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Resumen

Hacemos uso de la correspondencia norma/gravedad para calcular la producción de
fotones y conductividad eléctrica de un plasma, de SYM con N = 4 en 3 + 1 dimensiones
en presencia de un campo magnético. Para ello construimos en el lado de gravedad una
solución numérica a las ecuaciones de Einstein-Maxwell, que cumplen con ser asintótica-
mente AdS5. El método empleado nos permitió considerar valores arbitrarios del campo
magnético y el ángulo entre este campo con el momento de los fotones. Encontramos que
la produción total de fotones es siempre mayor que la del caso en ausencia de campo mag-
nético, independientemente de la frecuencia de los fotones y su dirección de propagación.
Conforme mayor es el campo magnético, mayor es el brillo del plasma comprado con el
caso sin campo magnético. La conductividad en la dirección perpendicular al campo del
fondo prácticamente no se ve afectada por su presencia, a pesar de su intensidad, mien-
tras que la conductividad en la dirección del campo aumenta linealmente con él. Hacemos
notar que el efecto del campo magnético es distinguible de otro tipo de fuente que genere
la anisotropía como se puede ver al comparar nuestro trabajo con [1].
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CAPÍTULO 1
Introducción

El descubrimiento de la correspondencia AdS/CFT, representa una poderosa herra-
mienta en el estudio de teorías de campo fuertemente acopladas. En los últimos años ha
surgido un particular auge por emplear esta herramienta en el estudio de propiedades de
la fase de plasma, de estas teorías a temperatura distinta de cero. Varios de estos estudios
se han inspirado en la fenomenología de las colisiones de iones pesados ultra relativistas.
El análisis de datos de los grandes aceleradores de partículas como lo son el acelerador
relativista de iones pesados, RHIC [2, 3], y el gran acelerador de hadrones, LHC [4], han
enfatizado la importancia de desarrollar un modelo de acoplamiento fuerte que permita
estudiar la fenomenología de colisiones relativistas de iones pesados.

Este trabajo de investigación está inspirado en el estudio del plasma de quarks y gluones
(QGP) producido en RHIC o LHC, dicho plasma se dice que es ópticamente transparente,
ya que las interacciones electromagnéticas son mucho más débiles que las interacciones
fuertes. En esencia un sistema de hadrones debe de ser transparente para los fotones, dado
el limitado tamaño del plasma formado en estos aceleradores, los fotones aquí emitidos es-
caparán del plasma prácticamente sin ser interrumpidos [5], portando información directa
de las propiedades del plasma. Cuando un proceso ocurre en el rango en que el acopla-
miento gluónico es débil, la cromodinámica cuántica (QCD) nos proporciona una forma
de calcular esta producción. Contrario a ello, resultados de RHIC parecen indicar que el
plasma ahí creado no se comporta como un gas de quarks y gluones libres, sino como un
líquido fuertemente acoplado [6], en consecuencia el entendimiento de la producción de fo-
tones requiere cálculos no perturbativos, tales como los que la correspondencia AdS/CFT
promete ser capaz de estudiar.

Una forma de poner a prueba las capacidades de la correspondencia en el estudio del
QGP, radica en hallar cantidades que no dependan de métodos perturbativos, estudiarlas
vía la correspondencia AdS/CFT y compararlas con los resultados obtenidos experimen-
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8 Introducción

talmente. Un ejemplo de estas mediciones puede ser el aumento de la producción de fotones
directos reportados en [7], donde se presenta un conteo del número de fotones directos con
un momento transverso (pT ) dado, en el espectro de las colisiones Pb-Pb a

√
SNN = 2.76

TeV con datos tomados del experimento ALICE [7]. Otra medición interesante es [8] la
segunda componente de Fourier v2 (ver definición en [9] o [10]) de la anisotropía azimutal
con respecto al plano de reacción (la dirección del haz de iones con el vector del parámetro
de impacto definen el plano de reacción). Esta medida fue hecha a fotones directos con
momento transverso de 113 GeV/c en colisiones Au-Au a

√
SNN= 200 GeV en el detector

PHENIX de RHIC. En la región pT < 4 GeV/c dominada por fotones térmicos, encon-
traron un valor de v2, comparable con la de hadrones, y por encima de lo predicho por
cálculos para fotones térmicos.

El objetivo de este trabajo es, a través de la correspondencia norma/gravedad, estudiar
la producción de fotones en una teoría de campos en presencia de un campo magnético
intenso. Trabajos previos con objetivos similares son [11], donde -haciendo uso de la co-
rrespondencia AdS/CFT-, calculan por primera vez la producción de fotones, acoplándoles
a quarks sin masa en la representación adjunta. En [12,13] se introducen quarks sin masa
y masivos en la representación fundamental. La geometría usada en estos trabajos es espa-
cialmente isotrópica en las direcciones de la teoría de norma, sin embargo, en el QGP real
la presión a lo largo de la dirección del rayo y a lo largo de las direcciones transversales
son distintas en los momentos iniciales de la evolución del plasma [14,15], implicando que
el plasma sí hace distinción de una de sus coordenadas espaciales y por ende, para mejorar
su descripción se deba usar una geometría anisotrópica.

El cálculo de la produción de fotones en un plasma anisotrópico fuertemente acoplado
de quarks sin masa fue estudiado en [1] usando el dual gravitacional en supergravedad IIB
descubierto en [16, 17] para valores arbitrarios de la anisotropía en la dirección de propa-
gación de los fotones. Encajando branas con carga de sabor en el mismo fondo de [16,17],
estudiaron el caso del plasma anisotrópico con quarks masivos en [18], donde se consideró
a los fotones propagandose paralelos o perpendiculares a la dirección de la anisotropía.
En [18] un campo magnético fue introducido, se consideró la retroacción en el encaje de
las branas, pero no la retroacción del fondo. Sin embargo, la retroacción en la métrica del
fondo, de un campo magnético intenso como el que se cree es responsable del aumento
de la producción de fotones y la anisotropía v2, debe de ser considerada, conduciendo a
diferentes geometrías del dual a la teoría de campos en presencia de tal campo del fon-
do. En este trabajo hacemos uso del dual gravitacional encontrado en [19], y estudiamos
la producción de fotones en direcciones genéricas (con respecto a la dirección del campo
magnético). También calculamos la conductividad eléctrica, DC, y comparamos ésta con
la correspondiente del plasma en la misma temperatura pero en ausencia de campo mag-
nético.
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1.1. Correspondencia norma/gravedad 9

Aunque el plasma real presenta una evolución temporal, asumirlo estático se motiva
en el hecho que las escalas temporales son mucho más pequeñas que su escala de evolución
característica, la cual es alrededor de pocos fm/c [20].

La geometría de [19] goza de varias cualidades que lo hacen un candidato ideal para ser
un modelo de juguete, que a partir de primeros principios nos permite explorar los efectos
en observables físicas en presencia de un campo magnético de fondo. Éstas incluyen regula-
ridad en los campos fuera y en el horizonte, así como un comportamiento asintóticamente
AdS en la frontera.

La estructura de este trabajo es la siguiente: en el capítulo 1 presentamos los conceptos
básicos para entender como realizar, haciendo uso de la correspondencia norma/gravedad,
el cálculo de la producción de fotones. En los capítulos 2 y 3 realizamos los cálculos previos
a la producción de fotones en el lado de campos y en el de gravedad, respectivamente.
Finalmente en el capítulo 4 calculamos la producción de fotones así como la discusión
acerca de nuestros resultados.

1.1. Correspondencia norma/gravedad

En términos generales se le conoce como dualidad o correspondencia norma/gravedad
a una equivalencia entre una teoría conforme de campos en 4-dimensiones y ciertas teorías
gravitacionales asintóticamente anti-de Sitter en d+ 1-dimensiones. Es por ello que antes
de enunciarla, presentaremos en las siguientes secciones los conceptos de teoría de campos
y cuerdas necesarios para entender dicha correspondencia, así como entender su uso en el
cálculo de la producción de fotones. En particular en presencia de un campo magnético.

1.1.1. Conceptos básicos de la teoría de campos

La teoría cuántica de campos es un lenguaje matemático mediante el cual podemos
describir la física de las partículas elementales [21]. Siendo un campo una cantidad física
que puede tomar un valor distinto en cada punto del espacio, a cada instante del tiempo,
en este lenguaje las partículas son el resultado de pequeñas excitaciones de un campo
determinado, y es mediante las llamadas funciones de correlación que obtenemos la in-
formación física de la teoría. Si la teoría está débilmente acoplada es posible calcular las
funciones de correlación mediante técnicas perturbativas. La teoría que en este trabajo
nos interesa estudiar es la cromodinámica cuántica, o QCD por sus siglas en inglés, ésta
es una teoría que dependiendo de la escala energética puede estar fuertemente acoplada
haciendo inútil su estudio mediante expansiones perturbativas.
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10 Introducción

QCD es la teoría que describe las interacciones fuertes. Es una teoría de norma no
abeliana con grupo de norma SU(3) 1. Las partículas que actúan bajo esta interacción
son los llamados quarks y gluones. Los quarks son partículas fermiónicas que tienen carga
eléctrica y carga fuerte (que recibe el nombre de color). Estas partículas están descritas
por campos de Dirac de espín 1/2 y transforman en la representación fundamental de
SU(3). Los gluones en cambio portan carga de color, pero no eléctrica, son las partículas
mediadoras de la interacción fuerte, son bosones de norma sin masa, con espín 1 y trans-
forman en la representación adjunta de SU(3) (para una mayor descripción de esta teoría
ver por ejemplo [22]).

La acción de QCD está dada por la acción de Yang-Mills y la de Dirac:

SQCD =
∫

d4x
[

−1

4
GaµνG

µν
a + q̄ (iγµ∂µ −m) q − g (q̄γµTaq)G

a
µ

]

, (1.1.1)

donde q representa al campo de Dirac, Ta son los generadores del grupo de norma, Gaµ
son los campos de norma con a = 1, 2, ..., 8 y g es la constante de acoplamiento fuerte.
Dado que esta constante figura desde la acción de Yang-Mills, es habitual denotarla como
gYM. Resulta que en algunas teorías cuánticas de campos la constante de acoplamiento
depende de la escala energética µ, es decir, g = g(µ). Esta dependencia está codificada en
la función beta que en general para cualquier teoría está dada por:

β(g) = µ
dg

dµ
=
dg

d lnµ
, (1.1.2)

es decir, si una teoría es invariante de escala entonces su función beta deberá ser igual
a cero. Si la función beta es positiva, la constante de acoplamiento incrementaría con
la energía hasta que la teoría se vuelva fuertemente acoplada, y lo opuesto si la función
beta es negativa. Para el caso de una teoría de Yang-Mills arbitraria, con grupo de norma
SU(Nc) y Ns sabores, se obtiene que a un lazo

β(gYM) =
−g3

YM

16π2
β0 , (1.1.3)

con

β0 =
11

3
Nc −

2

3
Ns . (1.1.4)

En el caso de QCD Nc = 3 y Ns = 6, lo que implica que la función beta es negativa y por
ende, la constante de acoplamiento decrece con la energía. A este fenómeno se le llama
libertad asintótica y fue descubierta por David Gross, Frank Wilczek y David Politzer [23]
y [24]. Integrando dicha función encontramos que

αYM(µ) =
2π

β0 ln(µ/ΛQCD)
, (1.1.5)

1SU(Nc) es el grupo cuya representación matricial son matrices Nc × Nc unitarias con determinante
igual a 1.
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1.1. Correspondencia norma/gravedad 11

donde

αYM(µ) =
g2

YM

4π
. (1.1.6)

ΛQCD (200≈300 MeV) define una escala característica de la teoría por debajo de la cual
las interacciones se vuelven muy intensas a esa escala. La expansión perturbativa deja de
ser válida y experimentalmente nos impide observar de manera aislada a las partículas
elementales de la teoría. Lo que observamos entonces, son combinaciones neutras bajo la
fuerza fuerte que llamamos hadrones. Ante escalas de energía mayores a ΛQCD esperaría-
mos que el acoplamiento no sea lo suficientemente alto, como para inducir el confinamiento
y podamos encontrar a las partículas desconfinadas, a esta fase llamamos plasma de quarks
y gluones (QGP). Sin embargo, contrario a lo esperado, en los experimentos realizados en
los grandes aceleradores de partículas como lo son RHIC y CERN, el plasma ahí producido
resulta todavía estar fuertemente acoplado [6].

Hasta la fecha no tenemos un método analítico que explique mediante primeros prin-
cipios el comportamiento de QCD en el régimen no perturbativo, es decir, cuando está
fuertemente acoplado. Algunas propuestas han surgido, una de ellas son los cálculos en la
red, que son útiles para determinar propiedades estáticas pero no dinámicas. La correspon-
dencia norma/gravedad propone una herramienta de trabajo mediante la cual, podemos
estudiar teorías parecidas (primas) a QCD. Dichas teorías, además de por si mismas ser
interesantes de estudiar, también funcionan como modelos de juguete útiles para entender
el comportamiento de QCD. En este trabajo la prima que nos interesará estudiar se llama
Super-Yang-Mills N = 4 o también conocida como Yang-Mills máximamente supersimé-
trico. Y dedicaremos la siguiente sección a presentarla.

SYM con N = 4

La busqueda de un modelo de juguete para QCD tiene como objetivo encontrar una
teoría lo más parecida posible a QCD, en la cual podamos hacer una expansión perturba-
tiva confiable (en el acoplamiento fuerte). La primera propuesta es quitar los quarks, así
nos quedamos sólo con la teoría conocida como Yang-Mills. Para tener un parámetro sobre
el cual expandir perturbativamente, usamos la idea de t’Hooft que radica en suponer

Nc −→ ∞ con λ = g2
YM
Nc fija. (1.1.7)

Ésto implica que, aunque la constante de acoplamiento tienda a cero, la teoría no se
vuelve libre. Es decir, en el límite cuando Nc → ∞ la teoría presenta libertad asintótica
y confinamiento. Con la novedad de que 1/Nc actúa como un parámetro pequeño a partir
del cual podemos hacer una expansión para Nc ≫ 1 tal que SU(Nc) ≈ SU(∞)+O(1/N2

c ).

Haciendo una modificación más drástica llegamos a la prima de QCD que usaremos
en este trabajo, se trata de Super Yang-Mills con N = 4 o Yang-Mills máximamente

11



12 Introducción

supersimétrico (MSYM), con grupo de norma SU(Nc). Esta es una teoría de campo má-
ximamente supersimétrica con un campo de norma Aµ; seis campos escalares reales, sin
masa, ΦI , I = 1, ..., 6; y cuatro espinores de Weyl izquierdos sin masa Ψi. Todos transfor-
mando en la representación adjunta del grupo de norma SU(Nc) [25].

El hecho de que sea una teoría máximamente supersimétrica, se debe a que no es
posible agregar más supercargas sin involucrar a la gravedad (lo cual requiere que la su-
persimetría sea una transformación local en vez de global, y da lugar a las teorías como
supergravedad). Esta supersimetría relaciona todos los campos entre sí, de tal forma que
no se encuentran en la teoría divergencias UV, es decir, la teoría es finita. Por esta razón
al calcular la función beta de esta teoría, observamos que su constante de acoplamiento
gYM no corre con la energía, la teoría resulta ser invariante bajo reescalamiento incluso a
nivel cuántico.

Al tratarse de una teoría de campos relativista, tiene como simetría al grupo de Poin-
caré (El grupo de Lorentz y el grupo de translaciones). Dado que también las transfor-
maciones de escala o dilataciones son una simetría, MSYM es también invariante bajo las
transformaciones conformes especiales y por lo tanto es una teoría de campos conforme
(CFT) con grupo de simetría SO(4,2). Además posee una simetría interna global SU(4)
conocida como simetría R y una simetría discreta global conocida como dualidad S des-
crita por el grupo SL(2,Z) [26].

Ahora bien, recordemos que nuestra motivación para estudiar SYM con N = 4 es que
esta teoría funcione como un modelo de juguete para QCD sin embargo, a T = 0 podemos
enlistar algunas diferencias sustanciales entre ambas teorías en la tabla 1.1:

Tabla 1.1: Comparación entre QCD y MSYM ambas en Minkowski 3 + 1dimensional a T=0.

QCD MSYM

Asintóticamente libre µ ∂
∂µ
g2

YM
< 0. Conforme µ ∂

∂µ
g2

YM
= 0.

Confinada a bajas energías. Siempre es desconfinada.
No es una teoría super simétrica. Es máximamente super simétrica.
Nc=3. Nc →∞.
Tiene quarks. No tiene quarks.

Parece ser que SYM con N = 4 no resulta ser un buen modelo para entender QCD.
Sin embargo, podemos hacer una lista similar a la tabla 1.2 considerando ambas teorías a

12



1.1. Correspondencia norma/gravedad 13

temperatura finita, en partícular T > Tc
2.

Tabla 1.2: Comparación entre QCD y MSYM ambas en Minkowski 3 + 1dimensional a T > Tc.

QCD MSYM

Es desconfinada. Es desconfinada.
No es teoría conforme. Simetría conforme rota.
No es una teoría super simétrica. Tiene super simetría rota.
Es fuertemente acoplado a Tiene constante de acoplamiento
Tc < T < 2Tc. ajustable.

Observamos que a temperatura distinta de cero las similitudes entre las teorías aumen-
ta 3, permitiendo a MSYM ser un modelo de juguete para entender el QGP del mundo
real. Por otro lado la correspondencia norma/gravedad propone que podremos entender a
MSYM en términos de una teoría de cuerdas que vive en cierto espacio-tiempo curvo. Por
lo que la siguiente sección la dedicaremos a presentar los conceptos necesarios de la teoría
de cuerdas para entender la dualidad.

1.1.2. Conceptos básicos de la teoría de cuerdas

La teoría de cuerdas es una generalización a las teorías de campo que como ingredientes
básicos propone a pequeños objetos 1-dimensionales llamados cuerdas. El movimiento de
estas cuerdas en el espacio-tiempo describe una superficie bidimensional que llamamos hoja
de mundo. Esta teoría está caracterizada por la tensión de la cuerda Tc y una constante de
acoplamiento adimensional, gc, que controla la intensidad de las interacciones. La tensión
de la cuerda y el tamaño de la cuerda lc están relacionados de la forma

Tc =
1

2πα′
con α′ = l2c . (1.1.8)

Existen cuerdas cerradas y abiertas. Tratándose de una cuerda cerrada, su hoja de mundo
no tiene frontera. A modo de una generalización de la acción de una partícula relativista,
cuya acción es la longitud de su línea de mundo, para una cuerda postulamos entonces
que la acción sea el área de su hoja de mundo. Si parametrizamos esta hoja de mundo con
coordenadas locales σα con α = 0, 1 y tomamos xM las coordenadas del espacio-tiempo

2Cálculos hechos en la red sugieren que Tc ≈ 100MeV o 10 K [27].
3La función de partición térmica Z(β) = Tr(e−βĤ), se calcula en el formalismo de cuantización por

integral de trayectoria tomando al tiempo euclideano como un círculo de circunferencia β con condiciones
de frontera periódicas/antiperiódicas para campos bosónicos/fermiónicos. La supersimetría se rompe por
este trato distinto a bosones y fermiones.

13



14 Introducción

D-dimensional conM = 0, 1, ..., D−1, la trayectoria de la cuerda estará descrita al definir
xM como una función de σα. En términos de estas funciones, la métrica inducida en la
hoja de mundo tiene las componentes:

gαβ = ∂αx
M∂βx

NgMN, (1.1.9)

donde gMN es la métrica del espacio-tiempo. Entonces la acción de la cuerda está dada por

Sc = −Tc
∫

d2σ
√

−det g . (1.1.10)

A 1.1.10 se le conoce como la acción de Nambu-Goto. Para construir el espectro de la
cuerda, es decir, sus estados cuánticos, necesitamos cuantizar dicha acción. Este proceso
impone fuertes constricciones sobre el espacio-tiempo gMN, implicando que no todos los
espacio-tiempo permiten una propagación consistente de la cuerda. Por ejemplo, si estu-
diamos una teoría de cuerdas en un espacio-tiempo de Minkowski D-dimensional, para
que la teoría de cuerdas sea consistente, ésta sólo podrá existir si D=26, de lo contrario el
grupo de Lorentz se vuelve anómalo a un nivel cuántico y la teoría contendrá estados con
norma negativa.

Físicamente, los diferentes estados del espectro corresponden a los diferentes modos
de vibración de la cuerda. Desde el punto de vista del espacio-tiempo, cada una de estos
modos resultan tener las propiedades básicas (espín y masa) de un tipo específico de
partícula. El espectro típicamente contiene un número finito de modos no masivos y una
torre infinita de modos masivos de orden mc = l−1

c . Por ejemplo, el espectro en una teoría
de cuerdas cerradas sobre un fondo plano consta de una torre infinita de estados con masas
progresivamente más altas dadas por

m2 =
4

l2c
(n− a) , (1.1.11)

donde n = 0, 1, 2, ... y a es una constante .

Un punto crucial sobre las cuerdas cerradas es que uno de los modos no masivos co-
rresponde a una partícula de espín dos, es decir, el gravitón. Esta es la razón por la cual la
teoría de cuerdas es, en partícular, una teoría de gravedad cuántica. El gravitón describe
pequeñas fluctuaciones de la métrica del espacio-tiempo, implicando que el espacio-tiempo
fijo con el cual comenzamos es en realidad dinámico [10].

Podemos construir diferentes teorías de cuerdas al agregar grados de libertad a la hoja
de mundo de la cuerda. En este trabajo será de nuestro interés, una teoría supersimé-
trica llamada teoría de supercuerdas tipo IIB donde a = 0 (1.1.11), nueve dimensiones
espaciales y una temporal, D = 9 + 1. Los estados no masivos del espectro de esta teoría
son: el gravitón GMN, un escalar conocido como el dilatón Φ, un tensor de rango dos BMN

denominado campo de Kalb-Ramond, un campo escalar conocido como el axión χ, un

14



1.1. Correspondencia norma/gravedad 15

tensor antisimétrico de rango dos CMN, un tensor antisimétrico de rango cuatro CMNPR,
2 dilatinos, 2 gravitinos. Todos estos estados están relacionados entre sí a través de la
supersimetría N = 2 (2 supercargas Q de Majorana-Weyl, de aquí el nombre de tipo II).

Las interacciones se pueden introducir geométricamente postulando que cuerdas sepa-
radas se pueden unir y formar una sola cuerda, o a la inversa, una cuerda se puede dividir
y formar varias cuerdas. La amplitud de probabilidad de las interacciones está controlada
por la constante de acoplamiento de cuerda, gc, que a su vez, resulta estar relacionada con
el valor de fondo del campo del dilatón en infinito a través de

gc = eΦ∞. (1.1.12)

A bajas energías E ≪ l−1
c , uno puede utilizar una acción efectiva que sólo involucra a

los campos no masivos:
SIIB,ef = SSUGRA + Sα′ , (1.1.13)

donde SSUGRA resulta ser la acción que define a la teoría de campos conocida como super-
gravedad, SUGRA, tipo IIB en D = (9 + 1) dimensiones y en el marco de Einstein está
dada por:

SSUGRA E =
1

16πG

∫

dDx
√−g

(

R− 1

2
(∂Mφ)

2
E + ...

)

, (1.1.14)

donde R es el escalar de Ricci para el espacio-tiempo con D dimensiones y los puntos
suspensivos denotan los términos adicionales asociados al resto de los modos no masivos.
La acción que denotamos como Sα′ contiene una serie infinita de correcciones a los campos
de SUGRA, acompañados de potencias positivas de lc, es decir, que a bajas energías, la
teoría de cuerdas IIB se reduce a la supergravedad IIB.

Cada solución a las ecuaciones de movimiento de SIIB,ef (1.1.13) representa un fon-
do distinto, es decir, una asignación específica de valores esperados para cada uno de los
campos de la teoría. En estos términos, las cuerdas representan pequeñas fluctuaciones
alrededor de los valores promedio de los campos. Cuando la escala de distancia tiempo a
la cual varían los campos de fondo es grande comparada con el tamaño de la cuerda, la
contribución de Sα′ resulta ser despreciable y los fondos pueden estudiarse como soluciones
a las ecuaciones de movimiento de SSUGRA. Para hacer uso de la dualidad norma/gravedad
será de nuestro interés un tipo partícular de fondo conocido como p-branas negras. La
siguiente sección la dedicaremos a ahondar en este tipo de fondo.

p-brana negra

La teoría de cuerdas tiene una gran variedad de soluciones correspondientes a agujeros
negros extendidos. En esta sección estudiaremos la teoría de cuerdas IIB en (9 + 1)-
dimensiones y buscaremos una solución con agujero negro con carga eléctrica con respecto
a la (p + 1)-forma de Ramond-Ramond (RR) Cp+1 [28]. Para resolver las ecuaciones de

15



16 Introducción

movimiento de la teoría de cuerdas IIB en (9+1)-dimensiones. Resulta conveniente trabajar
en el llamado marco de cuerdas, por lo que la acción (1.1.14) queda dada por:

SSUGRA c =
1

(2π)7l8c

∫

d10x
√−g

(

e−2φ(R + 4(∇φ)2)− 2

(8− p)!F
2
p+2

)

. (1.1.15)

Para obtener soluciones correspondientes a una fuente R-R p-dimensional esféricamente
simétrica y localizada en el origen, la solución más general es

ds2 = eAdŝ2 + eBdyidy
i (1.1.16)

donde dŝ2 es una métrica en (p+1)-dimensiones con signatura lorentziana y yi son las (9−
p)-coordenadas restantes euclidianas. Asumimos también que la métrica es esféricamente
simétrica en las (8− p)-dimensiones con la fuente de la carga R-R en el origen:

∫

S8−p

∗Fp+2 = Nc , (1.1.17)

donde S8−p es la (8−p)-esfera que rodea la fuente. En [29] Horowitz y Strominger mostraron
que sustituyendo la métrica (1.1.16) en la acción (1.1.15), la familia de soluciones que
satisface las condiciones antes mencionadas tiene como métrica:

ds2 = − f+(ρ)
√

f−(ρ)
dt2 +

√

f−(ρ)
p
∑

i=1

dxidxi +
f−(ρ)−

1

2
− 5−p

7−p

f+(ρ)
dρ2 + r2f−(ρ)

1

2
− 5−p

7−pdΩ2
8−p ,

(1.1.18)
y las ecuaciones para el dilatón y la p + 1 forma están dados por:

e−2φ = gcf−(ρ)−
p−3

2 ,

C012...p = g−1
c

[

1− f−(ρ)−1
]

, (1.1.19)

donde

f±(ρ) = 1−
(

r±
ρ

)7−p

, (1.1.20)

con gc el valor asintótico de la constante de acoplamiento de cuerdas. Los parámetros r−
y r+ están relacionados con la masa M (por unidad de volumen) y la carga RR, Nc, de la
solución mediante:

M =
1

(7− p)(2π)7dpl8P l
((8− p)r7−p+ − r7−p− ) ,

Nc =
1

dpgcl
7−p
c

(r+r−)(7−p)/2 , (1.1.21)

donde lp = g1/4c lc es la longitud de Planck en 10 dimensiones y dp es un factor numérico

dp = 25−pπ
5−p

2 Γ

(

7− p
2

)

. (1.1.22)
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1.1. Correspondencia norma/gravedad 17

Podemos ver, que para p ≤ 6 la métrica tiene una singularidad en ρ = r− y un horizonte
en ρ = r+ (de ahí el adjetivo negro). Únicamente cuando r+ ≥ r− la solución corresponde
a una brana negra cargada [28].

De acuerdo con (1.1.21), para un valor fijo de Nc, la masa M es una función creciente
de r+. La condición r+ ≥ r− que evita singularidades desnudas, se traduce en una relación
entre la carga y la masa de la brana negra, dada por:

M ≥ Nc

(2π)pgcl
p+1
c

. (1.1.23)

Esto se conoce como la cota BPS, nos indica que portar una carga R-R dada, implica una
masa mínima. La solución que satura la cota se le llama brana negra extremal, en este
caso r+ = r−, obteniendo una configuración BPS, que resulta preservar la mitad de las
32 supersimetrías de la teoría IIB. Si ahora añadimos energía al sistema dejando fija su
carga, lo que obtenemos es lo que se conoce como una p-brana negra no extremal.

Para describir la geometría de la solución extremal fuera del horizonte, conviene definir
una nueva coordenada r que coloca el horizonte en el origen

r7−p = ρ7−p − r7−p+ , (1.1.24)

e introducir una coordenada ra = r θa donde a = 1, .,9 − p, y
∑

a(θ
a)2 = 1. Con esta

modificación la métrica resultante es:

ds2 =
1

√

H(r)

(

−dt2 +
p
∑

i=1

dxidxi
)

+
√

H(r)
9−p
∑

a=1

dradra (1.1.25)

y las ecuaciones para el dilatón y la p + 1 forma son:

eφ = gcH(r)
3−p

4 , C0,1,...,p = g−1
c (1−H(r)−1) , (1.1.26)

donde

H(r) =
1

f+(ρ)
= 1 +

r7−p+

r7−p
,

r7−p+ = dpgcNl
7−p
c . (1.1.27)

Esta métrica describe a un objeto solitónico que se extiende en p-dimensiones. En
particular nos interesará estudiar el caso cuando p = 3 en cuyo caso el fondo toma la
siguiente forma

ds2 = H−1/2
(

−dt2 + dx2
1 + dx2

2 + dx2
3

)

+H1/2
(

dr2 + r2dΩ2
5

)

, (1.1.28)

eφ = gc ,

C0123 = g−1
c (1−H(r)−1) , (1.1.29)
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18 Introducción

con H(r) = 1 + L4

r4
, donde L4 = 4πNcgcl

4
c .

Vemos que cerca del horizonte, cuando r ≪ L, podemos aproximar H(r) como H ≈
L4/r4 y la geometría se convierte en

ds2 =
r2

L2

(

−dt2 + dx2
1 + dx2

2 + dx2
3

)

+ L2

(

dr2

r2
+ dΩ2

5

)

,

es decir, la geometría generada por la D3-brana es AdS5 × S5. Anti-de Sitter, AdS, es un
espacio-tiempo maximamente simétrico con curvatura negativa.

Vemos entonces que lejos de las branas (r ≫ L) el espacio-tiempo es plano, Minkowski
10-dimensional y cerca de las branas (r ≪ L), en la “garganta”, la geometría es la de
AdS5 × S5.

Como veremos en la siguiente sección, la teoría de cuerdas incluye además de branas
negras otros tipos de branas, en partícular, sabemos que existen objetos p-dimensionales
que al ser aplicados en cantidad suficiente, son responsables de generar branas negras
extremales. Estos objetos son las llamadas D-branas (descubierto por Polchinski, Dai,
Leigh [30] y Horava [31]) y dedicaremos la siguiente sección a estudiar estos objetos.

Dp-branas

Una Dp-brana es un objeto extendido con p dimensiones espaciales donde se anclan los
extremos de las cuerdas abiertas [32]. Una Dp-brana traza un volumen de mundo (p+ 1)-
dimensional [10]. Se dice está eléctricamente cargada si se acopla con campos tensoriales
antisimétricos sin masa con (p + 1) índices [33] (En la teoría de supercuerdas IIB encon-
tramos en el sector R-R un tensor antisimétrico de rango 4 CMNPR que acopla con las
D3 branas). Cabe mencionar que en teoría de cuerdas no todos los objetos extendidos son
D-branas. Por ejemplo una cuerda es una 1-brana, porque esta es un objeto extendido con
una dimensión espacial, pero no son D1-branas. Branas con p dimensiones espaciales son
genéricamente llamadas p-branas [33].

Para estudiar las Dp-branas, dividiremos las coordenadas del espacio-tiempo en dos
grupos, el primero formado por las coordenadas tangentes al volumen de mundo de la
Dp-brana, estas son, el tiempo y p-coordenadas espaciales, xµ. El segundo, formado por
las restantes (9−p)-coordenadas normales a ésta, yi. Los extremos de las cuerdas abiertas
terminan en la D-brana, por lo que a lo largo de las coordenadas normales a ésta deben
satisfacer condiciones de frontera de Dirichlet (de ahí su nombre). Por otro lado, las pun-
tas se pueden mover sobre la brana así que a lo largo de las coordenadas tangentes a esta
deben satisfacer condiciones de frontera de Neumann.

18



1.1. Correspondencia norma/gravedad 19

El espectro de una la cuerda abierta consiste en un número finito de modos no masivos
y una torre infinita de modos con masa. Para una sola Dp-brana, el espectro no masivo
consiste en un campo de norma Abeliano Aµ(x) con µ = 0, 1, ..., p, 9 − p; 9 − p campos
escalares φi(x) con i = 1, ..., 9− p y sus super parejas. Ya que estos campos viven la Dp-
brana, dependen solamente de las coordenadas xµ que se extienden a lo largo del volumen
de mundo, pero no de las coordenadas transversales. Las 9 − p excitaciones escalares φi

describe fluctuaciones de la Dp-brana en las direcciones transversales yi, incluyendo de-
formaciones de la forma de la brana y movimientos lineales.

Recordemos que en el caso de cuerdas cerradas después de cuantizar el espectro re-
sultó, uno de los estados corresponde a fluctuaciones dinámicas del espacio-tiempo. Una
situación análoga ocurre en el caso de cuerdas abiertas que terminan en una Dp-brana.
Después de cuantizar, obtenemos que el espectro de la cuerda abierta puede ser identifi-
cado con las fluctuaciones de la Dp-brana.

Ahora bien, veamos lo que sucede si colocamos dos Dp-branas paralelas, separadas una
distancia r. Llamémoslas A y B. Existen 4 clases de cuerdas abiertas: las que tienen ambos
extremos en A, las que tienen ambos extremos en B, las que van de A a B y como las
cuerdas tienen orientación, son una clase distinta las que van de B a A. Se dice entonces
que este sistema tiene 4 sectores distintos de excitaciones. Cada una de las dos clases de
cuerdas cuyos extremos terminan en una misma brana, da origen (como lo mencionamos
en el párrafo anterior) a un vector de norma no masivo. Mientras que la clase de cuerda
que empieza en una brana y termina en otra, da origen, cada una a un campo vectorial
cuya masa esta dada por m = r/2πα′. Este campo se hace no masivo cuando hacemos
coincidir las branas, r = 0. En este caso tenemos 4 campos vectoriales no masivos, que
justamente corresponden a los campos de norma de un grupo de norma no abeliano U(2).
Similarmente encontramos que los 9−p campos escalares se convierten en matrices de 2×2,
que transforman en la representación adjunta del grupo de norma U(2). Análogamente en
el caso de Nc branas paralelas coincidentes, encontramos un multiplete U(Nc) de campos
de norma no Abelianos, con 9− p campos escalares que transforman en la representación
adjunta de U(Nc). La dinámica de estos modos a bajas energías, puede determinarse omi-
tiendo los modos masivos de cuerdas abiertas, resultando estar gobernada por una teoría
de norma no Abeliana [34].

Para ser más específicos, consideremos Nc D3-branas en la teoría de cuerdas IIB en un
espacio plano 10-dimensional de Minkowski. La teoría de cuerdas en este fondo contiene dos
tipos de excitaciones perturbativas, cuerdas cerradas y abiertas. Las cuerdas cerradas son
las excitaciones del espacio vacío y las cuerdas abiertas terminan en lasD-branas, describen
excitaciones de estas [28]. Si sólo consideramos el sistema a bajas energías, energías por
debajo de la escala de cuerdas 1/lc, entonces sólo lo estados no masivos de cuerdas pueden
ser excitados y podemos escribir un Lagrangiano efectivo que describa sus interacciones.
Los estados de cuerdas cerradas sin masa dan un supermultiplete de gravedad en diez

19



20 Introducción

dimensiones, y su Lagrangiano efectivo es el de supergravedad tipo IIB. El espectro no
masivo de la cuerda abierta consiste en un campo de norma Aµ, seis campos escalares φi,
i = 1, ..., 6 y cuatro fermiones de Weyl, todos ellos en la representación adjunta de U(Nc)
y pueden escribirse como matrices Nc ×Nc. A bajas energías la acción efectiva para estos
modos resulta ser precisamente [34] la de Super Yang Mills con N = 4 con grupo de norma
U(Nc) en (3 + 1)-dimensiones [35, 36] cuya constante de acoplamiento esta dada por

g2
YM

= 4πgc. (1.1.30)

Habiendo presentado la teoría de SYM con N = 4, la brana negra y el sistema de Nc

Dp-branas apiladas, estamos listos para en la siguiente sección motivar la correspondencia
AdS/CFT.

1.1.3. Correspondencia AdS/CFT

En las dos secciones anteriores estudiamos dos objetos solitónicos de la teoría de cuer-
das. Las excitaciones de ambos sistemas están descritos a nivel perturbativo por cuerdas.
En [37] se muestra que cuando la pila de Nc Dp-branas no está excitada, tiene exactamente
la misma masa y carga que la p-brana negra extremal, sugiriéndonos que estos dos sistemas
han de ser equivalentes. Ahora bien, notemos que la p-brana negra con radio de curvatura
L7−p = cpgcNcl

7−p
c es una solución confiable de SUGRA siempre y cuando gcNc ≫ 1 y

la constante gce
φNc ≪ 1. En el sistema de Nc D-branas apiladas, este mismo parámetro

controla la expansión perturbativa de las cuerdas abiertas y la emisión de cuerdas cerra-
das, así que podemos hacer una expansión perturbativa siempre y cuando gcNc ≪ 1. Se
concluye entonces que la brana negra extremal y la pila de Nc branas en el fondo plano, son
dos descripciones alternativas del mismo sistema físico, válidas en régimenes mutuamen-
te excluyentes (ver figura 1.1). Parecería esto indicar que hemos obtenido una dualidad.
Pero al tratarse de una equivalencia entre dos sistemas en régimenes excluyentes, aún no
podemos decir que esto es una dualidad.

Para obtener una dualidad, el punto clave es suponer que si bien los régimenes pertur-
bativos son mutuamente excluyentes, las dos teorías existen para cualquier valor de gcNc,
y es esta la razón por la cual podemos hablar de una dualidad. Si hacemos esta extensión
obtendremos ahora sí una dualidad a nivel de cuerdas (ver figura 1.2). En favor de esta
deducción se mostró [38] que ambas descripciones conducen al mismo resultado para las
amplitudes de dispersión de cuerdas cerradas a bajas energías y en el caso de p = 3 [39],
para la amplitud de absorción de cuerdas cerradas entre otras propiedades.

La dualidad anterior es el punto de partida para enunciar, o motivar la correspondencia
que formuló Maldacena. Tomando el límite de bajas energías en ambos dominios donde
cada uno de los sistemas es confiable, es decir, E ≪ 1/lc para el sistema de D3 branas
en el espacio plano y E ≪ 1/L para la D3-brana negra, sucede que ambos sistemas se
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Nc Dp branas
p brana negra

extremal 

gcNc << 1 gcNc >> 1
1

gc Nc 

(con gc<<1)  

Figura 1.1: Equivalencia entre el sistema de Nc Dp branas y de la p brana negra extremal en régimenes
mutuamente excluyentes.

Figura 1.2: Equivalencia entre sistemas

desacoplan de la forma que explicaremos a continuación.

Cuando estudiamos la brana negra extremal encontramos en la ecuación (1.1.28) que el
término gtt no es constante, es decir, la energía Ep de un objeto medido por un observador
en una posición r fija, se relaciona con la energía E medida por un observador desde el
infinito mediante un factor de corrimiento al rojo dado por:

E = H−1/4Ep . (1.1.31)

Esto significa que si traemos un objeto cada vez más cerca de r = 0 éste parecería
tener menos y menos energía para el observador que está en infinito. Ahora bien, al tomar
el límite de bajas energías, en el fondo descrito en (1.1.28) notamos que hay dos clases
de excitaciones (desde el punto de vista del observador en infinito), las correspondientes
a partículas sin masa propagándose en el fondo con longitudes de onda que se hacen cada
vez más grandes, o cualquier tipo de excitación cercanas a r = 0. En el límite de bajas
energías estos dos tipos de excitaciones se desacoplan. Se entiende que las del primer tipo
adquieren longitudes de onda mucho mayores que el radio de la brana. Similarmente las
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excitaciones que viven cerca de r=0, no tendrían la energía necesaria para superar el po-
tencial gravitacional y escapar a la región asintóticamente plana. Estas son las dos partes
en que se desacopla el sistema de la brana negra: una es el fondo de supergravedad libre
en el espacio de Minkowski 10-dimensional y el segundo es la parte cercana al horizonte
correspondiente a la teoría de cuerdas tipo IIB (ver figura 1.3).

Figura 1.3: El sistema correspondiente a la brana negra se desacopla en: el fondo de supergravedad libre
en el espacio de Minkowski 10-dimensional y en la teoría de cuerdas tipo IIB.

Cuando estudiamos la pila de D-branas en el límite de bajas energías, las cuerdas ce-
rradas de IIB en el fondo plano 10-dimensional se reducen a los modos de SUGRA IIB
libres (la gravedad es no renormalizable: fuertemente acoplada a altas energías y débilmen-
te acoplada a bajas energías), y las cuerdas abiertas sobre las D3-branas se reducen a los
modos no masivos, descritos por SYM con N = 4 propagandose en las 3+1 dimensiones
de la brana (ver figura 1.4).

Figura 1.4: D-branas en espacio plano se desacopla en: SUGRA libre en Minkowski 9+1 y MSYM SU(Nc)
en Minkowski 3+1.

Notamos entonces que en cada sistema tenemos dos teorías desacopladas en el límite
de bajas energías y en ambos casos una de ellas es la teoría de supergravedad en espacio
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1.1. Correspondencia norma/gravedad 23

plano. Entonces es natural identificar como una teoría equivalente a las otras dos que
aparecen en cada uno de los sistemas [28]. Este es el argumento que nos motiva a postular
la conjetura: La teoría N = 4 SU(N

c
) 4 super Yang-Mills en 3+1 dimensiones, es equi-

valente (o dual) a la teoría de supercuerdas tipo IIB en AdS5 × S5 [41].

La deducción de la correspondencia se obtuvo a partir de la aproximación a ultrabajas
energías E ≪ 1/lc, 1/L, pero en los límites E lc, E L → 0 el enunciado se vuelve exacto.
Si consideramos el límite de Maldacena lc → 0 manteniendo gcNc fijo y L→ 0 resulta que
E puede tomar energías arbitrarias en MSYM sin implicar que regresemos al sistema de
la D3 brana+SUGRA, o equivalentemente en la geometría de AdS5 tomar un r ≫ L sin
que ello implique regresar a la región asintóticamente plana (ver figura 1.5).

SUGRA libre en

Minkowski 9+1
r

AdS5

S5

S5

R3

r

r

x

x

SuperCuerdas 

tipo IIB

SUGRA libre en

Minkowski 9+1

MSYM SU(N) en 

Minkowski 3+1 

E<<1/lc, 1/L  

Figura 1.5: Deducción heurística de la correspondencia AdS/CFT.

Finalmente, en el acuerdo de que la física de MSYM es dual a la teoría de cuerdas IIB,
incluyendo excitaciones con energía arbitrariamente grandes, en la teoría gravitacional
además de considerar a la geometría AdS5 × S5 que obtuvimos a partir de la D3-brana
extremal, podemos también considerar deformaciones arbitrariamente grandes de ella. Lo
único que no podemos cambiar es el hecho de que el fondo en r infinito debe tender a
AdS5 × S5, pues modificar esto requeriría energía infinita. Por ello los fondos con lo que
trabajaremos deben cumplir con la condición de ser asintóticamente AdS5 × S5.

4U(Nc) = U(1)×SU(Nc)
ZN

. El supermultiplete vectorial U(1) incluye seis escalares que se reacionan con el
centro de masas de las Nc-branas [40]. Entonces la diferencia entre trabajar con MSYM U(Nc) ó SU(Nc)
es incluir o dejar fuera a los grados de libertad correspondientes al centro de masas.
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Temperatura finita

En la sección 1.1.1 vimos que SYM con N = 4 a temperatura finita es un modelo
de juguete apropiado para estudiar a QCD en la fase de altas temperaturas. Ya que el
enunciado de la correspondencia fue hecho para una teoría de norma a temperatura igual a
cero, nos gustaría ahora conocer el dual correspondiente a SYM con N = 4 a temperatura
finita en el lado de gravedad. En el lado de la teoría de norma, introducir una temperatura,
T, significa añadir energía al sistema sin modificar otros números cuánticos, de forma que
la teoría no se modifica, pero el estado particular es diferente. Para lograr esto utilizando la
correspondencia AdS/CFT, necesitamos regresar nuevamente al sistema de Nc D3-branas,
como solución solitónica a las ecuaciones de super gravedad. En la dedución original de
la dualidad se consideró el caso de la 3-brana negra extremal, M = N/(2π)3gcl

4
c , notemos

que si se pone más energía al sistema dejando fija su carga lo que obtenemos es una D3-
brana negra no extremal. Nuevamente podemos tomar el límite de Maldacena de dicho
sistema y deducimos así que el dual gravitacional del sistema SYM N = 4 a temperatura
finita corresponde [42, 43] a la solución de brana negra no extremal [29]. Cuya geometría
(AdS-Schwarschild)5 × S5 está dada por la métrica

ds2 =
1√
H

(

−h dt2 + dx2
1 + dx2

2 + dx2
3

)

+

√
H

h

(

dr2 + L2dΩ2
5

)

,

H =
L4

r4
,

h = 1− r
4
h

r4
. (1.1.32)

Esta métrica representa una brana negra en el espacio AdS con horizonte localizado en
r = rh que se extiende en las tres direcciones espaciales de la brana original.

La temperatura de Hawking de la brana negra se puede calcular vía el método están-
dar [44], pidiendo que la métrica Euclideana obtenida al reemplazar t por −itE en 1.1.32 ,
(tE el tiempo euclideano) sea regular en rh. Esto requiere que tE este identificado con un
periodo β dado por β = 1

T
= π
rh

. La temperatura T esta identificada con la temperatura
de la teoría de super Yang Mills en la frontera.

1.1.4. El diccionario

En la sección 1.1.3 presentamos una deducción heurística de la dualidad, ésta nos afir-
ma que dos teorías aparentemente muy distintas, son en efecto equivalentes. Para utilizar
dicha equivalencia se ha desarrollado un diccionario que traduce elementos de una teoría
a elementos de la otra. Conocemos ya las entradas de este diccionario que se refieren a los
parámetros de ambas teorías:
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1.1. Correspondencia norma/gravedad 25

El parámetro Nc aparece en el lado de la teoría de cuerdas como el número de
unidades de la carga R-R en la D3-brana y en el lado de la teoría de norma como el
rango Nc del grupo de norma SU(Nc).

La constante de acoplamiento g2
YM

= 4πgc ≡ 4πeΦ|z=0 ver (1.1.30) y (1.1.12).

El acoplamiento de ’t hooft λ = g2
YM
Nc = 4πgcNc = L4

l4c
≡ L4

α′2
ver (1.1.7) y (1.1.30).

Como primera prueba a favor de la correspondencia, ambas teorías tienen las mismas
simetrías globales. Ahora bien, antes de describir algunas de las entradas del diccionario,
notemos que éste involucra dos teorías con diferente número de dimensiones, debemos
por lo tanto averiguar como se mapean las coordenadas espacio-temporales. Resulta que
las coordenadas xµ de la geometría AdS5 coinciden con las coordenadas Xµ de MSYM,
las cinco coordenadas en la S5 de cuerdas tipo IIB, corresponden en MSYM a grados de
libertad para el espacio interno sobre el cual actúa SU(4), mientras que la coordenada
radial, r, en la geometría AdS5 corresponde a una escala de energía en MSYM, es decir,
un corte en r constante contiene información de lo que ocurre en la teoría de campos a
una determinada escala de energía.

En ocasiones nos convendrá reescribir la métrica (1.1.30) usando una coordenada radial
z = L2/r de modo que la frontera de AdS esté en z = 0

ds2 =
L2

z2
(ηµνdx

µdxν + dz2 + z2dΩ2
5) . (1.1.33)

Por otro lado el principio holográfico dice que una teoría de gravedad cuántica en una
región del espacio debe de ser descrita por una teoría no gravitacional que vive en la
frontera de esa región [45,46]. En nuestro caso esta teoría no gravitacional es la de campos
que vive en el corte de z = 0 ó r →∞, la frontera del espacio-tiempo. Si bien esta es una
forma de visualizarlo, debemos aclarar que MSYM vive en un espacio aparte, que contiene
información de todo el interior (el bulto) de AdS5. Debido al factor de deformación L2/z2

en (1.1.33), la escala de energía y longitud a lo largo de las direcciones de Minkowski en
AdS, están relacionadas en la teoría de norma mediante un reescalamiento dependiente de
z. Si consideramos un objeto con energía EYM y tamaño dYM en la teoría de norma, vemos
entonces que la correspondiente energía propia E y tamaño propio d en el bulto son:

d =
R

z
dYM ,

E =
z

R
EYM . (1.1.34)

Vemos que un proceso físico en el bulto con la misma energía propia, pero ocurriendo
a diferentes posiciones radiales corresponde a dos procesos distintos en la teoría de norma
con energía que escala como EYM ∼ 1/z, es decir, un proceso con energía característica
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26 Introducción

EYM está asociado a un proceso en el bulto localizado en z ∼ 1/EYM. En partícular el límite
de altas energías (UV) EYM →∞ corresponde a z → 0, (en la región cercana a la frontera)
mientras que el límite de bajas energías (IR) EYM → 0 corresponde a z →∞ (en la región
cercana al horizonte). Por lo que aunque será usual decir que la teoría de campos vive en
la frontera de AdS5, ésta describe la física que hay en todo el bulto. Diferentes regiones
del espacio AdS5 que estén a diferentes cortes en la coordenada radial, corresponden a la
teoría de campos a distintas escalas de energía.

Campos/operadores

Consideremos ahora el mapeo entre el espectro de ambas teorías. Para motivar la idea
principal, recordemos que de (1.1.30) sabemos que la constante de acoplamiento de MSYM
está relacionada con la constante de acoplamiento de cuerdas, que a su vez está en términos
del dilatón (1.1.12). Esto sugiere que deformar la teoría de norma a través de cambiar el
valor de la constante de acoplamiento, corresponde a cambiar el valor en la frontera de un
campo del bulto. En general podemos escribir la acción de la teoría de norma deformada
como:

S → S +
∫

d4xφ0(~x)O(~x) , (1.1.35)

donde O(~x) es un operador invariante de norma local y φ0(~x) es un acoplamiento que lla-
maremos la fuente. El ejemplo anterior sugiere que para cada fuente φ0(~x) asociada a un
operador invariante de norma O(~x) debe de corresponderle, en el bulto, un campo φ(~x, z)
tal que en la frontera de AdS cumpla con la siguiente relación

φ0(~x) = φ(~x, z)|z=0 . (1.1.36)

De forma más precisa y tal como fue argumentado en [47] y [48] es natural proponer
que las funciones de partición euclideanas de ambas teorías están dadas por

ZCFT [φ0] = Zcuerdas[φ(~x, z)|z=0] , (1.1.37)

donde el lado izquierdo es la función generatriz de la función de correlación en el lado de la
teoría de campos, es decir, φ0 es una función arbitraria (la fuente) y podemos calcular la
función de correlación de O, haciendo derivadas funcionales con respecto a φ0 e imponiendo
que su valor sea nulo en la frontera. En el lado derecho de la ecuación tenemos la función
de partición en la teoría de cuerdas con el valor del campo φ evaluado en la frontera de AdS.

Este mapeo uno a uno entre los campos del bulto en AdS y operadores invariante
de norma locales, en la teoría de campos, es conocido como la correspondencia cam-
po/operador [10]. El campo y el operador deben tener los mismos números cuánticos bajo
las simetrías globales de la teoría. Aunque hasta la fecha no tenemos una receta para
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1.1. Correspondencia norma/gravedad 27

identificar los campos duales a un operador dado, conocemos una condición adicional para
un conjunto importante de operadores de cualquier teoría de norma, y esta es que estos
operadores son las corrientes conservadas que corresponden a simetrías globales.

Un ejemplo importante de corrientes conservadas en cualquier teoría que tenga inva-
riancia traslacional son las contenidas en el tensor de energía momento T µν . La fuente
gµν(x) acoplada con T µν de la forma:

∫

d4x gµν(x)T
µν(x) , (1.1.38)

se interpreta como una deformación externa de la métrica del espacio-tiempo. De acuerdo
con (1.1.36) podemos asociarla con el valor en la frontera de la métrica gµν(x, z) en el
bulto. Esto conduce a la importante conclusión de que el dual a una teoría de norma
invariante bajo traslaciones, en la que el tensor de energía momento se conserva, debe
involucrar gravedad dinámica.

1.1.5. Funciones de dos puntos

Una vez establecida la correspondencia entre campos y operadores, nos interesará sa-
ber como calcular funciones de correlación (correladores) retardados en tiempo real. Antes
de seguir notemos que utilizando una signatura Lorentziana no podemos recurrir a las
derivadas funcionales respecto a las fuentes que describimos en la sección anterior, ya que
existen dos complicaciones inmediatas a dicho procedimiento. Primero, un agujero negro
en un espacio-tiempo Lorentziano contiene un horizonte de eventos, haciendo necesaria la
imposición de condiciones de frontera apropiadas al resolver la ecuación clásica de movi-
miento para φ. Segundo, dado que las funciones de partición están definidas en términos
de integrales de trayectoria, las funciones de correlación deben de estar temporalmente
ordenadas.

En principio uno podría evitar hacer una formulación en Lorentziana de la correspon-
dencia norma/gravedad, trabajando en una versión euclideana y usando propiedades de
las funciones de Green para encontrar propagadores en tiempo real. Sin embargo, en la
práctica no es tan sencillo por lo que en [49] y [50] desarrollaron un método para calcular
funciones de correlación retardado de dos puntos en una signatura lorentziana.

En esta sección resumiremos la receta [49,50]. Para ello tengamos en mente la ecuación
(1.1.37) en la frontera en el espacio euclidiano podemos aproximar la función de partición
de cuerdas como

Zcuerdas = e−SSUGRA[φ(~x,z)|z=0)] , (1.1.39)

donde SSUGRA es la acción de super gravedad evaluada en AdS5 × S5. Se puede mostrar
que el cálculo de la función de dos puntos la podemos reducir a los siguientes tres pasos
(donde por simplicidad diremos que la frontera esta en r = rf):
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28 Introducción

1. De la acción en la teoría de cuerdas para φ extraemos la función, M(r), que es la
función multiplicando al término cinético (∂rφ)

2

S =
1

2

∫

du d4xM(r)(∂rφ)
2 + ... (1.1.40)

2. Despueś de resolver la ecuación linealizada para φ, expresamos el campo en el bulto
a través de su valor en la frontera φf

φ(r, k) = fk(r)φf(k) , (1.1.41)

donde trabajamos en el espacio de momento. Por definición fk(r) es igual a 1 en
r = rf

3. La función de Green es

GE(k) = −M(r)f−k(r)∂rfk(r)|r→rf . (1.1.42)

Podemos ver como estos tres pasos funcionan recordando que la acción clásica (1.1.40),
para soluciones clásicas, se reduce al término en la frontera ∼Mφφ′ . Notemos que toman-
do el límite r → rf en (1.1.42) uno debe eliminar los términos de contacto.

Ahora calcularemos funciones de correlación retardada de dos puntos en una signatura
lorentziana a partir de pasos análogos a los anteriores.

1. Análogo al caso euclideano, debemos encontrar la función M(r) .

2. En el espacio de Minkowski uno debe dar además de la condición en la frontera,
una condición en el horizonte. Vamos a imponer la condición de onda entrante (ya
que en el horizonte solo podrán ser absorbidas y no emitidas las ondas) para todas
las componentes de Fourier φk con k tipo tiempo y para k′s tipo espacio pediremos
regularidad en el horizonte.

3. La función retardada térmica de Green es

GR
E

(k) =M(r)f−k(r)∂rfk(r)|r→rf . (1.1.43)

Eligiendo la condición de onda saliente en el horizonte, uno obtiene la función de
Green avanzada. El signo en la ecuación anterior corresponde a la convención estándar de
funciones de Green retardada o avanzada:

GR(k) = −i
∫

d4xe−ik·xθ(t)〈[Ô(x), Ô(0)]〉,

GA(k) = i
∫

d4xe−ik·xθ(−t)〈[Ô(x), Ô(0)]〉. (1.1.44)

En [49] verifican que la receta aquí dada funciona para varios casos de la función de Green
retardada.
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CAPÍTULO 2
Cálculos en el lado de la teoría de
norma

En el capítulo anterior hemos presentado los fundamentos teóricos necesarios, que nos
permitirá en los siguientes capítulos entender como mediante la dualidad norma/gravedad,
podemos calcular la producción de fotones en un plasma fuertemente acoplado en presencia
de un campo magnético. En este capítulo explicamos los ingredientes necesarios corres-
pondientes al lado de la teoría de campos para dicho cálcuo. Sin perdida de generalidad,
para simplificar los cálculos supondremos que este campo apunta en la dirección z. La
teoría de norma en la cual trabajaremos será Super-Yang-Mills (SYM) con N = 4 en 3+1
dimensiones. El grupo de norma es SU(Nc) para Nc y constante de acoplamiento de ’t
Hooft λ = g2

YM
Nc grande.

Como mencionamos en la sección 1.1.1 los campos de materia de esta teoría transfor-
man en la representación adjunta del grupo de norma y son no masivos. A pesar de ello,
en este trabajo, haremos un abuso del lenguaje y nos referiremos a ellos como quarks.

Para modelar interacciones electromagnéticas, introduciremos un campo dinámico de
norma abeliano que se acopla con los campos con carga electromagnética e2. La teoría
resultante debe de ser construida añadiendo un término cinético para el fotón y reempla-
zando la derivada covariante de SU(Nc), Dµ, por Dµ = ∂µ − ieAµ cuando actúa sobre los
campos, con µ = 0, ..., d. La teoría de norma que obtenemos es SU(Nc)×U(1) con acción:

S = SSU(Nc) −
1

4

∫

d4x(F 2
µν − 4eAµJEM

µ ), (2.0.1)

donde Fµν = ∂µAν − ∂νAµ es la intensidad de campo y la corriente electromagnética JEM

µ

que puede elegirse como:

JEM

µ = Ψ̄γµΨ +
i

2
Φ∗(DµΦ)− i

2
(DµΦ)∗Φ, (2.0.2)

29



30 Cálculos en el lado de la teoría de norma

con suma de índices de sabor implícita, invariante bajo el generador t3 ≡ diag(1
2
,−1

2
, 0, 0)

de la simetría R.

El estudio de la producción de fotones (como veremos en esta sección) requiere calcular
la función de dos puntos (2.0.5) en la teoría SU(Nc) × U(1)EM cuyo dual en el lado de
gravedad desconocemos. Sin embargo, en [11] se argumenta que para calcular la función
de correlación de dos puntos de la corriente electromagnética (2.0.2) a orden dominante
en la constante de acoplamiento elecromagnética, αEM ∼ e2, basta con considerar la teoría
SU(Nc), cuyo dual en presencia de un campo magnético constante (como requeriremos en
este trabajo) fue estudiado en [19].

La observación de [11] radica en que los términos proporcionales al campo del fotón en
la corriente (2.0.2), generan contribuciones de orden superior a e en el término de interac-
ción de la acción (∼ AµJEM

µ ) y con ello en el correlador, por lo tanto serán despreciables a
orden dominante en e. Con los términos remanentes en la corriente, el correlador se puede
calcular en la teoría SU(Nc), ya que nuevamente los efectos de incluir un fotón dinámico
a orden dominante vuelven a ser despreciables. Nuestro cálculo será a orden dominante en
e, pero exacto en la teoría SU(Nc). En diagramas, esto significa que no hay campos del
fotón presentes en la parte sombreada de la figura 2.1.

Figura 2.1: Diagramas que contribuyen a la función de dos puntos de las corrientes electromagnéticas.
Las líneas externas, onduladas, corresponden a fotones con momento k. A orden dominante
en e, sólo los campos SU(Nc) corren en los lazos representados en las áreas sombreadas.

En equilibrio térmico, la razón diferencial de emisión de fotones por unidad de tiempo
y de volumen a orden dominante en e está dado por [51]:

dΓ

dd~k
=

e2

(2π)d2 | ~k |
nB(k0)

d−1
∑

s=1

ǫµ(s)(
~k)ǫν(s)(

~k)χµν(k)

∣

∣

∣

∣

k0=~k
, (2.0.3)

donde k = (k0, ~k) es el momento nulo del fotón,
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χµν(k) = −2 Im GRµν(k) (2.0.4)

es la densidad espectral,

GRµν(k) = −i
∫

dd+1xe−ik·xΘ(x0)〈[JEM

µ (x), JEM

ν (0)]〉 (2.0.5)

es el correlador retardado de dos corrientes electromagnéticas y nB(k0) = 1

ek0/T−1
es la

distribución estándar de Bose-Einstein.

Cada término de la suma en la ecuación (2.0.3) se refiere a el número de fotones emiti-
dos con vector de polarización ~ǫs. Estos vectores son mutuamente ortogonales y ortogonales
a ~k. Dado que no hay una dirección preferencial en el plano xy, podemos elegir sin perdida
de generalidad (con el fin de simplificar los cálculos) que el momento del fotón yace en
el plano xz formando un ángulo ϑ con la dirección z dejando así nula la componente del
momento del fotón ky (ver figura 2.2).

Figura 2.2: Vectores de polarización y momento del fotón.

En la siguiente sección presentaremos el cálculo correspondiente al lado de gravedad.
Para ello usaremos y describiremos la métrica [19]. Sin embargo, en esta sección es impor-
tante adelantar que dicha métrica asintóticamente es de la forma

ds2r→∞ = r2[−C1dt
2 + C2 (dx2 + dy2) + C3dz

2] +
dr2

C1 r2
, (2.0.6)

es decir, salvo constantes cumple con ser una métrica asintóticamente AdS y le asigna a
la teoría de norma (TN) un elemento de línea de la forma:

ds2TN = −C1dt
2 + C2(dx

2 + dy2) + C3dz
2, (2.0.7)
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32 Cálculos en el lado de la teoría de norma

que es la métrica de Minkowski con un reescalamiento de las coordenadas. Aunque és-
te no tendrá consecuencia en las expresiones finales, nos convendrá conocer los factores
C1, C2, C3 y mantener la pista de la naturaleza de los diversos índices, ya sean covariantes
o contravariantes, aún en expresiones donde esta distinción podía parecer irrelevante.

Bajo la condición de que el 4-momento del fotón sea nulo, definimos sus componentes
covariantes como:

kµ = k0(
√

C1,
√

C2 sin ϑ, 0,
√

C3 cosϑ) . (2.0.8)

Y similarmente para los vectores de polarización, sabiendo que deben de ser ortogonales
y eligiendo que sean unitarios, sus componentes contravariantes deben de estar dadas por:

ǫ(1)
µ = (0, 0,

1√
C2

, 0) , ǫ(2)
µ = (0,

1√
C2

cosϑ, 0,
−1√
C3

sin ϑ) . (2.0.9)

La producción de fotones con polarización ~ǫ(1) es entonces proporcional a

ǫµ(1)ǫ
ν
(1)χµν = χyy

C2
∼ Im 〈JEM

y J
EM
y 〉

C2
, (2.0.10)

mientras que para la polarización ~ǫ(2) es proporcional 1 a

ǫµ(2) ǫ
ν
(2) χµν = (

1

C2
cos2 ϑχxx +

1

C3
sin2 ϑχzz −

2√
C2C3

cos ϑ sinϑχxz) . (2.0.11)

Lo que debemos hacer entonces, es calcular los distintos correladores GR

µν ∼ 〈JEM

µ J
EM

ν 〉
y sumarlos de acuerdo a las expresiones anteriores. En la siguiente sección, veremos como
obtener esos correladores en el lado de gravedad.

1Notese que χxz = χzx, ver. [11].
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CAPÍTULO 3
Cálculos en el lado de la teoría
gravitacional

Nuestro propósito es estudiar la producción de fotones en el plasma de quarks y gluones
en presencia de un campo magnético a través de la correspondencia norma/gravedad. Una
vez entendidos los elementos necesarios para el cálculo en el lado de la teoría de campos,
en este capítulo presentamos el cálculo en la teoría de gravedad, para ello comenzaremos
estableciendo el fondo sobre el cual vamos a trabajar y luego calcularemos las densidades
espectrales.

3.1. Fondo anisotrópico en la presencia de un campo
magnético

En [19] se construyó una solución numérica a las ecuaciones de Einstein-Maxwell que,
es asintóticamente AdS5 y dual a una teoría SYM con N = 4 en R3,1 bajo la presencia de
un campo magnético. La solución interpola entre el producto de un hoyo negro BTZ con
un T 2 cerca del horizonte y AdS5 cerca de la frontera.

La acción a considerar corresponde a una teoría 5-dimensional de Einstein-Maxwell
con constante cosmológica negativa1

S = − 1

16πG5

∫

d5x
√−g(R + FmnFmn −

12

L2
) + SBdry, (3.1.1)

1Podemos hacer una reducción dimensional a la teoría de supergravedad tipo IIb en (9+1)-dimensiones
siendo la teoría 5-dimensional de Einstein-Maxwell con constante cosmológica negativa una de las posibles
teorías resultantes.
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34 Cálculos en el lado de la teoría gravitacional

donde G5 = π
2N2

c

y por conveniencia fijaremos L = 1. La intensidad de campo F = dA

que aparece en esta sección no es la misma que aparece en (2.0.1), ésta última habita en
la teoría de campos, mientras que la que aparece en (3.1.1) es el campo de norma que
habita en la teoría gravitacional cuyas perturbaciones son Aµ, que resultarán ser el dual a
la corriente JEM

µ en la teoría de campos. Dado que el potencial que aparece en (2.0.1) no
lo volveremos a mencionar, utilizaremos la misma letra para ambos.

Junto con la identidad de Bianchi, a partir de la acción (3.1.1) obtenemos las ecuaciones
de campo:

RMN =
4

L2
gMN +

1

3
F PQFPQ gMN − 2FMPF

P
N , (3.1.2)

▽M FMN = 0 . (3.1.3)

Dado que estamos interesados en soluciones asintóticamente AdS5 con un campo mag-
nético tangente a las direcciones en la frontera, proponemos un ansatz donde la intensidad
de campo y la métrica sean invariantes bajo traslaciones espaciales y rotaciones en el plano
x1,2 y tenga inversión temporal. El ansatz que cumple dichas simetrías es

ds2 = −U(r)dt2 +
1

U(r)
dr2 + V (r)(dx2 + dy2) +W (r)dz2, (3.1.4)

para la métrica y

Ffondo = B dx ∧ dy, (3.1.5)

para la intensidad de campo, con B una constante. Las ecuaciones de Maxwell (3.1.3) se
satisfacen automáticamente y después de calcular los tensores de Ricci correspondientes2,
las ecuaciones de Einstein (3.1.2) se reducen a

0 = 2W (r)2

[

4B2 + V (r)
(

U ′(r)V ′(r) + U(r)V ′′(r)
)

]

+ U(r)V (r)2W ′(r)2

− V (r)W (r)

[

2V (r)
(

U ′(r)W ′(r) + U(r)W ′′(r)
)

+ U(r)V ′(r)W ′(r)

]

,

0 = 4V (r)W (r)2V ′′(r)− 2W (r)2V ′(r)2 − V (r)2
(

W ′(r)2 − 2W (r)W ′′(r)
)

,

0 = W (r)

[

− 8B2 + 6V (r)2
(

U ′′(r)− 8
)

+ 6V (r)U ′(r)V ′(r)

]

+ 3V (r)2U ′(r)W ′(r) ,

0 = W (r)
(

4B2 + 2V (r)U ′(r)V ′(r) + U(r)V ′(r)2 − 24V (r)2
)

+ V (r)W ′(r)
(

V (r)U ′(r) + 2U(r)V ′(r)
)

, (3.1.6)

2con la convención Rλµνκ = ∂κΓλµν − ∂νΓλµκ + ΓηµνΓ
λ
κη − ΓηµκΓ

λ
νη y Rµν = Rλµλν
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3.1. Fondo anisotrópico en la presencia de un campo magnético 35

la cuarta ecuación es una constricción para los valores iniciales. Antes de comenzar el
análisis númerico para encontrar la solución a estas ecuaciones desde r → rh hasta r → r∞
(todo el intervalo), notemos que existen dos soluciones analíticas para (3.1.6). Una de ellas
es

UBTZ(r) = 3(r2 − rh2) ,

VBTZ(r) =
B√

3
, (3.1.7)

WBTZ(r) = 3r2 ,

y representa el ya mencionado producto entre un agujero negro BTZ con horizonte en rh
y un espacio que en [19] eligen sea T 2.

La otra solución ocurre cuando B=0 y esá dada por

UBN (r) =
(

r +
rh
2

)2
(

1− (3
2
rh)

4

(r + rh
2

)4

)

,

VBN (r) =
4V0

9r2h

(

r +
rh
2

)2

, (3.1.8)

WBN (r) =
4

3

(

r +
rh
2

)2

.

Esto es la solución a una D3 brana negra (1.1.32) con coordenada radial r̃ bajo el
cambio de coordenada r̃ = r + rh

2
, con r̃h = 3

2
rh y un reescalamiento en las coordenadas

x, y, z.

Notamos que al hacer una expansión en series alrededor del horizonte en series de
r − rh de las soluciones (3.1.7) y (3.1.8) (después de hacer el cambio de variable arriba
mencionado) las funciones métricas U(r) y W (r) coinciden en su primer término.

UBTZ(r) = 6rh(r − rh) + 3(r − rh)2,

VBTZ(r) =
B√

3
, (3.1.9)

WBTZ(r) = 3rh
2 + 6rh(r − rh) + 3(r − rh)2,
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y

UBN (r) = 6rh(r − rh)− 2(r − rh)2 +
8

3rh
(r − rh)3 +O(4) ,

VBN (r) = V0 +
4V0

3rh
(r − rh) +

4V0

9r2h
(r − rh)2 , (3.1.10)

WBN (r) = 3r2h + 4rh(r − rh) +
4

3
(r − rh)2,

donde O(4) indica términos de cuarto orden o mayores y el resto de las expresiones ter-
minan tal como se muestra arriba.

Ahora bien, nuestro objetivo es encontrar soluciones asintóticamente AdS5 duales a
una teoría de MSYM en presencia de un campo magnético. Dado que, al igual que en [19]
no nos fue posible encontrar una solución analítica que cumpliera estas características,
procedimos a buscar una solución numérica introduciendo una pequeña perturbación a la
solución exacta (3.1.9) de la forma 3

UP (r) = UBTZ +
∞
∑

i=2

Ui(r − rh)i,

VP (r) = VBTZ +
∞
∑

i=0

Vi(r − rh)i, (3.1.11)

WP (r) = WBTZ +
∞
∑

i=1

Wi(r − rh)i .

Notemos que el sistema de ecuaciones (3.1.6) indica que el espacio de soluciones es
de cuatro dimensiones, y por lo tanto al hacer una expansión en series de potencias, esta
deberá admitir cuatro coeficientes independientes. Si mantenemos los dos primeros coefi-
cientes en la serie de U y el primer coeficiente de la serie de W idénticos a los de (3.1.7) y
(3.1.8), estaremos especificando tres de los cuatro parámetros libres, dejando así libre sólo
a un parámetro que consideraremos sea V0.

De esta forma al introducir una perturbación cerca del horizonte a la solución (3.1.7),
hemos introducido el parámetro V0 que nos permitirá construir una familia de soluciones,
cuyos elementos tienden a la solución de brana negra (3.1.8) cuando B → 0 siempre que
V0 no tienda a cero. Mientras que para B diferente de cero cuando V0 = 0 recuperamos la
solución exacta (3.1.7). Los casos intermedios proporcionan soluciones interesantes, pero
las que satisfacen B

V0
≫ 0 interpolan, como deseábamos, de forma correcta entre (3.1.7)

para r → rh y (2.0.6) para r → ∞. Un hecho importante de esta familia de soluciones
es que todos sus miembros tienen la misma temperatura T = r̃h

π
= 3rh

2π
en común con la

asociada a (3.1.8).

3Este tratamiento tiene implicaciones que discutiremos en la sección (3.2.1).

36



3.1. Fondo anisotrópico en la presencia de un campo magnético 37

Al poder llevar nuestros resultados de forma continua al límite de B = 0, es que obte-
nemos una forma de comparar y revisar nuestros resultados de la producción de fotones
con los resultados obtenidos en [11, 13].

Dado el carácter singular de (3.1.6), para obtener una solución numérica que vaya des-
de r cercana al horizonte hasta r → ∞ sustituimos (3.1.11) en (3.1.6) para calcular los
coeficientes Ui Vi y Wi en términos de V0 y con ello obtener una solución perturbativa
a (3.1.11) cerca del horizonte. Hecho lo anterior, podemos utilizar estas soluciones como
datos iniciales para hacer el cálculo númerico de (3.1.6) desde r = rh hasta r →∞. En la
figura 3.1 a, b, c, podemos notar que el comportamiento de la solución numérica genérica
con B

V0
≫ 1 va como la solución BTZ cerca del horizonte y en la figura (3.1 d), mostramos

que el comportamiento de esta solución numérica asintóticamente es AdS5.
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Figura 3.1: En líneas punteadas presentamos las gráficas de las soluciones numéricas de (3.1.6)
y comparamos con la solución BTZ en líneas continuas, cerca del horizonte en (a)
para U , (b) para V y (c) para W , y en (d) comparamos con la solución AdS5 para
valores grandes de r.
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38 Cálculos en el lado de la teoría gravitacional

Una vez obtenida una familia de fondos gravitacionales con campo magnético cons-
tante, cuyo dual en la teoría de campos describimos en la sección 2 estamos listos para
calcular la producción de fotones para varios valores del campo B en estas teorías.

3.2. Campo de norma Aµ
Recordemos que la dualidad establece que: a corrientes conservadas en la teoría de

campos les corresponde un campo de norma en el lado de gravedad. Requerimos entonces
estudiar las perturbaciones (Aµ, Ar) (µ = 0, . . . , 3) del campo de norma U(1) que aparece
en (3.1.1) sobre el fondo (3.1.4) y (3.1.5). Debemos variar (3.1.1) con respecto a estas per-
turbaciones, con F = Ffondo+ dA donde gµν es la métrica que obtenemos de (3.1.4). Dado
que Ffondo, la intensidad de campo de fondo, apunta en la dirección dx∧ dy, es constante
y la métrica no depende de x o y, podemos omitir a Ffondo del cálculo de la variación de
(3.1.1). Manteniendo dA chico mientras resolvemos las ecuaciones de movimiento permite
considerarlo como una perturbación que no modifica el fondo 4 (3.1.4) y (3.1.5), es decir,
ni los modos de la métrica o el fondo se verán excitados. Por lo tanto basta con considerar
el término FmnFmn dado sólo por:

FmnFmn = gmagnbFabFmn = gmagnb(∂aAb − ∂bAa)(∂mAn − ∂nAm)

= 2
[

g00gxx(∂0Ax − ∂xA0)2 + g00gyy(∂0Ay − ∂yA0)
2 + g00gzz(∂0Az − ∂zA0)2

+ g00grr(∂0Ar − ∂rA0)
2gxxgyy(∂xAy − ∂yAx)2 + gxxgzz(∂xAz − ∂zAx)2

+ gxxgrr(∂xAr − ∂rAx)2 + gyygzz(∂yAz − ∂zAy)2 + gyygrr(∂yAr − ∂rAy)2

+ gzzgrr(∂zAr − ∂rAz)2
]

. (3.2.1)

Ya que en lo posterior calcularemos cantidades invariantes de norma, elegimos para sim-
plificar los cálculos, trabajar en la norma Ar = 0, haciendo que Aµ sea el campo norma
dual a la corriente electromagnética JEM

µ . La ecuación anterior se simplifica a

1

2
FmnFmn = g00gxx(∂0Ax − ∂xA0)2 + g00gyy(∂0Ay)

2 + g00gzz(∂0Az − ∂zA0)
2

+ g00grr(−∂rA0)2 + gxxgyy(∂xAy)
2 + gxxgzz(∂xAz − ∂zAx)2

+ gxxgrr(−∂rAx)2 + gyygzz(−∂zAy)2 + gyygrr(−∂rAy)2

+ gzzgrr(−∂rAz)2 . (3.2.2)

A pesar de que la teoría que estamos considerando es anisotrópica debido a la presencia
del campo magnético Ffondo, ésta es invariante bajo traslaciones a lo largo de las coorde-
nadas de la teoría de norma. Por lo tanto, podemos hacer la siguiente descomposición de

4ver sección 3.2.1
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3.2. Campo de norma Aµ 39

Fourier

Aµ(x
ν , r) =

∫

d4k

(2π)4
e−itk

0+ix·kAµ(kν , r) ,

kµ = k0(
√

C1,
√

C2 sin ϑ, 0,
√

C3 cos ϑ) , (3.2.3)

donde las constantes que aparecen en las componentes de kµ son las definidas en la sección
2. Usando (3.2.3) en las ecuaciones de Maxwell, obtenemos una ecuación desacoplada para
Ay

(√−g grrgyyA′y
)′ −√−g gyy

(

gttk2
0 + gxxk2

x + gzzk2
z

)

Ay = 0 , (3.2.4)

un sistema de ecuaciones acopladas para las componentes At,x,z

(
√−g grrgttA′t)′ −

√−g gtt [gxxkx(kxAt + k0Ax) + gzzkz(kzAt + k0Az)] = 0 , (3.2.5)

(
√−g grrgxxA′x)′ −

√−g gxx
[

gttk0(k0Ax + kxAt) + gzzkz(kzAx − kxAz)
]

= 0 , (3.2.6)

(
√−g grrgzzA′z)′ −

√−g gzz
[

gttk0(k0Az + kzAt) + gxxkx(kxAz − kzAx)
]

= 0 (3.2.7)

y una constricción que se obtiene de variar la acción con respecto a Ar antes de fijar la
norma.

k0g
ttA′t − kxgxxA′x − kzgzzA′z = 0 . (3.2.8)

Las funciones primadas aquí y en el resto del texto representan funciones derivadas
con respecto a r. Después de sustituir (3.1.4) y (3.2.3) en (3.2.4-3.2.7) obtenemos el sistema:

− k2
0

√

W (r)

(

− 1

U(r)
+

√
C2 sin ϑ

V (r)
+

√
C3 cosϑ

W (r)

)

Ay +
(

√

W (r)U(r)A′y

)′

= 0 , (3.2.9)

k2
0V (r)

√

W (r)

U(r)
×

(√
C2 sin ϑ

V (r)

(

√

C2 sinϑAt + Ax

)

+

√
C3 cosϑ

W (r)

(

√

C3 cosϑAt + Az

)

)

−
(

V (r)
√

W (r)A′t

)′

= 0 ,(3.2.10)

− k2
0

√

W (r)

(

− 1

U(r)
+
C3 cos2 ϑ

W (r)

)

Ax + k2
0

√

W (r)

√
C2 sinϑ

U(r)
At

k2
0





√
C2C3

√

W (r)
sin ϑ cosϑAz



+
(

√

W (r)U(r)A′x

)′

= 0 , (3.2.11)
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− k
2
0V (r)
√

W (r)

(

− 1

U(r)

(

Az +
√

C3 cosϑAt

)

)

−

k2
0

√

W (r)

√

C2 sin ϑ
(

√

C2 sin ϑAz −
√

C3 cosϑAx

)

+





V (r)U(r)
√

W (r)
A′z





′

= 0 . (3.2.12)

3.2.1. Corrección a la métrica debido al campo de fondo y sus
perturbaciones

En la sección 3.1 propusimos el ansatz (3.1.4) y (3.1.5) para resolver las ecuaciones de
movimiento (3.1.2) y (3.1.3). Posteriormente, al estudiar la perturbación de la intensidad
de campo, F, reescribimos este campo como:

F = Ffondo + dA . (3.2.13)

Por lo tanto, a orden cero en dA como vimos en la sección (3.1), las ecuaciones de Maxwell
(3.1.3) se satisfacen automáticamente y de (3.1.2), obtenemos la métrica del fondo.

A orden lineal en dA, en la sección 3.2 resolvimos las ecuaciones de Maxwell (3.1.3)
asumiendo que la ecuación (3.1.2) no tenía términos lineales en dA. Sin embargo, notemos
que escribiendo F de la forma (3.2.13), sí aparecen en (3.1.2) términos lineales en dA, que
modifican la geometría del fondo y por ende, las ecuaciones de Maxwell, generando un
sistema de ecuaciones acoplado. Este sistema está siendo estudiado por nuestro grupo de
investigación pero, en este trabajo asumiremos que la geometría no adquiere modificaciones
a orden lineal en dA.

3.3. Cálculo de correladores en el lado de gravedad

En la sección 1.1.5 describimos la forma en que se pueden calcular las funciones de dos
puntos. En esta sección aplicaremos dicha receta para el caso de la corriente electromag-
nética. Comenzamos aislando de la acción (3.1.1) los términos con dos derivadas radiales.
De acuerdo con (3.2.1) esa acción es

Saislada = − 1

8πG5

∫

dt d~x dr
[√−g grr

(

gtt(A′t)
2 + gxx(A′x)

2 + gyy(A′y)
2 + gzz(A′z)

2
)]

,

(3.3.1)
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3.3. Cálculo de correladores en el lado de gravedad 41

después de integrar por partes con respecto a r y evaluar en la frontera, ∂S, obtenemos,

S∂S = − 1

8πG5

∫

dt d~x
[√−g grr

(

gttAtA
′
t + g

xxAxA
′
x + gyyAyA

′
y + gzzAzA

′
z

)]

∣

∣

∣

∣

∣

∂S

. (3.3.2)

Esta es la acción que variaremos con respecto a el valore de Aµ en la frontera, que es la
fuente de la corriente de la teoría de campos. De ella y las ecuaciones de movimiento (3.2.4)-
(3.2.7) observamos que podemos realizar el cálculo para la densidad espectral χyy de forma
independiente de las otras. Estos cálculos son análogos a los realizados en [13], mientras que
las densidades espectrales (2.0.11), al estar acopladas, requerirán una estrategia diferente
para resolverlas (desarrollada en [52] y aplicada en [1]).

3.3.1. Límite B=0

Con el objetivo de tener un punto de partida al comparar los efectos del campo magné-
tico de fondo en nuestros resultados, en esta sección vamos a calcular la densidad espectral
en el límite de B = 0. Este cálculo es análogo al mostrado en [11, 13].

Obtenemos el límite B = 0 sustituyendo (3.1.8) en (3.2.4)-(3.2.7). Ya que en ausencia
de campo magnético el fondo es isotrópico, somos libres de alinear el momento del fotón
en cualquier dirección y en partícular tomamos ϑ = 0. De acuerdo con (2.0.11) y (2.0.10)
parece ser que basta con calcular GRyy y GRxx. Sin embargo, en este límite el cálculo se
simplifica aún más ya que tanto (3.2.4) como (3.2.6) son iguales a

[

(r +
rh
2

)3

(

1− (3
2
rh)

4

(r + rh
2

)4

)

A′B=0(w, r)

]′

+
k0

2

(r + rh
2

)





(

1− (3
2
rh)

4

(r + rh
2

)4

)−1

− 1



AB=0(w, r) = 0 . (3.3.3)

Tenemos dos soluciones a esta ecuación, ambas resultan ser analíticas, pero utilizando
la condición de onda entrante nos quedamos con:

AB=0 =

(

1− 9rh
2

(2r + rh)2

)− iw
2

(

9rh
2

(2r + rh)2
+ 1

)w
2

× 2F1

(

(1− i)w
2

+ 1,
(1− i)w

2
; 1− iw;

2 (r2 + rhr − 2rh
2)

(2r + rh)2

)

, (3.3.4)

donde 2F1 es una función hipergeométrica. Usando la temperatura T = 3rh
2π

, hemos intro-
ducido una frecuencia adimensional dada por:

w =
k0

2πT
=
k0
3rh
. (3.3.5)
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Para el ángulo escogido, la suma sobre polarizaciones en (2.0.11) está dada por:

χB=0 = −2 Im
4V0

9rh
(GRyy +GRxx)B=0 = −4 Im

4V0

9rh
GR

B=0 . (3.3.6)

El resultado para la función de Green es:

GR

B=0 = − 1

8πG5|AB=0(w,∞)|2

× ĺım
r→∞

2√
3

(r +
rh
2

)3

(

1− (3
2
rh)

4

(r + rh
2

)4

)

A∗B=0(w, r)A′B=0(w, r) , (3.3.7)

donde

AB=0(w,∞) =

(

1− 9rh
2

(2r + rh)2

)− iw
2

(

9rh
2

(2r + rh)2
+ 1

)w
2

× 2F1

(

(1− i)w
2

+ 1,
(1− i)w

2
; 1− iw;

1

2

)

, (3.3.8)

es el valor que AB=0 toma cuando r →∞.

El hecho de que los índices en (3.3.6) sean contravariantes es entendido dada la forma
en que obtenemos (3.3.7) de la correspondencia norma/gravedad, esto es, a través de va-
riar dos veces la acción en la frontera con respecto al valor del campo en la frontera, cuyo
índice es covariante, por lo tanto, para que los índices estén correctamente contraídos, el
resultado de esta variación debe de tener dos índices contravariantes. La misma anotación
se aplica a variaciones con respecto a los valores en la frontera de otros campos necesarios
para calcular los correladores en los cálculos posteriores.

Siguiendo el procedimiento de [49] y resumido en la sección 1.1.5, observemos que
si multiplicamos la ecuación (3.3.3) por A∗B=0(w, r), la parte imaginaria del límite de la
expresión (3.3.7) se hace independiente de r. Elegimos entonces por conveniencia evaluar
este límite en el horizonte

ĺım
r→rh

2√
3

(r +
rh
2

)3

(

1− (3
2
rh)

4

(r + rh
2

)4

)

A∗B=0(w, r)A′B=0(w, r) = −iw2w(2πT )2

√
3

. (3.3.9)

Un punto más a notar es que estamos calculando densidades con respecto a la métrica
(2.0.7) en la teoría de campos, así que para tener en cuenta el escalamiento necesario para
convertir la métrica en un elemento de línea de Minkowski, nuestros resultados deberán de
ser divididos por

√
−h con h el determinante de la métrica asociada (2.0.7). Finalmente

uno obtiene la densidad espectral dada por:
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χB=0 =
T 2w2w

G5

∣

∣

∣2F1

(

1 + 1−i
2
w, 1−i

2
w, 1− iw; 1

2

)∣

∣

∣

2 , (3.3.10)

expresión idéntica a (4.21) de [13] excepto que aquí los campos de materia están en la
representación adjunta. Los resultados por lo tanto son proporcionales a N2

c
a través de

G5 = π
2N2

c

, mientras que en (4.21) de [13] los resultados son proporcionales a NcNf, como

se observa en la constante ÑD7 = 1
4
NcNfT

2. Notemos también que el cambio en el signo
al cual esta elevado el 2, se compensa con el cambio de signo dentro del argumento de la
función hipergeométrica. La cantidad adimensional G5χ(1)/T

2w está graficada en la figura
3.2.
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Figura 3.2: Gráfica de la cantidad adimensional G5χ(1)/
√
−hT 2w como función de w para B = 0.

En las secciones siguientes usaremos esta expresión como una referencia para los resul-
tados obtenidos con B 6= 0

3.3.2. Densidad espectral para la polarización ǫ(1)

En esta sección calcularemos la densidad espectral χyy con B 6= 0. Esta densidad la
podemos calcular separada de las otras dado que (3.2.4) no está acoplada a las demás
ecuaciones de movimiento y en la acción (3.3.2) no hay términos mezclados entre Ay y
otros campos de norma. Nuevamente siguiendo la receta de la sección (1.1.5) la función
de correlación esta dada por
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GRyy = − 1

8G5 |Ay(k0,∞)|2
ĺım
r→rh
U(r)

√

W (r)A∗y(k0, r)A
′
y(k0, r) , (3.3.11)

donde hemos usado la observación de la sección anterior acerca del término independiente
de r, dejando toda la información de la frontera contenida en |Ay(k0,∞)|. De acuerdo con
(2.0.4) la densidad espectral χyy es menos dos veces la parte imaginaria de este resultado.

Como ya habíamos mencionado, para B/V0 arbitrario sólo nos fue posible resolver las
funciones métricas de forma numérica, lo que significa que en esta sección debemos recurrir
a cálculos numéricos para obtener la solución de Ay, a través de una integración numérica
de (3.2.4). Esta integración utiliza condiciones a la frontera adecuadas, que obtenemos
a partir de usar la expansión (3.1.11) (cuyos coeficientes los obtendremos de resolver de
forma perturbativa (3.1.6)) y de Ay, ambas cerca del horizonte. Dada la naturaleza de la
ecuación, diferencial, de segundo grado y con singularidad no regular (3.2.4), utilizamos
el método de Frobenius y proponemos Ay como:

Ay = (r − rh)νay(r) , (3.3.12)

donde ay(r) es alguna función regular en rh. El exponente ν resulta ser:

ν = ±iw
2
, w =

k̃0
2πT
, (3.3.13)

donde T es la temperatura asociada a todos los miembros de nuestra familia de fondos,
y k̃0 = C1k0 es la componente temporal del vector momento del fotón. Para imponer la
condición de onda entrante en el horizonte y por lo tanto obtener el correlador retardado,
elegimos el signo negativo para ν. Una vez que la solución entrante ha sido escogida la
expansión es única salvo por un factor que multiplica toda la expresión. Obtenemos así la
condición a la frontera necesaria para hacer la integración numérica de (3.2.4) para varios
valores de B/V0 y del ángulo ϑ. El límite de (3.3.11) puede obtenerse analíticamente usan-
do la misma expansión para Ay, dejando solo a |Ay(k0,∞)| como la cantidad a calcularse
numéricamente. Graficamos la densidad espectral χyy en la figura 3.3 junto con el resul-
tado obtenido para el plasma en ausencia de campo magnético a la misma temperatura.
Debemos notar que dado que F está definida como Bdx ∧ dy, la intensidad del campo
físico debe escalarse como b = B/C2.

Notemos que para k0 ≫ b la densidad espectral no converge a la misma constante que
en el caso cuando B = 0, vemos que es una consecuencia de que no es lo mismo mandar
k0 →∞ manteniendo b y T fijo, que mandar b→ 0 dejando fijos k0 y T .

El límite de frecuencia cero de la densidad espectral nos da la conductividad eléctrica
DC. Para fotones con polarización ǫ(1) esta es la conductividad a lo largo de la dirección
transversal y. En la figura 3.4 hemos graficado la cantidad
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Figura 3.3: Gráficas de la densidad espectral χ(1) asociada a la polarización ǫ(1). Las curvas
corresponden de abajo a arriba a los ángulos ϑ = 0, π/8, π/4, 3π/8, π/2. Las cuatro
gráficas corresponden a los casos b/T = 2,09 (a), 20,9 (b), 10,5 (c), 209 (d), en todas
ellas graficamos a modo de comparación en líneas sólidas el resultado de χB=0 para
B = 0.

σ(1) = ĺım
k0→0

χ(1)

χ(1),B=0

= ĺım
k0→0

2
χ(1)

χB=0
, (3.3.14)

que es una función de b/T , normalizada con respecto al resultado con la misma pola-
rización en el caso B = 0, en este caso ĺımb→0 χ(1) ≡ χ(1),B=0. Como era esperado la
conductividad no depende del ángulo ϑ, ya que la dirección y en la cual la conductividad
está determinada es también independiente del ángulo.
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Figura 3.4: Gráfica de la conductividad σ(1) correspondiente a la polarización ǫ(1) como función
de b/T . La gráfica está normalizada con respecto al resultado del caso B=0.

3.3.3. Densidad espectral para la polarización ǫ(2)

Habiendo encontrado ya el correlador correspondiente a la polarización ~ǫ(1), en esta
sección vamos a calcular los correladores correspondientes a la polarización ~ǫ(2).

El procedimiento a seguir es más claro si lo hacemos en términos de los campos inva-
riantes de norma

Ei ≡ ∂iAt − ∂tAi . (3.3.15)

Con este fin notamos que la constricción (3.2.8) la podemos reescribir como:

A′t =
gxxqxE

′
x + gzzqzE

′
z

ik̄2
, (3.3.16)

con k̄2 = g00q20 + gxxq2x + gzzq2z .

A partir de (3.3.15) y (3.3.16) podemos reescribir la acción (3.3.2) en términos de los
campos invariantes de norma Ei

S∂S = − 1

8πG5

∫

d4x̄ (MxxExE
′
x +MzzEzE

′
z + 2MxzE

′
xE
′
z)|∂S , (3.3.17)

donde

Mxx = 2V (r)
√

W (r)(−gttk2
0 − gzzk2

z)
gxx

k̄2k2
0

, (3.3.18)

Mzz = 2V (r)
√

W (r)(−gttk2
0 − gxxk2

x)
gzz

k̄2k2
0

, (3.3.19)

Mxz = Mzx = 4V (r)
√

W (r)
gxxgzzkxkz

k̄2k2
0

. (3.3.20)
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Para calcular las variaciones de la acción es importante notar que, diferenciar con res-
pecto a Ai=x,y,z, es k0 veces el resultado de diferenciar con respecto a Ei y al diferenciar
con respecto a At, debemos de sumar Σiki

δ
δEi

.

El método para calcular la densidad espectral para la polarización ǫ(2) que emplearemos
en esta sección [53], es una extensión del método presentado en la sección 1.1.5 adaptada
a un sistema de ecuaciones acoplado. Resulta conveniente escribir las soluciones de Ex y
Ez como un vector

E ≡
(

Ex
Ez

)

, (3.3.21)

Las ecuaciones de movimiento son lineales en Ei, por lo tanto podemos escribir su solu-
ción como una combinación de dos soluciones linealmente independientes E1 = (Ex1, Ez1)

T ,
E2 = (Ex2, Ez2)

T . Ya que nos interesa saber como se comporta la solución con respecto a
sus valores en la frontera, r → rf , nos es útil ver que la sulución con valores a la frontera
Exf y Ezf está dada por la combinación

c1

(

Ex1
Ez1

)

∣

∣

∣

∣

r→rf

+ c2

(

Ex2
Ez2

)

∣

∣

∣

∣

r→rf

=

(

Ex
Ez

)

∣

∣

∣

∣

r→rf

=

(

Exf
Ezf

)

, (3.3.22)

siempre y cuando el valor de c1 y c2 este dado por

c1 =
EzfEx2(rf)− ExfEz2(rf )

∆
, (3.3.23)

c2 =
ExfEz1(rf)− EzfEx1(rf )

∆
,

donde ∆ = Ex2(rf)Ez1(rf )− Ez2(rf)Ex1(rf). A partir de (3.3.22), su derivada y (3.3.23)
notamos que la variación con respecto al valor en la frontera del campo Exf o Ezf , está
involucrado tanto en la expresión para E( ,′)

x (r), como para E( ,′)
z (r) 5, es decir, para calcular

las densidades espectrales de (2.0.11) requerimos hacer el cálculo de

δE( ,′)
x

δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

,
δE( ,′)
z

δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

,
δE( ,′)
z

δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

,
δE( ,′)
x

δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

, . (3.3.24)

Es fácil notar que las variaciones de Ex y Ez evaluados en la frontera están dados por:

δEx
δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

= 1,
δEz
δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

= 1,
δEz
δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

= 0,
δEx
δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

= 0, (3.3.25)

mientras que las expresiones para las variaciones de las derivadas de Ex y Ez evaluados en
la frontera, requieren conocer los resultados numéricos de los campos Ei y sus derivadas

5Donde el super índice ( ,′ ) indica dos posibilidades, la función sin derivar, o la función derivada con
respecto de r.
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evaluados en la frontera están dados por:

δE
′

x

δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

=
−Ez2(ff)E

′

x1(r) + Ez1(ff)E
′

x2(r)

∆

∣

∣

∣

∣

r→rf

, (3.3.26)

δE
′

z

δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

=
Ex2(ff )E

′

z1(r)−Ex1(ff)E
′

z2(r)

∆

∣

∣

∣

∣

r→rf

,

δE
′

z

δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

=
−Ez2(ff)E

′

z1(r) + Ez1(ff )E
′

z2(r)

∆

∣

∣

∣

∣

r→rf

,

δE
′

x

δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

=
Ex2(ff )E

′

x1(r)−Ex1(ff)E
′

x2(r)

∆

∣

∣

∣

∣

r→rf

.

Hecho lo anterior estamos listos para calcular los correladores dados por:

Gxx(k) =Mxx
δE ′x
δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

+Mxz
δE ′z
δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

, (3.3.27)

Gzz(k) =Mzz
δE ′z
δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

+Mxz
δE ′x
δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

, (3.3.28)

Gxz(k) =Mxx
δE ′z
δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

+Mxz
δE ′x
δEzf

∣

∣

∣

∣

r→rf

, (3.3.29)

Gxz(k) =Mzz
δE ′z
δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

+Mzx
δE ′x
δExf

∣

∣

∣

∣

r→rf

. (3.3.30)

Para obtener la densidad espectral correspondiente (2.0.4), basta con extraer la parte
imaginaria de los correladores anteriores, multiplicarla por dos y sumarlos de acuerdo con
(2.0.11), para así obtener χ2 = ǫµ2ǫ

ν
2χµν .

Siguiendo este procedimiento, sólo falta hacer el cálculo numérico para encontrar E1 y
E2. Recordemos que ambas soluciones son combinaciones de Ai=x,z,t. Por lo que análogo
al cálculo hecho en la sección anterior calcularemos una solución numérica para Ax, Az y
At. En esta ocasión debemos resolver un sistema de ecuaciones diferenciales de segundo
grado con singularidades no regulares acoplado, por lo tanto cerca del horizonte hacemos
una propuesta análoga a la correspondiente a Ayr→rh

Ax = (r − rh)νxax(r) , Az = (r − rh)νzaz(r) , At = (r − rh)νtat(r) , (3.3.31)

donde νi resulta ser:
νx = νz = νy ; νt = 0, 1 . (3.3.32)

La solución de At cerca del horizonte muestra un comportamiento polinómico y elegir
cualquiera de sus soluciones genera la misma expresión. Para el caso de Ax y Az volvemos
a elegir el signo negativo como solución de onda entrante. Hecha esta elección podemos
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3.3. Cálculo de correladores en el lado de gravedad 49

hacer la integración numérica para todo el rango de r, que será única salvo factores mul-
tiplicativos.

Los resultados para χ2 están graficados en la figura 3.5, donde comparamos la pro-
ducción de fotones con polarización ǫ(2), para distintos ángulos ϑ con los resultados del
caso B = 0, todos con la misma temperatura.
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Figura 3.5: Gráficas de la densidad espectral χ(2) asociada a la polarización ǫ(2). Las curvas
corresponden de arriba a abajo a los ángulos ϑ = 0, π/8, π/4, 3π/8, π/2. Las cuatro
gráficas corresponden a los casos b/T = 2,09 (a), 20,9 (b), 10,5 (c), 209 (d) y todas
en todas ellas graficamos a modo de comparación en líneas sólidas el resultado de
χB=0 para B = 0.
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Figura 3.6: Gráficas de la densidad espectral χ(1) y χ(2) asociada a la polarización ǫ(1) y ǫ(2)

respectivamente junto con χB para el caso B = 0 . Las cuatro gráficas corresponden
respectivamente a los casos: b/T = 2,091 y ϑ = π/4(a), b/T = 20,9 y ϑ = 3π/8(b),
b/T = 10,5 y ϑ = π/2 (c), b/T = 209 y ϑ = π/4 (d).
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Tal como esperábamos, la curva correspondiente al ángulo ϑ = 0 en la polarización
χ1 y χ2 es la misma, ya que en este caso las ecuaciones (3.2.4) y (3.2.6) son las mismas,
pues gxx = gyy. Por otro lado no esperaríamos, ni obtuvimos un comportamiento similar
cuando ϑ = π/2 ya que (3.2.4) y (3.2.7) son diferentes pues gyy y gzz también lo son. Para
apreciar esta diferencia y el comportamiento a bajas y altas frecuencias, graficamos χ(1) y
χ(2) junto con la densidad en el caso B = 0 en la figura (3.6).

Para apreciar los efectos del fondo en la función espectral no polarizada (χ(1) + χ(2)),
graficamos esta cantidad en la figura 3.7. Podemos notar que la sensibilidad a la intensidad
del campo magnético y al ángulo ϑ decrece conforme la energía del fotón aumenta.

En lo que respecta a la conductividad para fotones con la polarización a lo largo de ǫ2
tenemos la expresión

σ(2) = ĺım
k0→0

χ(2)

χ(2),B=0

= ĺım
k0→0

2
χ(2)

χB=0

, (3.3.33)

cuyo valor depende no sólo de b, como fue en el caso de la polarización en la dirección y,
sino que también del ángulo ϑ. Las gráficas de σ(2) como una función de b/T para 5 ángu-
los diferentes se muestra en la figura 3.8. La conductividad reportada es a lo largo de la
dirección del vector de polarización ǫ(2), que para ϑ = 0 apunta en la dirección transversa
x, y recuperamos el mismo resultado que en (3.3.14). Para ϑ = π/2 la conductividad esta
a lo largo de la dirección z y observamos que su comportamiento es el que más difiere de
(3.3.14).
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Figura 3.7: Gráficas de la densidad espectral no polarizada (χ(1) +χ(2))/w para los mismos cinco
ángulos de las previas gráficas con b/T = 2,09 (a), 20,9 (b), 10,5 (c), 209 (d)
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Figura 3.8: Gráfica de la conductividad σ(2) correspondiente con la polarización ǫ(2) como
función de b/T para valores constantes que van de arriba a abajo como ϑ =
0, π/8, π/4, 3π/8, π/2. La grágica es normalizada con respecto al resultado obte-
nido en el caso B = 0.
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CAPÍTULO 4
Producción total de fotones

Tenemos ya todos los ingredientes necesarios para calcular la tasa de la producción de
fotones (2.0.3). Haciendo uso de que el momento del fotón es nulo, podemos convertir esta
cantidad en la tasa de emisión por unidad de energía en un ángulo infinitesimal alrededor
de ϑ y obtener

−16G5

2αEMT 3

dΓ

d(cosϑ) dk̃0
=

16G5w

2T 2

1

e2πw − 1

(

χ(1) + χ(2)

)

. (4.0.1)

Graficamos esta cantidad para diferentes valores de b/T y diferentes valores de ϑ en la
figura 4.1. Podemos hacer uso de (3.3.10) para obtener el resultado para B = 0 para la
misma temperatura,

−16G5

2αEMT 3

dΓiso

d(cosϑ) dk̃0
=

w22w

(e2πw − 1)
∣

∣

∣2F1

(

1 + 1−i
2
ws,

1−i
2
ws, 1− iws; 1

2

)∣

∣

∣

2 , (4.0.2)

que es idéntico al resultado reportado en [13]. Nosotros lo hemos graficado en la figura
4.1 como una curva negra punteada.

4.1. Discusión

En este trabajo calculamos la producción de fotones y la conductividad eléctrica de
un plasma de SYM con N = 4 en la presencia de un campo magnético intenso, modelado
mediante técnicas holográficas usando la geometría estudiada en [19]. Consideramos que
el plasma se extiende infinitamente, está en equilibrio térmico, está fuertemente acoplado
y tiene un número muy grande de colores. Dada la introducción de un campo de fondo en
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Figura 4.1: Gráficas de la producción total de fotones. Las líneas corresponden a los ángulos
ϑ = 0, π/8, π/4, 3π/8, π/2. Las cuatro gráficas corresponden a los casos b/T = 2,09
(a), 20,9 (b), 10,5 (c), 209 (d). Los resultados para el caso B = 0 esta representado
en líneas punteadas negras.
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la dirección z, el plasma es invariante bajo rotaciones en el plano xy, pero no invariante
ante rotaciones que involucren a la dirección z, a quien hemos llamado la dirección aniso-
trópica. Nuestro estudio intenta ser lo más parecido posible al plasma de quarks y gluones
que se genera en un experimento de colisión de iones pesados, en el que la dirección del
campo magnético de fondo apunta en dirección perpendicular a la del rayo de iones. Pa-
ra estudiar la distribución de la producción de fotones, hemos considerado orientaciones
arbitrarias del momento del fotón con respecto a la dirección anisotrópica. Encontramos
que la producción total de fotones es es siempre mayor que la del caso en ausencia de
campo magnético, independientemente de la frecuencia de los fotones y su dirección de
propagación.

Como ya hemos dicho, en [1] estudian también la producción de fotones para ángulos
genéricos en un plasma que resulta también ser anisotrópico. Sin embargo, en ese trabajo
a diferencia del nuestro, el plasma resulta ser anisotrópico debido a que en el lado de
gravedad el axión en el fondo gravitacional [16, 17] es dependiente de la posición.

En [1] los autores plantearon la pregunta de que tan universal es el comportamiento
que habían encontrado. En nuestro trabajo concluimos que la fuente de la anisotropía es
relevante. Si comparamos la producción de fotones calculada en [1] mediante un fondo
con la anisotropía estudiada en [16, 17] y la calculada en este trabajo, podemos notar
varias diferencias. En partícular encontramos tres resultados con comportamiento opuesto
respecto a los encontrados en [1]:

En este trabajo reportamos que la sensibilidad a la intensidad de la fuente de la
anisotropía y al ángulo entre el momento del fotón y la dirección de la anisotropía,
ϑ, decrece conforme la energía del fotón aumenta (figura. 3.7).

Tanto en [1] como en este trabajo, observamos que en el límite de altas energías del
fotón, la función espectral dividida entre la energía del fotón tiende a una constante.

Aquí reportamos que dicha constante es independiente de la polarización y media-
namente sensible a la dirección de propagación del fotón (figura 3.6).

En la presencia del campo magnético de fondo, la conductividad en la dirección
perpendicular siempre aumenta, aunque comparado con el aumento de la fuente de
la anisotropía, éste es menor (figura. 3.4).

Es importante notar que así como en [1] se observa un aumento en la producción de
fotones, este aumento con respecto al caso sin campo magnético (el caso isotrópico) con-
siste únicamente en una diferencia entre la pendiente constante de la función espectral con
respecto a la energía del fotón a altas energías, que es considerablemente más suave que
la correspondiente a bajas energías del fotón.
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En partícular las primeras dos observaciones son de relevancia para los reportes de los
experimentos ALICE y PHENIX, ya que la primera observación indica que tanto el aumen-
to de la producción de fotones como la anisotropía en el espectro será más significante para
pT bajo, siendo éste un hecho cualitativamente consistente con los experimentos. Ademas
la segunda observación implica que la anisotropía en el espectro debería desaparecer para
pT alto, nuevamente esto es consistente con los experimentos.

Debemos recordar que hemos trabajado en una teoría de campos que no es QCD, por lo
tanto la comparación con los datos experimentales puede sólo ser hecha a nivel cualitativo.

Como trabajo a futuro tenemos al menos dos propuestas. Una de ellas es considerar
materia en la representación fundamental, y la otra es hacer que los campos de materia
tengan masa distinta de cero. Ambos cambios los podemos hacer usando una teoría 10-
dimensional en la cual introducimos D7 branas con carga de sabor. Introducir estas D7
branas añade por si mismo la materia en la representación fundamental, y si las encaja-
mos en el fondo de forma no ecuatorial, entonces esta materia tendría masa distinta de cero.

El efecto de la masa de los campos de materia en la producción de fotones se ha repor-
tado en el estudio de distintos fondos [13,18], por lo tanto esperaríamos ese parámetro sea
relevante también en presencia de un campo en el fondo. En partícular, conforme la masa
aumenta comparada con la temperatura, debería de ser posible identificar la aparición de
resonancias altamente localizadas en las funciones espectrales indicando la reconstrucción
de mesones que se han derretido en el plasma [13]. Entender el papel jugado por el fondo
magnético en esta transición ciertamente es algo que sería interesante estudiar.

Vale la pena mencionar que el incluir quarks masivos, es importante al hacer una es-
timación cuantitativa del aumento de luz producida en las estrellas de quarks, que es un
sistema donde se ha sugerido [54], que la producción de fotones aumenta debido a la pre-
sencia de un campo magnético, haciendo visibles a este tipo de estrellas. La materia de
quarks tiene frecuencias altas ≃ 20 MeV, por lo tanto una estrella compacta compuesta
homogéneamente hasta la superficie por esta materia, sería incapaz de emitir radiación
térmica. En [54] haciendo uso del modelo de la bolsa de MIT, estudiaron los modos de
propagación de fotones en estos objetos en presencia de un campo magnético B> 1012G.
En ese trabajo se mostró que para campos magnéticos muy intensos, se generan ventanas
de emisión en el visible que se presentan en las funciones espectrales. Una de las claves
para poder hacer esta predicción radica en que al incluir materia extraña, la energía de
Fermi disminuye. Nuestros resultados particularmente el primer y el último punto, cuali-
tativamente apuntan en favor de la posibilidad de que las estrellas de materia de quarks,
emitan fotones visibles, por lo que se esta preparando una comparación cualitativa de este
hecho.
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