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В рамках однопетлевой квантовой гравитации рассмотрен эффект поляризации вакуума мас
сивного скалярного поля с минимальной связью вблизи прямолинейной космической струны.
Показано, что относительный вклад массивных полей в перенормированное вакуумное среднее
тензора энергии-импульса (ТЭИ) становится пренебрежимо малым уже на расстоянии несколь
ких комптоновских длин волн от струны.
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ВВЕДЕНИЕ

Начиная с середины прошлого века квантовая
теория поля в искривленном пространстве–време
ни привлекает к себе все большее внимание. Явля
ясь прямым доказательством существования связи
между квантованными полями и макроскопически
ми внешними условиями, эта теория представля
ет интерес с точки зрения как фундаментальной,
так и прикладной физики. Меняя спектр вакуум
ных флуктуаций, кривизна пространства–времени
порождает конечную добавку к энергии вакуума.

Одной из задач последнего типа является зада
ча о поляризации вакуума в гравитационном поле
космической струны.

Космические струны представляют собой одно
мерные протяженные замкнутые или бесконечные
топологические дефекты, которые могли образо
ваться при космологических фазовых переходах
[1, 2]. В настоящее время космические струны рас
сматриваются как возможная причина ряда наблю
даемых эффектов [3]. Это стимулирует поиск путей
их обнаружения и, как следствие, изучение особен
ностей поведения классической и квантованной ма
терии в конических пространствах.

В настоящей работе мы ограничиваемся рассмот
рением пространства–времени бесконечно тонкой
прямолинейной струны. Замечательной особенно
стью прямолинейной струны является ее так на
зываемая гравитационная стерильность, под кото
рой понимается равенство нулю ньютоновского гра
витационного потенциала прямолинейной струны
и которая проявляется в отсутствии гравитацион
ного взаимодействия между струной и окружаю
щей материей на классическом уровне [1, 2]. Одна
ко глобальное отличие конических пространств от
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пространства Минковского приводит к изменению
спектра вакуумных флуктуаций квантованных по
лей и, как следствие, к появлению ряда нетривиаль
ных квантово–гравитационных эффектов.

В случае безмассового поля вакуумное среднее
оператора тензора энергии-импульса было вычис
лено в работах [4–10]. Целью настоящей работы яв
ляется определение относительного вклада массив
ных мод в суммарный эффект поляризации вакуу
ма в окрестности струны.

В работе используется система единиц
𝐺 = ℏ = 𝑐 = 1 и метрика пространства–време
ни с сигнатурой (+ ,− ,− ,− ).

1. ПОСТАНОВКА ЗАДАЧИ

Рассмотрим четырехмерное пространство–вре
мя, которое представляет собой прямое произведе
ние двумерного пространства Минковского (с ко
ординатами (𝑡, 𝑧)) на двумерную риманову поверх
ность (с координатами x = (𝑥1, 𝑥2)). Тот факт,
что двумерная риманова поверхность локально кон
формна евклидовой плоскости, позволяет соответ
ствующим выбором координат привести метрику
рассматриваемого пространства–времени к виду
[11]

𝑑𝑠2 = 𝑑𝑡2 − 𝑑𝑧2 − 𝑒−𝜎(x)
(︀
𝑑𝑥2

1 + 𝑑𝑥2
2

)︀
. (1)

В цилиндрически-симметричном случае
𝜎(x) = 𝜎(𝑟), 𝑟 = [𝑥2

1 + 𝑥2
2]

1/2 , и скалярная кривизна
равна

𝑅 = 𝑒𝜎∆𝐸𝜎 , (2)

где ∆𝐸 — двумерный евклидов лапласиан.
Для струны конечного радиуса 𝑟0 внешняя об

ласть должна быть конической, но сглаживаться
вершина конуса может разными способами. Поэто
му, с учетом требования нужной гладкости кон
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формного фактора 𝜎, он должен быть выбран в ви
де [2]:

𝜎(𝑟) =

{︃
2(1− 𝛽)𝑓(𝑟/𝑟0) , 𝑟 ⩽ 𝑟0 ;

2(1− 𝛽) ln(𝑟/𝑟0) , 𝑟 ⩾ 𝑟0 ,
(3)

где параметр 𝛽 < 1 , а 𝑓(𝑟) — дважды дифференци
руемая функция радиальной координаты, удовле
творяющая условиям

𝑓(𝑟0) = 0 , 𝑓 ′(𝑟0) =
1

𝑟0
. (4)

При таком выборе конформного фактора скаляр
ная кривизна

𝑅(x) = ∆𝜎

(где ∆ — ковариантный лапласиан, соответствую
щий метрике (1)) равна нулю всюду, где 𝑟 > 𝑟0:

𝑅(x) =

{︃
𝑒𝜎(𝑟) ∆𝐸𝜎(𝑟) , 𝑟 ⩽ 𝑟0 ;

0 , 𝑟 > 𝑟0 ,
(5)

и в этой области метрика совпадает с метрикой бес
конечно тонкой космической струны [12]. При этом
критерием малости возмущения и возможности ра
ботать в рамках теории возмущений является ма
лость параметров (1− 𝛽). Предполагается, что для
космических струн, рассматриваемых в рамках Тео
рии Великого объединения (GUT), величина пара
метров (1− 𝛽) имеет порядок 10−6.

Рассматриваемая метрика является решением
уравнения Эйнштейна, в правой части которого сто
ит тензор энергии-импульса (ТЭИ), 𝑡𝑡-компонента
которого равна

𝑇𝑡𝑡 =
𝑅

16𝜋𝐺
=

1

16𝜋𝐺
𝑒𝜎∆𝐸𝜎 .

Следовательно, энергия струны дается выраже
нием

∫︁
𝑇𝑡𝑡

√
−𝑔 𝑑𝑧 𝑑2𝑥 =

1

16𝜋

∞∫︁
−∞

𝑑𝑧

∫︁
𝑑2𝑥∆𝐸𝜎 =

=
1− 𝛽

8𝜋

∞∫︁
−∞

𝑑𝑧

∫︁
𝑑2𝑥∆𝐸𝑓 .

Таким образом, величину

𝜇 =
1− 𝛽

8𝜋

∫︁
𝑑2𝑥∆𝐸𝑓 (6)

можно интерпретировать как энергию на единицу
длины струны.

Переход к пределу бесконечно тонкой струны
предполагает стягивание носителя функции ∆𝐸𝜎
в точку при сохранении численного значения ин
тегралов по 𝑑2𝑥, т.е. при 𝑟0 → 0, что соответствует
фиксации линейной плотности энергии струн.

Тогда, понимая указанный предел в смысле обоб
щенных функций, мы получаем

lim
𝑟0→0

∆𝐸𝜎 = 4𝜋(1− 𝛽) 𝛿2(x) . (7)

И, следовательно,

𝜎(x) = 2(1− 𝛽) ln 𝑟 . (8)

Таким образом, при выборе функции 𝑓 в допол
нение к (4) мы должны потребовать, чтобы∫︁

𝑑2𝑥∆𝐸𝑓 = 2𝜋 .

Тогда из (6) мы получаем, что

𝜇 =
1− 𝛽

4

и пределу бесконечно тонкой струны соответствует
выражение [12]

𝑇𝑡𝑡(x) = 𝜇 e𝜎(x) 𝛿 2(x) , (9)

где конформный фактор задается выражением (8).
При этом двумерная поверхность (𝑥1𝑥2) пред

ставляет собой локально плоскую гиперповерх
ность с конической особенностью, локализованной
в точке x = 0, а параметр 𝜇 определяет связанный
с особенностью дефицит угла: 𝛿𝜙 = 8𝜋𝜇 = 2𝜋(1−𝛽).

В случае бесконечно тонкой струны особенностя
ми пространства–времени являются отсутствие в
метрике каких-либо размерных параметров и вы
сокая степень симметрии. Первое позволяет утвер
ждать, что в случае безмассового поля вакуумное
среднее оператора тензора энергии-импульса мо
жет зависеть только от расстояния до особенности,
причем,в случае четырех пространственно-времен
ных измерений справедливо

⟨︀
𝑇𝜇𝜈

⟩︀ren
vac

∼ 𝑟−4 [11, 13].
Второе — разделить переменные в полевом уравне
нии, построить аналитическое выражение для соот
ветствующей функции Грина и вычислить перенор
мированное вакуумное среднее оператора тензора
энергии-импульса.

Переход к случаю массивного поля заметно
усложняет задачу, поскольку появляется дополни
тельный параметр с размерностью длины — комп
тоновская длина 𝑙𝑐 = 𝑚−1. В этом случае из сообра
жений размерности мы только можем утверждать,
что вакуумное среднее ТЭИ может быть представ
лено в виде ⟨︀

𝑇𝜇𝜈

⟩︀ren
vac

∼ 1

𝑟4
𝐹 (𝑚𝑟) , (10)

где 𝐹 (𝑧) — некоторая однозначная функция, и ха
рактер зависимости результата от расстояния от
струны требует отдельного исследования. И, сле
довательно, характерным масштабом, на котором
влияние массы будет существенным, является комп
тоновская длина 𝑙𝑐 = 1/𝑚.
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2. ПОЛЯРИЗАЦИЯ ВАКУУМА ВБЛИЗИ
СТРУНЫ

Случай скалярного поля с минимальной связью
соответствует выбору действия в виде

𝑆𝜑 = −1

2

∫︁
𝑑𝑑𝑥𝜑(𝑥)𝐿(𝑥, 𝜕)𝜑(𝑥) ,

где оператор поля 𝐿(𝑥, 𝜕) =
√
−𝑔 (□ + 𝑚2),

□ = ∇𝜇∇𝜇 — оператор Лапласа–Бельтрами
и 𝑑 = 4 — размерность пространства–времени.

Представим оператор 𝐿(𝑥, 𝜕) в виде

𝐿(𝑥, 𝜕) = (𝜕 2 +𝑚2) + 𝛿𝐿(𝑥, 𝜕) ,

𝜕 2 = 𝜕 2
𝑡 − 𝜕 2

𝑧 −∆𝐸 .
(11)

В рассматриваемом случае соответствующий мет
рике (1) оператор 𝛿𝐿(𝑥, 𝜕) имеет вид

𝛿𝐿(𝑥, 𝜕) = Λ(x)
(︀
𝜕 2
𝑡 − 𝜕 2

𝑧 +𝑚2
)︀
,

Λ(x) = 𝑒−𝜎(x) − 1 ≈ −𝜎(x) .
(12)

Тогда в первом порядке теории возмущений по ма
лому параметру (1 − 𝛽) ≪ 1 фейнмановская функ
ция Грина может быть представлена в виде

𝐺𝐹 (𝑥, 𝑥′) = 𝐺𝐹
0 (𝑥− 𝑥′) +

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx𝜎(q)

∫︁
𝑑4𝑝

(2𝜋)4
e𝑖𝑝(𝑥−𝑥′)[𝑝2𝑧− 𝑝20 +𝑚2]

[𝑝2 −𝑚2 + 𝑖𝜖] [(𝑝+ 𝑞)2 −𝑚2 + 𝑖𝜖]
,

где 𝑞 = (0, 0,q), 𝜖 → +0, а 𝐺𝐹
0 (𝑥− 𝑥′) — фейнманов

ская функция Грина плоского пространства. По
строение теории возмущений для функций Грина
в фоновых пространствах с коническими особенно
стями рассмотрено, в частности, в [11].

В терминах функции Грина вакуумное среднее
оператора ТЭИ дается выражением

⟨︀
𝑇𝜇𝜈(𝑥)

⟩︀reg
vac

= −𝑖 lim
𝑥′→𝑥

𝐷𝜇𝜈 𝐺
𝐹
reg(𝑥, 𝑥

′) , (13)

где 𝐷𝜇𝜈 — дифференциальный оператор, который
определяется классическим выражением для ТЭИ.
В рассматриваемом случае массивного скалярного

поля с минимальной связью

𝐷𝜇𝜈 = ∇𝜇∇𝜈′− 1

2
∇𝜆∇𝜆′

𝑔𝜇𝜈 +
1

2
𝑚2 𝑔𝜇𝜈 , (14)

где через ∇𝜇 и ∇𝜇′
обозначены ковариантные про

изводные по переменным 𝑥𝜇 и 𝑥′𝜇, соответственно.
С принятой точностью

𝐷𝑡𝑡 = 𝜕𝑡 𝜕𝑡′ −
1

2
𝜂𝜇𝜈′

𝜕𝜇𝜕𝜈′ +
𝑚2

2
+

𝜎(x)

2
𝛿𝑎𝑏

′
𝜕𝑎𝜕𝑏′ ,

𝑎, 𝑏, ... = 1, 2 ,
(15)

и мы получаем, что

⟨︀
𝑇𝑡𝑡(x)

⟩︀reg
vac

=− 𝑖

2

∫︁
𝑑4𝑝

(2𝜋)4
2𝑝2

0 − 𝑝2 +𝑚2

𝑝2 −𝑚2 + 𝑖𝜖
+

+
𝑖

4

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx𝜎(q)

∫︁
𝑑4𝑝

(2𝜋)4
4𝑝2

0 − (𝑝+ 𝑞)2 − 𝑝2 + 𝑞2 + 2𝑚2

(𝑝2 −𝑚2 + 𝑖𝜖)[(𝑝+ 𝑞)2 −𝑚2 + 𝑖𝜖]

(︀
𝑝2𝑧 − 𝑝20 +𝑚2

)︀
.

Последующее использование стандартной техники метода размерной регуляризации [14] приводит к ре
зультату

⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑥)

⟩︀reg
vac

=
Γ[−𝑑/2]

2 (4𝜋)𝑑/2

(︁𝑚
�̃�

)︁𝑑−4

𝑚4 − Γ[1− 𝑑/2]

6 (4𝜋)𝑑/2

(︁𝑚
�̃�

)︁𝑑−4

𝑚2

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx|q|2𝜎(q)+

+
Γ[2− 𝑑/2]

4(4𝜋)𝑑/2

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx|q|4𝜎(q)

1∫︁
0

𝑑𝛼
(︁
𝛼− 8

3
𝛼3 +

4

3
𝛼4

)︁(︁∆(𝛼 ,q)

�̃�2

)︁𝑑/2−2

, (16)

где 𝑑 = 4 − 2𝜀 (𝜀 → +0) , �̃� — параметр с размерностью массы, вводимый для сохранения размерности
регуляризованного выражения, а

∆(𝛼,q) = 𝛼(1− 𝛼)q2 +𝑚2 .

При малых 𝜀 → +0 справедливо разложение(︁∆(𝛼 ,q)

�̃�2

)︁𝑑/2−2

= 1−
(︁
2− 𝑑

2

)︁
ln

∆(𝛼,q)

�̃�2
+𝒪(𝜀2) , (17)
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и для регуляризованного вакуумного среднего мы получаем

⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑥)

⟩︀reg
vac

=
Γ[−𝑑/2]

2 (4𝜋)𝑑/2

(︁𝑚
�̃�

)︁𝑑−4

𝑚4 − Γ[1− 𝑑/2]

6 (4𝜋)𝑑/2

(︁𝑚
�̃�

)︁𝑑−4

𝑚2

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx|q|2𝜎(q) + Γ[2− 𝑑/2]

40(4𝜋)𝑑/2
×

×
∫︁

𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx|q|4𝜎(q)− 1

4(4𝜋)𝑑/2

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx|q|4𝜎(q)

1∫︁
0

𝑑𝛼
(︁
𝛼− 8

3
𝛼3 +

4

3
𝛼4

)︁
ln

∆(𝛼,q)

�̃�2
. (18)

В безмассовом пределе

ln
∆(𝛼,q)

�̃�2
= ln𝛼(1− 𝛼) + ln

q2

�̃�2

и ⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑥)

⟩︀reg
vac

=
1

40(4𝜋)𝑑/2

(︂
Γ[2− 𝑑/2] +

16

15

)︂ ∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx|q|4𝜎(q)− 1

20(4𝜋)𝑑/2

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx|q|4𝜎(q) ln |q|

�̃�
.

(19)
Первый член в полученном выражении представ

ляет собой вычисленную в рассматриваемом при
ближении и умноженную на 2/

√
−𝑔 вариацион

ную производную расходящейся части эффективно
го действия, которая отбрасывается в ходе его пе
ренормировки и, следовательно, должна быть от
брошена и в выражении для перенормированного
ТЭИ [15].

Таким образом,

⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑥)

⟩︀ren
vac

= − 1

20(4𝜋)𝑑/2

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx|q|4𝜎(q) ln |q|

�̃�
.

(20)

Дальнейшие вычисления сводятся к использова
нию известных в теории обобщенных функций ин
тегралов [16].

Для фурье-образа мы имеем

𝜎(q) = 2(1− 𝛽)

∫︁
𝑑2𝑥 e−𝑖qx ln 𝑟 = −4𝜋(1− 𝛽)

|q|2
.

(21)

Оставшийся интеграл также хорошо определен:∫︁
𝑑2𝑞 |q|2 e𝑖qx ln |q| = 8𝜋

𝑟4
. (22)

Подстановка полученного выражения в (20) дает⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑥)

⟩︀ren
vac

=
𝜇

10𝜋2𝑟4
, (23)

что совпадает с результатами работ [4–10].
Для учета массы мы должны вернуться к вы

ражению (18). В этом случае перенормиров
ка эффективного действия требует отбрасыва
ния первых трех членов в этом выражении [15],
и мы получаем

⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑥)

⟩︀reg
vac

=
𝜇

4𝜋

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx𝑞2

1∫︁
0

𝑑𝛼
(︁
𝛼− 8

3
𝛼3 +

4

3
𝛼4

)︁(︁
ln𝑚2 + ln

[︀
𝛼(1− 𝛼)q2/𝑚2 + 1

]︀)︁
. (24)

Интегрирование по 𝛼 позволяет привести это выражение к виду

⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑥)

⟩︀reg
vac

=
𝜇

20𝜋

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
𝑒𝑖qx𝑞2

[︂
ln𝑚+

𝐴(𝑢)

3

(︁
3− 16

𝑢2
+

8

𝑢4

)︁
− 1

45

(︁
24− 230

𝑢2
+

120

𝑢4

)︁]︂
, (25)

где

𝐴(𝑢) =
√︀
1 + (2/𝑢)2Arsh

𝑢

2
, 𝑢 =

|q|
𝑚

. (26)

Фурье-образы членов подынтегрального выраже
ния, которые не содержат функции 𝐴(𝑢), извест
ны [16].

Оставшиеся интегралы имеют вид

𝑏𝑘 =

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
e𝑖qx

𝑞2(1−𝑘)
𝐴
(︀
|q|/𝑚

)︀
, 𝑘 = 0, 1, 2 . (27)

Они представляют собой фурье-интегралы от функ
ций медленного роста и должны быть хорошо опре
делены в смысле обобщенных функций, но из-за на
личия арксинуса они не известны в табличном виде.

Поскольку двумерный интеграл Фурье берется
от сферически-симметричной функции от перемен
ной |q| = 𝑞, то результат преобразования будет
сферически-симметричной функцией от перемен
ной 𝑟 = |x|. Будем иметь в виду, что интегриро
вание по полярному углу 𝜙 в плоскости 𝑞1𝑞2 мо
жет быть осуществлено с помощью табличного
интеграла [17]

2𝜋∫︁
0

𝑑𝜙 e±𝑖𝑞𝑟 cos𝜙 = 2𝜋𝐽0(𝑞𝑟) . (28)

Но остающиеся одномерные интегралы по |q| содер
жат либо инфракрасную (𝑏0), либо ультрафиолето
вую (𝑏1, 𝑏2) расходимости. Наша задача — привести
их к суперпозиции сходящихся одномерных римано
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вых интегралов и уже введенных обобщеннофунк
циональных интегралов преобразований Фурье.

Для оценки сходимости нам нужно знать разло
жение 𝐴(𝑢) при малых и больших значениях аргу
мента; тейлорово разложение имеет вид

𝐴(𝑢) = 1 +
1

12
𝑢2 − 1

120
𝑢4 +

1

840
𝑢6 +𝒪(𝑢8) , (29)

а асимптотическое разложение дается выражением

𝐴(𝑢) = ln𝑢+
2 ln𝑢+ 1

𝑢2
− 2 ln𝑢− 1/2

𝑢4
+𝒪

(︁ ln𝑢
𝑢6

)︁
.

(30)

Тогда в каждом из интегралов 𝑏𝑘, в зависимости
от характера неинтегрируемой особенности, мы вы
чтем и добавим низшие члены соответствующих
разложений (контрчлены), следя за тем, чтобы от
контрчленов не возникало новой особенности на
противоположном пределе интегрирования. Тогда
вычитаемые контрчлены будут регуляризовывать
неинтегрируемую особенность, а двумерные инте

гралы от контрчленов уже будут являться таблич
ными интегралами Фурье обобщенных функций.

Для примера при вычислении 𝑏0, согласно (29),
вычтем и добавим единицу к 𝐴:

𝑏0(𝑟) =

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
𝑒𝑖qx

𝑞2
(𝐴− 1) +

∫︁
𝑑2𝑞

(2𝜋)2
𝑒𝑖qx

𝑞2
. (31)

Второй интеграл стандартно вычисляется, а в пер
вом после интегрирования по углу инфракрасная
особенность исчезнет, а новой ультрафиолетовой
расходимости не возникнет:

𝑏0(𝑟) =

∞∫︁
0

𝑑𝑞
𝐽0(𝑞𝑟)

2𝜋

𝐴− 1

𝑞
− ln 𝑟

2𝜋
. (32)

Оставшийся интеграл сходится в римановом смыс
ле и может быть вычислен численно.

Собирая все вклады в (25) и опуская дельта
функции с носителем на струне, мы получаем сле
дующее выражение для перенормированной плот
ности энергии:

⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑟)

⟩︀ren
vac

=
𝜇

40𝜋2

∞∫︁
0

𝑞𝐽0(𝑞𝑟)

[︂
𝐴
(︁
𝑞2 − 16

3
𝑚2 +

8

3

𝑚4

𝑞2

)︁
+ ln

𝑞

𝑚

(︁10
3

𝑚2 − 𝑞2
)︁
−

−𝑚2
(︁
1 +

8

3

𝑚2

𝑞2

)︁]︂
𝑑𝑞 +

𝜇

10𝜋2

(︁ 1

𝑟4
+

5

6

𝑚2

𝑟2

)︁
. (33)

Сделав замену переменной, мы получим окончательно:⟨︀
𝑇𝑡𝑡(𝑟,𝑚)

⟩︀ren
vac

=
𝜇

10𝜋2𝑟4
𝐹 (𝑚𝑟),

𝐹 (𝑧) =
𝑧4

4

∞∫︁
0

𝑠3𝐽0(𝑧𝑠)

[︂
𝐴(𝑠)

(︁
1− 16

3𝑠2
+

8

3𝑠4

)︁
+

(︁ 10

3𝑠2
− 1

)︁
ln 𝑠− 1

𝑠2

(︁
1 +

8

3𝑠2

)︁]︂
𝑑𝑠+

(︁
1 +

5

6
𝑧2
)︁
.

(34)

Функция 𝐹 (𝑧) определяет вклад массивных мод
в эффект поляризации вакуума в окрестности стру
ны относительно вклада безмассового поля. Гра
фик функции 𝐹 (𝑧) представлен на рисунке. Из при
веденного рисунка видно, что вклад массивного по
ля становится пренебрежимо малым уже на рас
стоянии порядка нескольких комптоновских длин
волн, как это и следовало из размерных сообра
жений. Из него также следует, что для скаляр
ного поля с массой 𝑚 на расстояниях, меньших
приблизительно 0.7 𝑙𝑐, плотность энергии выше,
чем для безмассового поля.

ЗАКЛЮЧЕНИЕ

В рамках однопетлевой квантовой гравитации
рассмотрен эффект поляризации вакуума массив
ного скалярного поля с минимальной связью вбли
зи прямолинейной космической струны. Показа
но, что относительный вклад массивных полей
в перенормированное вакуумное среднее тензо

Рисунок. График 𝐹 (𝑧)

ра энергии-импульса становится пренебрежимо ма
лым уже на расстоянии нескольких комптоновских
длин волн от струны.
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Within the framework of one-loop quantum gravity, we consider the vacuum polarization effect of the
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