaneamente de um mesmo evento, teriamos
Atint =0e Atobs = AtVIL-

O calculo detalhado para a obtencao de Aty é feito no Apéndice E. Para o caso
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CPT-impar sub-luminal e CPT-par, as formulas sao, respectivamente,

£ E2ntl ez (1 + Z/)2n+1d2/
CPT—impar __ (d)
ALGET=impar _ (4 1) e / i : (4.2)
_ 1\ @B 7 (1+ z’)Q”dz
CPT—par __ (d)
Atyy, ™ = (”+§) M2 /0 . (4.3)

Esses resultados representam o atraso temporal entre um féton de energia F, sujeito ao
efeito dispersivo devido ao termo CPT-impar ou CPT-par e um féton luminal, ambos
emitidos de uma mesma fonte astrofisica com um redshift! z. As mesmas relacoes acima
também sao validas para os casos CPT-impar e CPT-par do setor gravitacional (ou seja,

para a propagacao de ondas gravitacionais), sendo dadas em funcao de ((q) e M,.

4.1.1 Dispersao nas ondas gravitacionais

Podemos obter restricoes nos parametros () analisando a propagacao de ondas
gravitacionais. Para isto, consideremos um evento de emissao de ondas gravitacionais que
emite gravitons a uma determinada energia E,, que sofrem efeitos dispersivos advindos
da VIL no espago-tempo. Utilizando primeiro o caso CPT-impar derivado na (4.2) para
d =5 (n = 0), a expressao para o atraso temporal entre a chegada de tais gravitons e

gravitons luminais é dada por

(1+=2

AtV]L = M / —)dZ/

(1
_ C(S / +Z> ds. (4_4)

VS ( 34 Q
Logo, obtemos a relacao
©) _ Aty Hy (4.5)
My Egh(z)’ '

onde I1(z) = [J[(1+ 2/)(Qun(1+ 2)* + Qx)V/?]dz".
Podemos usar como dados os valores obtidos para o evento GW150914, que cor-
responde a primeira detecgao de onda gravitacional feita pelo LIGO [31]. Neste evento,

a fonte estava localizada em um redshift z = 0,09f8:82, o que nos da I;(0,09) ~ 0,09,

Do inglés, desvio para o vermelho. E a medida observacional do quanto o comprimento de onda de
uma fonte astrofisica/cosmoldgica estd aumentando. Com isso, estima-se a velocidade de afastamento da

fonte pelo efeito Doppler.
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para valores de €, = 0,315 e 2, = 0,685. Na amplitude maxima do sinal de pico
de onda observado, o tamanho do pico foi de aproximadamente 0,003s, como aponta a
Ref.[28]. A frequéncia do sinal teve um alcance entre 35Hz a 250Hz. Iremos portanto
adotar o mesmo valor de frequéncia adotado em [28] por questdes de comparagao, isto é,
de aproximadamente 100Hz, que convertido em energia fica E, = 4,13 x 10713V,

Portanto, considerando que os gravitons, no pico de amplitude, foram enviados
praticamente de modo simultaneo, podemos considerar At;,; = 0, e portanto Aty =
Atys < 0,003s = 4,53 x 102eV~!. Substituindo esses valores na (4.5), obtemos o limite
superior

% < 1,84 x 107 7eV . (4.6)

g

Convertendo em metros, obtemos CJ\(/[—SQ) < 3,64 x 10~"*m, que corresponde ao valor obtido
em [28] para operadores de dimensao 5.

Vemos que a escala de energia onde os efeitos de gravitagao quantica sao relevantes
para o graviton precisa ser muito menor do que a massa de Planck, se quisermos valores
de (5 fenomenologicamente relevantes (entre um intervalo de 107 & 10*). Outras escalas
de energias menores que a da escala de Planck podem ser sugeridas em alguns cendrios?.
Podemos usar o valor M, ~ 10V sugerido em [51], o qual nos d4 um limite de () ~ 1072,
que é relevante do ponto de vista fenomenolégico. No entanto, tal escala de energia é
apenas uma hipdtese, visto que, com as atuais teorias, nao é possivel saber a partir de
que energia efeitos de gravitacao quantica podem atuar em determinadas particulas.

J& para a expressao do caso CPT-par (4.3) de dimensao d = 6 (n = 1), obtemos a
relacao

AtVIL = ——E ) dZ/, (47)

que nos da
[0 < 2 Aty Ho
M92 -3 E312<Z) ’

com Ir(z) = [5[(1+ 2)2(Qn(1 + 2)3 + Qn)"V/?]d2".

(4.8)

2Na Ref.[50] por exemplo, é discutido a possfvel existéncia de outra escala de energia para efeitos da

VIL, que pode ser justificada pelo formalismo de Horava-Lifshitz de gravitagao quantica.
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Substituindo os mesmos valores para o evento GW150914, com 15(0,09) ~ 0,09,
obtemos o limite superior
(6 _
% < 2,95 x 10°eV 2, (4.9)

g

Se)
Mz

convertendo para metros quadrados, obtemos < 1,15 x 10~®m?, que corresponde ao
valor obtido na Ref.[28] para operadores de dimensao 6.

Vemos que para o caso de dimensao 6, a escala de energia M, precisaria ser menor
ainda que no caso de dimensao 5 para que houvesse relevancia fenomenologica. Se utili-
zarmos casos para d > 6, obteremos sempre restricoes mais distantes do padrao detectavel
possivel. Deste modo, o caso de dimensao 5, que é suprimido apenas por uma poténcia
da escala de energia My, é a melhor esperanca futura para detectar possiveis efeitos VIL

em eventos de ondas gravitacionais.

4.1.2 Dispersao nas ondas eletromagnéticas

Aqui, vamos seguir a abordagem feita pela Ref.[52], onde o valor de At;, foi
estimado utilizando o modelo de jato magnético, que pode ser valido devido ao com-
portamento das varias GRBs detectadas pelo satélite Fermi ao longo dos anos. Pelas
observagoes desse satélite, foi constatado que fétons da escala de GeV chegam a Terra
alguns segundos depois de fétons na escala de MeV [45].

Com a utilizagao desse modelo, podemos estimar a escala de energia em que a
VIL ocorre para quatro eventos: GRB08091c, GRB090510, GRB090902b e GRB090926.
Como a Ref.[3] sugere que os efeitos birrefringentes em emissoes de fétons possam anular
ou modificar o fenomeno do atraso temporal direto entre os fétons, iremos utilizar como
modelo de estudo a extensao CPT-par (que nao possui birrefringéncia) de dimensao 6.

A partir da Eq.(4.3) para d = 6 (n = 1), obtemos a férmula

[3E215(2)E )
M, = ———>—, 4.1
! 2AtyrHy (4.10)

Com isso, podemos estimar o valor M, com os respectivos dados de cada um dos GRBs
tirados da Ref.[52]. As estimativas para M., considerando o caso ideal ) ~ 1 podem ser

conferidas na tabela 4.1.
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Tabela 4.1: Estimativa para a escala de energia da VIL no formalismo CPT-par d = 6
para quatro GRBs detectadas pelo telescépio Fermi. Os valores de tempo Aty foram

estimados pela Ref.[52].

GRB | E, (GeV) | Atgs (8) | Atvrr (s) | M, (GeV)
080916c | 13,22 12,94 024 | 4,56 x 100
090510 31 0,20 0,14 8,10 x 1010
090902b | 11,16 7 9,5 0,10 5,57 x 1010
090926 19,6 21,5 0,20 7,64 x 1010

Vemos que M, ~ 10" é um valor bem abaixo do esperado se considerarmos que
a VIL é motivada por efeitos de gravitacao quantica a nivel da escala de Planck. No
entanto, no futuro essa estimativa pode mudar se dispormos de eventos com emissoes de
fétons na escala de TeV ou mais, conhecidos como UHECRs (Ultrahigh energy cosmic

rays), como é sugerido nas Refs.[53, 54, 55].

4.2 Birrefringéncia cosmolégica

Como a relacao de dispersao obtida para o caso CPT—fmpar claramente implica
na ocorréncia de uma birrefringéncia, visto que os dois modos de polarizacao possuem
velocidades de propagacao diferentes, podemos estudé-la a partir de fendmenos na escala
astrofisica ou cosmoldgica, como emissoes de fétons a altas energias (GRBs) vindas de
estrelas ou galaxias distantes.

Partimos do principio que, um meio birrefringente atua rotacionando o vetor de
polarizacao da onda. O céalculo para a obtencao da formula que relaciona a rotagao do
vetor de polarizacdo com a energia E das particulas subluminais (sujeitas ao efeito da

VIL) e o redshift z da fonte é feito no Apéndice F. O resultado é [56]

§d)  ponge [F (L4 2)T!
Ap = F /0 e (4.11)
’y z

Da (4.11) para o caso d = 5, obtemos

$5) B AOH,
E = B2, (2) (4.12)
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Como as atuais observacoes de ondas gravitacionais nao conseguem obter infor-
macoes polarimétricas, temos que nos restringir ao setor do féton e buscar por possiveis
GRBs com variacoes consideraveis no angulo do vetor de polarizagao. Para isto, vamos
considerar os dados advindos da explosao de raios gamma GRB041219A. Neste evento, foi
observado um alto grau de polarizacao durante a emissao, e a variagao chegou a ser medida
em Af < 47° [57]. A fonte estava localizada em um redshift de z = 0,02. Usaremos como
medida de energia o valor obtido para a energia de pico, que foi de E = 3,92 x 10°eV.

Resolvendo a integral, encontramos I;(0,02) ~ 0,02. Substituindo tudo na (4.12),
obtemos

% < 2,31 x 1074V, (4.13)

Y

Usando como exemplo a escala de massa sendo igual a massa de Planck: M, = Mp =
1,22 x 10%%eV, encontramos ) < 2,81 x 1072, que ¢ aproximadamente o limite obtido
na Ref.[57] (nesse artigo os autores utilizaram a massa de Planck reduzida). Portanto,
nesse caso, para obtermos restricoes relevantes, teriamos que optar por uma escala de
energia ainda maior que a propria escala de Planck, o que praticamente nao é reforgado
por nenhum trabalho. Outra perspectiva é dispor de eventos envolvendo raios cdésmicos

na escala de T'eV ou mais (UHECRS).

4.3 Atraso temporal por lentes gravitacionais

Existe uma maneira proposta recentemente capaz de nos dar informacoes precisas
sobre possiveis atrasos temporais de particulas em um dado evento astrofisico sem ter a
necessidade de conhecer o tempo intriseco de emissao At;,;. Esta consiste em um evento
com a presenca de uma lente gravitacional entre o observador e a fonte de emissao®, que
age alterando o caminho tragado pela luz (ou por qualquer forma de radiagao). Se este
efeito de curvatura for intenso o suficiente para produzir duas ou mais imagens virtuais da
fonte aos arredores da linha de visada da lente, chamamos o efeito de lente gravitacional

forte?.

3Essa lente geralmente é uma galdxia ou um aglomerado de galaxias.
4Praticamente  todos os sistemas de lente forte conhecidos (CASTLES  Survey:

http://www.cfa.harvard.edu/castles/) consistem de um quasar como fonte e uma galdxia atuando
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De acordo com a relatividade geral, quando um dado evento astronomico passa
por uma lente gravitacional forte, as imagens podem se formar em intervalos de tempo
diferentes, ou seja, ha um certo atraso temporal entre a formacao das imagens que pode
ser observado devido as configuracoes de posicao e de caminhos de trajetoria diferentes
[58]. Esse atraso é tido como acromadtico, ou seja, se dd de maneira equivalente para
fotons de diversas frequéncias e energias. Porém, se partimos do pressuposto de que pode
haver um certo nivel de dispersao, podemos aplicar estes conceitos para a restricao dos

parametros da VIL.

4.3.1 Modelo para o estudo de lentes gravitacionais

Em geral, o tempo para a formagao de uma dada imagem pode ser escrito como

[58]
DD, [1

= B = wla)] (114

onde = e  sao as posigoes projetadas na esfera celestial da imagem e da fonte, respec-

t(z) =1+ z)

tivamente; ¥ (x) é o potencial gravitacional; D;, Ds e D, sao as distancias de diametro
angular entre o observador e a lente, entre o observador e a fonte, e entre a lente e a fonte,
respectivamente, dadas em funcao do redshift da fonte z; e do redshift da lente z.

Em uma lente gravitacional forte, a posi¢ao da fonte se encontra dentro do chamado
anel de Einstein, um circulo de raio #g. Nesse caso, multiplas imagens podem aparecer no
evento. Para a obtenc@o do potencial ¢ (x), utiliza-se comumente o modelo de uma esfera
isotérmica singular (SIS - singular isothermal sphere) [59], que consiste em um modelo
realistico para a descricao da maioria das lentes fortes por apresentar resultados precisos,
além de ser o mais comumente usado para a desri¢ao de tais fenomenos [58, 60]. Outro
modelo que pode trazer resultados um pouco mais precisos é o de elipséide isotérmica
singular (SIE - singular isothermal sphere), porém, para fins de estimativa, o modelo SIS
jé se apresenta suficiente [58].

O raio do anel de Einstein para o modelo SIS é dado por

2Dls
D,’

0p = 4o

(4.15)

como lente.
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onde ¢ denota a dispersao de velocidade unidimensional das estrelas na lente galéctica.
Para lentes fortes, temos que || < 0, e duas imagens colineares A e B serao formadas
em lados opostos da lente, nas distancias radiais de R4 =0+ e Rg = 0 — . O atraso

temporal entre a formagao dessas imagens serd, de acordo com a Ref.[58],

DZDS

1
Atgrs = =(1+ z) (R% — R%), (4.16)
2 Dy,
ou, em termos do anel de Einstein,
DD,
Atgrg = 2(1 + Zl) ll) Orp. (4.17)
ls
Substituindo a (4.15), obtemos
AtSIS = 871'7”[60’2, (418)

onde r; = (1 + z)D; é a distancia comdvel entre o observador e a lente.

Imaginemos agora uma fonte localizada em uma distancia cosmoldgica emitindo
fétons de alta energia (na escala TeV, por exemplo) que sofre uma lente gravitacional
devido a uma galaxia que se encontra entre o observador e a fonte. Caso exista algum
efeito dispersivo induzido por uma violacao de Lorentz ja proposta, tais fétons estariam
sujeitos a uma velocidade inferior em relagao a fétons de baixa energia (< TeV). O
observador entao ird notar um atraso temporal combinado do efeito provocado pela lente
e do efeito dispersivo. Logo, a (4.18) nao serd mais acromatica e dependera da frequéncia
do foton.

A distancia comovel que tais fotons percorrem serd 7 = r; + ryyp, onde ry . € a
contribuicao devido ao efeito de violagao de Lorentz. Realizando a substituicao r; — 7
na (4.18), obtemos a férmula para o atraso temporal entre a formacao das imagens A e B

para fétons de alta energia que sofrem dispersao:
AtVIL,SIS = 871'?50’2. (419)

Vamos utilizar como primeira abordagem o caso desenvolvido para o operador CPT-impar.

O célculo de 7y, foi feito no Apéndice E (Eq. E.9). Logo,

f(({) 2 (1 4 Zl)2n+l
r = Y p2ntl 1 / ~ L d. 4.20
r i+ M3”+1 Y (n + ) 0 Hz Z ( )
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Com isso, a diferenca de tempo entre a observacao dos fétons de alta energia e os fétons

luminais AT,Y = AtV[L,S]g — AtS[S sera de

] g X 2] 1 N\2n+1
AT’yCPszmpar — 877'50'2 (d) E2n+1 (TL + 1)/ ( +I’3)
0 z

Mznt1 dz'. (4.21)
Y

De modo analogo, podemos obter a mesma grandeza considerando a extensao CPT-par:

£ 1\ [ (1+2)
CPT—par __ 2 S(d) 2n
A7y P = 8180 JVED BT n+ 3 /0 Tzdz/. (4.22)

4.3.2 Estudo fenomenolégico

Como nao hé eventos de lentes gravitacionais com medigoes para A7, até o presente
momento, podemos estimar essa quantidade de acordo com a precisao observacional atual,
supondo os casos ideais de violagao de Lorentz para dimensoes 5 e 6, com i) = 1 e §) = 1,
ou seja, quando o efeito devido a VIL seja mais intenso na propria escala de gravitagao
quantica M,.

Da (4.21), para d =5 (n = 0), podemos estimar A7, com a relacao

_ 8w o E I (%)

4.23
i (4.23)

AT,

Vamos seguir a abordagem feita pela Ref.[58] e utilizar o evento de lente forte HST14176-
5226, descoberto pelo Telescopio Espacial Hubble. A fonte era um quasar em um redshift
zs = 3,4, enquanto que a lente era uma galaxia eliptica com um redshift z = 0,809. Logo,
1,(0,809) ~ 8,00 x 10~*. O raio do anel de Einstein foi calculado em 6 = 1,489arcsec
e B = 0,13arcsec = 8,4 x 1077rad. A velocidade de dispersao foi calculada em o =
290 + 8km s~ '. Substituindo tudo na (4.23) e utilizando fétons de 20TeV, obtemos

At, = iz, 02 x 10%%eV . (4.24)

M,

Se considerarmos que a escala de efeitos da gravitacao quantica é a propria escala de

Planck, isto é, M, = Mp = 1,22 x 10*eV, obtemos,
A7, =1,71 x 107eV " = 1,12 x 10 %5, (4.25)
equivalente a restrigdo obtida na Ref.[58].
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Ja para o caso de dimensao 6, partindo da Eq.(4.22) obtemos a relagao

8w’ B2y (z)
Ar, = T (4.26)
3
Substituindo os valores do caso anterior na Eq.(4.26), ficamos com
A7, = 3,37 x 107%eV = 2,21 x 105, (4.27)

que é bem mais restritivo que o obtido com dimensao 5.

Como as atuais observacoes de lentes gravitacionais nao diferem muito da utilizada
aqui como exemplo, vemos que a precisao para a medicao de um possivel atraso temporal
entre as imagens devido a efeitos dispersivos precisa ser muito grande, a fim de justificar
essa dispersao pela motivacao presente, que é a de que a ocorréncia se dé na escala de
Planck. A precisao conseguida com os atuais telescépios gira em torno de 10~3s. Porém,
no futuro, com a evolugao de instrumentos de observacao, a medicao de tempo em tais
eventos pode facilmente se reduzir a uma incerteza menor do que microsegundos, o que
facilitaria a identificacio de uma possivel dispersao através do valor obtido na (4.25).
Espera-se que essa precisao seja alcancada com a futura construcao do Telecosépio de
Einstein, como aponta a Ref.[61].

Futuramente também pode ser possivel utilizar essa abordagem em eventos de emis-
sao simultanea de ondas gravitacionais e eletromagnéticas, como o caso da GW170817,
mas com a presenga de uma lente gravitacional, como destaca a Ref.[62]. Dessa forma,
pode ser possivel estimar qual serd a velocidade de propagacao de ambos os sinais de
acordo com as imagens produzidas pela lente, como foi sugerido na Ref.[60]. Essa abor-
dagem tem a vantagem de que nao precisamos saber a variacao de tempo intriseca do

evento.
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Capitulo 5

Consideracoes Finais

Neste trabalho, elaboramos um novo tipo de formalismo na forma de uma teoria
de campos efetiva com a criacao de lagrangianas modificadas com operadores de altas
ordens derivativas a fim de incluir o efeito de VIL através de um quadrivetor de fundo
isotropico. A abordagem foi feita tanto para a eletrodinamica usual de Maxwell quanto
para a gravitagao linearizada advinda da acao de Einstein-Hilbert usual da relatividade
geral. Na eletrodinamica modificada, estudamos estudar a consisténcia das relagoes de
dispersao das teorias, mostrando que a classe de teorias com modificagago CPT-par pre-
serva a estabilidade, causalidade e unitariedade, enquanto que a classe CPT-impar viola
essas propriedades, com o aparecimento de modos fantasmas e taquions. Isso mostra que
as teorias de CPT-par podem ser boas candidatas para teorias quanticas de campos, e
portanto, merecem um estudo mais aprofundado nesse sentido.

Na andlise fenomenoldgica do setor gravitacional, percebe-se que as restri¢coes obti-
das para eventos de emissao de ondas gravitacionais detectadas até o momento pelo LIGO
sao de baixa frequéncia, e consequentemente de baixa energia, o que dificulta a possivel
detecgao de efeitos da VIL. A futura deteccao de eventos de ondas gravitacionais adici-
onais, bem como a construgao de interferometros mais avangados, como o LISA (Laser
Interferometer Space Atenna), pode nos dar no futuro uma restrigdo menor nos parame-
tros obtidos neste trabalho. Uma sensitividade maior é esperada com ondas gravitacionais
de maior frequéncia, como por exemplo, emitidas de um colapso de supernova [28]. Essas

perspectivas sao brilhantes no que se refere a possibilidade definitiva pela validacao ou
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invalidacao da simetria de Lorentz na natureza futuramente.

Ja no setor do foton, as GRBs se mostram mais promissoras por se tratarem de
eventos muito mais energéticos que as ondas gravitacionais. No entanto, o formalismo da
TCE nos possibilita apenas o estudo do atraso temporal com efeito suprimido pela massa
de Planck ao quadrado, resultando em restricoes maiores dos parametros. Porém, isso
também pode indicar que uma nova escala de energia da gravitagao quantica menor que
a massa de Planck esteja envolvida no processo, o que é sugerido por algumas teorias.

No caso da birrefringéncia, as atuais detecgoes de ondas gravitacionais carecem de
informacoes polarimétricas. No futuro, esse estudo poderd ser considerado. Ja no caso das
GRBs, os limites obtidos até entao para a birrefringéncia do vacuo sao muito restritivos,
o que sugere que o efeito pode nao existir, ou que é tao pequeno que muito dificilmente
serd detectado em um futuro préximo.

O atraso temporal em eventos com lentes gravitacionais se mostra bastante pro-
missor, visto que dispensa o conhecimento do intervalo de tempo intrinseco dos eventos.
O limite experimental no intervalo de tempo que obtemos neste trabalho se mostra ex-
perimentalmente detectdvel em um futuro proximo, com a construcao de equipamentos
mais precisos. Isso pode nos dar a validagao ou a invalidacao da VIL por meio de eventos
cosmoldgicos. Outro ponto importante é a possibilidade futura de analisar um evento de
emissao simultanea de ondas eletromagnéticas e gravitacionais atravessando uma lente
gravitacional. Isso pode servir de base para um estudo de principios fundamentais da
fisica, como a imposicao de limites para as velocidades do féton e do graviton.

Por fim, talvez os limites experimentais para os parametros obtidos neste traba-
lhos e em muitos outros sao uma possivel indicacao de que a invariancia de Lorentz possa
ser uma simetria exata da natureza, ou de que o formalismo da TCE possa ser insufi-
ciente para sondar tais efeitos [3]. Contudo, é encorajador que os futuros avangos nas
precisoes experimentais dos equipamentos de medicao possam nos dar uma melhor pers-
pectiva quanto a estimativa dessas possiveis reliquias de uma teoria mais fundamental de

gravitacao quantica.
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Apeéendice A
Transformacoes CPT

Existe uma classe de simetrias discretas na teoria de campos que necessitam ser
descritas de maneira diferente das simetrias continuas usuais. Basicamente existem trés
simetrias discretas de maior importancia: a simetria de inversao espacial (paridade) 75,
a simetria de inversdo temporal 7 e a simetria de conjugacao de carga C. As teorias de
campo usuais costumam ser invariantes por essas trés transformagoes, porém, termos com
interagoes podem quebrar uma ou mais dessas simetrias. No entanto, de acordo com o

teorema CPT [39], toda e qualquer teoria de campos deve preservar a invariancia sobre a

transformacao tripla CP7T. Vamos investigar cada uma das transformagoes:

A.1 Inversao espacial (paridade)

A transformacao de paridade inverte apenas as componentes espaciais de um dado

sistema fisico. Essa transformacao atua no campo de calibre da seguinte maneira:

PAR(Z, )P~ = A, (~T,1). (A.1)

A.2 Inversao temporal

Essa transformacao mantém as coordenadas espaciais fixas, enquanto que o sinal

da coordenada temporal é invertido:
TAMZ )T = A7, ). (A.2)
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A.3 Conjugacao de carga

Essa importante transformacao nada tem a ver com coordenadas espaciais ou tem-
porais. Ela é relacionada aos graus de liberdade das particulas e anti-particulas de uma
teoria. A conjugacao de carga transforma uma particula na sua anti-particula e vice-versa.

Essa transformacao atua no campo do féton como

~ ~

CAM(F,1)C = —A, (%, 1). (A.3)

Uma teoria invariante sobre a transformacao C garante que a particula e a sua anti-

particula possuam cargas de mesmo modulo e de sinais contrarios.

A.4 Teste da invariancia CPT

Sabendo que a quadri-derivada 0, se transforma sobre P . T eC da mesma maneira
que o campo A*, podemos testar a invariancia de CPT das teorias propostas no Cap.2.

De fato, o campo e a derivada se transformam sobre CPT como

CPTACIPIT 1 = —A¥,
CPTOHCIPIT L = —on, (A.4)

. . . . . _ 13
Logo, isso nos permite inferir que a lagrangiana E(CC;; T—Par _ N}‘;’ZLA eI, vD" A, associ-

ada a agdo CPT-Par (2.19) se transforma em CPT como
CPTL PC P T = Loy P, (A.5)

deste modo, ela é dita invariante por transformacoes de CPT, e portanto recebe o nome
de CPT-par (pois ndo muda o sinal na transformacao).

J4 a lagrangiana ECPT mpar. Mi(i) r A, [1"™" D" A, associada a acdo CPT-fmpar

(2.20) se transforma como
éﬁi—E%{;Tfimparé—lﬁflzf—fl _ _E(C;lf;Tfimpar’ (A6)

ou seja, viola a invariancia CPT por um sinal, e por isso é chamada de CPT-impar.
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De modo geral, é facil ver que um operador de dimensao de massa par sera sempre
CPT-par, pois contém um nimero par de derivadas, ja um operador de dimensao impar
serd sempre CPT-impar, pois contém um nimero impar de derivadas. As transformacoes

discutidas acima também servem para o setor da gravidade discutido no Capitulo 3.
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Apeéendice B

Paralelo com a Extensao do Modelo

Padrao

B.1 Setor Eletromagnético

Podemos verificar que a (2.19) pode ser reescrita como uma pega do termo CPT-par
da EMP estabelecida na Ref.[12]. Neste formalismo, a pega CPT-par é dada por
1
CPT—par 178 nle"
‘CEMP—pfoton = __(KF)MVaﬁFH F ’

4
1

— _Z(KF)WBAMavaaAﬂ. (B.1)
onde o tensor (Kp),uap € antissimétrico na troca dos dois primeiros indices e dos dois

ultimos, e simétrico na troca do primeiro par pelo segundo par de indices, ou seja

(Kr)uvap = =(Kr)upas = =(Kr)wsa = (Kr)apuw, (B.2)

e possui um trago duplo nulo: (Kp)*,, = 0.

Esse tensor possui 19 componentes independentes, onde 10 estao associadas a efei-
tos birrefringentes, enquanto que as outras 9 sao nao-birrefringentes. Um modo interes-
sante de parametrizar as 9 componentes nao-birefringentes do tensor (Kp) é escrevé-lo

em termos de um tensor simétrico C),, na forma [9, 63, 64, 65]

1

(KFP)uwas = 2 <77uacl/5 — MaCup + MpCha — Wﬁcua)a (B.3)
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onde podemos definir C,,, em termos do vetor de fundo u, como

1
Cr. = UrUly, — §u277m. (B.4)

Substituindo as equagbes acima na lagrangiana (B.1), podemos comparar com a (2.19)
para o caso d = 4, de onde inferimos que cgﬁﬁ_p;;m = —,C(C;Tfp “". Logo, podemos

escrever o coeficiente K em funcao do vetor de fundo como

(KF)uwas = —5(4)euyp,\ea/307n7’\upu“. (B.5)

Portanto, vemos que as componentes nao-birefringentes do formalismo CPT-par para o
setor do foton desenvolvido na EMP podem ser reescritas em termos de um vetor de fundo
utilizando o formalismo desenvolvido neste trabalho.

Ja para o caso CPT-impar, a lagrangiana da EMP ¢ definida como

; 1
CPT— Apv
EEMP—l?oI;Z:L = §5H W ANKap)nF

= GHA‘MVA)\(KAF)RauA,,, (BG)

onde (K r), é um quadrivetor com dimensao de massa. Por comparacao com a Eq.(2.20)
para o caso d = 3, podemos escrever a (B.6) em termos do vetor externo u,, do parametro

de violagao & e da escala de massa M, na forma
(KAF)/@ = f(g)Mvun. (B?)

Os trabalhos [37, 38] construiram uma generalizagdo a fim de abranger também
operadores de dimensao d > 4. As partes par e impar da EMP para operadores de

dimensao arbritraria d sao escritas como

1 —
EMPDT = (KD ) s A1 07 A (B3)
EZ])\JP—imPaT _ ENAMVAA(’CE:?T)KauAm (Bg)

onde

d d _
(K%))uyaﬁ — (Ké ))ul/ocﬁp1--~p(g_4)ap1 R ap(d—4)7

(Kfﬁ“% = (KI(:Z})?)HPI'“,D(J_:;) apl e 00, (B.IO)
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Usando a (B.7) e a (B.5), podemos escrever

(d & ™ p o .
(KF )uuaﬁwl-"w(d’—@ o _W%up)ﬁaﬁwn uu le"'w(«i—zl)’
¥
v

onde os tensores () e X sao totalmente simétricos.
Através de uma rapida andlise, é facil perceber que os termos generalizados que
propomos nas Eq.(2.19) e (2.20) podem ser escritos como os coeficientes acima assumindo

que os tensores Q e X sejam escritos em funcao do vetor externo u.

B.2 Setor da Gravidade Linearizada

A gravidade foi incluida no formalismo da EMP a partir da Ref.[2]. Contudo,
recentemente Kostelecky e Mewes [28] particularizaram o formalismo para a gravidade
linearizada escrevendo a lagrangiana completa com possiveis operadores de violagao de
Lorentz de dimensao d > 4 invariantes de calibre pela transformacao h,, — h,, +90,A, +

0,\,,. Para o caso CPT-par, existem duas possibilidades na forma

1 vo 1 vo
L= ZhHVS(lZIp) hpo' e L= Z—lhwj’Cﬁg hpa'7 (B12)

onde

d—3
UPVo __ ppovoo L .
S(d) — S(d) ao aodf?:,

]Céla,l/)pa — két;)l/opoaod* (90 . aod_5' (B13)

O operador S#? ¢ antissimétrico nas trocas u — p e v — o e produz apenas termos
CPT-par, sendo valido para d > 4 par. Ja K*P? é totalmente simétrico e produz termos

CPT-par com dimensao d > 6 par. A notagao de indices "0”

representa o numero de
contracgoes com derivadas pariciais 0,,.
Através de uma rapida andlise, vemos que o operador CPT-par presente na acao

(3.6) pode ser reescrito em termos do operador S(g) na forma:

14 <J vo A’n,
St = ﬁ 111" D" (B.14)
g
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Ja o operador K é advindo da generalizacao feita na (3.5) para [ = m, para

d = (6,8,10,12,...). Com isso, podemos escrever

e — S0 o, e, b (B.15)
g

No entanto, para a parte CPT-impar, s6 ha um tipo de operador que pode ser

construido pelo formalismo da EMP, que possui uma lagrangiana na forma

1 vo
L= Jhu Qi e (10
onde
Q?;)VJ _ qégo)ouoaod_:‘ao . aodf?v <B17)

¢ antissimétrico na troca pu — p e simétrico na troca v — o e produz apenas termos
CPT-impar, sendo valido para d > 5 impar. Podemos escrever esse operador em termos

do operador CPT-impar associado a agao (3.7) na forma

vo C(d) VIT 0 n
Q7 = WHWH* I1,°D". (B.18)
g
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Apéndice C
Calculo dos propagadores

Para facilitar a tarefa de obter de inverter os operadores (2.48) e (2.63), iremos
recorrer a representacao dos operadores projetores transversal 0,5 e longitudinal wg,
escritos como

000,
Qag =MNap — Wag € Wep = D/B. (Cl)

Em termos destes operadores, podemos reescrever o operador de onda modificado com o

termo CPT-par (2.48) como
O)xa _ ‘9)\01:, + w)\al:, . ganAa7 (02)

e o operador de onda modificado com o termo CPT-impar (2.63) como

O = 00 + w0 — yD I, (C3)
onde A7 = II°, 11", g = ]331 ey = Afé,‘f)_l. Com isso em maos, para a obtencao dos
Y Y

propagadores temos que completar a dlgebra que envolve os operadores 0,5, Was , llap €
fap- A tabela abaixo mostra os produtos obtidos entre esses trés operadores, considerando
que o operador f,3 pode ser decomposto em termos dos operadores projetores e outros

trés operadores na forma
far = DOg, — N, + A(Zp, + Tup) — OAg,, (C.4)
com A = (u - 9).

Tabela C.1: Tabela de contragao entre operadores.
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we, 0, I, e DI A,
Wea | Wau 0 0 Awpy o A%,6
Ose | O 05, g, | Ty — dwg | 0 | Ag, — 2,4
Mg | O Mg, fou 0 0 0
Yga | Tau 0 0 A5, OAg, Mg,
Yag | Ay | g — Awgy 0 UQDwBV A3 u2ZV5
Ago | 235, | Agy — 235, | O u?Ss, Mg, u*Ag,

Deste modo, podemos considerar um Ansatz geral para o propagador CPT-par e

CPT-impar na forma

Ay, = awy, + 00y, + cIly, + dX,, + eX,) + hAy,. (C.5)

C.1 Caso CPT-Par

Para calcular o propagador do caso CPT-par, podemos substituir a (C.2) e a (C.5)

na (2.49). Usando as relacoes da tabela acima, obtemos a relagao

b0, + O, + dO%,, + hOAs, 4+ a0w,, + €055 — gD™0(Db,, — AWy, + AZg, + AE )0

—0A,,) — gﬁ"“cl‘[(w = i1(0,p + Wop)- (C.6)
Podemos separar os blocos de equagoes para construir o sistema

b — bgD" ! =4
all+ bg/\QD” =1
0 — cgD™ = 0;
dO — bgD™\ = 0;
el — bgD"\ = 0;

hO — bg D" = 0, (C.7)
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do qual obtemos b = azé[D—gD"(D—)\Q)} , ¢c=0 , d=e=

7
O—gDn+l

bgD™ A An ..
“== , h=0bgD". Desta forma, o propagador sera:
7 1 EN s gﬁn)‘ N
S g B[2 0 (0 ot o 5 (B 3) a0

(C.8)

que, no espago dos momentos, resulta na (2.50).

C.2 Caso CPT-fmpar

Para o caso CPT-impar, consideramos a (C.3) para ser substituida na (2.49), ob-

tendo a relagao

606, + I, + dO%,, + hOA,, + a0w,, + 0%, — yD"bll,, — yD"c(D4,,

— Nwop + A0, + AZ e — OA,,) = (05, + Wo)p)- (C.9)

iyﬁ"

Fazendo um processo andlogo ao do caso CPT-par, obtemos ¢ = o epe

a =

WT"’\QC , b= yc,% , d=e= yﬁ# , h= —yD”c. Isso nos da o propagador
i 2 _yZDQn(D+)\2) . yZDZn/\ o
M=o { 0 rp 00ty DM T+ === (St 2) =y DAy
(C.10)

que, no espago dos momentos, corresponde a (2.64).
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Apendice D

Decomposicao do campo de calibre

na gravidade

Para esclarecer as escolhas de calibre utilizadas nas secoes 3.1 e 3.2, podemos
seguir a Ref.[29] e decompor o campo h,,, em duas componentes escalares ¢ e 1, em uma

Componente vetorial w;, € uma Componente tensorial sem trago S5 COMO:
hgo = —2@5 s hOi = W; s hij = 252']' — Qwéz] (Dl)

Com isso!,

" hy, = h = 2¢ — 6. (D.2)
Mediante a transformagao de calibre 4.4, as componentes se transformam como
! 0 : 0 0 ! 13 ‘ : 9) 18 ks
¢ = 0= , w; — w;+ &+ 08 ¢—>¢—§z‘f Sy~ Sij T+ (ifj)_g E 045
(D.3)

A notagao (i---j) se refere a um produto simetrizado dos indices, por exemplo: (ij) =

1] + Ji.

'Nesta segao, estamos utilizando a convengao 7, = diag(—1,1,1,1).
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D.1 Caso CPT-Par

Vamos considerar primeiramente o caso CPT-par gravitacional. Podemos reescre-

ver a equacao de movimento (3.9) como

G +Cu =0, (D.4)

1 %@
2M92"

com C), = H“PH””ﬁ”hpo.
Utilizando a decomposicio (D.1) e assumindo que o quadri-vetor u* seja tipo-

tempo, isto é, com u® # 0 e u’ = 0, obtemos

- 1 . 1 ;
GO() = QVQ@Z) + &@-3” s GOz‘ = éﬁjﬁiuﬂ + 2(906177[) - §V2w, -+ 808]-5‘?

Gij = —808(2'10]') + 28196(1)8% + (V25Z~j — 818])@ — ’QZJ) — DSZ‘]‘ + 28§¢¢5zg — 8k858kl5ij + 808kwk5ij

_ Sa

Coo=0, Co=0, Cij—MQn
9

(—V2)”u3 (V22/15,] - 81831/1 + V2Sij) . (DS)
Quanto a escolha de calibre, consideremos a condicao de calibre de Lorentz
1
0" = —=0,h" + Eﬁnh = 0. (D.6)

Note que esta condicao nao esgota completamente toda a liberdade de escolha de calibre.
A fim de obtermos o calibre utilizado nas segoes 3.1 e 3.2, vemos que a condigao u”h,, = 0

nos da as relacoes
wWho = -2 =0 e uhy = uvw; =0, (D.7)

que nos levam a ¢ = 0 e w; = 0. Escolhendo a condigao sem traco n**h,, = h = 0,

obtemos que

h=2¢— 61 =0, (D.8)

o que nos da ¢ = 0. Logo, da Eq.(D.6), ficamos com
ng = —81}12] = —281'Sij = U, <D9)

implicando naturalmente na condigio de transversalidade 9,5 = ;4% = 0. Desta forma,

é justificavel a utilizagao do calibre TT e axial: 9,h* = 0,h = 0 e u,h*” = 0. Essas
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escolhas implicam que Gop = 0 e G; = 0. Para a parte puramente espacial da (D.4),

obtemos a equagao de movimento (com u® = 1):

C(d)
M2

Gij + Cyy = OB + 290 (= V)" V2h]T =0, (D.10)

que no espaco dos momentos recupera a relacao de dispersao isotropica do caso CPT-par

(3.14).

D.2 Caso CPT-Impar
Agora, consideremos reescrever a Eq.(3.18) como
G/,Ll/ + E,Lw = O; (Dll)

onde B, = %%ﬁ”ﬂko (H“pH’\” + H"”H)‘“) hy. Em termos das componentes, obtemos
g

para o caso isotrépico

Fop=0, Ey=0, E;= Ajg;jll (= V)"V (i (D.12)
Logo, ficamos com a equacao de movimento
C(g 2 2 m
Gi; + B = —0Os;; + M2"+1( \Y ) \Y epm(i&rsj) =0, (D.13)
o que da, no espaco dos momentos,
k2 0im 01 + i~ M2 D B2 2 6 168 | St = 0. (D.14)

Multiplicando pelo seu conjugado complexo, obtemos

S on
k? — AM2n+1|k|2 =0, (D.15)

que corresponde a relagao de dispersao do caso isotrépico CPT-impar (3.25).
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Apeéendice E

Demonstracao da féormula para o

atraso temporal cosmolégico

Seguindo a abordagem feita pelas Refs. [43, 46], podemos derivar a férmula de
Aty para o formalismo de violacao de Lorentz desenvolvido nos capitulos anteriores.
Para isto, temos que levar em conta que as fontes de emissao das ondas estao em distancias
cosmoldgicas, e portanto estao sujeitas ao efeito de expansao do universo. As distancias
préprias (fisicas) percorridas pelas particulas com frequéncias (ou energias) diferentes irdo
ser também diferentes. O tipo de comprimento que é por definicao sempre fixado entre a
fonte e o observador (provido de que os dois se movem juntos com a expansao do universo)
¢ a distancia comoével.

A distancia comoével percorrida por uma particula durante um intervalo de tempo

ty —to, em que ty é o tempo de emissao e ¢ty é o tempo de detecgao, ¢

r(t) = /t "ot (E.1)

onde v(t) é a velocidade da particula em funcao do tempo. Para escrevermos em termos

do redshift z, podemos usar a relagao

dz
dt = ——— E.2
(S (E.2)
onde
H, = Hy/Qu (1 + 2)4 + Qn (1 + 2)3 + Q(1 4 2)2 + Qy, (E.3)
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¢ a taxa de expansao de Hubble expressa em termos da constante de Hubble Hy ~
67,3km/s/Mpc ~1,51-107*2GeV, da densidade de radiacio (2., da densidade de matéria
Q,,, da densidade de curvatura ; e da densidade de vacuo (energia escura) 5. No
modelo de Universo ACDM?!, que é o modelo cosmoldgico mais aceito atualmente, temos
que Q, = Q;, ~ 0.
Usando a (E.2), podemos reescrever a (E.1) como
z ds’

r(z) = /0 U(Z/)m, (E.4)
onde v(z) é a velocidade da particula em termos do redshift.

Para determinar o atraso temporal entre uma particula de maior energia e outra
de menor energia, temos que partir das suas trajetorias coméveis. A trajetoria comovel de
uma particula é obtida escrevendo-se a Hamiltoniana (associada & relagdo de dispersao)
em termos do momento comével. Para isto, consideremos a relacao de dispersao do caso
CPT-impar eletromagnético, Eq.(2.39), parad > 5 (usandon =0,1,2,3,... e d=5+2n
)'. O momento, que é o mesmo que o médulo do vetor de onda |E |, deverd ser substituido
pelo momento comével (1 + z)|k|. Logo, a Hamiltoniana associada escrita em termos do

momento comovel serd

5 N
H:(L+@k¢1+AM;LK1+@MM“, (E.5)

onde fizemos \E | = k para simplificar a notagdo. A velocidade de grupo associada é

3y Sd n
o <l—i—z> [1+A(n+§)#[(l+z)k]2 +l

\/1 + Agpir [(1+ 2) k]2t
Y
Considerando valores k < ?j—?), podemos expandir em Taylor a raiz da equacao acima até
d
primeira ordem em k:
_1
LA o) a1 A e (E.7)
M3n+1 ~ 2 M3n+1 : ‘

1'Universo dominado pela constante cosmolégica e matéria escura fria
Tremos desconsiderar para andlise fenomenoldgica o caso CPT-impar d = 3, visto que ndo é o foco

deste trabalho.
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Logo, podemos escrever

v(z) ~ (1 + z) (1 + A(n + 1)%[(1 + z)k]2”+1>. (E.8)

Escolhendo o caso subluminal A = —1 e substituindo a (E.8) na (E.4), obtemos, para

fotons com altas energias:

Fd CPT—i
—impar
r(z,E) = Vi + oy P (E.9)
0 z
onde r& TP — _(n4-1) Mi(i)ﬂ (142" EPPrtt } 42 Fizemos a substitui¢io do momento
¥ z

k pela energia E da particula, visto que sao indistinguiveis em escalas altas de energia.
Apenas particulas com altas energias (por exemplo, da escala de TeV) podem produzir
efeitos de violagao de Lorentz (e portanto, efeitos dispersivos) notaveis. Portanto, po-
demos de fato desprezar os efeitos dispersivos provocados pela violagao de Lorentz em
particulas com energias mais baixas (muito menor que E), sendo portanto particulas lu-
minais, de modo que a distancia comével percorrida por uma particula de baixa energia
durante um tempo t pode ser escrita como rg = ¢t (com ¢ = 1). Igualando as distancias

combveis rg = r(z, E), obtemos o tempo de percursso para fétons de altas energias
z . /
tyrn = /0 {1 —(n+ 1)%[(1 + z')E]%H}dﬁ. (E.10)
ou seja, a variacao (ou atraso) temporal entre um féton luminal (de baixa energia) e um
féton subluminal (de alta energia) que sofre o efeito dispersivo de violagdo de Lorentz
pelo formalismo CPT-impar é justamente dado pela Eq.(4.2). Também podemos partir
da Hamiltoniana associada a rela¢ao de dispersao do caso CPT-par do féton, Eq.(2.28),
e, analogamente, chegar a expressao (4.3).
O procedimento para a obtengao das férmulas de atraso temporal no setor gravita-
cional é analogo, bastando partir das relagoes de dispersao CPT-par e CPT-impar obtidas
no Capitulo 3. Como as relacoes de dispersao sao semelhantes, os resultados também se-

rao semelhantes aos obtidos no caso eletromagnético, com a troca dos parametros & — (

e M, — M,.
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Apeéendice F

Demonstracao da féormula para a

rotacao do vetor de polarizacao

O angulo rotacionado do vetor de polarizacao dff durante um intervalo de tempo

infinitesimal dt é dado pela formula

4o — %(M W)t (F.1)

Usando a (E.2), podemos expressar a (F.1) em termos do redshift:

1 dz

df = — k) —w_(z,k)| ————. F.2
s Go) = ()| (F2)
Consideremos a relagao de dispersao do caso CPT-impar do féton em termos do momento
comével
§(d
we = (1+ z)k\/l + M;,jﬂ (14 2)k]2n+, (F.3)
¢!

Podemos considerar a expansao até a ordem principal:

§(d)
2M’$n+1

+~ (14 2)k £ [(1+ 2)k]*+2. (F.4)

Substituindo na (F.2), obtemos
S

- 2n+1
]\47

dz

do —_—
(1+2)H,

[(1+ 2)k]+ (F.5)

Integrando ambos os lados, obtemos a férmula para a rotacao do vetor de polarizagao

(4.11).
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