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FEvery theoretical physicist who is any good things knows six or seven different theoretical
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Resumo

Nessa tese, exploramos diferentes aspectos do grupo de renormalizacao (GR) em Gra-
vitagao Quantica. Especificamente, estudamos o GR aplicado a trés diferentes modelos.
Comecamos por estudar o GR on-shell usando para isso o modelo de gravidade com torcao
proposto por Cartan, fizemos o tratamento quantico dessa teoria. Em seguida, mostra-
mos em detalhes os calculos do estudo da teoria semiclassica usando para isso o método
da renormalizacao fisica, baseada na subtragao de momentos. Nesta parte nés damos os
detalhes da derivacao dos fatores de forma gravitacionais, usando o método do heat kernel
para trés teorias massivas: campo escalar, campo vetorial e campo fermionico. O que nos
leva ao andlogo gravitacional do teorema de desacoplamento de Appelquist e Carazzone.
Nessa parte apenas refizemos os cédlculos ja desenvolvidos em um artigo de Gorbar e Sha-
piro, mas agora em detalhes minuciosos para cada etapa calculada. E na tultima parte,
uma analise do grupo funcional de renormalizagao (GFR) foi feita, aplicando essa técnica
também ao modelo de gravidade semiclassica, onde a teoria abordada foi a de um campo

escalar com acoplamento nao-minimo no espago-tempo curvo.

Palavras chaves : Grupo de renormalizacao, gravitacao quantica, gravidade semicléssica,

espaco-tempo curvo.
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Abstract

On this thesis, we explored differents aspects of the renormalization group (RG) in Quan-
tum Gravity. Specifically, we studied the RG applied to three differents models. We
began studying the RG on-shell and we used for that the model of gravity with torsion
proposed by Cartan, we made the quantum treatment of this theory. Then, we showed in
details the calculations of the study of semi-classical theory, using for that, the method of
physical renormalization, based on the momentum subtraction. On this part, we gave the
details of the derivation of gravitational form factors, using the method of the heat kernel
for three massive theories: scalar field, vector field and fermionic field which leads us to
the gravitational analogue of the decoupling theorem from Appelquist and Carazzone. In
this part, we just remade the calculations already undertaken in a paper by Gorbar and
Shapiro, but now in minute details for each step calculated. On the last part, an analysis
of the functional renormalization group (FRG) was made, applying this technique also to
the model of semiclassical gravity, where the theory addressed was a theory with a scalar

field with non-minimal coupling in curved spacetime.

Keywords : Renormalization group, quantum gravity, semiclassical gravity, curved spa-

cetime.
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CAPITULO 1

Introducao

A fisica tedrica tem testemunhado realizacOes excepcionais, como por exemplo o de-
senvolvimento da Mecanica Quantica (MQ) e da Relatividade Geral (RG). Nos ultimos
noventa anos, a Teoria Quantica de Campos (TQC) foi desenvolvida e agora possuimos
uma estrutura tedrica ampla e bem definida que usamos para compreender o Cosmos e as
interagoes fundamentais.

A RG [1], juntamente com suas extensoes diretas formam a base para qualquer inves-
tigagao em TQC no espago-tempo curvo. A principal afirmacao da RG é que o campo
gravitacional nao é um campo como os outros, mas a caracteristica geométrica fundamen-
tal do espaco-tempo. E ainda hoje, quando se pensa em teorias de gravitacao, a RG é
a melhor teoria que temos, mesmo apds cem anos de sua criacao. Toda a teoria de gra-
vitacao atual esta baseada principalmente na RG e esta tem se mantido como um modelo
de gravitacao e cosmologia de grande sucesso pois tem passado com éxito por muitos testes
observacionais e experimentais |2,3]. Um dos primeiros testes da RG foi a observacao do
desvio da luz devido a acao da forga gravitacional exercida pelo Sol, cuja comprovagao
observacional [4] veio a partir de um eclipse solar total ocorrido em 29 de maio de 1919,

sendo as fotografias feitas na cidade de Sobral no Ceard, decisivas na comprovagao de tal



fenomeno. Vale ainda citar que recentemente a RG passou com éxito por mais um teste,
as ondas gravitacionais foram detectadas [5], sendo o antncio feito pelos pesquisadores do

projeto LIGO (Laser Interferometer Gravitational-Wave Observatory) em 11 de fevereiro

de 2016.

Relagcao da RG com a TQC

Se a RG é considerada como um dos pilares da fisica moderna, entao a TQC, conside-
rada a base para a compreensao da matéria a partir da fisica das particulas elementares,
seria o outro. No entanto, a forma de conciliar a TQC com RG, de uma maneira comple-
tamente consistente, ainda é uma questao em aberto. Vamos considerar alguns aspectos

nesta tentativa de conciliacao.

TQC no espago-tempo curvo cléssico (teoria semicléssica)

A TQC, que forma a base da moderna fisica das particulas elementares, ¢ um modelo
de teoria que unifica a relatividade especial (RE) com a MQ. Ela é definida no espaco
plano de Minkowski [68], que é uma excelente aproximagao quando se trata de descrever
o comportamento das particulas microscépicas em campos gravitacionais fracos, como os
encontrados aqui na Terra.

Uma vez que na RG, a matéria exerce influéncia gravitacional e curva o espaco-tempo,
se fez necessario estudar a propagacao de particulas e ondas sobre esse fundo curvo. Por-
tanto nada é mais natural que o estudo do comportamento de campos quanticos sobre
espacos curvos. Esse campo de pesquisa que trata os campos de matéria do ponto de vista
quantico, mantendo o campo gravitacional cléssico, ficou conhecido como TQC em espaco-
tempo curvo [9-15]. A TQC no espago-tempo curvo tem a finalidade de descrever situagoes
em que a gravidade é forte o suficiente para influenciar (quanticamente) a matéria, mas
ainda nao forte o suficiente para exigir a sua prépria quantizagao. Usando esse formalismo,
pode-se demonstrar por exemplo, que buracos negros emitem um espectro de corpo negro
de particulas conhecido como radiagdo de Hawking [16], levando & possibilidade de que
eles evaporem ao longo do tempo. Esta radiacao desempenha um papel importante para

a termodinamica dos buracos negros.



Gravitagao Quantica - GQ

A procura de uma coeréncia entre a descricao quantica da matéria e a descrigao
geométrica do espago-tempo, bem como o aparecimento de singularidades (onde escalas
de comprimento da curvatura se tornam microscépicas), indicam a necessidade de uma
teoria completa de GQ. Para uma adequada descricao do interior dos buracos negros e do
universo primordial, por exemplo, é necessaria uma teoria em que a gravidade e a geometria
associada ao espaco-tempo sejam descritas na linguagem da fisica quantica. Apesar dos
grandes esforgos dos ultimos setenta anos, nenhuma teoria completa e consistente de GQ
¢é conhecida atualmente, apesar de existir um grande ntimero de candidatos, alguns deles
promissores. Mas todas as teorias candidatas continuam a ter grandes problemas formais e
conceituais para vencer. Elas também enfrentam o problema comum de que, por enquanto,
nao ha nenhuma maneira de se comprovar experimentalmente as previsoes teéricas da GQ
(portanto, nenhuma maneira de se decidir entre as teorias candidatas). Essa dificuldade
de comprovacao experimental vem do fato de que os efeitos quanticos gravitacionais sao
muito fracos (na escala de laboratério) e portanto de dificil detecgdo. Hé esperanca de que
isso mude a medida em que a obtencao de novos dados vindos de observagoes cosmolégicas
e experimentos de fisica de particulas (como as realizadas no LHC) em escalas de energia
cada vez mais altas se tornam possiveis.

Uma outra importante caracteristica e/ou limitacao da RG, fundamental para o de-
senvolvimento do assunto dessa tese, é o aparecimento de fronteiras espago-temporais co-
nhecidas como singularidades. Intuitivamente, uma singularidade espago-temporal é um
"lugar’onde a curvatura explode ou outro comportamento patolégico da métrica ocorre.
As singularidades nao podem de forma alguma serem negligenciadas, uma vez que elas
surgem nas mais simples e importantes solugcoes que correspondem as principais areas de
aplicagoes da RG, como por exemplo, nas solugoes de Schwarzschild ou de Kerr. O ponto
principal do problema das singularidades é que uma vez que elas de fato existem, isso faz
com que a RG nao seja valida em todas as escalas de energia. Por isso, somos forcados a
supor que em escalas de distancias muito pequenas e/ou quando a curvatura do espago-
tempo se torna muito grande, o fenomeno gravitacional precisa ser descrito por alguma

outra teoria que seja mais geral do que a RG. Mas devido ao sucesso da RG classica, espe-



ramos que essa nova teoria mais geral coincida com a RG no limite de grandes distancias
(baixas energias).

De acordo com argumentos dimensionais, nas regioes préximas as singularidades, os
efeitos quanticos se tornam relevantes. Nessa vizinhanca, suficientemente proxima das
singularidades, encontra-se densidade de energia e componentes dos tensores de curvatura
de uma ordem de magnitude do que chamamos de escala de Planck, ou seja, dizemos
que os efeitos quanticos da gravidade estao associados as unidades de Planck de tempo,
comprimento e massa. A idéia da escala de Planck parte da suposicao de que sé existem
trés constantes fundamentais na natureza, sendo elas a velocidade da luz ¢, a constante

de Planck & e a constante de Newton G, onde

c = 3x10"%em/s,
= 1,054 x 10" erg - s, (1.1)

G = 6,67x10%cm?/g-s>.

E em termos destas constantes que se constréi, de uma maneira tnica, as quantidades com
dimensao de tempo tp, comprimento [p e massa Mp que sao respectivamente, o tempo de

Planck, o comprimento de Planck e a massa de Planck, onde

tp = GYVPRV2e2 x0,7x107 85,
Ip = GY2RY2¢32 = 1,4 x 1078 em, (1.2)

Mp = GV2RY21220,2%x107° g~ 10" GeV .

Essas unidades sao essenciais em véarias areas da fisica tedrica e podem ser usadas de
diferentes maneiras. Em fisica de particulas é comum considerar ¢ = h = 1 e usar GeV
como unidade de medida de todas as grandezas. Uma vez que as principais quantidades
a serem medidas sao energia e momento das particulas, todas essas quantidades sao mais
ou menos comparaveis entre si e logo medi-las em GeV se prova uma escolha til.

Uma outra possibilidade seria supor que a Mp seja a medida universal. Se fixamos
Mp = 1, isso implica G = 1 e entao tudo passa a ser medido em poténcias da massa de
Planck Mp: tempo, temperatura, massa, energia, volume, pressao e etc. Em GQ, esse é

sem duvidas, o melhor sistema de unidades possivel, pois esta todo baseado nas unidades



fundamentais e nao requer qualquer informagao adicional, nem mesmo é necessario indicar
a dimensao das grandezas. Ao mesmo tempo, esse sistema de unidades tem limitagoes
Obvias em outras areas.

A existéncia de unidades fundamentais indica que deve haver uma fisica fundamental.
Uma vez que as quantidades sao as unidades fundamentais e envolvem ¢, h e G ao
mesmo tempo, somos levados a interpretacao de que essa escala fundamental corresponda
a algum efeito quantico gravitacional relativistico. A RG deve ser modificada. Entretanto,
na escala de Planck, essa interpretagao ¢ ambigua. Por exemplo podemos imaginar duas
diferentes situagoes: a quantizac¢ao da prépria métrica (ver capitulo|3]) e a quantizagao dos
campos de matéria no fundo cldssico (ver capitulo @

Mesmo com todas as dificuldades em se quantizar a gravidade, isso nao significa que nao
temos qualquer tipo de previsoes gravitacionais quanticas. Uma alternativa para se evitar
esses problemas é tratar a gravidade diferente da maneira como se tratam as outras forcas
e supor, a priori, que esta nao deva ser quantizada. Uma das formas de se fazer isso é usar
a chamada abordagem semicldssica (para um revisao ver [17]), um dos mais importantes
e bem compreendidos aspectos de GQ. Essa abordagem ¢é uma aproximacgao da teoria
de GQ onde os campos de matéria sao quantizados enquanto a métrica é tratada como
um fundo classico, ou seja, o espaco-tempo onde os campos se propagam € classico, mas
dinamico. Através da aplicacao de consideragoes semiclassicas, se espera obter alguma
idéia sobre a estrutura da teoria. Aqui a principal dificuldade é derivar as corregoes
quanticas para a acao classica da gravidade. Essas corregoes, apesar de desconhecidas por
completo, possuem intimeras aplicagoes em Cosmologia e fisica de Buracos Negros. Além
disso, dependendo do papel destas contribuigoes quanticas, pode-se ou nao justificar a
importancia de outros modelos de GQ, incluindo por exemplo, a teoria de cordas.

Como ja mencionado, os efeitos gravitacionais quanticos sao extremamente fracos o
que dificulta a comprovacao experimental e, por esta razao, a possibilidade de testar
experimentalmente a gravidade quantica nao tinha recebido muita atencao antes do final
da década de 90. No entanto, na ultima década, os fisicos perceberam que a evidéncia
para efeitos gravitacionais quanticos pode orientar o desenvolvimento da teoria. Dado que

o desenvolvimento tedrico tem sido lento, o campo de gravidade quantica fenomenoldgica,



que estuda a possibilidade de testes experimentais, obteve maior atencao. As possibilidades
mais largamente adotadas para a gravidade quantica fenomenolédgica incluem violagoes de
invariancia de Lorentz, impressoes de efeitos gravitacionais quanticos na radiacao cosmica
de fundo (em particular, a sua polariza¢do) e decoeréncia induzidos por flutuagoes na
espuma do espaco-tempo. Em todos os casos, tratam-se de pequenos residuos da época
em que a escala de energia no Universo era muito grande.

A principal desvantagem em se quantizar a gravidade é a dificuldade em se formular
uma versao quantica perturbativa da RG. Devido a natureza dimensional da constante
gravitacional GG, essa versao quantica perturbativa da RG nao é renormalizdvel. Ha muitas
tentativas em se formular uma versao completa e renormalizavel da RG quantica, mas
até agora nao ha um sucesso real nesse sentido. A aplicacao mais importante tem sido
no estudo da fisica de altas energias. O problema central da gravitagao quantica é que
as técnicas computacionais usadas com sucesso em outras teorias (como por exemplo na
eletrodinamica quantica), nao dao resultados consistentes quando aplicadas & RG quantica.

Apesar da RG quantica perturbativa ser uma teoria nao renormalizdvel (o que na
pratica significa dizer que a teoria precisa de um numero infinito de parametros para
ser descrita, o que experimentalmente é invidvel), é possivel extrair desta, importantes
informagoes sobre esses parametros que descrevam a teoria, as chamadas constantes de
acoplamento. Normalmente o que se faz é usar a abordagem do grupo de renormalizacao
(GR) para construir as equagoes relativas a esse grupo e verificar o running dos acopla-
mentos da teoria em questdo variando a escala de energia do limite infravermelho (IV)
ao ultravioleta (UV). Pode-se com isso verificar se no Universo primordial, por exemplo,
houve um forte acoplamento entre os campos ou ainda comprovar a inflacao de Higgs,
entre outras coisas. Baseando-nos nessa premissa, o ponto principal dessa tese é o estudo
de diferentes GR aplicado aos diferentes modelos de GQ. Aqui o nosso principal objetivo é
coletar, a partir do tratamento quantico dos modelos abordados nos capitulos que seguem,

o maior nimero possivel de informagoes.



Modelos teoricos existentes de GQ

Como j& mencionado antes, existem varios modelos teéricos de quantizacao da gravi-
dade. Algumas abordagens veem a RG como a teoria que precisa ser modificada enquanto
a TQC estaria correta e seria aplicavel, ja outras, veem a RG como a teoria correta e
aplicavel, sugerindo que a TQC seja modificada e ha ainda aquelas que acreditam que
ambas, RG e TQC sejam apenas limites de aplicacao de uma outra teoria mais profunda.
Entre os modelos conhecidos, citamos a seguir apenas alguns (lembrando que a maior parte
desses modelos nao ¢ o de interesse e aplicacao nessa tese, de modo que nao entraremos
em detalhes e descreveremos aqui os modelos apenas para mostrar ao leitor o quao amplo

e ativo é esse campo de pesquisa e como ainda precisamos evoluir no nosso estudo).

Abordagens perturbativas e suas extensoes
- Teoria de cordas

Esse programa de quantizacao da gravidade tem suas raizes, indiretamente, na ob-
servagao, que remonta a década de 30. A idéia original e ainda proeminente por tras da
teoria de cordas, é substituir as particulas pontuais da TQC (f6tons, elétrons, etc) por
objetos extensos unidimensionais chamados cordas [18]. No desenvolvimento inicial da
teoria, foi reconhecido que a construcao de uma teoria quantica de cordas consistente re-
quer que as cordas estejam definidas em um espago com o nimero de dimensoes maior do
que os trés que sao observados, por exemplo, teoria de cordas que contém férmions, bem
como bosons, deve ser formulada em nove dimensoes espaciais e uma dimensao temporal.
As cordas podem ser abertas ou fechadas e possuem um espectro vibracional que des-
creve todos os campos observados. Os varios modos de vibragao correspondem as vérias
particulas, uma das quais é o graviton (uma particula sem massa, com spin-2 e que é
responsavel por mediar as interagoes gravitacionais). As teorias resultantes nao precisam
ser perturbativamente renormalizaveis. Os célculos perturbativos no ramo da teoria de
campos efetiva sao matematicamente trataveis. Uma vez que a teoria de perturbacao é
uma ferramenta quase indispenséavel para os fisicos, esse ponto é considerado de extrema

importancia. Para um estudo mais recente dessa teoria, podemos citar [19].



- GQ com termos de derivadas superiores (HDQG - em inglés)

A essa altura ja é bem sabido que a forma tradicional de se quantizar a RG leva a uma
teoria nao renormalizdvel [20-22]. Uma forma alternativa de se quantizar a gravidade é
introduzir na agao classica gravitacional alguns termos de derivadas superiores tratando-os
ao mesmo pé de igualdade com que se tratam os termos de derivadas inferiores (termos
de Einstein-Hilbert e constante cosmolégica) de tal modo que a nova teoria quantica seja
renormalizavel [23] (ver também [24]). A renormalizabilidade dessa teoria nos permite
estabelecer a liberdade assintética no limite UV [25-27] e explorar o possivel papel da
GQ no comportamento assintético para modelos GUT [28] (Grand Unified Theory ou em
portugueés, Teoria da Grande Unificacao).

O prego que se paga para a renormalizabilidade de uma GQ com derivadas superiores é
o pdélo nao fisico no setor de spin 2 do propagador no nivel da drvore da GQ renormalizavel.
O pdlo corresponde a um estado de energia cinética negativa. Esses estados nao fisicos
sao chamados ghosts (fantasmas) [23] massivos e possuem massa da magnitude da escala
de Planck, esses fantasmas comprometem a unitariedade da matriz-S tornando toda essa

abordagem bastante duvidosa.

- Teoria de Einstein-Cartan

O sucesso da RG tem estimulado iniimeras generalizagoes desta teoria. As teorias de
gravitagao modificada tém recebido atencao consideravel devido a muitas razoes, tais como
a adaptabilidade com a fisica quantica, a ligagao da gravitacao com outras interacoes, a
incorporacao do spin da matéria, etc. A teoria de Einstein-Cartan (EC) da gravidade é a
extensao mais simples possivel da teoria da RG. Essa teoria permite que o espago-tempo
tenha torcao em adigao a curvatura e relaciona a torcao a densidade de momento angular
intrinseco da matéria, o spin. Assim como a RG, essa também ¢é uma teoria cldssica de
gravitacdao. Esta modificacdo da RG foi apresentada em 1922 por Elie Cartan [29], antes
da descoberta do spin. Do ponto de vista moderno, ela é motivada pelo desejo de fornecer
uma descri¢ao simples da influéncia do spin da matéria gravitacional.

Trabalhos importantes nessa teoria tém sido desenvolvidos por Friedrich Hehl e cola-

boradores [30,31] desde a década de 70 (veja também [32] para uma revisdo dos aspectos



do espago-tempo com torgao). Recentemente, o interesse na teoria de EC tem sido impul-
sionado em direcao as implicacoes cosmoldgicas, porque se singularidades sao inevitaveis
na teoria da RG de Einstein, a teoria de EC levanta esperangas de evitar a singularidade
gravitacional no inicio do Universo através do spin da matéria. A teoria é ainda conside-
rada viavel e continua a ser um tépico ativo na comunidade fisica. Veremos em detalhes

uma aplicacao original desenvolvida por nés no capitulo [3| dessa tese.

Abordagens nao perturbativas
- Loop quantum gravity (GQ em lagos)

Esta é uma teoria quantica do espaco-tempo que incorpora as nocgoes de espago e
tempo da RG a TQC [33]. Um ponto relevante aqui é citar que na RG o espaco é continuo.
Em cada parte dele pode-se definir regides de volumes arbitrariamente pequenos e cada
pequena regiao pode ser dividida em regices ainda menores e assim sucessiva e continua-
mente. Na LQG o espaco passa a ser discreto. O aspecto mais importante desse modelo de
GQ é que ele prevé que o espaco nao é mais infinitamente divisivel, mas que ele tem uma
estrutura granular na escala de comprimento de Planck, o que elimina as divergéncias UV
que aparecem na TQC padrao. O estado quantico do espago-tempo é descrito aqui por
meio de uma estrutura matematica denominada redes de spin. Essas redes nao represen-
tam estados quanticos de um campo no espago-tempo, elas representam estados quanticos

diretamente do espago-tempo. Essa rede evolui ao longo do tempo em etapas discretas.

- Asymptotic safety (seguranca assintética) em GQ

Os problemas da TQC perturbativa em relacao ao comportamento UV da gravidade
tém levado ao pessimismo generalizado sobre a possibilidade de se construir uma TQC
fundamental para a gravidade. Em vez disso, nés nos acostumamos a pensar em RG como
uma teoria de campo efetiva, o que s6 da uma descricao precisa da fisica gravitacional
em baixas energias. O formalismo de teorias de campo efetivas proporciona um quadro
coerente em que calculos quanticos podem ser realizados mesmo quando a teoria nao

é renormalizdvel. Weinberg [34] deu uma descricao generalizada e nao perturbativa de
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renormalizabilidade chamado de asymptotic safety e sugeriu que a RG pode satisfazer
essa condicao, tornando-se uma TQC consistente em todas as escalas de energia.
Asymptotic safety é um conjunto de condig¢oes, com base na existéncia de um ponto
fixo néo trivial (diferente de zero) para o fluxo do grupo de renormaliza¢do que faz uma
TQC consistente até valores arbitrarios de altas energias. A chave da teoria é a existéncia
desse ponto fixo nao trivial que controla o comportamento das constantes de acoplamento
no ultravioleta (UV) e torna as quantidades fisicas seguras de divergéncias nesse regime.
A esséncia dessa abordagem é a observacao de que pontos fixos nao triviais do GR podem
ser utilizados para generalizar o processo de renormalizagao perturbativa. Em uma teoria
assintoticamente segura os acoplamentos nao precisam ser pequenos ou tenderem a zero
no limite de altas energias, mas sim tenderem a valores finitos, ou seja, se aproximarem
de um ponto fixo UV nao trivial. O running das constantes de acoplamento, isto €, sua
dependéncia com a escala descrita pelo GR é entao especial no limite UV no sentido de
que todas as suas combinagoes adimensionais permanecem finitas. Isso é suficiente para

evitar divergéncias nao fisicas, por exemplo, na amplitude de espalhamento.

Mostramos a seguir a forma como o contetido dessa tese se organiza nos capitulos que

se seguem.

Estrutura da tese

O capitulo [2| apresenta uma breve revisao sobre os elementos e conceitos de Teo-
ria Quantica de Campos no espaco-tempo curvo. Apresentaremos ao leitor o modelo de
gravitagao semicléssica, veremos como ¢ feita a escolha da acao cléssica de vacuo, mostra-
remos o método de Schwinger-DeWitt, a forma mais elegante de se calcular as corregoes
quanticas a 1-loop para os campos de matéria no espaco-tempo curvo.

O capitulo[3]tem como objetivo o cdlculo das divergéncias a I-loop da teoria de Einstein-
Cartan quantica considerando a adicao do termo de Holst. Em particular, estudamos a
versao do GR on-shell para essa teoria e construimos as equacoes do GR que permitirao
analisar o running das constantes de acoplamento associadas as correntes vetorial e vetorial

axial e ao parametro de Barbero-Immirzi.
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O capitulo (4] trara um outro aspecto da teoria quantica de gravitacao. Aqui serd mos-
trado em detalhes o calculo a 1-loop na abordagem da renormalizacao fisica, aquela base-
ada na subtracao de momentos. Com o objetivo de corrigir pequenos erros nos trabalhos
publicados por Gorbar e Shapiro 35,36 para o desenvolvimento em breve de um traba-
lho nesse sentido, daremos os detalhes da derivacao dos fatores de forma gravitacionais
usando o método do heat kernel. As contas desse artigo nunca foram antes apresentadas
em detalhes. Isso sera feito para os campos escalar, vetorial e fermionico.

O capitulo | traz a discussao um método nao perturbativo de grupo de renormalizacao,
o chamado grupo funcional de renormalizacao (GFR). Esse capitulo tem como objetivo
introduzir o leitor a essa abordagem de GR que difere das demais por ter como sua
base principal uma equacao funcional diferencial conhecida como equagao de Wetterich.
Essa revisao se faz necessaria pois no capitulo seguinte aplicaremos essa abordagem pela
primeira vez a uma teoria escalar no espago-tempo curvo.

J& no capitulo [6] nos interessa explorar o running do parametro nao-minimo & e de-
mais constantes de interacao de um campo escalar real no espago-tempo curvo. Isso é
feito dentro da contexto do GFR o que nos permite obter as equagoes do GFR para os res-
pectivos acoplamentos. A trajetéria do GR foi numericamente explorada para diferentes
conjuntos de dados iniciais. Nesse capitulo trabalhamos no fundo curvo e a métrica nao é
quantizada, ou seja, usamos a abordagem semiclassica.

No capitulo de conclusoes e perspectivas, descrevemos os resultados obtidos ao longo
dessa tese e ainda apresentamos os principais projetos e perspectivas futuras associados

ao presente trabalho.



CAPITULO 2

Nocées de Teoria Quantica de Campos no espaco-tempo curvo

A Teoria Quantica de Campos (TQC) no espago-tempo curvo tem sido uma area
notavelmente frutifera. Ela pode ser usada para explicar como a estrutura em grande escala
do universo e as anisotropias da radiagao césmica de fundo que observamos hoje surgiram.
Similarmente, ela providencia uma profunda conexao entre a RG, a termodinamica e a
TQC padrao. Nesse capitulo, fazemos uma breve revisao dos elementos de TQC no espaco-
tempo curvo a fim de apresentar as notagoes e convengoes usadas ao longo da presente tese.
Uma introdugao geral da TQC no espago curvo pode ser encontrada nas notas de aula [37]
e nos livros [9,(12//13/138]. Desenvolvemos essa revisao nos baseando principalmente no livro

de Buchbinder, Odintsov e Shapiro |12 e no artigo de revisao de Shapiro [17].

12
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2.1 A abordagem semiclassica

Um dos modelos de QG mais importantes e bem compreendidos é a abordagem se-
miclassica. Nesse modelo, considera-se que os campos de matéria sejam quantizados, mas
a métrica de fundo, que descreve o espago-tempo é tratada como classica, entretanto, a
métrica possui uma dinamica cléssica, definida pela sua acao. Essa tultima inclui a parte

classica e correcoes quanticas.

A escolha da acao classica

A primeira tarefa é definir a acao classica da matéria e da gravidade. Isso pode ser feito
de iniimeras maneiras, por conveniéncia, escolhemos a forma mais simples e natural e que
providenciara a consisténcia da teoria no nivel quantico. Para isso ser feito, é necessario
que algumas condigoes sejam impostas. Sao elas

x localidade e covariancia geral para ambos os setores, matéria e gravidade,

x preservacao de todas as simetrias da agao classica, no espaco-tempo de Minkowski,

* nao introduciao de novos parametros que possuam dimensao de (massa) ™,

* correspondéncia com a teoria no espago-tempo plano.

A partir dessas condigOes, a acdo que procuramos sera
S = Smin + Snao—min + Svac 5 (21)

onde o termo S,,;, é a versao covariante da agao que ja conhecemos da teoria (em espaco
plano), o termo Syuo—min ¢ 0 termo dos campos de matéria que deve satisfazer a todas
as condicoes descritas acima. Para um campo escalar, por exemplo, a generalizacao nao

minima da acao é

1
Snao—min = Oescalar = 5 /d4l’ V—9g {g/u/ 8u¢al/¢ + m2¢2 + §¢2R} (22>

e o termo Sy, = Sgu + Sup, € a acdo de vacuo e terd a forma mais simples possivel a fim
de se manter a teoria renormalizavel. Nela, Sgy é a acao de Einstein-Hilbert e Syp é a

acao com termos de derivadas superiores. A escrevemos entao como

1
Soae = /d4q; V—g { — ——(R+2A) +a;C? + ayE + as0R + a4R2} , (2.3)
167G
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onde C* = R’ 5 — 2R>, + (1/3)R? é o quadrado do tensor de Weyl (em 4 dimensoes) e
E= Rim s—4R2,+R? é a densidade Lagrangeana do termo de Gauss-Bonnet ou densidade

de Euler (em 4 dimensdes). Note que os termos de derivadas superiores na equacao (2.3))
nao sao correcoes quanticas, eles precisam ser introduzidos ja a nivel classico a fim de se
manter a teoria renormalizavel a nivel quantico. E importante citar que esses termos nao
se manifestam em experimentos de gravitacao usuais ou a baixas energias devido ao fato
do termo de Einstein-Hilbert ter coeficiente da ordem de massa de Planck ao quadrado
(M? = G™), o que faz o seu efeito muito mais forte. Esses termos se tornam interessantes

apenas no estudo de sistemas de alta energia, como o Universo primordial, por exemplo.

2.2 A acao efetiva

Na abordagem de todo o trabalho desenvolvido nessa tese, o objeto de maior interesse
e importancia é a agao efetiva I'[p], pois é a partir dela que obtemos toda a informagao
fisica relevante que nos permitira construir a TQC. Vamos entao rever a parte que aborda
a agao efetiva do ponto de vista quantico. A agao efetiva é fundamentada numa grandeza
chamada gerador funcional das fungoes de Green no espago-tempo curvo, denominado

Z[j]- Pelo método da integral de trajetoria, esse gerador funcional é definido como

Z[j] :/d¢€i(5[¢]+(y‘,¢)) :/dgbei(SoJrszJr(j,qb)) com (j,¢) = /ddxj(x) o(z), (2.4)

onde Sy é a acao classica, S;,; € a acao de interacao entre os campos de matéria. No espago-
tempo curvo, tanto S quanto Z dependem também da métrica, mas nao mostramos esta
dependéncia explicitamente. Usando notagoes condensadas, ¢ denota um conjunto de cam-
pos de matéria, j denota um conjunto de fontes externas correspondentes, enquanto (4, ¢)
representa a soma sobre todos os indices e integracao sobre todas as varidaveis continuas
do espago-tempo.
O campo médio ¢ é definido como

SWj]
6j(x)

e representa a equagao para se encontrar a fonte j(z). Aqui W{[j] é o funcional de Schwinger

o(z) = (2.5)

(funcional gerador das fungoes de Green conectadas) e se relaciona com o funcional gerador
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Zlj] por
Wljl = —i log Z|[j] ou se preferir Z[j] = WUl (2.6)
A transformagcao de Legendre modificada de W[j] é a agao efetiva
Lol = (4, ¢) — Wi, (2.7)
onde j ¢ solugao da equacao . A acao efetiva admite expansao em loops
L[¢] = Svacuold] + T + T 4 TG 4 ... (2.8)

e sua covariancia foi mostrada por exemplo em [12,/17,139]. A contribuigdo de 1-loop é a

mais simples, mas ja suficientemente boa para a maioria das aplicagoes. Ela é escrita como

1 854
2 56(2) 09(y)

A

= —% Trln H onde H=H(zy) = (2.9)

¢=0
é a parte bilinear dos campos quanticos referentes a acao classica e onde Tr significa a
operacao de tirar o traco do operador onde ele atua. A acao efetiva Euclidiana a 1-loop

correspondente ¢é escrita como
Q) :—%Tr In [m+2h%vu+ﬂ , (2.10)
onde

O = ¢"V,V,,

he = g"h,, (2.11)

~

A 1 ~ A ~
= P CR+ 4,0

A equacao dada em ([2.9)) nos permite calcular a correcao de 1-loop da acao efetiva, no
entanto aparecem termos que possuem divergéncias. Para tratar esse problema é necessério
a adigao de contratermos AS, termos que cancelam as divergéncias. A agao que contém
esses contratermos é chamada acao classica renormalizada. Vale citar que, para que seja
possivel a expansao em loops da acao efetiva, o campo ¢ precisa ser reparametrizado

usando-se um método conhecido como método do campo de fundo [40] (veja também [12]).
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2.3 O método de Schwinger-DeW:itt

A expansdo de Schwinger-DeWitt [9}20,41] é a forma mais elegante e prética de
se calcular de maneira covariante as correcoes quanticas a I1-loop para a acao efetiva,
especialmente divergéncias em espago-tempo curvo. Aqui apresentamos somente uma
breve revisao desse método.

Comecemos por escrever Tr In H = In Det H na representacao da integral de tempo
préprio (s) como se segue

o A~
@ efisH

1 - 1
—TrIn H=—-=-T 2.12
5 1T In 5 It /0 . , (2.12)
onde
<x | emsH | a:’> = Uz, 2';s) = Up(z,2'; ) Z(@s) ag(z,z'),
k=0
’ 1 1/2 o(z,a) . 4
Uo(z,2';s) = (i) 2 DY2(z,2") exp o T msT | (2.13)

onde ag(x,z’) sdo os coeficientes de Schwinger-DeWitt e o(z,2") é a distancia geodésica

entre z e /. Os coeficientes de Schwinger-DeWitt podem ser calculados e chega-se a [9]

[dOHw—m’ = do(x,x) =1,
~ ~ 1 ~ o~

[dIHm—M’ = dl(a:,x) =P =1+ ER_ Vﬂh“ - huhua (2.14)

7 = a = R, e viR) e L ey L g

[a2]]asar = G2(z,7) = @( o — flag T+ )+§ +5( )+1— s
com

S =1V, V] + Voh, — Vuhy, + hyhy, — hyh, (2.15)

e onde

CALk(ZL',I‘) = ccll—I>rxl’ dk(wil) = dk|az—>a:’

Esses coeficientes estao diretamente relacionados respectivamente as divergéncias quarticas,

quadréticas e logaritmicas, sendo essa tultima universal (independe do esquema utilizado).
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Calculo dos demais coeficientes @y sdo possiveis [42], apesar de serem mais complicados,
mas isso nao se faz necessario aqui.
Voltemos novamente a expressao

1 - 1 *ds ..
—TrnH=—-T —eisH 2.1
5 Tt In 5 r/o S ¢ (2.16)

. % D1/2 / / o
—im /0 ds D 7o) (_M - z’m82> 3 (is)* an(x,2')

s (4mis)n/? 2is
k=0

As divergéencias UV correspondem ao limite inferior da integral e que em n = 4 sé os trés
primeiros termos serao divergentes. O termo mais importante para nos serd o terceiro, pois
ele nos fornece as divergéncias logaritmicas, que como mencionado antes, sao universais.

Assim, a parte logaritmicamente divergente da acao efetiva é escrita como

0 pr :
Ly - /d ry/—gTr as(z, x) (2.17)
_ e /d%; V=g Tr l(R2 — R2,+ V°R) + Lpoy 1(VQP) i
£ 180" weh Ted 2 6 127m |

onde € = (47)%(n — 4) na regularizagiao dimensional [43]. Essa é a férmula de Schwinger-

DeWitt para o calculo das divergéncias logaritmicas a 1-loop da agao efetiva.

2.4 O grupo de renormalizacao

Muito se falou até agora das divergéncias que aparecem na teoria quando o trata-
mento é quantico e feito perturbativamente. Precisamos entao tratar e/ou eliminar essas
divergéncias para que os nossos resultados sejam fisicos. Um esquema consistente que nos
permite eliminar tais divergéncias e obter resultados finitos é a teoria geral da renorma-
lizacao. O método de renormalizacao de uma teoria, foi desenvolvido pela primeira vez na
eletrodinamica quantica [44], para dar sentido as integrais infinitas que apareciam ao se
tratar a teoria de perturbacao. Mas uma consequéncia desse processo de renormalizacao é
que os resultados obtidos no final podem depender da escolha da escala de renormalizacao
1. Existe um grupo de transformacoes associadas com a variagao desse parametro p e que
possui uma simetria que surge também devido a esse parametro. Esse grupo é chamado

de grupo de renormalizagao (GR).
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Em fisica tedérica, GR é uma ferramenta matematica que permite a investigagao sis-
temdtica das mudangas de um sistema fisico visto de diferentes escalas de distancia (ener-
gia). Em outras palavras, é o procedimento em que se usa os parametros das equagoes
de campo da teoria para absorver as divergéncias que surgem nas integrais da teoria de
perturbagao.

Vamos considerar o GR seguindo [12]. Comecemos por escrever os funcionais geradores

das fungoes de Green conectadas nuas (bare) e renormalizadas, respectivamente

eWoljo]  — /D(bo ei(50[¢0,1?0]+¢>0j0)’
GWL] / Db (Sl +ai) (2.18)

onde p aqui esta representando um conjunto de parametros da teoria, e py sao os parametros
nus correspondentes. Vamos agora considerar que de acordo com a renormalizagao mul-
tiplicativa Sp[po, po] = S[¢, p] € vamos supor a mudanga de varidvel tal que ¢y = le/ 2
onde ¢ e ¢y sao campos escalares médios. Note que aqui estamos apresentando o método
fazendo uso dos campos escalares, o mesmo poderia ser generalizado para qualquer outro
campo. Todas essas consideragoes nos permitem concluir das equacoes dadas em

que Wy[j] = W[j] e, consequentemente, para a agao efetiva
Lo[go] = Woljol — dojo = T'[4], (2.19)
0 que nos permite escrever

FO[ga,Ba ¢0,P0> n] = FO[gaﬁa ¢7pa Ly n] ) (220)

onde n é o parametro da regularizacao dimensional e i é a escala de energia tipica. Como

o lado esquerdo da equacao anterior nao depende de i temos

d
u@FO[gaﬁu(bapuM?n] = 07 (221)
0 que nos leva a
0 dp 0 d dg(x) 0
. L= — —— | T =0. 2.22
uau%—uduap%—/dx\/ an 59() 0l9ap; ¢, 0, ;1] =0 (2.22)
Definindo
dp do(z)
R Bk e/ 2.2
pE = e =)o), (2.23)
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que sdo respectivamente chamadas de fungao beta e fungao gama. Com ([2.23) podemos
reescrever ([2.22)) como

0 0 )
"o + Bp(n)a—p +(n) /ddw \/—_gcb(x)m Lo[gas, @0, ;1) = 0. (2.24)

Essa é a chamada equacao do GR para a acao efetiva e pode ser usada no espago curvo
aplicada a diferentes modelos e teorias (como exemplo de aplicacao dessa abordagem de
GR ver capitulo . O parametro p dessa equacgao pode ser interpretado em termos de
valores fisicos, por exemplo, em eletrodinamica quantica p é interpretado como escala de

energia.

Outros métodos de calculo em TQC no espaco curvo

Muitos sao os métodos praticos de céalculos empregados para o estudo das correcoes
quanticas em espacgo curvo. Farei uma breve descricao de dois métodos bem populares,

para uma descrigao histérica, consulte [12,38].

O esquema de subtragao de momentos

Um método de célculo nao covariante é o chamado esquema de subtracao de momentos
[45]. Sabe-se que em RG nao é possivel a representagdo de momentos de modo geral.
Isso acontece porque diferentes pontos do espago-tempo possuem os seus préprios espagos
tangentes, o que exige representacao de momentos diferentes. Isso pode ser corrigido
usando-se coordenadas normais de Riemann [46], uma vez que isso torna possivel reescrever
as grandezas importantes da teoria em torno de um ponto fixo P e com coordenadas xj
possibilitando a representacao de momentos nesse ponto. Essa abordagem se baseia no
uso de coordenadas geodésicas e na expansao das grandezas de interesse num ponto com

coordenadas zf) em série de poténcias dos desvios x# — zf

= 2'*. Desta maneira todas as
quantidades passam a corresponder ao mesmo ponto P e a representacao de momentos se

torna aplicavel. O método é muito 1til para se calcular quantidades locais.
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O esquema de subtracao minima - SM

Ao longo dos anos, os fisicos tedricos inventaram todos os tipos de regimes de renorma-
lizacao. Mas desde os anos 70, um dos regimes mais populares é o esquema de subtracao
minima. Para uma analise completa de como esse método pode ser aplicado em espaco-
curvo pode ser encontrada em [47]. A fungdo beta da carga efetiva, quando usando-se esse

esquema, escreve-se

— dc

Be(MS) = lim M

(2.25)
Para uma aplicagao no espago plano consulte [48]. Subtraindo o contratermo do momento
p? = M?, onde M é o ponto de renormalizacao e tomando o operador polarizacao, em vez

de usar a defini¢ao acima, podemos usar

Bo(MS) = lim M%. (2.26)

Com isso se obtém as correcoes quanticas da teoria em estudo e se escreve separadamente
os termos que corrigem a constante de acoplamento que sera regularizada. Esses termos
dependem explicitamente dos momentos externos do sistema e para se obter as fungoes

beta, ndo usamos mais a defini¢ao ([2.25)), calculamos diretamente a derivada

d
Sl 2.2
Cp i (2.27)

dos fatores de forma dessa constante da acao efetiva a 1-loop que foi obtida a partir da
acao inicial.

Os esquemas de renormalizacao aqui apresentados se referem aos desenvolvidos na
presente tese nos capitulos 3] e @l Uma revisao referente ao método aplicado no capitulo
[6, se encontra no capitulo fl Nos capitulos que se seguem, o leitor poderd acompanhar
em detalhes o desenvolvimento e aplicacao pratica do esquema de renormalizacao de trées
diferentes modelos de GQ. Reforcamos que essa é uma poderosa ferramenta matematica
que temos para o tratamento das divergéncias e obtencao do comportamento fisico do

nosso sistema.



CAPITULO 3

A Teoria de Einstein-Cartan Quantica com o termo de Holst

O termo de Holst apresenta uma adigao interessante a Teoria de Einstein-Cartan da
gravidade com torcao. Quando esse termo esta presente, as interagoes de contato entre as
correntes vetoriais e as correntes vetoriais axiais ganham uma componente extra que viola
a paridade da teoria. Rederivamos essa interagao usando uma representacao simples para
o termo de Holst [49]. A mesma representacao serve como uma base 1til para o cdlculo
das divergeéncias a I-loop numa teoria com correntes fermionicas externas e constante cos-
moldgica. Além disso, exploramos as possibilidades da versao do grupo de renormalizacao
(GR) on-shell e construimos as equagoes para o running dos parametros adimensionais

relacionados as correntes e para o parametro de Barbero-Immirzi efetivo.
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3.1 Consideracoes iniciais

A teoria de Einstein-Cartan atrai um crescente interesse (ver [50-52] e referéncias 14
indicadas) porque representa a extensao mais simples possivel da Relatividade Geral (RG)
relacionada a introducao de um campo de tor¢ao. A presenca da torcao permite enriquecer
a teoria ainda mais através da aplicacao do termo de Holst [53], que emerge naturalmente
no ambito da Loop Quantum Gravity [50,/54-56]. Esse termo que viola a paridade deve
atrair um interesse especial uma vez que pode, em principio, produzir alguns observaveis
mensuraveis para detectar a gravidade quantica. A fim de entender melhor esse ponto,
lembremo-nos de que na teoria de Einstein-Cartan a tor¢ao se torna relevante somente na
presenca de correntes fermionicas. Apds ser integrada, a torcao providencia a interacao de
contato entre tais correntes. Obviamente, a principal possibilidade para o termo de Holst,
nesse respeito, estd relacionada a geracao da interacao de contato que viola a paridade da
teoria, entre as correntes fermionicas vetoriais e as correntes fermionicas vetoriais axiais.
O primeiro objetivo desse capitulo é apresentar uma derivacao muito simples do termo
de Holst em termos das componentes irredutiveis do tensor tor¢ao. Nos mostramos que o
novo termo ¢é a violagao de paridade escalar mais simples possivel e portanto o parametro
de Barbero-Immirzi [57,58] pode ser visto como uma extensao de um parametro extra nao-
minimo que viola a paridade da acao de Einstein-Cartan. Usando essa nova forma, nés
recalculamos a interacao de contato entre correntes fermionicas dependendo do parametro
de Barbero-Immirzi e encontramos boa correspondéncia com os resultados prévios de ou-
tros autores [50}55,59,60].

A principal motivacao para o parametro de Barbero-Immirzi esta relacionada a Gra-
vitagao Quantica (GQ), entdo é natural ver como pode ser o papel de tal termo nas
correcoes de loop. Desde que RG quantica e também a teoria de Einstein-Cartan quantica
sao nao renormalizaveis, essa questao nao pode ser abordada no ambito convencional de te-
oria Quantica de Campos para a métrica e tor¢ao. As publicagbes existentes nessa dire¢ao
usam muitas abordagens diferentes. A primeira delas esta baseada no Grupo Funcional de
Renormalizacao (GFR) [61]. Esse método é essencialmente ndo perturbativo e no caso da

GQ nao ha limite perturbativo, pelo menos no caso da RG quantica. Ao mesmo tempo,
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ha uma dificuldade conhecida relacionada a dependéncia dos resultados do grupo de re-
normalizagao funcional aplicada a teorias de calibre com a fixagao do calibre [62,63] (ver
também muitas outras referéncias 14 indicadas). De fato, a dependéncia com a fixagao
do calibre nessa teoria persiste on-shell |63] e leva a matriz S a depender do calibre e,
possivelmente, o mesmo ocorre para outros observaveis relevantes. Pode-se esperar que
a mesma forte dependéncia do calibre também ocorra no caso da GQ e isso cria certa
dificuldade para interpretacao fisica dos resultados nessa abordagem.

Outra possibilidade é confiar nas equagoes do grupo de renormalizacao extraidas das
divergéncias I-loop quadraticas. Isso é tecnicamente possivel, entretanto as ambiguidades
que geralmente se retinem em tal formulacao sao muito fortes e vao além das ambiguidades
de fixacao de calibre. Esse aspecto da GQ tem atraido significante interesse recentemente
e o resultado geral é que essas ambiguidades sdo geralmente incontrolaveis (ver [64] e mais
referéncias 14 indicadas). Para a teoria de Einstein-Cartan com o parametro de Barbero-
Immirzi, esse esquema foi aplicado recentemente em [65], onde resultados prévios para as
divergéncias de I-loop em RG com interacao de correntes fermionicas [66] foram usadas.

No presente trabalho, utilizamos a terceira possibilidade para a teoria de Einstein-
Cartan. E bem conhecido que a RG quantica pura é renormalizavel on-shell no nivel
1-loop [20]. Isso permite se considerar por exemplo a versao reduzida on-shell do grupo
de renormalizagao para a constante de Newton G e o termo cosmolégico [25]. Note que
essa abordagem pode ser estendida para se tornar mais informativa quando os calculos
sao executados num fundo especial tal como o espaco de Sitter [67], mas nossa intengao
aqui é seguir um método mais simples de [25]. Uma caracteristica muito interessante desta
abordagem ¢ que a equagao do grupo de renormalizacao para a combinacao adimensional
da constante cosmoldgica e da constante de Newton é independente da fixacao de calibre
e nesse sentido é bem definida. Claro que o grupo de renormalizacao on-shell nao pode
ser visto como um método completamente consistente, mas é um ponto de partida til
para lidar com a teoria de GQ. O grupo de renormalizacao on-shell a 1-loop foi generali-
zado para o caso da teoria de Einstein-Cartan em [68], numa teoria com corrente vetorial
axial externa. Foi mostrado que a teoria permanece renormalizavel on-shell no 1°-loop

na presenca de tal corrente e tor¢ao quantica. Aqui nés pretendemos generalizar essas
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consideracoes de duas formas, a saber, por inclusao de uma corrente vetorial adicional e
também por introducgao do termo de Holst [49]. Analisaremos em que medida a renorma-
lizabilidade on-shell pode ser preservada em tal teoria e também consideraremos o grupo
de renormalizacao on-shell na medida em que isto é possivel.

A consideragao classica da teoria de Einstein-Cartan com o termo de Holst e duas cor-
rentes (vetorial e vetorial axial) serd apresentada, assim como a derivagao das divergéncias

a I-loop e a andlise da renormalizabilidade da teoria on-shell serd descrita.

3.2 Representacao simples para o termo de Holst

No que se segue, usaremos as notagoes de [32][1-], mas reproduziremos as féormulas prin-
cipais, para a conveniéncia do leitor. A acao total da gravidade, incluindo os termos de

Einstein-Cartan e Holst, tem a forma

1 - 1 -
Spc+ Sy = —E/d‘lx\/—gR— 2 2 /d4x —gsaﬁ“”Raﬂw, (3.1)

onde G = k?/167 é a constante de Newton, também 167 /x* = M%. v é o parametro de
Barbero-Immirzi. O escalar de curvatura é R = g*gP” RQBW e Raﬂw ¢ o tensor de
curvatura dependente da métrica g.g e torgao 1%, . Essa curvatura ¢ definida na base da

conexao assimétrica

By~ 1% =17, #0. (3.2)

Supondo que a derivada covariante com torcao satisfaga a condigao de metricidade

Vugaﬁ = 07

pode-se facilmente derivar a relagao entre a conexao afim e o simbolo de Christoffel ',

By = 1%y + K7, (3.3)
Aqui o tensor contorcao é
(0% 1 [e% (03 (03
K%, =5 (T%, = Ts, = T)%) - (3.4)

1Usa-se essa referéncia e também muitas outras fontes, e.g., [31,69[70] para a introdugao de diferentes

aspectos da gravidade com torgao.
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As relagoes correspondentes para o tensor de curvatura e escalar com torgao tém a forma

R)\

T

R = R+2V K\, — K, MK + Koy K™ (3.6)

T

_ A A A A A
ﬁ — R-TQB+VQK-T,3_VBK-TQ+K-7a KZ_B—K,YBK’Y (35)

T

onde as quantidades sem til sao Riemannianas sem torcao. Pode-se introduzir trés com-

ponentes irredutiveis da torcao da seguinte forma

trago vetorial T =T, , (3.7)
traco vetorial axial ~ S” = €T, 4, (3.8)
parte tensorial  ¢% | (3.9)

onde a ultima satisfaz as condigoes ¢%5, =0 e €1 g5, = 0. A torgao genérica pode ser

facilmente expressa como

1

1 14
Topu = 3 (15 ap — Ty Jap) — I Eapur S” + Qapy - (3.10)

Agora, substituindo (3.10) em (3.4) e (3.6)), chegamos &[]

. 2 1 1
R = R—2V.,T— T, T+ = qus- ¢°*" + — S,.5¢. 3.11
3 "’QQBvq +24 ( )

Finalmente, repetindo a mesma operacao com (3.5)) e entdao com o integrando do termo
de Holst, chegamos a relagao, que ja foi relatada em [59] (veja também [71}/72] para uma
analise mais detalhada e uma lista de referéncias mais completa sobre a histéria dos termos

violadores de paridade na teoria de Einstein-Cartan),

N 2 1
goBuy Raﬁuu = - V,uSM - § i T“ + 5 gt Q%\aﬁ D
2 1
= —VuS' =28 T+ e qq. (3.12)

Na tultima relagao, introduzimos notagoes condensadas com pontos para as contragoes de
dois vetores e dois tensores. A primeira dessas notacoes serd muito usada no que se segue.
Pode-se ver que a primeira parte do termo de Holst é bem simples na representagao

(3.12). Esse termo é nada mais que o termo de violacao da paridade mais simples possivel.

2Nés corrigimos um erro de impressao no coeficiente do termo 72 em [32].
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De fato, esse termo nao foi introduzido como uma estrutura nao-minima em trabalhos
prévios sobre os efeitos quanticos na gravidade com torgao [68,73] somente porque nao
havia interesse de violar a paridade. Por exemplo, a estrutura nao minima ¢?S%T,, torna-
se relevante no setor escalar se os termos de quebra de paridade nao-minimos ¢y*Sa
ou Yy*y°TL1p sdo introduzidos. Nesse caso, o termo de Holst pode ser facilmente obtido
como parte da acao induzida (Einstein-Cartan estendida) da gravidade com torgao, e.g.,
ele pode resultar de algum esquema de transicao de fase, incluindo quebra espontanea de
simetria.

Vale citar aqui, que a forma da interagao nao-minima do férmion com a torcao ¢ dada

pela acao de Dirac abaixo [73]
Si2 = i/d4x V=g [VO‘(VQ —ieAq +iny’Sy) — im] Y, (3.13)

com A, sendo um campo Abeliano e 17 o acoplamento nao-minimo.
A fim de compreender melhor o efeito do termo de Holst, vamos incluir as correntes

fermionicas vetorial V# e vetorial axial A",

VE = (i) e A = i (Yyiyty), (3.14)

Note que a presenca dos parametros nao-minimos, 7,2 ¢ a condicao de consisténcia da
teoria a nivel quantico, especialmente se campos escalares e interacoes tipo Yukawa desses
campos com férmions estiverem presentes 73] (veja também [32] e [12] para discussoes
aprofundadas sobre o assunto). Por razoes de compacticidade de notagoes na parte
quantica do trabalho, ¢ melhor introduzir as correntes J* = —k2A* e WH = —g2V#, tal

que a acao total se torna

Stotal = SEC+SH+/d4CC\/—g(V'T+A'S)

1 2 1 1
_ 2 = { N 2724224 2 g2
e ry/—g3 R+ 3 +2q +24S
1 1 1
ST =V, S+ —c.q-q+5-J T-W} 3.15

onde também usamos notagdes compactas S* = S,5*, T? =T,T" e ¢* = qu.q¢"".

As equagoes dinamicas para as diferentes componentes da torcao sao
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/{2 5Stotal 4 1
_ — __7Toe_ g« wWe =0
V—g T, 3 3y * ’
Kz 5Stotal 1 1
— = —=5——T*+J*=0 3.16
/=g 5. 2° "3y T ’ (3.16)
Kz 6Stotal _ qagfy - 0.

- V=9 0Gapy

De acordo com a ultima equagdo das trés dadas por (3.16]), ndo consideraremos mais a

componente ¢®?7. As primeiras duas equacoes podem ser facilmente resolvidas na forma

o 3 (o Ve
T = 1+72(J +ZW>,
o 37 o «
= i (W —4%]). (3.17)

Pode-se observar que a presenca do parametro violador de paridade ~, leva a mistura
entre as correntes vetorial e vetorial axial. Em principio, essa mistura pode ter fortes
consequencias fenomenoldgicas e seria interessante explora-las em fisica de particulas. Tal
investigacao poderia levar aos limites superiores de certas combinacoes do parametro de
Barbero-Immirzi v e dos parametros nao-minimos 7, 5 introduzidos em . No entanto,
no presente trabalho nossa proposta nao é a fenomenologia, em vez disso, focaremos nossa
atengao nos aspectos mais formais da teoria, relacionados a GQ.

A equagao dinamica para a métrica na teoria (3.15)) é dada por

’f2 5Stotal 1
— = —g"(R+2A)— R"™
V9 6g,ul/ 2 ( )
. o eyl le Lorisoggr w)
27 3 21 T o4 3
2 1 1
-rT,—-——95.95 +—=1,5 +1,5,)=0. 3.18
o3t 24“+65(“+ 2 (3.18)
De ([3.18)), escrevemos o tensor de curvatura
1 . . .
G = Ru— ég,wR = equacao de Einstein
1 1 1 1 1
— Ag. V(——T2 S S T8 —T—W)
N T e I R

2 1 1
-r,T,——S8,S,+—(T,S,+T,5,). 3.19
+ 3 24 H +67( wov v (3.19)
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(3.20)

(3.21)

(3.22)

(3.23)

(3.24)

(3.25)

(3.26)

4 1 2
R—2R = 4AN—-T"+ -5 - —85-T+2S-J+2T-W
3 12 3y
2 1 1
TP - — 824+ —8.T
+ 3 245 + 375 :
R= A7 Lo lagr os. g or.w
B 3 24 3y '
Substituindo (3.21]) no lado esquerdo de (3.19)), chegamos a relagao
1 1
Ru = Duw — g <A+§S-J+§T-W>,
onde nés introduzimos a notagao util
2 1 1
DMV == § ,uT,/ - ﬂ SMSV + a (SNT’/ + SVTN) e D= Duu .
Finalmente, substituindo (3.17) em (3.22)), chegamos as relagoes on-shell
3 gl
Ry, = Ag g (20 = TR T W g,
K on—shell I + 1+'72 7 8 In
37 v 1
e [g W, = 230,y + 5 (W, + WZ,J#)}
e
3y 3y
R — —4A (672 = w2 = 3w g
on—shell + 1+ ’}/2 7 8
onde usamos as relacoes
97 7 gl
T? (P =W T W
iz \” "1 T2 ’
$ = I w1 syw g
= @y (VRIS mSW),
9y? 04 Y
Tor? = 2L gegf o Lwews L (Jewt & JPwe
127 TP+ G WOWP £ (S T
9 2
I Ty +7 7 [WeW? 4 1672J°J° — 4y (WOTP + WP J)],
Y
g8 4 5o = 2 WP = 8y (WP WEJ2) (1= 2)]
(1+7%)% 12 ’
9y? Y x2 2 2
T = [— 4 (1 — ] ,
S 1577 4W T+ W J(1 —~9)
37?2
row - 2 (- W+ 2w?)
(1+72) 4 '
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Finalmente, para a agao total (3.15)) on-shell obtemos

1 o 3 2 7 12
Stotal on—shell = - ? /d x _9{14—72 (4’}/<] —2J-W — ZW > — 2A} (327)

Uma simples observagao a respeito dessa acao é a seguinte: no limite 7 — oo o termo
misto com (J - W) vai a zero. Essa é uma consequéncia natural, uma vez que a presenca
deste termo, que viola a paridade da teoria, é somente devido a presenca do termo de
Holst. Esse detalhe é uma ilustracao de possiveis efeitos do termo de Holst na interacao

entre duas correntes vetoriais.

3.3 Divergéncias off- e on-shell a 1-loop.

As divergéncias devem ser calculadas na base da acao off-shell . Trataremos g,,,
S, e T, como campos quanticos enquanto W e J* serao consideradas fontes externas. A
integral de caminho Gaussiana sobre S, e T, nao gera divergéncias, porque sua correspon-
dente forma bilinear é um operador c-numero. Isto significa que as integracoes sobre estas
variaveis sao extremamente simplificadas. Vejamos isso com mais detalhes. Considere o
método de campo de fundo para a acao (3.15) e mude a variavel de campo em partes de

fundo e quanticas de acordo com
G = Gy = G + Kb, Sy — S, =Sy +ro,, T, —T,=T,+rt,. (3.28)

A acao efetiva a I-loop depende da parte bilinear da acao no que diz respeito aos campos
quanticos hy,, 0., t,. Uma vez que estamos trabalhando com quantidades on-shell, a

escolha da fixagao de calibre é irrelevante. Por simplicidade consideramos

1

Sgr = 99

d*z\/—g Xux", onde x,= V,\hl’) — gvuh com h=g"h, (3.29)

e escolhemos os parametros de fixacao de calibre de uma forma que leve a forma bilinear

minima da agdo, ou seja, # = w = 1. A expansao é feita como de costume (veja, e.g., [12]
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para detalhes) e apés uma certa algebra chegamos a

ol 1 1
St(jt)al + ng = /d4x\’ {h# [ ( uv,aff 29uugaﬂ>m + 5 Ruauﬂ
1 1
+ 2 9vp Rya — 1 (guvRaﬁ + gaﬁRw/)
1(5 L ><R+2A 22yl Lo pigghr W)
1 wv,a 5 Guv9aps 3 24 3y
1 2 1
- % (g;wSaSﬂ + ga,BSuSu) - g g,uaTuT,B + 6 (guuTaTB + ga,BT,uTu)
1 1 1
= Gual STy + S5Ty) + —— (9 SaTs + gas ST, 0SS5 |n°"
6 O (ST + Sp )+127(9u5 b+ 9apS,Ty) + + 54 9naSvSs
1 2 v 1 vV v
+ ﬂg“ 0.0, — gg“ tut, — a(aug“ bty + 0,9"t,)
Wi 1 4 1 1 )
+ W — 5 S0, + 3 T,t, + 3 (Sut, + T#ay)] + [24 Jop Su0 (3.30)

2 1 1 1
-3 Gyt — a Jas (T“O‘M + S“tu) + 5 Gap Op " + 5 Jas tMW“] ho‘ﬁ} ,

onde 00 = (1/2) (guagvs + 9up9va). Uma observacdo relevante é que a integral de

caminho sobre o, e t, tem a forma

I = / dt,, do, exp {z [% (0, 8,) (K) (‘Z) + (04t <ZZ)} } (3.31)

onde K* é uma matriz c e a*,b" formam uma coluna dependente dos campos de fundo.

Essa integracao Gaussiana nao derivativa da

I = exp{—%(a“ b)( “”)_1@:)}' (3.32)

Este é o0 mesmo resultado que pode-se obter apenas usando as equacoes classicas de movi-
mento para as duas componentes da torcao o, e t,. Como nossa intengao ¢é calcular a acao
efetiva on-shell, isso significa que podemos simplesmente ignorar as integrais de caminho
sobre o, e t,. Logo, nao ha necessidade de executar a mudanca de S, e T}, em . Em
vez disso, pode-se usar diretamente as equacgoes classicas de movimento correspondentes
no resultado da integragao sobre a métrica quantica hy,, .

Finalmente, a parte relevante da expansao bilinear é

1 1 1
St(ftal + ng = /d4x vV h“ { ( pr,a8 T 2 guuQaﬁ) 0+ 5 Ruauﬁ + § 9vs R,ua

1 1

1 1 .
- Z(gm/Raﬂ + gocBR/u/) - Z <5Mu,a,6’ - §gul/gaﬁ)X + Z Y,uu,ozﬁ} h 57(333)
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onde
X = R+2A 2T2+152 1ST+S J+T - W (3.34)
B 3 24 3y '
e
1 1 8 2
Yivas = GOuaSvSs = 5; (9SS + GapSuSy) — 39 TTs + 3 (9w ToT5 + gap TuT)
2 1
- — gua(SVT/g —+ SﬁT,,) + — (gWSaTﬁ + gagSMT,,) . (335)
3 37
Além disso a equacao (3.33) pode ser escrita como
1 1
Sgt)al +Sgf = — / d4x\/—g h*" <Z K ap O+ 1 Muv,aﬁ) he8
1 v « T o
onde
ﬂaﬁ,pv = 2Rpaa,3 + 2906 Rpa - (gpa Roeﬁ + Gop RpO’)
1 1 5
+ 2 9poJap R — 0pr.apX + Yioap — B 9po Ypo,08 9" (3.37)
e
. 1
Kuu,oz,b’ = KMWXﬁ = 5#”@5 - 5 GuvYGap - (338)

A contribuicao a 1-loop é dada pela expressao padrao
o = % TrIn {K - (@ +10)} — i Tt In Hypour - (3.39)

A parte dos ghosts nao depende da torcao ou das correntes externas, dai a contribuicao
correspondente serd idéntica aquela dada a gravidade de Einstein [20]. Vamos portanto
nos concentrar no primeiro termo em ([3.39). Na medida em que TrIn K = Tr In K .08
nao contribui para as divergéncias, eles dependem somente da matriz f[aﬁ’pa e também
da contribuicao dos ghosts de Faddeev-Popov.

O célculo préatico das divergéncias segue o esquema padrao [20]. O resultado para a

parte divergente da acao efetiva a 1-loop pode ser convenientemente expresso através da
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quantidade tensorial (3.23)) e tem a seguinte forma final

- 1 53 7 1
) = - —/d4 V=9{ —E+ — R, + — R*+8D,, D" — 2D*
v B A I S T R O Rt
26 1 1 1 1 2
—R(A+—S-J+—T-W) +20(A+—S~ J+—T-W> . (3.40)
3 2 2 2 2
onde E = Rimﬁ —4R:, + R* ¢ a densidade Lagrangeana do termo de Gauss-Bonnet.

Finalmente, ¢ = (4m)%(n — 4) é o parametro da regularizagao dimensional [43]. Vamos
observar que ([3.40]) é relativamente simples devido a alguns cancelamentos inesperados,
por exemplo de DR, D, R" e outras estruturas.

A fim de formular o grupo de renormalizacao on-shell, precisamos usar as equagcoes

classicas de movimento (3.17)), (3.23), (3.24) e (3.25) na equagao (3.40). Apds alguma

algebra, chegamos ao resultado

0 1, 53 58 .,  SIyMY 81 AW
r( L daygd B2 20 o Y
L c / v { BT T U2 256 (1428
27 Y2 (4372 +58) 5 2417 ) )
2 W2 J2 + —0(167.J% — W2 — 8W - J) A
AT G Tt 1 )
272 (W - J)

0192 [(56 +116+°) (W - J) + 240v.J — 157W2} } . (341

Uma importante diferenca entre as expressoes e estd relacionada a de-
pendéncia da fixacao de calibre. A acao efetiva tem uma grande quantidade de
ambiguidades relacionadas com a escolha dos parametros 6 e w na acao (3.29). De fato,
parte significante dos termos podem ser modificados ou mesmo eliminados por uma es-
colha apropriada desses parametros |74]. Por outro lado, nao existe tal dependéncia de
calibre nas divergéncias a 1-loop para a agao efetiva on-shell |25] (veja consideragoes mais
detalhadas em [75]), de modo que os coeficientes na ac¢ao (3.41) nao sofrem desta ambi-

guidade.

3.4 O grupo de renormalizacao on-shell

Nossa proposta é construir a versao on-shell reduzida do grupo de renormalizacao

pelo método de subtracao minima. Usaremos a regularizacao dimensional e portanto é
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necessario formular tanto a acao cldssica on-shell (3.27)) quanto os contratermos on-shell
em n dimensoes espago-temporais. As expressoes correspondentes podem ser escritas em

termos de novas notacoes

A = agA + asds + aghs + ag\y, (3.42)
onde
M=k, A=k, Ay = kW2 N =yRA (W) (3.43)
de um lado e

o = 911)\% + 922>\g + Q33>\;2:, + 944)\421

+ QoA Ae + QisAiAg + Quadi Ay + Qaz Ao s + Qag Ao dg + Q3uA3 0y (3.44)

de outro lado.

A agao cléssica e os contratermos a 1-loop, ambos on-shell (classicos) tém a forma

1 ~
= —— [ dz/—gp"t A\, (3.45)

on—shell 1114

S total

1 1 4~
= —- E/dnx\/—g,u” 1. (3.46)

on—shell e

ASD)

Os coeficientes nas expressoes ([3.42)) e (3.44)) podem ser obtidos diretamente das equagoes
BT o GA1)

12+2 372 6
ap = —2, Qg = ————, a3 = ————, ay = ——— (347
1 ST R R (e R
(§
0. _ 58 482 7 241 P 24
81+* 27 v*(43~? + 58) 812
2T e MTW e 0 MmO
0. — 81 o 81 42 (37184783 1
BT 256 (1442)2 T 16(1 44227 M T 20 (1+2)2

Note que uma formulacao consistente do grupo de renormalizacao, tanto para a cons-

tante de Newton, quanto para a constante cosmoldgica (relacionada ao inverso de k da
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massa de Planck redimensionada) é definitivamente impossivel uma vez que estamos tra-
balhando no ambito do grupo de renormalizacao on-shell. A forma da acao classica
e os contratermos indicam que nao ha possibilidade de estudar a renormalizacao de
k nessa abordagem de modo que no que se segue, vamos buscar apenas a construgao das
equagoes do grupo de renormalizacao para as cargas efetivas \;, Ag, A3 e A4, definidas em
(13.43). Pode-se ver também nesse método, como trabalhar com unidades de Planck, onde
todas as quantidades se tornam adimensionais.

A agao on-shell renormalizada tem a forma que segue das equagoes e .
Entao, as divergéncias on-shell a 1-loop podem ser removidas por meio da transformacao

de renormalizagao

N = M<n—4><X—§>. (3.49)

Uma vez que Xo nao depende de p, a dltima relagao implica
(n—1) (3 5) +( A ~) 0 (3.50)
n— - — — —=—) =0. .
€ #du e dup
Supondo que os termos divergentes se cancelem e usando a propriedade da homogeneidade

de o, chegamos a funcao S geral para X em um espaco-tempo n dimensional

g = _(n_4)X—#. (3.51)

Como nossa intencao é explorar o grupo de renormalizacao em n = 4, devemos tomar o

limite n — 4, para chegar a equacao geral do grupo de renormalizacao

at — Map

d\ dx _ o (3.52)
onde introduzimos um parametro til ¢ = In (u/ o).

A préxima parte do trabalho sera extrair as equagoes para as cargas efetivas individuais
A1, A2, A3 e Ay de uma unica equacgao, a (3.52). Essa situacao é definitivamente mais
complicada do que aquelas das teorias renormalizaveis habituais, e representa um elemento
necessario no regime mais complicado do grupo de renormalizacao on-shell.

O caso do parametro \; foi considerado antes no trabalho [25], onde o grupo de re-

normalizacao on-shell foi criado. Vamos supor que a equacao do grupo de renormalizacao
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para a constante cosmoldgica \; nao dependa da presenca das correntes externas J* e WH.

Fixando J* = W# = 0, obtemos X334 = 0 e entdo a equagdo (3.52)) se transforma em

A\ 1 )
aq E = — W QH )\1 . (353)

Tomando «; e €7 a partir de (3.47) e (3.48)), pode-se imediatamente obter a equagao

correspondente de [25],

d\ 29,
— = - A 3.54
dt 5(4m)2 " (8:54)

indicando uma liberdade assintotica para a constante cosmoldgica adimensional no limite
ultravioleta (UV) para uma constante cosmoldgica positiva e no limite infravermelho (IV)
para uma constante cosmolégica negativa.

Segue-se uma abordagem semelhante para a outra carga efetiva Ay. Nesse caso deve-se
supor que quando A = 0 e W* = 0, a equagao para o grupo de renormalizacao on-shell
para a carga efetiva relacionada apenas a J* nao muda. Entao, consideragoes semelhantes

as que nos levaram a (3.53)) e (3.54)) nos fornece a equagao

dA; 2%

27 y?
e A I
dt 9 (471')

4(4m)* (14?2

A= b2 = — A2 (3.55)

indicando uma liberdade assintotica para a quantidade adimensional A, no limite ultravi-
oleta (UV). Nesse caso o vetor J* ¢é tipo-tempo e no limite infravermelho (IV), o mesmo

vetor é tipo-espaco. De maneira similar, obtemos a equagao para o terceiro parametro

dXs (233 9 242 27 '72 2
s — — "% N2 22 = A3 3.56
@ P T T e TN T e ) (350

Nesse caso, observamos uma liberdade assintética para a quantidade adimensional A3 no
limite ultravioleta (UV) se o vetor W#* é tipo-espaco e no limite infravermelho (IV) no
caso desse vetor ser tipo-tempo. Por simplicidade, vamos supor que o valor inicial de
Xo(po) = Agp seja positivo e que o valor inicial de A3(po) = Az seja negativo. Nesse caso
nos temos liberdade assintética para ambas as cargas no limite ultravioleta e tentaremos
explorar esse limite no que se segue. E importante notar que os sinais de Ay ou A3 nao
sao limitados pelos argumentos de estabilidade ou algo semelhante, em particular porque

correspondem as propriedades das correntes externas (nao-dinamicas).
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Agora, podemos comecar a resolver um problema mais complicado, o de formular a
equagao do grupo de renormalizacao on-shell para a carga efetiva A\4(t) e eventualmente
para o parametro de Barbero-Immirzi efetivo y(¢). Subtraindo as equagoes e
com os fatores as e ag da equacao , obtemos

s T , ,
ag—- = (4#)2(_ T+ QA; + Q3)3),

que nos leva diretamente para

A 1
2 d_: = — &—4 (944)\421 + 923)\2)\3 + 924)\2)\4 + 934)\3)\4) . (357)

(4m)
Essa é a equagdo do grupo de renormalizacdo para o running do parametro A\y(t). A
fungao f aqui depende de Ay(t) e A3(t), entao a primeira impressao é que se pode resolver
a equacao somente depois de resolver as equagoes e . Entretanto a
situacao real é muito mais complicada. O parametro s estd fortemente relacionado
a Ay e Az, porque todas as trés constantes sao construidas a partir das duas correntes
fermionicas J* e W%, via equagao .

De fato, encontramos a equacgao independente ((3.57)), mas somente porque A4 depende
nao sé das magnitudes das correntes J* e W%, mas também do angulo entre elas e do
parametro de Barbero-Immirzi . Na sequéncia suporemos que o angulo mencionado nao
mude com a mudanca do parametro de escala p. Esse recurso permite construir a equacao
do grupo de renormalizacao para 7.

Vamos derivar a equacao do grupo de renormalizacao para o parametro de Barbero-
Immirzi. Para esse fim, retornamos as equacoes e . Como k é uma constante

universal (inverso da massa de Planck), supomos que as préprias correntes externas sejam

quantidades varidveis, o que significa J* = J*(u) e W = W(u). Usando (3.43)), pode-se
reescrever ([3.55)) e (3.56) como

Do, dJ? L dJ, Qoo \2
a " e " Ta pdmE P2 (3:58)
Ay, dVE AW, Qs \2
a " at " dt oadrE (3:59)
Vamos fazer uma suposicao natural que
dJ,
=2 = 0y, . (3.60)

dt
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Do que ¢é facil mostrar usando (3.58))

QQQ Ii2<]2

@2 - —W

Da mesma forma, encontramos

dWa Q33 KJ2W2
= ", d = -, .61
dt @3W onae @3 2&3(477_)2 (3 6 )
Entao, temos duas relagoes
dJ, Qoy K2 dw, Q33 K2W?
o 22 K7 J, e o _ s F W . (3.62)
dt 2a9(4m)? dt 2ai3(4m)?

Uma vez que Ay = yx* (W - J), a equagao do grupo de renormalizagao para A4 é uma
consequéncia das equagoes (3.62) e do running de v, que também queremos encontrar.

Nesse caminho obtemos

d\y 5 (dy o AW, o s
= (WS S W) (3.63)
Substituindo (3.57) em (3.63]) e usando as equagoes (3.62)), chegamos a
1 dy Qqa)y (g Qo Q33 Qg A2A3
L (O Oy (O Gy Mg
( 7T) Y dt Oy T A2 20&2 iy + s 20[3 Qg &4)\4 2 (3 0 )

A dltima equacao descreve o running do grupo de renormalizacao para o parametro de
Barbero-Immirzi dentro do esquema do grupo de renormalizacao on-shell. Nessa con-
sideracao, supusemos que o angulo entre as correntes quadridimensionais J* e W* nao
muda com a mudanca do parametro de escala p do grupo de renormalizagao. Esse é
um pequeno preco a se pagar pela possibilidade de considerar o grupo de renormalizacao
numa teoria nao-renormalizdvel como a Gravidade de Einstein-Cartan com o termo de

Holst. O problema de explorar o comportamento assintético das cargas efetivas Ao 3 4(t)

e v(t) baseado nas equagoes (3.55)), (3.56)), (3.57) e (3.64) torna-se muito complicado e

infelizmente nao fomos capazes de resolvé-lo numa maneira completamente satisfatoria.
Permita-nos apresentar parte de nossa consideragao, que pode ser util para mostrar qual é
a origem das dificuldades. A suposi¢ao mais simples é que os quatro parametros Ay 34(t) e

~(t) tém um running moderado e, portanto, pode-se trabalhar na aproximacao leading-log
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(até a primeira ordem em In ). Entao, as equagoes (3.55) e (3.56) podem ser facilmente

resolvidas para um ~ constante e temos

A20 A30
A(t) = ———— A3(t) = ————. .
2(1) 1+ b0t 3(t) 1— b2t (3.65)
Nesse caso a equacao (3.57)) pode ser facilmente colocada na forma
dAy 9
o AN, + B(t) s + C(1). (3.66)

Matematicamente, é a equagao de Riccati [76] (veja também [77] para leitura do
trabalho original), que é uma equacao diferencial ordindria nao linear, de primeira ordem,
cuja solucao geral s6 pode ser obtida se esta possuir uma solucao particular que seja
conhecida.

A fim de atingir esse objetivo, podemos fazer algumas simplificagoes. Considere um

regime assintético, supondo (fa/Ag0)t > 1 e (83/A30)t > 1, tal que, aproximadamente,

I 4 (4m)%(1 ++?)

)\273(15) = 7’3 , onde [, = 97 72 I3 = 1615. (367)
Dessa maneira, a equagao ([3.66)) se torna mais simples,
d)\4 BD C10
— = AN+ =t — 3.68
dt 0\4 + n 4 + t2 ) ( )
onde
Oy Qg ly + Q3413 Qo3 ly I3
Ay = ———, Bp=—"""+—- (Ch=—"-—"1. 3.69
0 ay (4m)27 0 o (42 " ay (47)? (369)

E bem natural procurar uma solucao particular da equacao (3.68|) na forma

By+1 1 .
A iQAO V(Bo 4 1)2 — 4Cy A, . (3.70)

M(E) = %, onde [y =

No caso de o lado direito da ultima equagao ser real, pode-se facilmente mostrar que
uma solucao particular arbitraria se aproxima assintoticamente de . Infelizmente
um calculo direto mostra que a raiz na equacao tem solugoes nao-nulas somente na
parte imaginaria.

Essa caracteristica deixa muito pequena a chance de encontrar um ponto fixo para o

sistema de equacoes (3.55)), (3.56)), (3.57)) e (3.64). De acordo com ([3.43)), o parametro A\,
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pode ser complexo apenas devido ao parametro complexo . Isso significa que a razao entre
as partes real e imaginaria de A\; e 7y deve ser identicamente igual. No entanto, calculos
diretos mostram que essa situacao contradiz as equacoes e . Isso significa que
o sistema de equacoes do grupo de renormalizacdo para os parametros efetivos Ag34(t) e
v(t) nao tem ponto fixo.

A auséncia do termo de Holst implica no limite v — oo para o parametro de Barbero-

Immirzi. Uma inspecao das equacgoes (3.55), (3.56) e (3.57) com 9 e 33 definidos

em (3.48) mostra que nesse limite existem pontos fixos ultravioleta (UV), que podem
corresponder a liberdade assintética dos parametros Ay(t), A3(t) sob a escolha de certas
condigoes iniciais. Como consequéncia, o papel do termo de Holst no grupo de renorma-
lizagao é muito forte. Nossos resultados mostram que a presenca de um ~ finito quebra a
forma simples do fluxo do grupo de renormalizacao e leva a um comportamento muito mais
complicado da escala, que parece irregular, pelo menos no presente estagio de investigacao
do problema.

Nessa situagao uma pergunta natural é se o limite v — oo para o parametro de
Barbero-Immirzi ¢ suave. B f4cil ver que nesse limite também temos A\, — oco. Portanto,

o limite suave refere-se a razao entre os dois parametros eficazes, p = \y/v. A equagao

para essa razao pode ser obtida das equagoes (3.43)), (3.60) e (3.61). Apds um pequeno

calculo, chegamos a

i T T | 2T %—?&(ﬂ . p(0) =po. (3.71)

dp_ __p |0

Usando as estimativas assintoticas para v — oo,

81 3
9220(81, 9330(%, Oé20(12, 0630(—17
chegamos a solugao de (3.71)),
t —-1/2 —-1/2
) (1 + b2 t) (1 B t) . (3.72)
Po

A ultima férmula mostra que podemos ”desligar”o parametro de Barbero-Immirzi suave-
mente e a razao p(t) — 0 assintoticamente quando ¢ — oo da mesma forma que as cargas

efetivas Ao(t) e A3(t). Isso mostra que nossa hipdtese de nao variar o angulo entre as duas
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correntes esta correta pelo menos no regime onde o termo de Holst é muito pequeno. No
entanto, esta confirmacao s6 diz respeito a este limite especial.

Claro, a parte mais interessante é o running para o parametro de Barbero-Immirzi
finito, mas nesse caso nao podemos alcancar uma estimativa analitica confidavel dos resul-

tados. Nessa situacao, pode-se confiar somente na solugao numérica para o sistema de

equagoes (3.55)), (3.56), (3.57) e (3.64). A analise numérica correspondente foi feita, no

entanto, o resultado mostra uma dependéncia muito forte na escolha das condigoes iniciais,
como pode ser visto na Figura|3.1] e nao ha uma interpretacao qualitativa convincente dos
resultados. Por essa razao, decidimos nao colocar os detalhes técnicos dessa passagem.
Poderia-se entao imaginar que a situacao seria diferente num caso mais completo quando
também se leva em conta o running de ;. A anélise (tecnicamente mais complicada)
desse caso foi feita, veja Figura [3.2] e vimos que nao ocorrem mudancgas significativas.
Qualitativamente a situacao permanece a mesma, ou seja, nao ha pontos-fixos nao triviais

na presenca do parametro de Barbero-Immirzi.

-1.0
-15
-2.0
-25

-3.0

-35¢

25 3.0 35

Figura 3.1: Grafico paramétrico de ~y(t) X A\y(t), sem levar em conta o running da constante

cosmologica. No grafico a esquerda: 0 <t < 0,13. No grafico a direita: 0 <t < 1, 55.
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Figura 3.2: Gréfico paramétrico de (t) x \y(t), levando em conta o running da constante

cosmoldgica. No grafico a esquerda: 0 <t < 0,23. No grafico a direita: 0 <t < 1,69.

3.5 Consideracoes finais

Consideramos a teoria de Einstein-Cartan com um termo adicional, o termo de Holst,
que desempenha um papel importante na Loop Quantum Gravity [50,55]. Na teoria
classica, esse termo desaparece para um campo de tor¢ao nulo e se manifesta somente
na presenga de correntes fermionicas. Seguindo [59], usamos as componentes irredutiveis
da torgao para escrever o termo de Holst numa forma simples, onde sua natureza de
violacao da paridade torna-se clara.

Na parte principal desse capitulo, nds realizamos os calculos a I1-loop, da teoria de
Einstein-Cartan com o termo de Holst com constante cosmoldgica e duas correntes fermionicas
externas, nomeadas como vetorial e vetorial axial. Como ¢é de se esperar, as divergéncias
nao repetem a forma da acao classica. De outro lado, as divergéncias tém forte dependéncia
da fixacao de calibre. Em RG quantica pura, pode-se escolher a fixagao de calibre de tal
maneira que a matriz S a I-loop se torna finita [74], entretanto esse ndo é o caso se a
matéria estd presente, incluindo férmions.

Na verdade, nao é preciso calcular explicitamente a dependéncia da fixacao de calibre,
¢é suficiente lembrar que, a nivel 1-loop, essa dependéncia desaparece mass-shell, ou seja,
nas equagoes cldssicas de movimento [78] (ver também [63] para uma recente revisao sobre

0 assunto).
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O problema real é como extrair uma informacao fisica potencialmente relevante da
acao efetiva dependente do calibre. Uma das possibilidades mais simples foi sugerida por
Fradkin e Tseytlin em [25], onde a versao on-shell, truncada, das equagoes do grupo de
renormalizacao foi introduzido. Dentro desse esquema, pode-se chegar a forma invariante
de calibre para o running da combinacao da constante cosmologica e da constante de
Newton, ambas adimensionais. O grupo de renormalizacao on-shell também foi usado na
teoria de Einstein-Cartan com corrente vetorial axial [68], mas a situagao torna-se muito
mais complicada e interessante na presenca do termo de Holst. Assim fica claro que as
equagoes do grupo de renormalizagao on-shell tém muito mais restricoes em suas bases
tedricas do que o grupo de renormalizacao convencional em teorias renormalizaveis. No
entanto, mesmo numa teoria nao renormalizavel, como Einstein-Cartan com termo de
Holst, fomos capazes de estabelecer as equacoes do grupo de renormalizacao para todas
as cargas efetivas adimensionais, incluindo a constante cosmoldgica, quadrados de ambas
as correntes fermionicas, a mistura dessas correntes e finalmente, para o parametro de
Barbero-Immirzi . Infelizmente, as equagoes que obtivemos sao muito complicadas e nao
nos permitem estudo analitico. Em particular, nés nao fomos capazes de encontrar pontos
fixos nao triviais ultravioletas na teoria ou estabelecer, por meio de métodos numéricos,
alguma forma confidvel das trajetorias do grupo de renormalizacao para as cargas efetivas
adimensionais.

O conjunto de equagoes que obtivemos aqui podem ser vistas como uma aproximagao de
baixa energia para o grupo de renormaliza¢ao na teoria com o limite ultravioleta completo
que supostamente é renormalizavel. No presente caso, tal teoria completa deve incluir
derivadas de ordem superior no setor da métrica [23] e termos cinéticos para a torgao (ver
a discussao em [12,32]). Somente calculos quanticos de uma teoria completa acoplada a
férmions [12,/79,80] podem providenciar uma forma totalmente confidvel das equagoes do
grupo de renormaliza¢ao na teoria com o parametro de Barbero-Immirzi. Na prética, a
derivacao de tais equagoes é possivel e podera ser feita num préximo trabalho. Ao mesmo
tempo, certas ferramentas técnicas que desenvolvemos aqui serao certamente necessérias

para tal calculo.



CAPITULO 4

Os fatores de forma gravitacionais para campos massivos no

espago-tempo curvo

Uma importante abordagem da teoria semicléssica é a chamada renormalizacao fisica,
baseada na subtracao de momentos. Neste capitulo, apresentamos detalhes completos
do cdlculo do trabalho feito nessa diregdo por Gorbar e Shapiro |36]. Nesse trabalho,
usando o método do heat kernel, eles calcularam os fatores de forma gravitacionais para
trés diferentes modelos de campos massivos: campo escalar, campo vetorial e campo
fermionico. Para o estudo dos fatores de forma usando diagramas de Feynman, podemos
citar o trabalho [35] também de Gorbar e Shapiro e ainda o trabalho [81] de Codello e

Z.anusso.
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4.1 Consideracoes iniciais

A técnica de Schwinger-De Witt 9,82, pode ser considerada como um caso limite da
teoria de Perturbac@o Covariante (TPC) de Barvinsky e Vilkovisky [83]. Como revimos
no capitulo 2] essa técnica é a maneira mais eficiente de se obter as divergéncias a I-loop
especialmente no espaco-tempo curvo. A técnica padrao de Schwinger-De Witt lida com as
altas energias (isto significa que a técnica estd relacionada ao limite s — 0 na representagao
do tempo préprio). A TPC nos permite explorar também o limite infravermelho (IV) e
observar fenomenos, como por exemplo, o desacoplamento a baixas energias.

Nos trabalhos [36}[81},84] os fatores de forma foram calculados para diferentes modelos,
mas esses calculos nunca antes foram feitos em detalhes. No que se segue, daremos os
detalhes da derivacao dos fatores de forma gravitacionais que leva ao andlogo gravitacional
do teorema de desacoplamento de Appelquist e Carazzone [84]. Abrindo esses célculos em
detalhes, corrigimos os pequenos, mas importantes erros que aparecem em [35,36], o que
nos possibilitara desenvolver um artigo de revisao e cria uma base para o desenvolvimento
de um novo trabalho nessa direcao para um diferente modelo, no caso, um campo tensorial
massivo antissimétrico no espago-tempo curvo [85].

Consideraremos somente a derivagao |36, que é baseada no método do heat-kernel e
usaremos a solugao correspondente de [83]. A derivacao paralela usando diagramas [35,81]
esta além do escopo da presente revisao.

Definimos a acao efetiva Euclidiana a 1-loop para um campo massivo, como o traco da

integral do heat-kernel sobre o tempo proéprio s

_ 1 . | 1 [>~d
™= — Tl (-V2i+m2—P+_R| = —/ i K(s). (4.1)
2 6 2)y s

Essa férmula é valida para campos bosonicos no espago-tempo Euclidiano, enquanto para
férmions o sinal geral da equagao (4.1)) deve ser modificado. Aqui, K(s) é o heat-kernel

da forma bilinear da acao classica da teoria e
()
(4ms)~
+ 1Rf(T)R+ Pf(T)R+ Pfi(T)P + Ry f5(r)R™ ]}, (4.2)

tr K(s) = /d4x g e tr {1+ sP + & 1R, fi(T)R™

onde 7 = —s(] e usamos a notagio R,, = [V,, V,] de [82]. Permita-nos notar que nds
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usamos a notagao L = ¢"*V,V, mesmo no espaco Euclidiano. As fungoes fi 5 tém a

forma [83]
fl(T):f(T) _7_1_’_7—/67 f2( ):.];(8;)_'_]”(72—217—_1’ (43)
=D IO D e D

1
F(r) = / da e=o0-o)7 (4.5)
0

Na equagao , os termos entre chaves sdo matrizes no espago dos campos (escalar,
vetor e férmion). O termo de ordem zero (trl) corresponde as divergéncias quérticas
(coeficiente ay na expansio de Schwinger-DeWitt), o termo ( strP) corresponde as di-
vergéncias quadraticas (coeficiente a;) e tudo o que permanece, corresponde as divergéncias
logaritmicas (coeficiente as) e termos finitos. Como os termos ag e a; podem ser eliminados
pela escolha do esquema de regularizacao, entao, manteremos nosso foco no coeficiente as

e termos a ele relacionados. No que se segue descreveremos a derivacao da integral em

().

4.2 Fatores de forma para a teoria escalar

Nés consideramos o acoplamento nao-minimo geral, incluindo o caso £ # %. A acao

para a teoria é

1 1
S = /d‘lx\/ﬁ {ﬁg"”augo O, + é(m2 + fR)apQ} (4.6)

e portanto
A 1 A
P = - (f — 6) R e R =0. (4.7)

Também para um tnico escalar, 1 = 1. De acordo com [83], a parte bilinear da agao efetiva
das curvaturas generalizadas pode ser dada pela integral de tempo préprio do heat-kernel,

B 1 oo g 2(2—w) 5 ~
0

+ Rfy(=sO)R+ Pfs(—sO)R + Pfo(—sO)P +R™ fs(—sHYRM™]} . (4.8)
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Permita-nos derivar as integrais sobre o tempo préprio na equagao (4.8), comec¢ando

da mais simples delas.

4.2.1 Termo de ordem zero

Considere o termo que corresponde ao coeficiente ag nas divergéncias.

_ dlu2w) )
o _/ ——/d4 —om? 49
Vo= g Sl [ devae (19)

Prova-se ttil fazer a mudanca de varidveis que se segue

t dt ds dt m?
s§=—, ds:ﬁ, e = e (4.10)

Entao a integral se torna

1 M2(2—w) ot
— [ d 2 / -t 4.11
5/ evile | e (4.11)

YU

Consequentemente

2w)m

fél) = /d4x\/_ TF(—W)

- 1/d4”“§ = (ﬁ) g +aroe-v)

4

el T

No calculo apresentado acima, usamos as relacoes

gt L, 13 B
/0 i ¢ = T(w) = g+ {4 0@ - ). (4.13)

2 2 2

() = e {w- 2 (1)} =1+ - o) (Z5) + Ol -] (110

Podemos observar que a expressao (4.14)) consiste nas divergéncias UV e que nao hé fatores
de forma nao locais nela. Esse é um resultado natural [35] uma vez que tal fator de forma
deve ser construido de [J (operador de Laplace quadridimensional no espago Euclidiano)

e O atuando em m* daria zero.
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4.2.2 Termo de primeira ordem

Na proxima ordem em s encontramos

fgl) _ %/mﬁ’lg:;;j/d‘lx ge_smztr(sp)
(2-w)
= g e el (e g
= ‘%M(zx(w)w)m . 1)/d4xf<5“>3m‘“)
m

- i et (o) <) (e5) [ evan,

onde usamos a expansao (4.14)) e as relagoes
~ 1
trP:—(£—6>R, (4.16)

oo —t
/ et—wdtzl“(l—w):—%—1+(’)(2—w). (4.17)
0

—w
Na equagao , a constante de Euler que deve aparecer na funcao I pode ser absorvida
no parametro de renormalizagao p e portanto nao sera indicada.

Podemos tirar algumas conclusoes dos dois exemplos apresentados anteriormente. Em
ambos os casos, a agao efetiva é local e a dependéncia logaritmica no parametro de renor-
malizagdo p é completamente controlada pelo pélo de 1/(2—w). O fato de que o resultado
é local é facilmente explicado pela impossibilidade de se construir termos nao-locais re-
levantes pela acao de L] na constante cosmoldgica e no escalar de curvatura R. Entao,
os resultados obtidos nos permite construir o método da subtracao minima baseada nas
equagoes do grupo de renormalizagdo (GR) para a densidade da constante cosmoldgica
e constante de Newton, mas eles nao mostram os termos nao-locais que devem estar es-
condidos por tras do GR. Isso é possivel, entretanto, para termos de segunda ordem na

curvatura que consideraremos abaixo.

4.2.3 Termos de segunda ordem

Os termos seguintes serao muito mais elaborados. Vamos calculd-los um a um para en-

contrarmos os coeficientes [; - e [1 5 que definem os fatores de forma finais dos termos
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R, - R" e R-R. A expressao geral na segunda ordem da curvatura ¢

5

S T
k=1
1 = 1 M2(27w) 4 —sm? 1 v
= 5/0 ds =T (i) /d x\/ge tr [1 R, fi(T)R*
+ 1RA(TR+ PRH(T)R+ PL(T)P + RM™ f5(1)RM™] . (4.18)

Tomando termo a termo da equagao (4.18)) obtemos as relagoes

N L / s / a2 /g e ™ Ry fo(r) R (4.19)
2 (4m)~ Jo sl . ’

T — 1 ’u2(2_w) OO l1—w 4 —sm?2

Iy = dss d*z\/ge Rfy(T)R, (4.20)
2 (4m) Jo

= 1 :u2(2_w) 1 > 1-w 4 —sm? 1

I's = — 5 (an)e <§ - 6>/0 dss /d z\/ge Pfs(T)R, (4.21)

B 1 ,u2(2—w) 1 00 s .

r, = —- ( ——) d l‘w/d4 —sm® P ()P 422

i = sl (=g) [ ass e [aevmet prop, a2

2(2-w) oo 2

[y = Lu e / ds —> /d4x Ge ™ T R fo(T)RM = 0. (4.23)

2 (47T)w 0 gltw

O resultado de 1} é devido ao fato que 7%,“, = 0 para o campo escalar.

Finalmente devemos avaliar

f‘(l) — 1/00 ds 6—sm2 Sl—w (M2)2_w /d4x\/§{R fl(_SD)RMV
2 2 Jo (47> "

+ R [fg(—sm) _ (5 _ %)fg(—sm) + (g _ %)2f4(—sD)]R} L (424)

Ao substituir as relagoes (4.3)), (4.4) e (4.5) em (4.18) e mais uma vez trocando —s[J por

7, chegamos a

fgl) = %/Ooodse_sm2 st (l(ijj);w/d‘lx\/ﬁ{RW [@—%-F%]R’“’ (4.25)
# Rl 1t 50 G5 -5 G e)r el B

onde usamos a notacio £ = £—1 /6. Prova-se 1til introduzir um novo conjunto de notagoes

como se segue. Introduzimos os coeficientes de acordo com (|4.25))

=0, I5=0, IZ=1, lLt=-1, ;== (4.26)
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1 1~ 1= 1 1 1 1 1=
h=—s——64+28, h=——= ls=—==—l5, l=——+=-6. (427
1Tas Tt Tyt hemge ok =gl 20

As integrais bésicas serao denotadas por (lembre-se de que 7 = —s[J)

> ds 2 ,uQ(Z*“’) >

M, = / e Y f(r) = m2(wz)/ dte "t f(tu),

' o (4m)” (47)~ 0

© ) 2(2—w) 00 t

M2 — / S oS gTw f(T) _ K m2(w72) / dt eft f( U) 7

o (4m)« (4m)» 0 utw

* ds 2 WPy [ f(tu)

M. = —-m?s ,—1-w — 2(w—2) / dt t 4.98

3 /Ov (47T)w € S f(T) (471')“’ m 0 e w2 titw ) ( )

0 2(2—w) 00 1
M, = / ©_gmiegw = B m2(“’2)/ dte™t—|
0 (47T)w (47T>w 0 ut?
s ) M2(2—w) 0o B 1
M = -m?s —l-w _ 2(w—2) / dt t
5 /0 (47 € 5 (47)® m o € Zprw

onde ja fizemos a mudanga de varidveis (4.10]) e também denotamos
w o= ——. (4.29)

Uma observagao relevante é que todas as caracteristicas individuais da teoria dada (como
escalar no presente caso) estao embutidos nos coeficientes , enquanto as integrais
sao universais no sentido que elas serao as mesmas para qualquer teoria que nos
forneca um operador da forma (—ﬂ +1im?2 - P+ %R). Como podemos ver, a derivagao

dessas integrais ¢ muito importante desse ponto de vista.

Com as novas notagoes (4.26)), (4.27) e (4.28) a parte de segunda ordem da agao efetiva

a 1-loop pode ser colocada na forma
=(1 =(1 =(1
ry) = T +TR

2
+ llRM1R+lZRM2R+l3RM3R+l4RM4R+l5RM5R}. (4.30)

1
= = / @'0/g {15 Ry My R + 15 Ry My R 4+ 15 Ry, My R

Permita-nos calcular as integrais (4.28)). Precisaremos da expansao (4.14) e também
das férmulas previamente dadas (4.13)) e (4.17) para as fungoes gama, e ainda

/oodt 2w e 1 0E—w). (4.31)

tl-w 2 —w
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Levando essas férmulas em conta, a derivacao de My e My é um exercicio elementar e

simplesmente apresentamos os resultados correspondentes

1 1 A7 p?
M, = - {1 n ()} 4.32
! (4m)% u +2—w+ T2 (4:32)
1 3 1 dmpi?
My = ——3-+——+1 : 4.
° (47T)2-2u2{2+2—w+n<m2 >} (4.33)

A fim de se calcular as trés integrais restantes, introduzimos mais uma vez novas notagoes

4y 4] 1 1 1
2 - Lo -2 4.34
u—+4 O — 4m? ¢ U a? 4 ( )

Nota-se que no espaco Euclidiano e na representacao de momentos o coeficiente a? se
0
resume a

4 2
a? = % > 0 etambém a®<4. (4.35)
p m

Podemos supor, por definicao, que a muda de a = 0 no IV para a = 2 no UV. Além disso,

nos precisaremos da seguinte integral

1! 1. |2
A = —5/0 daln[l—l—oz(l—a)u]:l—aln QZLZ , (4.36)
que pode facilmente ser resolvida com a mudanga de varidvel & = —z + 1/2 e subsequente

integracao parcial.
O célculo restante das trés primeiras integrais nao é tao complicado e daremos apenas

os resultados finais em termos de a e A.

M, = @ {ﬁ +In (4;’;2) + 2A} , (4.37)
= (e () v i) 69
Ms = (4;)2{[2 * ﬁ - In (4;;;2” [2_24 N 121a2 * %]

+ 185214 - TEGQ + ﬁ}. (4.39)

Agora pode-se construir combinagoes tteis para o caso escalar, tal que

1
MR%I,V = Z§M3+ZZM4+Z;M5:M3+6M4—M5

N @{% [ﬁ +1In (4:;52” * 1851;14 * 452a2 - 1;0} (4.40)
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Mpe = Iy My + 1o Mo+ ls Mz + Ly My + U5 Ms

- (i 16383 (-G o (- e
- Gl ()] G- 5) + 48+ - 56 o
+ % B 1;14 a 10589()0 B 18(1)612 + Eé} (4.41)
Finalmente, encontramos
o = % / d4x\/§{RW Mgz, R + RMRzR}. (4.42)

Note que de fato ha um terceiro termo relacionado ao quadrado do tensor de Riemann.
No entanto, para qualquer inteiro N pode-se provar por meio das identidades de Bianchi

e integracao parcial que
/ diz/ g {R,WﬁmNRWaB — 4R, OVR™ + RDNR} — O(RY). (4.43)

Isso significa que nas expressoes bilineares tal como as obtidas anteriormente, pode-se usar

com seguranga a férmula de redugao relacionada ao termo de Gauss-Bonnet
Ras f(O) R = 4R,, f(O)R™ — Rf(O)R. (4.44)

Como resultado, na aproximagao do quadrado da curvatura, nao ha maneira de se ver as
nao-localidades associadas a combinacao de Gauss-Bonnet. Consequentemente, podemos
usar por exemplo termos R2 e R? ou alguma outra base equivalente. Para vérias aplicacoes
¢ mais util usar a base que consiste do quadrado do tensor de Weyl em vez do quadrado

do tensor de Ricci. A transicao pode ser feita por meio das férmulas

C? = Ches = Roes— 2R, +3R2 E+2W,

uvafB
W = wa—gRQ, (4.45)
~ 1
MRQ — MR2+§MRZV7

onde o termo E pode ser negligenciado.
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Agora, introduzimos os fatores de forma ky e kg

8A 2 1

k = kp = i 4.4
W R = That T 45a2 | 150 (4.46)
~ 2A 1 A A A 7 1
= A& — 4+ ———=)&- — - —— —— (44
kR & (3 T )5 8a2 122 T 901 2760~ Tos (44D
e escrevemos a expressao final para a acao efetiva
_ 1
(0 = [ e Cons 1) 0+ (30 + bt ) )
1 4 1 1 1 Ay
= - _ . 1] pvaf
2(47)2 /d x\@{gc“”aﬁ[eso@ — ) 60 n( m? ) Tk }C
1 1\2 1 47 p?
(e ) (———+1 ( )) k } } , 4.4
+ R[z(g 6> (2—w+n w2 )) TR |R (4.48)

Com os termos de ordem zero, primeira ordem e segunda ordem juntos, pode-se escrever

a acao efetiva até segunda ordem na curvatura
—(1) 1 A mir 1 Ay 3
r = — | — 41 .
S = gy [ {5 [t () +3)
4
+ (5——) 2R|:—+l < - )+1}
1 1
_ - - uraf
20‘“’0‘5[60(2 o) " ( ) Tk ]C
)) +kn|R} (4.49)

+ R [5(e-5) (%Hﬂ(

ou em notacoes compactas

+

4

f((ii)calar = /d45€\/_{<——1>m7+§ 2R<1_1>

£
" %Cﬂ”aﬁ (- %)O’Wﬁ + R (kn— %52)}2} , (4.50)
onde
2
e [y - ()] -

Permita-nos fazer algumas observagoes a respeito do resultado final para acao efetiva
de vécuo para o Campo Escalar (4.49) com os fatores de forma (4.46|) e (4.47). Antes de
tudo é preciso salientar que a acao é essencialmente nao-local no setor de altas derivadas.

O resultado é exato nas derivadas do tensor de curvatura mas somente na segunda ordem
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das préprias curvaturas. Por outro lado, os termos de derivadas de ordem inferiores,
nomeadamente correcoes quanticas para a constante cosmoldgica e para o termo linear na
curvatura, nao tém parte nao locais. Ja foi discutido em [86] que essas partes nao locais
seriam extremamente tteis para aplicacoes, mas suas derivacoes estao além das nossas
capacidades de fazer calculo no espaco-tempo curvo. A razao é que as nao localidades da
constante cosmoldgica e setor de Einstein-Hilbert nao podem ser obtidas no ambito da
expansao em série do tensor de curvatura porque estao, em ultima andlise, relacionadas a
expansao em perturbagoes da métrica no fundo plano [35]. Isso ndo significa que nao haja
correcoes nao locais relevantes para esses setores de baixas energias, mas essas correcoes
nao podem ser obtidas pelo método descrito aqui.

Para o limite sem massa, quando —(J/m? > 1 (no sentido p?/m? > 1 no espago
Euclidiano) os fatores de forma ky e kr tornam-se muito mais simples. Nesse limite,
de acordo com , temos a — 2. A expansao em série mostra que o comportamento
assintotico da quantidade A no UV é

A= 1+im (m—Z) + 12[m (m—Q) -1]+ (m—2)2 [1 +In (ﬁ)] b (452)

2 \p? p? p? p/ L2 p?
E facil ver que no limite UV, quando m?/p* — 0, o segundo termo vai para o infinito
logaritmicamente, o primeiro termo é constante e os outros termos tendem a zero. Isso
define o comportamento assintotico UV dos fatores de forma. Por exemplo, no caso ky

temos

1 0
kw = — 50 In ( - —2> + termos muito pequenos e constantes. (4.53)
m

E importante notar que o coeficiente 1/60 aqui é exatamente o mesmo que o do pélo
(2 —w)~! no termo de Weyl quadrado em e claro, exatamente o mesmo que aquele
de Inp? TIsso significa que basta saber o coeficiente do pélo (parte divergente da agao
efetiva) para se chegar a dependéncia logaritmica em p e se obter também o coeficiente do
leading log do comportamento assintético do fator de forma. Em outras palavras, podemos
dizer que a divergéncia logaritmica UV controla o esquema de subtragao minima, esquema
baseado no GR, coberto pela dependéncia de p, e também concorda com o comportamento

fisico da teoria no UV, o que significa a dependéncia logaritmica dos momentos p no regime
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quando (p/m) — oo. A observagao final sobre o fator de forma (4.46) é que a expressao
(4.53) permite encontrar a parte quadratica do tensor de Weyl da anomalia conforme no

limite sem massa. Para esse fim, devemos usar a parametrizacao conforme da métrica

9w = G, exp{20(x)} e notar que
O = @[O0+ 0(0)]. (4.54)

Agora, derivando a anomalia pela prescri¢ao

2 0T, 1 _,, 0T0[g. e*]
T = — v = e " , 4.55
< 1 > /__g 22 5 g,uu /__g (50’ Bt =30 ( )

podemos imediatamente recuperar de (4.54) a parte C? da anomalia com o coeficiente

correto, idéntico ao da divergéncia correspondente.
No limite IV, quando p?> < m?, podemos observar uma situacao muito diferente. O

comportamento assintético de A e ky, é, nesse caso, da forma tipo poténcia, a saber

1 p2 1 p2
PR S PR A .
12 m? 10 m2 t e (4.56)
1 p2 1 p2
= ——1 ——) 4.
hw 810 m2< T me) T (4.57)

Podemos ver que aqui nao ha running logaritmico no IV e portanto, nao ha relacao
direta entre a dependéncia nos momentos e em p nessa regiao. Esse fenomeno é chamado

desacoplamento e pode também ser visto nas fungoes beta.

4.3 Fatores de forma para a teoria vetorial

Como um proximo exemplo consideramos o modelo de Proca. Para o caso vetorial,

€SCreveilos a a(;éo COomo
1
S = /d%\@[— “F? §m2A3 : (4.58)

A fim de lidar com esta teoria, pode-se usar o procedimento de Stiickelberg [82,87]. Aqui

seguiremos a tultima referéncia. A forma bilinear da tltima acao e seus demais operadores
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sao dados por

_ o 2 ca a
H = §20-m?2 - RS,
o ~ o 1
P - PM:E

Ry = [Buwlg = —Ruvop -

RO — R, (4.59)

Agora usaremos novamente o método do heat kernel (4.1)) e os célculos apresentados nessa
secao serao muito semelhantes aqueles mostrados na secao anterior onde discutimos o

campo escalar. Como antes, para o termo referente a constante cosmologica temos
1 o g Iu2(2—w) ) .
Wor = = — dz e M trl
o 2 /0 s (4ms)® / Vo

1 ® ds M2(2—w) . )
— — - d —sm 4
2/0 s (47rs)”/ TVge
4

i e [543} am

onde usamos novamente as relagoes (4.10)), (4.13)) e (4.14). A acao efetiva a 1-loop é

_ 1 . 1 1
r—=_ 5 TrinH = — o Tr In (C0) — RY — m26H) + 5 Trin (00— m?), (4.61)

onde ja foi considerado também o termo de fixagdo de calibre e fantasmas (veja [87]
para detalhes). Apdés subtrair a contribui¢ao do campo escalar do nosso resultado (4.60)),

chegamos a contribuicao do termo de constante cosmoldgica

2
”r(vetor) . ”r(escalar) 1 4 {§ 4[ 1 1 (47TM ) §:| } 4,62
01 01 2(47T)2/dx\/§ SR T T3l (4.62)

m2

De uma maneira similar, para o termo linear na curvatura temos:

1 © g M2(2—w) . ) R
We = = — d S tr (sP
02 9 /0 S (471'5)0') / T \/E € r (S )

1 %) s lu2(2—w) . o, 1
= - d d el — —R) . 4.63
2/0 o st (4m)« / TVge ( 3 > (4.63)

Usando novamente (4.10), (4.14) e (4.17) temos

1 2

W s el e () )

e, como antes,
2

(vetor) (escalar) 1 4 1 2 1 47TM
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com ¢ = 0 significando o acoplamento minimo. Os demais termos podem ser obtidos da
mesma maneira que foi feita para o caso do campo escalar. Entao, calculamos os demais

termos e encontramos os coeficientes [; - e l; 5. Para isso voltamos a equacao (4.18)

Wiotar = Wrz, + W
1 OO 82 (/1’2>2_w 4 —sm? 1 uv T
_ 5/0 ds Sw{ = /dg; ge ™ tr[ 1 Ry fi(—sO)R™ + 1 Rfy(—sO)R

+ Pfs(—sO)R + Pfo(—s0)P + Ry f5(—sO)R™ ]} .

Abrindo termo a termo

1° termo:

1 ~ —sm? _1-w (ﬂ2)2_w 1 v
5/0 dse Sl W/d4$\/§tr |: 1 flRuy(_SD)RM ] =

1
2

/000 ds e g1 %/d%\/ﬁ |:4f1R,u1/<_SD)R‘uV . (4.66)

2° termo:

%/OOO ds e g1 (l(i}:); /d4x\/§tr [ 1 sz(—SD)R} =

— %/Ooo ds e " SI—W%/J%\@ [4f2R(—sD)R . (4.67)

3° termo:

%/000 dse " gi=v (/(er?);w /d4x\/§tr [fsp(—_SD)R} =
= %/o ds e~sm* gl %/d%ﬂ[— %ng(—sD)R . (4.68)

4° termo:

%/000 dse " si=v (l(i}:); /d4x\/§tr [f4p(—s|:l)15] —
_ %/O ds e~ gl=v (’(‘4)7):0 /d4x\/§{f4 [RW(—SD)RW - ;R(—SD)R] } (4.69)

5° termo:

1 OO —sm? _1-w (/LQ)Q_UJ/ 4 > Sur|
2/0 dse s () d*xz\/gtr [f57€,w( sO)R ]_

—5 [ s s B [t g (] - 4R cspe + R-OR]) @)
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AgOI’& agrupalnos os termos

1 o0 5 2)\2—w
Wiotar = —/ dse™™™ Sle/d‘lx\/ﬁ [Ruu(—sD)R‘“’ (4f1 + J4 —4f5>
0

2 (4m)«
+ R-OR(1h = 3h— ot f5)]. (a.11)

Usando as relagoes (4.3]), (4.4) e (4.5)), temos

1 (M2)27w

Wiotar = i/ooodsest stv (i) /d4:c\/§
y {Rw[f(QT)Jr?f(T)Jrﬁlf(T) 4 i}RM

T 2 31 72
fr) fr) f(r) 5 1
* R[_ 8 21 272 +12¢+ﬁ]R}‘ (472)

* 1 * * * *
L= 5. B=2 =4, l=-3. =-4, (4.73)
1 1 1 5 1
Iy =—= lo =—= ly=—= Iy =— ls == .
1 S ) 2 9’ 3 9 4 12’ 5 92 (4 74)
Substituindo (4.73) e (4.74) em (4.72)), obtemos
1 0 2\2—w
Wtotal = 5/0 dseismz Slw%/({im\/ﬁ
\ ARSI RS ST I
X {Rﬂy[llf(T)JrlQ Tt ot E}R“
1 1
+ R [zlf(r)+z2 UG f@ Fls 4l —Q}R}. (4.75)
T T T T

Usando as equagoes (4.5) e (4.10) e ainda fazendo 7 = tu, temos

1

Wt = = /d4$\/§ (M2)2_w m2(w—2)
o 2 (4m)

{Ryy[(z; /O et i f(tu)) + (z; /0 et %)
+ (l; /Ooodte—t ué(ttﬁb + (lj /Ooodte—t #) + (l; /OOO dte™ u2t11+w>]RW
+ R[(ll /Ooodte_ttl_wf(tu))+(lg /Ooodte_t%)

+ <l3 /Ooodtet ué(ﬁ)w) + <l4 /Ooodtet %) + <l5 /Ooodtet u%leﬂR}

(4.76)

X




[§ podernos escrever
Wtotal - Wwa —|— WRZ

2

o8

1
= = / d4x\/§{z; Ry, My R*™ + 15 R, My R + 15 Ry, My R*™ + 15 Ry, My R

+ lgRWMg,R’“’+llRM1R+l2RM2R+l3RM3R+Z4RM4R+Z5RM5R},

(4.77)

onde My, My, M3, M, e M;5 sdao dadas por (4.28)), cujos resultados sao (4.32)), (4.33)),

(4.37), (4.38) e (4.39). Entao usamos diretamente esses resultados e escrevemos

Mg, = Iy My+ 15 My + 15 My + I3 My + I3 M;

1 {[ 1 o (4ﬁu2)][7]+A 8A—|—32A+ 8 44}
= n —_— _ —_— [ PR — .
(4m)2 L2 —w m? 10 3a?  1ba* = 4ba% 225
(4.78)
Como antes
1 1 4 13 8A 8A 2 91
M(ertor) B M(ercalar) _ { |: 1 ( >:| |:_:| A4+ = — = -
R R (4m)?2 LL2 —w i m? 60 AT Sa*  3a? i 15a%2 450
1 1 4y 13
- i ()] [Gg) + ) 4
(47)? { [2 —w o m? 60 hw (4.79)
onde
8A 8A 2 91
kw =kp =A4+ — — — - —. 4.80
WS R, S AT A T 32 T a2 150 (4.80)
Da mesma forma temos
MRQ = llMl +12M2+13M3+Z4M4+Z5M5
1 {[ 1 L (47ru2>H 1} A+2A 4A
BT EAY PRI 20] ~ 4" 322 154
1 47
— — 4.81
45@2—'—900}7 (4.81)
1 1 47t 7 45A 15A A
M(vetor) . M(escalar) _ { |: 1 ( >:| [_ :| i ot
R R A —w "\ 120) " 144 T 1822 38
1 241
_ = U 4.82
60a? + 3600} (4.82)
Agora podemos escrever
1 .
Wisp = 5 [ /5 Byl )R + RO ] (4.83)

}
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e usando a mesma idéia da se¢ao anterior, obtemos
1 4 1 v 1
Wip = 5 [ d'oyg bqwaﬁ (M) 00 4 R (Mpe + EMRﬁD)R}

- m / d'z\/g {%qwag [60(21—?: + g In (4”—“2) + kW} Chves

w) m?
1 1 At i
iy () ).
+R[(72(2—w)+72n mz ) The | R (4.84)
onde
A A A 1 1
kr=— — 4+ — - 4.
BT 718a2 T 348 T 18 T 362 2160 (4.85)
e a agao efetiva serd
=1 1 4 3_m4 1 Ay §
M = gap o 55 [ v () +3)
m? 1 A7y
T () ]
* 2R[2—w+n m? i
1 13 13 4y
5 Cuwap | o + o In (S ) + | €1
et G0 —w) Te0 2 ) T
1 1 4y
oI (S ) ) ke | R 4
+ R[(72(2_w)+72 n(—5)) +ka|R (4.86)

Como foi discutido em [87], esta férmula nao permite limite m — 0 continuo (desconti-

nuidade) comparado com teoria de Maxwell.

4.4 Fatores de forma para a teoria fermionica

Nesse caso, a acao correspondente é

S = /d4x Ggiv (Y'Y, +imp)p, (4.87)
com os respectivos operadores (ver [12] e [88])

H = i(y"V,+imy),

A 1
P = ——R 4.88
R, (4.89)
o 1 o
Ry = _ZRMMBV ’yﬂ.
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Usamos novamente o método do heat kernel, mas fazemos uma mudanca no sinal geral da
equagao (4.1)) porque agora estamos trabalhando com férmions e sua estatistica deve ser

considerada. Entao

Ik 1 [ ds p*C) / 4 —sm? (4 A 21 3
F = — — — sm 1 P 1 _ |:| "
2/0 s (4ms)® dizy/g e tr{l+sP+ 57 1 Ry fi(—sL)R
F1Rf(=sO)R + Pfo(=sO)R + Pfi(=sD)P + Ryufs(—sOHR™ Jy. (4.89)

Desenvolvendo os dois primeiros termos da equagao (4.89), teremos o termo referente a

constante cosmoldgica
1 ® ds Iu2(2—w) ) .
- _ - d4 —sm t 1
Vo = =5 Sl A vEeT

1 ® ds ,u2(2—w) . )
= —= —— | d g 4.90
2/0 s (47rs)w/ TVge (4.90)

Usando as relagoes (4.10)), (4.13) e (4.14) a equacao (4.90)) nos fornecera

=g [ [ e () 2]}

2 —w m2

e o termo linear na curvatura

1 s 2(2—w) R
1 [ sds p?@) [, 2 1

- = d —sm (— —R) , 4.92
2/0 stHw (4g)w / TVIe 3 (4.92)

onde usando as relagoes (4.10)), (4.14) e (4.17) a equagao (4.92) nos fornecerd

Wos = 2(4—;)2/61437\/5{%7712]% [L + In (47”“‘2) + 1” (4.93)

2 —w m?
Agora, permita-nos calcular os demais termos, exatamente como nas segoes anteriores

e encontrar os coeficientes I - e [ 5. Para isso, voltemos a equagao (4.18)). Lembrando

que para férmions o sinal geral da equacao deve ser mudado, temos entao

W - WR3V+WR2

_ _l/mds s* {(M2>2_w/d4:c e tr[ 1R fi(—sO)R™ + 1 Rfs(—sO)R
2, slte U (4m) g it ?

+ Pfy(=sO)R + Pfi(—s0)P + Ry f5(—sO)R™ ]} . (4.94)
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Abrindo termo a termo da equacgao (4.94))

1° termo:
— %/Ooo dse " gl=v (/(if);w /d4x\/_tr[ (—SD)R‘“’] =
- _%/OOO ds e g1 (’(L )) /d‘*w‘ [4f1 Ry, (—sO)R™| . (4.95)
2° termo:
— %/000 dse ™ g1 (/(i):)_ /d4x\/_tr[ R(— SD)R}

_ _% /0 s e gl (’(22); / d'z\/g [4f23(—sD)R . (4.96)

3?2 termo:

e i -]

Oodse m’ 1_“%/d4x\/§[—%f3R(—sD)R . (4.97)

1
2 Jy
4° termo:
—%/Ooodsesm2 st O{i):) w/d4x\/_tr[f4 (=sO)P } =

:_%/O‘”dse m g1 | / oy | R(-SO)R] . (498)

5?2 termo:

— %/OOO ds e™*m* gl (?423:); /d4:c\/_tr [ fsRuw(— sD)ﬁ’“’] =

oo ) 2\2—w 1
= [asent s W [ te [ < 2R + S RR(-SOIR]

(4.99)

Agora agrupamos os termos (dividindo tudo por 4 por conveniéncia)

W=— % /0 h ds e g1 % / d*z\/g [RW(—SD)R"” (f1 — %fs)

+ R(=sL)R <f2 - —f3 + mﬁ; + f5)] : (4.100)
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Usando as relagoes (4.3} - e (4.5)), teremos
L O TN V) b fr) 1 1  f(n)
W = —Z= dsesm gl-w M/ [ { V[_____ SN puv
5 /0 se S (4m)~ / TG\ B 72 127 72 + 4t h
fo) fr) 1 1 ] }
* R[ 167 872 + 241 + 872 By (4.101)
0 que nos leva a
1 1 1 1
l{L=0 lo = —— l —= ly = — l5 == 4.1
1 ) 2 16 ) 3 3 ) 4 24 ) 5 ] ( 03)

Substituindo (4.102)) e (4.103)) em (4.101)), encontramos

1 00 o, B (M2)2—w
- _ d sm* 1-w d4
w 5 /0 se S (dm) / T\/g

x {Rw[l;f(:>+l§f£)+l4 + 1 ]R’“’
f(7)

+ R [zg A fg) +l ; + 1l ﬁ]R}. (4.104)

Usando as equacoes e e ainda fazendo 7 = tu temos
W = —%/d‘lx\/‘c}—('g;ﬁ m2v=2)
(] [ o fz ) e i)
o [ ) (s e e
Iy A ‘tfutw) w2
+ (s / dte™ —) + (I / u2t1+wﬂR} (4.105)

e podemos escrever

X

W == WRfW—i_WR?
1
= - / d4x\/§{l§ Ry, My R™ + I3 Ry, Ms R*™ 4 1; Ry, My R* + I} R, Ms R"™

+ ZQRM2R+lgRM3R+l4RM4R+l5RM5R}, (4.106)
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onde Ms, M3, My e Ms sao dados por (4.28)), cujos resultados sao (4.32)), (4.33)), (4.38) e

(4.39). Entao, usando diretamente esses resultados, escrevemos

Mps, = Uy My+15 M+ 15 My + I Ms (4.107)

1 {[ 1 . (47m2>” 1]+ 8A A N 2 19}
= n R [ e
(Am)2 L2 —w m? 401 15a*  3a? 4502 900

Agora multiplicando tudo por 4

1 1 Ay 1 300A4a® — 480A — 40a® + 19a*
M, = = Gptla—e 2 )]l j
o (Am)2 L2 —w m? 10 225a*
1 1 Ay 1
— 1 ( )] [—] ko | 4.1
(47)? { [2 —w - m? 10 hw (4.108)
onde
300Aa? — 480A — 40a* + 194"
kw =k = 4.1
W Rt 22544 (4.109)
Da mesma forma temos
Mz = ly My + 13 Mz + 1y My + Is Ms (4.110)

1 {[ 1 —|—l <47m2>][ 1 ] A N A 1 N 11 }
= n —| - — :
(4m)?2 L2 —w m? 1200 15a* = 124> 180a? = 1800

Como antes, multiplicamos tudo por 4

e 1 {[ 1 ‘l (47w2>} [ 1 } N 150Aa® — 120A — 10a® + 11a4}
= n — .
B (4m)2 L2 —w 30 450a*
(4.111)
Agora podemos escrever
Whp = ——/d%\/_[ (Mg, ) R* + R(MR2>R]
e usando a mesma idéia das secoes anteriores
1 4 vaf 1
Wip =~ [ d'zy/g [ Chuvas (M) CP*P + R (Mm + gMR%W)R] (4.112)
1 1 1 Ay
- vaB | T/ .\ A l ( ) k? i| praf ]{7 y
2(4r)? / x*/_{ & ﬂ[lO(Z—w)+10 w\ T ) R [ O Rikel B
onde

—120A + 30Aa? — 10a? + a*
kp = 4.11
R 270a* (4.113)
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e a acao efetiva serd

T. o [t {=am[ m () +
v = d —omt | —— 41 =
fermion 2(47‘(‘)2 / Q:\/5 m 2 —w + In m2 + 9

+ %ng[—Q ! —+1In (4;‘2‘2) +1]
2
* %C’Wﬁ [10(21— w) * % tn (4:5 ) * kW] owes
+ Rkg] R}. (4.114)

4.5 As equacoes do grupo de renormalizacao

Uma vez que se tem a acgao efetiva de cada modelo, facilmente se obtém as equacoes
do GR ou funcoes beta. Nessa parte nao entro em detalhes dos calculos, pois o uso desse
método ja foi exaustivamente estudado e calculado na literatura, assim me limito a colocar
diretamente os resultados (para detalhes dos célculos e gréficos consulte [36]).

Por definicao, no esquema de subtragao minima as funcoes beta sao escritas como

- A
MS _ 1 an
A —ilggﬂdﬂ, (4.115)
ou ainda
— 1 1 1 1
MS
= - — —Nyjp+—N
! (47r2)<120 0T 5™ T g 1)’
— 1 1 11 31
MS
= - — No+ —Nijp+ —N 4.116
2 (472) (360 0T 350712 T 1gp 1)’ (4.116)
— 1 1 1 1
MS
= - — No+ —Nyjp— —N
3 (472) (180 ot 3™z T g 1)’

onde N,, Ny e N sao os numeros de campos sem massa, escalares, fermionicos e vetoriais
respectivamente.
Ja no esquema da subtracao de momentos, a definigao das fungoes beta é diferente e

eSCrevemos
- A 2 _ 2
B :}zlgiMd_M com M =py. (4.117)

As fungoes beta de cada campo que estamos tratando sao dadas abaixo.
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e Campo escalar

A fungao beta nesse caso tem a forma [89]

1 1 1 a’>—4
escalar
=— — — A 4.118
! (472) (18a2 180  6a* ) ’ ( )

que ¢ o resultado geral a 1-loop valido em qualquer escala. Como um caso especial podemos

tomar o limite UV quando p? > m?

11 m?
escalar,UV
No limite IV (p? < m?) encontra-se
1 2 4
escalar, IV p p
= —+0(— . 4.120
! 1680 (472) m? * (m4) ( )

Essa ultima férmula demonstra o desacoplamento IV dos efeitos quanticos do campo es-
calar massivo.

e Campo vetorial
Apesar do limite sem massa para as correcoes quanticas do vacuo do vetor massivo serem
singulares (devido a invariancia de calibre e consequentemente ao diferente nimero de
graus de liberdade fisicos), podemos derivar as expressoes gerais para as fungdes beta

usando a forma de costume, como antes. A funcao beta nesse caso tem a forma

1 [11 1 a* (a®—4)(a*—8a®+78)
vetor — e Al . 4.121
! (472) [60 6a> 16 * 16a* ( )
No limite UV quando p? > m?
1 13 m?
vetor,UV
MY = — —+ 0| — . 4.122
1 a0 () #122)

No limite IV (p? < m?) temos

3 p p'

vetor, IV

= 1 0| = |. 4.123
! 112 (472) m? * (m4 ( )

Comparado ao limite UV, exatamente como ocorreu no caso do campo escalar, essa
equacao demonstra o desacoplamento no IV da contribuicao de 1-loop.
e Campo fermionico

Aqui, a funcao beta tem a forma

: 1 [2 19 8 5 1
fermion _ s =7 — 1+ Al . 4.124
! (472) [9a2 180 (3a4 302 4) ] 2
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No limite UV quando p? > m?

; 1 m?
fermion, UV __
=——F+0|— ). 4.125
! 20 (472) (p2 ) ( )
O limite IV (p? < m?) é similar ao caso do campo escalar no sentido de que mostra o
desacoplamento
) 1 2 4
fermion, IV p p
=——>—+0|—|. 4.126
! 168 (472) m?2 (m4) ( )
Para maiores detalhes e andlise de outros limites e desacoplamento no caso de supersime-

tria, consulte novamente [89].

4.6 Consideracoes finais

Célculos da acao efetiva de vacuo para os campos escalar, vetorial e fermionico, to-
dos massivos, foram efetuados em segunda ordem na curvatura, usando um esquema de
renormalizacao dependente da massa. Isso nos permitiu encontrar a forma explicita do
desacoplamento dos campos massivos no setor de altas derivadas da agao efetiva de vacuo.
Aplicagoes cosmoldgicas nao foram tratadas aqui, pois nao era o objetivo nesse trabalho.

Essa andlise detalhada do trabalho desenvolvido por Gorbar e Shapiro, nos permitiu
identificar e corrigir erros de impressao que aparecem em algumas féormulas do artigo
original. Os erros de impressao se encontram nas paginas 9 e 10 de [36], sendo na pédgina
9, um erro de sinal na exponencial da fungao f(7) e na pagina 10, um erro de impressao
na férmula (4.5). Ainda na pdgina 9, a equacao que define a acado efetiva Euclidiana,
possui um erro importante de sinal que se nao fosse corrigido mudaria todos os resultados
subsequentes. A forma correta (que foi a utilizada para o desenvolvimento desse capitulo)
¢ dada pela equacao , que confere com o resultado de Barvinsky e Vilkovisky [90] e
difere do resultado de Gorbar e Shapiro.

Com todas a informacoes obtidas a partir do estudo feito nesse capitulo, comegamos
a desenvolver um novo trabalho onde a ideia é aplicar o mesmo método aqui utilizado,
a um novo modelo. O modelo escolhido é um campo tensorial massivo antissimétrico no

espago-tempo curvo [85].



CAPITULO 5

O Grupo Funcional de Renormaliza¢do (GFR)

Antes de comecarmos o estudo do modelo de GFR aplicado a GQ, vamos primeira-
mente introduzir os fundamentos dessa abordagem. Este capitulo de revisao esta base-
ado no capitulo 12 do livro de Andreas Wipf [91]. Existem indmeras outras bibliogra-
fias [62,/92-95] por onde se pode estudar essa abordagem. Escolhi me basear no livro de
Andreas Wipf por este ser bastante didatico na explicitacao do método. A idéia aqui é
apresentar o método e mostrar como se obtém a equagao geral do fluxo do GFR (equacao
de Wetterich [93]) que permite estudar o running das constantes de acoplamento do nosso
modelo (ver capitulo @ Vale citar que nao entrarei em muitos detalhes, visto que isso

pode ser conseguido em uma rapida consulta a bibliografia fornecida.

67
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5.1 Consideracoes iniciais

Em fisica tedrica, o grupo funcional de renormalizacao é uma implementagao particular
do conceito de grupo de renormalizacao que combina métodos funcionais de TQC com a
idéia do grupo de renormalizagao de Kenneth Wilson [96], especialmente quando se trata
de sistemas fortemente interagentes. Esses métodos funcionais de TQC nos permitem
obter os geradores funcionais do qual extraimos a acao efetiva que é a grandeza que traz
toda a informacao fisica relevante do sistema.

A técnica do GFR nos permite interpolar suavemente entre leis microscopicas conheci-
das e fenomenos macroscopicos complexos em sistemas fisicos. Figurativamente falando, o
GFR funciona como um microscépio com uma resolugao variavel (que aqui corresponde a
escala k) e trata todas as flutuagoes do campo escala por escala. O método é nao pertur-
bativo, o que nesse contexto significa que nao depende de uma expansao em uma pequena
constante de acoplamento.

Matematicamente, o GFR baseia-se numa equacao diferencial funcional exata para
uma agao efetiva dependente da escala (k) o que leva a cdlculos tecnicamente mais sim-
ples, uma vez que nao trabalhamos com as integrais funcionais de TQC. Essa equagao
diferencial funcional é a equacao de fluxo ou equagao de Wetterich, ferramenta central

dessa abordagem.

5.2 Funcionais dependentes da escala

Para encontrar a acao efetiva média usamos o gerador funcional das fungoes de cor-

relagoes de n-pontos Euclidianas (como ja definido e revisado no Capitulo [2)

71j) = [Does9:09 (j.6) = [ateja)ot), (5.1
onde S é a acao classica da teoria, j é uma fonte externa e ¢ é o campo da teoria em
questao. O logaritmo de (5.1)) define o funcional de Schwinger W{[j| = log Z[j] que gera
todas as fungoes de correlagao conectadas. A transformacao de Legendre de Wj] é o que

nos interessa, a acao efetiva

Plo] = (j,¢) = W[j] com ¢(z) = (5.2)
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A dltima equagao em determina j[¢] que deve ser inserido no lado direito da primeira
equagao. Detalhes dessa parte, referentes a TQC no espaco curvo podem ser encontrados
em [12].

A fim de introduzir funcionais dependentes da escala, nés adicionamos um termo ”re-
gulador”dependente da escala ASy que é o cutoff infravermelho (IV) para a acgao cldssica

na integral funcional e obtemos
Zilj] = / De—SH+G0)-A5ild] (5.3)
O correspondente funcional de Schwinger dependente da escala, Wy[j], é dado por
Wielj] = log Z[j] - (5.4)

Como regulador escolhemos um funcional quadratico com uma massa dependente do mo-

mento,

d
ASi6] = 3 [ e 0°0) Bulp) o0) = 5 [ 6°(0) Rulo) 900 55

tal que a equacao de fluxo terd uma estrutura de 1-loop. Essa funcao cutoff Ry(p) possui

certas condicoes, sendo elas:

« deve-se recuperar a acao efetiva para k — 0: Rg(p) — 0 para p fixo = ,
% deve-se recuperar a agao classica na escala UV, k — A : Ry(p) — o0 = ,

* regularizagdo no IV: Ri(p) > 0 para p — 0.

Alguns possiveis cutoffs sao
2

+ o regulador exponencial: Ry(p) = <2z,

* o regulador otimizado: Ry(p) = (k* — p?) © (k* — p?),
* o regulador qudrtico: Ry(p) = k*/p?,
x o regulador sharp: Ry(p) = 9(,62—2_102) —p?,
* o regulador Callan-Symanzik: Ry(p) = k?,
onde O ¢ a funcao de Heaviside.
Agora vamos construir a acao efetiva dependente da escala. Introduzimos o campo

médio da teoria regularizada com fonte externa, dado por

_ OW[J]
%) = i)

(5.6)
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Realizando uma transformagao de Legendre modificada, definimos a agao efetiva depen-

dente da escala como

Lkl¢] = (J, @) — Wilj] — ASk[g] . (5.7)

A variacao da agao efetiva com respeito a ¢ nos fornece a equacao de movimento para o
campo médio

oy [ 0j(y) OWils] 0j(y) |~ OASK[9]

soe) [ aole) "W YIS0 sow) Y et Y
Com , o primeiro termo do lado direito cancela com o terceiro termo e
o =) = 5 ASel = j(e) — (Rus)a) 5.9
5.3 Derivacao da equacao de Wetterich
Diferenciando ', em resulta em
e = [ 'z gyt - ol - [ G i) - aasilel. G10)
Usando em ((5.10)), o primeiro e o terceiro termos se cancelam e
Ol'y = — Wilj] — OrASk[9]
= Al - 5 [ d dy ole)aRu(e )6 0). G.11)
A derivada de W}, em ¢é dada por
QWilj) =~ [ d'a d'y o@)0 Rz )olw)), (5.12)

onde (¢(x)0kRi(z,y)¢(y)), é uma média funcional dependente da escala k e relaciona-se

com a fung¢ao conexa de dois pontos por

G201 = sl = (610l ~ ola)oty) (513)
e temos
HwWiljl = —%/ddx d%y ¢(x)0 Ri(x, y)GY (y, ) — OASk[9)

1
= —Etr(f)kRkG,(f)) — 9, ASK[). (5.14)
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Inserindo esse resultado na equagao de fluxo ([5.11]), obtemos
1
ol =5 [ ' d'y O ) G 0.). (5.15)

Uma vez que I'y é somente a transformacao de Legendre modificada de Wy, devemos em

primeiro lugar calcular as corregoes para o resultado citado, com

OWrlj , or

o) = 2] 0 = 305+ [ d' RuGe)oto) (5.16)

Encontramos a seguinte relacao entre as derivadas segundas
0p(x) 0j(2

o) = [ THLD [ @t 6P+ R D)

Entre as chaves aparece a segunda derivada funcional de I'j,
52T
e -+ 1

e concluimos que a expressao entre chaves em ((5.17)) é o inverso da func¢ao conexa de dois

pontos G}, e lemos

1

€ —
k F](f) +Rk

(5.19)

Inserir esse resultado na equacao nos fornece a equacao de fluxo para a acao efetiva
dependente da escala
O Tw[0] = %Tr (ﬂﬁ_&) . (5.20)
n (9] + Ry
Esta é a equacgao diferencial funcional exata que estavamos procurando, a equagao que for-
necera todas as informagoes fisicas do sistema, ela é conhecida como equacao de Wetterich

e contém o propagador completo.

5.4 Consideracoes finais

A equacao de Wetterich é uma equacao integro-diferencial funcional nao linear. E
uma equacao exata do GFR, possui no denominador uma derivada funcional segunda da
acao efetiva e isso faz com que o fluxo nas solugoes (numéricas) principalmente utilizando

calculos explicitos, estabilize.



72

Quando se aplica esse tratamento a alguma teoria, a equagao deve ser truncada, o que
significa ser projetada para uma funcao de poucas varidaveis. Infelizmente nao é trivial
estimar o erro de forma segura para as equagoes de fluxo do GFR. Normalmente o que
se faz para tentar corrigir esse problema é melhorar o truncamento em etapas sucessivas,
0 que na pratica significa incluir mais e mais running dos acoplamentos e observar quao
mais rapido o fluxo se estabiliza. Isto da uma primeira impressao sobre a estabilidade
e a qualidade do fluxo. Além disso, pode-se comparar os fluxos para diferentes funcoes
reguladoras Ry em um determinado esquema de truncamento. Diz-se que o truncamento ¢é
bom quando os acoplamentos no limite IV variam pouco com a mudanca da funcao Ry. A
parte mais dificil em qualquer truncamento é conseguir incluir todos os graus de liberdade
relevantes no IV.

A partir dessa breve revisao, seguimos para o capitulo seguinte onde estudamos e
analisamos o GFR no espago-tempo curvo aplicado a uma teoria de um tnico campo

escalar real acoplado nao minimamente.



CAPITULO 6

O Grupo Funcional de Renormalizagdo (GFR) para o campo escalar

no espaco-tempo curvo

O running do parametro nao-minimo £ de interacao do campo escalar real e escalar de
curvatura é explorado dentro do contexto do Grupo Funcional de Renormalizagao (GFR).
Estabelecemos o fluxo do grupo de renormalizacao (GR) no espago-tempo curvo no setor
do campo escalar (em particular derivamos uma equagao para o parametro nao-minimo)
[97]. A trajetéria do grupo de renormaliza¢ao é numericamente explorada para diferentes

conjuntos de dados iniciais.
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6.1 Consideracoes iniciais

A estrutura da renormalizacdo no espaco-tempo curvo é bem conhecida em ambos os
niveis, geral e perturbativo. Em particular, sabe-se que qualquer teoria que seja renorma-
lizavel no espaco plano pode ser formulada para ser renormalizdvel no espago curvo [12]
(ver também [17] para uma revisao recente). Os elementos necessarios de uma teoria
quantica consistente no espaco-tempo curvo sao a acao de vacuo puramente gravitacional,
que consiste do termo de Einstein-Hilbert com constante cosmolégica e também de quatro
termos covariantes de derivadas quarticas. Se a teoria em discussao tem campos escalares
i, novos termos nao-minimos da forma &;; Ry;p; devem ser incluidos na ac¢ao. O grupo
de renormaliza¢do (GR) no espago-curvo foi introduzido em [47,98,99] (ver também [12])
como uma ferramenta 1til para explorar as propriedades de escala da teoria.

A renormalizacao e o GR no espaco curvo seguem uma importante hierarquia:

(i) As equagoes do GR para acoplamentos dos campos de matéria e massas nao dependem
de &; e dos parametros da acao de vdcuo. Mais geral, essas equagoes nao sao afetadas
pela presenca de um campo gravitacional externo E]

(11) As equacoes para &;; dependem dos acoplamentos da matéria (mas nao das massas
dos campos, no caso da renormalizacao pelo esquema de subtracao minima), mas nao
dependem dos parametros da acao de vacuo.

(71i) As equagoes para os parametros da a¢ao de vacuo podem depender dos acoplamentos
(além da aproximacao de I-loop) e de &;.

Deve-se notar que o running de &; pode ter algumas importantes implicacoes, es-
pecialmente para modelos inflaciondrios tal como a inflacao de Higgs [101], isso porque
esse running esta estreitamente relacionado ao potencial efetivo do campo de Higgs no
espago curvo [12] (ver também [102]). O mesmo diz respeito também a outros mode-
los inflaciondrios, incluindo aqueles baseados na inflacdo, inflagdo de Starobinsky [103]
e especialmente sua versao modificada [104},|105]. Portanto, seria bastante ttil saber se
o parametro nao-minimo pode experimentar um forte running em algum momento da

histéria do universo. Uma das possibilidades para observar um running intenso de £ esta

sso nao é verdade se a gravidade é quantizada [100], mas nao consideramos essa parte aqui.
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relacionado aos efeitos nao-perturbativos no ambito da abordagem do grupo funcional de
renormalizacao (GFR). No presente capitulo apresentamos as equagoes do GFR no espago
curvo de uma maneira covariante e num fundo independente similar ao que foi feito antes
para o GR perturbativo no espaco curvo. Vale citar que a abordagem do GFR no fundo
fixo de Sitter foi previamente considerada em [106-108]. O trabalho desenvolvido nesse
capitulo estd essencialmente restrito ao caso de um tnico campo escalar e consequente-
mente para a equacao de um tnico parametro . Consideramos inicialmente a aproximacao
potencial local (APL), lidando com a teoria mais simples com a simetria quebrada e entao
exploramos o caso mais complicado com a quebra da simetria e a renormalizacao da funcao
de onda. De fato, a extensao do fluxo do GR para a fase quebrada é especialmente inte-
ressante porque o running do parametro nao-minimo nesse caso nao foi suficientemente
bem explorado mesmo numa abordagem perturbativa. Algumas consequéncias potenci-
almente interessantes do fluxo do GR para o parametro nao-minimo estao relacionadas
a dependéncia de escala das partes nao locais da acao gravitacional induzida que surge
devido a dependéncia em relacao a curvatura do valor esperado do vacuo do campo esca-

lar [109].

6.2 GFR para campo escalar com acoplamento
nao-minimo

A teoria renormalizavel de um tnico escalar ¢ no espaco curvo comeca de uma agao

classica da forma

S = / [— %d)Aggb + ngf + V(d))] + S¥*[g], (6.1)

o
onde supusemos a assinatura Euclidiana e usamos a notacao [ = [d'z \/M . Além disso
Sea¥[g] corresponde a acao de vacuo como descrito na introducao desse capitulo. Aqui
também usamos a notacdo A, = —[, para ter correspondéncia com nosso artigo [97] e
enfatizar que o espaco é Euclidiano. Discutiremos o fluxo do GFR da parte de vacuo num
trabalho futuro [110]. V(¢) é o potencial cldssico que pode ter a forma (1/4!)A¢? no caso

de querermos nos manter dentro do escopo de teorias perturbativamente renormalizaveis.
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Como ¢ usual na abordagem do GR, a nivel quantico todas as quantidades comecam

a depender da escala, que identificamos como k. O uso pratico da abordagem do GFR

implica a escolha do esquema de truncagem que escolhemos de numa maneira simples
supondo que a acao efetiva média seja

I, = Zk o 6+ S Ry e 6.2

S —705 g¢+§ ¢" +uw(9)| + I 9] (6.2)

Essa truncagem inclui um potencial efetivo dependente da escala ux(¢), uma renorma-

lizacao da funcao de onda Z; e o running do parametro nao-minimo &, que nao depende

do momento ou do campo ¢. A acao cutoff invariante tem a forma

AS, = %/QSRk(—Ag)qb, onde Rp(=Dg) = Zire(—D,). (6.3)

Supoe-se que Ry tenha propriedades bem conhecidas de uma funcdo cutoff [62,92]. A

dimensao anomala é definida como

= — =— de t=log—. A4
nk G Tk onde t=log (64)

Quando a escala k corre do cutoff ultravioleta (UV) A para o cutoff infravermelho (IV),
o parametro de escala adimensional ¢ corre de log(A/pu) a —oo.

A equagao de Wetterich para a acao efetiva média dependente da escala é |93}95]

1 Oy Ry,
hLi[¢] = 5 I (m) ; (6.5)

2 . o : . :
onde ch) indica uma segunda derivada variacional com respeito ao campo escalar e Tr
inclui o limite de coincidéncia e a integragao covariante sobre as variaveis do espago-tempo.

Para a truncagem ([6.2)) o lado esquerdo de (6.5)) torna-se

o = [ [~ 10000+ DR +0m0)] + ATV (69)

xT

A fim de se obter o lado direito de (/6.5]), precisamos de

Iy = —ZiDg + &R+ u(0), (6.7)
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onde a plica (') significa derivada com respeito ao campo escalar. A variacao da fungao

cutoff pode ser colocada na forma
O Ry, = Zy (Oyrr — miy) - (6.8)
Entao o lado direito da equagao de fluxo ([6.5)) toma a forma

1 s ﬂ _ 1 . (0 — M) i (— A)
5T &Ymﬂ+m) JF{@AgHM »+&:1R+Zqﬂw).wg)

A equagao (6.5)) com e representam a equagao de fluxo covariante correspon-

dendo a truncagem ([6.2)). Ela pode ser melhorada por inclusao de termos que contenham
derivadas superiores em (/6.6]), mas entao os calculos de também devem ser avaliados

até a correspondente ordem superior de aproximacao.

6.2.1 Elaborando a equagao de Wetterich

Prova-se util definir

2
u(9) = TEG + wn(6), talque wl() =mi +wi(6). (6.10)

Assim chegamos a seguinte forma da equagao ,

%%(Eﬁfia):%ﬂ( <2g3m> (6.11)

onde nés introduzimos as abreviagoes

Bir(=Ly) = (0 — me) re(= L) (6.12)
a¢¢%>:—Ag+m@¢3)+%§, (6.13)
(6. R) = R+ uf(). (6.1

A fim de analisar a equacao de fluxo para a truncagem (6.2)), precisamos avaliar a expressao
(6.11)) até a primeira ordem no tensor de curvatura, enquanto os termos com derivadas da
curvatura e poténcias superiores do tensor de curvatura podem ser negligenciados. Isso

significa que podemos efetivamente considerar uma aproximagao com R constante.
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E f4cil notar que os operadores By e P, comutam. Mas para um campo nao homogéneo
e dependente da curvatura do espago-tempo, X, nao comuta com Bj e P,. Mas eles
comutam numa aproximacao onde a curvatura e o campo ¢ sao constantes, esta iltima
corresponde a aproximagao potencial local (APL).

Para simplificar as notagoes no que se segue, nés ignoramos o argumento de By, Py e

Y. Entao a expansao do lado direito da (6.11]) em uma série em poténcias de ¥ dé

B B 1
Tr (_) _ Tr( ) T <ka,;1—_1)
P+ % Pe(1+ P 'sy) 1+ P's,

1
= TrQp1 — Tr (Qr2Xk) + Tr (Qk,ZEkFZk) +0(x3), Qk,m
o

= -

(6.15)

O primeiro termo no lado direito é independente de ¢ e contribui somente para o
running no setor de vacuo I'"™. A ac@o cutoff ja estd especificada. By, e Py sao alguma
fungao desconhecida de —A, que deveria ser expandida até primeira ordem no tensor
de curvatura. Para esse fim, aplicamos o método do heat kernel off-diagonal baseado
nas transformacoes de Laplace e de Mellin, tal que os operadores em podem ser
derivados do heat kernel do Laplaciano covariante. Esse método esta descrito em detalhes
em [111], entao aqui s6 esbogamos os principais pontos da derivagao.

As funcgoes @, do Laplaciano covariante na série de Neumann ((6.15) admite repre-

sentacao em termos da transformada inversa de Laplace

Qrm(—L,) = /OO dt L71Qpm] (1) €29 | (6.16)
0
onde
L[f](s) = /0 dte " f(t). (6.17)
No que se segue aplica-se uma férmula 1til |[111]
o B 1 >

Para calcular a agao efetiva na truncagem dada (discutido abaixo), precisamos do limite
de coincidéncia dos elementos da matriz (z|Q|2"). De acordo com ([6.16]), podemos usar
a expansao do heat kernel para um pequeno t,

1

(ale'®|z) = ity [ao(2)

+ tay(z) + tPas(z) + ...], (6.19)
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para encontrar uma expansao em série de (x|Q,|r) em poténcias dos tensores invari-
antes de curvatura e suas derivadas covariantes. Os coeficientes de Schwinger-DeWitt
ag, a1, ag, ... tém a forma

1 1
Qo ) ai ) ag 180

: (Rues B0 — Ry B + 60, R+ D7), (620)

Devido ao esquema de truncagem dado, precisamos somente de ag e a1, mas nao é dificil

manter também os préximos termos, por enquanto. Usando a fungao reguladora [112]
ri(s) = (k* — 8)0(k* — s), (6.21)
onde 6 ¢ a funcao de Heaviside definida de uma maneira geral como

0, x<0
0<X): )
1, x>0

pode-se chegar a expressao explicita

2]{32— k2_ 2
(k= s)rm Ok —s), My =k>+ &
My

Qrm(s) = (6.22)

Permita-nos citar aqui que uma revisao geral das funcoes Q) ,,,, similares aquelas definidas
acima, pode ser encontrada no Apéndice A do artigo de revisao em Gravitagao Quantica
[113).

Inserindo a expansao (6.19) em ([6.16)), e usando obtemos

@1Qun(=le) = 3 [ AL Qunl) s el

[e.o]

1 an(x & -
RO 2 F(d/Q( _) ) / ds Qum(s) s*7"71, - (6.23)

n=0 0

onde a identificacdo p = d/2 — n ja foi usada na equagao (6.18)).

Com o intuito de se calcular as integrais sobre s na equacao (6.23)), pode-se notar que
08 Qp.m em (6.22)) sao diferentes de zero somente no intervalo [0, k%], o que nos d4

o] 1 2kd—2n+2
ds Qpm(s)s¥2 1 = <1 T ) . 6.24
/0 $ Qran(5)s d—2n+2) M dj2—n (6.24)

Apo6s a integracao chegamos ao seguinte resultado

kd72n+2

2 1 U an ()
(@l Qun(=Ble) = o 7w ; (1- - ) fap sy 6%
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Como ja mencionamos, para nossa proposta ¢ suficiente considerar os termos com
n = 0, 1 na dltima série. Expandindo o lado direito da equagao de fluxo (6.15)) em poténcias

de ¢ e curvatura até a primeira ordem, em quatro dimensoes encontramos

Rl (R R (S KA R

x
E facil ver que esses termos contribuem somente para os termos puramente gravitacionais
e, portanto, sao irrelevantes para o running de &.
A contribui¢ao em segunda ordem é

S Tr [Qua(—20)%4] = 32%1\43/ (1) = +% (1-%) R+ ], 627)

T

onde novamente ignoramos poténcias mais altas da curvatura.
A derivagao do terceiro termo na expansao (6.15) requer algumas comutagoes de 3y

com P ! por exemplo

1 1 1 1 1
3 Tr <Qk,2zkﬁk2k> = 5 (Qk 22, <2k B [P, Ek]) Pk)
1 1
5 Tr (Qk’gzi) — 5 Tr (szk?k [Pk, Ek]) . (628)

O ultimo termo contendo o comutador de Py e > da origem ao running da renormalizacao
da funcao de onda e serd tratado na segao [6.4] Ele néo contribui com o running de uy e

& e assim pode ser negligenciado por enquanto. Portanto chegamos a

lTr (Q (—A )22) _ b ﬂ B/ L e (an,X3)
2 BT 1672 MY 4~ T(3 — n) 6 — 2n "
1 5
= —— [ | 2 (1-E)R22 4+ 6.29
327T2M5/{ (1-%)st+5(0-7) } (6:29)

Na tltima expressao omitimos a maioria das contribuigbes puramente gravitacionais (néo
todas, uma vez que por exemplo RY; ainda contém um termo o< R?) e termos além
do esquema de truncagem escolhido (6.2). Similarmente, obtém-se para um campo e

curvatura constantes

1 1

2 Tr (Qk,QZk (P}:1Zk)m—1> D) Tr (Qrm1Xy")

:W/[kﬁ(l—g)?“r%(l—I)RE%L---]- (6.30)

T
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No que se segue, ignoramos a contribui¢ao puramente gravitacional I';"™[g] na equacéo

e o fluxo do GR relacionado, a parte de vacuo serd tratada num préximo trabalho.

6.2.2 Fluxo do GR para os acoplamentos e para o parametro

nao-minimo

Inserindo (6.26))-(6.30) em (6.15)) e usando a definigdo (6.14)), resulta em

b () = i [ [ (- )+ 5024

T

" [1  GREw N (5kR+w ) (M)ng] (6.31)
1
Py

2L M, Zy, My, 2y, My,
_ 222 (Qk ) (6)— | P, ”(¢)]) T
onde os termos contendo R? e R? vao além do esquema de truncagem e serao omitidos.
Pode-se supor que o potencial classico para o campo escalar no cutoff é uma funcao
par. Segue-se a partir da equagao de fluxo que o potencial efetivo dependente da
escala permanece par em todas as escalas. Vamos ainda supor que a simetria Zs nao

seja espontaneamente quebrada. Entao o minimo do potencial efetivo é em ¢ = 0 e nés

podemos expandir wy em (|6.10|) como

= 1
men)k P = —/\4k¢ + %Aw +. (6.32)

n=2
onde 0s A2,y sao coeficientes dependentes da escala. Seus runnings sao determinados
pelas equacoes do GFR que serao agora derivadas juntamente com aquela para &.

Para w; em o dltimo termo em tem a forma ¢?(9%¢? + ...) e estd além
da truncagem escolhida. Como resultado a funcao de onda é nao renormalizavel.
Note que para um potencial com cutoff nao par com um termo ¢ ou para o fluxo na fase
quebrada, na qual o potencial par u; é expandido sobre um campo médio diferente de
zero, hd uma renormalizagao da fun¢ao de onda, como nds veremos na se¢io [6.4, Pode-se
notar que essa situacao nao depende da presenca de um fundo curvo e pode ser observada

em teorias de campo escalar no espaco plano [62,91,92].
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Com as equacoes e (6.32) podemos comparar os termos dependentes de ¢ na
expressao (6.31) e nesse caminho chegamos a equacao de fluxo para a teoria de campo

escalar nao-minimamente acoplada a gravidade,

&sfk ¢2 ¢4 ¢°
OYAWORE ——R¢* + — 24 Ok + —— 750

_ML3327T12Z;§ [kG (1 %’“)( Aap ¢ +—A6k¢) Z (1—-)3@%2}

. 1 1
M,S’ 327T2Z,%

1 1 Mk
sl (1) )
M,§327T2Z,§{ 6) 8 Ot

Agora comparando os termos de ambos os lados dessa equagao

A
77k k Ok

{k: (1——) [gkRA4k¢ += (m) " +ﬂA4kA6m }} (6.33)

e Para o termo cinético ¢\ ¢, observamos que Zj, = constante ou n;, = 0, portanto nao
h& renormalizacao da funcao de onda para um potencial par numa fase simétrica.
Podemos entao fixar Z, = Zy = 1 em todas as escalas k. Entao, em particular

-1 -
My, = k? + m2, e denotamos Dy, = (k2 + mi) por conveniéncia.

e Para o termo de massa a equagdo do GFR pode ser facilmente obtida de (6.33))

omi = — > Ak - (6.34)

3272

e Para os primeiros dois termos de interagao temos, com Z; = 1,

kS

0 = =5 D} (o — 6D | (6.5)
kS D2

Odex = — 3%2’“ (Ask — 30Dk Ay gy + 90DFAY,) (6.36)

A fim de manter nossa consideracao simples, vamos truncar a expansao de Taylor
para o potencial desconsiderando todos os coeficientes a partir de Agj, incluindo a

definicao de Agx = 0 na equagao (6.36]).

e Finalmente, o termo nao-minimo ¢?R produz, para Z; = 1

k°D?
Ok = 1672 ( kfk—6k2))\4k (6.37)
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Em um perfeito acordo com as caracteristicas gerais do GR perturbativo no espago-
tempo curvo (como descrito na Introdugao), as equagdes para os acoplamentos Ay € Mg
nao dependem de &, enquanto a equacao do GFR para &, depende dos acoplamentos. Ao
mesmo tempo, diferente do GR baseado no método de subtracao minima, aqui as funcoes
[ para os acoplamentos e parametro nao-minimo, dependem do running da massa my do
campo. A este respeito, as equacoes do GFR se assemelham ao GR baseado na subtracao
de momentos, desenvolvido para o campo escalar interagindo no espago-tempo curvo [89],

mas a dependéncia da massa nas presentes equacoes do GFR é muito mais forte.

6.3 O fluxo do GFR para os acoplamentos, massa e ¢

As equagoes ((6.34)-(6.37) devem ser exploradas numericamente. Para isso introduzimos

as quantidades adimensionais

my 1
my = —, Dy

k = Trn/% s A4t = )\4k7 )\Gt - k2>\6k7 )\St - k4)\8k y e (638)

que vamos supor serem dependentes do parametro adimensional ¢ = log(k/u), definido

em (6.4). Entao as equagoes tornam-se

1
om? = —2m? — %D%M, (6.39)
1
Oy = — 3972 Dy ()\Gt - 6Dt>\z21t) ) (6.40)
1
Odet = 2Nt — %Df (Ast — 30D A her + 90D7AY,) (6.41)

Além disso, a equagao do GFR para £(t) em termos da nova varidvel tem a forma

R 1
& = = D, (ft - 6Dt) Mg - (6.42)

E facil ver que no limite sem massa, Dy — 1, essa equacao reproduz as principais carac-
teristicas da equacao do GR a I-loop no esquema de subtracao minima como é conhecido
a partir de [12,98].

A andlise numérica dessas equagoes mostra que o fluxo do GFR pode ser bem diferente
daquele para o running do GR perturbativo a 1-loop, principalmente devido a presenca da

massa. Como se pode ver a partir dos graficos apresentados nas figuras (6.1}, a massa cresce
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Figura 6.1: Fluxo do parametro nao-minimo & e acoplamentos m2, Ay, Aex (em unidades
de p) com t = log(k/u) na fase nao quebrada. Os dados iniciais no cutoff A = ue’ sio

m2:u2, )\4:0.5, )\6206521/6

rapidamente quando flui da escala cutoff ultravioleta (UV) em t = 5 (correspondendo
a um valor de cutoff A = €°u) para o infravermelho (IV) em ¢t = 0 que corresponde
a k = u. Como mencionado anteriormente, na abordagem nao perturbativa do GFR
héd um desacoplamento IV de sexta poténcia que é muito forte quando comparado ao
desacoplamento quadrético usual do Teorema de Appelquist e Carazzone [84]. Como
resultado, no caso em discussao pode-se observar que o running para todos os acoplamentos
e em particular &, na verdade congela em valores t < 1 ou equivalentemente em escalas
k<u-e.

A figura mostra o running do parametro nao-minimo &; para o mesmo potencial
inicial como na figura [6.1], mas para diferentes valores iniciais de & no cutoff UV. Depen-

dendo do valor inicial o parametro pode aumentar ou diminuir durante o fluxo para o
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Figura 6.2: Running do parametro nao-minimo & com t = log(k/u) para os mesmos aco-
plamentos iniciais como na figural6.1, mas com diferentes valores iniciais § na vizinhanga do
acoplamento conforme &. = 1/6. No sentido hordrio da parte superior: {.—26, £, — 9, {40

e &+ 20 comd=1/24.

IV. Mas em todos os casos considerados, os valores no UV e IV nao sao muito diferentes.
Nos fluxos investigados (apenas alguns sdo mostrados na figura) a mudanca relativa foi

somente em torno de um porcento.

6.4 Quebra de simetria e fluxo do GFR para a
dimensao anomala

Como ja sabemos, na truncagem APL (6.2) nao ha running do GR da dimensao
anomala 7, para potenciais pares. Ao mesmo tempo, tal running estda presente em te-

oria escalar além de 1-loop e seria interessante observa-lo dentro da abordagem do GFR.
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Uma das possibilidades esta relacionada a teorias com simetria quebrada. Isso significa
que devemos introduzir uma massa quadratica negativa na acao classica e implemen-
tar essa informagao na acao efetiva média por imposicao da condi¢ao de contorno na
escala cutoff k= A. Entao o potencial efetivo do campo escalar nao é convexo em escalas
intermediarias e isso precisa ser levado em conta, no presente caso ha de se considerar
oscilagoes proximas ao minimo nao simétrico desse potencial.
No espaco curvo a quebra espontanea de simetria encontra sérias complicacoes, porque
a posicao de tal minimo nao é constante para uma curvatura nao constante. A situacao
foi explorada em detalhes em [109] e foi mostrado que as nao localidades surgem em tal
teoria mesmo em ordens baixas da curvatura. Contudo, uma vez que nossa intengao aqui
é considerar casos relativamente simples, permita-nos considerar a aproximacao de ordem
zero e correspondentemente supor que a posicao do minimo do potencial é homogéneo e
independente da curvatura, denotado por ¢y, tal que u}(¢o ) = mi > 0 é a massa (fisica)
na fase quebrada. Entao pode-se expandir o potencial efetivo como
)\nk
U = Aog + Z FW — dor)" (6.43)
n>2
com pequeno ¢ — ¢g, € minimo dependente da escala ¢g,. Entao

An e
Uy = Ao + Z rkz),@ — o) = mi + wy . (6.44)
n>3 '

Nota-se facilmente que essas definigoes de mi e w; sao diferentes das definigoes prévias,
porque a expansao ¢ realizada na fase espontaneamente quebrada. No entanto, nas novas
notacoes as equacoes e tém quase a mesma forma de antes, nas notacoes
antigas. Mas na fase quebrada, poténcias impares de ¢ — ¢or aparecem tal que muitos
mais termos surgem na expansao em série de poténcias do lado direito da equacao de
fluxo. Quando se calcula o lado esquerdo da equagao de fluxo, deve-se levar em conta que
o minimo ¢g, do potencial dependente da escala flui.

Assim, continuamos por inserir as expansoes e na equacao do GFR com
a renormalizagao da funcao de onda dependente da escala, praticamente da mesma forma

que fizemos antes. Finalmente, a mudanga para as quantidades adimensionais (6.38)) e



87
para os campos adimensionais de acordo com
X=k"Z%¢ e xon=k"Z b0 (6.45)

permite-nos chegar as equacoes do GFR na fase quebrada. Para simplificar a notacao

usamos as seguintes abreviagoes

_ 1 Mt Y
A= (1—5) e G = . (6.46)

O running da constante cosmoldgica \g; é dado por
atAOt + 4>\0t - AtDt ; (647)

e uma vez que nao realimentam o running dos acoplamentos restantes ele serd descartado.

Comparar os termos lineares em x — xo; nos leva ao running do campo médio

Gs

atXOt + <1 + %) Xot = ADi—5 (6-48)
m?2

t
Essa equacao de fluxo garante que yo; permaneca um minimo de potencial dependente
da escala em todas as escalas. Ao escrever as equacoes de fluxo para os acoplamentos
adimensionais m?, Az, . . ., g, Numa expansao até ordem 6, usamos a equacao de fluxo

(6.48)) para simplificar as expressoes resultantes. Desta forma chegamos a
A
(at + 2 — T]t)m? = AtDt< 3 G3 G4 + 2G§> ; (649)
3
(9 +1=Sm) e = Ay A G Gyt 6Ga Gy 6G3) (6.50)

(0 — 2me) Aay = AtDt( Gs — Gg + 6G7 + 8G3G5 — 36G3G, + 24G§> ,  (6.51)

t
3t
3
my

5

(0 =1 = Jm)Ast = AD, —3;G6 +20G4G5 + 10G3G6 — 90G5G3
my
— 60G2G5 + 240G3G,, — 120G§> , (6.52)
(0 — 2 = 3m) Aot = A Dy (20G§ + 30G4Gs — 90G, — 360G5G4Gs — 90G5Ge

+ 1080G3G7 + 480G5G5 — 1800G5Gy + 72002) . (6.53)
Nas duas ultimas equagoes de fluxo os termos contendo A\7; e Ag; sao omitidos na apro-

ximagao polinomial de sexta ordem. Além disso, no espago curvo encontra-se a nova
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equagao para o parametro nao minimo

O-n)& = oz [(1- 1) @a-3) Dt — < (1-1) (@ —233)] . (659

A fim de explorar o sistema de equagoes — precisamos de uma equagao adicional
que define como 7, depende da escala. Para obter essa dependéncia (na nossa truncagem
ela é induzida pelo tltimo termo em ([6.28))), deve-se lembrar que o running de todos os
acoplamentos e de Z (que define 7;) nao depende da presenga de um espago curvo de
fundo. Como resultado, nés podemos usar o conhecido resultado do espago plano para
ny derivado em [91,/114] e recentemente explorado em [115]. Em termos de quantidades
adimensionais, o resultado para a dimensao anomala é

2
L [w'oe)]” 1
327 [1 4 u:e,<X0t)}4 32m2 (1 +m#)*’

yr (6.55)

onde xo; é a posicao de minimo do potencial dependente da escala. Claramente, no
esquema de truncagem considerado a renormalizacao da funcao de onda somente ocorre
na fase quebrada com coeficiente A3; diferente de zero. Decorre de que a simetria s
pode ser quebrada se A3 no UV ¢é diferente de zero e isso deve ser levado em conta para
a analise numérica do sistema de equagoes —.

Os resultados numéricos de tal andlise sao apresentados nas figuras e6.4 O pri-
meiro grafico da figura mostra como o valor do campo ¢g, depende da escala ao ser
minimizado na fase quebrada. Como esperado, o minimo do potencial é conduzido para
mais perto da origem pelas flutuagoes quanticas. Para a escolha dos parametros iniciais

no cutoff A = ped
G0~ 3.5u, m>=p* A3=pu, M =05 As=X=0, (6.56)

o sistema permanece na fase quebrada para todas as escalas. Isso também pode ser visto
do running dos acoplamentos mostrados na figura [6.4 O acoplamento Az diminui rapi-
damente quando se move do UV para o IV. Ao mesmo tempo os acoplamentos superiores
A5k € Agr adquirem valores diferentes de zero, embora permanecam pequenos no IV.
Resolvemos as equagoes de fluxo com 7, — 0. Claro, deve-se escolher a dimensao

anomala auto consistentemente. Mas desde que na escala k = p temos A3 = 0.0189 e
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Figura 6.3: Fluxo do minimo do potencial efetivo como fungao de t = log(t/u). Para
¢or =~ 3.5u (e os mesmos parametros como na figura o sistema permanece na fase

quebrada para todas as escalas k.

m? ~ 15.2, a primeira estimativa para a dimensao anémala é

R
M= 3om2 (14 m2)

-~ 1.6-107" (6.57)

e produz um pequeno valor no I'V. Assim, supor 7; — 0 é uma aproximagao muito boa.
De modo a induzir mudancas qualitativas mais dramaticas no fluxo do parametro nao-
minimo, consideramos outros conjuntos de parametros iniciais no UV. Para parametros
iniciais que podem ser integrados ao IV, nao observamos um forte running de . Assim
concluimos que a forma qualitativa do fluxo de & nao é muito sensivel aos parametros

niciais.
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Figura 6.4: Running do parametro nao-minimo &; e acoplamentos mj, Ay, . .

. )\6k (em

unidades de p) como fungoes de t = log(k/u). Os dados iniciais na escala cutoff k = A =

ped saom? = p*, Ay =05, \g=p, is=X=0e& =1/6.
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6.5 Consideracoes finais

Construimos e exploramos as equagoes do GFR para um campo escalar real no espago-
tempo curvo incluindo o parametro nao-minimo ¢ da interagao nao-minima entre campo
escalar e curvatura. As fungoes [ obtidas dentro do esquema simples de truncagem esco-
lhido reproduz varias caracteristicas do GR perturbativo padrao, incluindo as que
se pode provar como sendo as propriedades universais nao perturbativas do fluxo do GR.
Em primeiro lugar, as equagoes do GFR seguem a conhecida hierarquia da renormalizagao
no espago curvo, como descrito pelos pontos i) - iii) da Introdugao. Por outro lado, a
trajetéria do GFR para £ corresponde a equacao que € linear em &, exatamente como
deveria ser, tanto no nivel perturbativo quanto no nivel nao perturbativo. No caso sem
massa, a fun¢ao  para o parametro £ tem o ponto fixo conforme £ = 1/6, que é tipico
para o caso de I-loop [12]. Em nossa opinido, isso pode ser resultado da forma restrita da
nossa truncagem , porque correcoes em [oops mais elevados envolvem poténcias de
log(¢) em ambos os setores, potencial e cinético, que estao além da aproximagao dada.

O aspecto mais notavel do fluxo do GR para uma teoria massiva é o forte desacopla-
mento de sexta poténcia no IV. Como resultado, o running de todos os acoplamentos e
&, na verdade se estabilizam rapidamente quando varremos toda a escala compreendida
entre os cutoffs UV e IV. Concluimos que o running desejavelmente forte de £ nao pode
ser alcancado no ambito da teoria escalar. Ao mesmo tempo, existem possibilidades de se
obter tal efeito numa teoria mista com diferentes escalas de massa, especialmente através
de efeitos quanticos de particulas relativamente leves ou sem massa.

Uma extensao interessante do fluxo do GR na teoria com o parametro nao-minimo
esta relacionada a fase quebrada, quando pode-se também observar a renormalizagao da
funcao de onda e seus efeitos nas trajetorias do GR para os acoplamentos e &. Verificamos
que, independentemente da forma do fluxo do GR, a forma qualitativa do fluxo para &
permanece a mesma, no sentido que o efeito numérico da dependéncia da escala é bem
pequeno na teoria escalar. Uma das consequéncias é que a dependéncia da escala na parte
nao local da acao induzida da gravidade na teoria com quebra espontanea de simetria sera

também pequena. No entanto, como foi discutido em [17], qualquer forma de dependéncia
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da escala pode ter um impacto significativo no termo de constante cosmolégica induzido e
especialmente em suas extensoes nao locais. Portanto, o problema do running de £ do UV
ao IV merece estudos mais detalhados, especialmente em teorias mais gerais que envolvem

varias escalas em massa.



CAPITULO [

Conclusdes e perspectivas

Ao longo do desenvolvimento desta tese, foram obtidos diferentes resultados acerca
do uso do grupo de renormalizacao aplicado a diferentes modelos de gravitacao quantica.
Seguem abaixo, os resultados originais obtidos, bem como as possiveis perspectivas de

trabalho.
Referentes ao capitulo

1. Adicionamos o termo de Holst a teoria de Einstein-Cartan da gravidade com torcao.
Apresentamos uma derivacao simples do termo de Holst [49] em termos das com-
ponentes irredutiveis do tensor torcao. Com a presenca deste termo as interagoes
de contato entre a corrente vetorial e a corrente vetorial axial ganharam uma com-
ponente extra que viola a paridade da teoria. Essa é a violacao de paridade mais
simples possivel e portanto o parametro de Barbero-Immirzi pode ser visto como
uma extensao de um parametro extra nao-minimo que viola a paridade da agao de

Einstein-Cartan.

2. Escrevemos a acao classica da teoria nos limites off- e on-shell e posteriormente

calculamos as divergéncias a 1-loop com base na acao classica off-shell seguindo o

93
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esquema padrao [20]. Obtivemos a acao efetiva nos limites off- e on-shell. Escolhemos
usar a acao efetiva on-shell uma vez que este resultado nao depende do calibre
escolhido e logo nao possui ambiguidades nos valores dos parametros que descrevem

o comportamento da teoria.

Construimos a versao on-shell reduzida do grupo de renormalizacao pelo método da
subtragao minima. Usamos para tal a regularizagao dimensional e portanto foi ne-
cessario formular também os contratermos na versao on-shell em n dimensoes espaco-
temporais. Escrevemos a agao on-shell renormalizada e obtivemos as equagoes do
grupo de renormalizacao on-shell para a constante cosmologica A, para as correntes

externas J* e W# e para o parametro de Barbero-Immirzi ~.

A exploracao do comportamento assintotico das cargas efetivas da presente teoria
tornou-se analiticamente muito complicado e infelizmente nao fomos capazes de re-
solvé-lo numa maneira satisfatoria. A partir disso continuamos nossas consideragoes
com suposi¢oes mais simples a fim de se mostrar ao leitor a origem do problema. A
suposicao mais simples foi a de que todos os parametros da teoria tém um running
moderado. Com isso chegamos a uma equacgao para o grupo de renormalizacao que
¢é conhecida como equacao de Ricatti. Um calculo direto dessa equac¢ao nos mostrou
que nao ha raizes reais nao nulas e portanto a chance de se encontrar um ponto fixo

nao trivial (ndo Gaussiano) para essa teoria é muito pequena.

A parte mais interessante do nosso trabalho foi explorar o running do parametro
de Barbero-Immirzi finito, mas nao obtivemos resultados analiticos confiaveis, par-
timos entao para a analise numérica dos resultados o que nos mostrou que ha uma
dependéncia muito forte na escolha das condigoes iniciais. Nao houve uma mudanca
significativa dos resultados nem mesmo quando o running da constante cosmoldgica
A foi considerado. De onde concluimos que na presenca do parametro de Barbero-

Immirzi nao h& pontos fixos nao triviais.

O conjunto de equacoes que obtivemos aqui pode ser visto como uma aproximacao

nas baixas energias para o grupo de renormaliza¢ao da teoria com o limite UV tomado
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como completo, onde supostamente a teoria é renormalizavel. Um trabalho que pode
ser desenvolvido a fim de se tentar eliminar tais limitagoes e se obter resultados
mais gerais é realizar cédlculos quanticos de uma teoria mais completa acoplada a
férmions, por exemplo uma teoria com derivadas superiores no setor da métrica
e/ou com termos cinéticos para a torgdo, podem providenciar uma forma confidvel
das equagoes do grupo de renormalizacao na teoria com o parametro de Barbero-
Immirzi. As ferramentas técnicas desenvolvidas aqui serao certamente necessarias e

importantes para tal célculo.
Referentes ao capitulo

Uma vez que neste capitulo o que se fez foi um estudo de revisao explicito e detalhado
sobre o trabalho de Gorbar e Shapiro [36], ndo cabe aqui nenhuma conclusao. O que
fica deste capitulo é o trabalho que comecaremos a desenvolver em breve usando
o método do heat kernel 14 empregado. A ideia é aplicar esse método a um novo
modelo. O modelo escolhido é um campo tensorial massivo antissimétrico no espago

curvo [85]. O trabalho se encontra em desenvolvimento.
Referentes ao capitulo [6]

Construimos todas as equagoes e o formalismo do GFR para o espago-tempo curvo.
Estabelecemos o fluxo do GR no espago-tempo curvo no setor do campo escalar (em

particular derivamos uma equagao para o parametro nao-minimo) [97].

Fizemos a andlise numérica das equacoes de fluxo para o acoplamento nao-minimo
&, para a massa m e demais acoplamentos da teoria para verificar o running do
GR nao-perturbativo a I1-loop. Vimos que o resultado ¢ bem diferente do obtido
quando se usa o GR perturbativo, principalmente devido a presenca da massa. Aqui
as equagoes do GR (fungoes beta) dependem fortemente do running da massa do

campo envolvido. Essa investigacao foi feita variando-se a escala do UV até o IV.

Obtivemos um running suave para o acoplamento &, o que nao é o resultado de-

sejavel. Verificamos esse comportamento para diferentes escalas e valores iniciais e a
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mudanca nao foi significativa. Esperamos obter tal efeito num estudo mais completo
usando uma teoria mista com diferentes escalas de massa, especialmente através de
efeitos quanticos de particulas relativamente leves. Como o running de todos os
acoplamentos e £, na verdade se estabilizaram rapidamente quando varremos toda
a escala compreendida entre o cutoff UV e o cutoff IV, o aspecto mais notavel do
fluxo do GR para essa teoria foi o forte desacoplamento de sexta poténcia no IV.
Lembrando que o nosso interesse no running do parametro £ é devido ao fato de
este poder ter importantes implicacoes, como por exemplo para estudar a inflagao

de Higgs.

Estudamos o GFR na teoria de campo escalar com a fase quebrada. Isso nos permitiu
estudar a renormalizacao da fungao de onda e seus efeitos nas trajetérias do GR
para todos os acoplamentos, inclusive £. Novamente fizemos a analise numérica das
equacoes do GR e observamos que o sistema permanece na fase quebrada para todas
as escalas, o que pode ser visto diretamente do running dos acoplamentos. Mais uma
vez obtivemos um running suave para o parametro nao-minimo &, independente da
escala e dos valores iniciais fornecidos. Isso nos mostra que o problema do running
de £ do UV ao IV merece estudos mais detalhados, especialmente em teorias mais

gerais que envolvam vérias escalas em massa.

Uma sequéncia desse trabalho se encontra na fase final de desenvolvimento [110]. A
idéia nesse proximo trabalho, é seguindo a mesma abordagem, defini¢coes e metodo-
logia, estudar o fluxo do GFR e o running das constantes de acoplamento da parte

de vacuo da acao efetiva.
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