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Resumen de la tesis

En esta tesis presentamos un estudio de la variación de la constante de estruc-

tura fina α. Más precisamente, analizamos el modelo propuesto por Bekenstein y lo

comparamos tanto con experimentos tipo Eötvös, que verifican al Principio de Equi-

valencia, como con mecanismos térmicos de la Tierra y de otros planetas del Sistema

Solar. Además, establecemos cotas superiores a los “parámetros de violación” del

Principio de Equivalencia debido a la acción de las fuerzas fundamentales. Estos

parámetros se encuentran estrechamente relacionados con muchas de las constantes

fundamentales, por lo tanto a partir de ellos se pueden determinar ĺımites superiores

a las posibles variaciones espaciales de las constantes. En este caso, se eligió acotar

las variaciones de cuatro constantes: α, ΛQCD, sin
2 θW y GF , para luego poder acotar

las variaciones de las constantes de acoplamiento de Gauge α1, α2, α3, el valor de

expectación del Higgs v, y las de las masas de part́ıculas elementales.

Estudiamos en profundidad la teoŕıa expuesta por Bekenstein, quien propone la

variación de α por la introducción de un campo escalar adimensional “ψ” generando

variaciones en las cargas. Utiliza hipótesis muy generales de la f́ısica tales como:

la covarianza, la invarianza de Gauge, la causalidad y la invarianza ante la reversi-

bilidad del tiempo del electromagnetismo. La propia generalidad de estos supuestos

permite garantizar la aplicabilidad del régimen a otro “gauge” de interacciones, como

las interacciones fuertes. Además, introduce otra simplificación muy útil, dado que

la gravitación del sector no se ve afectada por el campo escalar introducido para

variar la constante de acoplamiento. Bekenstein demostró que en su teoŕıa, usando

part́ıculas clásicas estáticas como modelo de materia, no se produce una aceleración

anómala, y por lo tanto, se cumplen la Universalidad de Cáıda Libre y el Principio

de Equivalencia mencionados anteriormente. Tanto los fenómenos cuánticos como
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los efectos que pueden ocurrir a escalas de altas enerǵıas y/o pequeñas escalas de

distancias no han sido tomados en cuenta en esta teoŕıa ya que es descripta en forma

clásica.

Para esta tesis nos propusimos trabajar con un modelo de materia más realis-

ta. Por eso, estudiamos también en forma exhaustiva las técnicas desarrolladas por

Haugan y Will que, bajo el formalismo Thǫµ propuesto por Lightman y Lee; se uti-

lizan para analizar el comportamiento de cuerpos que interactúan electromagnética-

mente en cáıda libre, analizando toda clase de teoŕıas gravitatorias (las consideradas

“métricas” y las “no métricas”). A órdenes “post-post-Coulombiano”, se encuentran

violaciones al Principio de Equivalencia dependientes de la estructura magnética de

los cuerpos utilizados en los experimentos.

Las modificaciones hechas fueron las siguientes: trabajamos en el ĺımite no rela-

tivista pero utilizando la expresión total del campo electromagnético para los mo-

mentos; tomamos al sistema como semiclásico donde los campos son considerados

clásicos pero las part́ıculas responden a un modelo del tipo Thomas-Fermi; supusi-

mos la presencia de campos externos (el campo dilatónico ya mencionado “ψ”, y el

potencial newtoniano estará representado por “φN”) despreciando las contribuciones

de los campos autogenerados.

Nuestros descubrimientos fueron los siguientes:

Partiendo de las ecuaciones encontradas por Bekenstein mostramos que, para

un potencial electrostático producido por una densidad arbitraria de carga

pero acotada utilizando nuestro modelo de part́ıcula, no podemos descartar

ni reafirmar el resultado expuesto por Bekenstein (donde se cancelan las con-

tribuciones eléctricas con contribuciones provenientes de la masa). Por lo tanto,

seremos pesimistas y supondremos como válida dicha afirmación. Igualmente,

en un modelo cuántico de materia, las fluctuaciones cuánticas en la densidad

número de part́ıculas generan campos magnéticos. Demostramos que estas con-

tribuciones en la enerǵıa magnética son las responsables de la aparición de un

término anómalo en la aceleración de un sistema de part́ıculas que interactúa

con los campos ya mencionados que, a la hora de testear con los experimentos

de Eötvös, nos hace rechazar a la teoŕıa.

Analizamos también el comportamiento de la materia y de los campos que
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actúan con el sistema. Debido a la interacción con el campo propuesto por

Bekenstein, se genera un flujo “mágico” de enerǵıa, encontrando cotas estrictas

para la variación temporal de α a partir de la comparación del modelo con datos

termodinámicos astronómicos y geof́ısicos. Estas cotas son generales ya que no

dependen del modelo de variación de α.

Por último, establecemos ĺımites independientes a las variaciones espaciales de

α, ΛQCD, sin
2 θW yGF realizando un ajuste con los últimos y más precisos datos

provenientes de experimentos de Eötvös. También, ponemos restricciones a las

variaciones espaciales de: constantes de acoplamiento de Gauge, el valor de

expectación del Higgs y las de las masas de part́ıculas elementales. Para lograr

esto utilizamos: los resultados de la “teoŕıa de perturbación quiral”, por ende,

las masas de los quarks livianos son muy pequeñas, pero no cero; desarrollos

en serie; siempre sin olvidar que en el ĺımite quiral, cualquier cantidad de

dimensiones de masa o enerǵıa debe ser proporcional a ΛQCD.
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Caṕıtulo 1

Introducción

Desde sus comienzos el hombre ha tratado de explicar los fenómenos que ocu-

rren a su alrededor. Con el paso del tiempo, fue adquiriendo nuevas estructuras de

pensamiento ayudado con el desarrollo de tecnoloǵıas para dicho fin. En la actua-

lidad, las dos teoŕıas que mejor describen al Universo son la Relatividad General

(GR), estudiando la fuerza gravitatoria, y el Modelo Standard (SM), que analiza y

unifica las fuerzas electromagnética, débil y fuerte. Gracias a ellas, se puede obtener

una buena descripción a bajas enerǵıas de la naturaleza mediante la utilización de

ciertos parámetros que tienen la particularidad de permanecer invariantes frente a

cambios en el espacio-tiempo y en el sistema de referencia. Éstos además, no son

determinados por la teoŕıa sino que se obtienen mediante la experimentación, son

las “Constantes Fundamentales”.

A mediados del siglo XX, Dirac [43, 44] llegó a la conclusión que no pod́ıa ser

casualidad que el orden de magnitud del cociente entre las fuerzas electromagnética

y gravitatoria entre un protón y un electrón coincidiera con la razón entre la edad del

Universo y el tiempo que tarda la luz en atravesar un átomo de Hidrógeno (∼ 1040).

Él postuló lo siguiente, dado que el tamaño del Universo visible aumenta con el

transcurrir del tiempo, el gran número “1040” tendŕıa que crecer al mismo ritmo;

por lo cual, seŕıa necesario que se la intensidad de la fuerza gravitatoria decayera

para que también creciera el cociente entre las fuerzas electromagnética y gravitatoria

de manera tal de mantener la coincidencia, y abandonando aśı la constancia de la

constante de gravitación de Newton, GN . Pero, su hipótesis quedó refutada en 1948
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Caṕıtulo 1. Introducción 9

cuando Teller [132] calculó que si la gravedad hubiera sido mayor en otro tiempo, la

Tierra habŕıa estado muy cerca del Sol en el pasado y no podŕıa presentar entonces

ahora sus caracteŕısticas actuales. Más adelante, Gamow [61] intentó revivir la idea

de Dirac, argumentando que también pod́ıa ocurrir que la carga del electrón e variase

en el tiempo como requiere la ecuación, dejando intacta la constante GN . Luego a

fines de la década del 60, se comprobó mediante observaciones hechas en quásares

[48], y el análisis de abundancias en meteoritos de emisiones β de larga vida [10], que

la carga del electrón no hab́ıa cambiado, dado que en caso contrario las reacciones

nucleares habŕıan sido distintas.

Desde hace ya mucho tiempo, la f́ısica ha tratado de construir una única teoŕıa

que unifique las cuatro interacciones fundamentales. Hasta el momento, se ha podido

relacionar tres de ellas (electromagnética, débil y fuerte), pero no se ha encontrado

un teoŕıa cuántica de la gravedad. Existen muchas teoŕıas que tratan de lograr dicha

unificación como por ejemplo: las teoŕıas de múltiples dimensiones, propuestas por

Kaluza, Klein, Chodos y Detweiler y Weinberg entre otros[24, 73, 76, 142]; las teoŕıas

de Supercuerdas [35, 36, 94]; y las teoŕıas de Brana [147]. En todas ellas, las enerǵıas

involucradas en los fénomenos son muy altas haciéndose dificultosas las verificaciones

de validez. Sin embargo, algunas de sus hipótesis y consecuencias pueden ser estudia-

das a bajas enerǵıas a través de experimentos y observaciones. Todas ellas predicen

la variación en el espacio-tiempo de alguna y/o todas las constantes fundamentales

de distintas maneras según el modelo.

También existen otras teoŕıas efectivas a bajas enerǵıas que sugieren y describen

una posible variación de las constantes fundamentales. Éstas proponen asociar el

valor de las constantes a un campo en el espacio-tiempo tal que; el Lagrangiano del

sistema cumpla con principios generales, y se puedan comparar las soluciones que se

desprenden de sus ecuaciones de movimiento con datos observacionales. Algunos de

estos modelos son: el propuesto por Bekenstein [15, 16] para estudiar las variación

espacio-temporal de la constante de estructura fina α; Barrows y Magueijo analizan

una posible variación de la masa del electrón me [12]; Albrecht y Magueijo sugieren

un modelo con velocidad de la luz c variable [6], otros autores amplian este modelo

[26–28, 74]; y otros como Brax y Davis [20] predicen un cambio en la constante GN .

Para poder determinar la veracidad de estas teoŕıas y también establecer res-
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tricciones a los posibles cambios en las constantes fundamentales, es necesario el

aporte de métodos tanto experimentales como observacionales, que abarcan desde

mediciones de laboratorio, hasta datos de origen cosmológico. Algunos de ellos son:

el análisis de la abundancia de decaimientos β de vida media larga en meteoritos

y minerales geológicos [48, 126, 127]; el reactor nuclear natural que operó en Oklo

hace aproximadamente 1,8× 109 años [34, 58]; la comparación entre las frecuencias

de relojes atómicos de distinto número atómico [115, 128]; el análisis de espectros de

quásares de alto corrimiento al rojo [9, 92, 103, 104, 138, 140]; y el análisis de datos

obtenidos a partir de la radiación cósmica de fondo [13, 87, 123] y de la abundancia de
4He producida en la nucleośıntesis primordial [17, 88, 89, 101]. Si bien la mayoŕıa de

estos experimentos y observaciones concuerdan con que la variación de la constantes

fundamentales es nula, en 1999 y en 2009, Webb y colaboradores han mostrado en

su análisis una significativa variación tanto de α como de µ = mp/me [103, 138–140]

y esto es una muy buena motivación para seguir investigando el tema.

Otra interesante forma de verificar estas teoŕıas es analizar la posible violación

del Principio de Equivalencia Débil (WEP) debido a variaciones espaciales de las

constantes fundamentales [100], que es un hecho fácil de probar mediante el Princi-

pio de Conservación de la Enerǵıa [64]. El Principio de Equivalencia Débil (WEP)

establece que la ĺınea de Universo de un cuerpo inmerso en un campo gravitatorio

es independiente de su composición y estructura [100, 145], es una generalización

de la “Ley de Galileo de la Universalidad de la Cáıda Libre”. Dado que la Relativi-

dad General tiene como una de sus consecuencias al Principio de Equivalencia, las

pruebas de certificación de su validez son muy importantes a la hora de “intentar

una nueva f́ısica”. Hasta el momento, las pruebas más precisas han sido los experi-

mentos del tipo Eötvös, los cuales testean la igualdad de la aceleración de cuerpos

de diferente composición y/o estructura [49, 100, 141]. Muchos experimentos para

mejorar su precisión se han estado desarrollando desde la mitad del siglo XX has-

ta la actualidad [19, 119, 122, 130], siendo de gran utilidad para imponer ĺımites

estrictos a los parámetros que describen violaciones al Principio de Equivalencia

Débil[11, 22, 40, 131, 145].

En este trabajo estudiamos en profundidad las teoŕıas de Bekenstein [15, 16], y

las modificamos tomando un modelo de part́ıcula un poco más complejo, para luego
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comparar con experimentos de Eötvös y aśı comprobar su validez [79]. Analizamos

las ecuaciones que rigen el movimiento de la materia aśı como también el intercambio

de enerǵıa entre ella, el campo escalar debido al “nuevo acoplamiento” y el campo

electromagnético encontrando cómo el flujo de enerǵıa de la materia es modificado

por el campo escalar. Del estudio de la historia térmica de la Tierra y otros plane-

tas, en la presencia del campo escalar propuesto por Bekenstein, obtenemos estrictas

cotas [78]. Además, nos interesamos en estudiar los parámetros que describen vio-

laciones al Principio de Equivalencia utilizando los últimos datos obtenidos a partir

de experimentos Eötvös. Aśı, esta tesis se encuentra estructurada de la siguiente

manera:

En el caṕıtulo 2 presentamos una detallada descripción de los modelos pro-

puestos por Bekenstein [15, 16].

En el caṕıtulo 3 desarrollamos nuestras modificaciones añadidas al modelo y

estudiamos tanto las supuestas fuerzas generadas como las contribuciones de los

campos eléctrico y magnético al campo escalar. Los aportes de dichos campos

son estudiados por separado, poniendo una especial atención en el cálculo de

la enerǵıa magnética .

En el caṕıtulo 4 discutimos intercambio de enerǵıa entre la materia y los cam-

pos escalar y electromagnético produciendo cambios en su flujo. Este último

puede considerarse una cota independiente a la hora de testear las variaciones

temporales de la constante de estructura fina α.

En el caṕıtulo 5 realizamos un análisis de las posibles causas que producen

violaciones al Principio de Equivalencia, las cuales pueden ser verificadas con

mucha precisión mediante datos provenientes de experimentos tipo Eötvös.

Reajustamos los “parámetros de violación” para las fuerzas electromagnética,

débil y fuerte calculados por Chamoun y Vucetich [22] con nuevos datos ex-

perimentales. Establecemos además restricciones a las posibles variaciones es-

paciales de algunas de las constantes fundamentales α, ΛQCD, sin
2 θW y GF ;

aśı como también a las variciones espaciales de las constantes de acoplamiento

α1, α2, α3 y el valor de expectación del Higgs v, y las masas de part́ıculas
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elementales MZ , MW , mq y ml. Todo esto utilizando resultados de la “Teoŕıa

Perturbativa Quiral”.

Por último, en el caṕıtulo 6 mostraremos nuestras conclusiones.

Esta tesis está basada en los siguientes art́ıculos:

• Violation of the Weak Equivalence Principle in Bekenstein’s theory, [79].

• Energy production in varying α theories, [78].

• Constraining the fundamental interactions and couplings with Eötvös ex-

periments, [80].

• General statements from Bekenstein’s theory, [81].



Caṕıtulo 2

Modelo teórico de Bekenstein para

la variación de α

En este caṕıtulo explicaremos el modelo propuesto por Bekenstein [15, 16] para

la variación de la constante de estructura fina α. Esta teoŕıa forma parte del grupo

de teoŕıas efectivas a bajas enerǵıas, las cuales no predicen la variación simultánea

temporal y/o espacial de las constantes de acoplamiento [6, 12, 20], como śı lo hacen

aquellos desarrollos teóricos que intentan unificar las cuatro interacciones fundamen-

tales [24, 35, 36, 73, 76, 142].

Aqúı, se reemplaza la constante cuya variación se desea estudiar, por un campo

escalar que será el responsable de los cambios.

2.1. Hipótesis utilizadas en el desarrollo de la teoŕıa

La constante de estructura fina α se la puede considerar como el ĺımite a bajas

enerǵıas de la constante de acoplamiento electromagnético (renormalizada). La teoŕıa

de campos general utilizada en este trabajo, está basada en ocho hipótesis:

1. Para α constante, el electromagnetismo se reduce al de Maxwell, y el acoplamien-

to del vector potencial con la materia es mı́nimo.

2. Las variaciones en α resultan de la dinámica. Se rechazan las leyes de violación

ya escritas. Si α variara, su cambio se verá reflejado en la materia cargada.

13
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Luego ésta deberá influenciar a α.

3. Tanto la acción de α como la de la electrodinámica son invariantes relativistas.

4. La acción es invariante de Gauge localmente.

5. El electromagnetismo es causal.

6. El electromagnetismo es invariante ante la reversibilidad del tiempo.

7. Toda escala de longitud en la teoŕıa no puede ser menor a la longitud de Planck

ℓP =
[
G~

c3

] 1
2 . Para probar experimentalmente las teoŕıas donde las escalas de ℓB

son menores, se necesitan part́ıculas con una enerǵıa E ≈ c~/ℓB. Si ℓB < ℓP ,

la enerǵıa seŕıa tan grande que el radio gravitacional 2GE
c4

excedeŕıa a ℓ. Por

lo cual, la part́ıcula probablemente caeŕıa en un agujero negro que ella misma

produjo, frustrando aśı cualquier intención de generar una teoŕıa mediante el

estudio de su dispersión.1

8. La gravitación está descripta por una métrica del espacio-tiempo que satisface

las ecuaciones de Einstein.

2.2. Desarrollo de la dinámica del modelo

El único parámetro que se tomará como variable en α = e2

~c
es la carga. Por lo

tanto, en el caso en donde todas las cargas ei de un sistema vaŕıan al uńısolo,

ei = ei0ǫ(x
µ), donde ei0 representa al acoplamiento constante de la part́ıcula i, y

ǫ(xµ) es un campo escalar adimensional cuya dinámica debe ser invariante ante un

reescaleo del campo.

Se considera la dinámica clásica de una part́ıcula puntual en reposo de masa m

y carga e0ǫ en el espacio tiempo plano, siendo la convención de signos {−,+,+,+}.
1Esta última afirmación no debe ser tomada en cuenta si la teoŕıa es considerada como ĺımite

a bajas enerǵıas de “teoŕıas del todo” (TOE), ya que en estos casos se introducen otras escalas de
longitud fundamentales. En efecto, hay una otra escala de longitud según la teoŕıa de cuerdas, el
“parámetro de tensión”, de modo que es posible acotar cualquier longitud con esta “nueva” escala
de longitud que es más pequeña que ℓP .
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El lagrangiano de este sistema es,

L = −mc(−uυuυ)
1
2 + (

e0ǫ

c
)uυAυ uυ =

dxυ

dτ
, (2.1)

el cual sólo cambia mediante la derivada perfecta (e0/c)dχ/dτ dada la hipótesis 2.

De esta manera,

S =

∫
Ldt, (2.2)

ǫ =

(
α

α0

) 1
2

. (2.3)

ǫ se encuentra en todas las interacciones electromagnéticas, por lo tanto se reem-

plaza eiAµ → ei0ǫAµ. Sea aµ ≡ ǫAµ, entonces el tensor del campo electromagnético

es,

fµν ≡ aν,µ − aµ,ν (2.4)

y la acción electromagnética,

Sf = − 1

16π

∫
e−2ψfµνf

µν(−g) 1
2d4x. (2.5)

Las hipótesis 2 y 3 obligan a introducir una acción para ǫ. Para no violar la

hipótesis 5, se excluyen los lagrangianos con curvatura. Por lo tanto, la única posi-

bilidad para la acción libre de ǫ es,

Sǫ = − c~

2ℓB
2

∫
ǫ−2ǫ,µǫ

,µ(−g) 1
2d4x, (2.6)

donde g es el determinante de la métrica gµν , ℓB es una constante de longitud in-

troducida por razones dimensionales que no puede ser menor que la longitud de

Planck.

La acción total es S = Sǫ + Sf + Sm + Sg, (Sm acción de la materia incluyendo

la interacción electromagnética)

Sm =
∑∫

[−mc2 + (
e0ǫ

c
)uµAµ]× γ−1δ3[xi − xi(τ)]d4x, (2.7)
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y,

Sg =
c4

16πG

∫
R(−g) 1

2d4x. (2.8)

Gracias a la variación de δSm/δx
µ en combinación con uµu

µ = −c2 se obtiene la

expresión,

d(muµ)/dτ = −m,µc
2 + (e0/c)[(ǫAν),µ − (ǫAµ),ν ]u

ν ; (2.9)

de la cual se desprende que, además de la fuerza tipo “Lorentz” (representada por

el segundo miembro del lado derecho de la ecuación), aparece un término anómalo

proveniente de la dependencia de la masa con el campo escalar ǫ. Luego, variando

Sǫ+Sf+Sm respecto a Aµ, se obtienen las ecuaciones para el campo electromagnético,

(
1

ǫ
F µν

)

;ν

= 4πjµ (2.10a)

jµ =
∑[

e0
cγ

]
uµ(−g)− 1

2 δ3[xi − xi(τ)], (2.10b)

cumpliéndose la condición jµ;µ = 0. La carga conservada (
∑
e0) de todas las part́ıculas

se distingue de la suma de las cargas e0ǫ que se acoplan con Aµ en la acción.

Experimentalmente es sabido que ǫ vaŕıa muy poco en escalas de tiempo y espacio

terrestres, por lo cual es posible sacar al factor ǫ−1 fuera de la derivada en la ecuación

del campo electromagnético. Además, la escala de ǫ se elige de manera tal que en

la época cosmológica actual, ǫ = 1 y muy lejos de la fuente del campo ǫ. Con esta

elección, e0 coincide con la carga usual de part́ıculas.

Las ecuaciones para ǫ se obtienen al derivar S = Sǫ + Sf + Sm respecto de ln ǫ,

� ln ǫ =
ℓB

2

c~

[
ǫ
∂σ

∂ǫ
− 1

8π
F µνFµν

]
, (2.11a)

Fµν = ǫ−1 [(ǫAν),µ−(ǫAµ),ν ] , (2.11b)

σ =
∑

mc2γ−1(−g)− 1
2 δ3[xi − xi(τ)], (2.11c)

donde � es el D´Alambertiano.
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2.3. El campo ǫ producido por una carga puntual

en reposo

Se toman part́ıculas libres en reposo dentro de una cavidad conductora esférica.

En este caso se trabaja en el espacio-tiempo plano, F 0i representa al vector del campo

eléctrico E, siendo entonces µ = 0 se obtiene,

~∇ · (ǫ−1E) = 0. (2.12)

El campo eléctrico en el interior de la cavidad es nulo, mientras que en el exterior,

E =
r̂Qǫ

r2
, Q ∼

∑
e0. (2.13)

Reemplazando en la ecuación para ǫ, se llega a que fuera de la cavidad,

r−2∂r[r
2(∂rlnǫ)] = (4πc~)−1ℓB

2Q2ǫ2r−4, F µνFµν = −2E2. (2.14)

Transformando apropiadamente, el resultado es,

ǫ(r) = sec[ℓBQ(4π~c)
− 1

2 r−1]. (2.15)

Cuando r → ∞, ǫ→ 1. A grandes distancias el campo eléctrico tiene una forma

puramente Coulombiana E = r̂Qr−2. Si hubiese un sola carga, el comportamiento

coulombiano es preciso para r ≥ ℓB.

2.4. Las variaciones temporales de α

Estas variaciones están relacionadas con los cambios en ǫ en el marco cosmológi-

co. Se asume que el Universo es isotrópico y homogéneo. Adoptando la métrica de

Robertson-Walker con el agregado del factor de expansión a(t), la ecuación (2.11a)

se reescribe,
∂

∂t
(a3

ǫ̇

ǫ
) = −a

3ℓB
2

c~

[
ǫ
∂σ

∂ǫ
+

1

4π
(E2 −B2)

]
, (2.16)
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E, B son los campos medidos por un observador en el movimiento. Como aqúı no

interesan las variaciones espaciales de ǫ ( debido a que su muy pequeña variación en

el contexto del Universo), el término fuente en el lado derecho de la útima ecuación

se lo puede entender como un promedio en un gran volumen.

La radiación electromagnética del Universo no contribuye a la fuente de ǫ, ya que

para ondas planas, la invariancia E2−B2 desaparece, y una distribución incoherente

es una superposición lineal de ellas con fases no definidas. Se concluye entonces que,

la única fuente de ǫ es la materia.

Ambas partes de la ec.(2.16) son invariantes de Lorentz por lo tanto, se puede

pasar a un sistema en reposo y evaluar alĺı la contribución de la part́ıcula a la fuente.

Promediando esta contribución en un gran volumen, el témino de la fuente queda,

[ǫ(
∂m

∂ǫ
)c2 + (4π)−1

∫

V0

(E2 −B2)dV ]V −1
0 . (2.17)

Reescribiendo en función de la parte electromagnética de la enerǵıa mc2,

[ǫ(
∂m

∂ǫ
)c2 + 2mEMc

2 − (2π)−1

∫

V0

B2dV ]V −1
0 . (2.18)

El último término que está relacionado con el campo magnético se desprecia ya

que la enerǵıa magnética es muy pequeña en la materia no relativista y; como gran

parte de mEMc
2 es de origen coulombiano, se tiene que ǫ(∂m

∂ǫ
)c2 ≈ 2mEMc

2.

Los principales contribuyentes de la densidad de enerǵıa coulombiana son los

protones y neutrones (ya sean libres o ligados en núcleos) que conforman casi toda

la materia en reposo del Universo. Las enerǵıas de los protones y neutrones están

dadas por, mEMpc
2 ≈ 3MeV y mEMnc

2 ≈ 4,3MeV. La mayoŕıa de los neutrones del

Universo han sido incorporados a núcleos de 4He que constituyen un cuarto de la

masa de la materia. Estos nucleones en 4He contribuyen sólo un 15 por ciento más

que los libres a la enerǵıa de Coulomb, en cambio cuando se encuentran en 16O o
56Fe lo hacen un 40 y un 70 por ciento más que cuando están libres. Debido a que

los elementos más abundantes son el 1H y 4He (justamente son los más livianos), la

enerǵıa coulombiana promedio que proviene de los nucleones excede solamente un 10

por ciento a la que proviene de protones libres. Entonces, siendo ρm la densidad de
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masa de la materia en reposo,

∂

∂t
(a3

ǫ̇

ǫ
) = −a3ζ(ℓB

2

c~
)ρmc

2, ζ ≈ 1,3× 10−3. (2.19)

Si bien ζ depende de las propiedades del material que constituye a la fuente, se lo

puede considerar constante ya que, para que sufra un cambio significativo, tendŕıa

que producirse una gran modificación en la abundancia relativa del H u otro tipo de

elemento significativo. Dado que ρ vaŕıa como a−3 en un Universo en expansión,

ǫ̇

ǫ
= −ζ(ℓB

2c

~
)ρm(t− tc) tccte. (2.20)

Reescribiendo en notación cosmólogica,

ǫ̇

ǫ
= −3ζ

8π

(
ℓB
ℓP

)2

H2
0ΩB

[
a0
a(t)

]3
(t− tc). (2.21)

El Modelo Estándar de la Nucleośıntesis Primordial predice que la constante de

integración tc debe ser muy pequeña para no perder el acuerdo entre la teoŕıa y

la observación. Usando los datos provenientes de WMAP (sonda de la NASA cuya

misión es estudiar el cielo y medir las diferencias de temperatura y de polarización

que se observan en la radiación de fondo de microondas, un remanente del Big Bang)

se puede predecir que para (α̇/α)0 se cumple la siguiente ecuación,

(
α̇

H0α

)

0

= 1,3× 10−5

(
ℓB
ℓP

)2

. (2.22)

Cualquier medida con una precisión tal que σ(α̇/H0α) ∼ 10−5 es dif́ıcil de lograr, por

lo que la comparación entre la teoŕıa y experimento no es una tarea fácil de llevar a

cabo.

2.5. Las variaciones espaciales de α

Debido a la presencia de materia con estructura electromagnética, se debeŕıan

poder encontrar gradientes de α en el laboratorio. A continuación se detalla la apli-
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cación del modelo para: 1) una part́ıcula cargada en reposo, 2) para un sistema de

part́ıculas cargas, y 3) para un conjunto de dipolos magnéticos.

2.5.1. Modelo para una carga puntual

Tomando el caso de una carga puntual estática y reemplazando ln ǫ = ψ, las

ecuaciones (2.10) y (2.11) pueden expresarse como,

∇ · (e−2ψE) = 4πe0δ
3(x), (2.23a)

∇2ψ =
ℓ2B
c~

[
∂mc2

∂ψ
δ3(x) +

1

4π
e−2ψE2

]
; (2.23b)

donde,

E = e2ψ(−∇Φ + b), (2.24a)

∇.b = 0, (2.24b)

Φ = e0/r. (2.24c)

Φ representa al potencial Coulombiano, y se toma una solución particular tal que

b sea un vector constante. Por lo tanto, se puede considerar al campo ψ(r) como

función del potencial Coulombiano, ψ[Φ(r)]. Luego,

∇2ψ =
∂ψ

∂Φ
∇2Φ +

∂2ψ

∂Φ2
e−4ψE2

= −4πρ
∂ψ

∂Φ
+ ψ′′e−4ψE2. (2.25)

Para que las ecuaciones (2.23b) y (2.25) sean comparables, es necesario que se

cumplan las siguientes condiciones,

ψ′′ = κ2e2ψ, κ2
∂σ

∂ψ
= −e0

∂ψ

∂Φ
, (2.26)

de manera de tener una descripción de σ y de ψ en función de Φ tal que,
∂mc2

∂ψ
δ3(x) + 1

4π
e−2ψE2 = 0 en el Laplaciano de ψ.



Caṕıtulo 2. Modelo teórico de Bekenstein para la variación de α 21

2.5.2. Modelo para un sistema de cargas

Para el caso de un conjunto de cargas en reposo (un sistema de N cargas, cada

una con posición zi), e0δ
3(x) se reemplaza por

∑
i e0iδ

3(x− zi), y el potencial será,

Φ(r) =
∑

i

e0i
|x− zi|

. (2.27)

Haciendo un análisis similar al hecho en el caso de una carga puntual se llega a que,

eψ = sec(κΦ), E = −∇
tan(κΦ)

κ
, (2.28)

cancelándose el corchete de la ec.(2.23b).

La idea del modelo es la siguiente; se propone un cúmulo de part́ıculas que se

encuentra en el origen actuando como si fuera ”gran part́ıcula” C y se toma otra

part́ıcula a una distancia mucho mayor a las dimensiones del cúmulo. La part́ıcula C

estaŕıa inmersa en los campos uniformes producidos por la otra part́ıcula, y se pide

además que a t = 0 todas se encuentren en reposo. Trabajando con las part́ıculas que

conforman al ”grupo” C, se llega a que en este caso, la estructura interna del cúmulo

no afecta la tasa de cambio del momento de la ”part́ıcula” total. Se estudia luego

el sistema en su totalidad, analizando la componente temporal de la conservación

del tensor de enerǵıa impulso. Si T µν incluye al tensor para las part́ıculas, al del

electromagnetismo y al del los campos escalares, T µνν = 0 se puede derivar de las

ecuaciones del campo gravitacional. Ignorando a este último campo mencionado,

∂T 00

∂t
+
∂T 0i

∂xi
= 0, (2.29)

multiplicando por xj e integrando en un volumen que contenga a C pero no a la otra

part́ıcula,
d

dt

∫

℧

T 00xjd3x =

∫

℧

T 0jd3x−
∮

∂℧

xjT 0id2Si, (2.30)

donde M =
∫
℧
T 00d3x es la masa del cúmulo despreciando las contribuciones de los
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campos más allá de las cercańıas de C. Luego,

d2

d2t

∫

℧

T 00xjd3x =
d

dt

∫

℧

T 0jd3x− d

dt

∮

∂℧

xjT 0id2Si. (2.31)

T 0i tiene contribuciones de:

El campo fµν , pero debido a se está trabajando en el caso estático para el set

de ecuaciones (2.23), y siendo la identidad fij + f0i,j + fj0,i = 0; la derivada

temporal elimina la integral de esta contribución (T 0i
f ) a t = 0.

El campo ψ a través de T 0i
ψ , pero también la derivada temporal hace desaparecer

su integral a t = 0 ya que no hay movimiento. Mirando ecuaciones anteriores

(2.23) y sus soluciones (2.28) para el reposo, se deduce que ψ̇ y ψ̈ son nulas a

t = 0.

Por lo tanto, sólo las part́ıculas contribuyen a dicha parte de la ecuación. Dado

que la superficie ∂℧ se desvanece más allá de C, el lado izquierdo de la ecuación

(2.31) se reduce a d
dt

∫
℧
T 0j
m d

3x. El tensor se obtiene de la acción Sm tal que,

T µνm =
∑

i

mic
dzµi
dτ

dzνi
dτ

δ3[x− zi(τ)]

γ(−g)−1/2
. (2.32)

Tomando τ = t, reemplazando (−g)−1/2 por su valor Minkowskiano y sustituyendo

en (2.31),

d2(MZj)

dt2
=

d

dt

N∑

i=2

mivi (2.33)

Integrando la ec. (2.29) en el volumen, usando el teorema de Gauss y derivando

respecto al tiempo,
d2

dt2

∫

℧

T 00d3x = − d

dt

∮

∂℧

T 0id2Si, (2.34)

donde el lado derecho de la ecuación desaparece a t = 0 por los mismos argumentos

que en las ecuaciones anteriores. Por lo tanto, se demuestra que Ṁ = M̈ = 0 a t = 0,

dándose que M(t = 0) + O(t3) en un peŕıodo corto de tiempo. Haciendo el cambio

en las ecuaciones anteriores a t = 0 se llega a que

Z̈ =
Qe01(Z − z1)

M |Z − z1|3
(2.35)
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siendo Z la posición del centro de masas de C. Esto en concordancia al WEP,

muestra que la aceleración del CM del cúmulo en un campo distante de la carga e01

está completamente determinado por su masa M y su carga total Q. Para esto, la

integral de T 00 debe ser hecha sobre una región finita. Todos estos resultados son

ciertos siempre y cuando las part́ıculas del cúmulo sean estáticas, pero se supone que

a bajas velocidades y espines magnéticos débiles también se cumplen.

2.5.3. Modelo para una conjunto de dipolos magnéticos

En la materia bariónica, la segunda contribución energética más grande luego

de la Coulombiana es aquella que proviene de los dipolos magnéticos asociados con

el momento angular y espines de los núcleos y electrones. La enerǵıa magnética

ha sido hasta ahora ignorada en este modelo. Dado que se ha demostrado que los

aportes Coulombianos son poco menos que irrelevantes como fuentes del campos ψ,

es necesario tener en cuenta las contribuciones magnéticas.

Es muy dif́ıcil encontrar directamente el análogo al sistema de cargas cuya solu-

ción está dada por las expresiones de la ecuación ( 2.28) para una colección de dipo-

los magnéticos. Para superar el problema se propone usar un conjunto de monopolos

magnéticos de “carga magnética” g0i, i = 1, 2, . . . 2N , y luego dejar que los pares

de igual módulo y opuesta carga de monopolo se fusionen para formar los dipolos

magnéticos. Estos los monopolos sólo servirán como “ayuda” en el cálculo y desa-

parecerán en los resultados finales. Las ecuaciones a resolver son,

∇× (e−2ψB) = 0, (2.36a)

∇ ·B =
∑

i

4πg0iδ
3(x− zi), (2.36b)

∇2ψ =
ℓ2B
c~

[
∑

i

∂mic
2

∂ψ
δ3(x− zi) +

1

4π
e−2ψB2

]
. (2.36c)

La ecuación (2.36b) no proviene de la acción para el campo f (Sf) del modelo, sino

que es más bien una versión generaliza la ley de Gauss ∇·B = 0 para el caso en que

pudieran existir los monopolos. Este es el argumento para no incluir al factor e−2ψ
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en dicha expresión. Por la forma que presenta la ecuación (2.36b), no es posible tener

un potencial vector para B pero śı se lo puede describir, en un dominio, mediante

un potencial escalar tal que,

B = −∇Ψ, (2.37)

Ψ(r) =
∑

i

g0i
|x− zi|

. (2.38)

La ecuación (2.36a) implica que ψ es una función de Ψ, ψ(Ψ(r)). Resolviendo de

manera similar al caso del sistema de part́ıculas cargadas, se llega a una única solu-

ción f́ısica para un sistema de monopolos magnéticos,

eψ = cos(κΨ), B = −∇Ψ. (2.39)

Se toma un monopolo i+N cuya carga magnética es −g0i, y otro monopolo i tal que el

vector posición entre ellos es d. Luego, si el par se puede aproximar adiabáticamente,

|g0i| crece de modo que g0id → µ 6= 0. Entonces en el ĺımite se tiene un dipolo cuyo

momento magnético es µ y se lo puede “etiquetar” como el dipolo i, con posición

zi. El potencial magnético total y el campo son,

Ψ = ĺım
|d|→0

N∑

i=1

[
g0i

|x− zi − d/2| +
−g0i

|x− zi + d/2|

]
, (2.40a)

Ψ =
N∑

i=1

µ.(x− zi)

|x− zi|3
, (2.40b)

B =

N∑

i=1

[
3µ.(x− zi)(x− zi)

|x− zi|5
− µ

|x− zi|3
]
. (2.40c)

Parece razonable que los dipolos magnéticos pueden ser representados por pequeños

“bucles de corriente”, y que el campo seguirá siendo el de la Ec. (2.40c). Las ecua-

ciones (2.39) y (2.40) representan las soluciones para un sistema de multidipolos

magnéticos dentro este marco de trabajo. De la ecuación (2.39) se deriva,

∇2ψ = κ tan(κΨ)∇.B − κ2sec2(κΨ)B2. (2.41)

Aplicando el teorema de Gauss a la ec.(2.40c), ∇.B = 0 en todas partes, y no
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hay singularidades del tipo δ en la posición de un dipolo. Además comparando la

expresión (2.36c) con e−2ψ = sec2(κΨ) se concluye que el término fuente de masa no

tiene una contribución de los dipolos magnéticos. Una consecuencia inmediata es que

un el momento de un dipolo magnético en un campo electromagnético exterior no

está sujeto a una fuerza anómala como la que aparece en el caso de la carga eléctrica.

La única fuerza seŕıa la habitual (µ ·∇)B, que se puede obtener en este contexto,

mediante la combinación de las fuerzas en dos polos magnéticos. Todo esto significa

que no se esperan violaciones del WEP en el movimiento de una estructura pura de

dipolos magnéticos.

Las posibles violaciones del WEP que pueden llegar a aparecer en una part́ıcula

de prueba debido a la interacción con una fuente S formada puramente por dipolos

magnéticos, quedan fuera del alcance actual de los experimentos de laboratorio.

2.5.4. Conclusiones

La ecuación del campo ψ para una colección de cargas y de dipolos magnéticos

está dada por,

∇2ψ =
ℓ2B
c~

[
∑

i

∂mic
2

∂ψ
δ3(x− zi) +

1

4π
e−2ψ(E2 −B2)

]
. (2.42)

La suma se extiende sólo sobre las cargas eléctricas. Claramente, las contribuciones

eléctricas y magnéticas al campo ψ se suman.

Dado que
∑

i
∂mic2

∂ψ
δ3(x− zi) +

1
4π
e−2ψE2 ≈ 0, última la ecuación queda,

∇2ψ = −ℓ
2
B

c~

[
1

4π
e−2ψB2

]
. (2.43)

y no hay evidencia experimetal de violación al Principio de Equivalencia.



Caṕıtulo 3

El modelo de Bekenstein para el

caso semiclásico

En sus trabajos (Refs.[15, 16]), Bekenstein utiliza un conjunto de part́ıculas

clásicas para representar a la materia. Esto no es un buen modelo de materia cuando

los fenómenos cuánticos pueden llegar a ser importantes, ya sea a escalas de altas

enerǵıas y/o a escalas de distancias pequeñas; debido a que los fermiones tienen una

“escala de longitud natural”, es decir, la longitud de onda Compton de la part́ıcula

λC = ~/mc.

Por esto mismo, nosotros elegimos trabajar con un sistema más realista, un

tratamiento semiclásico (como la teoŕıa semiclásica de la radiación) en donde los

campos electromagnético, newtoniano y dilatónico ψ son tomados en forma clásica

pero la materia es tratada en forma cuántica respondiendo a un modelo tipo Thomas-

Fermi [84, 85]. Además, supondremos que el campo escalar ψ es pequeño. Agregando

estas nuevas aproximaciones al modelo, analizamos los comportamientos de los cam-

pos eléctricos, magnéticos, y el escalar ψ; y de la distribución de carga.

3.1. Desarrollo del modelo

Consideramos en este caso un átomo como un sistema de part́ıculas cuánticas,

tal que aplicando la segunda cuantificación el hamiltoniano estará dado por:

26
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H = mc2 +H1 +H2 +H3 +H4 +H5, (3.1a)

Hβ = H1 +H2 +H5, (3.1b)

H1 =

∫
Ψ̂†(ξ̄)(

−~
2∇2

2m
)Ψ̂(ξ̄)dξ̄, (3.1c)

H2 =

∫
Ψ̂†(ξ̄)e0e

ψΦ(ξ̄)Ψ̂(ξ̄)dξ̄, (3.1d)

H3 =

∫
(∇Φ(ξ̄))2

2
e−2ψdξ̄, (3.1e)

H4 =

∫
(∇ψ)2~c

2l2
dξ̄, (3.1f)

H5 =

∫
m0Ψ̂

†(ξ̄)φ(ξ̄)Ψ̂(ξ̄)dξ̄, (3.1g)

siendo Φ y φ los potenciales electrostático y gravitatorio respectivamente, y ψ el

campo escalar de Bekenstein.

En el ĺımite no relativista el hamiltoniano no depende de los spines, por lo tanto

ξ̄(r̄, σ) se reduce a ξ̄(r̄), y además se cumple la ecuación de Schrödinger i~∂Ψ
∂t

= HΨ.

Los operadores del campo de fermiones (ej. electrones) son,

Ψ̂†(ξ̄) =
∑

i

Ψ†
i(ξ̄)â

†
i , Ψ̂(ξ̄) =

∑

i

Ψi(ξ̄)âi, (3.2)

donde la función de onda de un sistema de n part́ıculas que describe a los observables

es,

Ψn = det




Ψr1(ξ1) . . . Ψr1(ξn)
...

. . .

Ψrn(ξ1) . . . Ψrn(ξn)




Debido a las reglas de conmutación y anticonmutación de los operadores de

aniquilación y creación âi y â
†
i ,

[âi, âjâl] = δijâl, [âi, â
†
jâ

†
kâlâm] = δij â

†
kâlâm, (3.3)

los operadores Ψ̂(ξ) cumplen ciertas propiedades de clausura tal que, dado que el
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hamiltoniano Hβ es independiente del tiempo,

i~
dΨ̂

dt
= [Ψ̂, Ĥβ] =

∑

i

Ψi(ξ)[âi, Ĥβ]. (3.4)

Luego, es posible reemplazar los operadores en el Hβ y resolver utilizando dichas

propiedades, ∑

i

Ψi(ξ)[âi, Ĥβ] = Θ1 +Θ2 +Θ3. (3.5)

Dado,

Θ1 =
∑

i,l

Ψi(ξ)h
(1)i
j âl, (3.6a)

h
(1)i
j =

∫
Ψ∗
i (ξ)h

(1)Ψi(ξ)dξ, (3.6b)

h(1) = −~∇2

2m
; (3.6c)

donde los elementos de la diagonal de h
(1)i
j representan los valores de expectación

de h(1) en los estados Ψi(ξ); mientras que los elementos fuera de la diagonal (i 6= j)

representan las transiciones entre los estados j e i los cuales son inducidas por h(1).

Mientras que,

Θ2 = e0e
ψ
∑

i,j,l,m

Ψi(ξ)Φ
(2)ij
lm â†j âlâm, (3.7a)

Φ
(2)ij
lm =

∫ ∫
Ψ∗
i (ξ)Ψ

∗
j(ξ2)Φ

(2)Ψl(ξ1)Ψm(ξ2)dξ1dξ2, (3.7b)

y,

Θ3 = m0

∑

i,j,l,k

Ψi(ξ)φ
(2)ij
lm â†j âlâm, (3.8a)

φ
(2)ij
lm =

∫ ∫
Ψ∗
i (ξ)Ψ

∗
j(ξ2)φ

(2)Ψl(ξ1)Ψm(ξ2)dξ1dξ2, (3.8b)

Φ
(2)ij
lm y φ

(2)ij
lm son las enerǵıas potenciales de interacción electrostática y gravitatoria
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entre las part́ıculas l y m. Resumiendo,

Θ1 =

∫ (∑

i,l

Ψ∗
i (ξ

′)h
(1)i
l Ψi(ξ)

)
Ψ̂(ξ′)dξ′ = h(1)(ξ)Ψ̂(ξ), (3.9a)

Θ2 = e0e
ψ

(∫
Φ(2)(ξ, ξ′)Ψ†(ξ′)dξ′

)
Ψ̂(~ξ), (3.9b)

Θ3 = m0

(∫
φ(2)(ξ, ξ′)Ψ†(ξ′)Ψ(ξ′)dξ′

)
Ψ̂(~ξ). (3.9c)

Por lo tanto, la evolución del operador queda,

i~
dΨ̂

dt
= [Ψ̂, Ĥβ] =

(
h(1) + Φef (ξ) + φef(ξ)

)
Ψ̂, (3.10)

siendo

Φef (ξ) =

∫
Φ(2)(ξ, ξ′)Ψ†(ξ′)Ψ(ξ′)dξ′ee−2ψ, (3.11a)

φef(ξ) =

∫
φ(2)(ξ, ξ′)Ψ†(ξ′)Ψ(ξ′)dξ′m0. (3.11b)

Tanto Φef como φef describen las interacciones eléctricas y gravitatorias entre las

part́ıculas. Los potenciales efectivos sólo se puede calcular si la solución de la ecuación

(3.10) es ya conocida. Esto sugiere el uso de métodos interactivos a fin de encontrar

soluciones autoconsistentes la ecuación de movimiento, por ejemplo, los métodos que

se utilizan para resolver los problemas de muchos cuerpos. La densidad del número

de part́ıculas se escribe como,

η(ξ′) = Ψ†(ξ′)Ψ(ξ′). (3.12)

Retomando entonces el hamiltoniano inicial de la ecuación (3.1a),

H =
∑

i

mic
2 +

∑

i

p2i
2mi

+ θ1 + θ2 + θ3 + θ4 (3.13)
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con

θ1 =

∫
e0e

ψη(r′)Φ(r′)4πr′2dr′, (3.14a)

θ2 =

∫
m0φ(r)η(r

′)4πr′2dr′, (3.14b)

θ3 =

∫
(∇Φ(r′))2

2
e−2ψ4πr′2dr′, (3.14c)

θ4 =

∫
c~

l2
(∇ψ)24πr′2dr′. (3.14d)

3.1.1. Modelo de Thomas-Fermi cuántico

Este modelo basado en la mecánica estad́ıstica, fue desarrollado por Llewellyn

Thomas y Enrico Fermi en 1927 [52, 133] para intentar explicar la estructura elec-

trónica de sistemas con varias part́ıculas (el detalle del tratamiento semiclásico se

encuentra en el apéndice A). Su desarrollo puede ser extendido en forma cuántica

utilizando la Teoŕıa de Densidad Funcional (DFT), que es un método cuántico para

investigar la estructura electrónica, principalmente el estado fundamental, de sis-

temas de muchos cuerpos como núcleos, atómos, moléculas, etc. (para más detalles

ver [7, 21] entre otros). Presentaremos un breve resumen de esta teoŕıa.

Teoŕıa de Densidad Funcional

Ella describe propiedades de los sistemas multielectrónicos como átomos y núcleos

mediante la utilización de funcionales, que dependen espacialmente de la densidad

electrónica. Si bien los resultados de este tipo desarrollo para sistemas de estado

sólido concuerdan muy satisfactoriamente con los datos experimentales y el costo

computacional es relativamente bajo en comparación con los métodos tradicionales

(Hartree-Fock y sus descendientes); existen dificultades en el uso de la teoŕıa para

describir correctamente las interacciones intermoleculares. Su origen se encuentra en

el modelo de Thomas-Fermi pero su base teórica está dada por dos teoremas cuánti-

cos de Hohenberg-Kohn (HK) [77], los cuales originalmente sólo teńıan en cuenta

los estados fundamentales no degenerados en la ausencia de campos magnéticos,

pero luego fueron generalizados para abarcarlos. Esencialemente, estas proposiciones

demuestran que;
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para el estado fundamental, existe una relación uńıvoca entre la densidad y la

función de onda que representa a los observables tal que, entre ellas contienen la

misma información, y toda propiedad observable de un sistema puede calcularse

a partir de la densidad electrónica;

además, la enerǵıa es una funcional de la densidad y la densidad del sistema

minimiza a esta funcional.

La función de onda para N part́ıculas depende de 3N variables, mientras que la

densidad es más fácil de manejar ya que es siempre una función de sólo 3 variables,

independientemente del número de part́ıculas. Aśı, el problema de muchos cuerpos de

electrones que interactúan en un potencial externo estático se reduce a un problema

de electrones que no interactúan moviéndose en un potencial efectivo que incluye al

potencial externo y los efectos de las interacciones de Coulomb entre los electrones,

por ejemplo, el intercambio y la correlación entre ellos. El modelado de las dos

últimas interacciones es bastante complicado. La aproximación más simple es la

Aproximación Local de la Densidad (LDA), consiste en suponer que en cada punto,

la enerǵıa de intercambio y correlación de un gas de electrones uniforme, que se

puede obtener a partir del modelo de Thomas-Fermi, depende sólo de la densidad en

ese punto. Los sistemas no interactuantes son relativamente fáciles de resolver dado

que la función de onda se puede representar como un determinante de Slater de los

orbitales. A pesar de tener una funcional total de enerǵıa desconocida que debe ser

aproximada, la enerǵıa cinética funcional de este sistema se conoce con exactitud.

La ecuación de Schrödinger para un estado estacionario electrónico descripto por

un función de onda Ψ(~r1, . . . , ~rN) donde el potencial externo estático V en el cual

se mueven los electrones es generado por un núcleo fijo (aproximación de Born-

Oppenheimer), está dado por;

ĤΨ = [T̂ + V̂ + Û ]Ψ = EΨ (3.15)

siendo Ĥ el Hamiltoniano de un sistema de N electrones y E la enerǵıa total tal que,

T̂ representa a la enerǵıa cinética, V̂ es la enerǵıa potencial externa generada por el

núcleo positivo, y Û la enerǵıa de interacción electrón-electrón. No es posible separar

esta ecuación de varios electrones en otras más simples de una sola part́ıcula debido
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al término de interacción Û ; pero la DFT proporciona una alternativa por la cual se

mapea el problema de muchos cuerpos con Û , a un problema de solo cuerpo sin el

término de interacción. La variable clave es la densidad de part́ıculas n(~r),

n(~r) = N

∫
d3r2

∫
d3r3 . . .

∫
d3rNΨ

†(~r, ~r2, . . . , ~rN)Ψ(~r, ~r2 . . . , ~rN), (3.16)

Ψ normalizada. Siendo n0 la densidad de part́ıculas en el estado fundamental, Ψ0 =

Ψ[n0] por estar uńıvocamente determinada. Luego, la enerǵıa total del estado funda-

mental también es una funcional de n0 (para un estado n será una funcional E[n]),

E0 = E[n0] =< Ψ[n0]|T̂ + V̂ + Û |Ψ[n0] >, (3.17a)

V̂0 =< Ψ0|V̂ |Ψ0 >= V̂ [n0] =

∫
V (~r)n0(~r)d

3r. (3.17b)

Las funcionales T̂ [n] y Û [n] son “universales”, mientras que V̂ [n] depende del sistema

en estudio. Mediante el método de multiplicadores de Lagrange se puede resolver

el problema variacional para minimizar la funcional de enerǵıa total. Primero se

considera un sistema donde no aparece expĺıcitamente el término de interacción

entre electrones tal que,

Es[n] =< Ψ[n]|T̂ + V̂s|Ψ[n] > (3.18)

T̂ sigue describiendo la enerǵıa cinética y V̂S es la enerǵıa de un potencial externo

donde las part́ıculas se mueven en él, por lo tanto, ns(~r)
def︷︸︸︷
= n(~r). Luego se resuelven

las ecuaciones para el sistema auxiliar no interactuante de Kohn-Sham,

[− ~
2

2m
∇2 + Vs(~r)]χi(~r) = εiχi(~r), (3.19)

siendo χi los orbitales y,

ns(~r) =
N∑

i

|χi(~r)|2. (3.20)
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El potencial efectivo para una part́ıcula estudiado con mayor detalle está dado por,

Vs(~r) = V (~r) +

∫
e2ns(~r′)

|~r − ~r′|
d3r′ + VXC [ns(~r)] (3.21)

donde el segundo término del lado derecho de la expresión representa la repulsión

coulombiana entre electrones, mientras que el último término es el potencial de in-

tercambio y correlación que incluye todas las interacciones de varias part́ıculas. Da-

do que estos dos también dependen de ns(~r), Vs debe resolverse manera iterativa;

empezando por un valor de n(~r) estimativo, calculando el Vs correspondiente y re-

solviendo las ecuaciones (3.19) para obtener los χi, y luego recalcular el n(~r) para

volver a resolver las ecuaciones; aśı sucesivamente hasta alcanzar la convergencia.

También existe un método que no es iterativo llamado el Funcional de Harris [63].

Luego es posible definir las densidades de carga y masa de un sistema como,

ρc(~r) = Qn(~r) ρm(~r) = mn(~r), (3.22)

siendo Q y m la carga y la masa de las part́ıculas que lo conforman.

La teoŕıa expuesta muestra que en un sistema cuántico, el acoplamiento con el

campo electromagnético puede tratarse introducinendo densidades de carga y de

corriente suaves.

3.2. Movimiento de un cuerpo en el campo ψ

En esta parte del caṕıtulo estudiamos el movimiento de distribuciones de ma-

teria en el campo escalar ψ, y las posibles contribuciones de los campos eléctrico

y magnético. Analizamos el Lagrangiano de un cuerpo compuesto por cargas pun-

tuales tales como, por ejemplo un átomo o un núcleo atómico. Trabajamos en el

ĺımite no relativista para las cargas, pero manteniendo por el momento la plena ex-

presión para el campo electromagnético. Solamente tendremos en cuenta los campos

dilatónico externo ψ y gravitatorio φN que actúan sobre el cuerpo, despreciando

aśı los autogenerados. Los lagrangianos de materia, campos electromagnético y es-
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calar ǫ para c = 1 y siguiendo la notación de Bekenstein 1, toman las siguientes

formas,

Lm =

∫
[Ψ̄(i∂µ −m+ e0ǫγ

µAµ)Ψ]d3x, (3.23a)

LEM =
−1

16π

∫
FµνF

µν√−gd3x, (3.23b)

Lǫ =
−1

8πκ2

∫
1

ǫ2
ǫ,µǫ,

µ
√
−gd3x. (3.23c)

En un tratamiento cuántico donde se cuantiza al campo electromagnético la masa

m debe ser renormalizada tal que, m = m0 + δm, con m0 independiente de ǫ (las

expresiones w0 representan a las magnitudes cuando ǫ = 1); y δm puede ser calculada

a través de la renormalización dada por la electrodimámica cuántica [113, 143],

δm ≈ 3

4π
ǫ2α0m0 log{

Λ2

m2
0

}. (3.24)

Este término surge de las fluctuaciones cuánticas del campo electromagnético pero,

como en nuestra aproximación los campos son clásicos, no estamos en condiciones

de tratarlo (en la referencia [144] hay una buena descripción a partir de un método

cuasi-clásico).

Sabiendo que Si =
∫
Lidt encontramos las ecuaciones de Maxwell modificadas y

de movimiento para el campo ǫ a partir del Principio de Mı́nima Acción,

δ(Sm + SEM)/δAµ = 0 y δ(Sm + SEM + Sǫ)/δ(ln ǫ) = 0 (la acción gravitatoria no

depende de Aµ ni ǫ) tal que,

δSEM =
−1

8π

∫
F µνδFµν

√−gd4x, (3.25a)

δFµν = ǫ−1{ǫ,µδAν − ǫ,νδAµ + ǫ[(δAν),µ − (δAµ),ν ]}, (3.25b)

δSEM =
−1

4π

∫
F µνǫ−1(ǫAν),µ

√−gd4x. (3.25c)

Al integrar por partes y usando como hipótesis que δAν se anula en los extremos,

1{−,+,+,+} y κ = ℓB
√

4π~c
. A Fµν los reemplazamos por los campos electromagnéticos tal que,

las componentes espacio temporales de ǫFµν representan al campo eléctrico E, mientras que las
componentes espacio-espacio se identifican con B
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obtenemos:

δSEM =
−1

4π

∫
(F µνǫ−1),µǫδAν

√
−gd4x. (3.26)

De igual manera calculamos la variación de la acción de la materia,

δSm =

∫
ǫjµδAµd

4x. (3.27)

Luego, combinando las ecuaciones (3.26) y (3.27);

−1

4π

∫
(F µνǫ−1),µǫδAν

√
−gd4x+

∫
ǫjµδAµd

4x = 0, (3.28a)

(F µνǫ−1),ν = 4πjµ, (3.28b)

es fácil observar que cuando ǫ → 1 se recuperan las ecuaciones de Maxwell tradi-

cionales.

Por otro lado para hallar la ecuación que describe al campo ǫ tenemos,

δSm =

∫
− ∂

∂ǫ
(Ψ̄δmΨ)δǫd4x+

∫
jµ

ǫ
Aµδǫd

4x =
∫

{ǫjµAµ − ǫ
∂

∂ǫ
(Ψ̄δmΨ)}δ ln ǫd4x,

(3.29)

δSEM =
−1

8π

∫
F µνδFµν

√−gd4x, (3.30a)

δFµν = (δ ln ǫ),µδAν − (δ ln ǫ),νδAµ, (3.30b)

δSEM =
1

4π

∫
(AνF

µν),µδ ln ǫ
√
−gd4x, (3.30c)

y por último,

δSǫ =
−1

4πκ2

∫
(ln ǫ),µ(δ ln ǫ),µ

√−gd4x, (3.31a)

δSǫ =
1

4π

∫
(ln ǫ),µ,µδ ln ǫ

√
−gd4x. (3.31b)

Al sumar las expresiones (3.29), (3.30c) y (3.31b) podemos obtener el D´Alamber-
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tiano de ln ǫ,

� ln ǫ = 4πκ2{ǫ ∂
∂ǫ

(Ψ̄δmΨ)− ǫjµAµ +
1

4π
(AµF

µν),ν}. (3.32)

Luego reemplazando jµ por la expresión que hallamos en (3.28b), y desarrollando

los términos de la última ecuación,

� ln ǫ = 4πκ2{ǫ ∂
∂ǫ

(Ψ̄δmΨ)− 1

8π
F µνFµν}. (3.33)

Entonces estudiando las variaciones espaciales del ln ǫ para el caso de un sistema

electrostático tenemos,

∇2 ln ǫ = 4πκ2{ǫ ∂
∂ǫ

(Ψ̄δmΨ) +
ǫ−2E2

4π
}. (3.34)

Dado que, como ya explicamos anteriormente, nos encotramos limitados en el análisis

del término ǫ ∂
∂ǫ
(Ψ̄δmΨ), no estamos en condiciones de determinar si el desarrollo de

Bekenstein para la contribución eléctrica (ver las subsecciones 1 y 2 de la sección 2.5)

es válido o no, debido a que para ello, debeŕıamos cuantizar los campos actuantes

en el modelo. Nosotros supondremos como correcta dicha afirmación y seguiremos

analizando otros aspectos de la teoŕıa.

3.2.1. Comportamiento de la materia

En esta parte de la tesis estudiaremos el tensor enerǵıa-impulso de la materia y

sus “nuevos términos” debido a la presencia del campo escalar.

Trabajamos en un sistema de coordenadas localmente inercial ya que estamos

considerando fenómenos locales. Llamaremos “tensor de enerǵıa-momento del cam-

po”, al tensor enerǵıa- momento del escalar más el tensor electromagnético (ln ǫ = ψ,

y σ = (Ψ̄δmΨ)),

T µνf = T µνem + T µνǫ , (3.35)

T µνf =
1

4π

[
F µλF ν

λ −
1

4
ηµνFλγF

λγ

]
+

~

ℓ2B

[
ψ,µψ,ν − 1

2
ηµνψ,αψ

,α

]
. (3.36)
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Cuya divergencia está dada por,

T µνf ,ν =
1

4π

[
F µα

,νF
ν
α + F µαF ν

α,ν −
1

2
ηµνF αβFαβ,ν

]

+
~

ℓ2B

[
ψ,µ,νψ

,ν + ψ,µψ,ν ,ν − ηµνψ,α,νψ
,α
]
.

(3.37)

Introducimos las ecuaciones de movimiento que serán similares a las ecs. (2.10) y

(2.11) en expresión anterior de manera de obtener,

T µνf ,ν =
1

4π
[F µα

,νF
ν
α − F µ

α

(
4πeψjα + ψ,νF

αν
)

− 1

2
ηµνF αβFαβ,ν ]

+
~

ℓ2B
[ψ,µ,νψ

,ν + ψ,µ
ℓ2B
~

(
∂σ

∂ψ
− F µνFµν

8π

)

− ηµνψ,α,νψ
,α].

(3.38)

La ecuación homogénea de Maxwell, Fαβ,γ = −Fβγ,α−Fγα,β , nos ayudará a simplificar

esta última ecuación cancelando el primer corchete. Además, se cancelan también el

primer y el último término del segundo corchete pudiendo escribir la ec.(3.38) como,

T µνf ,ν =− eψjαF µ
α

+ ψ,ν

(
ηµν

∂σ

∂ψ
+ T µνem − 1

16π
ηµνFαβF

αβ

)
.

(3.39)

Ahora añadimos a ambos lados de la ecuación de la divergencia el tensor de enerǵıa-

momento de la materia T µνm ,ν para poder encontrar la transferencia de enerǵıa (en

concordancia con la hipótesis 8 del modelo de Bekenstein (Cap.2), suponemos que las

ecuaciones de Einstein se mantienen sin ser modificadas para el campo gravitatorio;

por lo tanto, el tensor enerǵıa-momento total se conserva)

T µνf ,ν + T µνm ,ν = 0

= T µνm ,ν − eψjαF µ
α

+ ψ,ν

(
ηµν

∂σ

∂ψ
+ T µνem − 1

16π
ηµνFαβF

αβ

)
.

(3.40)



Caṕıtulo 3. El modelo de Bekenstein para el caso semiclásico 38

Como se puede observar, esta expresión describe expĺıcitamente el intercambio de

enerǵıa desde el campo ψ a la materia,

T µνm ,ν = eψjαF µ
α − ψ,ν

(
ηµν

∂σ

∂ψ
+ T µνem − 1

16π
ηµνFαβF

αβ

)
, (3.41)

que es la fuente de cualquier efecto observable con la cual podemos verificar la validez

del modelo.

A partir de la relación,

ψ,ν =
ǫ,ν
ǫ

=
1

2

α,ν
α
, (3.42)

hallamos la contribución de enerǵıa anómala o “mágica” que se encuentra represen-

tada por,

T µνm ,ν
(machian) =

1

2

α,ν
α

(
ηµν

∂σ

∂ψ
+ T µνem − ηµν

16π
FαβF

αβ

)
. (3.43)

Si tomamos al sistema como un flúıdo, para analizar las fuerzas actuantes sobre

el sistema utilizamos la ecuación de Euler que proyecta a la divergencia del tensor,

∇βT
αβ
T , en forma perperdicular a la tetravelocidad uα tal que, para el ĺımite no

relativista ∂0T
i0
T +∂jT

ij
T = 0. Nuevamente, los F µν son reemplazamos por los campos

electromagnéticos utilizando la notación de Bekenstein; vi es la componente de la

velocidad del flúıdo, p la presión y ρm densidad de masa. Por un lado hacemos,

∂0T
i0
T + ∂jT

ij
T = 0, (3.44a)

∂0T
i0
m + ∂jT

ij
m = −∂0T i0g − ∂jT

ij
g , (3.44b)

−∂0T i0g − ∂jT
ij
g = −∂0(ρmvi)− ∂j(ρmv

ivj + pδij), (3.44c)

∂0T
i0
m = eψjαF i

α − ψ̇(ηi0
∂σ

∂ψ
+ T i0em − ηi0FαβF

αβ

16π
) (3.44d)

∂0T
i0
m = eψjαF i

α − ψ̇e−2ψ (E×B)i
4π

. (3.44e)

Mientras que por el otro,

∂jT
ij
m = eψjαF i

α − ψ,j{ηij[
∂σ

∂ψ
− 1

8π
FαβF

αβ] +
1

4π
F iαF j

α}, (3.45a)
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Luego tenemos que,

∂0T
i0
m + ∂jT

ij
m = 2eψjαF i

α − ψ̇e−2ψ (E×B)i
4π

− ψ,j{ηij[
∂σ

∂ψ
− 1

8π
FαβF

αβ] +
1

4π
F iαF j

α}.
(3.46)

En este momento, sólo nos interesa examinar las variaciones espaciales de ψ y el caso

de una distribución de carga arbitraria estática. Entonces, despreciaremos los térmi-

nos que contengan ψ̇ y supondremos que no hay campo magnético. Aśı, integrando

en un volumen Ω la expersión (3.46),

∫

Ω

∂0T
i0
m + ∂jT

ij
mdΩ =

∫

Ω

2eψjαF i
αdΩ

−
∫

Ω

ψ,jδ
ij [
∂σ

∂ψ
− 1

8π
FαβF

αβ]dΩ

︸ ︷︷ ︸
=0(1)

−
∫

Ω

ψ,j
e−2ψ

4π
EiEjdΩ.

(3.47)

((1) suposición que surge de la subsección anterior). Utilizando las aproximaciones

eψ ≈ e−2ψ ≈ 1 y ∇ψ pequeño, reescribimos la última ecuación,

∫

Ω

∂0T
i0
m + ∂jT

ij
mdΩ = 2

∫

Ω

jαF i
αdΩ− 1

4π

∫

Ω

ψ,jEiEjdΩ. (3.48)

La primer integral del lado derecho de la expresión es una fuerza tipo “Lorentz”; la

segunda,

− 1

4π

∫

Ω

ψ,jEiEjdΩ = − 1

4π

∫

Ω

(~γ.E).EdΩ, (3.49)

siendo ~γ = ∇ψ. Trabajando en coordenadas esféricas,

ř = sin θ cosφx̌+ sin θ sinφy̌ + cos θž, (3.50a)

θ̌ = cos φ cos θx̌+ cos θ sinφy̌ − sin θž, (3.50b)

φ̌ = − sin φx̌+ cosφy̌, (3.50c)
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x̌ = sin θ cosφř + cosφ cos θθ̌ − sinφφ̌, (3.51a)

y̌ = sin θ sin φř + cos θ sin φθ̌ + cosφφ̌, (3.51b)

ž = cos θř − sin θθ̌, (3.51c)

γ̌ = sin θγ cos φγx̌+ sin θγ sin φγ y̌ + cos θγ ž, (3.52a)

θ̌γ = cosφγ cos θγ x̌+ cos θγ sinφγ y̌ − sin θγ ž, (3.52b)

φ̌γ = − sinφγ x̌+ cosφγ y̌, (3.52c)

tal que, ~γ.E = |~γ||E| cosω con,

cosω = γ̌.ř = sin θγ cosφγ sin θ cosφ

+ sin θγ sinφγ sin θ sinφ+ cos θγ cos θ.
(3.53)

Suponiendo simetŕıa esférica, tenemos que analizar dos casos:

Tomamos los campos generados por cuerpo en su exterior (r > r0 siendo r0 el

radio del cuerpo),

− 1

4π

∫

Ω

(~γ.E).EdΩ = −|∇ψ|
4π

∫ ∞

r0

∫ 2π

0

∫ π

0

Q2
T

r4
(sin θγ cos φγ sin θ cos φ

+ sin θγ sinφγ sin θ sin φ+ cos θγ cos θ)r
2 sin θdθdφdr =

− 1,5708|∇ψ|
4π

∫ ∞

r0

∫ 2π

0

Q2
T

r2
(sin θγ cosφγ cosφ+ sin θγ sin φγ sin φ)dφdr = 0

(3.54)

Consideramos los campos generados por el cuerpo dentro de él, el campo elétri-
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co es E = ρCT
rř siendo ρCT

la densidad de carga total del cuerpo. Sea rc < r0

− 1

4π

∫

Ω

(~γ.E).EdΩ =

− |∇ψ|
4π

∫ ∞

r0

∫ 2π

0

∫ π

0

ρ2CT
r2(sin θγ cosφγ sin θ cosφ

+ sin θγ sinφγ sin θ sin φ+ cos θγ cos θ)r
2 sin θdθdφdr =

− π|∇ψ|
8π

∫ ∞

r0

∫ 2π

0

ρ2CT
r4(sin θγ cos φγ cosφ+ sin θγ sin φγ sin φ)dφdr = 0.

(3.55)

Por lo tanto probamos que,

− 1

4π

∫

Ω

ψ,jEiEjdΩ = 0, (3.56)

esto vale tanto adentro como afuera, y la ecuación (3.48) queda bajo las aproxima-

ciones usadas como,

∫

Ω

∂0T
i0
m + ∂jT

ij
mdΩ = 2

∫

Ω

jαF i
αdΩ. (3.57)

No se observan fuerzas anómalas debido a la presencia del campo ψ.

3.2.2. Contribución del campo magnético al campo escalar

En un modelo cuántico que quiere describir a la materia, los campos magnéticos

se generan no sólo a partir de las corrientes eléctricas estacionarias de part́ıculas

cargadas y sus momentos magnéticos estáticos, sino también de las fluctuaciones

cuánticas de la “densidad número de part́ıculas”. La contribución principal a la e-

nerǵıa magnética proviene de las oscilaciones nucleares dipolares con T = 1. En

éstas, protones y neutrones oscilan en antifase, con lo que se genera un momento

dipolar variable, que origina una corriente variable. En lo que sigue, relacionaremos

la corriente con los elementos de matriz de transición dipolares y con la regla de suma

de Thomas-Reiche-Kuhn. Esta última está saturada (aproximadamente) por la reso-

nancia dipolar gigante, bien medida sobre toda la tabla periódica. Las contribuciones
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a la enerǵıa magnética han sido calculadas por Haugan y Will [66, 145],

Em =

∫
d3x

B2

8π
≃ 1

2c2

∫
d3xd3x′

j(x) · j(x′)

| x− x′ | ≃ 3

20π

Ê

R(A)~c

∫
σdE, (3.58)

donde R(A), Ê y
∫
σdE representan al radio nuclear, a la enerǵıa media absorbida

en la resonancia gigante, y a la función de la fuerza integrada respectivamente. Estas

cantidades las aproximamos por,

R(A) = 1,2A
1
3 fm, Ê ∼ 25MeV,

∫
σdE ≃ 1,6AMeV fm2. (3.59)

Enerǵıa magnética nuclear

Dado que las referencias anteriores no presentan una comprobación de la expre-

sión para la enerǵıa magnética (3.58), nosotros la calculamos siguiendo los métodos

utilizados por ellos. Empecemos por escribir la enerǵıa magnética total del núcleo,

Em =
1

2c2

∑

α

∫
dxdx′ 〈0| j(x) |α〉 · 〈α| j(x′) |0〉

|x− x′| , (3.60)

tal que α recorre un set completo de autoestados del Hamiltoniano nuclear H . Al

operador de la corriente lo podemos definir como,

j(x) =
∑

a

δ (x− xa) ea
pa

ma
, (3.61)

donde la suma abarca a todas las part́ıculas del sistema. Despreciamos la dependencia

del momento del potencial nuclear para poder utilizar que,

pa

ma
=
i

~
[xa, H ] ; (3.62)

y hacer la sustitución en la ecuación anterior tal que,

〈0| j(x) |α〉 = i

~

∑

a

δ (x− xa) (E0 −Eα) 〈0| eaxa |α〉

=
i

~

∑

a

δ (x− xa) (E0 −Eα)d0α.
(3.63)
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d(x) es el operador polarización (densidad dipolar) el cual, siempre y cuando se

esté considerando una densidad nuclear constante, puede ser descripto como,

d0α =
d0α
VN

x̂, (3.64)

siendo VN = 4π
3
R3
N el volumen nuclear. Luego tenemos,

〈0| j(x) |α〉 · 〈α| j(x′) |0〉 ≃ |d0α|2
~2

E2
0α

V 2
N

cos θ, (3.65)

donde θ es el ángulo comprendido entre x̂ y x̂′. De esta manera, encontramos una

forma de expresar a la enerǵıa magnética,

Em ≃
∑

aE
2
0α |d0α|2

2~2c2

∫
dxdx′ cos θ

|x−x′|

V 2
N

. (3.66)

El último factor es igual a 3
5RN

; mientras que el primero se lo puede computar a

partir de la conexión entre la función de fuerza y la sección eficaz de fotoabsorción,

σ0α =
4π

~c
Eα0|dα0|2. (3.67)

Haciendo uso de lo anterior, llegamos a,

∑

a

E2
α0|dα0|2 =

~c

4π

∫
Eσ(E)dE∫
σ(E)dE

·
∫
σ(E)dE = Ē

∫
σ(E)dE, (3.68)

Ē ∼ 25MeV es la enerǵıa absorbida principal, que es independiente de A. Además,

la sección eficaz satisface la regla de suma de Thomas-Reiche-Kuhn. Por lo tanto,

∫
σ(E)dE = (1 + x)

2π2e2~

mc

NZ

A
≃ (1 + x)15MeVmbarnA, (3.69)

donde x ∼ 0,2 tiene en cuenta el intercambio y la velocidad de dependencia de las

interacciones nucleares. Combinamos las ecuaciones (3.66), (3.68) y (3.69) de manera

tal de obtener las expresiones (3.58) y (3.59) que son las que nos interesan.
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Enerǵıa magnética de la materia

Debido a que la densidad de enerǵıa magnética está concentrada cerca del núcleo

atómico, puede ser representada por,

em(x) =
∑

a

Ea
mδ(x− xa) ≃

∑

b

Eb
mnb(x), (3.70)

donde b tiene en cuenta las diferentes especies nucleares y definimos a,

ζbm =
Eb
m

Mbc2
(3.71)

como la contribución fraccional de la enerǵıa magnética a la masa en reposo. De esta

manera,

em(x) = ζ̄m(x)ρ(x)c
2, (3.72)

tal que ρ(x) es la densidad de masa local y

ζ̄m(x) =

∑
b ζbρb(x)

ρ(x)
(3.73)

es el promedio pesado de ζm.

Empleando la expresión (3.72) podemos escribir una ecuación semejante a la

presentada anteriormente (2.43) de la siguiente forma,

∇2ψ = −8πκ2c2e−2ψ ζ̄mρ. (3.74)

En la aproximación de ψ pequeño nos es posible hallar una solución para una dis-

tribución arbitraria de fuentes,

ψ = 8πκ2c2
1

r

∫ r

0

x2ζ̄m(x)ρ(x)dx; (3.75)

cuyo comportamiento asintótico lo describimos en términos del potencial gravitatorio

newtoniano

ψ ≍ 8πκ2

GM
φN(r)

∫ ∞

0

x2ζ̄m(x)ρ(x)dx = 2

(
ℓB
ℓP

)2

ζ̃m
φN(r)

c2
, (3.76)
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siendo ζ̃m el valor de la masa promedio de ζm.

3.3. Resultados

Anteriormente, hemos mostrado que en un modelo semiclásico con una densidad

de carga arbitraria, acotada, cuántica y estática, podemos considerar como “válida”

(en realidad no podemos determinar si es correcta o no) la propuesta de Bekenstein y

por lo tanto, tanto el campo eléctrico como la masa no contribuyen al campo escalar

ψ. Esta “cancelación” del campo eléctrico no ocurre para el campo magnético, tal que

puede observarse un término anómalo en la aceleración producto de la contribución

magnética generada por las fluctuaciones cuánticas que sufren los nucleones.

De la expresión (3.76) obtenemos que para la diferencia de aceleraciones entre

dos cuerpos distintos Ay B se cumple,

η(A,B) =
aA − aB

g
= 4

(
ℓB
ℓP

)2

ζS(ζA − ζB) = Cf

(
ℓB
ℓP

)2

, (3.77)

en este caso, ζS, ζA, ζB son las fracciones de enerǵıa magnética de la fuente y de los

cuerpos A y B respectivamente.

ζi =
Emi
Mic2

(3.78)

Utilizamos los resultados obtenidos para las versiones más precisas de los experimen-

tos tipo Eötvös2 que se muestran en la tabla 3.1 para realizar un ajuste estad́ıstico

con el modelo y = Cfx
2 tal que,

(
ℓB
ℓP

)2

= 0,0003± 0,0006 (3.79)

de donde a “3σ” se alcanza el ĺımite superior

(
ℓB
ℓP

)2

<0,002
ℓB
ℓP

< 0,05. (3.80)

A partir de estos resultados, podemos concluir que aún cuando suponemos que el

2más adelante explicaremos con más detalle la UFF y los experimentos de Eötv̈os
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campo electrostático no contribuye al campo escalar ψ, las contribuciones del campo

magnético producen violaciones al Principio de Equivalencia, esto se evidencia gracias

a las cotas que imponen los experimentos de Eötvös al párametro propuesto por

Bekenstein ℓB/ℓP . Estas cotas encontradas son mayores a las que se pudieran hallar

si el densidad de enerǵıa electrostática pudiese generar la intensidad del campo ψ;

este cálculo fue llevado a cabo por el mismo Bekenstein [15] y repetido varias veces

[47, 96], obteniendo como resultado,

(
ℓB
ℓP

)

el

< 8,7× 10−3, (3.81)

un orden de magnitud más pequeño que (3.80).

Es muy interesante comparar el resultado de la ecuación (3.80) con los resultados

que se obtuvieron gracias al ánalisis de todas las evidencias de la variación temporal

de la constante de estructura fina α detallado en la referencia [96]. En este art́ıculo,

se utilizó un valor efectivo de ζ = 10−4, siguiendo como sugerencia al art́ıculo [67];

tal que 1σ, el ĺımite es de (ℓB/ℓP )
2 < 0,003. Utilizando el mismo ζH que en el modelo

propuesto por Bekenstein en 2002 [16] nosotros llegamos a un valor de ζU efectivo

de 2,7× 10−5ΩB ≃ 1,4× 10−6, y luego hallamos a 3σ una cota superior de,

ℓB
ℓP

< 0,8 (3.82)

un orden de magnitud más grande que el resultado (3.80).
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A B Fuente 1011Cf 1011η(A,B) Ref.
Al Au Sol 17.5 1.0±1.5 [119]
Al Pt Sol 17.5 0.03±0.045 [19]
Cu W Sol 8.8 0.0±2.0 [75]
Be Al Tierra 6.8 -0.02±0.23 [130]
Be Cu Tierra 10.4 -0.19±0.25 [130]
Be Al Sol 16.1 0.40±0.98 [130]
Be Cu Sol 24.6 -0.51±0.61 [130]

Si/Al Cu Sol 8.8 0.51±0.67 [130]
EC MM Sol -7.6 0.001±0.032 [51]
Be Ti Tierra 6.9 0.004±0.018 [122]

Cuadro 3.1: Resultados de experimentos tipo Eötvös. Las columnas muestran la
composición de los cuerpos, la fuente del campo gravitatorio, el coeficiente (ℓB/ℓP )

2

de la ec. (3.77), el valor medido de η y su error a un 1σ, y las referencias.
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Intercambio de enerǵıa en la teoŕıa

de Bekenstein

La variación temporal de la constante de estructura fina α ha sido estudiada como

ya mecionamos en la introducción, en varias ocasiones desde la teoŕıa propuesta por

Gamow [61]. Tal es aśı, que se pueden encontrar numerosos art́ıculos en los cuales

se publican cotas superiores estimadas a partir de datos observacionales, aśı como

también modelos teóricos que consideran a α como un campo dinámico (se puede

encontrar una lista completa en [86, 134] y las referencias alĺı), y la afirmación de

Webb y sus colaboradores [105], quienes declaran que α fue menor.

El modelo de Bekenstein descripto anteriormente en el caṕıtulo 2, considera am-

bos tipos de variación: la temporal de α (sección 2.5), y la espacial (secciones 2.1,

2.2, 2.3, 2.4). Nosotros en este caṕıtulo analizaremos las ecuaciones que describen el

intercambio de enerǵıa entre la materia y los campos electromagnético y escalar ψ.

Si bien no prestaremos demasiada atención al mecanismo preciso de la liberación de

enerǵıa, supondremos que el trabajo realizado por el campo escalar se irradia de una

manera eficiente, como el calor por efectos rotoqúımicos en las estrellas de neutrones

debido al “spin down” de la estrella [53, 118].

En el art́ıculo publicado por Bekenstein [15] (releer la subsección 2.4 del caṕıtulo

2 para un mayor detalle, aqúı sólo se refrescarán algunas ecuaciones y nociones

48
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básicas), se muestra que la ecuación de movimiento cosmológica para ǫ es,

d

dt

(
a3
ǫ̇

ǫ

)
= −a3 ℓ

2
B

~c

[
ǫ
∂σ

∂ǫ
− 1

4π

(
E2 −B2

)]
. (4.1)

En un régimen no relativista se cumple, E2 ≫ B2 y σ ∝ ǫ2, entonces

d

dt

(
a3
ǫ̇

ǫ

)
= −a3ζc

ℓ2B
~c
ρmc

2, (4.2)

tal que ρm es la densidad total de masa en reposo de materia que interactúa electro-

magnéticamente, y ζc es el parámetro que describe su “contenido eletromagnético”

ya que es la contribución fraccionaria de la enerǵıa eletromagnética a la enerǵıa de

la masa en reposo. Una primera estimación de acuerdo con [16] es

ζc ∼ 1,2× 10−3. (4.3)

Siguiendo al modelo standard cosmológico, se supone que la materia oscura es elec-

tromagnéticamente neutra. Luego, tomando ρm ∝ a−3, se puede integrar la expresión

(4.2) tal que, reescribiéndola en notación cosmológica,

ǫ̇

ǫ
= −3ζc

8π

(
ℓB
ℓP

)2

H2
0ΩB

[
a0
a(t)

]3
(t− tc). (4.4)

La constante de integración tc debe ser muy pequeña de manera tal de no entorpecer

el acuerdo entre la teoŕıa y las observaciones. Utilizando los valores WMAP, se llegan

a estimaciones para (α̇/α)0 del orden de

(
α̇

H0α

)

0

= 1,3× 10−5

(
ℓB
ℓP

)2

, (4.5)

siendo muy dif́ıcil de lograr una comparación entre la teoŕıa y los datos observa-

cionales como se menciona en el caṕıtulo 2.

Los mismos argumentos se pueden aplicar a otras teoŕıas para la variación de α,

como las del tipo Kaluza-Klein [86] o las de Cuerdas inspiradas en modelos como los

de Damour y Polyakov [37, 38].
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4.1. Enerǵıa transferida

Estudiaremos cómo la enerǵıa es inyectada y luego liberada en la teoŕıa de α varia-

ble en el tiempo (sección 2.4), con el fin de poder hallar consecuencias observables en

la emisión de los sistemas astrof́ısicos, aśı como geof́ısicos. Para ello, debemos retomar

el análisis del tensor enerǵıa-impulso propuesto en el caṕıtulo anterior (subsección

3.2.1).

La contribución dada por la ec.(3.43) puede ser escrita en función de los campos

electromagnéticos;

T 0ν
m ,ν

(machian)
=− ψ̇

∂σ

∂ψ
+ e−2ψ∇ψ.S+ ψ̇e−2ψ (B

2 + E2)

8π

+
e−2ψψ̇

8π
(B2 −E2)

= −ψ̇ ∂σ
∂ψ

+ e−2ψ∇ψ.S+ ψ̇e−2ψB
2

4π
,

(4.6)

donde S = E×B

4π
. Luego, la componente 0 de la ec.(3.41) queda,

T 0ν
m ,ν = j.E− e−2ψB

2ψ̇

4π
− e−2ψ∇ψ.S+ ψ̇

∂σ

∂ψ
. (4.7)

Utilizando nuestro análisis anterior podemos desarrollar una versión “generalizada”

del teorema de Poynting. En su versión standard, este teorema sólo tiene en cuenta

términos provenientes del electromagnetismo, pero en este caso hay que sumarle la

interacción entre los campos escalar y electromagnético tal que,

T µνem ,ν =
1

4π
[F µα

,νF
ν
α − F µ

α

(
4πeψjα + ψ,νF

αν
)

− 1

2
ηµνF αβFαβ,ν ].

(4.8)

Haciendo uso de la ecuación homogénea de Maxwell,

T µνem,ν =− eψjαF µ
α

+ ψ,ν

[
F µ

αF
να

4π
− ηµν

FαβF
αβ

16π
+ ηµν

FαβF
αβ

16π

]
,

(4.9)
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T µνem,ν = −eψjαF µ
α + ψ,ν(T

µν
em + ηµν

FαβF
αβ

16π
). (4.10)

De esta forma se llega a,

T 0ρ
em,ρ =−E · j+ e−2ψ (E

2 +B2)

8π
ψ̇

+ e−2ψS.∇ψ − e−2ψψ̇

8π
(B2 − E2),

(4.11)

Tem
0ρ
,ρ =

∂uem
∂t

+∇.e−2ψ(
E×B

4π
)

= −E · j+ e−2ψE2

4π
ψ̇ + e−2ψS.∇ψ,

(4.12)

donde Tem
00,0 = (∂uem)/∂t. La enerǵıa electromagnética es uem = e−2ψ(E2+B2)/(8π),

Tem
0i
,i = ∇.e−2ψ(E×B

4π
) = ∇.e−2ψS, y S representa al vector de Poynting. Este re-

sultado que se obtiene es independiente de los Lagrangianos de materia y de campo

gravitatorio. En particular, se mantiene a parte de la interacción entre la materia y el

campo escalar acoplado. Recordemos que la interpretación usual del primer término

el lado derecho de la ecuación (4.12) es el trabajo realizado por el campo electro-

magnético sobre la materia. De la misma manera, podemos interpretar al segundo

y al último término como el trabajo realizado por el campo electromagnético sobre

el campo escalar. Un fenómeno análogo seŕıa el dado por el trabajo realizado por el

incremento de la constante de Newton G en un planeta que aumenta su presión y

por ende se comprime [72].

Para estimar la contribución electrostática a la enerǵıa de materia, consideramos

un sistema no relativista como un átomo liviano o un núcleo, tal que la enerǵıa

electromagnética dada por el campo eléctrico cumple con la condición,

∇ ·Ee−2ψ = 4πρ0em, (4.13)

donde ρ0em es la densidad de carga de referencia. En el ĺımite donde α solo vaŕıa

cosmológicamente se tiene,

∇ ·E = 4πe2ψρ0em. (4.14)

E = e2ψE0, (4.15)
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Se puede observar que la solución que encontramos está dada en términos de E0

que es el campo electrostático de referencia definido para eψ = 1. Luego, estamos en

condiciones de describir a la enerǵıa electromagnética como,

uem = e−2ψ (B
2 + E2)

8π
= e2ψu0em, (4.16)

y aśı su variación temporal,

u̇em = 2ψ̇uem + e2ψu̇0em =
α̇

α
uem + e2ψu̇0em. (4.17)

Si no llegase a existir una inyección escalar de enerǵıa y u̇0em ≈ 0; el teorema de

Poynting y la variación de enerǵıa, mostrados en las ecuaciones (4.12) y (4.17) res-

pectivamente, daŕıan lugar a,

2ψ̇uem = 2ψ̇e−2ψ (B
2 + E2)

8π
= −j ·E + ψ̇e−2ψE

2

4π
. (4.18)

Simplificando,

j ·E = −B2

4π
ψ̇e−2ψ. (4.19)

Estamos considerando un sistema en donde se desprecia al movimiento de la materia.

Consecuentemente, es equivalente tomar como 0 al primer ı́ndice, que proyectar a

lo largo de la cuadru-velocidad del flúıdo. Además, la derivada total en el tiempo

d/dt = ∂/∂t+v.∇ es igual a la derivada parcial respecto al tiempo ∂/∂t. En el caso

general, cuando existen los fenómenos de viscosidad y transferencia de calor, el lado

derecho de la ecuación puede expresarse en el ĺımite no relativista como,

T 0ν
m ,ν =

∂

∂t
(
1

2
ρv2 + u) +∇.[ρv(1

2
v2 + w)− v.σ′ + J]. (4.20)

La entalṕıa espećıfica y la densidad de enerǵıa interna están dadas por w y u. J

es el flujo de calor, que generalmente puede escribirse como −κ∇T , siendo T la

temperatura y κ la conductividad termal. Por último, (v.σ′)k lo podemos representar

mediante viσ
′
ik, donde σ

′ es el tensor de esfuerzo viscoso, [83]. Luego obtenemos,

T 0ν
m ,ν =

∂u

∂t
+∇ · J. (4.21)
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Nosotros entendemos por “enerǵıa interna” a aquella enerǵıa que puede ser inter-

cambiada por el sistema en los procesos como por ejemplo, intercambio de calor,

transferencia de radiación, etc. Ésta será diferente de la que entendemos por “ masa

en reposo”, que es la “enerǵıa no convertible”. Si el campo escalar puede cambiar la

carga eléctrica efectiva, entonces se puede alterar la contribución electromagnética a

la masa en reposo, y por lo tanto, esta contribución no será más “masa en reposo”

sino “enerǵıa interna”.

El cambio temporal de la enerǵıa interna u tendrá dos contribuciones: la primera

corresponde al aporte del proceso de enfriamiento ∂u
∂t
|cooling, y la otra, está rela-

cionada con la interacción con el campo escalar, ∂σµ
∂t

. Este último término explica la

dependencia de la mayor parte de la materia con el campo ψ, que principalmente

está constituida por la contribución electromagnética a la masa nuclear. Finalmente,

la ecuación (4.7) queda

∂u

∂t
|cooling +

∂σµ
∂t

+∇ · J =

− B2

4π
ψ̇e−2ψ − e−2ψB2ψ̇

4π
− e−2ψ∇ψ.S− ψ̇

∂σ

∂ψ
.

(4.22)

Dado que para este caso consideramos al campo escalar independiente del espacio,

y por ende, la enerǵıa electromagnéticade la materia se halla principalmente en el

contenido nuclear, estamos en condiciones de suponer que se cumple la condición
∂σ
∂ψ

− ∂σµ
∂ψ

≈ 0, arrivando a

∂u

∂t
|cooling +∇ · J ≈ −e

−2ψB2ψ̇

2π
. (4.23)

Esta ecuación se simplifica si se hace un cambio trivial para obtener,

∇ · J = −e
−2ψB2ψ̇

2π
− ∂u

∂t
|cooling, (4.24)

de la cual es posible observar claramente que aparte del mecanismo de enfriamiento

standard del cuerpo, aparece una contribución de enerǵıa magnética liberada debido
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a la interacción con el campo ψ. Definimos,

εa = 2
e−2ψB2ψ̇

Ma4π
≈ 2

α̇

α

B2

8πMa
, (4.25)

que es igual a dos veces la producción de enerǵıa por unidad de masa de cualquier

substancia a (bajo la aproximación de e−2ψ → 1 cuando ψ << 1).

Nuestra principal hipótesis es que “el término de enfriamiento no se ve modificado

por el campo escalar”. Las razones que tenemos para hacer semejante suposición son:

1) como ya hemos mostrado antes, la enerǵıa electrostática inyectada por el campo

escalar permanece en el “grueso” de la materia (la cancelación de los términos se

pueden observar en la ec.(4.23)); 2) la evolución termal no debe cambiar dada la alta

conductividad térmica de la Tierra y de otros planetas que serán considerados en este

trabajo más adelante. De esta forma, esperamos que el exceso de enerǵıa magnética

irradiada aumente el flujo de calor J como se observa en la expresión (4.24).

4.1.1. La enerǵıa electromagnética de la materia

Como ya mencionamos anteriormente, la única contribución anómala se obtiene

a partir del campo magnético. En la sección 3.2.2, vimos que las corrientes eléctri-

cas estacionarias generadas por las part́ıculas cargadas y sus momentos magnéticos

estáticos, y las fluctuaciones cuánticas de la densidad del número son los responsables

de la generación de campos magnéticos en la mecánica cuántica. Estas contribuciones

han sido estudiadas y calculadas por [66, 145] para un modelo de capas nucleares

mı́nimas, y desarrolladas ampliamente en el caṕıtulo 3, sección 3.2.2.

Luego, la contribución fraccionaria de la enerǵıa magnética a la enerǵıa de masa

en reposo para una substancia de número másico A es,

ζ(A) ≈ 8,60465× 10−6A−1/3. (4.26)

La tabla 4.1 muestra valores t́ıpicos de ζ(A) que se obtuvieron gracias a la fórmula

semi-emṕırica de masas y las contribuciones de neutrones y protones.
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Núcleo 106ζ
4
2He 5,42
12
6 C 3,76
16
8 O 3,41
28
14Si 2,83
56
26Fe 2,25

Cuadro 4.1: Valores de ζ para elementos t́ıpicos de interiores de estrellas y planetas

4.2. Flujos de calor planetarios

En esta sección calcularemos el flujo de calor de distintos planetas, para obtener

cotas superiores a las variaciones temporales de α, y verificar aśı la veracidad del

modelo de Bekenstein.

4.2.1. Flujo de calor terrestre

Existen varios modelos que intentan explicar la tasa media de enfriamiento secular

de la Tierra en términos de variaciones en la composición del manto se funde en el

tiempo [82]. Las limitaciones de estas teoŕıas están establecidas por las mediciones

terrestres de flujo de calor en la superficie. La contribución de α̇/α al flujo de calor

puede ser calculado haciendo uso del balance de calor global de la Tierra, suponiendo

que la contribución “mágica”, HC es la única producción de enerǵıa extra, tenemos,

MECp
dTm
dt

= −Qtot +HC +HG, (4.27)

donde ME y Cp representan la masa de la Tierra y la capacidad caloŕıfica promedio

del planeta. Además, Tm es la temperatura potencial del manto, y HG encarna al

calor generado por isótopos radioactivos. La pérdida total de calor Qtot la podemos

escribir como la suma de un término que está relacionado con la pérdida de calor

por los océanos Qoc, y otro que tiene que ver con la pérdida del calor continental

Qcont. Utilizando los resultados de la referencia Labrosse y Jaupart [82], reescribimos

la pérdida total de calor como Qtot ≈ MCpλGTm, tal que λG es el tiempo de escala
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constante para el enfriamiento secular de la Tierra. Suponemos que los elementos

más abundantes en la costitución de nuestro planeta son el Ox́ıgeno, el Silicio y

el Hierro, consecuentemente, llegamos a la siguiente expresión para la contribución

“extra” de enerǵıa,

HC = ζ̄c2H0
α̇

αH0
, (4.28)

ζ̄ es el promedio pesado de la masa del parámetro ζ(A).

Parámetro V alor

H0 2,5× 10−18 s−1

ME 5,94× 1024Kg

CP 1200 J/Kg−K

ζ̄ 2,75× 10−6

λG 0,1Gyr−1

Cuadro 4.2: Valores de los parámetros

Gracias a la ecuación (2.21), podemos describir a la contribución extra como

función del tiempo, desarrollando a(t)
a0

en serie de potencias, [141]

a(t)

a0
≈ 1 +H0dt−

q0
2
(H0dt)

2 +
j0
6
(H0dt)

3 + · · · (4.29)

y tomando hasta el tercer orden de HC en la expansión de Taylor. Reemplazamos la

contribución “mágica” en la expresión (4.27), y resolvemos usando los valores de los

parámetros de la Tabla 4.2, tal que encontramos la perturbación cosmológica de la

temperatura del manto ∆Tm en términos del intervalo de tiempo ∆t y α̇
αH0

,

∆Tm(t) = 2,43× 105 K/Gyr
α̇

H0α
(∆t)3

− 3,78× 106 K/Gyr
α̇

H0α
(∆t)2

+ 3,05× 107 K/Gyr
α̇

H0α
∆t.

(4.30)

En concordancia con la referencia Labrosse y Jaupart [82], el enfriamiento total
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experimentado por la Tierra luego de la fase inicial del magma oceánico no puede

superar los 200K; aśı, en los últimos 2,5Gyr, ∆Tm < 200K. A partir de estas res-

tricciones, podemos obtener un ĺımite para el cambio temporal de α,

∣∣∣∣
α̇

H0α

∣∣∣∣
0

< 1,93× 10−6. (4.31)

Insertando este resultado en la ec.(2.22), vemos que,

(
ℓB
ℓP

)2

< 0,15,
ℓB
ℓP

< 0,39. (4.32)

Por otro lado, se puede obtener otra cota diferente mediante la siguiente obser-

vación: La potencia radiada total de la Tierra Qtot se puede explicar por la desinte-

gración radiactiva de un plazo de veinte por ciento [82]. Los datos más recientes se

estimaron a partir de un ajuste de 38.347 mediciones. La metodoloǵıa consistió en

utilizar una aproximación de la refrigeración media para la circulación hidrotermal

en la corteza oceánica joven; y en el resto de la superficie de la Tierra, el flujo de

calor promedio de varios dominios geológicos se estimó según la definición global de

mapas digitales provistos por la geoloǵıa, y luego un estimación global que se obtiene

multiplicando la superficie total mundial de los dominios geológicos, [39].

Estos resultados muestran que Qtot ≈ 47TW (en la Tabla 4.3 esta estimación se

encuentra separada en las contribuciones continental y oceánica). Por lo tanto,

|Qmach| = |MECPλGTm(t)| < 0,2Qtot. (4.33)

Parte de la Tierra Area (1014m2) FC (TW) PFC (mW
m2 )

Continente 2.073 14.7 70.9

Océano 3.028 31.9 105.4

Global Total 5.101 46.7 91.6

Cuadro 4.3: Resumen de los flujos de calor de las estimaciones de [39], FC flujo de
calor, PFC principal flujo de calor
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Luego en un intervalo de 2,5Gyr, hallamos que,

∣∣∣∣
α̇

H0α

∣∣∣∣
0

< 3,98× 10−6, (4.34)

y (
ℓB
ℓP

)2

< 0,31,
ℓB
ℓP

< 0,55. (4.35)

4.2.2. Flujos de calor de planetas exteriores

A Júpiter, Saturno, Urano y Neptuno se los llama frecuentemente planetas gaseosos

ya que son planetas muy masivos con una gruesa atmósfera gaseosa y un núcleo

sólido. Los dos primeros están compuestos principalmente por Hidrógeno y Helio,

mientras que los últimos son denominados también planetas helados porque su com-

posición es esencialmente de hielos de Agua, Amońıaco y Metano. De la comparación

entre las temperaturas bolométricas observadas de los planetas gigantes con los va-

lores esperados cuando estos planetas están en equilibrio térmico con la radiación

solar incidente, está claro que todos ellos a excepción de Urano tienen una importante

fuente interna de calor [69].

En el caso de Júpiter, este residuo de calor primordial es causado por el enfria-

miento continuo y el encogimiento del planeta via el mecanismo de Kelvin-Helmholtz.

Saturno también debe haber comenzado con un interior caliente como Júpiter,

dado que sus formaciones fueron similares. Pero por ser un poco más pequeño y

menos masivo, Saturno no fue tan caliente en el inicio de su vida y ha tenido tiempo

de enfriarse. Como resultado, el planeta ha perdido la mayor parte de su calor pri-

mordial debiendo existir otra fuente que contribuya con la mayor parte de su calor

interno. Este exceso de calor se genera por la precipitación de Helio en su núcleo de

Hidrógeno metálico. Cuanto más pesado es el Helio más se separa del Hidrógeno que

es más ligero, y cae hacia el centro. Pequeñas gotas de Helio se forman donde esté lo

suficientemente fŕıo, precipitándose hacia abajo, y luego se disuelven en los niveles

calientes más profundos. Como el Helio a altos niveles forma una “lluvia” a través

de los alrededores del Hidrógeno, el Helio convierte parte de su enerǵıa en calor, [90].

No se conoce mucho acerca del bajo valor del calor interno de Urano. Una

hipótesis es que los gradientes de su composición qúımica pueden actuar como in-
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hibidores del transporte de calor desde el interior caliente a la superficie. Otros

sugieren que el planeta fue golpeado por un impactador supermasivo que provocó la

expulsión de la mayor parte de su calor primordial, dejándolo con una temperatura in-

terna agotada. Urano tiene como mucho 4M⊕ de materiales rocosos, por tanto, parte

del flujo interno (≈ 0,02Wm−2) proviene de la desintegración radiactiva, aunque no

se descarta la acción del mecanismo de Kelvin-Helmholtz.

Si bien Neptuno se encuentra a una distancia mayor del Sol que Urano su emisión

termal es casi equivalente. Se han propuesto varias posibles explicaciones las cuales

incluyen: el calentamiento radiogénico de su núcleo, la conversión de metano a alta

presión en los hidrocarburos de Hidrógeno, diamantes y más complejos hidrocar-

buros (el hidrógeno y el diamante entonces se levantaŕıa y se hundiŕıa, respectiva-

mente, produciendo liberación de enerǵıa potencial gravitatoria), y la convección en

la atmósfera más baja que hace que las ondas de gravedad se rompan por encima de

la tropopausa, [57, 68].

Calculamos los flujos Jζi para cada planeta mediante la ecuación para la conduc-

ción de calor
1

r2
d

dr

(
Kr2

dT

dr

)
= −ερ, (4.36)

siendo K la conductividad termal efectiva del material planetario. El flujo de calor

es,

J = −KdT

dr
. (4.37)

Si ε̄ es la principal producción de calor, que se estima de los resultados de la Tabla

4.1 de acuerdo con la composición qúımica de cada planeta, luego

J(r) = −KdT

dr
=

1

r2

∫ ∞

0

ε(r′)ρ(r′)dr′ = ε̄
m(r)

4πr2
. (4.38)

Aśı el flujo superficial es,

Jζi = − K
dT

dr

∣∣∣∣
ζi

= ε̄
m(Ri)

4πR2
i

, (4.39)

que es la ecuación fundamental de todo este desarrollo. Más tarde cuando compara-

mos los resultados para Jζi con los flujos observados por las misiones Voyager 1, 2,
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and Cassini, [110], obtenemos la Tabla 4.4.

Planeta Jobs (W/m2) M (Kg) R (m) Jζi (W/m2) α̇
H0α

Jupiter 5,44± 0,43 1,90× 1027 7,14× 107 6,35× 104

Saturno 2,01± 0,14 5,68× 1026 6,03× 107 2,71× 104

Urano 0,042± 0,047 8,68× 1025 2,556× 107 2,08× 104

Neptuno 0,43± 0,09 1,02× 1026 2,47× 107 3,44× 104

Cuadro 4.4: Los flujos de calor observados, las masas, los radios, y los flujos de calor
calculados de los planetas exteriores

Los ĺımites superiores a “3σ”, y las correspondientes cotas a “(ℓB/ℓP )” que ob-

tenemos son los presentados en la tabla 4.5,

Planeta
∣∣∣ α̇
H0α

∣∣∣ (ℓB/ℓP )

Jupiter 2,04× 10−5 1,25

Saturno 1,55× 10−5 1,09

Urano 6,75× 10−6 0,72

Neptuno 7,85× 10−6 0,78

Tierra(1) 1,93× 10−6 0,39

Tierra(2) 3,98× 10−6 0,55

Cuadro 4.5: Cotas para los planetas exteriores y la Tierra ((1) resultados de las

ecs.(4.31) y (4.32) mientras que (2) son de las ecs.(4.34) y (4.35)).

4.3. Resultados

La mejor cota encontrada en esta tesis para la variación temporal de α es la

que se obtuvo mediante el análisis de los aspectos geotérmicos de la Tierra, que son

naturalmente, los más claramente entendidos y fiables de nuestro sistema solar y, el

flujo de calor de la superficie es muy bajo. Nuestros ĺımites son comparables con los

que se obtuvieron mediante mediciones en laboratorios combinando las frecuencias

de Sr (Blatt et al. [18]), Hg+ (Fortier et al. [56]), Yb+ (Peik et al. [111]) y H (Fischer
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et al. [55]) con las del Cesio [93, 135]. Además, son sólo un orden de magnitud más

débil que la cota hallada gracias a los resultados de Oklo, que es el ĺımite más estricto

para la variación temporal de α hasta hoy [58, 135]); y otra encontrada a partir de

mediciones de la razón entre las frecuencias de Al+ con Hg+ en relojes ópticos en el

peŕıodo de un año [93, 120](ver la Tabla 4.6). Las cotas que encontramos dependen

del modelo de enfriamiento para la Tierra, pero no hay un acuerdo general acerca

de los mecanismos que existen detrás de él [71]. Los planetas exteriores nos han

proporcionado con restricciones adicionales, que están entre el mismo y/o un orden

de magnitud más débiles que la de la Tierra.

Observación
∣∣ α̇
α

∣∣ (yr−1) Referencia

RelojCs (3,3± 3,0)× 10−16 (1)

RelojHg (5,3± 7,9)× 10−17 (1)

Oklo (2,50± 0,83)× 10−17 (2)

J⊕ 1,52× 10−16 (3)

J⊕II 3,14× 10−16 (4)

JJup 1,61× 10−15 (5)

JSat 1,22× 10−15 (5)

JUr 5,32× 10−16 (5)

JNep 6,19× 10−16 (5)

Cuadro 4.6: Tabla que muestra los diferentes tipos de cotas, el valor de α̇
α0
, y las

referencias. Referencias (1) Li et al. [93]; (2)Fujii et al. [58]; (3) Ec.4.31; (4) Ec.4.34;

(5) Tabla4.5



Caṕıtulo 5

Ĺımites para las interacciones

fundamentales y acoplamientos

En este caṕıtulo analizaremos la relación entre las interacciones fundamentales

electromagnética, fuerte y débil con el Principio de Equivalencia Débil (WEP) de

manera tal de encontrar cotas a los parámetros de violación a dicho principio. Luego,

estudiaremos las variaciones espaciales de las constantes fundamentales α, λQCD,

sin2 θW y GF , sus conexiones con las fuerzas mencionadas anteriormente y las cotas

alcanzadas a la hora de ser testeadas con experimentos de Eötvös. Además, acotare-

mos las variaciones espaciales de las constantes fundamentales de Gauge α1, α2, α3,

el valor de expectación del Higgs v y de las masas de part́ıculas fundamentales gra-

cias al v́ınculo que existe entre todos estos parámetros y las constante fundamentales

elegidas en este caso.

5.1. El Principio de Equivalencia y los experimen-

tos Eötvös

El Principio de Equivalencia es considerado el pilar fundamental en el desarrollo

de la teoŕıa de la gravitación. Tanto la mecánica newtoniana clásica aśı como la de

Einstein, la Relatividad General, se basan en esta fuerte afirmación. El “Principio de

Equivalencia Débil” (WEP) afirma que la “masa inercial”mI (que regula la respuesta

de un objeto a un fuerza aplicada), debe ser igual a la “masa peso” o “ masa pasiva”

62
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mP , que se encuentra relacionada con la respuesta a la interacción gravitatoria. Una

alternativa a este enunciado es la “Universalidad de la Cáıda Libre” (UFF), que

dice que la ĺınea de Universo de un cuerpo en cáıda libre en un caso donde sólo

se considera la interacción gravitatoria, es independiente de su composición y de su

estructura. Más potente a estas declaraciones es el “Principio de Equivalencia de

Einstein” (EEP), agrupando al WEP, y a las Invariancias Locales de Lorentz (LLI)

y de Posición (LPI). Por lo tanto, el resultado de cualquier experimento local no

gravitatorio es independiente del lugar y del tiempo en el Universo donde se lleve

a cabo, aśı como también lo es el valor de la velocidad en cáıda libre del marco de

referencia. De acuerdo con esto, si el EEP es válido, entonces el efecto de la gravedad

causa la curvatura del espacio-tiempo y se cumplen los siguientes supuestos:

la métrica del espacio-tiempo es simétrica;

las trayectorias de los cuerpos en cáıda libre están conformadas por las geodésicas

de la métrica;

en marcos de referencia locales libres, las leyes no gravitatorias de la f́ısica

son aquellas que compatibilizan con la Relatividad Especial como por ej. las

ecuaciones de Maxwell;

siendo necesaria para ello la constancia de varios parámetros fundamentales, como ya

mencionamos en la introducción, que aparecen en el Modelo Estándar para describir

los fenómenos de la naturaleza, las constantes fundamentales [145].

Una forma sencilla de detectar cualquier ruptura del WEP es comparar las a-

celeraciones de dos cuerpos de laboratorio de diferente composición inmersos en un

campo gravitatorio externo. Suponiendo que mI y mP se diferencian entre śı, la a-

celeración del cuerpo estará impartida por la relación mIa = mP g, donde g es el

campo gravitatorio local, dado que la masa inercial tiene contribuciones de varios

tipos “enerǵıas” como la electromagnética, fuerte, etc. Este principio ha sido probado

con gran precisión a partir de experimentos tipo Eötvös ([75, 119, 130] y otros), a

través de los cuales se trata de medir la diferencia entre dos masas de diferentes

materiales por el parámetro,

η(A,B) =
|aA − aB|

|g| . (5.1)
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Consecuentemente, si alguna de estas enerǵıas llegase a contribuir de manera distin-

tas a las masas, causaŕıa una violación del WEP tal que,

mP −mI = δm = −
∑

t

ΓtE
t/c2 (5.2)

donde Et representa la enerǵıa de enlace nuclear generada por la interacción t y Γt

es un parámetro fenomenológico espećıfico para cada tipo de interacción que mide la

intensidad de la violación. Por lo general, estos parámetros se obtienen con al menos

tres diferentes datos procedentes de los experimentos tipo Eötvös mediante un ajuste

estad́ıstico. También se pueden predecir a partir de algunas teoŕıas de la gravitación,

siendo entonces estos resultados una sensible prueba de esas últimas teoŕıas. Por lo

tanto, estos ηi imponen ĺımites superiores a los Γt [32, 145], y también se pueden

utilizar para optimizar la elección de los materiales para los experimentos [33] (para

un análisis profundo, acudir a las referencias [22, 136, 145]).

Por otro lado, Dicke (para más detalles ver [42, 64, 134, 135]) concluyó que una

variación espacial de cualquiera de las constantes de acoplamiento podŕıa causar una

violación de la UFF. Esto se debe a un cuerpo compuesto como, por ejemplo un

núcleo, está formado por part́ıculas elementales (aśı, dependerá de los acoplamientos

de Yukawa y de los parámetros del sector de Higgs), pero también, como se men-

cionó anteriormente, cuenta con contribuciones de las enerǵıas de ligadura que vienen

de las interacciones. Entonces, la masa es una función complicada de los parámetros

fundamentales αj , m[αj ]. La acción de una part́ıcula puntual A es,

Smatter = −
∫
mA[αj]c

√
−gµν(x)vµvνd4x (5.3)

En el ĺımite newtoniano, a primer order de v/c y suponiendo que las velocidades y

variaciones son pequeñas, la ecuación de movimiento se reduce a,

a = gN + δaA, (5.4a)

δaA = −
∑

j

c2

mA

∂mA

∂αj
∇αj . (5.4b)
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Esta aceleración anómala aparece debido a los cambios en las enerǵıas de ligadura o

enlace [42, 65, 107, 135], y también en los parámetros del sector de Higgs haciendo que

las dependencias de las constantes fundamentales sean, a priori, dependendientes de

la composición. Aśı, una variación de cualquiera de estas constantes de acoplamiento

termina en una violación de la UFF de tal manera que, siendo la masa total del cuerpo

espacio dependiente entonces, si la enerǵıa se conserva, una interacción anómala debe

estar actuando. Las variaciones de las constantes fundamentales pueden ser limitadas

con estas pruebas de validez del WEP [40].

Además de la contribución de las enerǵıas de enlace, hay contribuciones prove-

nientes de la estructura interna de los nucleones [22], a través de la diferencia de

masa n− p que deben ser también tenidas en cuenta.

5.2. Parámetros de violación Γ a partir de las in-

teracciones fundamentales

En esta sección haremos un breve resumen del trabajo realizado por Chamoun

y Vucetich [22] y luego vamos a hacer un ajuste de los parámetros Γt adicionando

nuevos datos experimentales η(A,B) a los que ya fueron utilizados en esta última

referencia.

5.2.1. Aportes de las diferencias de masa y de las enerǵıas

de ligadura

Hasta el momento en que Chamoun y Vucetich realizaron su trabajo [22], exist́ıan

ya varios art́ıculos sobre el estudio de los parámetros de violación a causa de las

interacciones fundamentales [136, 145], pero ninguno de ellos teńıa en cuenta los

efectos de la contribuciones débiles de los nucleones individuales a la masa nuclear.

Hay un método desarrollado por Cottingham que permite la estimación de la

diferencia de masa de neutrones y protones de las interacciones electromagnéticas, a

partir de datos experimetales en una teoŕıa de cuántica de campos, que también se

ha generalizado a las interacciones fuertes. Utilizando dichas fórmulas, Chamoun y

Vucetich construyeron un modelo independiente para la predicción de las contribu-
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ciones débiles para la diferencia de masa de neutrones y protones, que básicamente

consiste en una regla de suma que describe a la masa libre de nucleones en términos

de cantidades observables, siendo otra versión generalizada del método de Cotting-

ham. Este estudio está basado en las referencias [22, 25, 31, 98].

A primer orden en la constante de estructura fina α, la contribución electro-

magnética a la auto-enerǵıa del nucleón puede expresarse tal que,

∆MEM
N =

ie2

2(2π)4

∫
d4qGµν

EM(q2)TEM,N
µν (q, q0), (5.5)

donde Gµν
EM(q2) = ηµν/q2 es el propagador del fotón. TEM,N

µν (q, q0) describe la am-

plitud de scatteirng de Compton de un fotón virtual con momento q por un nucleón

N en reposo. Esta magnitud puede reducirse mediante el uso de la aproximación de

Born para luego, haciendo una rotación de Wick y un poco de álgebra transformar

la ecuación (5.5) en,

f1(q
2) =

α

π

G2
M(q2)−G2

E(q
2)

q2 + 4M2
, (5.6a)

f2(q
2) =

α

π

q2G2
M(q2) + 4M2G2

E(q
2)

q2(q2 + 4M2)
, (5.6b)

∆MEM
N = −1

π

∫ ∞

0

qdq

q2

∫ q

0

dν
√
q2 − ν2

4Mq2

q4 + 4M2ν2

× [3q2f1(q
2)− (q2 + 2ν2)f2(q

2)],

(5.6c)

donde las expresiones f1(q
2) y f2(q

2) son determinadas gracias a los factores de Sachs

electromagnéticos del nucleón GN
E,M , que se pueden medir a partir de datos de dis-

persión electrón-nucleón (ver [4, 60, 106, 112]), tomando además M = 938MeV.

La contribución electromagnética a la diferencia de masa del neutrón-protón se

obtiene restando las dos masas propias (auto-masas) de las part́ıculas ∆Mem
np =

∆Mem
n −∆Mem

p = −0, 79MeV (midiendo las masas en unidades MeV).

Del mismo modo, es posible encontrar la contribución fuerte a la diferencia de

masa del neutrón-protón (debido a la diferencia de masa entre los quarks up y down

[99, 108]) utilizando diversos métodos, como modelos de mezcla ρ − ω, modelos

Skyrme ,modelos quirales soltónicos y modelos Sigma [25, 29, 50, 54, 62, 70, 109]

llegando a ∆Mst
np = ∆Mst

n −∆Mst
p = 2,08MeV.
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Estos resultados de las contribuciones electromagnética y fuerte son válidos en la

fórmula Cottingham al orden más bajo en α, mientras que las correcciones de orden

superior deben ser renormalizadas. Sin embargo, las correcciones a la diferencia de

masa que depende del punto de renormalización µ son muy pequeñas por lo que

pueden ser descartadas, hay una gran explicación sobre el tema en [62].

Con el fin de encontrar una generalización para la diferencia débil de masa entre

neutrones y protones, se debe empezar a trabajar con la fórmula para la interacción

de cuatro fermiones como una aproximación de bajas enerǵıas de la teoŕıa IVB

correspondiente al intercambio de los bosones, Leff 1 que es,

Leff = Leffcc + Leffnc

=
−g2
2M2

W

J+
µ J

−µ +
−g2
2M2

W

JNµ J
Nµ,

(5.7)

J+
µ = J+V

µ − J+A
µ

=
1

2

∑

f=ν,e,u,d

f̄γµ(1− γ5)T
−f,

J−
µ = (J+

µ )
dagger,

(5.8)

siendo la ecuación de arriba la corriente de carga de una familia de fermiones; y

JNµ =
1

2

∑

f=ν,e,u,d

[f̄γµ(T3 − 2Q sin2 θW )f

− f̄γµγ5T3f ],

(5.9)

JNµ = JNVµ − JNAµ , (5.10)

representa la corriente neutral donde Q es la matriz de carga y Ti = σi/2 la matriz de

los generadores del álgebra SU(2), T± = T1 ± iT2. La interacción débil podŕıa con-

tribuir en un término del hamiltoniano del nucleón, por lo que es necesario calcular

la diferencia entre los elementos de la matriz de neutrones y de protones del operador

H . Ni las corrientes de carga ni la parte axial de la corriente neutral contribuirán a

1esta aproximación de las interacciones puramente hadrónicas tiene grandes correcciones en
QCD, que se pueden estimar (ver [113]) y teniendo en cuenta estos efectos, se introduce el factor
G ≈ 8
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la diferencia de masas n− p y sólo el vector neutro de corriente de lo hará. Afortu-

nadamente, este último tiene la misma estructura que la corriente electromagnética,

por lo tanto, el tratamiento es similar a la que hecho antes. Entonces,

∆MW
N = −1

π

∫ ∞

0

qdq

q2

∫ q

0

dν
√
q2 − ν2

4Mq2

q4 + 4M2ν2

× [3q2f1(q
2)− (q2 + 2ν2)f2(q

2)],

(5.11)

f1(q
2) =

αW
π

[GZ
M(q2)]2 − [GZ

E(q
2)]2

q2 + 4M2
, (5.12a)

f2(q
2) =

αW
π

q2[GZ
M(q2)]2 + 4M2[GZ

E(q
2)]2

q2(q2 + 4M2)
, (5.12b)

αW =

√
2GFM

2

π
= 0,463× 10−5. (5.12c)

Los factores de Sachs débiles, no se han medido, a excepción de puntos aislados [97],

pero pueden estar relacionados con los electromagnéticos [102]. Aśı, el resultado final

es de ∆MW
np = ∆MW

n −∆MW
p = −4, 7 eV y la incerteza, 0, 9 eV, fue estimado a partir

de las diferencias entre la parametrización Galster y experimentos.

Las enerǵıas de ligadura fuerte y electromagnética se pueden calcular con la

fórmula semi-emṕırica de masas [95] mientras que la enerǵıa débil está estudiada en

detalle en el art́ıculo de Haugan y Will [65].

Eem
b = −acZ(Z − 1)

A1/3
, (5.13a)

Est
b = avA− asA

2/3 − aA
(A− 2Z)2

A
+ · · · , (5.13b)

EW
b = GF2

−2/3V −1{NZ[(3α2
β − 1) + 4AnAp]

+
N2

2
A2
n(1 + 3a2n) +

Z2

2
A2
p(1 + 3a2p) + · · · },

(5.13c)

con ac ∼ 3
5

(
~cα
r0

)
; αβ ∼ 1,21 que está impuesta por las mediciones de los decaimientos

β, y V = 5,13×10−39Acm3. av, as y aA son los coeficientes de volumen, surperficie y

asimetŕıa respectivamente {av/M, as/M, aA/M} ≈ {15,7, 17,8, 23,7}. Estos términos

podŕıan a priori acoplarse con la constante fuerte αS que se encuentra relacionada
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con ΛQCD. Además,

An = As − Av, an = (Asa
1
s − Ava

1
v)/An, (5.14)

Ap = As + Av, ap = (Asa
1
s + Ava

1
v)/Ap, (5.15)

Av =
1

2
(1 + 2As), As = − sin2 θW , a1v = (1 + 2As)

−1, a1s = 0. (5.16)

Los experimentos tipo Eötvös como ya se mencionó en caṕıtulos y secciones anterio-

res, miden la diferencia en la aceleración a de cuerpos diferentes A y B en cáıda libre

inmersos en un campo gravitatorio g, imponiendo cotas superiores en la diferencia

entre mP and mI (δm = mP −mI). Siendo m(Z,N) la masa nuclear, Eb la enerǵıa

de ligadura; los parámetros de Eötvös η(A,B) se definen como,

m(Z,N) = ZMp +NMn −Eb, (5.17a)

η(A,B) =
aA − aB

g
=

[(
δm

mI

)

A

−
(
δm

mI

)

B

]
. (5.17b)

Tomando un par de aproximaciones, como pequeños cambios en las enerǵıas de enlace

y la invarianza de ¯δM , Mn y Mp a través de la tabla periódica, dicho parámetro

puede expresarse,

η(A,B) =

(∑
t=st,W,em Γt[(

N−Z
2

)(∆Mn−p)
t − Et]

m

)

A

−
(∑

t=st,W,em Γt[(
N−Z

2
)(∆Mn−p)

t −Et]

m

)

B

(5.18)

5.2.2. Contraste entre la teoŕıa y las observaciones

Una vez que fueron calculadas las contribuciones de las diferencias de masas

n− p y las enerǵıas de enlace, es posible hacer una comparación entre los resultados

teóricos con los parámetros experimentales η(A,B) (ver los primeros seis datos de la

Tabla 5.1) y establecer ĺımites a los Γt mediante un ajuste numérico (los resultados

están en la Tabla 5.2).
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Cuadro 5.1: Resultados de los experimentos Eötvös (1σ).
A B η(A,B)× 1011 Ref.
Al Au 1,0± 1,5 [119]
Al Pt −0,03± 0,07 [19]
Cu W 0,6± 2,0 [75]
Be Al −0,02± 0,28 [130]
Be Cu −0,19± 0,25 [1]

Si/Al Cu 0,51± 0,67 [130]
Tierra Luna −0,01± 0,014 [146]

Roca terrestre Roca lunar 0,04± 0,11 [8]
Be Ti 0,003± 0,018 [122]
Be Al −0,015± 0,015 [2]

Cuadro 5.2: Cotas superiores para los parámetros de violación de la UFF. La 1er
columna representa los resultados suponiendo que una única interacción rompe el
WEP, y la 2da representa los resultados suponiendo que todas las 3 interacciones
violan al principio.

Par Γt c/ 1 int. Γt c/ 3 int.
Γem × 109 1,1 9,6
Γst × 109 1,2 14.
ΓW × 103 1,0 33.
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Cuadro 5.3: Cotas superiores para los “nuevos” parámetros de violación UFF. La 1er
columna representa los resultados suponiendo que una sola interacción no cumple el
WEP, y la 2da representa a los resultados suponiendo que las tres interacciones
rompen el WEP.

Par Γt c/ 1 int. Γt c/ 3 int.
Γem × 109 0,002± 0,069 −0,12± 6,69
Γst × 109 −0,009± 0,023 −0,02± 4,75
ΓW × 103 0,126± 0,142 0,20± 4,76

5.2.3. Refinamiento de los parámetros Γ

Desde 2002 hasta la actualidad se han llevado a cabo varios experimentos tipo

Eötvös pudiéndose alcanzar mejores precisiones y esto lleva a que los ĺımites pre-

sentados en la referencia [22] puedan ser mejorados. Por eso nosotros recalculamos

los parámetros de violación Γt agregando nuevos datos experimentales, pudiendo de

esta manera mejorar las cotas superiores ya establecidas. Además queremos analizar

la matriz de correlación de los parámetros.

Aśı, siguiendo los pasos realizados por [22] y explicados en la subsección anterior;

agregamos los últimos cuatro datos de la Tabla 5.1 para encontrar las restricciones

que se muestran en la Tabla 5.3, que son uno o dos órdenes (dependiendo la fuerza)

de magnitud más rigurosas que las establecidas en [22].

La matriz de correlación suponiendo que las tres interacciones violan al WEP es,

Corr|Γt=em,st,W
=




1 −0,95 0,72

−0,95 1 −0,88

0,72 −0,88 1




Analizándola podemos observar que los parámetros Γt=em,st,W están áltamente corre-

lacionados entre śı (la correlación más baja es 0.72 entre las fuerzas electromagnética

y débil). Como resultado de esto, no deben ser analizadas por separado. Esta última

deducción nos lleva a pensar que estas violaciones pueden existir y solaparse entre

ellas dificultando su estudio. Entonces, es muy importante ser muy cuidadosos a la

hora de considerar las violaciones al Principio de Equivalencia Débil causadas por

las interacciones fundamentales.
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5.3. Ĺımites para las variaciones espaciales de las

constantes fundamentales

Si las constantes fundamentales pudieran variar en el Universo, entonces dichos

cambios debeŕıan darse de manera tal que alcancen los valores necesarios para que se

pueda desarrollar la “vida” como la conocemos. Dicke [41, 42, 64, 135] demostró que

los gradientes espaciales de las constantes fundamentales pueden llegar a producir

términos anómalos en las aceleraciones y de esta manera violar la UFF. La expresión

para la anomaĺıa está dada por la ec. (5.4b). Por lo tanto, para poder testearla con

los datos experimentales tenemos,

η(A,B) =
∑

j

c2

gmA

∂mA

∂αj
αj

∇αj
αj

−
∑

j

c2

gmB

∂mB

∂αj
αj

∇αj
αj

. (5.19)

Dado que las contribuciones a la masa m provienen de las diferencias de masa

neutron-proton y las enerǵıas de ligadura, es importante analizar las relaciones que

tienen entre ellas con las constantes fundamentales. En este caso, las constantes que

analizaremos son: la constante de estructura fina α, la enerǵıa de escala QCD ΛQCD,

la constante de Fermi GF , y el ángulo Weinberg sin2 θW .

Una manera de describir los procesos hadrónicos a bajas enerǵıas es utilizando

una Teoŕıa Efectiva de Campos (EFT) como la Teoŕıa Perturbativa Quiral (CPT).

Serot, Walecka y otros cient́ıficos [59, 124, 125] han desarrollado esta teoŕıa para

poder obtener un Lagrangiano quiral efectivo para el núcleo partiendo de un modelo

muy rasonable como lo es el σ − ω propuesto por Walecka [23, 137], el cual describe

a la materia nuclear. (para un análisis exhaustivo ir a [5, 45, 59, 121, 124, 125] y

otros).

5.3.1. La Teoŕıa Perturbativa Quiral

Esta teoŕıa (CPT) permite estudiar como ya mencionamos antes, la dinámica

a bajas enerǵıas de la Cromodinámica Cuántica (QCD) debido a que ésta es no

perturbativa a la escala de enerǵıa en la que estamos trabajando, siendo imposible

utilizar algún método perturbativo para extraer información de la función de par-
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tición de QCD [14]. En el ĺımite quiral, las masas de los quarks livianos tienden a

cero ms = md = mu = 0, mientras que los otros quarks c, d, · · · se los toma como

infinitamente pesados por lo cual los grados de libertad associados a estas part́ıcu-

las se congelan y pueden despreciarse a bajas enerǵıas. Luego, QCD tiene un sólo

parámetro que es invariante de escala en el grupo renormalizable llamado ΛQCD [62].

Consecuentemente, se puede usar una teoŕıa que sea invariante de escala [86, 129].

El Lagrangiano de una teoŕıa invariante de escala no contiene una constante con

unidades de masa; esto quiere decir que si una cantidad observable adimensional ρ(Q)

depende de una variable de “masa” Q, entonces la teoŕıa tendrá una dependencia con

Q y ρ(Q) no será independiente. Al efectuar un cambio de variables Q′ = λQ, no se

absorbe ninguna transformación dentro de ρ(Q) , por lo que dependerá del sistema

de unidades elegido. Esto es una contradicción dado que una variable adimensional

no puede depender del sistema de unidades y esto puede ilustrarse con el siguiente

argumento dado por Stevenson [129]:

Teorema: Una función f(x, y) que sólo depende de dos variables masivas x e y, y

además cumple con las siguientes propiedades:

ser adimensional,

ser definida de manera única,

cuya definición no incluye una constante masiva;

solamente puede ser función de x/y.

Corolario: Sif(x, y) es independente de y, f(x, y) será constante.

El hecho es que en el Modelo Estandard, los Lagrangianos que se utilizan no

definen una sino un grupo de infinitas teoŕıas, quienes están todas parametrizadas por

una constante de acoplamiento g0 que toma valores en todo el eje real. Concluyendo,

ρ(Q) no está únicamente definida.

En QCD la primer derivada de ρ(Q) es,

dρ

dQ
=
B(ρ)

Q
(5.20)

B(ρ) es una función adimensional con un argumento que también lo es y está definido
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de manera única por la teoŕıa. Integrando y elegiendo ∞ por conveniencia,

lnQ− cte =

∫ ρ

∞

dρ′

B(ρ′)
= K(ρ). (5.21)

La forma más común de escribir la constante de integración es cte = K0 − lnµ,

con K0 = K(ρ(µ)) y µ representa un parámetro masivo arbitrario de la teoŕıa.

Suponiendo que existe una escala de enerǵıa Λ para la cual K(ρ(µ)) = 0, y elegiendo

Λ = µ tal que K0 = 0,

ρ(Q) = K−1

[
ln

(
Q

Λ

)]
, (5.22)

o para un µ arbitrario,

ρ(Q) = K−1

[
K(ρ(µ))− ln

(
Q

µ

)]
. (5.23)

Si bien Λ y µ no se determinan a partir de la teoŕıa, Λ puede obtenerse experimental-

mente pero no µ. Haciendo una extensión del análisis dimensional de una cantidad

medible, ésta es función de n variables masivas xi, σ(x1, x2, · · · , xn) con dimensión

MasaD, y recordando que la segunda propiedad no se satisface:

σ(x1, x2, · · · , xn) = xD1 S

(
x2
x1
, · · · , xn

x1
;
x1
µ
, ρ(µ)

)
, (5.24)

S es independente de µ. En el ĺımite quiral, el único parámetro de dimensión relevante

es ΛQCD. Por lo tanto, cualquier cantidad de dimensiones MasaD o EnergiaD se

puede describir como,

σ = ΛDQCDf

[
Q

ΛQCD

]
. (5.25)

donde f depende de la forma espećıfica de la teoŕıa hadrónica. Los observables adi-

mensionales no dependen del tiempo a este ĺımite. Las cantidades estáticas toman

la siguiente forma,

σ = ΛDQCDX (5.26)

siendo X una constante numérica definida por la teoŕıa.

Nosotros queremos trabajar cerca del ĺımite quiral para poder hacer un desarrollo

de la masa del nucleón en potencias de la masa del pión, mπ gracias a CPT [14, 62,
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117]. mπ se encuentra relacionada con las masas de los quarks u y d (para las cuales

tomamos su promedio, mq = (mu + md)/2) via PCAC y la relación Gell-Mann-

Oakes-Renner m2
πf

2
π = −2mq < q̄q >; siendo fπ la constante del decaimiento del

pión, mientras que < q̄q >= 1
2
< ūu + d̄d > denota la condensación quiral. Ambos

valores se toman en el ĺımite quiral (−<qq̄>
f2π

∼ ΛQCD, es el orden del parámetro de

violación espontánea de simetŕıa [30, 91, 148]). Los resultados del “lattice” QCD

para describir a mπ como función de la masa de los quarks mq son muy precisos y

nos muestran que la principal relación lineal entre m2
π y mq permanece estable aún

para grandes masas de quarks [117]. El siguiente resultado de MN(mπ) desarrollado

en potencias de mπ está dado por el cálculo a un “one-loop”, teniendo en cuenta los

diagramas hasta el orden quiral p4 en la forma covariante BχPT tal que,

M
(4)
N =M0 − 4c1m

2
π −

3g2A
32πf 2

π

m3
π

+ [4e
(4)
1 (λ)− 3

64π2f 2
π

(
g2A
M0

− c2
2
)

− 3

32π2f 2
π

(
g2A
M0

− 8c1 + c2 + 4c3) ln
mπ

λ
]m4

π

+
3g2A

256πf 2
πM

2
0

m5
π +O(m6

π).

(5.27)

La constante de acoplamiento del vector axial del nucleón gA y la masa nuclear M0

están tomadas en el ĺımite quiral (mπ = 0). c1, c2 y c3 son constantes a bajas enerǵıas.

c1 está estrechamente relacionada con el término pión-nucleón sigma, mientras que

c2 y c3 comparten información primaria de la excitación ∆(1232) en la onda P de la

dispersión pión-nucleón. Por último, e
(4)
1 (λ) representa la dinámica irresuelta a corta

distancia. Este término compensa la dependencia logaŕıtmica en la escala renormali-

zable de λ a fin de garantizar la independencia del resultado de la escala (los detalles

del desarrollo pueden ser vistos en [62, 116, 117]).

Sintetizando, trabajando en la vecindad del ĺımite quiral, nos es posible expresar

la masa del nucleón como función de ΛQCD ya que, si bien la masa de los quarks

no es nula, el término dominante es la masa M0 que se desprende del ĺımite quiral

(proporcional a ΛQCD). En contraste a esto, la contribución fuerte a la diferencia

de masa n − p no depende de ΛQCD pero śı de GF . Esto ocurre debido a que la
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contribución del isospin fuerte se debe a la diferencia de masa de los quarks u y d

que se determina por los acoplamientos de Yukawa en el SM de las interacciones

electrodébiles y el valor de expectación en el vaćıo del campo de Higgs. Escribiendo

Mp como un desarrollo en serie y tomando los términos dominantes [108],

Mp ≈M0 + (ᾱ + β̄ + 2σ̄)m2
π −

1

3
(2ᾱ− β̄)(

1− ηm
1 + ηm

)m2
π

− 1

8πf 2
[
3

2
g2Am

3
π +

4g2∆N
3π

Fπ],

(5.28)

donde ηm = mu/md, ᾱ, σ̄ y β̄ está relacionados con los contratérminos que entran

en la expansión en serie al orden O(mq), determinados por Beane et al. [108] como

aśı también la función Fπ ∆-loop. El desarrollo de la masa del neutón se obtiene de

manera similar al del protón intercambiando los quarks up y down. Luego,

∆Mst
n−p =Mn −Mp|d−u ≈

2

3
(2ᾱ− β̄)

(
1− ηm
1 + ηm

)
m2
π+; (5.29)

tal que 2ᾱ− β̄ ∝ Λ−1
QCD; entonces llegamos a la conclusión que la diferencia de masa

fuerte neutrón-protón es proporcional al cuadrado de la masa del pión mπ, que es a

su vez proporcional al valor de expectación del Higgs v (detalles en [108, 116, 117] y

más adelante); pero no depende de ΛQCD.

5.3.2. Variaciones espaciales de las constantes fundamen-

tales

Podemos reescribir la ecuación (5.19) tal que,

η(A,B) =
∑

i

∂(Mn−p −Eb)

∂αi

αi
mI

(
c2

g

∇αi
αi

)|A

−
∑

i

∂(Mn−p − Eb)

∂αi

αi
mI

(
c2

g

∇αi
αi

)|B,
(5.30)

siendo i = α, ΛQCD, sin
2 θW , GF ; mI ∼ 0,931× 103AMeV;

Mn−p =
∑

t∆M
t
n−p y Eb =

∑
tE

t
b, con t = em, st,W . Luego, haciendo uso de las ecs.

(5.13), es fácil ver que α está relacionada con las diferencias de masa neutrón-protón
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Par Θj c/ 1 variables Θj c/ 4 variables.
Θα × 1010 0,029± 0,692 3,67± 9,66

ΘΛQCD
× 1010 −0,075± 0,253 3,47± 6,30

Θsin2 θW × 102 0,022± 0,024 1,83± 2,92
ΘGF

× 108 0,084± 0,089 −6,14± 10,06

Cuadro 5.4: Cotas superiores para las variaciones espaciales de las CF. La 1er colum-
na muestra los resultados suponiendo que una sola variación viola al WEP, y la 2da
columna representa los datos obtenidos suponiendo que todas las variaciones rompen
el WEP.

(debido a que α aparece en la fórmula de Cottingham) y con la enerǵıa de ligadura

electromagnética; y ΛQCD lo está con todos los términos, ya que es proporcional a

las masas e inversamente al radio nuclear, excepto con ∆Mst
n−p como mostramos en

la subsección 5.3.1. sin2 θW y GF tienen influencia en las contribuciones relacionadas

con la interacción débil (∆MW
n−p y EW

b ), y la constante de Fermi además interviene

en ∆Mst
n−p. De esta manera, estamos en condiciones de ajustar los páramentros

Θj =
c2

g

∇αj

αj
(variaciones espaciales de las constantes (SCV)) con la información de

los experimentos de Eötvös de la Tabla 5.1. Los resultados se encuentran expresados

en la Tabla 5.4.

Corr|SCV =




1 0,96 0,70 −0,68

0,96 1 0,87 −0,85

0,70 0,87 1 −0,99

−0,68 −0,85 −0,99 1




Examinando la matriz de correlación mostrada arriba, deducimos que variaciones

de α y ΛQCD están altamente correlacionadas entre ellas, en menor medida con la

variación de sin2 θW , mientras ΘGF
tiene la menor correlación con los dos primeros

parámetros. Por el otro lado, hay una enorme correlación entre Θsin2 θW y ΘGF
. Igual-

mente, todas las correlaciones son muy altas ya que la más baja que se presenta es

de 0.70. Mediante el estudio de las variaciones espaciales de las constantes funda-

mentales podemos determinar cotas inferiores para los rangos de longitud de campos
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Par. lαi
c/ 1 var.(Mpc) lαi

c/ 4 var.(Mpc)
lα × 10−5 1,026± 24,489 0,008± 0,021

lΛQCD
× 10−4 3,968± 13,386 0,086± 0,156

lsin2 θW × 103 1,353± 1,476 0,016± 0,026
lGF

× 10−2 3,54± 3,75 0,048± 0,079

Cuadro 5.5: Ĺımites inferiores para los rangos de longitud de campos escalares.

escalares quienes son los responsables de generar dichos cambios,

(∇αi
αi

)−1

=
c2

gΘαi

= lαi
. (5.31)

Las longitudes se encuentran en la Tabla 5.5. Los resultados muestran que los rangos

de longitudes son más acotados cuando las variaciones se analizan por separado.

Además, en los casos de las variaciones espaciales de α, ΛQCD y en menor medida

en GF , las cotas en las longitudes son bastante menos precisas que en la variación

de sin2 θW .

5.3.3. Relación entre los Γ y las variaciones de las constantes

Ahora quisieramos conectar los parámetros de violación Γt del Principio de E-

quivalencia con los valores que obtuvimos para Θj (tomando los casos donde las tres

interacciones no cumplen el WEP y las cuatro variaciones tampoco lo hacen). Ya

tenemos calculados η(A,B) = Q.Γ y η(A,B) = Y .Θ, con Q y Y las correspon-

dientes matrices de diseño, ambas pesadas con los σj de las medidas ηj(A,B). De

esta forma, haciendo una transformación, escribimos Γ = {Γem,Γst,ΓW} como una

función de Θ = {Θα,ΘΛQCD
,Θsin2 θW ,ΘGF

}, Γ = S.Θ

S =




1,00 0,06 1,5× 10−8 0,10

−4,26× 10−16 1,07 1,4× 10−8 0,09

−7,15× 10−10 9,12× 105 0,65 1,92× 105




Reemplazamos los Θj con los valores hallados gracias al ajuste, obteniendo la Tabla

5.6. Luego de hacer una comparación entre los resultados de la Tabla 5.6 con los de
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Par Valor Incertidumbre
Γem × 109 0,024 0,741
Γst × 109 0,059 0,370
ΓW × 103 0,420 0,935

Cuadro 5.6: Ajuste de parámetros de la relaciøñ con SVC

la Tabla 5.3, podemos concluir que los datos calculados son compatibles entre śı.

Corr|ΓSV C =




1 0,99 0,94

0,99 1 0,97

0,94 0,97 1




De la matriz de correlación se desprende la intrincada relación entre los parámetros

analizados ΓW , Γem y Γst, que en este caso se obtuvieron a partir de las variaciones

espaciales de las constantes.

5.4. Variaciones de las constantes de acoplamiento

y el VEV del Higgs

Nuestra intención ahora es de vincular las variaciones espaciales de α, ΛQCD,

sin2 θW y GF , con las variaciones espaciales de las constantes de acoplamiento α1,

α2, α3 y el valor de expectación en el vaćıo del campo de Higgs (VEV) v.

Las constantes de acoplamiento α1, α2, α3 provenientes de U(1), SU(2) y SU(3)

se encuentran unidos con nuestros observables mediante las ecuaciones,

α = α1 sin
2 θW , GF =

α1

√
2

8M2
W

(5.32)

tan2 θW =
α2

α1
, α3 =

(
β ln(µ2/Λ2

QCD)
)−1

, (5.33)

con µ una enerǵıa de escala tal que en este caso, µ = Mp (Mp masa del protón) y

ΛQCD ≈ 0,55Mp. La constante de Fermi es además función del VEV via,

M2
W =

v2

2
α1, GF =

1

2
√
2v2

. (5.34)
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Par Valor
Θα1 × 102 −2,37± 3,80
Θα2 × 102 −2,37± 3,80
Θα3 × 1010 5,82± 10,54
Θv × 108 3,07± 5,03

Cuadro 5.7: Cotas superiores para las variaciones espaciales de las ctes de acoplamien-
to y v.

El valor de expectación v, se determina mediante la minimización del potencial efec-

tivo del campo de Higgs (los art́ıculos [3, 46] hacen un análisis detallado, y se ex-

plicará un poco más sobre este mecanismo en la próxima subsección).

Luego, usamos los resultados obtenidos anteriormente, para poder aśı establecer

los ĺımites superiores para las variaciones de las constantes de acoplamiento y v

(Tabla 5.7) gracias a una transformación estad́ıstica, tomando por supuesto que

todas las variaciones interactúan simultáneamente. La siguiente matriz de correlación

indica una correlación extrema entre las variaciones de α1, α2 y v mientras que α3

se encuentra un poco menos pero aún aśı es más que apreciable.

Corr|CCV EV =




1 1. −0,87 −0,99

1 1. −0,87 −0,99

−0,87 −0,87 1 0,85

−0,99 −0,99 0,85 1




5.4.1. Variaciones de masas elementales

En una teoŕıa del tipo λφ4, las rupturas espontáneas de simetŕıa (esto es el valor

de expectación del vaćıo del campo involucrado) se traducen en “términos de masa”

en los sectores del Lagrangiano donde se da el acoplamiento con el campo.

En el caso del mecanismo de Higgs ocurre exactamente lo mismo, siendo el valor

de expectación del vaćıo del campo de Higgs < φ >= v. El Lagrangiano de un bosón

escalar real de masa µ está dado por,

LHiggs =
1

2
∂µφ∂

µφ− 1

2
µ2φ2 − 1

4
λφ4, (5.35)
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con λ > 0, φ =
(
φ+

φ0

)
=
(
φ1+iφ2
φ3+iφ4

)
. Para µ2 > 0, el único mı́nimo del potencial se

halla en φ = 0 (figura 5.1), mientras que para µ2 < 0 existen 2 mı́nimos dados por

±v = ±
√

−µ2

λ
= ±

√
φ02 + φ+2 (figura 5.2). Estos dos “puntos”, que minimizan al

potencial en una dimensión, en realidad corresponden a un continuo de valores mı́ni-

mos en SU(2), siendo φ = 0 en este caso un punto inestable. Una buena descripción

del mecanismo se obtiene a partir del estudio de una perturbación alrededor de uno

de los “mı́nimos” (φ =
(

0
v+H

)
) ya que, la elección de uno de ellos como valor de

vaćıo (φ3 = φ0 = v y φj = 0, j = 1, 2, 4) es la que genera la ruptura espontánea de

la simetŕıa. En aquellas teoŕıas que contengan un bosón hipercargado y 3 bosones

asociados al sector que depende del isospin, la ruptura espontánea de simetŕıa le

da masa a 3 de esos bosones manteniendo la masa nula del otro de ellos, trans-

formando aśı a la representación original SUL(2) × UY (1) → SUdebil(2) × Uem(1)

(Y =hipercargado, L =isospin). En este esquema, los bosones que transforman a la

interacción electrodébil, W± y Z, son proporcionales a < φ > mientras que el fotón

es el que permanece sin masa. Tanto Z0 como el fotón son combinaciones del bosón

hipercargado original y del bosón neutro del grupo del isospin.

MW± =
vg

2
, MZ =

MW

cos θW
=
v(g′2 + g2)1/2

2
, (5.36)

tanto g como g′ representan los acoplamientos de Gauge débil y electromagnético

respectivamente, los cuales están relacionados entre śı mediante ángulo de mezcla

θW , tan2 θW = g′

g
.

Respecto a los fermiones, se supone que el Lagrangiano de la part́ıcula contiene

acoplamientos de Yukawa con los bosones mediadores, siendo el mecanismo de Higgs

el que les proporciona masa a los fermiones. El término fermiónico de masa

Lfmasa = −mf f̄f = −mf [f̄LfR + f̄RfL] se excluye del Lagrangiano de una part́ıcula

ya que rompe con la invarianza de Gauge, pero una forma de dar masa a dicho tipo

de part́ıculas sin romper con la simetŕıa de Gauge, es a través de los acoplamientos

de Yukawa de los fermiones con el campo de Higgs φ. Para el caso de los leptones,
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Figura 5.1: µ2 > 0 Figura 5.2: µ2 < 0

el lagrangiano está dado por,

LℓY uk = −λℓ
v +H√

2
[ℓ̄R(01)

(
νL
ℓL

)
+ (ν̄Lℓ̄L)

(
0

1

)
ℓR],

= −λℓ
v√
2
ℓ̄ℓ− λℓ

ℓ̄ℓ√
2
H

(5.37)

Se puede inferir entonces que la masa de los leptonesml es proporcional al acoplamien-

to de Yukawa correspondiente λl y al valor de expectación de vaćıo del campo de

Higgs v.

Las masas de los quarks se generan de manera semejante a las de los leptones

(siendo aśı proporcionales al correspondiente acoplamiento de Yukawa λq y al VEV)

, pero en este caso, se necesita de la construcción de un nuevo doblete del campo de

Higgs para el miembro superior del doblete de los quarks,

φC = iτ2φ
∗ =

(−φ̄0

φ−

)
→
√

1

2

(
v +H

0

)
(5.38)

que se transforma de casi de igual manera que el doblete de Higgs tradicional, pero

con una hipercarga débil opuesta. Luego, se opera de forma similar al caso anterior

a partir de un Lagrangiano de Yukawa invariante de Gauge.

mq =
λq√
2
v, ml =

λl√
2
v. (5.39)
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V ar g
c2

Valor
∇MZ

MZ
× 102 −1,2± 1,9

∇MW

MW
× 102 −1,2± 1,9

∇mq

mq
× 108 3,07± 5,03

∇ml

ml
× 108 3,07± 5,03

Cuadro 5.8: Ĺımites superiores para las variaciones espaciales de las masas elemen-
tales.

Las expresiones para las masas, que están dadas a partir de las constantes de

acoplamiento de Gauge débil g y electromagnético g′, las podemos escribir en función

de las constantes de acoplamiento anteriormente vistas α1 y α2 ya que g =
√
2α1 y

g′ =
√
2α2. También reescribimos a las masas fermiónicas tal que, los correspondien-

tes potenciales de Yukawa cumplen λq =
√
2̟2 y λl =

√
2κ2,

M2
W =

v2α1

2
, M2

Z =
v2(α1 + α2)

2
, (5.40)

mq = ̟2v, ml = κ2v. (5.41)

Por lo tanto, de haber encontrado cotas para los cambios en el espacio de las

constantes de acoplamiento y de v podemos llegar a conseguir ĺımites superiores

para las variaciones espaciales de las masas de part́ıculas elementales. Los resultados

están reflejados en la Tabla 5.8, mientras que la matriz de correlación es,

Corr|masses =




1 1 −0,99 −0,99

1 1 −0,99 −0,99

−0,99 −0,99 1 1

−0,99 −0,99 1 1




Nuevamente queda claro que el grado de correlación es extremo.



Caṕıtulo 6

Conclusiones

Aqúı presentaremos nuestras conclusiones a partir de los resultados que fuimos

obteniendo en los caṕıtulos 3, 4, 5. En esta tesis quisimos principalmente, hacer un

estudio exhaustivo de la teoŕıa propuesta por Bekenstein. Para llevar a cabo esto,

modificamos en ella el modelo de part́ıcula utilizado a fin de tener un sistema más

realista, tratando de abordar todos los “frentes” posibles de análisis tales como,

la contribución del campo electromagnético al campo escalar acoplado, las fuerzas

generadas sobre una densidad de carga estática acotada y el intercambio de enerǵıa

entre la materia y los campos electromagnético y escalar ψ. Además, examinamos

los parámetros que describen a las violaciones del Principio de Equivalencia debido

a contribuciones de las interacciones fuerte, electromagnética y débil utilizando los

últimos datos obtenidos a partir de experimentos Eötvös; y sus vinculaciones con

los ĺımites superiores de las variaciones espaciales de constantes fundamentales α,

λQCD, sin
2 θW y GF . Estas últimas cotas las utilizamos para establecer restricciones

a las variaciones espaciales de las constantes de acoplamiento de Gauge, al valor de

expectación del Higgs y a las masas de part́ıculas elementales.

Al momento de examinar las contribuciones electromagnéticas, observamos que

si bien no podemos afirmar ni contradecir la idea de que el campo eléctrico no

contribuye al campo ψ (ya que para examinar bien el término relacionado con

la masa es necesario cuantizar los campos electromagnético y dilatónico ψ, y

esto se escapa de nuestra propuesta semi-clásica), y por ende suponemos que se

cumple lo predicho por Bekenstein; existen otras contribuciones que provienen
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de las fluctuaciones cuánticas de la materia. Éstas, producen corrientes que

generan enerǵıa magnética, pudiendo llegar a producir una violación del Prin-

cipio de Equivalencia. Pero dado que este desarrollo puede tomarse como ĺımite

a bajas enerǵıas de modelos de cuerdas, nuestra conclusión debe ser tomada

con cuidado.

Por otra parte, el intercambio de enerǵıa con la materia en las teoŕıas alterna-

tivas con nuevos campos escalares acoplados, como la teoŕıa estudiada en este

trabajo, es un tema poco desarrollado hasta hoy. Utilizando las ecuaciones de

campo y las hipótesis propuestas en el modelo de Bekenstein pudimos estimar

la transferencia de enerǵıa entre la materia y los campos. La hipótesis 8 del

caṕıtulo 2 es clave, ya que afirma que el tensor enerǵıa-momento de la materia

es la cantidad que tiene que ser añadida al sector de campo a fin de que la

divergencia del tensor total sea libre. También hemos asumido que la materia

oscura es eléctricamente neutra, despreciamos el movimiento de la materia de

los cuerpos cargados que hemos considerado, y hallamos que una caracteŕıstica

dinámica de la carga eléctrica hace que la enerǵıa electromagnética atómica

forme parte de la enerǵıa interna del sistema. Encontramos una contribución

“extra” al calor actual, además de la refrigeración de la materia, que viene

dada por la variación de tiempo en el campo escalar y el contenido magnético

de la materia; que puede ser testeada para comprobar la validez de la teoŕıa.

Los datos observacionales utilizados para dicha verificación fueron obtenidos

a partir de aspectos geotermales de la Tierra y planetas exteriores hallando

cotas que son modelo independientes para la variación temporal de α del mis-

mo orden que las cotas de los más precisos relojes atómicos y sólo un orden

de magnitud menos riguroso que la cota de Oklo. De la comparación del mo-

delo con los experimentos llegamos a la conclusión de que el modelo debe ser

descartado.

Por último, analizamos las contribuciones de las diferencias de masa neutrón-

protón y de las enerǵıas de enlace de las interacciones fundamentales para

poder determinar los párametros de violación Γ del Principio de Equivalencia

utilizando los más modernos datos provenientes de experimentos Eötvös. Las

cotas que determinamos en este trabajo son uno o dos órdenes más precisas
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que las encontradas hasta este momento. Estudiamos también las variaciones

espaciales de algunas de las constantes fundamentales trabajando cerca del

ĺımite quiral, y luego relacionamos las cotas que establecimos para ellas con

los parámetros Γ, y los cambios en las constantes α1, α2, α3, v y las masas

elementales; e inclusive, las utilizamos para estimar los rangos de longitud

“permitidos” de campos escalares que podŕıan generar variaciones espaciales.

Los elementos de las matrices de correlación de los ajustes en los casos inves-

tigados son tan elevados que se dificulta much́ısimo el estudio de las posibles

variaciones espaciales en los parámetros del Modelo Estandard elegidos. Porque

entonces, cabe la posibilidad de la existencia de violaciones debidas a las distin-

tas variaciones que se superpongan entre śı, escondiéndose del “observador” y

no permitiendo la determinación de mejores cotas. Por lo tanto, nos es necesario

tener que ajustar un número menor de parámetros a fin de poder disminuir las

correlaciones y conseguir aśı cotas más fiables.



Apéndice A

Tratamiento semiclásico del

modelo de Thomas -Fermi

El modelo puede considerarse como semiclásico debido a que, si bien toma varias

ideas de la mecánica cuántica como;

la estad́ıstica propuesta por Fermi, tal que todos estados con menor enerǵıa

que la máxima se encuentran ocupados;

el Prinpicio de Incerteza, cada celda del espacio de fases puede albergar hasta

2 electrones con spines opuestos;

utiliza las aproximaciones cuasi-clásicas para funciones de onda de de Broglie [114].

En mecánica clásica podemos representar toda la información sobre el estado de

un sistema como un punto en el espacio de fases (q, p). Sin embargo, en un sistema

real, esto no es posible. Por tanto, para poder caracterizarlo es necesario hacer un

promedio de los puntos del espacio de fases como una variable estocástica y realizar

una distribución de probabilidades. Ésta evolucionará en el espacio de fases debido

a la evolución de cada uno de sus puntos y se denomina densidad en el espacio de

fases clásico ρ(q, p), perdiendo el una parte determinismo total del modelo clásico.

Si las longitudes de onda de de Broglie de las part́ıculas son pequeñas compara-

das a las dimensiones caracteŕısticas que determinan las condiciones del problema,

entonces las propiedades del sistema se aproximan a las clásicas.
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Escribimos la ecuación de Schrödinger (en este caso E está representando a la

enerǵıa y U al potencial) haciendo la sustitución,

∑

a

~
2

2ma
∆aΨ + (E − U)Ψ = 0 Ψ = e(i/~)Γ, (A.1)

tal que la ecuación que queda para Γ es,

∑

a

(∇aΓ)
2

2ma

−
∑

a

i~

2ma

∆aΓ = E − U (A.2)

Al estar trabajando en un sistema semiclásico, podemos desarrollar en serie de

potencias de ~,

Γ = Γ0 + (~/i)Γ1 + (~/i)2Γ2 + . . . (A.3)

Siendo el potencial central, y estudiando el movimiento para una part́ıcula, la

ecuación se reduce a,
Γ′2

2m
− i~

Γ′′

2m
= E − U(r) (A.4)

A orden 0,
Γ′
0
2

2m
= E − U(r) Γ0 = ±

∫
(2m[E − U(r)])1/2dr (A.5)

donde el integrando es justamente el impulso clásico p. A primer orden, la ecuación

queda,

Γ′
0Γ

′
1 +

Γ′′
0

2
= 0 (A.6)

Γ′
1 = − Γ′′

0

2Γ′
0

= − p′

2p
Γ1 = − log p

2
. (A.7)

Sustituyendo en las expresiones (A.1) y (A.3), la función de onda Ψ queda de la

forma,

Ψ = C1p
−1/2e(i/~)

∫
pdr + C2p

−1/2e−(i/~)
∫
pdr (A.8)

Los siguientes órdenes nos darán términos de orden superior respecto de ~ en las

exponenciales, pero en general, el primer orden ya es suficiente.
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Como la función de onda Ψ posee en ambos términos el factor p−1/2, la proba-

bilidad de hallar a la part́ıcula en puntos que se encuentran en la región r y r + dr

está determinada por |Ψ|2, es inversamente proporcional a p. Esto es esperable en

una part́ıcula ”semiclásica” ya que clásicamente, el tiempo que pasa la part́ıcula en

dr es inversamente proporcional al impulso.

En las regiones del espacio donde E < U (clásicamente inaccesibles), el impulso

es una función imaginaria pura por lo tanto los exponentes son reales y la función

de onda será:

Ψ =
C ′

1

(|p|)1/2 e
−(1/~)

∫
|p|dr +

C ′
2

(|p|)1/2 e
(1/~)

∫
|p|dr (A.9)

Podemos deducir la condición que determina los niveles cuánticos de enerǵıa para

el caso cuasi-clásico gracias al estudio de las condiciones en los ĺımites que deben

cumplir las funciones de onda. Sea el dominio accesible clásicamente, b ≤ x ≤ a, las

condiciones de contorno nos llevan a que las funciones deben tener la forma,

Ψb =
C

p1/2
sin[

1

~

∫ x

b

pdx+
π

4
], (A.10a)

Ψa =
C ′

p1/2
sin[

1

~

∫ a

x

pdx+
π

4
]. (A.10b)

Dado que ambas deben coincidir en todas la región, la suma de las fases, debe ser

un múltiplo enetro de π. Siendo C = (−1)nC ′ y extendiendo la integral a todo un

peŕıodo del movimiento se cumple la Regla de cuantificación de Bohr-Sommerfield,

∮
pdx = 2π~(n+

1

2
); (A.11)

donde n es igual al número de ceros de la función de onda. De la normalización de

la función a 1, obtenemos

Ψ =

√
2ω

πv
sin[

1

~

∫ x

b

pdx+
π

4
], (A.12)

tal que ω = 2π/T es la frecuencia del movimiento periódico clásico y es función de

la enerǵıa (diferente en cada nivel).
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Por otra parte, la integral
∮
pdx es el área limitada por la trayectoria cerrada

clásica en el espacio de las fases (x, p) de la part́ıcula. Por lo tanto, podemos dividir

esta área en n celdas de área 2π~ cada una, siendo n además el número de estados

cuánticos con enerǵıas que no superan el valor dado de enerǵıa que corresponde al

valor de la trayactoria. De esta manera, el número de estados que corresponden al

elemento de volumen ∆p∆x del espacio de fases es ∆p∆x/2π~ y trabajando en forma

similar observamos que la diferencia de enerǵıa entre dos niveles es ∆E = 2π~/T =

~ω.

Todos estos resultados pueden generalizarse para sistemas de varias part́ıculas

con varios grados de libertad que efectuán un movimiento finito tal que el problema

de mecánica “clásica” permite una separación completa de variables en el método de

Hamilton-Jacobi, ya que luego de ella la condición queda,

∮
pidqi = 2π~(ni + γi). (A.13)

La integral se extiende a un peŕıodo de la variación de la coordenada generalizada qi,

y γi depende del caracter de las condiciones de contorno para cada grado de libertad

considerado.

En un caso general de un movimiento multidimensional cualquiera (no cuasiperiódi-

co), se modifica el concepto de número cuántico ni por el de “celdas” en el espacio

de fases. Aśı en un sistema con s grados de libertad, a cada elemento del espacio de

fases le corresponden ∆N estados cuánticos, ∆N = ∆q1 · · ·∆qs∆p1 · · ·∆ps/(2π~)s.

A.1. Ecuación de Thomas-Fermi

En átomos complejos con números cuánticos principales altos, es posible utilizar

el tratamiento cuasi-clásico y describir a los estados de los electrones como las celdas

del espacio de fases descriptas anteriormente.

El volumen del espacio de fases dVf que corresponde a los electrones cuyo impulso

es menor que p(~r) y están en el elemento de volumen dV del espacio f́ısico es igual a
4π
3
p3(~r)dV . A dVf le correponden dNf celdas tal que, dNf =

4πp3(~r)
3(2π~)3

dV , que representa

al número estados posibles en los se pueden encontrar 2dNf electrones. En el estado

normal del átomo, los electrones deben llenar las celdas que corresponden a un p(~r)
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desde cero hasta el máximo pF (~r). Luego, n(~r) la densidad número de electrones la

podemos determinar mediante número de electrones que está dado por n(~r)dV ,

n(~r) =
p3F (~r)

3π2~3
. (A.14)

Consecuentemente, podemos escribir a la enerǵıa cinética máxima de los elec-

trones en un punto ~r como,

Ecin(~r) =
p2F (~r)

2
=

1

2
(n(~r)3π2

~
3)2/3, (A.15)

siendo la enerǵıa total del electrón ET = p2(~r)
2

− φC(~r), φC(~r) el potencial elec-

trostático que se anula en el infinito. ET debe ser negativa ya que si no lo es, el

electrón escapaŕıa al infinito. Sea −φ0C(~r) el máximo de la enerǵıa total en cada

punto tal que,

p2F (~r)

2
= φC(~r)− φ0C(~r), (A.16a)

n(~r) =
[2(φC(~r)− φ0C(~r))]

3/2

3π2~3
. (A.16b)

Para φC(~r) = φ0C(~r) y φC(~r) < φ0C(~r), n(~r) se anula, siendo φC(~r) = φ0C(~r) el

ĺımite del átomo. Pero fuera de una distribución central de cargas cuya carga total

es 0 no existe campo, por lo tanto, en la frontera de un átomo neutro φC(~r) = 0 y

en ese caso, φ0C(~r) = 0. Para un ion, φ0C(~r) 6= 0 pero śı es constante.

Este tratamiento puede generalizarse totalmente para el caso del núcleo atómico.

Luego utilizando la ecuación electrostática de Poisson,

∇2φC(~r) = −4πQ0n(~r) (A.17)

siendo entonces ρc(~r) = Q0n(~r) y ρm(~r) = m0n(~r) las densidades de carga y masa

respectivamente.
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