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Resumo
Neste trabalho iremos discutir os aspectos físicos principais referentes ao processo de criação de partículas perto
do horizonte de eventos de um buraco negro. Para tanto, vamos examinar brevemente o formalismo da teoria
quântica de campos em espaço-tempo curvo. Discutiremos sobre o porquê de se usar esta abordagem e como
ela é utilizada para se estudar processos quânticos na vizinhança do horizonte de eventos de um buraco negro.
Também apresentaremos resultados que revelam como buracos negros podem ser fundamentais na busca de
uma teoria de gravitação quântica.

Abstract
In this work we will discuss the main physical aspects related to the process of particle creation by black holes.
To this end, we will briefly examine the formalism of quantum field theory in curved spacetime. We will discuss
why we should use this approach and how it is employed to study quantum processes in the vicinity of the event
horizon of a black hole. We will also present results that reveal how black holes can play a key role in the search
for a theory of quantum gravity.
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1 Introdução

Os buracos negros estão entre os objetos mais
fascinantes do Universo. Por muito tempo, os bu-
racos negros foram entendidos como apenas uma
especulação teórica por vários físicos e astrôno-
mos, mas são agora amplamente compreendidos
como fazendo parte da explicação básica para
muitos fenômenos astrofísicos, como, por exem-
plo, binários massivos de raios-X e núcleos galác-
ticos ativos. Podemos constatar a existência de
um buraco negro a partir de seus efeitos gravita-
cionais em sua vizinhança; por certo, a primeira
detecção direta bem-sucedida de ondas gravitaci-
onais envolveu o estudo da produção de tais on-
das pela fusão de dois buracos negros [1–4]. Esta
observação fornece a evidência mais concreta da
existência de buracos negros até o presente mo-
mento. Podemos citar também o programa do
Telescópio Horizonte de Eventos (Event Horizon
Telescope, EHT), que se propões a observar a vi-
zinhança dos horizontes de eventos dos buracos
negros, esforços que culminaram na primeira ima-
gem direta de um buraco negro, no caso o buraco

negro supermassivo que fica no centro da galáxia
Messier 87 [5–10].

Uma definição elementar de um buraco negro
seria uma região no espaço-tempo na qual o po-
tencial gravitacional, GM/R, excede o quadrado
da velocidade da luz, c2 [11]. Tal afirmação é in-
dependente da teoria gravitacional considerada,
e também fornece uma definição intuitiva de um
buraco negro, segundo a qual qualquer corpo as-
tronômico cuja velocidade de escape associada
seja maior que a velocidade da luz deve se com-
portar como um buraco negro [11]. De fato, tal
argumento foi colocado há mais de dois séculos
atrás por John Michell (1784) e Pierre-Simon de
Laplace (1796).

A história contemporânea dos buracos negros
se inicia junto com a Relatividade Geral de Eins-
tein. Com efeito, logo após Einstein ter publi-
cado as famosas equações de campo que levam
seu nome, Karl Schwarzschild apresentou uma so-
lução que descreve o campo gravitacional na re-
gião externa de um corpo massivo estático e es-
fericamente simétrico. Rapidamente percebeu-se
que essa solução tem um comportamento pecu-
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liar para uma distância radial específica que hoje
chamamos de raio de Schwarzschild. Neste ponto,
a solução encontrada por Schwarzschild torna-se
singular.

Em 1958 David Finkelstein identificou a su-
perfície associada ao raio de Schwarzschild como
sendo aquilo que chamamos de horizonte de even-
tos, um limite além do qual os eventos não podem
afetar de forma causal um observador. A solução
de Finkelstein estende a solução de Schwarzschild
para o futuro de observadores caindo em um bu-
raco negro. Uma extensão completa foi encon-
trada por Kruskal [12] e Szekeres [13]. Com isso,
chegamos à característica definidora de um bu-
raco negro – a presença de um horizonte de even-
tos: uma fronteira no espaço-tempo que separa a
região externa da região interna de um buraco ne-
gro; matéria e luz só podem atravessá-la de fora
para dentro, nunca no sentido contrário.

No contexto da Relatividade Geral, no centro
de buracos negros existem o que chamamos de
singularidades, pontos de densidade infinita no
espaço-tempo. É uma condição onde o campo
gravitacional é tão intenso que o próprio espaço-
tempo colapsa. A princípio, pensava-se que as ca-
racterísticas misteriosas das soluções dos buracos
negros fossem resultados artificiais de condições
de simetria impostas, e que as singularidades não
deveriam aparecer em situações genéricas. No en-
tanto, no final dos anos 1960, Roger Penrose e
Stephen Hawking provaram rigorosamente, atra-
vés de teoremas matemáticos intrincados, que as
singularidades devem surgir genericamente.

Os trabalhos de Bardeen, Bekenstein, Carter e
Hawking no início dos anos 1970 levaram à for-
mulação das chamadas leis da mecânica dos bura-
cos negros, que comportam uma analogia extra-
ordinária com as leis usuais da termodinâmica,
relacionando massa com energia, área com entro-
pia e gravidade superficial com temperatura. No
entanto, como apontado pela primeira vez por
Bekenstein, se os buracos negros tivessem uma
temperatura real como os sistemas termodinâmi-
cos, eles irradiariam energia, contradizendo fron-
talmente sua definição básica.

A discordância foi resolvida quando Hawking,
em 1974, mostrou que, ao se levar em conta pro-
cessos quânticos na vizinhança do horizonte de
eventos, os buracos negros devem irradiar seme-
lhantemente a um corpo negro (mas não exa-
tamente como um), com uma temperatura pro-

porcional à gravidade superficial do horizonte de
eventos do buraco negro, exatamente como suge-
rido pela analogia com as leis da termodinâmica,
prevendo o fenômeno hoje conhecido como efeito
Hawking.

Para entendermos minuciosamente do ponto
de vista da Física como Hawking chegou a esse
importante resultado, é necessário empregarmos
técnicas da teoria quântica de campos (TQC) em
espaço-tempo curvo. Este é um ramo da física
que combina os princípios da mecânica quântica
com a relatividade especial e geral [14]. Nesta
teoria, estudamos o comportamento dinâmico de
campos em um espaço-tempo curvo. A curvatura
de tal espaço-tempo é ditada por um objeto clás-
sico massivo, por exemplo, buracos negros. An-
tes de examinarmos os aspectos mais importantes
da TQC em espaço-tempo curvo, vamos voltar à
história dos buracos negros e analisar com mais
detalhes vários resultados mencionados anterior-
mente.

2 Buracos negros clássicos

Nesta seção vamos expor com algum detalhe
alguns aspectos clássicos de buracos negros re-
latados acima. Estamos assumindo que o leitor
possui algum conhecimento sobre as técnicas bá-
sicas da Relatividade Geral. Em todo caso, tanto
quanto for possível, ao longo do texto iremos esta-
belecer certas definições básicas de forma heurís-
tica para alguns objetos importantes para nossa
discussão, mas sem grandes pormenores, de modo
a não perturbar o fluxo da leitura. Um desenvol-
vimento básico elucidativo pode ser encontrado
em diversos locais na literatura, como, por exem-
plo, os livros [15–17].

Conforme mencionado anteriormente, de ma-
neira bastante simplificada, um buraco negro cor-
responde a uma região do espaço-tempo onde o
potencial gravitacional nessa região obedece à re-
lação

GM

R
> c2, (1)

onde G é a constante gravitacional, M é a massa
do objeto de raio R (uma estrela, por exemplo)
que dita tal potencial e c é a velocidade da luz.
Ou seja, um buraco negro é qualquer objeto em
que a velocidade de escape é maior que a velo-
cidade da luz. Com isso, observamos que existe
uma região do espaço-tempo na qual objetos que
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a adentram só poderiam escapar com uma velo-
cidade superior a da luz; como, pela Relatividade
Especial, nenhum corpo massivo tem velocidade
maior que a da luz, segue-se, portanto, que ne-
nhum objeto é capaz de escapar da região interna
de um buraco negro.

Na Relatividade Geral, através da solução
das equações de Einstein para objetos simetrica-
mente esféricos e estáticos no vácuo, a solução de
Schwarzschild, podemos ver naturalmente o sur-
gimento de buracos negros. Neste tipo de solução,
o espaço-tempo é descrito pela métrica (a partir
daqui estaremos trabalhando com unidades tais
que G = c = ℏ = kB = 1, onde kB é a constante
de Boltzmann)

ds2 =

(
1− 2M

r

)
dt2 −

(
1− 2M

r

)−1

dr2

− r2dΩ2, (2)

onde dΩ2 é a métrica de uma 2-esfera. Pela Eq.
(2) observamos que existem dois valores para r
aos quais a solução diverge – estas são as cha-
madas singularidades do modelo. Para r = 2M
temos o que chamamos de horizonte de eventos.
É a região do espaço-tempo que para valores de
r ≤ 2M não há como escapar de um colapso para
o centro do buraco negro. No entanto, essa sin-
gularidade pode desaparecer se realizarmos uma
mudança de coordenadas; por essa razão, chama-
mos essa de singularidade de coordenadas. Por
outro lado, a singularidade em r = 0 sempre per-
manece, que corresponde ao centro do buraco ne-
gro. Nela, temos uma divergência do campo gra-
vitacional pois acarreta em uma divergência na
curvatura do espaço-tempo. Vale dizer que a so-
lução de Schwarzschild não é a única que apre-
senta esse tipo de singularidade. Diversas solu-
ções para diferentes objetos massivos levam à mé-
tricas com singularidades e horizontes de eventos,
conduzindo, é claro, a buracos negros. Este é o
caso da solução de Kerr (que descreve um bu-
raco negro em rotação) e da solução de Reissner-
Nordström (que descreve um buraco negro com
carga elétrica).

A Relatividade Geral prevê que qualquer ob-
jeto colapsando gravitacionalmente para raios
menores que o raio de Schwarzschild forma um
buraco negro, dentro do qual uma singularidade
(escondida pelo horizonte de eventos) seria for-
mada. Conforme mencionado acima, os obser-
vadores que caem em um buraco negro não po-

dem evitar ser carregados para a singularidade
quando cruzam o horizonte de eventos. O fato de
que tais singularidades podem ser genericamente
formadas é o conteúdo principal dos teoremas de
singularidade de Penrose-Hawking. A ideia bá-
sica por trás desses teoremas é que certos critérios
devem estar manifestos para que geodésicas1 dei-
xem de ser curvas que extremizam distâncias e/ou
tempos próprios. De forma bem simples, tais cri-
térios significam que, a partir de um tempo finito,
o movimento de certas partículas em queda livre
não pode ser mais determinado; o “fim" de tal
geodésica seria a singularidade.

Admitindo certas condições de energia, os te-
oremas de singularidade também mostram que,
em determinadas circunstâncias, geodésicas do
tipo tempo “suficientemente longas” não podem
ser curvas extremas. Dados argumentos globais
envolvendo a compacidade dos espaços de curvas
causais, estabelece-se a existência de curvas do
tipo tempo de máximo comprimento em espaços-
tempos globalmente hiperbólicos.2 A contradi-
ção desses resultados produz os teoremas de sin-
gularidade: em condições adequadas, geodésicas
do tipo tempo (ou tipo nulo) “suficientemente
longas” não podem existir, ou seja, deve-se ter
incompletude geodésica do tipo tempo (ou tipo
nulo), o que equivale a formação de singularida-
des dentro de buracos negros [16,18].

Um dos resultados mais interessantes nos estu-
dos dos buracos negros é que a área de um ho-
rizonte de eventos, por estar relacionado à sua
massa, não pode diminuir. Isso foi observado por
Hawking, que fez um paralelo entre este resul-
tado e a segunda lei da termodinâmica, que diz
que a entropia de um sistema fechado nunca di-
minui [19,20]. Esta analogia levou à descrição da
dinâmica dos buracos negros por meio de quatro
leis similares às leis da termodinâmica. As leis da
dinâmica de buracos negros são [11,16,18]

• Lei zero: Todos os pontos de um horizonte
de eventos de um buraco negro em equilí-

1Na Relatividade Geral, uma geodésica generaliza o
conceito de uma “linha reta" para o caso de um espaço-
tempo curvo. A trajetória de uma partícula livre (apenas
submetida à interação gravitacional) é um tipo particular
de geodésica. Geodésicas tipo espaço, nulas e tipo tempo
correspondem a geodésicas (em um espaço-tempo com as-
sinatura + − −−) com um vetor tangente u de norma
|u| = gµνu

µuν negativa, zero ou positiva, respectivamente.
2Em uma nota de rodapé mais adiante iremos comentar

brevemente sobre o conceito de espaço-tempo globalmente
hiperbólico.
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brio possuem gravidade superficial g. No
caso de um buraco negro de Schwarzschild,
g = (4M)−1.

• Primeira lei: As variações da massa M , a
carga elétrica Q e o momento angular J de
um buraco negro estacionário ficam relacio-
nadas através da equação

dM =
g

8π
dA+ΩHdJ +ΦHdQ, (3)

onde ΩH é a velocidade angular do horizonte
de eventos e ΦH é o potencial elétrico do
mesmo.

• Segunda lei: A área do horizonte de even-
tos de um buraco negro nunca diminui

dA ≥ 0. (4)

• Terceira lei: É impossível obter uma gra-
vidade superficial nula (g ̸= 0) por um nú-
mero finito de operações. Em outras pala-
vras, buracos negros com valores máximos
de momento angular e carga terão entropia
mínima e, por consequência, nunca podemos
ter tais buracos negros.

Conforme pode-se facilmente perceber, tais leis
apresentam uma analogia formidável com as leis
usuais da termodinâmica clássica. Para entender-
mos essa analogia de forma mais profunda, deve-
mos discutir o efeito Hawking [21], que estabelece
a conexão fundamental entre os dois conjuntos de
leis. Antes de discutirmos esse efeito com mais
detalhe, devemos nos familiarizar com algumas
ferramentas básicas da teoria quântica de cam-
pos em espaço-tempo curvo.

3 TQC em espaços-tempos curvos

3.1 Aproximação semiclássica

Nesta seção, vamos apresentar os principais
fundamentos e resultados da teoria quântica de
campos em espaços-tempos curvos. Para não
comprometer o entendimento do procedimento
com complicações técnicas que podem surgir, ire-
mos nos limitar às situações com o sistema físico
sendo descrito por um campo escalar real e mas-
sivo φ. Não é nossa intenção reproduzir em todos
os detalhes as já conhecidas técnicas de tal mo-
delo, mas pontuaremos os principais resultados

e procedimentos. Uma leitura bem completa e
detalhada é dada nas referencias [14,22–24].

Na construção de uma teoria quântica de uni-
ficação das forças da natureza, a interação gra-
vitacional ainda resiste a uma compreensão con-
sensual satisfatória.3 Parte da razão vem do fato
de que apenas a escalas de energia muito altas,
muito além do que podemos sondar com tecnolo-
gias atuais, é que efeitos quânticos gravitacionais
tornam-se relevantes. De qualquer forma, pode-
mos perguntar se mesmo assim conseguimos es-
tudar a influência do campo gravitacional sobre
fenômenos quânticos. Por exemplo, nos primeiros
anos da teoria quântica de campos, muitos cálcu-
los foram realizados tomando-se o campo eletro-
magnético como um campo de fundo clássico, o
que produziu resultados que hoje sabemos que es-
tão de acordo com as previsões da eletrodinâmica
quântica em uma dada aproximação semiclássica.
Assim sendo, poderíamos imaginar fazer o mesmo
com o campo gravitacional [14].

Surge, porém, uma primeira (e fundamental)
dificuldade. Planck apontou que as constantes
universais G, ℏ e c poderiam ser combinadas para
se formar uma unidade fundamental de compri-
mento, o comprimento de Planck (Gℏ/c3)1/2 =
1.616 × 10−33 cm. Se desejamos proceder com a
quantização do campo gravitacional em um for-
malismo perturbativo ao longo de uma linha de
raciocínio muito parecida com a eletrodinâmica
quântica, descobrimos que o quadrado do com-
primento de Planck faz o papel de uma constante
de acoplamento. Contudo, diferentemente da ele-
trodinâmica quântica, cuja constante de acopla-
mento é adimensional, o comprimento de Planck,
obviamente, tem dimensões. Isso acarreta no fato
de que efeitos quânticos podem se tornar muito
grandes quando as escalas de comprimento dos
processos quânticos de interesse estão perto do
valor de Planck. Quando isso acontece, as dife-
rentes ordens da teoria de perturbação tornam-se
comparáveis à ordem mais baixa, e todo o con-

3Deve-se salientar aqui que as questões controversas so-
bre a quantização do campo gravitacional dizem respeito
ao comportamento da teoria em altas energias. No jargão
de uma teoria de campos efetiva, dizemos que há necessi-
dade de uma “teoria completa no ultravioleta (UV)". A
questão toda é qual seria essa teoria. A baixas energias,
nós temos uma teoria de gravitação quântica correta e que
funciona em tais escalas de energia – é simplesmente a Re-
latividade Geral compreendida como uma teoria quântica
de campos efetiva. Discutiremos um pouco melhor essa
questão adiante.
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ceito de uma expansão perturbativa torna-se sem
sentido [14].

Poderia-se imaginar que, como o comprimento
de Planck é muito pequeno, quando consideramos
escalas de comprimentos muito maiores (ou esca-
las baixas energias), efeitos quânticos do campo
gravitacional podem ser desprezados. Contudo,
o princípio de equivalência mostra que esse ar-
gumento ingênuo não está correto. Com efeito,
todas as formas de matéria e energia acoplam-
se igualmente à gravidade, incluindo o próprio
campo gravitacional. Em uma terminologia da
teoria quântica, dizemos que o gráviton está su-
jeito a um campo gravitacional externo da mesma
forma que um fóton. Ou seja, sempre que um
campo gravitacional de fundo clássico produzir
efeitos importantes envolvendo fótons, deve-se
permitir a presença de efeitos igualmente impor-
tantes envolvendo grávitons. Segue-se, portanto,
que gravitação quântica entra de forma não-
trivial em todas as escalas de distância, sempre
que efeitos quânticos relevantes ocorrerem [14].

Apesar dessa complicação, ainda é possível pro-
ceder com uma descrição semiclássica. A ideia bá-
sica é que, para uma escala l de comprimento tí-
pica do sistema sob estudo, desde que l−2G≪ 1,
os efeitos quânticos associados aos grávitons serão
insignificantes em comparação aos efeitos quânti-
cos de campos de matéria. Sendo assim, pode-
mos imaginar um tratamento em primeira ordem
não-trivial da teoria de perturbação de uma teoria
quântica de gravitação acoplada à matéria em que
o campo gravitacional permanece clássico – essa
é a aproximação semiclássica, chamada também
de teoria quântica de campos em espaço-tempo
curvo.

Dada essa aproximação, pode-se indagar sobre
a importância dos processos descritos por ela. Es-
sencialmente, modos de um campo quantizado
deverão experimentar efeitos gravitacionais não-
triviais sempre que seus comprimentos de onda
associados sejam comparáveis com alguma escala
de comprimento característica do espaço-tempo
curvo de fundo. Por exemplo, perto de um buraco
negro de raio r, os modos do campo quantizado
com comprimento de onda λ ≳ r são seriamente
perturbados pela presença do buraco negro. Isto
é, na vizinhança de um buraco negro, pode-se es-
perar a ocorrência de importantes efeitos quânti-
cos.

3.2 Aspectos fundamentais sobre
quantização em espaço-tempo curvo

Para realizar a quantização de um campo em
um espaço-tempo curvo, podemos seguir um pro-
cedimento análogo ao caso do espaço-tempo de
Minkowski. Esperamos aqui que o leitor tenha
conhecimentos básicos de teoria quântica de cam-
pos no espaço-tempo plano de Minkowski, um as-
sunto que pode ser visto (e/ou revisto) em diver-
sos livros especializados no assunto [25–27].

Considere um campo escalar real massivo φ(x)
propagando-se em um espaço-tempo curvo com
elemento de linha

ds2 = gµν(x)dx
µdxν (5)

onde gµν é a chamada métrica desse espaço-
tempo, dada como um campo de fundo externo
não-quantizado. O jeito mais simples de se cons-
truir a ação associada, e com ela descrevermos a
dinâmica do campo em tal espaço-tempo, é partir
da ação no espaço-tempo de Minkowski e substi-
tuir derivadas parciais usuais por derivadas co-
variantes ∇µ,4 a métrica de Minkowski por gµν
e elementos de volume d4x por elementos de vo-
lume invariantes d4x

√
−g(x), onde g = det gµν .

Este é a chamada prescrição de acoplamento mí-
nimo, e é consistente com o princípio de equiva-
lência, de acordo com o qual efeitos gravitacionais
locais estão ausentes em uma vizinhança da ori-
gem do espaço-tempo de um sistema de referência
localmente inercial [23].

Com essa prescrição, a ação do nosso campo
escalar fica dada por

S =

∫
d4xL (6)

onde a densidade Lagrangiana é

L =
1

2

√
−g(x)

(
gµν(x)∂µφ(x)∂νφ(x)

−m2φ2(x)
)

(7)

e m é a massa do campo (no caso do campo es-
calar, ∇µφ = ∂µφ). Ainda poderíamos também
considerar um termo extra do tipo ξRφ2, onde

4Em um espaço-tempo curvo, a derivada de um ten-
sor não produz, em geral, outro tensor. Para obtermos
um tensor a partir da diferenciação de um dado tensor,
devemos introduzir o conceito da derivada covariante. A
derivada covariante é uma generalização da derivada dire-
cional do cálculo vetorial do espaço plano.
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ξ é um fator numérico e R é o escalar de Ricci.
O caso ξ = 0, que corresponde à equação (7), é
chamado de minimamente acoplado.

A partir de tal Lagrangiana, e utilizando téc-
nicas tradicionais, podemos obter a equação de
campo dada por

(□+m2)φ = 0, (8)

onde □ = gµν∇µ∇ν é o operador d’Alembertiano
covariante. Um conceito que desempenha um pa-
pel importante no procedimento de quantização
canônica é a definição de produto interno. Sejam
u e v duas soluções para a equação (8). Definimos
o produto interno entre essas soluções como [14]

(u, v) = −i
∫
Σ
dΣ(−gΣ)1/2nµ(v

←→
∂ µu

∗), (9)

onde
v
←→
∂ µu

∗ = v∂µu
∗ − ∂µvu

∗,

dΣ é o elemento de volume da hipersuperfície
tipo-espaço Σ e nµ é um vetor unitário (com ori-
entação para o futuro) ortogonal à Σ. Toma-
mos Σ como sendo uma hipersuperfície de Cauchy
em um espaço-tempo globalmente hiperbólico e
pode-se mostrar, utilizando o teorema de Gauss,
que tal produto é independente da escolha de Σ.5

Há um conjunto completo de soluções de modo
{ui} da equação de campo que são ortogonais no
sentido do produto interno definido acima. Se-
guimos, então, decompondo o campo como uma
combinação linear dos modos u e dos operadores
de aniquilação ai e criação a†i :

φ =
∑
i

(aiui + a†iu
∗
i ). (10)

A quantização canônica é implementada impondo
as relações de comutação [ai, a

†
i ] = δij , etc.

Segue-se daqui que podemos proceder com a defi-
nição de um estado de vácuo apropriado, constru-
ção do espaço de Fock, etc., em completa analogia
com o caso do espaço-tempo de Minkowski.

O problema deste cenário bucólico está relaci-
onado ao fato de que há uma ambiguidade ine-
rente nesse formalismo [14]. No espaço-tempo de

5Uma hipersuperfície de Cauchy é usualmente inter-
pretada como sendo uma definição de um “instante de
tempo". Um espaço-tempo que possui uma hipersuper-
fície de Cauchy é dito ser globalmente hiperbólico. Por-
tanto, em um espaço-tempo hiperbólico, a história futura
e passada inteira do Universo pode ser prevista (ou retro-
dita) a partir de condições dadas no instante de tempo
representado pela hipersuperfície de Cauchy [16,18].

Minkowski, temos um conjunto natural de modos
que estão associados ao grupo de Poincaré, que é
o grupo de simetria nesse espaço-tempo; em ou-
tras palavras, o vetor ∂/∂t é um vetor de Kil-
ling do tipo-tempo para o espaço-tempo de Min-
kowski, ortogonal às hipersuperfícies de simulta-
neidade t = constante, e os modos são autofun-
ções desse vetor de Killing com autovalores −iω
para ω > 0.6 Com isso, a definição de modos de
frequência positiva e de um estado de vácuo in-
variante sob a ação do grupo de Poincaré podem
ser estabelecidas sem ambiguidades.

Contudo, em um espaço-tempo curvo, em ge-
ral, não teremos vetores de Killing do tipo-tempo
disponíveis e, por consequência, não poderemos
definir de forma não-ambígua modos de frequên-
cia positivas. Até mesmo podem existir sistemas
onde conseguimos identificar vetores de Killing
tipo-tempo e executar o procedimento padrão;
entretanto, não podemos garantir que a defini-
ção do vácuo será única. Ou seja, não temos um
sistema de referência privilegiado (como no caso
do espaço-tempo plano, que são os sistemas iner-
ciais) que nos possibilitaria utilizar uma decom-
posição natural em modos para o campo [14].

Para ilustrar esse resultado conhecido como a
não unicidade do vácuo vamos supor dois sis-
temas de referência com seus respectivos siste-
mas de coordenadas, e dotados de conjuntos com-
pletos de modos, (uAi , u

∗A
i ) para o sistema A e

(uBi , u
∗B
i ) para o sistema B. Desta maneira, o

campo pode ser expandido de duas maneiras.
Analogamente à Eq. (10), para o sistema A te-
mos

φ =
∑
i

(aiu
A
i + a†iu

∗A
i ), (11)

com a definição do vácuo como ai |0, A⟩ = 0,∀i.
Para o sistema B, temos

φ =
∑
j

(bju
B
j + b†ju

∗B
j ), (12)

com a definição do vácuo como bj |0, B⟩ = 0, ∀j.
Como ambas as decomposições definem o mesmo

6Um vetor de Killing é um campo vetorial que preserva
a métrica – tais campos são geradores infinitesimais de
isometrias, ou, mais simplesmente, os fluxos gerados pelos
vetores de Killing geram simetrias [16]. Na prática, se a
métrica gµν não depender de uma dada coordenada xi,
isso significa que δµi será um vetor de Killing. Ou seja, se
nenhuma das componentes da métrica depender do tempo,
o espaço-tempo deve ter automaticamente um vetor de
Killing tipo-tempo.
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campo φ e assumimos que os conjuntos de modos
são ortogonais, de acordo com (9), podemos es-
crever o operador de aniquilação em B em termos
dos operadores em A como

bj =
∑
i

(α∗
jiai − βjia

†
i ), (13)

onde αji e βji são os chamados coeficientes de Bo-
goliubov e a transformação da Eq. (13) é a cha-
mada transformação de Bogoliubov. Pergunta-
mos, então, se a definição dos vácuos dos dois
sistemas é equivalente. Para isso, calculamos

bj |0, A⟩ = −
∑
i

βjia
†
i |0, A⟩ , (14)

em que percebemos que só podemos ter a uni-
cidade do vácuo caso o coeficiente βji seja nulo.
Isso nos leva à conclusão inexorável de que dife-
rentes sistemas de referência definem diferentes
estados de vácuo, o que pode causar uma am-
biguidade sobre a definição do que entendemos
como partícula. Outro resultado interessante que
podemos obter imediatamente é o quanto de par-
tículas B existe no vácuo do sistema A. Calcula-
mos isto através do valor esperado no vácuo |0, A⟩
do operador número associado aos operadores de
B, Nj = b†jbj . Através de um cálculo direto, ob-
temos

⟨0, A|Nj |0, A⟩ =
∑
i

|βji|2, (15)

que possui a interpretação de que o vácuo |0, A⟩
possui

∑
i |βji|2 partículas associadas aos modos

uBj .

3.3 Efeito Unruh-Davies

A fim de ilustrar melhor os resultados discu-
tidos na subseção anterior, e finalmente fazer a
ponte com a discussão sobre efeitos quânticos na
vizinhança de buracos negros, vamos estudar ex-
plicitamente um exemplo físico e que nos levará a
um resultado extremamente importante e que nos
ajudará a entender o conhecido efeito Hawking.
Para isso, vamos calcular a radiação térmica de-
tectada por um observador uniformemente acele-
rado no espaço-tempo de Minkowski. Para tanto,
devemos introduzir as chamadas coordenadas de
Rindler [28] 

t = 1
ae

aξ sinh aη

x1 = 1
ae

aξ cosh aη

x2 = y

x3 = z,

(16)

com −∞ < ξ, η <∞ e a > 0 constante. Este sis-
tema de coordenadas cobre apenas uma porção
do espaço-tempo de Minkowski, i.e. a região para
qual x1 ≥ |t|, onde existe um vetor de Killing glo-
bal to tipo tempo ∂/∂η com relação ao qual pode-
mos definir modos de frequência positiva. Linhas
de η constante são retas enquanto que linhas de
ξ constante são hipérboles e, portanto, represen-
tam as linhas de universo de observadores unifor-
memente acelerados com aceleração própria dada
por ae−aξ. As coordenadas de Rindler definem a
métrica de Rindler [14]:

ds2 = e2aξ(dη2 − dξ2)− dy2 − dz2. (17)

Na porção do espaço-tempo descrita pelas coor-
denadas de Rindler, o campo escalar pode ser ex-
pandido em termos de modos de ondas planas
de Minkowski ou em termos de uma expansão
apropriada em modos associados às coordenadas
de Rindler. Como resultado, temos uma repre-
sentação dos operadores de criação e aniquila-
ção associados à Rindler b†(ω,k⊥), b(ω,k⊥)

7 em
termos dos operadores correspondentes de Min-
kowski, exatamente da forma discutida anterior-
mente. Por consequência, temos duas definições
de vácuo – o vácuo de Minkowski |0,M⟩ e o cha-
mado vácuo de Fulling |0, R⟩, respectivamente.
O valor esperado no vácuo de Minkowski do ope-
rador número de Rindler b†(ω,k⊥)b(ω

′,k′
⊥) nos

fornece quantas partículas de Rindler existem no
vácuo de Minkowski:

⟨0,M | b†(ω,k⊥)b(ω
′,k′

⊥) |0,M⟩ =
1

e2πω/a − 1

× δ(ω − ω′)δ(k⊥ − k′
⊥), (18)

que possui uma distribuição térmica do tipo Bose-
Einstein com temperatura dada por a/2π. Este
resultado nos diz que o vácuo de Minkowski é
equivalente a um banho térmico de partículas
de Rindler. Esse resultado é o chamado efeito
Unruh-Davies: um observador uniformemente
acelerado vê o vácuo de Minkowski como um es-
tado térmico de partículas de Rindler [29,30].

A pergunta que fica é como esse resultado pode
nos ajudar a entender o efeito Hawking. Pois
bem, é bem conhecido que perto do horizonte, as
coordenadas de Schwarzschild t e r se comportam

7k⊥ é o momento associado ao espaço das coordenadas
y, z na expansão em modos de Fourier do campo e −iω é
o autovalor associado ao operador ∂/∂η.
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como as coordenadas do espaço-tempo de Rin-
dler. Portanto, o efeito Unruh-Davies apresenta
uma conexão muito próxima com o efeito Haw-
king [31]. Por outro lado, uma discussão recente
sobre processos de medições por um detector em
um movimento retilíneo uniformemente acelerado
pode ser encontrada na referência [32].

4 Buracos negros quânticos – Efeito
Hawking

Para esboçarmos com mais detalhe o cálculo
original de Hawking, vamos imaginar um corpo
isolado que colapsa e que a tempos remotos está
tão espalhado e com densidade suficientemente
baixa que o espaço-tempo inteiro é quase plano.
Suponha que a um tempo próprio finito, medido
com respeito aos relógios que se movem junto
com partículas do corpo, ele colapsa para formar
um buraco negro de Schwarzschild. Aqui vamos
seguir principalmente a exposição descrita no li-
vro [23].

As propriedades dos quanta não-massivos cri-
ados pelo campo gravitacional de um buraco ne-
gro são regidos a tempos tardios por geodési-
cas nulas que se iniciam longe do corpo que co-
lapsa a tempos remotos, movem-se em direção ao
corpo para depois tornarem-se geodésicas nulas
que saem para fora do corpo e escapam logo an-
tes do mesmo colapsar para dentro do horizonte
de eventos. Tais geodésicas nulas atingem o infi-
nito nulo futuro a tempos tardios arbitrários.8

A classe relevante de geodésicas aqui são as
geodésicas nulas radiais de saída que se iniciam
na vizinhança da região externa do horizonte de
eventos. Ao longo de qualquer geodésica nula ra-
dial de saída, a coordenada nula u = t − r∗ é
constante, enquanto que ao longo de qualquer ge-
odésica nula radial de entrada a coordenada nula

8As terminologias “infinito nulo futuro" (I+) e “infi-
nito nulo passado" (I−) estão conectadas com um objeto
chamado de Diagrama de Penrose, muito utilizado em Re-
latividade Geral, que nada mais é que um diagrama bidi-
mensional que registra as relações causais entre diferentes
pontos no espaço-tempo por meio de um tratamento con-
forme do infinito. Intuitivamente, o mais longe que um
fóton (ou qualquer outra partícula não-massiva) poderia
ter vindo é do “infinito nulo passado” e o mais longe que
um fóton poderia viajar é o “infinito nulo futuro". Para
uma discussão mais detalhada, com exemplos, veja a refe-
rência [18].

Figura 1: Diagrama de Penrose para o colapso de um
corpo massivo, estático, esfericamente simétrico e isolado.

v = t+ r∗ é constante, onde r∗ fica definido por

dr∗

dr
=

(
1− 2M

r

)−1

.

Seja C uma geodésica nula radial de entrada,
definida por v = v1 para algum v1, que atra-
vessa o horizonte de eventos do buraco negro
de Schwarzschild (ver Figura 1). Seja λ um
parâmetro afim ao longo de tal geodésica.9 A
coordenada nula u é dada ao longo de C por
uma função u(λ). A grandes distâncias do ho-
rizonte de eventos, temos que u ≈ 2Eλ, onde
E é uma constante de movimento associada ao
momento pt = g0νdx

ν/dλ; por outro lado, perto
do horizonte de eventos (onde λ = 0) temos que
u ≈ −4M ln(λ/K1), onde K1 é uma constante
negativa [23].

O parâmetro afim λ ao longo de C pode ser es-
colhido de tal forma que a forma de u perto do ho-
rizonte de eventos pode ser entendida como uma
relação entre u e λ perto do horizonte [23]. Então
a distância em parâmetro afim entre os raios de
saída u(v0) e u(v) é constante ao longo do com-
primento inteiro da geodésica. Aqui, o raio de

9Um parâmetro afim é aquele que torna a aceleração
perpendicular à velocidade. No caso de uma geodésica
nula, isso significa que a derivada do vetor tangente é um
múltiplo do vetor tangente (portanto, ambos são parale-
los).
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entrada v = v0 é o último raio que atravessa o
centro do corpo e atinge I+. Raios nulos com
v > v0 entram no buraco negro através do ho-
rizonte de eventos (representado por uma linha
tracejada na Figura 1) e terminam na singulari-
dade.

Movendo-se para trás no tempo ao longo de C
através do corpo que colapsa, os raios u(v0) e u(v)
tornam-se geodésicas de entrada que se originam
em I− em v0 e v, respectivamente. A separação
afim ao longo da direção nula entre tais geodé-
sicas pode ser escolhida de forma a permanecer
constante ao longo dos seus comprimentos intei-
ros, na medida em que saem do infinito nulo pas-
sado para o futuro. Portanto, a separação afim
entre v e v0 no I− é a mesma que aquela entre
u(v) e u(v0) no I+.

Uma vez que I− está longe do corpo que co-
lapsa, a coordenada v é, ela própria, um parâme-
tro afim nessa região. Portanto, a diferença v−v0
deve estar relacionada com a separação afim entre
u(v) e u(v0) no I+, ou seja

v0 − v = K2λ (19)

onde K2 é uma constante negativa. Portanto

u(v) = −4M ln(λ/K1)

= −4M ln

(
v0 − v

K1K2

)
(20)

onde o produto K1K2 produz uma constante po-
sitiva. É essa relação que determina o espectro
das partículas criadas quando consideramos cam-
pos quantizados [23].

Agora, seja um campo escalar real φ obede-
cendo à equação de campo □φ = 0. As par-
tículas observadas a tempos tardios são criadas
a uma distância afim pequena a partir do hori-
zonte de eventos. O espectro não é afetado pela
região interna do buraco negro. Vamos supor
que obtivemos um conjunto completo de soluções
de frequência positiva de entrada (de energia ω)
da equação de campo a tempos remotos e gran-
des distâncias, representado por (fω, f

∗
ω). Assim

sendo, pode-se escrever o campo no espaço-tempo
inteiro na forma

φ =

∫
dω(aωfω + a†ωf

∗
ω), (21)

e temos as relações de comutação

[aω, a
†
ω′ ] = δ(ω − ω′), (22)

etc.
Assim como em I− discutido acima, a definição

de soluções de frequência positiva no I+ não tem
ambiguidades. Seja pω as soluções da equação de
campo que possui zero dados de Cauchy no ho-
rizonte de eventos e que são assintoticamente de
saída e de frequência positiva em I+. Assuma que
(pω, p

∗
ω) formam um conjunto completo de solu-

ções no infinito nulo futuro. Um pacote de onda
formado pela superposição dos pω é de saída e lo-
calizado para grandes distâncias radiais a tempos
tardios.

Por outro lado, a solução mais geral da equa-
ção de campo terá uma parte que é de entrada no
horizonte de eventos a tempos tardios. Portanto,
devemos apresentar um conjunto de soluções qω
de tal forma que uma superposição delas a tempos
tardios é localizada perto do horizonte de even-
tos e tem zero dados de Cauchy em I+. Suponha
que (qω, q∗ω) formam um conjunto completo de so-
luções no horizonte. Uma vez que os pacotes de
onda formados por pω e qω estão em regiões dis-
juntas a tempos tardios, o produto interno deles
deve se anular.

Assim sendo, podemos expandir também o
nosso campo no espaço-tempo inteiro utilizando
pω e qω:

φ =

∫
dω(bωpω + cωqω

+ b†ωp
∗
ω + c†ωq

∗
ω), (23)

e as relações de comutação

[bω, b
†
ω′ ] = δ(ω − ω′)[

cω, c
†
ω′
]

= δ(ω − ω′), (24)

etc.
Vamos escolher o estado de vácuo |0⟩ como

sendo aquele com zero partículas do campo no
I−, ou seja, aω|0⟩ = 0 para todo ω. Conforme
discutido anteriormente, o espectro de partículas
de saída pode ser determinado pelos coeficientes
da transformação de Bogoliubov que relaciona bω
com aω′ e a†ω′ . Como (fω, f

∗
ω) formam um con-

junto completo de soluções, podemos escrever que

pω =

∫
dω′(αωω′fω′ + βωω′f∗

ω′) (25)

e, utilizando a definição do produto interno dada
acima:

βωω′ = −
(
f∗
ω′ , pω

)
αωω′ =

(
fω′ , pω

)
. (26)
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Podemos formar um pacote de ondas a par-
tir da superposição dos pω para uma extensão de
frequências perto de um dado valor ω. Os coefici-
entes de tal superposição podem ser escolhidos de
tal forma que o pacote de onda de saída atinge o
I+ ao longo de uma geodésica nula caracterizada
por um valor constante grande de u. As compo-
nentes pω desse pacote podem ser expressas em
termos de fω e f∗

ω por meio de (25). Agora, ima-
gine que estamos propagando esse pacote de onda
para trás no tempo. Parte dele será espalhado
de volta em direção ao futuro pelo espaço-tempo
curvo, e atingirá o I− como uma superposição
dos fω′ com frequências perto da frequência ori-
ginal ω. Outra parte do pacote irá atravessar o
centro do corpo em colapso e atingirá o I− como
uma superposição de fω e f∗

ω tendo valores de
frequência que sofreram um forte deslocamento
de Doppler para o azul, ω′ ≫ ω.

Portanto, os pω nessa última parte do pacote
de onda podem ser expressos em termos de fω
e f∗

ω por meio da equação (25) com coeficientes
αωω′ e βωω′ com ω′ ≫ ω. Além disso, os valores
relevantes de ω′ tornam-se arbitrariamente altos
a tempos suficientemente tardios (isto é, na me-
dida em que u → ∞). Portanto, o espectro a
tempos tardios das partículas de saída é determi-
nado pela forma assintótica dos coeficientes βωω′

para valores arbitrariamente altos de ω′.
Para determinarmos tais coeficientes, devemos

rastrear esta última parte de pω para trás no
tempo ao longo de uma geodésica de saída que
possui um grande valor para u. Tal geodésica
atravessa o centro do corpo em colapso logo an-
tes da formação do horizonte de eventos, e emerge
como uma geodésica de entrada caracterizada por
um valor de v muito próximo à v0. O valor de v
no qual o pacote de onda atinge o I− fica rela-
cionado com o valor de u que ele possuía no I+
pela relação mencionada anteriormente:

u(v) = −4M ln

(
v0 − v

K

)
(27)

onde K = K1K2. A localização do centro desse
pacote de onda formado pelos pω com uma pe-
quena extensão de frequências perto de ω pode
ser determinado pelo princípio da fase estacioná-
ria. Segue-se que, em tempos remotos, as com-
ponentes de pω que formam a parte do pacote de
onda que atravessa o corpo em colapso e atinge o

I− em v possuem a forma

pω ∼ ω−1/2r−1e−iωu(v)S(θ, ϕ) (28)

onde v < v0, números quânticos discretos estão
suprimidos por conveniência e o fator ω−1/2 é ne-
cessário de acordo com a normalização do pro-
duto interno. Os fω′ na expansão (25) tem forma
assintótica perto de I− dada por

fω ∼ ω−1/2r−1e−iωvS(θ, ϕ) (29)

onde v = t + r < v0 é a coordenada nula de
entrada em I−.

Utilizando essas formas assintóticas para pω e
fω′ , o teorema de Fourier pode ser utilizado para
se mostrar que [23]

αωω′ = C

∫ v0

−∞
dv

(
ω′

ω

)1/2

eiω
′ve−iωu(v)

βωω′ = C

∫ v0

−∞
dv

(
ω′

ω

)1/2

e−iω′ve−iωu(v)

onde C é uma constante. Após uma série de
cálculos e manipulações algébricas, encontramos
que [23]

|αωω′ |2 = e8πMω|βωω′ |2 (30)

para a parte do pacote de onda que foi propagada
para trás no tempo através do corpo em colapso
logo antes da formação do buraco negro. Para as
componentes pω desta parte do pacote de onda,
temos o produto interno

(pω, pω′) = Γ(ω)δ(ω − ω′) (31)

onde Γ(ω) é a fração de um pacote de onda de
saída de frequência ω em I+ que se propagaria
para trás no tempo através do corpo em colapso
para o I−. Pode-se mostrar que [23]

Γ(ω)δ(ω − ω′) =

∫
dW (α∗

ωWαω′W − β∗
ωWβω′W ).

(32)
A informação sobre as partículas que são criadas
no colapso do corpo para formar o buraco negro
deve estar contida em bω:

⟨0|b†ωbω|0⟩ =
∫

dω′|βωω′ |2. (33)

Deve-se tomar cuidado ao se efetuar este cálculo
pois a presença de uma função delta δ(ω − ω′)
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produz um valor infinito. Para uma represen-
tação apropriada da função delta, encontramos
que [23]

lim
T→∞

Γ(ω)(T/2π) = (e8πMω − 1)

∫
dω′|βωω′ |2

e portanto

⟨0|b†ωbω|0⟩ = lim
T→∞

(T/2π)Γ(ω)
1

e8πMω − 1
. (34)

A interpretação desse resultado é que, a tem-
pos tardios, o número de partículas criadas por
unidade de frequência angular e por unidade de
tempo que atravessa uma superfície de raio R
(onde R é muito maior que a circunferência do
horizonte de eventos do buraco negro) é dada por

(2π)−1Γ(ω)
1

e8πMω − 1
. (35)

Isto implica que o buraco negro de Schwarzs-
child emite (e absorve) radiação térmica como um
corpo cinza de absortividade Γ(ω) à temperatura
(8πM)−1 = (2π)−1g, onde g = (4M)−1 é a gra-
vidade superficial do buraco negro de Schwarzs-
child. Este é, em sua essência, o resultado de-
rivado por Hawking e conhecido como radiação
Hawking. Compare com o resultado encontrado
para o caso do espaço-tempo de Rindler.

Um dos resultados mais interessantes aqui é
que, conforme discutimos anteriormente, a defi-
nição de vácuo não é única em um espaço-tempo
curvo; podemos, por exemplo, considerar dois ti-
pos de “vácuo" aqui, um associado às coordena-
das de Schwarzschild, definidas pela equação (2),
denotado por |0, S⟩, e outro associado à extensão
completa de Kruskal-Szekeres, mencionada na in-
trodução, e representado por |0,K⟩. A questão é
que pode-se mostrar que |0, S⟩ possui uma analo-
gia profunda com o vácuo de |0, R⟩ discutido ante-
riormente, e |0,K⟩ seria análogo ao vácuo de Min-
kowski. Por sua vez, como vimos acima, as coor-
denadas de Schwarzschild descrevem apenas uma
parte do espaço-tempo, semelhantemente às co-
ordenadas de Rindler em Minkowski. Ou seja, de
forma análoga ao efeito Unruh-Davies, o estado
puro |0,K⟩, definido em todo o espaço-tempo do
buraco negro, aparece a um observador confinado
a uma porção do espaço-tempo como um estado
misto [14].

O processo de emissão de um espectro térmico
de partículas por um buraco estabelece uma co-
nexão profunda com a segunda lei generalizada

da termodinâmica de acordo com a qual um bu-
raco negro tem entropia proporcional à área do
horizonte de eventos.

5 O problema da perda de informação e
algumas possíveis soluções

Em seu cálculo original, Hawking considerou
um campo quantizado em um espaço-tempo clás-
sico de um corpo que colapsa para formar um
buraco negro. Como vimos acima, utilizando
transformações de Bogoliubov, ele encontrou que
um observador distante em tempos tardios irá
detectar um fluxo de partículas com um espec-
tro térmico. Esse fluxo térmico surge por conta
da formação de um horizonte de eventos devido
ao colapso gravitacional do corpo. Heuristica-
mente, esse fluxo pode ser imaginado da seguinte
forma [11,14]. Pares de partículas/antipartículas
de comprimento de onda λ são criados esponta-
neamente pelo vácuo quântico em torno do bu-
raco negro. Tais pares se separam por uma dis-
tância típica ∼ λ antes de se aniquilarem. Con-
tudo, a presença do horizonte de eventos poten-
cialmente perturba esse processo de aniquilação;
tipicamente, para λ ∼ M , o tamanho do buraco
negro, forças de maré intensas operam de forma a
evitar a aniquilação. O resultado é que uma das
partículas do par, de energia positiva, consegue
escapar para o infinito, contribuindo para o fluxo
de energia de Hawking, enquanto que a antipartí-
cula correspondente, presa pelo poço de potencial
profundo, atravessa o horizonte de eventos para
dento do buraco negro. Portanto, tudo acontece
como se o buraco negro irradiasse quanta com
comprimentos de onda da ordem de M [14].

O fluxo de energia emitido pelo buraco negro
implica que sua massa decresce. Durante esse
processo de evaporação do buraco negro, a gravi-
dade superficial e a temperatura do buraco negro
crescem. E qual seria o estado final da evapora-
ção?

Este tem sido um ponto de grande controvér-
sia e que surgiu logo após a derivação do efeito
Hawking exposta acima [33]. Essencialmente o
problema é o seguinte. Considere um processo
no qual um buraco negro é formado através de
um processo físico e depois evapora inteiramente
através da emissão de radiação Hawking. A forma
detalhada da radiação seria independente do es-
tado inicial do buraco negro e só deve depender
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Figura 2: Diagrama de Penrose para ilustrar a perda da
informação.

apenas de massa, carga elétrica e/ou momento
angular do buraco negro, em conformidade com
o famoso teorema da calvície. Isto é, o cálculo
de Hawking sugere que as informações sobre os
detalhes do estado inicial devem ser permanente-
mente perdidas. No entanto, isso viola um prin-
cípio fundamental da teoria quântica – o de con-
servação da informação. Especificamente, na Me-
cânica Quântica, a evolução da função de onda é
determinada por um operador unitário, e a unita-
riedade determina que estados puros só evoluem
no tempo para estados puros e não um estado
misto característico da radiação Hawking. Em
outras palavras, espalhamento não pode ser des-
crito utilizando uma matriz S tradicional nesse
caso – veja a Figura 2.

Após a identificação do suposto problema,
Hawking e Bekenstein desenvolveram argumentos
teóricos presumivelmente convincentes que suge-
rem que a evaporação do buraco negro perde in-
formações e, portanto, é inconsistente com a uni-
tariedade. Isso leva ao paradoxo da informação.
Como o paradoxo indica que princípios da me-
cânica quântica seriam violados pela formação e
evaporação de buracos negros, Hawking classifi-
cou o paradoxo em termos de uma “quebra da
previsibilidade no colapso gravitacional" [33].

Há várias formas de se abordar esse paradoxo.
Um relato recente abrangente pode ser encon-
trado na referência [34]. Inclusive, não necessa-
riamente esse paradoxo corresponderia a um co-

lapso sério da teoria quântica. Por exemplo, Wald
e Unruh argumentam que esse não é um resultado
tão incomum como parece à primeira vista [35].
Com efeito, o mesmo tipo de fenômeno pode ocor-
rer para um campo quântico não-massivo em um
espaço-tempo plano se consideramos sua evolu-
ção temporal de uma hipersuperfície de Cauchy
inicial até uma hipersuperfície final que não é
uma superfície de Cauchy para o espaço-tempo
de Minkowski. A consequência é a mesma discu-
tida acima: o estado final será misto mesmo que
se inicie com um estado puro. Em ambos os ca-
sos, eles argumentam, o “colapso" de uma descri-
ção tradicional em termos de uma matriz S usual
é diretamente atribuído a uma incompletude da
caracterização do campo em termos de seu estado
final. Em particular, em ambos os casos todas as
leis de conservação locais continuarão a valer e
nenhum fenômeno qualitativamente novo poderá
ser percebido por qualquer família de observado-
res fazendo medidas sobre uma região compacta
do espaço-tempo [24].

Peres e Terno também argumentam a favor de
uma interpretação menos “catastrófica" da perda
de informação no processo de evaporação de bu-
racos negros [36]. Em sua essência, eles chamam
atenção para o fato de que hoje se sabe que a
evolução de estados puros para estados mistos é a
regra geral quando uma intervenção clássica é im-
posta a um sistema quântico. No presente caso,
o agente clássico é a própria métrica do espaço-
tempo, que é emprestada da Relatividade Geral
clássica. As tentativas de se introduzir uma dinâ-
mica clássica quântica híbrida não são matema-
ticamente inconsistentes, mas violam o princípio
da correspondência e seriam fisicamente inaceitá-
veis [36].

Em todo caso, há diversas propostas na litera-
tura delineadas para se resolver o paradoxo [34].
Por falta de espaço não iremos abordar todas elas;
vamos discutir apenas algumas delas que julga-
mos serem mais pertinentes.

Uma abordagem interessante foi proposta por
Susskind, Thorlacius e Uglum e é conhecida como
complementariedade de buracos negros [37]. A
ideia aqui é assumir que a informação é tanto
refletida no horizonte de eventos como também
transmitida para a região interna do buraco ne-
gro, atravessando o horizonte de eventos, e não
pode escapar, mas supondo que nenhum observa-
dor pode confirmar ambas as histórias simulta-
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neamente. Isso não quer dizer que existam duas
cópias da informação – uma no horizonte ou fora
dele, e a outra dentro do buraco negro. Em vez
disso, um observador só pode detectar a infor-
mação no próprio horizonte, ou dentro dele, mas
nunca os dois simultaneamente. Uma consequên-
cia dessa proposta é que radiação Hawking emi-
tida “recentemente" deve estar emaranhada com
a radiação Hawking emitida a tempos remotos,
assim como também deve estar emaranhada com
graus de liberdade “escondidos" atrás do hori-
zonte [38,39].

Contudo, apontou-se que a complementaridade
de buraco negro viola a chamada monogamia do
emaranhamento, que afirma que se duas entida-
des quânticas compartilham um grau máximo de
emaranhamento, então elas não poderiam estar
emaranhadas com uma terceira entidade. Para
resolver esse problema, Almheiri, Marolf, Pol-
chinski e Sully argumentam que somos eventu-
almente forçados a abandonar um dos três prin-
cípios: o princípio da equivalência de Einstein,
a unitariedade ou a teoria quântica de campos
em espaço-tempo curvo. A escolha mais “conser-
vadora" na opinião deles seria permitir violar o
princípio de equivalência. Essa violação ocorre
pois eles assumem que o emaranhamento exis-
tente entre a partícula que cai e a partícula que sai
deve ser quebrado. Quebrar esse emaranhamento
implicaria na formação de um “firewall" no ho-
rizonte de eventos do buraco negro, e que iria
contra o fato de que queda livre é indistinguível
da flutuação no espaço vazio (de acordo com o
princípio de equivalência) [40]. Uma forma de se
evitar a criação de um firewall foi proposta por
Susskind e Maldacena, e vem com a denominação
de “ER=EPR", o que seria uma conjectura que
afirma que duas partículas emaranhadas (EPR,
Einstein-Podolski-Rosen) estarião conectadas por
um buraco de minhoca (ER, ponte de Einstein-
Rosen) [41].

Uma solução talvez menos exótica para o pro-
blema da perda de informação foi apresentada há
pouco anos atrás por Hawking, Perry e Stromin-
ger [42]. Eles observaram que os buracos negros
podem conter “cabelos suaves". Partículas não-
massivas, como fótons e grávitons, podem existir
com energia arbitrariamente baixa e são chama-
das de partículas suaves. A resolução proposta
por eles postula que as informações sobre o es-
tado inicial são armazenadas em tais partículas

suaves.
Em todo caso, desde a proposta de 1997 da cor-

respondência AdS/CFT (Anti-de Sitter/Teoria
de campos conforme),10 a crença predominante
é que a informação é de fato preservada na eva-
poração do buraco negro. Por fim, resultados re-
centes também mostram que a entropia de ema-
ranhamento de buracos negros realmente segue a
curva de Page, indicando que a informação pode
sair de dentro do buraco negro.11

6 Gravitação quântica a baixas energias

Conforme salientamos anteriormente, a teoria
quântica de campos em espaço-tempo curvo é
uma primeira abordagem ao problema da quan-
tização das interações gravitacionais em que ana-
lisamos o problema primeiramente sob o ponto
de vista de uma abordagem semiclássica – laços
de grávitons são ignorados em primeira ordem
na teoria de perturbação. Contudo, como pu-
demos ver na exposição sobre radiação Hawking
acima, espera-se que efeitos quânticos da gravi-
tação sejam importantes em diversos contextos,
talvez notadamente em processos de evaporação
de buracos negros.

Na verdade, a questão vai além da história dos
buracos negros relatada aqui. Podemos reformu-
lar esse ponto perguntando-se se seria consistente
ter tudo descrito por campos quânticos, mas ter
a gravidade mantida sempre clássica. Como atu-
almente entendemos a teoria quântica, isso não é
possível [44]. Há diversas formas de se entender
esse ponto. Por exemplo, Steven Weinberg, em
particular, apresentou um argumento relevante
em que afirma que qualquer teoria quântica que

10A correspondência anti-de Sitter/teoria de campo con-
forme, descoberta por Maldacena em 1997, é uma con-
jectura sobre uma relação entre dois tipos de teorias fí-
sicas [43]. De um lado estão os espaços anti-de Sitter
(AdS), e do outro lado da correspondência estão as teorias
de campos conformes (CFT). Grande parte da utilidade
da correspondência resulta do fato de ser uma dualidade
forte-fraca: quando os campos da teoria quântica de cam-
pos estão interagindo fortemente, os da teoria gravitacio-
nal estão interagindo fracamente.

11A entropia de emaranhamento é uma medida do grau
de emaranhamento quântico entre dois subsistemas que
constituem um sistema quântico composto de duas partes.
A curva de Page seria a curva que deveria ser descrita pela
entropia de emaranhamento associado a um buraco negro
de forma a termos preservação da informação durante todo
o processo de evaporação.
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satisfaça a invariância de Lorentz, causalidade, si-
metria de cruzamento e decomposição de cluster
será descrita por uma teoria quântica de cam-
pos [45, 46]. Ao se aplicar esse raciocínio às inte-
rações gravitacionais, chegamos inexoravelmente
à conclusão de que os princípios gerais de relativi-
dade, unitariedade e causalidade devem transfor-
mar o potencial gravitacional newtoniano em um
propagador de Feynman quântico [44]. Isso sig-
nifica que, em um procedimento de quantização
via integrais de trajetória, não poderíamos deixar
o gráviton fora das variáveis de integração, pois
se o fizéssemos não obteríamos o propagador de
Feynman para os grávitons – isso não permitiria
a interação gravitacional de dois corpos massivos,
o que ocorre devido à troca de um gráviton.

Esta conclusão também pode ser obtida de di-
ferentes maneiras. Como um exemplo recente, os
trabalhos [47, 48] mostraram que para entender
de forma consistente um experimento imaginário
envolvendo superposição de cargas ou massas, no
eletromagnetismo ou na gravidade, é necessário
levar em conta a existência de radiação - fótons
ou grávitons. Existem vários argumentos anteri-
ores que dizem que, por consistência, o potencial
gravitacional também deve ser acompanhado por
grávitons [49–51].

Se precisamos, por uma questão de consistên-
cia, sempre considerar a quantização das inte-
rações gravitacionais, por que não partirmos de
uma teoria quântica da gravitação desde o iní-
cio para, por exemplo, compreendermos o efeito
Hawking? A razão para isso já foi delineada ante-
riormente – como a constante de acoplamento as-
sociada à quantização da Relatividade Geral pos-
sui dimensões, uma teoria de perturbação feita da
forma tradicional estaria fadada ao fracasso. O
termo técnico para isso é que a Relatividade Ge-
ral quântica não é uma teoria perturbativamente
renormalizável – para se absorver os infinitos (as-
sociados ao comportamento da teoria em altas
energias) genericamente gerados em cada ordem
da teoria de perturbação, seria necessário um nú-
mero infinito de contratermos e, em princípio, isso
acarretaria em sérios problemas para a capaci-
dade preditiva da teoria

Entretanto, uma teoria não-renormalizável
ainda pode ser preditiva; em particular, teorias
não-renormalizadas podem, apesar de tudo, ser
renormalizadas [27]. Todas essas questões ficam
resolvidas dentro do contexto das teorias de cam-

pos efetivas. Com efeito, a lógica da teoria de
campo efetiva agora fornece o entendimento bá-
sico. As primeiras técnicas quânticas não funci-
onaram bem para a Relatividade Geral. No en-
tanto, o ponto de vista moderno é adequado para
a gravidade. Temos uma teoria da Relatividade
Geral quântica que a trata, dentro de vários limi-
tes, como uma teoria de campo efetiva.

Nossa teoria fundamental é agora definida por
uma integral de trajetória sobre os graus de li-
berdade dinâmicos guiados por uma lagrangiana
local. Na verdade, pensamos em toda a nossa
teoria central como uma teoria de campo efetiva
válida a baixas energias. A partir deste ponto
de vista, a Relatividade Geral também é funda-
mentalmente uma teoria quântica [44]. Os graus
de liberdade da métrica precisam ser dinâmicos
e precisam ser incluídos na integral, porque, caso
contrário, não poderíamos obter a física clássica,
como as ondas gravitacionais [44].

A ideia central de toda teoria de campo efe-
tiva é que os graus de liberdade de baixa ener-
gia se organizam como campos quânticos, regidos
por uma lagrangiana local, em geral contendo os
chamados termos não-renormalizáveis suprimidos
por potências de escala de energia grande. No
entanto, pode-se fazer previsões sem o conheci-
mento de toda a teoria de alta energia [44].

Em resumo, chegamos em duas conclusões
muito importantes. A primeira e mais relevante
aqui é que afirmações de que a Relatividade Ge-
ral é inconsistente com a Mecânica Quântica es-
tão simplesmente erradas. Técnicas modernas de
teoria quântica de campos - teoria de campo efe-
tiva - nos ajudam a extrair previsões quânticas
físicas. A Relatividade Geral é uma boa teoria
de campos, e produz resultados que fazem sen-
tido para escalas de energia bem abaixo da escala
de Planck. Por outro lado, a segunda questão é
que nosso ponto de partida para os outros cam-
pos também aponta para a natureza quântica do
gráviton. Em particular, ressaltamos que não é
que tenhamos física clássica e tratemos a quanti-
zação como uma etapa extra opcional – a visão
moderna é que nosso ponto de partida é quântico
e que a compreensão do limite clássico é o passo
extra [44].

Inclusive, em um nível mais filosófico, se qui-
sermos reconstruir o mundo, incluindo o limite
clássico, a partir do tratamento de integrais de
trajetória, então os resultados clássicos precisam
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estar contidos em algum lugar na expansão de di-
agramas de Feynman. Esse insight foi desenvol-
vido pela primeira vez em um programa de cál-
culo para física clássica de ondas gravitacionais
por Goldberger e Rothstein [52]. Com alguns de-
senvolvimentos posteriores, tornou-se uma linha
de pesquisa importante para a obtenção de re-
sultados clássicos utilizando-se técnicas da teoria
quântica de campos.

De fato, os métodos modernos de cálculos de
amplitudes quânticas nos permitem estudar a co-
lisão de buracos negros de Kerr na Relatividade
Geral de Einstein [53–55]. Como sabemos, o te-
orema da calvície afirma que eles são caracteri-
zados por apenas três parâmetros clássicos obser-
váveis: massa, carga elétrica e momento angu-
lar. Isso sugere que um buraco negro pode ser
visto como uma partícula puntiforme [56]. Por
sua vez, do ponto de vista das amplitudes de es-
palhamento on-shell, o primeiro passo é a deter-
minação das amplitudes envolvendo 3 partículas.
Para o caso de Kerr, essa amplitude é dada pela
noção de algo que chamamos de acoplamento mí-
nimo, como esperado do teorema da calvície. Isso
faz com que a partícula massiva pareça o mais
elementar possível. Além disso, foi demonstrado
recentemente que o potencial para buracos negros
de Kerr pode ser de fato recuperado em todas as
ordens a partir do acoplamento mínimo [55,57].

O limite mais óbvio para a teoria do campo
efetiva está em altas energias ou grande curva-
tura. Em alguma escala de energia, nosso conhe-
cimento sobre graus de liberdade corretos ou de
suas interações falha. Precisamos então de uma
teoria mais completa. Ou talvez se os mesmos in-
gredientes permanecerem válidos, perto da escala
de Planck entraríamos em um regime fortemente
acoplado onde as técnicas das teorias efetivas se-
riam inúteis [44].

A teoria de campo efetiva deve ser boa no infra-
vermelho, e não há indicação de que isso não seja
correto [44]. No entanto, existem limitações téc-
nicas sobre o que podemos fazer com as técnicas
atuais, que se tornam mais óbvias no infraverme-
lho extremo. Um exemplo famoso onde as expec-
tativas das teorias efetivas não são cumpridas no
infravermelho extremo é fornecido pelo problema
da constante cosmológica. Comumente identifi-
camos a constante cosmológica com a energia do
vácuo quântico. Como não há uma simetria no
Modelo Padrão das partículas elementares que

“proteja" a energia do vácuo, uma simples aná-
lise dimensional nos diria que a constante cosmo-
lógica deve ser da ordem da escala de Planck, o
que dá cerca de 120 ordens de magnitude maior
do que as observações sugerem.

Outro lugar onde se espera encontrar limites
para as teorias efetivas é na física dos buracos ne-
gros. Podemos ilustrar essa questão da seguinte
maneira [58]. Vamos comparar duas teorias efe-
tivas, a teoria de Fermi para as interações fracas
(que funciona bem para escalas de energia abaixo
da escala fraca fornecida pela constante de aco-
plamento de Fermi, G−1/2

F ), e a Relatividade Ge-
ral vista como uma teoria de campos efetiva. Se
considerarmos um processo de espalhamento en-
volvendo dois léptons12 a energias bem menores
que G

−1/2
F , podemos fazer previsões bem preci-

sas fazendo-se cálculos com a teoria de Fermi. E
de forma similar, se espalharmos duas partícu-
las massivas a energias bem abaixo da escala de
Planck, podemos calcular com alta precisão em
correções gravitacionais quânticas o que aconte-
cerá.

Por outro lado, se espalharmos nossos léptons
a energias muito acima de G

−1/2
F , estaremos fora

dos limites de aplicabilidade da teoria de Fermi,
e ela não permitiria dizer o que se sucede nesse
tipo de processo – cálculos dentro dessa teoria
nesse contexto produziriam resultados absurdos.
Contudo, se imaginarmos a situação análoga para
a gravidade – ou seja, espalhamento a energias
muito mais altas que a escala de Planck – nós
sabemos exatamente o que irá ocorrer: um bu-
raco negro se formará! Este será um buraco ne-
gro “gigante" de massa muito maior que a escala
de Planck, com um tempo de vida da ordem de
dias. Será bem descrito pela Relatividade Geral
clássica por algum tempo macroscópico e, em se-
guida, pela Relatividade Geral semiclássica para
uma certa fração do tempo de vida completo. De
fato, sabemos como descrever a evaporação quase
que completamente [58].

Então algo profundamente diferente está acon-
tecendo. O ponto-chave é que, na gravidade, o
ultravioleta distante da teoria é controlado pela
física infravermelha (IF) clássica. Esta é obvia-

12Um lépton é uma partícula elementar de spin semi-
inteiro que não experimenta a interação forte nuclear.
Existem duas classes principais de léptons: léptons car-
regados (como o elétron, por exemplo), e léptons neutros
(também conhecidos como neutrinos).
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mente uma particularidade que não vemos em ou-
tras teorias efetivas. Esta não é uma ideia nova;
há muito se sabe que a gravidade contém efeitos
de baixa energia que não podem ser compreendi-
dos no contexto da teoria efetiva. O fato de que
os buracos negros irradiam em temperaturas in-
versamente proporcionais às suas massas requer
algum tipo de “mistura UV/IF” na gravidade.

7 Conclusões

Nessa exposição, procuramos fazer um breve
estudo sobre buracos negros, destacando os pon-
tos principais relacionados à derivação de Haw-
king sobre o processo de emissão térmica por bu-
racos negros devido à efeitos quânticos. Mostra-
mos como esse resultado estabelece uma conexão
forte entre as leis da mecânica de buracos negros
e as leis da termodinâmica, uma analogia pen-
sada muito antes da aplicação da teoria quântica
aos buracos negros. Examinamos também como
a descoberta de Hawking poderia criar outro pro-
blema, associado aos estágios finais da evapora-
ção de buracos negros. Finalmente, fizemos uma
ligeira digressão sobre a Relatividade Geral en-
quanto teoria de campo efetiva.

Ainda há muito a se entender sobre o pro-
cesso de evaporação de buracos negros. Aqui
uma possível observação experimental seria de
grande utilidade. Para buracos negros astronô-
micos, isso é quase impossível – sob condições ex-
perimentalmente alcançáveis para sistemas gra-
vitacionais, esse efeito é muito pequeno para ser
observado diretamente. Contudo, foi previsto
que a radiação de Hawking poderia ser estu-
dada por analogia usando buracos negros sôni-
cos, nos quais as perturbações sonoras são aná-
logas à luz em um buraco negro gravitacional e
o fluxo de um fluido aproximadamente perfeito
é análogo à gravidade [59–62]. Observações da
radiação Hawking foram relatadas, em buracos
negros sônicos empregando condensados de Bose-
Einstein [63–65].

O estudo de buracos negros quânticos nos re-
vela que efeitos quânticos da gravitação durante
os estágios finais do processo de evaporação de
um buraco negro podem ser altamente relevan-
tes. Conforme salientamos acima, a gravidade
quântica não é opcional. Embora provavelmente
não saibamos o resultado experimental tão cedo
em relação às várias opções, ainda há muito a

aprender sobre a consistência e a estrutura das
teorias. Mas sabemos que todas as teorias da
gravidade quântica precisam ser reduzidas à te-
oria do campo efetiva da Relatividade Geral no
limite apropriado. Essa teoria de campo efetiva
fornece uma base para nossa exploração da gra-
vitação quântica, e a física dos buracos negros
certamente nos fornece uma formidável motiva-
ção científica.
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