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Resumo

Apresentamos resultados sobre a viabilidade domecanismo deBariogênese Gravitacional
para cosmologias de ricochete, geradas por efeitos quânticos representados por uma equação
de Wheeler-DeWitt, interpretada de acordo com a teoria de de Broglie-Bohm. No contexto
de mini-superespaços, mostramos que é possível obter a assimetria de matéria e antimatéria
observada no Universo, para uma larga região no espaço de parâmetros livres da teoria. Além
disso, apresentamos as diferenças dessas regiões para ricochetes simétricos e assimétricos, tanto
para evoluções unitárias, quanto não unitárias.



Abstract

We present results regarding the applicability of Gravitational Baryogenesis for bouncing
cosmologies generated by quantum effects represented by aWheeler-DeWitt equation, interpreted
according to the de Broglie-Bohm theory. In the context of minisuperspace models, we show that
it is possible to obtain the correct baryon asymmetry observed in the Universe, for large regions
in the parameter space of this theory. Furthermore, we discuss how different types of bounces,
both symmetric and asymmetric, affect these regions.
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1 Introdução

A produção de matéria bariônica no Universo primordial ainda é um mistério no modelo
padrão da cosmologia. A pequena assimetria observada entre matéria e antimatéria, apesar
de suficiente para compor todos as estruturas que observamos, ainda não é compreendida em
detalhes. Além disso, a singularidade inicial nesses modelos cosmológicos, que se baseiam na
Relatividade Geral (RG), também é uma questão para a qual não há um consenso, indicando
possíveis limites para a aplicabilidade dessa teoria [1–3]. Nesse sentido, diversas propostas foram
feitas para eliminar a singularidade através de efeitos quânticos, que se tornam importantes em
escalas de tamanho tão pequenas. Muitas dessas sugestões envolvem cosmologias de ricochete,
onde a singularidade é substituída pelo colapso de um Universo anterior [4–6].

Algumas extensões da RG que lidam com a singularidade inicial, como modelos de
acoplamento não mínimo entre os graus de liberdade gravitacionais e os de matéria, termos
adicionais à Lagrangiana gravitacional ou até a presença de campos de matéria exótica surgem
como formas efetivas de incorporar os efeitos quânticos, como em [7–10]. Outro caminho
possível, de forma semelhante ao que foi feito com os modelos atômicos clássicos ou com o
campo eletromagnético próximo às partículas carregadas, é uma quantização própria da RG, o
que poderia eliminar essas singularidades. Entretanto, ainda não temos uma teoria estabelecida,
apesar das várias propostas em desenvolvimento [11–13]. Não obstante, no caso da cosmologia,
considerando as condições de enorme homogeneidade quando o Universo era quente e denso, é
possível desenvolver uma teoria quântica efetiva na qual o espaço de configurações completo
da RG e dos campos de matéria, chamado superespaço, é reduzido a um subconjunto contendo
apenas os graus de liberdade associados à homogeneidade e às relativas perturbações, chamado
mini-superespaço [14, 15]. A justificação matemática rigorosa para essa redução ainda não está
bem desenvolvida, todavia ainda podemos extrair resultados úteis para reconciliar os modelos
clássicos com as situações extremas próximas ao tempo associado à singularidade, além de obter
propriedades relevantes para as possíveis teorias completas de gravitação quântica.

Outro ponto importante, que surge quando começamos a considerar as teorias quânticas
da gravitação, são as incoerências ao usarmos a interpretação tradicional de Copenhague. Como
sabemos, nessa interpretação usual, a função de onda é um objeto matemático que descreve a
amplitude de probabilidade no processo de medição por um agente externo de um observável,
descrito por um operador Hermitiano, cujos autovalores correspondem aos valores medidos
deste observável num processo de medida quântica [16–18]. Esse processo de medição se dá,
tradicionalmente, por um colapso não unitário e não linear da função de onda, causado pelo
agente externo, que não pode ser descrito por uma evolução quântica unitária. Essa ruptura entre o
sistema quântico e o agente externo é incabível quando o sistema é o Universo, que, por definição,
não admite nada externo, criando um impasse no momento de caracterizar o seu estado físico.
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Consequentemente, usar a teoria quântica na sua forma usual parece não fazer sentido algum,
nos deixando de mãos atadas ao tentar aplicá-la à cosmologia.

Felizmente, existem teorias quânticas alternativas que produzem os mesmos resultados
da interpretação de Copenhague, como por exemplo a Interpretação de Muitos Mundos (IMM),
em que o colapso da função de onda é substituído por uma divisão em ramos distintos, onde todas
as possibilidades acontecem em realidades distintas [19]. Outro exemplo é a teoria do Colapso
Espontâneo (ou teoria de Ghirardi-Rimini-Weber), onde a evolução unitária descrita pela equação
de Schrödinger é suplementada por uma outra evolução não linear onde o colapso da função de
onda ocorre fisicamente [20], entre outras. Ambas teorias dispensam a necessidade de um agente
externo e resolvem o colapso da função de onda, sendo as duas já usadas na cosmologia quântica,
como em [21–25].

Nesse trabalho, nós optamos por adotar a interpretação de de Broglie-Bohm (dBB) [26–
28]. Nessa abordagem, supõe-se existir independentemente das observações o ponto no espaço
de configurações que descreve os graus de liberdade do sistema e do aparelho de medição, tanto
para posições de partículas quanto para configurações de campos. Dependendo das configurações
iniciais desse sistema, o ponto que o descreve vai acessar um dos ramos da função de onda
relacionada. Os outros ramos que permanecem vazios não interferem fisicamente no sistema [26–
28], o que os torna inócuos ao observador e impossíveis de medir. Dessa forma, conseguimos
um colapso efetivo da função de onda sem o surgimento de outras realidades, como em IMM.
Apesar da impossibilidade da medição desses ramos inócuos, ainda surge o aspecto estatístico,
fundamental a qualquer teoria quântica, quando consideramos nosso desconhecimento sobre as
configurações iniciais do sistema. Esse desconhecimento, associado à impossibilidade prática de
medir todos graus de liberdade simultaneamente, nos retornam as propriedades de incerteza de
Heisenberg, por exemplo, mas apontam caminhos para a testabilidade da teoria de dBB, como
discutido em [27,29]. Nessa interpretação, a teoria quântica pode ser vista como algo fundamental
à natureza, podendo ser aplicada a qualquer sistema físico, inclusive o Universo, a partir da qual
as leis da mecânica clássica são, sob certas condições físicas, um subproduto.

A aplicação da teoria de dBB à cosmologia nos leva a trajetórias reais para o fator de
escala do Universo, a(t), que pode ser obtido a partir de uma função de onda do Universo Ψ que
satisfaz uma equação de cosmologia quântica, normalmente a de Wheeler-DeWitt [30]. Esse
fator de escala apresenta, no geral, uma fase de contração que dura até o fator de escala alcançar
um valor mínimo, a partir do qual ocorre um ricochete e segue uma expansão de Friedmann
usual, quando o limite clássico é recuperado. A física em torno do ricochete é majoritariamente
descrita por efeitos quânticos, interpretados de maneira efetiva nessa abordagem, ao passo que
as fases de contração e expansão são descritas pela cosmologia padrão. Essa evolução da fase
de contração para a fase de expansão pode se dar de maneira simétrica [8, 31], quando a parte
de matéria é composta apenas por poeira e radiação [32], descritos por fluidos perfeitos. Sua
evolução é a seguinte: uma fase de contração dominada por poeira, seguida por outra fase de
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contração, dessa vez dominada por radiação, o ricochete, uma fase de expansão dominada por
radiação e, por último, uma fase de expansão dominada por matéria. A presença desse fluido
de poeira, que pode ser matéria escura, é importante para obter um espectro de perturbações
cosmológicas quase invariante de escala.

Outros ricochetes resultantes da aplicação da teoria de dBB podem ter dinâmicas mais
complexas, como o caso de um campo escalar com potencial exponencial, que pode reger o
ricochete como matéria dura, se comportar como fluido de poeira no passado e futuro assintóticos
e também apresentar um comportamento transiente típico da energia escura durante a expansão
distante do ricochete [33]. Esse ricochete é assimétrico, pois esse comportamento de energia
escura ocorre apenas na fase de expansão, o que evita problemas relacionados à produção
demasiada de ondas gravitacionais no ricochete e às condições iniciais do estado de vácuo na
contração. Outros ricochetes assimétricos foram obtidos em [34], com evoluções unitárias e não
unitárias. Uma das soluções, que será discutida mais a frente, apresenta uma fase de contração
para um espaço-tempo quase plano, o que pode ser relevante para o estudo da bariogênese, pois
esses cenários podem ser usados para lidar com a produção não desprezível de partículas durante
a fase de contração, com possível reação reversa próxima ao ricochete [35, 36].

A assimetria de bárions e antibárions no nosso Universo, isto é, o excesso de matéria
sobre antimatéria, é corroborada por dados observacionais da Radiação Cósmica de Fundo
(RCF) [37], por previsões da nucleossíntese primordial [38], e pela ausência da radiação resultante
da aniquilação de pares matéria-antimatéria [39]. Essa assimetria, da ordem de um bárion
excedente para cada bilhão de pares bárion-antibárion, pode ser representada como uma razão
entre a diferença da densidade de bárions e antibárions nB e densidade de entropia s, cujo
valor observado é nB/s = 9.2+0.6

−0.4 × 10−11. Uma das teorias mais importantes nessa área é a
bariogênese eletrofraca, que satisfaz as condições de Sakharov [40, 41]. Entretanto, essa teoria
é incapaz de produzir a assimetria observada dentro do Modelo Padrão de Física de Partículas
(MPFP) [42, 43]. Algumas sugestões de física além do MPFP, envolvendo acoplamentos não
mínimos sem violar CPT, também apontam caminhos para tratar a bariogênese, como em [44].
Outro mecanismo relevante é a chamada bariogênese espontânea [45, 46], que é baseada no
acoplamento de um campo escalar com a corrente de número bariônico. O ponto principal
dessa abordagem é que as reações que produzem a assimetria de matéria bariônica acontecem
durante o equilíbrio termodinâmico, mas sem contradizer as condições de Sakharov, pois o
acoplamento do campo escalar quebra a simetria CPT (carga, paridade, tempo) num universo
dinâmico. Finalmente, um terceiro mecanismo é a bariogênese gravitacional [47], sendo uma
extensão natural do último, que poderia ocorrer em uma teoria efetiva da gravidade, como a
cosmologia quântica associada à interpretação de dBB já mencionada. Dessa vez, o acoplamento
se dá entre a derivada do escalar de Ricci e a corrente de número bariônico, interação essa que
daria sinais opostos de energia para partículas e antipartículas, o que também violaria a simetria
CPT em um universo dinâmico. Esses últimos dois mecanismos são semelhantes: ambos induzem
mudanças nas distribuições de equilíbrio térmico, que resultam em uma possível assimetria
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bariônica. Ademais, é importante mencionar que uma solução de ricochete parece ser importante
para esses mecanismos serem eficientes, como pode ser observado a partir da equação (14)
da Ref. [48]. Assim, no contexto da Cosmologia Quântica em Laços, podemos perceber que
um universo dominado por radiação é incapaz de produzir a assimetria de bárions no caso de
Einstein-Hilbert (densidade crítica ρc →∞), enquanto que para um universo com ricochete (ρc
finito), isto torna-se possível.

Diante do exposto, o objetivo da presente dissertação foi avaliar a viabilidade do meca-
nismo de produção de bariogênese gravitacional no contexto da cosmologia quântica de dBB,
em ricochetes simétricos e assimétricos, com evoluções unitárias e não unitárias. Os resultados
referentes obtidos foram publicados no artigo [49]. O texto será dividido da seguinte forma: no
Capítulo 2, vamos introduzir os principais resultados nos modelos de cosmologia padrão para o
nosso estudo, ainda sem abordar fenômenos quânticos, além de uma breve história térmica do
Universo e resultados termodinâmicos relevantes. A seguir, no Capítulo 3, apresentamos breve-
mente a teoria quântica de dBB e seus resultados que nos levam à sua aplicação à cosmologia. Já
no Capítulo 4, mostramos uma forma de aplicar essa teoria quântica à cosmologia a partir da
equação de Wheeler-DeWitt, que nos possibilita encontrar a forma do fator de escala a(t) nos
diferentes casos de ricochetes considerados. Continuando, no Capítulo 5, aplicamos a proposta
da bariogênese gravitacional para as cosmologias quânticas de dBB, nos casos de ricochetes
simétricos e assimétricos. Finalmente, no Capítulo 6, trazemos considerações a respeito dos
resultados obtidos.
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2 Uma breve caminhada pela cosmologia

2.1 Os primeiros modelos cosmológicos

No início do século XX, graças ao desenvolvimento da teoria da Relatividade Geral, foi
possível aos cientistas da época a contemplação de estudos que envolvessem as maiores escalas
de distâncias possíveis, estudos esses que inevitavelmente tangem questões filosóficas densas
como “de onde viemos?”, “para onde vamos?”, e “existe um começo para tudo?”. Esse estudo tem
como seu principal objeto o próprio cosmos, o nosso Universo como um todo, e a ele chamamos,
adequadamente, de cosmologia. Um dos primeiros modelos sugeridos por Einstein [50, 51], logo
após alcançar suas famosas equações da Relatividade Geral,

Rµν −
1

2
gµν R = κTµν , (2.1)

surgiu de sua crença em um Universo estático. Para tanto, ele propôs um fluido de matéria
incoerente, isto é, uma matéria que não interage entre si senão gravitacionalmente, mas logo
percebeu que esse tipo de geometria estática que ele desejava era incompatível com as suas
equações, tais como as formulou. Para acomodar sua hipótese de um Universo estático, ele
introduziu em suas equações um termo que resolveria essa impossibilidade, tornando-as então:

Rµν −
1

2
gµν R + Λ gµν = κTµν , (2.2)

Nessa equação, Λ seria uma constante cósmica fundamental da teoria, que quando multiplicada
pela métrica e adicionada dessa forma, resulta no efeito desejado: um Universo estático.

Mais à frente entraremos em detalhes nas equações de Einstein, que até hoje são o coração
do estudo da cosmologia, mas por ora cabe dizer que essa proposta inicial, embora distinta do
que sabemos atualmente sobre a natureza do Universo, foi o começo de um dos caminhos
mais frutíferos no estudo da cosmologia. Outros modelos que, como esse, se utilizam de um
fluído perfeito como fonte principal da curvatura do espaço-tempo surgiram nesse começo da
investigação cosmológica [52]. Dentre eles, podemos citar os de Friedmann, de Kasner e de Gödel.
Cada um desses tem características distintas quanto à natureza cinemática proposta para o seu
fluido e, consequentemente, para o Universo. No de Einstein, como sugerimos, não há expansão,
rotação nem cisalhamento (shear), enquanto que os outros modelos encorporam diferentes
combinações dessas características cinemáticas. O modelo de Friedmann, que será trabalhado
em detalhes mais adiante, apresenta uma expansão isotrópica, irrotacional e sem cisalhamento,
enquanto que o de Gödel, por exemplo, apresenta um universo homogêneo anisotrópico, sem
expansão nem cisalhamento, mas com rotação.

Nosso interesse principal neste trabalho serão as equações associadas ao modelo de
Friedmann, pois em grandes dimensões espaciais, da ordem de 100Mpc (1Mpc' 3,26×106 anos-
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luz ' 3,09×1022 metros), podemos dizer que o nosso Universo é estatisticamente homogêneo e
isotrópico [53,54]. A homogeneidade do Universo, que pode parecer contraintuitiva aos olhos
humanos, significa que qualquer ponto no espaço tem propriedades físicas equivalentes a qualquer
outro ponto. Isotropia significa que, para algum ponto, não há direções privilegiadas no nosso
Universo. Se, por um lado, isotropia em todos os pontos do Universo automaticamente garante a
homogeneidade; por outro, a homogeneidade do Universo não garante a isotropia.

Para nossa sorte, a homogeneidade e isotropia estatísticas do Universo reduzem muito
as geometrias e expansões ou contrações possíveis. Sobre a geometria, é possível mostrar que
para subespaços espaciais tridimensionais homogêneos e esfericamente simétricos, esses são
maximalmente simétricos [2, 55]. Mais formalmente, é possível definir transformações infinitesi-
mais que, no caso de um subespaço com essas simetrias, geram isometrias da métrica gµν que
descreve a variedadeM. Essas transformações infinitesimais podem ser caracterizadas pelos
vetores de Killing, denotados por ξµ(x), da seguinte forma, para um quadrivetor xµ da variedade

x′µ = xµ + εξµ(x), (2.3)

onde esses vetores ξµ(x) têm a seguinte propriedade

ξµ;ν(x) + ξν;µ(x) = 0, (2.4)

onde ; denota a derivada covariante usual. A partir dessas simetrias e usando os vetores de Killing
é possível mostrar que as métricas dos espaços com essas propriedades de simetria sempre podem
ser escritas, usando coordenadas usuais para a 2-esfera, na forma:

ds2 = −dt2 + a2(t)

[
dr2

1− kr2
+ r2dθ2 + r2sin2θdφ2

]
, (2.5)

onde, para facilitar a sua leitura, usamos a representação do intervalo definido como

ds2 = gµνdx
µdxν . (2.6)

Aqui, k assume os valores k = 0, 1 ou −1 respectivamente para tri-espaços com curvatura
(3)K nula, positiva ou negativa e a(t) uma função positiva chamada de fator de escala, que será
explorada em detalhes mais à frente. Podemos ver, ainda, uma clara separação das partes temporal
e espacial, pois não há termos cruzados nas derivadas. Além disso, a parte angular da métrica
definida em coordenadas esféricas apresenta evidente simetria esférica. As métricas como na
Eq. (2.5) são chamadas em cosmologia de métricas de Friedmann-Lemaître-Robertson-Walker
(FLRW) e serão o principal objeto de estudo neste trabalho.

Outro resultado importante sobre a imposição dessas simetrias: elas garantem que a
nossa variedadeM4, descrevendo o espaço-tempo pode ser dividida em um folheamento 3 + 1,
onde escolhemos um parâmetro real para representar um tempo global (tempo cósmico) e uma
hiper-superfície espacial (M3), com uma topologia genérica e simetria esférica [1, 55], isto é,

M4 =M3 ⊗ R. (2.7)
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Quanto à curvatura da hiper-superfície espacial, só existem três tipos possíveis: (a) espaços
planos; (b) espaços esféricos tridimensionais com curvatura constante positiva; e (c) espaços
hiperbólicos tridimensionais com curvatura constante negativa, que correspondem justamente
ao valor de k na métrica da Eq. (2.5), sendo justamente (a) para k = 0, (b) quando k = 1 e (c)
quando k = −1.

Veremos, na próxima seção, as restrições sobre as possíveis leis de expansão de um
universo que tenha as propriedades de simetria tais quais as que estamos trabalhando.

2.2 Lei de Hubble

Para um Universo homogêneo e isotrópico como o nosso a única lei capaz de descrever
as velocidades relativas de expansão ou contração é a Lei de Hubble. Essa lei afirma que

vA(B) = H(t)rAB, (2.8)

onde vA(B) é a velocidade relativa de um ponto A com relação ao ponto B, rAB é o vetor que
representa a distância entre os dois pontos, partindo de B e H(t) é o parâmetro de Hubble, que
evidentemente tem unidade de tempo−1 e depende apenas do tempo t. De fato, para mostrar que
essa é a única expansão possível em um universo homogêneo e isotrópico, podemos partir de
uma lei de expansão/contração genérica:

vA(B) = f(rAB, t), (2.9)

onde f(r, t) corresponde a uma função genérica da distância e do tempo. Entretanto, se tivermos
um terceiro ponto C, sabemos que simultaneamente:

vC(B) = f(rCB, t), vA(B) = f(rAB, t) (2.10)

e, pela homogeneidade, podemos garantir que:

vA(C) = vA(B) − vC(B), (2.11)

mas para isso acontecer
f(rAC , t) = f(rAB, t)− f(rCB, t) (2.12)

tem que valer. Como rAC é justamente rAB − rCB, temos, então, a restrição:

f(rAB − rCB, t) = f(rAB, t)− f(rCB, t). (2.13)

Agora, como essa função f(r, t) deve ser analítica para representar uma expansão física, podemos
expandi-la em sua série de Taylor com relação a r, isto é:

f(r, t) =
∞∑
k=0

f(k)(a, t)(r− a)k

k!
, (2.14)
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onde f(k)(a, t) representa a k-ésima derivada de f(r, t) com relação a r no ponto a. Tomando,
agora, a como o vetor nulo e realizando essa expansão em ambos os lados da Eq. (2.13) temos:

∞∑
k=0

f(k)(0, t)(rAB − rCB)k

k!
=
∞∑
k=0

f(k)(0, t)(rAB)k

k!
−

∞∑
k=0

f(k)(0, t)(rCB)k

k!
. (2.15)

Agora, colocando f(k)(0, t) em evidência do lado direito, podemos ver que essa igualdade apenas
será verdadeira quando (rAB − rCB)k for igual a (rAB)k − (rCB)k. Isso só vai acontecer caso a
função f(r, t) seja linear em r, o que truncaria a expansão para k > 1. Ainda assim, mesmo com
uma função linear em r, poderíamos ter ainda umamatrizM(t) 3×3 tal que f(r, t) = M(t)r seria
a forma linear mais geral possível. Entretanto, para manter a isotropia,M deve ser proporcional à
identidade 13, pois, caso contrário, um de seus autovetores representaria uma direção privilegiada
na nossa hiper-superfície. Finalmente, basta tomarM(t) = 13H(t) para obter a Lei de Hubble
como única transformação que respeita a homogeneidade e a isotropia em sua evolução.

Ainda sobre a Lei de Hubble, podemos obter a evolução temporal das distâncias comóveis,
partindo da Eq. (2.8) na forma

ṙ(t) = H(t)r, (2.16)

podemos integrar com respeito ao tempo em ambos os lados e obter

r(t) = exp

{(∫
H(t)dt

)}
χ, (2.17)

onde χ representa uma distância para algum tempo específico. Mas da métrica na Eq. (2.5) vemos
que r(t) = a(t)χ, o que nos leva à seguinte relação para o fator de escala:

a(t) = exp

(∫
H(t)dt

)
. (2.18)

Podemos, também, relacionar a sua derivada diretamente com H(t), da seguinte forma:

ȧ(t)

a(t)
= H(t). (2.19)

Nesse sentido, como a(t) relaciona a distância entre dois pontos comóveis emmomentos distintos,
podemos usar razões entre os fatores de escala correspondentes para determinar, justamente,
como muda a escala do nosso Universo entre esses dois instantes. Mais ainda, se H(t) está
definido a partir da variação do fator de escala, podemos entendê-lo como uma medida da taxa
de expansão do Universo e será um dos termos mais importantes para os modelos que serão
apresentados mais adiante.

Quanto ao seu valor, existem tensões relacionadas às medidas de H0 = H(t0), onde t0
representa o tempo cósmico atual. Algumas medidas independentes de modelo, baseadas no
Universo tardio, como uma usando estrelas cefeidas como velas padrão coloca H0 = 73, 2 ±
1, 3 km s−1 Mpc−1 [56], enquanto que medidas das anisotropias da radiação cósmica de fundo
(CMB), realizadas usando o modelo cosmológico ΛCDM , um dos mais aceitos atualmente,
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encontraram H0 = 67, 4 ± 0, 5km s−1 Mpc−1 [38]. Vale ressaltar que as medidas que usam
a CMB são dependentes de modelo e, nesse sentido, essas tensões podem sugerir nova física,
principalmente no Universo primordial [57]. Para o nosso trabalho, usaremos o valor de H0 =

70km s−1 Mpc−1, mas os resultados obtidos adiante podem facilmente ser traduzidos para outros
valores da parâmetro de Hubble. Destarte, nosso resultado, como mostraremos, será equivalente
para valores dentro dessa margem atual.

2.3 As equações de Friedmann

Ao estudar a teoria relativística, é sempre bom nos lembramos de que não existem coor-
denadas absolutas para a descrição do espaço-tempo, além de que as distâncias espaciais não são
invariantes sob transformações de coordenadas. Entretanto, uma boa escolha de coordenadas
nos permite enxergar com mais clareza algumas propriedades, ou são simplesmente mais conve-
nientes de se trabalhar. Ademais, a quantidade que permanece invariante às transformações de
coordenada é o intervalo ds2, definido como na Eq. (2.6) a partir de um tensor métrico gµν(xα),
onde xα = (t, r, θ, φ) é o quadri-vetor que descreve um evento. A evolução desse tensor métrico
é descrita pelas Equações de Einstein. São elas, na sua forma covariante,

Rµν −
1

2
gµν R + Λ gµν = κTµν , (2.20)

onde é comum abreviar parte do lado esquerdo na forma Gµν ≡ Rµν − 1
2
gµν R, conhecido como

o tensor de Einstein; κ = 8πG/c4 ' 2, 08× 10−43N−1 é normalmente chamada de constante
gravitacional de Einstein; Tµν é a forma covariante do tensor energia-momento e pode ser definido
formalmente a partir da variação funcional da ação da parte não gravitacional SM como

Tµν ≡
−2√
−g

δSM
δgµν

. (2.21)

Além disso, temos as quantidades definidas em termos da métrica

R ≡ gµνRα
µαν = gµνRµν , (2.22)

Rα
βµν ≡ Γαβν,µ − Γαβµ,ν + ΓαµλΓ

λ
βν − ΓανλΓ

λ
βµ, (2.23)

Γαβµ ≡
1

2
gαλ (gβλ,µ + gλµ,β − gβµ,λ) , (2.24)

onde chamamos R de escalar de curvatura, Rµν de tensor de curvatura de Ricci, Rα
βµν de tensor

de Riemann e Γαβµ de símbolos de Christoffel do segundo tipo.

Na equação de Einstein, o lado esquerdo da igualdade representa a geometria, em ter-
mos da métrica e da sua curvatura, enquanto o lado direito representa a matéria e energia não
gravitacional. Vale notar que ambos os tensores são simétricos, isto é,

Gµν = Gνµ e Tµν = Tνµ. (2.25)
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Além disso, como o lado esquerdo satisfaz as igualdades de Bianchi, podemos mostrar que [58]

Gαν
;α = 0, (2.26)

de onde concluímos diretamente
Tαν;α = 0, (2.27)

que funciona como uma lei de conservação para espaços curvos, mas também incorpora a
transferência de energia entre as partes gravitacional e não gravitacional do sistema. Isso é algo
que a lei de conservação da relatividade especial, para espaços de Minkowski,

∂Tαν

∂xα
= Tαν,α = 0, (2.28)

não apresentava.

Quando descrevemos um fluido perfeito usando seu tensor energia-momento, podemos
usar variáveis cinemáticas apropriadas à natureza do fluido sob estudo. No nosso caso, como
vamos nos deter à investigação de fluidos que obedecem às propriedades de homogeneidade e
isotropia do Universo, usando a sua densidade de matéria-energia ρ(t), a sua pressão p(t) e a
quadrivelocidade uα, Tµν assume a forma

Tµν = (ρ+ p)uµuν + pgµν . (2.29)

Já a sua equação de estado p = p(ρ), depende das propriedades da parte não gravitacional e
precisa ser descrita separadamente. Por exemplo, para um gás ultra-relativístico a equação de
estado é p = ρ/3. Na maioria dos casos de interesse cosmológico as equações de estado são da
forma p = ωρ, onde ω é uma constante.

Considerando um sistema de coordenadas comóveis com o fluido, a quadrivelocidade
obtém a forma

u0 = 1, ui = 0, (2.30)

de onde podemos obter as componentes do tensor misto:

T 0
0 = −ρ, (2.31)

T 0
i = 0, (2.32)

T ij = p. (2.33)

Contraindo as equações de Einstein (2.20) com gµν obtemos:

R = −κT µµ + 4Λ, (2.34)

e assim, quando substituimos esse R de volta, as equações (2.20) nos dão

Rµν = κ

(
Tµν −

1

2
gµνT

λ
λ

)
+ Λ gµν , (2.35)
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de onde podemos definir um tensor fonte

Sµν = Tµν −
1

2
gµνT

λ
λ , (2.36)

cujas componentes para o fluido escolhido ficam:

S00 =
1

2
(ρ+ 3p), (2.37)

S0i = 0, (2.38)

Sij =
1

2
(ρ− p)a2(t)g̃ij, (2.39)

onde g̃ij são as componentes espaciais da métrica de FLRW divididos pelo fator de escala,
gij = a(t)g̃ij , ou explicitamente

g̃rr = (1− kr2)−1, g̃θθ = r2, g̃φφ = r2sin2θ,

g̃ij = 0 para i 6= j.
(2.40)

O tensor de Ricci Rµν , por sua vez, pode ser encontrado em termos da métrica, calculando os
símbolos de Christoffel da Eq. (2.24) e substituindo nas Eqs. (2.22) e (2.23), obtemos

R00 = −3ä

a
, (2.41)

R0i = 0, (2.42)

Rij =
(
aä+ 2ȧ2 + 2k

)
g̃ij. (2.43)

Finalmente, usando as equações de Einstein na forma da Eq. (2.35), podemos obter as equações
para as componentes tempo-tempo:

−3
ä

a
=
κ

2
(ρ+ 3p)− Λ (2.44)

e as componentes espaço-espaço:

aä+ 2ȧ2 + 2k =
κ

2
(ρ− p)a2 + Λa2, (2.45)

de onde podemos combinar as duas Eqs. (2.44) e (2.45) para eliminar ä, obtendo

ȧ2(t) + k =

(
κ

3
ρ+

Λ

3

)
a2(t) (2.46)

ou ainda, dividindo por a2 e usando a Eq. (2.19) chegamos a

H2 =
κ

3
ρ+

Λ

3
− k

a2
. (2.47)

Essa última equação é uma das Equações de Friedmann e podemos interpretá-la lembrando
que H(t) é a taxa de expansão do Universo. Nesse sentido, vemos que a densidade de matéria-
energia ρ e a constante cosmológica Λ têm uma contribuição positiva para essa taxa, enquanto a
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contribuição do sinal da curvatura do espaço tempo, k, depende do seu sinal e é extremamente
importante, pois note que caso k = −1 ou k = 0, o lado direito da Eq. (2.47) será sempre
positivo, o que nos leva a um fator de escala que cresce indefinidamente, ou seja, um Universo em
eterna expansão. Em contrapartida, quando k = 1 existe a possibilidade de que H2(t) seja nulo
para algum tempo t e, nesse caso, se a Eq. (2.44) nos der uma segunda derivada de a(t) negativa,
nesse tempo a expansão do Universo atingiria seu valor máximo e seguiria uma contração com
ȧ(t) < 0 até uma segunda singularidade.

Outra equação muito útil advém da conservação do tensor energia-momento, como vimos
na Eq. (2.27), que usando um truque para derivações de tensores contraídos

Tαν;α =
1√
−g

∂

∂xµ
(√
−gT µν

)
+ ΓνµλT

µλ, (2.48)

onde g é o determinante da métrica, vira

0 =
1√
−g

∂

∂xµ
(√
−gT µν

)
+ ΓνµλT

µλ, (2.49)

de onde podemos substituir a forma de T µν e encontrar

0 =
∂p

∂xν
gµν + g−1/2 ∂

∂xν
[g1/2(ρ+ p)uµuν ] + Γµνλ(ρ+ p)uνuλ, (2.50)

que usando a Eq. (2.30) e calculando as conexões não nulas temos, finalmente

a3dp(t)

dt
=

d

dt
[a3(ρ+ p)], (2.51)

ou ainda, equivalentemente,

ρ̇+ 3
ȧ

a
(ρ+ p) = 0 ou (2.52)

d

da
(ρa3) = −3pa2. (2.53)

Essa equação de conservação de matéria-energia (2.52), combinada com as Eqs. (2.44) e (2.47)
formam um conjunto de equações, em que apenas duas são necessárias para determinar a evolução
completa do Universo quando ȧ 6= 0. Caso contrário, as três são necessárias. Em ambos os casos,
precisamos também de uma equação de estado do tipo p = p(ρ).

Vale colocar ainda uma segunda forma para a Eq. (2.47) que pode nos ajudar a interpretar
propriedades do Universo em termos das densidades de seus componentes. Para isso, vamos
definir as densidades ρ das suas principais componentes em termos tanto do fator de escala,
quanto da sua equação de estado. Para equações de estado da forma

p(ρ) = ωρ, (2.54)

onde ω é uma constante diferente para cada tipo de fluido, se considerados os fluidos como
interagentes apenas gravitacionalmente, podemos separar suas equações (2.52), para cada fluido
e integrá-las em a para obter

ρ(a) ∝ 1

a3(ω+1)
. (2.55)
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Se k = 0, uma solução em termos do tempo cósmico para o fator de escala considerando apenas
um fluido é:

a(t)

a0

=

(
t

t0

) 2
3(ω+1)

, (2.56)

onde a0 = a(t0) é o fator de escala atual. Agora, na Tabela 2.1, apresentamos para os diferentes
fluidos (matéria, radiação e vácuo), as respectivas equações de estado e as suas densidades em
termos do fator de escala. O termo matéria reúne o setor bariônico e escuro, e o vácuo (Λ) está
associado à energia escura.

Fluido ω ρ(a)

matéria 0 ρm ∝ a−3

radiação 1/3 ρr ∝ a−4

vácuo (Λ) -1 ρΛ = Λ/κ

Tabela 2.1 – Relações de ω e ρ(a) para os fluidos mais relevantes no modelo

Incluindo, então, na Eq. (2.47) o Λ como uma densidade ρΛ e usando ρT = ρm + ρr + ρΛ

podemos reescrevê-la assim:

H2 =
κ

3
ρT −

k

a2
, (2.57)

Podemos, então, definir uma densidade crítica ρcr, quando o Universo teria curvatura k nula, um
ponto de transição muitíssimo relevante para o futuro do Universo, como discutimos quando
a encontramos pela primeira vez na Eq. (2.47). Essa densidade, geralmente, usa o valor da
constante de Hubble atual e assim como a velocidade de escape de um foguete, funciona como
uma referência a partir da qual podemos tratar os parâmetros de densidade relativos a esse marco.
Colocando, então, que k = 0 temos

H2 =
8πG

3
ρcr −→ ρcr =

3H2

8πG
, (2.58)

onde normalmente usamos H = H0. Com essa densidade crítica, podemos definir o chamado
parâmetro cosmológico

Ω(t) =
ρ(t)

ρcr(t)
, (2.59)

a partir do qual definimos também seu valor atual

Ω0 = Ω(t0). (2.60)

Medir Ω0, então, determinaria o sinal de k e consequentemente o futuro do Universo da seguinte
forma: se Ω0 > 1, k = 1 e o Universo é fechado com uma geometria espacial esférica, enquanto
que para Ω0 = 1, k = 0 a geometria seria plana. Por fim, caso Ω0 < 1, k = −1 teríamos uma
geometria hiperbólica. Os dois últimos casos, como falamos, resultariam em uma expansão
eterna, enquanto que o primeiro representaria um eventual colapso. Seu valor medido atualmente
é Ω0 = 1± 0, 02 [59], o que nos colocaria justamente na densidade crítica ρcr. Entretanto, essa
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medida indica apenas que o Universo aparenta ser plano para as nossas escalas de medição. No
entanto, assim como a Terra, mesmo possuindo uma geometria esférica, aparenta ser plana na
nossa escala humana, algo semelhante pode estar ocorrendo nessa medida.

Agora, usando a densidade crítica atual e os valores das densidades medidas, podemos
criar os parâmetros cosmológicos de densidade para cada fluido, como exposto na Tabela 2.2 [38],

Fluido Ω

matéria Ωm = 0, 315± 0, 018
radiação Ωr = 9, 24× 10−5

vácuo (Λ) ΩΛ = 0, 6817± 0, 0018
total Ω0,T = 1, 00± 0, 02

Tabela 2.2 – valores medidos de Ω

Como decorrência, podemos reescrever a Eq. (2.47) uma última vez

H2

H0
2 = ΩRa

−4 + Ωma
−3 + Ωka

−2 + ΩΛ, (2.61)

onde definimos Ωk = −k
a02H0

2 . Considerando essas distribuições de matéria-energia observadas na
Tabela 2.2, podemos resolver a Eq. (2.61), usando o fato de que Ωk ' 0 para o nosso Universo,
obtendo a(t). Entretanto, uma forma mais produtiva de abordar essa equação é reparando que
conforme o fator de escala a(t) cresce, a relevância de cada termo diminui em taxas diferenciadas,
devido às suas variadas potências na equação. Nesse sentido, podemos dividir a evolução do
Universo em diferentes épocas, onde a densidade referida é significativamente maior que todas
as outras, sendo elas as épocas dominadas por:

i) radiação, para z & 104, quando o Universo era dominado por matéria ultra-relativística
com p = ω/3, com a expansão a(t) ∝ t1/2;

ii) matéria, para 104 & z > zΛ ' 1, 33 e o termo de pressão nula define a expansão
a(t) ∝ t2/3

iii) energia escura, para z < zΛ ' 1, 33 e a expansão obedece a(t) ∝ exp
(√
−Λ/3 t

)
.

Aqui, usamos a medida de tempo associada ao desvio para o vermelho (redshift) de um
raio de luz emitido no tempo tem, definida como

1 + z =
a0

a(tem)
, (2.62)

que pode ser interpretada da seguinte forma: cada z corresponde a um tempo no qual nosso
Universo era 1 + z vezes menor do que é hoje. Na próxima seção vamos nos ocupar em detalhar
os acontecimentos mais importantes da época dominada pela radiação.
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2.4 História térmica do Universo

A temperatura da radiação cósmica do nosso Universo é surpreendentemente homogênea,
como comentamos no início deste capítulo. Além disso, ela tem um espectro de corpo negro
perfeito, com uma temperatura atual Tγ0 ' 2, 73 K. A temperatura dessa radiação evolui de
acordo com a relação

Tγ = Tγ0
a0

a(t)
= Tγ0(1 + z), (2.63)

que pode facilmente ser obtida comparando a relação termodinâmica da densidade de radiação
com a temperatura,

ργ ∝ T 4, (2.64)

com a Eq. (2.55) para ω = 1/3. Além disso, vale ressaltar que para essa época, podemos usar a
relação

TMeV '
O(1)√
tsec

. (2.65)

Agora, vamos resumir rapidamente os acontecimentos em ordem cronológica a partir da singula-
ridade em t = 0, onde as escalas de energia são dadas pela temperatura do gás de fótons, como
detalhado em [58].

• ∼ 10−43 s (T ∼ 1019GeV) Nessa escala, próxima à escala de Planck, é onde a gravi-
dade quântica não perturbativa domina e os resultados da relatividade geral não são mais
confiáveis. Nessas energias, ainda é impossível decidir com qualquer segurança sobre
uma teoria que funcione adequadamente. Entretanto, em escalas logo após essa, podemos
retomar o uso da relatividade.

• ∼ 10−14 − 10−43 s (T ∼ 10TeV − 1019GeV)Esses níveis de energia ainda estão além
do alcance dos nossos aceleradores mais potentes, então não podemos afirmar com se-
gurança a composição do universo nesse intervalo. Além disso, algumas questões, como
teorias de Grande Unificação das forças eletrofraca e forte provavelmente acontecem em
torno de 1016GeV . Nesse sentido, obter informações sobre essa época seria incrivelmente
rico para o desenvolvimento da física como um todo.

• ∼ 10−10 − 10−14 s (T ∼ 100GeV − 10TeV) Nesse intervalo de energias o Modelo
Padrão e a relatividade funcionam bem,mas os números de bárions e férmions são altamente
violados em transições topológicas. Em ∼ 100GeV temos a restauração da simetria
eletrofraca.

• ∼ 10−5 s (T ∼ 200MeV) Acontece a transição quarks e glúons, onde eles são confi-
nados em bárions e mésons. Essa física ainda não é inteiramente compreendida, mas
provavelmente não há uma impressão cosmológica desse evento.

• ∼ 0,2 s (T ∼ 1− 2MeV) Aqui, dois eventos importantes acontecem. O primeiro é o
desacoplamento dos neutrinos, que agora se propagam sem espalhamentos. Segundo,
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a razão entre prótons e nêutrons se congela, pois as interações que os mantinham em
equilíbrio químico deixam de ser energeticamente eficientes, deixando uma razão de
aproximadamente um nêutron a cada cinco prótons. Nesse sentido, o número de nêutrons
sobreviventes definem as abundâncias dos elementos primordiais, algo que podemos
observar quase diretamente.

• ∼ 1 s (T ∼ 0,5MeV)Essa é a energia típica damassa de repouso dos elétrons e pósitrons,
o que faz com que os fótons deixem de se dividir espontaneamente nesse par. Isso é relevante,
pois os pares partícula antipartícula restantes se aniquilam um a um, deixando um excesso
de aproximadamente um elétron para cada bilhão de fótons.

• ∼ 200− 300 s (T ∼ 0,05MeV) Nessas energias as reações nucleares se tornam efici-
entes, possibilitando a formação de núcleos de elementos leves, principalmente de He4,
com traços de deutério e He3. Entretanto, ainda há uma grande quantidade de prótons e
elétrons livres, fazendo com que o caminho médio livre dos fótons continue muito pequeno,
o que mantém o Universo opaco.

• ∼ 1011 s (T ∼ eV) Essa energia corresponde à igualdade entre as densidades de matéria
e radiação, a mesma que usamos para separar as épocas em termos de z > 104. Daqui em
diante, até um tempo muito próximo do presente, o Universo será dominado por matéria.

• ∼ 1012 − 1013 s Nesse tempo acontece a importantíssima recombinação: praticamente
todos elétrons livres são capturados pelos prótons, formando átomos de hidrogênio neutro.
Finalmente, o Universo torna-se permeável à radiação eletromagnética, que se propaga até
hoje na forma da CMB. As pequenas anisotropias térmicas dessa radiação foram induzidas
pelas pequenas heterogeneidades da distribuição de matéria na recombinação.

• ∼ 1015 − 1017 s Finalmente, nessa escala de tempo as galáxias e seus aglomerados se
formam, como resultado das inomogeneidades na distribuição de matéria.

2.5 Termodinâmica no Universo primordial

A seguir, apresentaremos alguns resultados básicos da termodinâmica no Universo ainda
quente e dominado por radiação, a fim de obter as relações que serão usadas nos cálculos de
produção de matéria e antimatéria bariônicas. Para isso, precisamos esclarecer o nosso conceito de
equilíbrio térmico em umUniverso dinâmico. Vamos começar estimando os tempos característicos
de colisão, dados aproximadamente por [58]

tcolisão '
1

σnv
, (2.66)

onde σ representa a seção de choque efetiva, n é a densidade do número de partículas e v suas
velocidades relativas. Com o propósito de decidir sobre o equilíbrio térmico, podemos comparar
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esse tempo com o tempo característico de expansão do Universo, que deve ser inversamente
proporcional ao parâmetro de Hubble, tH ∼ 1/H . Nesse sentido, se o tempo das colisões for
muito menor que o tempo de Hubble,

tcolisão � tH , (2.67)

podemos considerar que o Universo atinge um equilíbrio térmico local antes da expansão tornar-se
relevante. Agora, vamos mostrar que para temperaturas a partir da ordem de algumas centenas de
GeV a condição da Eq. (2.67) é satisfeita. Sabemos que a tais temperaturas todas as partículas
conhecidas são ultra-relativísticas e os bósons de calibre associados às forças não gravitacionais
têm massa nula, o que faz com que as interações eletrofracas e fortes tenham uma dependência
semelhante entre as suas seções de choque e a energia, que pode ser estimada por argumentos
dimensionais como

σ ' O(1)α2λ2 ' α2

T 2
, (2.68)

onde λ é o comprimento de onda de de Broglie e p = E ' T é o momento típico das partículas
em colisão. A constante adimensional α, nessas faixas de energia, é da ordem de 10−1−10−2 [58].
Levando em conta, também, que a densidade do número de partículas ultra-relativísticas é n ∼ T 3,
a Eq. (2.66) torna-se:

tcolisão =
1

α2T
. (2.69)

Olhando para a equação de Friedmann (2.57), podemos estimar

tH '
1

H
' 1
√
ρr
' 1

T 2
, (2.70)

onde usamos o fato que ρr, a densidade de energia da radiação, é a dominante nessas energias,
além de ser proporcional à quarta potência da temperatura, ρr ∝ T 4. Mais ainda, como nessas
energias podemos associar α2 ∼ O(1)1015 − 1017GeV , concluímos que para energias a partir
de ∼ 102 até 1015 − 1017GeV , a condição imposta pela Eq. (2.67) é satisfeita. Nesse sentido,
todas as partículas nessa faixa de energia podem ser caracterizadas suficientemente por suas
temperaturas e potenciais químicos.

Com o propósito de estabelecer as relações de equilíbrio, vamos partir do espectro
de distribuições de partículas em termos de suas energias térmicas e potenciais químicos em
situações de máxima entropia, o que é verificado, por certo, no equilíbrio térmico. São elas

nε =
1

exp{(ε− µ)/T} ∓ 1
, (2.71)

onde o sinal de menos (mais) representa a distribuição pra bósons (férmions) e é conhecida como
distribuição de Bose-Einstein (Fermi-Dirac). Em ambos os casos, T é a temperatura, ε representa
o nível de energia de uma determinada partícula e µ o seu potencial químico. Além disso, vamos
definir ∆Nε como o número total de partículas com energia no intervalo entre ε e ε+ ∆ε, e ∆gε

como o número total de diferentes microestados possíveis que uma partícula individual, nesse
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intervalo de energia, pode ocupar no espaço de fase. Dessa forma, o número total de partículas
pode ser obtido pela soma direta

N(nε) =
∑
ε

∆Nε =
∑
ε

nε ∆gε, (2.72)

ao passo que a energia total é dada por

E(nε) =
∑
ε

ε∆Nε =
∑
ε

ε nε ∆gε. (2.73)

Além do mais, para determinar as densidades de energia e a pressão para uma distribuição
dada como as da Eq. (2.71), precisamos calcular os microestados possíveis para cada partícula
∆gε. Com essa finalidade, a mecânica quântica nos diz que, para cada par de coordenadas de
espaço e momento conjugado, os estados físicos dentro de células de volume 2π~ no espaço de
fase são indistinguíveis entre si, pela relação de incerteza de Heisenberg [17]. Dessa forma, há
apenas um microestado possível para cada unidade de volume desse tamanho, o que nos leva à
relação

∆gε = g

∫ ε+∆ε

ε

d3xd3p

(2π~)3
=

g V

(2π~)3

∫ ε+∆ε

ε

d3p, (2.74)

onde g representa o número de graus de liberdade internos das partículas, assumimos a homo-
geneidade, e integramos em um volume V . Daqui, retomamos as unidades de Planck (c = ~ =

kB = G = 1) para o resto do desenvolvimento. Usando, agora, a isotropia do Universo primordial
já discutida, podemos dizer que d3p = |p|2d|p| dΩ, onde dΩ é o elemento diferencial de ângulo
sólido. Então, a integral da Eq. (2.74) fica

∆gε =
g V

2π2

∫ ε+∆ε

ε

|p|2d|p|dΩ, (2.75)

o que nos permite usar a relação relativística entre momento e energia

ε2 = |p|2 +m2, (2.76)

ondem é a massa de repouso, para obter

∆gε =
g V

2π2

∫ ε+∆ε

ε

√
ε′2 −m2 ε′dε′ ' g V

2π2

√
ε2 −m2 ε∆ε, (2.77)

onde usamos o fato de que ∆ε� ε. Dessa forma, partindo da Eq. (2.72) a densidade do número
de partículas pode ser expressa, tomando o limite ∆ε→ 0, como

n =
1

V

∑
ε

nε∆gε =
g

2π2

∫ ∞
m

√
ε′2 −m2

exp((ε′ −m)/T )∓ 1
ε′dε′, (2.78)

onde o limite inferior vem da Eq. (2.76) quando p = 0 e, mais uma vez, o sinal negativo se aplica
para bósons e o positivo para férmions. Analogamente, a densidade de energia é

ρ =
1

V

∑
ε

εnε∆gε ==
g

2π2

∫ ∞
m

√
ε′2 −m2

exp((ε′ −m)/T )∓ 1
ε′2dε′. (2.79)
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Finalmente, para calcular a pressão, vamos considerar um pequeno elemento de área
direcionada ∆An̂, onde n̂ é o vetor normal à superfície. O conjunto de partículas com velocidade
|v|, que atinge essa superfície entre os intervalos t e t + dt estava a uma distância R = |v|t
quando t = 0, dentro de uma casca esférica de comprimento |v|dt. Dessa forma, podemos
calcular o número total de partículas dentro dessa casca contidas no ângulo sólido ∆Ω, tal como
representado na Fig. 2.1, usando

∆N =
nε∆gεR

2|v|∆t∆Ω

V
. (2.80)

Figura 2.1 – Seção de área ∆A e partículas a uma distância R = |v|t

Entretanto, nem todas as partículas nessa casca atingem o elemento de área ∆A, apenas
aquelas cujas velocidades apontam na direção desse elemento. Logo, levando em conta a isotropia
das velocidades, podemos estimar o número total de partículas que atingem a superfície ∆A

como
∆NA =

(v · n̂) ∆A

4πR2|v|
∆N, (2.81)

o que nos dá, usando a Eq. (2.80),

∆NA =
(v · n̂) ∆A

4π|v|V
nε∆gε|v|∆t∆Ω. (2.82)

Se considerarmos uma reflexão perfeitamente elástica, a transferência de momento para o alvo
seria 2(p · n̂). Assim, a contribuição para a pressão das partículas com velocidade |v| = |p|/ε
é [58]

∆p =

∫
Ω

2(p · n̂)∆NA

∆A∆t
=
|p|2nε∆gε

2πεV

∫
cos2 θ sinφ dθ dφ =

|p|2nε∆gε
3ε

. (2.83)

Logo, a pressão total é

p =
∑
ε

|p|2nε∆gε
3εV

, (2.84)
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ou, substituindo |p|2 usando a Eq. (2.76) e tomando o limite ∆ε→ 0,

p =
ρ

3
− m2g

6π2V

∫ ∞
m

√
ε′2 −m2

exp((ε′ −m)/T )∓ 1
ε′dε′. (2.85)

Vale notar que a Eq. (2.85) já nos mostra que partículas sem massa têm equações de estado da
forma

p =
ρ

3
, (2.86)

independentemente do seu potencial químico e do seu spin.

As integrais das Eqs. (2.78), (2.79) e (2.85) são semelhantes e podem ser calculadas nos
limites de altas energias, como feito em [58]. Para os bósons temos

ρb =
π2gb
30

T 4, (2.87)

nb =
ζ(3)gb
π2

T 3, (2.88)

sb =
4

3

ρb
T
, (2.89)

onde gb representa os graus de liberdade internos dos bósons, e a entropia foi obtida através da
relação s = ∂p/∂T . Analogamente, para férmions, usando gf como seus respectivos graus de
liberdade internos, temos

ρf =
7π2gf
240

T 4, (2.90)

nf =
3ζ(3)gf

4π2
T 3, (2.91)

sf =
4

3

ρf
T
, (2.92)

onde ζ(3) ' 1, 202 é a função zeta de Riemann. Além disso, podemos definir a soma dos graus
de liberdade de férmions e bósons

g∗ =
∑
i

gb,i +
7

8

∑
j

gf,j, (2.93)

para a qual a densidade de entropia total fica

s =
4π2g∗

45
T 3. (2.94)

Por último, também é possível calcular a diferença entre o número de partículas e antipartículas
a partir dos resultados anteriores, o que no caso de bárions nos dá

nB − nB̄ =
gBµBT

2

3
, (2.95)

onde gB é o número de graus de liberdade internos dos bárions e µB é o potencial químico
associado a algum mecanismo que viole a simetria CPT e leve a uma assimetria entre partículas
e antipartículas. Mais à frente, no Capítulo 5, vamos introduzir uma interação desse tipo e
apresentar resultados referentes à assimetria de bárions e antibárions.
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3 Teoria quântica de de Broglie-Bohm

Neste capítulo vamos introduzir e discutir uma interpretação não usual da mecânica
quântica, conhecida como interpretação de de Broglie-Bohm (dBB) ou teoria da onda piloto.
Devemos mencionar de imediato que essa interpretação apresenta exatamente todos os resultados
obtidos experimentalmente e explicados pela interpretação de Copenhage, mas também sugere
formas de teste que a diferenciam da usual [26–28]. Além disso, como veremos adiante, algumas
características fundamentais dessa teoria possibilitam sua aplicação à cosmologia [6, 60].

Um ponto de partida para entender a interpretação de dBB é a própria equação de
Schrödinger para uma partícula não relativística na sua representação de coordenadas, isto é,

i~
∂Ψ(x, t)

∂t
=

[
− ~2

2m
∇2 + V (x)

]
Ψ(x, t), (3.1)

onde V (x) representa o potencial clássico. Agora, podemos escrever a função de onda em uma
decomposição polar Ψ(x, t) = R(x, t)exp(iS(x, t)/~) e substituir de volta na Eq. (3.1) para
obter as duas equações:

∂S

∂t
+

(∇S)2

2m
+ V − ~2

2m

∇2R

R
= 0, (3.2)

∂R2

∂t
+∇.

(
R2∇S

m

)
= 0. (3.3)

Por um lado, a Eq. (3.2) se parece com uma equação do tipo Hamilton-Jacobi para a
ação S, com um termo extra no final. Por outro lado, a Eq. (3.3) pode ser interpretada como uma
equação de continuidade para uma distribuição de densidade de probabilidades de um ensemble de
partículas dado por R2, onde∇S/m faz o papel de um campo de velocidade para esse ensemble,
de forma que podemos definir a corrente de probabilidade, J = R2∇S/m, concordando com a
definição usual. Tais equações sugerem os seguintes dois postulados dessa interpretação [26–28]:

I) As partículas quânticas seguem trajetórias físicas reais x(t). Essas trajetórias precisam
satisfazer a chamada equação guia:

p = mẋ = ∇S, (3.4)

ou, de forma equivalente, como foi proposto por de Broglie,

v(x(t), t) = ẋ =
J

R2
, (3.5)

onde v representa o campo de velocidade e J a corrente de probabilidade usual J = Im(~Ψ∗∇Ψ/m).

II) As partículas estão sempre sujeitas a um campo quântico Ψ, que age sobre elas de
acordo com a Eq. (3.4), e obedece à equação de Schrödinger (3.1).
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Essas duas equações, em conjunto, nos permitem encontrar trajetórias x(t) e os campos
Ψ(x, t), mas para isso precisamos fornecer as condições inicias x0 e Ψ(x, 0). Aqui, surge uma
dificuldade prática, pois por mais que seja possível preparar um estado quântico e determinar
Ψ através de medidas de um conjunto completo de observáveis do sistema, a posição inicial
da partícula não pode ser medida sem perturbar esse estado quântico. Nesse sentido, é comum
chamarem a posição inicial da partícula x0 de uma “variável oculta” da teoria. Entretanto, esse
nome é um tanto quanto enganador, pois sugere uma ignorância quanto à própria teoria, ao passo
que o desconhecimento de x0 refere-se a uma impossibilidade prática.

Voltando às equações, podemos notar que a Eq. (3.2), quando considerada em conjunto
com (3.4), é de fato uma equação do tipo Hamilton-Jacobi para uma partícula que sofre um
potencial clássico V e um termo extra que pode ser interpretado como um novo potencial quântico,
ou seja,

Q ≡ − ~2

2m

∇2R

R
. (3.6)

Podemos, ainda, a partir dessas equações encontrar, diretamente as equações de movimento,

m
d2x

dt2
= −∇V −∇Q. (3.7)

Agora, sobre o aspecto estatístico da teoria, ao considerar um ensemble de partículas
em um estado quântico Ψ, se a densidade de probabilidade para as posições iniciais for dada
por P (x0) = R2(x0, t0), a Eq. (3.3) garante que R2(x, t) também representará essa mesma
distribuição de probabilidades para as posições em qualquer instante de tempo, recuperando
todas as previsões estatísticas da interpretação tradicional da teoria quântica [61]. Entretanto,
não há nada nessa teoria que nos garanta, a priori, que essa distribuição de probabilidades tem
que ser dada por R2. No máximo, quando P 6= R2, as Eqs. (3.3) e (3.4) fazem com que P
rapidamente relaxe para R2, para diversos casos, pelo menos em simulações de nível granular
grosso [61]. Dessa forma, uma proposta de investigação da validade dessa interpretação de dBB
seria, justamente, encontrar algum sistema onde a distribuição de probabilidades ainda não
relaxou para P = R2, pois nesse caso as previsões estatísticas observadas seriam diferentes da
interpretação de Copenhague. Uma possibilidade de sistema desse tipo, que está sendo investigada,
é a de ondas gravitacionais primordiais [29].

Outra questão surge ao interpretarmos as trajetórias x(t) e os campos Ψ como reais, pois
tornamos a nossa teoria determinista e real. Todavia, já foi comprovado pelo teorema de Bell e
os experimentos de Aspect que qualquer teoria quântica nunca pode ser simultaneamente local e
real [62, 63]. Esses aspectos de não localidade tornam-se evidentes em sistemas emaranhados, e
são caracterizados pela parte da teoria que incorpora os efeitos quânticos; o potencial Q. Esse
potencial, como vemos na Eq. (3.6), depende da forma de Ψ, mas não de seu valor. Além disso,
o potencial quântico também pode servir como ferramenta para identificar o limite clássico,
pois quando seu valor absoluto for proporcionalmente pequeno, quando comparado ao potencial
clássico, podemos desprezar os efeitos quânticos e recuperamos a mecânica clássica.
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Vale ainda relembrar o que já comentamos na Introdução: a interpretação de dBB dispensa
o colapso da função de onda, uma vez que os ramos vazios da função de onda são inócuos e
não contribuem à dinâmica. Nesse sentido, essa teoria, assim como a de interpretação de muitos
mundos ou a do colapso espontâneo, também dispensa agentes externos e torna-se aplicável à
cosmologia, onde o objeto de estudo, por ser o próprio Universo, não admite a existência de
agentes externos.

A seguir, iremos apresentar formas de aplicar a teoria quântica de dBB à cosmologia
e vamos obter alguns resultados que serão usados para o cálculo da produção de bárions e
antibárions no Universo primordial.
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4 Modelos de mini-superespaço

Nesse capítulo vamos explorar um caminho para aplicar a teoria quântica de de Broglie-
Bohm (dBB) à cosmologia. Vamos nos ater aos desenvolvimentos para a geometria de fundo
(background), o que será suficiente para o nosso interesse, já que resultados referentes à formação
de estruturas, perturbações lineares e tensoriais são compatíveis com as observações [6, 60].
Nesse sentido, a hamiltoniana que descreve o background de um universo plano, homogêneo
e isotrópico com um fluido perfeito dominante, de equação de estado p = ωρ, pode ser escrita
como [60,64, 65]

H = N

(
−P

2
a

4a
+
Pτ
a3ω

)
, (4.1)

onde N é a função lapso do formalismo ADM [66], a é o fator de escala usual, τ é um parâmetro
relacionado ao grau de liberdade do fluido que desempenha o papel de tempo, e Pa e Pτ repre-
sentam seus momentos canonicamente conjugados. O termo dentro dos parênteses representa
um vínculo secundário de primeira classe da teoria, que surge a partir da covariância temporal
do folheamento 3 + 1, como foi apresentado em [8]. Vamos denominá-lo H0, o que nos dá

H = NH0. (4.2)

A seguir, usamos {F,G} como os parênteses de Poisson entre F e G, para representar as
equações de Hamilton, a fim de obter o fator de escala. Respectivamente, para a e τ , obtemos

ȧ = {a,H} = −NPa
2a

, (4.3)

Ṗa = {Pa, H} = N

(
− P

2
a

4a2
+ 3ω

Pτ
a3ω+1

)
, (4.4)

τ̇ = {τ,H} =
N

a3ω
, (4.5)

Ṗτ = {Pτ , H} = 0. (4.6)

Aqui, os pontos denotam a derivada com relação ao tempo coordenada t. Entretanto, sabemos que
a relação entre o tempo coordenada t e o cósmico tc é justamente Ndt = dtc, o que nos permite
dividir ambos os lados pela função lapso N e tratar as derivadas temporais como referentes
ao tempo cósmico. Note, também, que podemos relacionar τ com o tempo cósmico usando a
Eq. (4.5), de onde

a3ωdτ = Ndt = dtc. (4.7)

Agora, para resolver as Eqs. (4.3)-(4.6) e encontrar a forma do fator de escala a(tc),
vamos assumir um ansatz da forma a(tc) ∝ t

α(ω)
c , para o qual a Eq. (4.3) nos dá

Pa = −2αt2α−1
c , (4.8)
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relação que podemos usar na Eq. (4.4) para obter

dPa
dtc

= −αt
4α−2
c

t2α
+ 3ωPτ t

−α(1+3ω)
c . (4.9)

Logo, substituindo a Eq. (4.8) no lado esquerdo e levando em consideração que a Eq. (4.6) revela
que Pτ é constante, é possível igualar os expoentes do tempo cósmico em ambos os lados da
Eq. (4.9), o que nos dá

α(ω) =
2

3(1 + ω)
, (4.10)

de onde concluímos a relação
a(tc) ∝ t

2
3(1+ω)
c , (4.11)

que é justamente a relação encontrada para um fluido perfeito na Eq. (2.56), usando as equações
de Friedmann no Capítulo 2. Isso nos sugere que a Hamiltoniana da Eq. (4.1) descreve a geometria
de fundo clássica corretamente.

Vamos aplicar o processo de quantização de Dirac para sistemas hamiltonianos vincu-
lados [67–69], onde os vínculos de primeira classe, quando transformados em operadores que
agem no espaço de Hilbert, devem aniquilar as funções de onda do Universo Ψ, ou seja,

Ĥ0 Ψ(a, τ) = 0, (4.12)

a chamada equação de Wheeler-DeWitt. Essa equação, quando apresentada de maneira mais
generalizada, é obtida de forma independente do tempo, no sentido que ela se dá em termos
de relações entre campos, sem um parâmetro temporal imediatamente claro [30]. Ainda assim,
mesmo nessa forma mais geral, certos casos mais simples permitem interpretar algum grau de
liberdade de um dos campos como um relógio físico, desempenhando um papel de parâmetro
temporal. É o que acontece nessa situação, descrita por fluidos perfeitos. Outro problema que
surge refere-se ao ordenamento dos operadores de Ĥ0. No entanto, seguir o único caminho que
torna o operador diferencial a3ω−1 P 2

a dentro de Ĥ0 em um laplaciano covariante. Essa ordenação
nos dá

i
∂

∂τ
Ψ =

1

4

{
a(3ω−1)/2 ∂

∂a

[
a(3ω−1)/2 ∂

∂a

]}
Ψ, (4.13)

onde a equação assumiu uma forma de Schrödinger pois o operador Pτ aparecia linearmente
em H0 e pôde assumir o papel de tempo. Além disso, podemos fazer uma mudança de variáveis
inspirada nessa ordenação de operadores, mais explicitamente,

∂χ

∂a
= a−(3ω−1)/2, (4.14)

de onde podemos definir a variável

χ =
2

3(1− ω)
a3(1−ω)/2, (4.15)

que será usada no lugar de a daqui em diante. Em termos dela, a Eq. (4.13) se torna

i
∂

∂τ
Ψ(χ, τ) =

1

4

∂2Ψ(χ, τ)

∂χ2
, (4.16)
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que pode ser interpretada como uma equação de Schrödinger para uma partícula livre de massa
m = 2 em uma dimensão, com o sinal trocado para o tempo. Nesse sentido, se quisermos manter
uma interpretação probabilística no mesmo sentido da regra de Born, precisamos exigir que a
função de onda da Eq. (4.16) obedeça à condição de unitariedade(

Ψ∗
∂Ψ

∂χ
−Ψ

∂Ψ∗

∂χ

) ∣∣∣∣
χ=0

= 0. (4.17)

Entretanto, vale lembrar que na teoria quântica de dBB, apresentada no Capítulo 3, uma interpre-
tação probabilística não é necessária para descrever a dinâmica, surgindo apenas como reflexo das
propriedades estatísticas, assim como na mecânica clássica. Semelhantemente, não precisamos
exigir forçosamente a unitariedade nas nossas soluções, ainda mais quando interpretamos a
função de onda Ψ como do Universo, que por definição trataria de tudo que existe, dispensando
um tratamento probabilístico.

Continuando nossa interpretação em termos de dBB, podemos apresentar uma possível
função de onda inicial que satisfaz a Eq. (4.16) e também a condição de unitariedade da Eq. (4.17)
sem apresentar singularidade alguma nas suas trajetórias bohmianas para o fator de escala. Essa
função de onda inicial é a gaussiana dada por

Ψ0(χ) =

(
8

σ2π

)1/4

exp

(
−χ

2

σ2

)
, (4.18)

onde σ representa a variância da gaussiana. A solução para todos os tempos pode ser obtida
ao aplicarmos um propagador correspondente à equação de Wheeler-DeWitt, considerando as
condições de contorno adequadas, veja [70] para mais detalhes, que nos fornece

Ψ(χ, τ) =

[
8σ2

π(σ4 + τ 2)

]1/4

exp

[
− σ2χ2

σ4 + τ 2

]
× exp

[
−i
(

τχ2

σ4 + τ 2
+

1

2
arctan

σ2

τ
− π

4

)]
.

(4.19)
Usando a fase da equação acima, podemos relacioná-la à equação guia de a como na Eq. (4.3),
agora em termos de χ, ou seja,

dχ

dτ
= −1

2

∂S

∂χ
, (4.20)

obtendo finalmente a evolução de χ(τ)

χ(τ) = χb

[
1 +

( τ
σ2

)2
]1/2

, (4.21)

onde χb é o valor de χ no momento do ricochete, que acontece quando τ = 0. Em termos do
fator de escala temos

a(τ) = ab

[
1 +

( τ
σ2

)2
] 1

3(1−ω)

, (4.22)

onde ab é o fator de escala no momento do ricochete e está relacionado com χb pela Eq. (4.15).
Essa solução descreve um ricochete sem singularidades para quaisquer valores de ab e tem a
propriedade importantíssima de tender à solução clássica para τ � 1, como podemos ver ao
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comparar com a Eq. (2.56). Isso evidencia que a quantização da Hamiltoniana (4.1) por esse
caminho mantém os resultados do modelo clássico para tempos tardios. A seguir, vamos ilustrar
alguns exemplos de ricochetes do fator de escala da Eq. (4.22) na Fig. 4.1. Mais adiante, no
Capítulo 5, vamos usar a Eq. (4.20) para outras funções de onda, onde os ricochetes resultantes
não sãomais simétricos, no sentido de que a fase de contração e de expansão apresentam evoluções
distintas e são, portanto, assimétricas.

ab=1,
2=1

ab=2,
2=1

ab=1,
2=2

-4 -2 2 4
T

2

4

6

8

10

a

Figura 4.1 – a por τ para ω = 1/3. As curvas foram obtidas para valores ilustrativos de ab e σ.
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5 Bariogênese gravitacional nos modelos
de dBB

Nesse capítulo, vamos explorar uma proposta de produção de matéria bariônica, chamada
bariogênese gravitacional. Essa ideia foi originalmente apresentada em [47], onde foi usada com
modelos inflacionários e de supersimetria, mas também foi desenvolvida para outros modelos,
como os de loop quantum gravity (LQG) em [48]. Esse modelo propõe uma interação efetiva
entre a derivada do escalar de Ricci ∂µR e a corrente bariônica Jµ, introduzida na lagrangiana
da teoria sob a forma

1

M2
∗

∫
d4x
√
−g(∂µR)Jµ, (5.1)

ondeM∗ é a energia de corte da teoria efetiva. Esse termo, quando considerado em um universo
em expansão, quebra dinamicamente a simetria CPT e favorece uma assimetria resultante em um
excesso na produção de bárions sobre antibárions. Isso acontece porque o termo J0(= nB) tem
um sinal diferente para matéria e antimatéria e, como vamos demonstrar aqui, podemos calcular
essa assimetria resultante quando o Universo chega a uma temperatura de desacoplamento TD
dessa teoria efetiva.

Agora, vamos desenvolver as ferramentas teóricas necessárias para estudar essa interação
em ambos casos de ricochetes simétricos e assimétricos, independentemente da forma do fator de
escala, para depois estudarmos as diferenças entre os ricochetes em questão. Para tanto, vamos
considerar que o tempo característico da interação tint é muito mais rápido que a taxa de expansão
do Universo nas temperaturas relevantes, isto é,

tint << H−1, (5.2)

ondeH representa o parâmetro de Hubble, pois dessa forma podemos usar relações de equilíbrio
térmico para calcular a razão do número de bárions por entropia. Para isso, vamos identificar na
Eq. (5.1) o termo que multiplica a densidade de bárions nB(= J0) como o seu potencial químico
µB, ou seja,

µB = ± Ṙ

M2
∗
, (5.3)

onde sinal positivo se refere a partículas e o negativo a antipartículas. Assim, usando as Eqs.
(2.94) e (2.95), a razão da densidade de bárions por entropia fica

nB
s

=
15gB
4π2g∗

Ṙ

M2
∗T

∣∣∣
T=TD

, (5.4)

onde s é a densidade de entropia e, como mencionamos, TD é a temperatura na qual a interação
efetiva se desacopla por se tornar ineficiente. Dessa forma, uma vez que a temperatura cai abaixo
de TD, a produção efetiva de bárions congela e a assimetria resultante é preservada.
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Agora, para procurarmos soluções físicas que correspondam às observações dessa razão
nB/s ≈ 9× 10−11 [71], vamos exigir que esse valor seja satisfeito em TD e, então, procuraremos
na região de espaços de parâmetros da teoria para avaliar onde essa condição é satisfeita. Essa é
uma abordagem que nos permite estudar as possibilidades dos valores dos parâmetros da teoria,
além de comparar os casos simétrico e antissimétrico de acordo com a região permitida pelos
limites físicos e experimentais dos parâmetros.

A fim de calcular a razão nB/s, Eq. (5.4), o primeiro passo é calcular Ṙ. O escalar de
Ricci é dado por

R(η̄) =
6

a2
bσ

4

A′′(η̄)

A3(η̄)
, (5.5)

onde η̄ ≡ η/σ2 é um tempo conforme adimensional, ′ ≡ d/dη̄, eA(η̄) ≡ a(η̄)/ab. A sua derivada
com relação ao tempo cósmico t, mas escrita em termos desse tempo conforme η̄ é dada por

Ṙ(η̄) =
6

a3
bσ

6

A(η̄)A
′′′

(η̄)− 3A′(η̄)A′′(η̄)

A5(η̄)
. (5.6)

O próximo passo, então, é obter a relação entre o tempo conforme e a temperatura T , isto é uma
equação do tipo η̄ = η̄(T ), que será necessária para calcular a relação nB/s em T = TD. Isso
pode ser alcançado se tivermos as relações t = t(T ) e t = t(η̄), ambas suficientemente distantes
do ricochete. A primeira dessas relações pode ser obtida se considerarmos que, para valores
razoáveis de TD, esperamos que o Universo ainda seja dominado por radiação, o que nos permite
escrever tanto

ρ(t) =
3Mp

2

32πt2
, (5.7)

quanto

ρ(T ) =
g∗π

2T 4

30
, (5.8)

onde Mp é a massa de Planck. Igualando as duas expressões (5.7) e (5.8), temos a primeira
relação entre o tempo cósmico e a temperatura,

t(T ) ≈ 0.3× g−1/2
∗

MP

T 2
. (5.9)

A seguir, com o propósito de obter a relação t = t(η̄), precisamos especificar o fator de escala
A(η̄), o que será feito em detalhes para cada caso de estudo nas seções a seguir. Com essa última
relação, finalmente será possível expressar a razão entre as densidades de assimetria de bárions e
entropia em função da temperatura T e calculá-la em TD. De agora em diante, vamos considerar
os valores g∗ ' 100 e gB ' 1.

Podemos adiantar, ainda, que ao considerar o fator de escala de cada ricochete, a Eq. (5.4)
vai depender dos parâmetros físicos xb, TD e M∗. O primeiro é uma variável de redshift no
momento do ricochete e está compreendida no intervalo 1015 ≤ xb ≤ 1031, onde o limite
inferior restringe nossas escalas de tempo muito antes da nucleossíntese, pois não queremos
interferir em seus resultados já estabelecidos, enquanto o limite superior se dá próximo à escala
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de Planck, onde esperamos que uma teoria efetiva da gravitação como essa não seja suficiente
para descrever fenômenos nessas energias. Já a temperatura de desacoplamento TD está limitada
por 10 TeV ≤ TD ≤ 1019 GeV, onde o limite inferior é dado pelas escalas de energia dos
experimentos no LHC [72], por serem os níveis de energia mais altos estudados diretamente.
Neles, não há evidências de interações efetivas de bariogênese, e mais uma vez, o limite superior
é a escala de energia de Planck. Analogamente, para as escalas de energia de corteM∗ os limites
são os mesmos de TD, mas escolhemos representá-los termos da massa de PlanckMP , obtendo,
10−16Mp ≤M∗ ≤Mp. Resumidamente, temos os limites fixos dos parâmetros adimensionais da
teoria

1015 ≤ xb ≤ 1031, (5.10)

107 ≤ T̄D ≤ 1022, (5.11)

10−16 ≤ M̄∗ ≤ 1, (5.12)

onde colocamos T̄D = TD/MeV e M̄∗ = M∗/Mp.

A seguir, vamos tratar três casos de ricochetes: simétricos, assimétricos não-unitários e
assimétricos unitários.

5.1 Ricochetes simétricos

Para o caso simétrico, vamos considerar o ricochete gerado pela função de onda inicial
gaussiana dada por

Ψ0(χ) =

(
8

σ2π

) 1
4

exp

(
−χ

2

σ2

)
, (5.13)

onde σ representa o parâmetro de largura da gaussiana e χ é uma função do fator de escala dada
por

χ =
2

3(1− ω)
a3(1−ω)/2. (5.14)

Quando aplicamos o propagador unitário da equação de Wheeler-DeWitt [30], o que foi feito no
Capítulo 4, produzimos um fator de escala da forma

a(τ) = ab

[
1 +

( τ
σ2

)2
] 1

3(1−ω)

, (5.15)

onde ab e χb também são relacionados pela mudança de variáveis da Eq. (5.14). Entretanto, como
nosso interesse para esse mecanismo de bariogênese se dá algum tempo depois do ricochete,
podemos considerar o Universo dominado por radiação, cujo parâmetro da equação de estado é
dada por ω = 1/3, para qual a Eq (5.15) se torna, em termos do tempo conforme adimensional
η̄ ≡ η/σ2

a(η̄) = ab
√

1 + η̄2. (5.16)
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Além disso, para tempos suficientemente grandes, podemos dizer ainda que esse fator de escala
torna-se, aproximadamente,

a(η̄) = abη̄, (5.17)

o que nos permite calcular o tempo cósmico, a partir da definição do tempo conforme dt = a(η)dη,

t(η̄) =
abσ

2η̄2

2
, (5.18)

onde σ pode ser relacionado com o raio de Hubble RH0 = 1/H0 a partir das Eqs. (2.19) e (2.61)
para esse fator de escala como

H2 = H2
0 Ωr0

a4
0

a4
=

a2
b

σ4a4
, (5.19)

de onde podemos ler
σ2 =

RH0

abx2
b

√
Ωr0

. (5.20)

Considerando, então, o fator de escala na Eq. (5.15), os valores de H0 = 1.22 × 10−61Mp,
Mp = 1.22 × 1022 MeV, as Eqs. (5.9) e (5.18), obtemos a relação entre o tempo cósmico e a
temperatura da forma

η̄(T̄ ) =
1.0× 10−10 xb

T̄
, (5.21)

para a qual a razão (5.4) longe do momento de ricochete se torna

nB
s

= 6.2× 10−86 T̄ 7
D

x2
b M̄

2
∗
, (5.22)

onde usamos Ωr0 = 8× 10−5. Finalmente, essa razão nB/s é dada em termos dos parâmetros
xb, T̄D e M̄∗.

Devemos notar ainda que a Eq. (5.21) foi obtida através de uma expansão de Taylor
assumindo que η̄ � 1, o que nos impõe uma restrição que será levada em conta ao avaliar a
região de parâmetros permitida, em conjunto com as condições das Eqs. (5.10) - (5.12), sendo
ela 1,

xb
T̄

& 1.0× 1011. (5.23)

Na Figura 5.1 [49], apresentamos a região no espaço de parâmetros T̄D × xB com linhas que
representam valores constantes de M̄∗. A região preenchida em cinza é aquela que nos dá
nB/s ≈ 9× 10−11.

A seguir, vamos apresentar um desenvolvimento análogo para o caso dos ricochetes
assimétricos e comparar os resultados.
1 Para aplicar a condição η̄ � 1, assumimos η̄ > 10 como suficiente pois expandimos termos da ordem de η̄2.

Vamos usar a mesma condição para os casos assimétricos que se seguem.
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Figura 5.1 – Espaço de parâmetros de xB , TD,M∗ que satisfaz nB/s ≈ 9× 10−11. Aqui, usamos
uma reparametrização logarítmica X = log(xb), D = log

(
T̄D
)
eM = log

(
M̄∗
)
,

respectivamente.

5.2 Ricochetes assimétricos

Vamos considerar agora o caso de ricochetes assimétricos para tentar observar os efeitos
dessa assimetria na bariogênese. Os desenvolvimentos matemáticos são semelhantes aos do caso
simétrico. Além disso, também vamos abordar o papel da unitariedade na evolução quântica da
função de onda. Adiante, apresentamos os dois casos de ricochetes assimétricos, não-unitário e
unitário.

5.2.1 Ricochete assimétrico não-unitário

Para o caso assimétrico não-unitário, vamos considerar o ricochete gerado pela função
de onda gaussiana assimétrica dada por

Ψ
(1)
0 (χ) = exp

(
−χ

2

σ2
+ ipχ

)
, (5.24)

onde o parâmetro que mede a assimetria é o p. Fazendo a sua evolução não-unitária, que está
detalhada em [34], obtemos o fator de escala na região dominada por radiação dado por

a±(η̄) = ab

(
±y2η̄ +

√
1 + y4

√
1 + η̄2

)
, (5.25)

onde η̄ = T/σ2, y2 = xb p̄ σ̄
2/2, σ̄ = σ

√
a0H0 e p̄ = p/(a2

0H0), assumindo p > 0, são variáveis
adimensionais e os sinais ± levam em conta duas soluções possíveis para o ricochete. Nesse caso



Capítulo 5. Bariogênese gravitacional nos modelos de dBB 33

o ricochete ocorre em η̄b = ∓y2. Nas Figs. 5.2 e 5.3 apresentamos alguns ricochetes assimétricos
produzidos pelo fator de escala da Eq. (5.25) em alguns casos ilustrativos.
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Figura 5.2 – a+ por τ para σ = 1, ab = 1,
ω = 1

3
.
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Figura 5.3 – a− por τ para σ = 1, ab = 1,
ω = 1

3
.

Assim como antes, usamos as equações clássicas de Friedmann que vimos no Capítulo 2
para estudar a era de expansão após o ricochete, quando os efeitos quânticos são desprezíveis,
e obtivemos as relações relevantes para o nosso desenvolvimento. Dessa vez, o fator de escala,
Eq. (5.25), pode ser aproximado por

a(η̄) =
abη̄√

1∓ p̄√
Ωr0

, (η � 1). (5.26)

Por simplicidade, vamos definir o parâmetro de assimetria λ como

λ =

√
1∓ p̄√

Ωr0

, (5.27)

onde recuperamos o caso simétrico quando λ = 1. Nota-se, também, a restrição de positividade
do argumento da raiz, que nos impõe p̄ <

√
Ωr0 no caso (−) (ou a+). Em termos desse parâmetro

podemos reescrever a Eq. (5.26) como

a(η̄) =
abη̄

λ
, (5.28)

onde λ inclui ambos os casos a±. Além disso, o parâmetro de densidade de radiação Ωr0 pode
ser encontrado de forma análoga ao caso simétrico, usando as Eqs. (2.19) e (2.61),

H2 = (±y2 +
√

1 + y4)2H2
0a

4
0σ̄

4x2
ba

4, (5.29)

de onde lemos
Ωr0 =

1 + λ4 ± (1− λ4)

2λ2x2
b σ̄

4
, (5.30)

o que nos leva a

σ̄2
+ =

1

xb
√

Ωr0λ
, (5.31)

σ̄2
− =

λ

xb
√

Ωr0

. (5.32)
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Usando essa definição unificada, nós buscamos as restrições analíticas nos parâmetros livres da
teoria que nos dão o valor observado da razão nB/s, assim como no caso simétrico.

Longe do ricochete, podemos relacionar os tempos cósmico t, e conforme η̄ como

t(η̄) =
abσ

2η̄2

2λ
. (5.33)

Das equações Eqs. (5.9) e (5.33), e usando os parâmetros do caso simétrico, obtivemos

η̄(T̄ ) =
1.0× 10−10xb λ

T̄
. (5.34)

Adicionalmente, precisamos também levar em conta nosso critério de aproximação para η � 1,
que neste caso fica

xb
T

&
1.0× 1011

λ
. (5.35)

Agora, precisamos reestabelecer os limites de xb, usando a escala de comprimento do
ricochete definida como L = 1/

√
R(η̄). Para isso, vamos explicitar a sua relação com xb, usando

a Eq. (5.5), o que nos permite obter

L̄ =

√
6 Ωr0 x

2
b

C(λ)
, (5.36)

onde a função C é definida como

C(λ) =
(1 + λ)3

4
√

2λ2
√

1 + λ2
. (5.37)

Vale notar que quando C(1) = 1, L̄ se torna idêntico ao caso simétrico, como era de se esperar,
pois vemos que p = 0 implica λ = 1, na Eq (5.27) (veja [36] para mais detalhes).

Dessa forma, podemos usar nossos limites de xb, com a exigência de que a escala do
ricochete seja pelomenos 103 vezesmaior que a escala de Planck, ou seja,Lmin = 1/

√
R(η̄max) >

103LPlack. Entretanto, vamos manter a nossa restrição referente à nucleossíntese, ou seja, a
escala de comprimento do ricochete deve ser menor que a escala onde ocorre a nucleossíntese
Lmin < Lnucl. Esse comprimento pode ser feito adimensional ao compararmos com o raio de
Hubble hoje, definindo então L̄ = RH0/L, para o qual os novos limites ficam expressos como

1020 < L̄ < 1058. (5.38)

Em termos de L̄, T̄D, M̄∗ e λ, a razão nB/s fica

nB
s

= 1.4× 10−87 T 7
D

M̄2
∗ L̄
H(λ), (5.39)

onde

H(λ) =
2
√

2(1 + λ2)3/2

(1 + λ)3
=

1 + λ2

2λ2C(λ)
. (5.40)



Capítulo 5. Bariogênese gravitacional nos modelos de dBB 35

Mais uma vez, notamos que quando λ = 1 → H(1) = 1 e retomamos o caso simétrico da
Eq. (5.22), usando as Eqs. (5.36) e Eq. (5.39).

Agora, vamos procurar qual é a região no espaço de parâmetros que nos dá a razão
bariônica observada. Definindo, analogamente ao caso anterior, D = log T̄D, M = log M̄∗ e
S = log L̄, a partir da Eq. (5.39) temos

D(S,M, λ) = 11 + 0.14 (S + 2M − logH(λ)) , (5.41)

para a qual também temos que aplicar as condições das Eqs. (5.11), (5.12) e (5.38). Além
disso, também precisamos considerar que η � 1, pois nossos resultados são válidos apenas
suficientemente longe do ricochete. Para isso, vamos usar a Eq. (5.36) e substituí-la na restrição
da Eq (5.34), o que nos dá a última restrição

S > 2D + 20.4− 0.434 log (λ2C(λ)). (5.42)

Finalmente, o conjunto completo de condições aos parâmetros da teoria é:

7 ≤ D ≤ 22, (5.43)

−16 ≤ M∗ ≤ 0, (5.44)

20 < S < 58, (5.45)

S > 2D + 20.4− 0.434 log (λ2C(λ)), (5.46)

D(S,M, λ) = 11 + 0.14 (S + 2M − logH(λ)) . (5.47)

Entretanto, ainda queremos usar a variável xb para poder comparar os resultados com o
caso simétrico. Então, mais uma vez usando X = log xb, da Eq. (5.36), obtemos

S = 2X − 3.8− logC(λ), (5.48)

que nos permite associar os valores possíveis de S e X .

Antes de apresentar as figuras referentes a esse caso, já podemos observar através das
Eqs. (5.46), (5.47) e (5.48) que a assimetria se manifesta nas restrições dos parâmetros por
meio das funções C(λ) eH(λ). Ao estudar o comportamento dessas funções, podemos perceber
qualitativamente que para valores maiores de λ, isto é, uma maior assimetria, os valores possíveis
de xb diminuem, ao passo que D eM∗ aumentam, comparativamente ao caso simétrico. Para
valores pequenos de λ, isto é λ < 1, acontece o contrário.

A fim de verificar nossa análise qualitativa, precisamos considerar as regiões nos espaços
dos parâmetrosX ,D eM para alguns valores representativos de λ, para ambos os casos de (a±).
Vamos começar com o caso a+ da Eq. (5.25). Nesse caso, lembramos que existe a restrição em p̄

na Eq. (5.27), dada por p̄ <
√

Ωr0. Esperamos que os valores de p̄ próximos a esse limite sejam
os mais relevantes, pois quando p̄ →

√
Ωr0 temos que λ → 0, enquanto que para p̄ pequeno

retomamos o caso simétrico e λ, C(λ),H(λ)→ 1.
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Nas figuras 5.4, 5.5 e 5.6, percebemos que conforme aumentamos p̄ a região cinza é
continuamente empurrado à esquerda, de forma a restringir valores menores de X eM . Nesse
sentido, quanto maior a assimetria (conforme λ vai de 1 a 0), menor é a região de parâmetros
compatível com as observações de nb/s.
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Figura 5.4 – Espaço de parâmetros de xB,
TD, M∗ para p̄ = 0.50
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Figura 5.5 – Espaço de parâmetros de xB,
TD, M∗ para p̄ = 0.90
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Figura 5.6 – Espaço de parâmetros de xB,
TD, M∗ para p̄ = 0.99
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Já no caso a− da Eq. (5.25), percebemos nas Figs. 5.7 -5.10 que aumentar p̄ também
aumenta a região permitida no espaço de parâmetros. O lado direito da região não muda, enquanto
que o lado esquerdo cresce para a esquerda. Conforme p̄ aumenta, valores menores deX e maiores
de D e M são permitidos para manter a bariogênese no seu valor correto. Além disso, para
p̄ & 1011

√
Ωr0 a região se estabiliza e os parâmetros X ,M e D atingem seus maiores intervalos

possíveis.

A seguir, vamos considerar outro caso de ricochete antissimétrico, dessa vez unitário e
com dois parâmetros de assimetria no lugar de um.

5.2.2 Ricochete assimétrico unitário

Agora vamos abordar o caso assimétrico unitário dado pela função de onda inicial que
representa a sobreposição de duas gaussianas, de tal forma que a Eq. (4.17) é satisfeita. Vale notar
que se tivéssemos apenas uma gaussiana desse tipo, o ricochete seria necessariamente simétrico.
Além disso, quando p1 = p2 os termos imaginários tornam-se fases opostas, que se cancelam na
soma das duas gaussianas, gerando outro ricochete simétrico. Essa função de onda é dada por

Ψ0(χ) = N

[
exp

(
−χ

2

σ2
+ ip2

1χ
2

)
+ exp

(
−χ

2

σ2
− ip2

2χ
2

)]
, (5.49)

onde N é um termo de normalização dado por

N =

√
2

π
1
4

{[
−i(p2

1 + p2
2) +

2

σ2

]− 1
2

+

[
i(p2

1 + p2
2) +

2

σ2

]− 1
2

+
√

2σ

}−1/2

. (5.50)

Entretanto, essa função de onda inicial, quando propagada de forma unitária, cujos detalhes estão
em [34], pode gerar múltiplos ricochetes, dependendo dos parâmetros σ, p1 e p2 da função de
onda inicial, como apresentado nas Figs. 5.11 e 5.12. Dessa forma, para relacionar σ à densidade
Ωr0, partimos das Eqs. (2.19) e (2.61) para obter

H2 =
a2
i

a4(τ 2
i + σ4)

, (5.51)

Ωr0 =
a2
i

a4
0H

2
0 (τ 2

i + σ4)
, (5.52)

onde os ai e τi representam, respectivamente, as escalas e tempos dos i ricochetes. Porém, para
obter resultados na bariogênese, precisamos nos ater aos de ricochetes únicos. Dessa forma,
vamos impor uma restrição aos nossos parâmetros, especificamente p1σ � 1 e p2σ � 1, a qual
será aplicada a partir de agora para toda a análise que se segue. Dentro desse limite, a expressão
analítica para o fator de escala fica

a(η̄) = ab

[
1− (p2

1 − p2
2)σ2η̄

2(1 + η̄2)

]√
1 + η̄2. (5.53)

De agora em diante, vamos seguir a transformação de variáveis xb = a0/ab, σ̄ = σ
√
a0H0 e

p̄2
i = p2

i /a0H0, i = 1, 2. Nessas novas variáveis, considerando o limite dado, as Eqs. (5.51) e
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Figura 5.7 – Espaço de parâmetros de xB,
TD, M∗ para p̄ = 102
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Figura 5.8 – Espaço de parâmetros de xB,
TD, M∗ para p̄ = 103
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Figura 5.9 – Espaço de parâmetros de xB,
TD, M∗ para p̄ = 104
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Figura 5.10 – Espaço de parâmetros de xB,
TD, M∗ para p̄ = 1011
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(5.52) nos dão

σ̄2 =

{
x2
bΩr0

2

[
1 +

√
1 +

(p̄2
1 − p̄2

2)2

x2
bΩr0

]}−1/2

. (5.54)
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Figura 5.11 – Exemplos de ricochetes úni-
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Figura 5.12 – Exemplos ilustrativos de rico-
chetes múltiplos com σ = 3,
ai = 0, 5 e Ti = 0, 5

Então, longe do ricochete temos

a(η̄) = abη̄, (5.55)

tal que o tempo cósmico t em termos de η̄ fica

t(η̄) =
abσ

2η̄2

2
, (5.56)

ambos idênticos ao caso simétrico distante do ricochete.

Assim como fizemos para o caso anterior, igualando as Eqs. (5.7) e (5.8), conseguimos
encontrar uma relação entre η̄ e a temperatura T̄ . Então, usando Eq. (5.56), ficamos com

η̄(T̄ ) =
1.0× 10−10xb

T̄
, (5.57)

que também é o mesmo do caso simétrico.

Continuando o desenvolvimento de forma análoga aos casos anteriores, usando as
Eqs. (5.53) e (5.57), obtivemos resultados para nB/s idênticos ao caso simétrico, Eq. (5.22), até
a sétima ordem e um termo adicional na oitava ordem:

nB
s

=
nB
s

∣∣∣∣
sym

+ 2.8× 10−73 T̄ 8
D

M̄2
?x

4
b

|p̄1
2 − p̄2

2|. (5.58)

Vale notar que o valor máximo desse novo termo corresponde justamente ao valor máximo
da diferença |p̄1

2 − p̄2
2|.

Finalmente, considerando valores razoáveis para xb, TD eM?, mais uma vez dados pelas
condições (5.10) - (5.12), obtivemos a região de parâmetros permitida para que nB/s = 9×10−11

seja satisfeito. Ao desenhar as figuras para esse caso, considerando nB/s até a oitava ordem, os
gráficos das regiões de parâmetros são idênticos aos do caso simétrico, assim como na Figura 5.1,
para quaisquer valores dos parâmetros p̄1 e p̄2 que satisfazem p̄1σ̄ � 1 e p̄2σ̄ � 1. Isso significa
que a ordem adicional considerada não trouxe nenhuma possibilidade nova para os parâmetros
da teoria, o que nos leva a concluir que a bariogênese gravitacional desse ricochete assimétrico,
no limite considerado, é igual à bariogênese do caso simétrico.
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6 Conclusão

De acordo com o que foi apresentado nos capítulos anteriores, com o objetivo de avaliar a
viabilidade do mecanismo de produção de bariogênese gravitacional no contexto da cosmologia
quântica de dBB, concluímos que é possível obter a assimetria de matéria e antimatéria observada
para todos os tipos de ricochetes estudados. Os resultados foram apresentados em termos dos
parâmetros livres da teoria, sendo eles: a escala de energia do acoplamento, a escala de curvatura
do ricochete e a temperatura de desacoplamento. O caso simétrico apresenta uma vasta região
no espaço de parâmetros para a qual é possível obter essa assimetria. Quase todos os valores de
energia de acoplamento são permitidos, com preferência para os mais baixos. Para a curvatura do
ricochete, a região permitida varia em sete ordens de grandeza, com preferência para ricochetes
mais profundos. Já o intervalo de temperaturas de desacoplamento é mais restrito, limitado a
quatro ordens de grandeza, com preferência para valores menores.

Vale ressaltar que geometrias de fundo com ricochete não são obrigatórias para a produção
da assimetria de bárions observada com esse mecanismo de bariogênese gravitacional, elas
apenas permitem uma larga região de parâmetros. Entretanto, é necessário que, ao alcançar a
temperatura de desacoplamento, o termo Ṙ não seja desprezível. Na cosmologia clássica, quando
há um fluido com equação de estado p = ωρ dominante, a derivada temporal da curvatura fica
Ṙ = −24πGH0 (1 − 3ω)(1 + ω)ρ, que se torna desprezível na fase dominada por radiação,
quando ω = 1/3, até mesmo durante a inflação. Mesmo sabendo que no Universo primordial o
valor de ω não é exatamente 1/3, ele é muito próximo disso, o que restringe substancialmente
o espaço de parâmetros num caso sem ricochete. Já no nosso modelo, a derivada da curvatura
ganha a contribuição do potencial quântico Q, ou seja, Ṙ = −24πGH0[(1− 3ω)(1 + ω)ρ+Q],
o que aumenta e muito as possibilidades para os parâmetros da teoria.

Usando o caso simétrico como ponto de comparação, os casos assimétricos, em que a
fase de contração tem mais energia de radiação do que a fase de expansão, aumentam a região
permitida de parâmetros, enquanto no caso contrário a região é reduzida. Em situação limite de
uma contração quase vazia, não há produção significativa de assimetria entre bárions e antibárions,
mesmo que depois a densidade de energia de radiação assuma valores como os observados.

Dessa forma, fica evidente que a quantidade produzida de bárions por esse mecanismo
depende do que acontece na fase de contração, mesmo obtendo resultados assintóticos iguais aos
modelos clássicos para a expansão. Isso acontece pois a dinâmica da geometria de fundo surge a
partir da função de onda do próprio Universo. Logo, para obter modificações nas propriedades
da fase de contração é necessário alterar os parâmetros da função de onda, o que altera os valores
de Q presente em Ṙ, e, por sua vez, altera a bariogênese resultante. Em contraste, um Universo
com uma expansão pura, sem fase de contração, seguindo o fator de escala do ramo de expansão,
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produziria exatamente os mesmos resultados, mas é muito difícil imaginar um cenário físico que
leve precisamente a essa expansão sem passar anteriormente por um ricochete. É importante dizer,
também, que a bariogênese também ocorre na fase de contração, enquanto a temperatura está
acima do desacoplamento e Ṙ é significativo, mas a quantidade relevante é a assimetria resultante,
que é obtida quando a temperatura de desacoplamento é alcançada na fase de expansão.

Finalmente, no contexto da bariogênese gravitacional, as cosmologias de ricochete prove-
nientes da interpretação de de Broglie-Bohm podem produzir facilmente a assimetria observada
no Universo, exceto no caso da fase de contração quase vazia. Esses resultados também foram
apresentados no nosso trabalho [49].
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