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Resumo
A teoria das interações eletrofracas tem sido sistematicamente verificada por meio de
experimentos ao longo dos últimos 40 anos. As suas confirmações começaram a surgir
no final da década de 70 com a detecção dos bósons de gauge W± e Z0, culminando na
descoberta do bóson de Higgs em 2012. Devido toda sua previsibilidade, a teoria foi elevada
ao status de Modelo Padrão das Interações Eletrofracas. Esse acontecimento justifica a
importância de estudar seus fundamentos teóricos e sua fenomenologia. Nesta dissertação,
estudaremos detalhadamente os fundamentos da teoria das interações eletrofracas, incluindo
teoria de campos 1, teoria de gauge e o mecanismo de Higgs. O Modelo Padrão (MP) tem
como base a teoria de campos e o mecanismo de Higgs e é guiada por princípios de gauge. Os
férmions desempenham um papel fundamental no modelo em questão, constituindo o setor
da matéria e podendo ser classificados em léptons ou quarks. Nesse sentido, realizaremos
um estudo do MP, analisando cada setor individualmente e, em termos de fenomenologia,
serão examinadas as contribuições do modelo para a reação e+e− −→ W+W−.

Apesar do sucesso experimental alcançado pelo MP, sua incapacidade de explicar a massa
dos neutrinos, cuja natureza maciça foi comprovada nos experimentos de oscilações entre
neutrinos em 1998, evidencia a necessidade de uma extensão do modelo. Na segunda parte
desta dissertação, será abordada a extensão do MP que incorpora o Mecanismo Seesaw do
Tipo-I, responsável pela geração das pequenas massas dos neutrinos.

Palavras-chaves: Modelo Padrão. Teorias de Gauge. Quebra Espontânea de Simetria.
Mecanismo de Higgs. Mecanismo Seesaw Tipo-I.

1 A teoria de campos em questão é “teoria quântica de campos”.



Abstract
The theory of electroweak interactions has been systematically verified through experiments
over the past 40 years. Its confirmations began to emerge in the late 1970s with the
detection of the W± and Z0 gauge bosons, culminating in the discovery of the Higgs boson
in 2012. Due to all its predictability, the theory was elevated to the status of Standard
Model of Electroweak Interactions. This event justifies the importance of studying its
theoretical foundations and its phenomenology. In this dissertation, we will study in detail
the fundamentals of the theory of electroweak interactions, including field theory 2, gauge
theory and the Higgs mechanism. The Standard Model (MP) has based on field theory
and the Higgs mechanism and is guided by gauge principles. Fermions play a fundamental
role in the model in question, constituting the sector of matter and can be classified into
leptons or quarks. In this sense, we will carry out a study of the MP, analyzing each sector
individually and, in terms of phenomenology, will be examined the model contributions to
the reaction e+e− −→ W+W−.

Despite the experimental success achieved by MP, its inability to explain mass of neutrinos,
whose massive nature was proven in experiments of oscillations between neutrinos in 1998,
highlights the need for an extension of the model. In the second part in this dissertation,
the extension of the MP that incorporates the Seesaw Mechanism of the Type-I, responsible
for generating the small masses of neutrinos.

Keywords: Standard Model. Gauge Theories. Spontaneous Symmetry Breaking. Higgs
Mechanism. Seesaw Type-I Mechanism.

2 The field theory in question is “quantum field theory”.
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Introdução

A construção de uma teoria de gauge que descreve a dinâmica de um determinado
fenômeno físico é realizada por meio de uma análise do comportamento do sistema em
questão sob a ação de interações, baseando-se num grupo de simetria. As teorias de gauge
são teorias quânticas que apresentam simetrias que são invariantes sob transformações
locais que fazem com que o campo que descreve um sistema físico apresente comportamento
diferente para cada ponto do espaço-tempo [1]. Essas teorias se subdividem em dois grupos:
as abelianas, as quais suas transformações comutam, ou seja, não importa a ordem que estas
transformações são realizadas no campo; e as não-abelianas, que apresentam transformações
que não comutam [2]. O fato das partículas serem maciças é um entendimento desafiador
até então, uma vez que pressupostos teóricos responsáveis por atribuírem as massas dos
férmions eram desconhecidos.

Sabendo da existência de simetrias discretas e contínuas e que essas podem ser
exatas ou aproximadas, existem duas maneiras de analisar a quebra de simetria a partir
da lagrangiana que descreve a dinâmica do fenômeno. A primeira situação é quando
tanto a lagrangiana quanto o estado de vácuo (estado de mínima energia) são invariantes
sob transformações de simetria. Já o segundo caso é considerar que a lagrangiana seja
invariante sob transformações de grupo, mas que seu estado de vácuo seja não invariante
frente às transformações de simetria. Portanto, quando a simetria é espontaneamente
quebrada, o estado de menor energia não apresenta a mesma configuração de simetria
que o sistema original [3][4]. O Teorema de Goldstone estabelece uma relação entre a
quebra espontânea de simetria contínuas e o surgimento de bósons escalares, os quais são
partículas de spin zero e sem massa, denominados de bósons de Goldstone [5].

O mecanismo de Higgs é um processo que estabelece uma relação entre o conceito
de invariância de gauge e a quebra espontânea de simetria local. Esse mecanismo está
intimamente relacionado com a conservação do grau de liberdade de gauge e é responsável
por gerar massa para os campos de gauge por meio de redefinições nos campos não maciços
que surgem devido a quebra espontânea de simetria global, introduzindo um novo campo
vetorial na teoria [6]. Além disso, também ocorre o surgimento de uma nova partícula, o
bóson de Higgs [7][8].

A primeira grande teoria de sucesso de gauge foi a Eletrodinâmica Quântica (QED)
que é capaz de descrever o campo eletromagnético e a sua interação com a matéria.
Respaldado na QED, Schwinger forneceu teoricamente uma descrição para o momento
magnético do elétron no que se refere à quantificação do seu valor numérico, obtendo uma
correção radioativa para o fator g do elétron de magnitude igual a ae = 0.0011614. Os
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valores obtidos são bem próximos dos resultados experimentais mais recentes e precisos,
aexp = 0.0011597 [9] [10]. No entanto, a QED não foi fundamentada com o objetivo de
descrever certos processos de decaimentos radioativos, como por exemplo, o decaimento
beta [11]. O problema do decaimento beta foi solucionado, em partes, por investigações
realizadas por E. Fermi que sugere que esse fenômeno é composto pela interação de quatro
férmions vetoriais. Todavia, a teoria de Fermi acarretou em novos problemas no que diz
respeito à violação da probabilidade na seção de choque dos processos de espalhamentos [12].
Essa divergência foi reajustada com base em estudos posteriores que tem como pressuposto
a introdução de bósons vetoriais de gauge à teoria, garantindo a conservação da seção
de choque total que passa a apresentar um bom comportamento [13]. Em meados da
década de 60, a busca por uma teoria que unificasse as interações eletromagnéticas e fracas
permitiu a S. L. Glashow, A. Salam e S. Weinberg o desenvolvimento do Modelo Padrão das
Interações Eletrofracas. Esse modelo é descrito por uma teoria de gauge fundamentada no
grupo de simetria SU(2)L ⊗ U(1)Y , em que os subíndices Y e L representam a Hipercarga
e o Isospin fraco, respectivamente [14][15][16].

O grupo SU(2) possui dimensão igual a três (g = N2 − 1 = 3). Dessa forma, para
esse grupo espera-se a existência de três partículas distintas: W+

µ , W−
µ e Z0

µ. Além disso, o
grupo U(1) tem como resultante o fóton (Aµ). Ambos satisfazem a álgebra de Lie, sendo o
grupo U(1) abeliano e o SU(2) não-abeliano [17]. Como resultado da quebra espontânea de
simetria do Modelo Eletrofraco - SU(2)L ⊗U(1)Y −→ U(1)EM - surgem os bósons vetoriais
de gauge W±

µ e Z0
µ, que são responsáveis por mediar as interações que envolvem as correntes

carregadas fracas e as correntes neutras, respectivamente. Além disso, o fóton (Aµ) é o
mediador da interação eletromagnética, agindo em todas as partículas que possuem carga
elétrica [18].

O Modelo Eletrofraco foi estendido com a inserção do grupo não-abeliano SU(3)C

que descreve as interações fortes, isso se deu devido o seu sucesso na descrição da física
das partículas elementares até energias da ordem das massas dos bósons de gauge das
interações fracas [19][20][21]. Como resultado dessa inclusão, surgiu o Modelo Padrão
das Interações Eletrofracas e Fortes SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y , onde o subíndice C está
associado à propriedade Carga de Cor. Para mais, o Modelo Eletrofraco nos permite a
obtenção das massas dos bósons eletrofracos por meio do mecanismo de Higgs, o qual
explica o porquê dos bósons vetoriais W±

µ e Z0
µ possuírem massa; enquanto o fóton Aµ,

não [22].

As partículas elementares que constituem toda a matéria existente no universo
são classificadas como férmions, bósons vetoriais e escalares. Essa classificação é realizada
de acordo com algumas características e comportamentos estatísticos [23]. Os férmions
compõem o setor de matéria do Modelo Eletrofraco e podem ser subdivididos em léptons
ou quarks. Além disso, essas partículas obedecem à estatística de Fermi-Dirac e possuem
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spin semi-inteiro. Já os bósons são partículas que possuem spin inteiro ou zero e são
descritas pela estatística de Bose-Einstein [24]. Os léptons, por sua vez, são partículas
de spin semi-inteiro que não participam na interação forte. São seis conhecidos até o
momento e são agrupados em três famílias: elétron (e−), múon (µ−), tau (τ−), e seus
respectivos neutrinos (νe), (νµ) e (ντ ). No que se refere aos quarks, também existem seis e
são organizados em três famílias: up - u (down - d), strange - s (charm - c), bottom - b
(top - t) [25].

O Modelo Eletrofraco é extremamente bem-sucedido na descrição e explicação de
inúmeros eventos, a título de exemplo podemos citar: a explicação da geração de massa
das partículas que constituem o modelo (com exceção do neutrino que é considerado
sem massa) [26]; a descoberta e a detecção de correntes neutras [27]; a comprovação das
previsões realizadas para a massa dos bósons W± e Z0 a partir de experimentos de alta
precisão [28] [29]; o bom comportamento da seção de choque total devido a soma de
todas as contribuições para o processo e+e− −→ W+W− para energias inferiores a 1 TeV
[30][31][32]. No entanto, existem ainda algumas descobertas realizadas por estudos da
física de partículas que o Modelo Eletrofraco não é capaz de explicar, como por exemplo:
o Problema da Hierarquia de Escalas[33][34]; o Problema de Massa dos Férmions [35]
[36]; a Anomalia do Momento Magnético do Múon (anomalia do g − 2 do múon) [37] [38];
o Problema da Matéria Escura [39]; o Problema da Matéria/Anti-Matéria [40]; Energia
Escura [41]; a Explicação das Massas dos Neutrinos e de Suas Oscilações [42][43].

Por outro lado, a observação das oscilações dos autoestados de sabor é uma
característica que evidencia que os neutrinos possuem massa. Todavia, o Modelo Eletrofraco
não consegue explicar a natureza dos neutrinos (se são férmions de Dirac ou Majorana) e
qual o mecanismo que gera suas respectivas massas, uma vez que nessa teoria os neutrinos
são descritos como partículas sem massa e que interagem muito pouco com a matéria
[44]. O Mecanismo Seesaw Tipo - I é uma forma natural e viável de gerar massas para
os neutrinos através da utilização de um termo de massa muito pesado de mão-direita,
possibilitando a explicação do termo de massa muito pequena de mão-esquerda. Assim
sendo, existe uma relação entre a massa de Dirac mD (componente de mão-esquerda) e a
massa de Majorana MR (componente de mão-direita)[45][46].

Neste trabalho nosso propósito é realizar um estudo de investigação e análise do
setor eletrofraco do Modelo Padrão, bem como fazer uma introdução de conceitos que são
necessários para fundamentar nosso entendimento sobre alguns fenômenos. No capítulo 1,
observaremos que a construção de teorias de campos interativas podem ser realizadas com
a introdução da invariância de gauge local, resultando no surgimento de bósons vetoriais.
Realizaremos, no capítulo 2, uma pequena revisão sobre o fenômeno da quebra espontânea
de simetria, utilizando um modelo de campo escalar real e um campo escalar complexo.
Quando esse fenômeno ocorre aparecem os bósons de Goldstone (sem massa) que podem
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ser eliminados quando a teoria apresentar simetria de gauge local, surgindo uma redefinição
do campo que gauge e consequentemente o aparecimento de massa para esse respectivo
campo, chamado de mecanismo de Higgs.

No capítulo 3, enfatizaremos alguns aspectos do Modelo Eletrofraco no que diz
respeito ao grupo de simetria de gauge que sua estrutura é baseada, ao seu conteúdo
de matéria leptônica e escalar, e à sua lagrangiana. Veremos o fenômeno da quebra
espontânea de simetria, onde as partículas associadas à teoria interagem com o campo de
Higgs gerando as massas de todos férmions carregados e dos bósons vetoriais W±

µ e Z0
µ,

mas que mantém o fóton sem massa [47]. Além disso, encontraremos as correntes neutra e
carregada, observando, em especial, a mistura de sabor presente na corrente carregada dos
quarks.

No capítulo 4, analisaremos o processo e+e− −→ W+W− com o auxílio dos programas
computacionais Mathematica (FeynCalc) e CalcHEP [48][49] [50]. Em princípio, foi possível
realizar uma investigação da distribuição angular do processo em questão no que se refere
ao comportamento das seções de choques diferencial e total em função da energia de
centro de massa e do ângulo de espalhamento. Esse processo apresenta seções de choque
total devido às contribuições isoladamente que divergem a matriz de espalhamento, ou
seja, violam a conservação de probabilidade do processo em questão. No entanto, se
considerarmos a soma de todas as contribuições, ocorre a anulação das divergências e a
seção de choque total passa a apresentar um bom comportamento.

Por fim, no capítulo 5, finalizaremos com o Mecanismo Seesaw Tipo - I. Esse
mecanismo é a maneira mais simples e eficaz presente na literatura de gerar massa para
neutrinos, apresentando como pressuposto teórico a existência de um termo de Dirac-
Majorana via adição de um neutrino de mão-direita que apresenta massa inversamente
proporcional à massa dos neutrinos mão-esquerda.
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1 Teorias de Gauge

1.1 Invariância Abeliana de Fase em Teoria de Campos
Nesta seção iremos estudar o princípio de gauge que descreve a invariância das leis

físicas sob ação de certas transformações de simetria, ou seja, a teoria que descreve um
campo físico deve permanecer invariante frente à transformação de gauge. No entanto, no
que se refere à transformação local de gauge, torna-se necessário introduzir a derivada
covariante de gauge, a qual é escrita em termos de um campo de correção.

Considerando a lagrangiana do campo complexo escalar livre, dada pela seguinte
expressão:

L = (∂µϕ)(∂µϕ
∗) −m2(ϕϕ∗), (1.1)

onde o primeiro termo refere-se a parte cinética do campo associado e o segundo termo está
relacionado à massa. Podemos determinar a equação de Klein-Gordon extraindo as equa-
ções de movimento via Euler-Lagrange. Portanto, as equações de movimento são dados por:

∂µ∂
µϕ∗(x) +m2ϕ∗(x) = 0.

(□ +m2)ϕ∗(x) = 0, (1.2)

para ϕ(x), e

∂µ∂
µϕ(x) +m2ϕ(x) = 0.

(□ +m2)ϕ(x) = 0, (1.3)

para ϕ∗(x). Introduzindo uma transformação global de gauge nesses campos, fazendo com
que estes apresentem o seguinte comportamento:

ϕ(x) −→ exp (iqα)ϕ(x), (1.4)

e

ϕ∗(x) −→ exp (−iqα)ϕ∗(x). (1.5)
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Substituindo as Equações (1.4) e (1.5) na lagrangiana representada pela Equação
(1.1) podemos observar que essa é invariante frente à transformação global de gauge. O
teorema de Noether estabelece uma relação entre os métodos do cálculo das variações com
a teoria dos grupos de Lie, relacionando a existência de uma lei de conservação para um
sistema que apresente invariância sob certa simetria (transformação de coordenadas)[51].

Portanto, aplicando a variação infinitesimal em relação à alfa (α) nos campos
transformados e suas respectivas derivadas, obtemos as seguintes expressões:

δϕ(x)
δα

= iq exp (iqα)ϕ(x).

δϕ(x) = iq(δα)ϕ(x), (1.6)

e

δ[∂µϕ(x)]
δα

= ∂µ[iqϕ(x)].

δ[∂µϕ(x)] = iq(δα)∂µϕ(x). (1.7)

De maneira análoga para ϕ∗(x), temos:

δϕ∗(x) = −iq(δα)ϕ∗(x), (1.8)

e

δ[∂µϕ
∗(x)] = iq(δα)∂µϕ

∗(x). (1.9)

Uma vez que a lagrangiana é invariante frente à transformação global de gauge,
a variação infinitesimal da lagrangiana representada pela Equação (1.1) deve ser igual a
zero. Assim,

δL = 0. (1.10)

Vale ressaltar que a lagrangiana expressa na relação (1.1) depende apenas dos
campos ϕ(x) e ϕ∗(x) e de suas respectivas derivadas. Desenvolvendo explicitamente a
Equação (1.10), obtemos:

δL[ϕ(x), ∂µϕ(x), ϕ∗(x), ∂µϕ
∗(x)] = 0.

δL = ∂L
∂ϕ(x)δϕ(x) + ∂L

∂[∂µϕ(x)]δ[∂µϕ(x)] + ∂L
∂ϕ∗(x)δϕ

∗(x) + ∂L
∂[∂µϕ∗(x)]δ[∂µϕ

∗(x)]. (1.11)
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Podemos observar que a equação de movimento de Euler-Lagrange nos fornece as
seguintes expressões:

∂L
∂ϕ(x) = ∂µ

∂L
∂[∂µϕ(x)] (1.12)

e

∂L
∂ϕ∗(x) = ∂µ

∂L
∂[∂µϕ∗(x)] . (1.13)

Substituindo as Equações (1.12) e (1.13) na Equação (1.11), e fazendo algumas
manipulações matemáticas, obtemos:

δL =
{
∂µ

∂L
∂[∂µϕ(x)]

}
δϕ(x) + ∂L

∂[∂µϕ(x)]δ[∂µϕ(x)]

+
{
∂µ

∂L
∂[∂µϕ∗(x)]

}
δϕ∗(x) + ∂L

∂[∂µϕ∗(x)]δ[∂µϕ
∗(x)].

= ∂µ

{
∂L

∂[∂µϕ(x)] [δϕ(x)]
}

+ ∂µ

{
∂L

∂[∂µϕ∗(x)] [δϕ
∗(x)]

}
. (1.14)

Reescrevendo a Equação (1.14) em termos dos campos variados infinitesimalmente
em relação à alfa (α) da transformação global, temos:

δL = iq(δα)∂µ

{
∂L

∂[∂µϕ(x)]ϕ(x) − ∂L
∂[∂µϕ∗(x)]ϕ

∗(x)
}

≡ 0. (1.15)

Podemos identificar, a partir da Equação (1.15), a existência de uma grandeza
conservada, conhecida como corrente conservada de Noether.

jµ = −iq
{

∂L
∂[∂µϕ(x)]ϕ(x) − ∂L

∂[∂µϕ∗(x)]ϕ
∗(x)

}
.

= −iq [ϕ(x)∂µϕ
∗(x) − ϕ∗(x)∂µϕ(x)] .

= iq [ϕ∗(x)∂µϕ(x) − ϕ(x)∂µϕ
∗(x)] . (1.16)
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Portanto,

∂µj
µ = 0, (1.17)

obedece a equação da continuidade. A invariância global de fase implica na existência de
uma lei de conservação.

Até o presente momento, mostramos que as equações de movimento da lagrangiana
são invariantes sob transformação global de calibre, a qual apresenta α como sendo uma
constante. Agora vamos supor que a fase α não seja mais uma constante, mas sim uma
função do tempo e do espaço. Assim, a transformação local de gauge é dada por:

ϕ(x) −→ ϕ′(x) = exp [iqα(x)]ϕ(x) (1.18)

e

ϕ∗(x) −→ ϕ′∗(x) = exp [−iqα(x)]ϕ∗(x). (1.19)

Substituindo as Equações (1.18) e (1.19) na lagrangiana (1.1), obtemos a seguinte expressão:

L = ∂µϕ′(x)∂µϕ
′∗(x) −m2ϕ′(x)ϕ′∗(x).

= exp [iqα(x)] {∂µϕ(x) + iq[∂µα(x)]ϕ(x)} exp [−iqα(x)]{∂µϕ
∗(x) +

−iq[∂µα(x)]ϕ∗(x)} −m2ϕ(x)ϕ∗(x).
= {∂µ + iq[∂µα(x)]}ϕ(x){∂µ − iq[∂µα(x)]}ϕ∗(x) −m2ϕ(x)ϕ∗(x). (1.20)

A lagrangiana representada pela Equação (1.20) não é invariante em relação à
transformação local de gauge - representada por (1.18) e (1.19) -, uma vez que a derivada
do campo ∂µ contribuiu para o surgimento de um termo adicional. Portanto, torna-se
necessário introduzir a derivada covariante de gauge Dµ que depende de um novo campo
vetorial Aµ(x) como termo de correção. Matematicamente, temos que:

Dµ ≡ ∂µ + iqAµ(x), (1.21)

onde q é a carga associado ao campo escalar. Vamos observar qual deve ser o compor-
tamento do campo Aµ para que a lagrangiana em questão torne-se invariante sob as
transformações (1.18) e (1.19). Dessa forma, vamos aplicar a derivada covariante de gauge
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no campo ϕ′(x),

D′
µϕ

′(x) = [∂µ + iqA′
µ(x)] exp [iqα(x)]ϕ(x) = exp [iqα(x)]Dµϕ(x).

⇒ exp [iqα(x)]{∂µ + iq[∂µα(x)] + iqA′
µ(x)}ϕ(x) = exp [iqα(x)][∂µ + iqAµ]ϕ(x). (1.22)

A partir da Equação (1.22) podemos observar que para a lagrangiana (1.1) ser
invariante sob transformação local é necessário que o campo Aµ se transforme como:

Aµ(x) −→ A′
µ = Aµ − ∂µα(x). (1.23)

Portanto, a lagrangiana do campo complexo escalar torna-se:

L = [∂µ − iqAµ(x)]ϕ(x)[∂µ + iqAµ(x)]ϕ∗(x) −m2[ϕ(x)ϕ∗(x)].
= ∂µϕ(x)∂µϕ

∗(x) −m2[ϕ(x)ϕ∗(x)] − Aµ(x)iq [ϕ(x)∂µϕ∗(x) − ϕ∗(x)∂µϕ(x)]
+q2AµAµ[ϕ(x)ϕ∗(x)].

= [∂µϕ(x)][∂µϕ
∗(x)] −m2[ϕ(x)ϕ∗(x)] − jµAµ(x) + q2AµAµ[ϕ(x)ϕ∗(x)]. (1.24)

Onde jµ é a corrente conservada de Noether e o quarto termo do lado direito da lagrangiana
(1.24) surgiu devido a imposição da invariância, este termo refere-se à interações de contato.
Para a lagrangiana (1.24) ficar completa falta adicionar um termo relacionado à energia
cinética do campo vetorial Aµ. O tensor do campo eletromagnético surgi a partir do
comutador da derivada covariante, uma vez que:

Fµν = 1
iq

[Dµ, Dν ] = 1
iq

[(∂µ + iqAµ)(∂ν + iqAν) − (∂ν + iqAν)(∂µ + iqAµ)] .

= 1
iq

(iq∂µAν + i2q2AµAν − iq∂νAµ − i2q2AνAµ).

= ∂µAν − ∂νAµ + iq[Aµ, Aν ]. (1.25)

No entanto, o comutador representado no terceiro termo do lado direito da Equação
(1.25) para a teoria abeliana é zero. Diante disso, podemos escrever a densidade lagrangiana
para a parte dinâmica do campo de gauge como sendo:

−1
4FµνF

µν . (1.26)

Substituindo a Equação (1.26) na lagrangiana (1.24), obtemos a seguinte expressão:

LQED = [∂µϕ(x)][∂µϕ
∗(x)] −m2[ϕ(x)ϕ∗(x)] − jµAµ(x) +

+q2AµAµ[ϕ(x)ϕ∗(x)] − 1
4FµνF

µν . (1.27)

A Equação (1.27) é a lagrangiana da QED para o campo escalar complexo. De
maneira análoga, vamos fazer o mesmo procedimento para a lagrangiana que descreve a
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dinâmica de um campo de férmions de massa m. Por conseguinte, consideremos a seguinte
lagrangiana de Dirac para uma partícula livre:

L0 = Ψ(iγµ∂µ −m)Ψ. (1.28)

A lagrangiana (1.28) também é não invariante frente à transformação local de gauge
e para garantir que aquela torne-se invariante sob essa transformação vamos substituir ∂µ

pela derivada covariante Dµ. Nesse sentido, aparacerá um termo referente à interação dos
espinores na lagrangiana, uma vez que:

L = Ψ(iγµDµ −m)Ψ.
= Ψ{iγµ[∂µ + iqAµ(x)] −m}Ψ.
= Ψ(iγµ∂µ −m)Ψ − qAµ(x)ΨγµΨ.
= L0 − JµAµ. (1.29)

Onde Jµ = qΨγµΨ é a corrente eletromagnética (conservada). Adicionando o termo refe-
rente à energia cinética do campo vetorial Aµ a Equação (1.29) tem a seguinte forma:

Lférmions
QED = Ψ(iγµ∂µ −m)Ψ − JµAµ − 1

4FµνF
µν . (1.30)

A Equação (1.30) representa a lagrangiana da QED para um campo fermiônico de
massa m. Na próxima seção iremos estudar o caso da teoria não-abeliana.

1.2 Invariância Não-Abeliana de Fase em Teoria de Campos
Nesta seção vamos estender a ideia de invariância local de gauge para os grupos

de simetrias que não são abelianos, ou seja, grupos os quais a ordem das transformação
altera o resultado final. Para isso, vamos seguir o mesmo pensamento que foi proposto
na seção anterior para a QED e verificar as consequências trazidas com a invariância de
simetrias não abelianas. A teoria de Yang-Mills é um exemplo dessa generalização da
teoria abeliana de gauge da QED U(1) à teoria não abeliana de isospin SU(2). Essa teoria
estuda interações entre prótons e neutros considerando o princípio de simetria de gauge
das rotações do spin isotópico [52].

Portanto, a teoria de Yang-Mills pode ser construída a partir da lagrangiana de
campos fermiônicos livres. Assim, levando em consideração que a lagrangiana de Dirac
para N partículas livres de massa m:

L0 = Ψ(iγµ∂µ −m)Ψ, (1.31)

onde o Ψ é um dubleto de espinores de Dirac, ou seja, campos de férmions compostos.
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Matematicamente, temos:

Ψ =
 ψ1

ψ2

 , (1.32)

em que ψ1 e ψ2 corresponde a um próton e um nêutron, ou um neutrino e elétron. No
entanto, vamos considerar o primeiro caso onde o nêutron e o próton tem massa comum
m. Por consequência, o espinor Ψ dos núcleons pode ser reescrito da seguinte forma:

Ψ =
 p

n

 . (1.33)

É trivial observar que a lagrangiana (1.31) é invariante sob rotações globais de
isospin (transformações globais de gauge) que se transformam da seguinte forma:

Ψ(x) −→ Ψ′(x) = SΨ(x).

= exp
[
iτ dαd

2

]
Ψ(x), (1.34)

onde τ d são as matrizes de Pauli (matrizes de rotação), com d variando de 1 a 3; e α um
parâmetro qualquer.

Todavia, de maneira análoga ao que foi desenvolvido no caso abeliano para o eletro-
magnetismo, vamos observar o comportamento da lagrangiana sob transformações em que
o parâmetro αd torna-se dependente de x. Dessa forma, considerando uma transformação
SU(2) que tenha o seguinte comportamento:

Ψ(x) −→ Ψ′(x) = S(x)Ψ(x).

= exp
[
iτ dαd(x)

2

]
Ψ(x). (1.35)

Substituindo a Equação (1.35) na lagrangiana (1.31) podemos observar que essa
deixa de ser invariante, uma vez que ∂µΨ′ apresenta a seguinte forma:

∂µΨ′ = [∂µS(x)]Ψ(x) + S(x)∂µΨ(x).

= S(x)[∂µΨ(x)] + iτ d

2 [∂µα(x)]S(x)Ψ(x). (1.36)
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Trilhando caminhos convergentes ao que foi desenvolvido na seção anterior, podemos
introduzir um termo de correção por meio da derivada covariante com intuito de compensar
a não invariância trazida pela transformação local de gauge.

Dµ = I∂µ + igBµ, (1.37)

onde I é a matriz identidade 2x2, g é a constante de acoplamento e Bµ é um campo
vetorial introduzido que pode ser reescrito em termos dos isovetores τ e bµ. Dessa forma,

Bµ = 1
2τ

d bd
µ.

= 1
2(τ 1 b1

µ + τ 2 b2
µ + τ 3 b3

µ).

= 1
2

 0 b1
µ

b1
µ 0

+
 0 −ib2

µ

ib2
µ 0

+
 b3

µ 0
0 −b3

µ

 .
= 1

2

 b3
µ b1

µ − ib2
µ

b1
µ + ib2

µ −b3
µ

 . (1.38)

Agora nosso objetivo é demostrar qual deve ser o comportamento do campo Bµ,
ou seja, como esse deve se transformar para que a lagrangiana seja invariante frente às
transformações locais. Vamos aplicar a derivada covariante representada pela Equação
(1.37) no campo Ψ′(x) expressa pela Equação (1.35). Portanto,

D′
µΨ′(x) = S(x)DµΨ(x).

⇒ (∂µ + igB′
µ)S(x)Ψ(x) = S(x)(∂µ + igBµ)Ψ(x).

⇒ S(x)[∂µΨ(x)] + [∂µS(x)]Ψ(x) + igB′
µ[S(x)Ψ(x)] = S(x)[∂µΨ(x)] + igS(x)BµΨ(x).

⇒ B′
µ = S(x)BµS

−1(x) + i

g
[∂µS(x)]S−1(x). (1.39)

Vamos mostrar que o campo Bµ é transformado por uma rotação de isospin mais
um termo gradiente. Para isso, considerando a seguinte transformação infinitesimal de
gauge (para |αi(x)| << 1):

S(x) = 1 + i

2 τ⃗ .α⃗(x). (1.40)

Substituindo a transformação representado pela Equação (1.40) em (1.39) e fazendo
algumas manipulações matemáticas, temos:

B′
µ =

[
1 + i

2 τ⃗ .α⃗(x)
]
Bµ

[
1 − i

2 τ⃗ .α⃗(x)
]

+ i

g
∂µ

[
1 + i

2 τ⃗ .α⃗(x)
] [

1 − i

2 τ⃗ .α⃗(x)
]
.

= Bµ + i

2 τ⃗ .α⃗(x)Bµ − i

2Bµτ⃗ .α⃗(x) − 1
2g∂µ [τ⃗ .α⃗(x)] +O(α(x)). (1.41)
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Sabemos ainda que B′
µ = 1

2 τ⃗ .⃗b
′
µ e Bµ = 1

2 τ⃗ .⃗bµ. Dessa forma, podemos reescrever a
Equação (1.41) como sendo:

τ⃗ .⃗b′
µ = τ⃗ .⃗bµ + i

2
[
τ⃗ .α⃗(x)τ⃗ .⃗bµ − τ⃗ .⃗bµτ⃗ .α⃗(x)

]
− 1
g
∂µ [τ⃗ .α⃗(x)] . (1.42)

Podemos reescrever a Equação (1.42) em componentes tensoriais, logo:

τ db′d
µ = τ dbd

µ + i

2α
j(x)bk

µ(τ jτ k − τ kτ j) − 1
g
∂µ[τ dαd(x)].

= τ dbd
µ + i

2α
j(x)bk

µ[τ j, τ k] − 1
g
∂µ[τ dαd(x)]. (1.43)

As matrizes de Pauli satisfazem as relações de comutação e anticomutação corres-
pondente à álgebra de Lie,

[τ j, τ k] = 2iϵjkdτ
d, (1.44)

{τ j, τ k} = 2δjkI. (1.45)

Substituindo a Equação (1.44) em (1.43), obtemos a seguinte expressão:

τ db′d
µ = τ dbd

µ − ϵjkdα
j(x)bk

µτ
d − 1

g
∂µ[τ dαd(x)].

b′d
µ = bd

µ − ϵjkdα
j(x)bk

µ − 1
g
∂µα

d(x). (1.46)

O segundo termo do lado direito da Equação (1.46) é resultado da transformação
da teoria não abeliana, isso explica o surgimento do rotacional. Já o terceiro termo é
um gradiente de transformação infinitesimal. Uma vez que descobrimos qual deve ser o
comportamento do campo bµ para que a lagrangiana seja invariante sob transformações
locais de gauge, vamos agora substituir ∂µ expresso na lagrangiana (1.31) pela derivada
covariante Dµ,

L = Ψ[iγµ(∂µ + igBµ) −m]Ψ.
= Ψ(iγµ∂µ −m)Ψ − g

2 b⃗µ.Ψγµτ⃗Ψ.

= L0 − g

2 b⃗µ.Ψγµτ⃗Ψ. (1.47)

O último termo do lado direito da Equação (1.47) é referente à interação do isovetor.
Em seguida devemos introduzir uma lagrangiana referente à parte cinética para os campos
vetoriais da teoria em termos do tensor energia-momento.

Lgauge = −1
4 F⃗µν .τ⃗ F⃗

µν .τ⃗ .

= −1
4

3∑
i,j=1

(
F i

µντ
iF d,µντ d

)
.

= −1
2Tr(F

d
µνF

d,µν). (1.48)
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Na expressão (1.48) foi usado a relação do traço para matriz identidade de Pauli
Tr(τ iτ d) = 2δid. Portanto, vamos determinar a forma que o tensor energia-momento
muda quando submetido à transformação sob medida local de gauge (transformações
infinitesimais). Dito isso, vamos considerar um Fµν que se transforme como:

F ′
µν = SFµνS

−1. (1.49)

A princípio, partiremos da premissa que tem como objetivo mostrar que a QED
não satisfaz a relação (1.49). Para isso, partiremos do tensor energia-momento para a
teoria abeliana:

F ′
µν = ∂µB

′
ν − ∂νB

′
µ. (1.50)

Substituindo a expressão (1.39) na Equação (1.50), obtemos a seguinte relação:

F ′
µν = ∂µ

[
SBνS

−1 + i

g
(∂νS)S−1

]
− ∂ν

[
S(x)BµS

−1 + i

g
(∂µS)S−1

]
.

= (∂µS)BνS
−1 + S(∂µBν)S−1 + SBν(∂µS

−1) + i

g
(∂νS)(∂µS

−1) +

−(∂νS)BµS
−1 − S(∂νBµ)S−1 − SBµ(∂νS

−1) − i
i

g
(∂µS)(∂νS

−1).

= S(∂µBν − ∂νBµ)S−1 + [(∂µS)Bν − (∂νS)Bµ]S−1 + S[Bν(∂µS
−1) −Bµ(∂νS

−1)] +

+ i

g
[(∂νS)(∂µS

−1) − (∂µS)(∂νS
−1)]. (1.51)

De fato, a expressão (1.51) não satisfaz à transformação sob medida local de gauge,
uma vez que F ′

µν ̸= SFµνS
−1. Vamos trilhar caminhos semelhantes para a teoria de gauge

do grupo não abeliano SU(2), a qual apresenta tensor intensidade dado pela seguinte
expressão:

F ′
µν = 1

ig
[D′

µ, Dν ].

= ∂µB
′
ν − ∂νB

′
µ + ig[B′

µ, B
′
ν ]. (1.52)

Os dois primeiros termos da Equação (1.52) já foram desenvolvidos anteriormente,
dessa forma, vamos dar enfoque ao desenvolvimento do termo referente ao comutador com
o intuito de observar se a teoria apresenta uma tensor intensidade que satisfaz a relação
de transformação local de gauge. Portanto,

ig[B′
µ, B

′
ν ] = ig

[[
SBµS

−1 + i

g
(∂µS)S−1

]
,

[
SBνS

−1 + i

g
(∂νS)S−1

]]
.

= igS[Bµ, Bν ]S−1 − S[Bµ, (∂νS)S−1]S−1 − S[(∂µS)S−1, Bν ]S−1

− i

g
S[S−1(∂µS), S−1(∂νS)]S−1.

= igS[Bµ, Bν ]S−1 −Bµ(∂νS)S−1 + (∂νS)S−1Bµ − (∂µS)S−1Bν

+Bν(∂µS)S−1 − i

g
[(S−1∂νS)(S−1∂µS) − (S−1∂µS)(S−1∂νS)]. (1.53)
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No entanto, podemos manipular matematicamente a Equação (1.53) com auxílio
de equações referentes ao termo S(x). Dessa forma, sabemos que:

∂µ(SS−1) = ∂µ(SS−1) = 0, (1.54)
(∂µS)S−1 = −S(∂µS

−1), (1.55)

e

(∂µS
−1)S = −S−1(∂µS). (1.56)

Onde S = exp
[

iτdαd(x)
2

]
. Substituindo as Equações (1.55) e (1.56) em (1.53), temos:

ig[B′
µ, B

′
ν ] = igS[Bµ, Bν ]S−1 +Bµ(∂νS

−1)S + (∂νS)S−1Bµ − (∂µS)S−1Bν

−Bν(∂µS
−1)S − i

g
[(∂νS)(∂µS

−1) − (∂µS)(∂νS
−1)]. (1.57)

Finalmente, substituindo as Equações (1.57) e (1.51) em (1.52), podemos observar
que esta equação satisfaz à lei de transformação local da gauge. Uma vez que:

F ′
µν = S(∂µBν − ∂νBµ)S−1 + igS[Bµ, Bν ]S−1. (1.58)

De posse dos elementos necessário para construção da teoria, podemos agora for-
mular a lagrangiana que descreve a dinâmica de campos fermiônicos e que seja invariante
frente à transformação local, conhecida como lagrangiana de Yang-Mills. Algebricamente,

LY M = Ψ(iγµDµ −m)Ψ − 1
2Tr(F

d
µνF

d,µν), (1.59)

onde

F d
µντ

d = ∂ν(τ dbd
µ) − ∂µ(τ dbd

ν) + ig

2 (τ jτ j − τ kτ k)bj
νb

k
µ.

F d
µν = ∂νb

d
µ − ∂µb

d
ν + gϵjkdb

j
µb

k
ν . (1.60)

Podemos perceber que surgiu um terceiro termo para a expressão do tensor energia-
momento para a teoria não abeliana, isso se dá pelo fato da não comutatividade. Os
campos que aparecem na teoria de Yang-Mills não possuem massa devido a limitação
trazida pela invariância de gauge.
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2 Simetrias Escondidas e o Mecanismo de
Higgs

2.1 Quebra Espontânea de Simetrias Discretas
A princípio, desenvolvendo a situação em que tanto a lagrangiana quanto o estado de

vácuo sejam invariantes sob transformações de simetria; a lagrangiana pode ser construída
por meio da soma de um termo relacionado à conservação de simetria com um termo
referente à quebra de simetria. Dessa forma, temos que:

L = Lsimet. + ϵLassimet.. (2.1)

O segundo termo do lado direito da Equação (2.1) deve ser suficientemente pequeno
para que seja válido o uso do método de perturbação. Além disso, a lagrangiana deve
recuperar a sua forma original quando ϵ −→ 0. No entanto, essa situação de invariância não
nos interessa, uma vez que a introdução de um termo manualmente torna-se algo muito
artificial. Por consequência, vamos considerar a situação em que a lagrangiana é invariante
frente à transformação de simetria, mas o estado de vácuo não possui a mesma simetria
que o sistema inicial.

Para isso, tomaremos como ponto de partida o modelo que apresenta simetria
discreta e que é descrito pela lagrangiana do campo escalar real ϕ, dada pela seguinte
expressão:

L = 1
2(∂µϕ)2 − µ2

2 ϕ
2 − λ

4ϕ
4. (2.2)

Fazendo ϕ −→ −ϕ podemos observar que a lagrangiana (2.2) é invariante sob trans-
formação de paridade, uma vez que os termos dessa apresentam exponenciais quadráticos.
Portanto, para que a condição de invariância aconteça sob transformação de paridade, o
potencial não pode assumir qualquer valor. Vamos agora verificar as condições exigidas para
existência da quebra espontânea de simetria através dos valores de mínimo do potencial.
Podemos calcular esses valores fazendo uso da seguinte expressão:

∂V (ϕ)
∂ϕ

= µ2ϕ+ λϕ3 = 0. (2.3)

Vale ressaltar que λ é estritamente positivo, uma vez que a energia do campo não
pode divergir e deve ser limitada por baixo. Dessa forma, existem duas situações em que a
Equação (2.3) é satisfeita. A primeira delas é se considerarmos o parâmetro µ2 > 0, onde
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o potencial tem um único mínimo em ϕ = 0, conforme observado na Figura 1.

Fonte: Elaborada pelo autor com auxílio do software Wolfram Mathematica, 2023.

Figura 1 – Potencial com único mínimo em ϕ = 0.

Nesse primeiro caso, podemos observar que o potencial continua simétrico em rela-
ção a sua origem, implicando a não quebra espontânea de simetria, ou seja, a lagrangiana
(2.2) permanece invariante sob transformação de paridade. Portanto, valores para µ2 > 0
pouco nos interessam. Já a segunda possibilidade é considerar o parâmetro µ2 < 0, onde
os estados de mínimos são dados por:

⟨ϕ⟩0 = ±
√
µ2

λ
= ±v. (2.4)

Graficamente, temos:

Fonte: Elaborada pelo autor com auxílio do software Wolfram Mathematica, 2023.

Figura 2 – Potencial com mínimos em ϕ = ±v.

Observando a Figura 2 podemos constatar a existência de dois pontos de mínimos em
ϕ = ±v e um local de máximo em ϕ = 0. Fazendo um estudo geométrico, é trivial concluir
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que a simetria será quebrada assim que um dos mínimos for escolhido para ser analisado.
Analiticamente, vamos demostrar essa invariância de paridade (ϕ −→ −ϕ) realizando um
estudo do comportamento do potencial em torno do seus estados de mínimos, ou seja,
provocando um deslocamento no campo [53]. O novo campo tem o seguinte comportamento
depois da redefinição:

ϕ′(x) = ϕ(x) − ⟨ϕ⟩0.

⇒ ϕ(x) = ϕ′(x) + v. (2.5)

Substituindo a Equação (2.5) na lagrangiana (2.2), considerando µ2 < 0; obtemos
a seguinte expressão:

L = 1
2(∂µϕ

′)2 + µ2

2
(
ϕ′2 + 2vϕ′ + v2

)
− λ

4
(
ϕ′4 + 4vϕ′3 + 6v2ϕ′2 + 4v3ϕ′ + v4

)
. (2.6)

Sabemos ainda que λ = µ2/v2. Dessa forma, reescrevendo a Equação (2.5) em
função das constantes µ e v, temos:

L = 1
2(∂µϕ

′)2 + µ2

2
(
ϕ′2 + 2vϕ′ + v2

)
− µ2

4v2

(
ϕ′4 + 4vϕ′3 + 6v2ϕ′2 + 4v3ϕ′ + v4

)
.

= 1
2(∂µϕ

′)2 − µ2
(
ϕ′4

4v2 + ϕ′3

v
+ ϕ′2 − v2

4

)
. (2.7)

Portanto, a lagrangiana (2.7) não é invariante em torno do estado de vácuo, ou
seja, não possui mais simetria de paridade. Além disso, se simplificarmos essa lagrangiana
para pequenas oscilações, vamos observar a existência de um termo associado à massa
do campo ϕ′, onde m2

ϕ
′ = −2µ2 [6]. Faremos na próxima seção o desenvolvimento de um

modelo matematicamente mais sofisticado, considerando simetrias contínuas.

2.2 Quebra Espontânea de Simetrias Contínuas
Para elucidar a quebra espontânea de simetria contínua, seguiremos um modelo

que é descrito por uma lagrangiana formada pela combinação linear de dois campos reais
de Klein-Gordon ϕ1 e ϕ2,

L = 1
2 {[∂µϕ(x)][∂µϕ(x)]} − µ2

2 ϕ2(x) − λ

4
[
ϕ2(x)

]2
.

= 1
2
{
[∂µϕ1(x)]2 + [∂µϕ2(x)]2

}
− µ2

2
[
ϕ2

1(x) + ϕ2
2(x)

]
− λ

4
[
ϕ2

1(x) + ϕ2
2(x)

]2
. (2.8)

Onde ϕ2(x) = ϕ2
1(x) + ϕ2

2(x). Essa lagrangiana é invariante frente às transformações do
grupo de simetria SO(2) de rotações no plano (ϕ1,ϕ2), ϕ′

1

ϕ′
2

 =
 cos θ sin θ

− sin θ cos θ

 ϕ1

ϕ2

 . (2.9)
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Como o potencial da lagrangiana (2.8) apresenta o mesmo comportamento do
que foi desenvolvido na Seção (2.1), as condições exigidas para a ocorrência da quebra
espontânea de simetria são as mesmas. Portanto, para µ2 > 0, o potencial apresenta apenas
um estado de mínima energia em ϕ1 = ϕ2 = 0. Todavia, como foi dito anteriormente, essa
situação não nos desperta interesse, pois não há a quebra espontânea de simetria.

Considerando µ2 < 0 e λ > 0, o potencial apresenta um círculo de estados de
mínimos degenerados no plano (ϕ1,ϕ2); representado matematicamente por ϕ2

1 + ϕ2
2 = v2.

Essa situação está representada graficamente na Figura 3 e 4:

Fonte: Elaborada pelo autor com auxílio do software Wolfram Mathematica, 2023.

Figura 3 – Comportamento do potencial sob transformações de rotações em SO(2), para
µ2 < 0 e λ > 0.

Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.

Figura 4 – Representação do círculo de estados de mínimos degenerados no plano (ϕ1, ϕ2).

Tomando como ponto de partida a Figura 4, vamos escolher um ponto no plano
(ϕ1, ϕ2) de modo que obtemos ϕ1 = v e ϕ2 = 0. Dessa forma, o estado de vácuo absoluto
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ocorre em:

⟨ϕ⟩0 =
 ϕ1

ϕ2

 .
=

 v

0

 . (2.10)

Vamos realizar o mesmo procedimento que foi desenvolvido na Seção (2.1), provo-
cando um deslocamento do campo representado pela Equação (2.10),

ϕ′(x) = ϕ(x) − ⟨ϕ⟩0.

ϕ(x) = ϕ′(x) +
 v

0

 . (2.11)

Podemos ainda definir o campo ϕ′(x) como sendo a combinação linear de dois
campos reais η(x) e ζ(x). Portanto,

ϕ(x) =
 η(x)
ζ(x)

+
 v

0

 .
= η(x) + v + ζ(x). (2.12)

A inserção dos campos reais η(x) e ζ(x) é devido ao desvio do campo ϕ(x) quando o
estado fundamental apresenta a configuração ϕ(x) = ⟨ϕ⟩0 [54]. Reescrevendo a lagrangiana
(2.8) em termo desse novo campo, temos:

L = 1
2 [(∂µη)(∂µη) + (∂µζ)(∂µζ)] + µ2

2
[
(η + v + ζ)2

]
− λ

4
[
(η + v + ζ)4

]
. (2.13)

Para pequenas oscilações e levando em consideração que o campo ζ é suficiente-
mente pequeno, a lagrangiana (2.13) torna-se:

Lso = 1
2
[
(∂µη)(∂µη) − 2µ2η2

]
+ 1

2 [(∂µζ)(∂µζ)] − 3
2λη

2ζ2 + ... (2.14)

Inicialmente, a lagrangiana da teoria era invariante sob algum grupo de transfor-
mações contínuas, mas o estado fundamental não é. Percebe-se que a lagrangiana (2.13)
não é invariante sob transformação de paridade, isso acontece devido o surgimento de
termos não quadráticos com o desenvolvimento dos produtos notáveis. Esse fenômeno
ocasiona a quebra espontânea de simetria (a simetria está escondida) e podemos observar
a existência de um termo associado à massa do campo η, onde m2

η = −2µ2. Além disso, o
campo ζ não possui massa, uma vez que não há termo quadrático em ζ [55]. Portanto, o
teorema de Goldstone relaciona-se com o surgimento de bósons escalares sem massa na
teoria, chamados de bósons de Goldstone [5]. No capítulo seguinte, iremos realizar um
estudo de teorias de calibre por meio de uma redefinição de campos vetoriais.
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2.3 Mecanismo de Higgs
Nesta seção vamos estudar o comportamento quando são introduzidas simetrias

de calibre na teoria. Para isso, tomaremos como fundamento uma simetria abeliana e
subsequente simetria que apresenta natureza não-abeliana. O mecanismo de Higgs é um
processo que consiste basicamente em gerar massa para os campos de gauge por meio de
redefinições nos campos não maciços que surgem devido a quebra espontânea de simetria,
introduzindo um novo campo vetorial na teoria [56].

• Quebra Espontânea de Simetria Contínua de Gauge - Modelo U(1)

Para exemplificar este processo considere como ponto de referência a densidade
lagrangiana resultante do acoplamento de modelos de campos escalares complexos com
um campo de calibre abeliano:

L = −1
4FµνF

µν + |Dµϕ|2 − µ2 |ϕ|2 − λ |ϕ|4 , (2.15)

onde Fµν = ∂νAµ − ∂µAν é o tensor intensidade do campo de calibre abeliano Aµ e
Dµ = ∂µ + iqAµ é a derivada covariante de gauge. A densidade lagrangiana (2.15) é
invariante frente às transformações de gauge local, dadas por:

ϕ(x) −→ ϕ′(x) = exp [iqα(x)]ϕ(x)
ϕ∗(x) −→ ϕ∗′(x) = exp [−iqα(x)]ϕ∗(x)
Aµ(x) −→ A′

µ = Aµ(x) − ∂µα(x)

 . (2.16)

Vale ressaltar que o campo de gauge sem massa Aµ surge devido a invariância local.
No entanto, observamos em seções anteriores que os bósons de Goldstone aparecem via
quebra espontânea de simetria global. Dessa forma, vamos analisar quais são as condições
exigidas para que ocorra esse fenômeno. O potencial da lagrangiana (2.15) apresenta a
seguinte equação para valores de mínimos:

∂V (|ϕ|2)
∂ϕ∗ = µ2ϕ+ 2λ|ϕ|2ϕ = 0. (2.17)

Existem valores positivos e negativos para µ2 que satisfazem a Equação (2.17). No
entanto, apenas valores para µ2 < 0 acontece a quebra espontânea de simetria de gauge.
Dessa forma, para µ2 < 0 o potencial da lagrangiana (2.15) apresenta um contínuo de
mínimos degenerados em:

⟨ϕ⟩0 =
√
µ2

2λ = v√
2
. (2.18)

Para realizar um estudo do comportamento do potencial dessa teoria na vizinhança
dos estados de mínimos vamos fazer um deslocamento no campo. Assim sendo, o campo
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deslocado é dado por:

ϕ = ϕ′ + v√
2
. (2.19)

Podemos ainda reescrever o campo ϕ′ fazendo uso da seguinte parametrização:

ϕ′ = (η + iζ)√
2

. (2.20)

Substituindo a Equação (2.20) na equação do campo deslocado, representado pela
Equação (2.19), obtemos a seguinte expressão:

ϕ = (v + η + iζ)√
2

≈ exp
(
iζ

v

)
(v + η)√

2
. (2.21)

Uma vez que ζ é suficientemente pequeno, podemos fazer uma expansão em série
de potências. Como resultado, chegamos ao valor aproximado expresso na Equação (2.21).
Substituindo o novo campo (2.21) na lagrangiana (2.15), podemos escrever

L = −1
4FµνF

µν + (∂µϕ
∗)(∂µϕ) + iqAµϕ(∂µϕ

∗) − iqAµϕ
∗(∂µϕ) + q2AµA

µϕ∗ϕ

+µ2ϕ∗ϕ− λ(ϕ∗ϕ)2.

= −1
4FµνF

µν + 1
2(∂µη)(∂µη) + (v + η)2

2v2 (∂µζ)(∂µζ) + q(v + η)2

v
Aµ(∂µζ)

+q
2

2 AµA
µ(v + η)2 − µ2

(
η4

4v2 + η3

v
+ η2 − v2

4

)
. (2.22)

Podemos ainda reescrever a lagrangiana (2.22) considerando pequenas oscilações
(≤ η2). Dessa forma, temos que:

Lso = −1
4FµνF

µν + 1
2
[
(∂µη)(∂µη) − 2µ2η2

]
+ 1

2 [(∂µζ)(∂µζ)] + qvAµ(∂µζ)

+q
2v2

2 AµA
µ + .... (2.23)

Analisando a Equação (2.23) observamos a presença do campo escalar maciço η,
conhecido como campo de Higgs, com massa m2

η = 2µ2. Além disso, o quinto termo do
lado direito da lagrangiana (2.23) apresenta um campo vetorial Aµ maciço, com massa
m2

Aµ
= q2v2/2; no entanto, há uma confusão no quarto termo do lado direito da lagrangiana

(2.23) com o surgimento da campo ζ, que não apresenta massa. Podemos fazer uso de uma
redefinição no campo vetorial para eliminar o campo de Goldstone da teoria. Portanto,
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via produtos notáveis, temos que:

q2v2

2 AµA
µ + qvAµ(∂µζ) + 1

2 [(∂µζ)(∂µζ)] = q2v2

2

[
Aµ + (∂µζ)

qv

]2

.

= q2v2

2 A′
µA

′µ. (2.24)

Onde A′
µ = Aµ +(∂µζ)/qv é o novo campo de gauge. Dessa forma, substituindo a expressão

(2.24) na lagrangiana (2.23), obtemos a seguinte equação:

Lso = −1
4FµνF

µν + 1
2
[
(∂µη)(∂µη) − 2µ2η2

]
+ q2v2

2 A′
µA

′µ. (2.25)

Conforme a Equação (2.25) constatamos o aparecimento do campo maciço A′
µ, onde

nesse estão contidos os bósons de Goldstone. Os bósons de Goldstone foram eliminados da
teoria devido a redefinição do campo vetorial, uma vez que ele se converte em componente
longitudinal devido ao campo em questão ser de longo alcance. Além disso, no inicio o
modelo apresentava um campo escalar complexo ϕ e um campo vetorial Aµ que apresenta-
vam dois graus de liberdade cada um, totalizando quatro graus de liberdade de gauge. No
entanto, no final a teoria apresenta um campo escalar real η e um campo vetorial A′

µ, com
um grau de liberdade e três graus de liberdade, respectivamente. Portanto, o número de
graus de liberdade de gauge é preservado [57].

• Quebra Espontânea de Simetria Não-Abeliana - Modelo SU(2)

Nosso objetivo nesta subseção é realizar uma expansão para modelos não-abelianos.
Para isso, vamos considerar um modelo SU(2), onde o campo de Higgs é constituído por
um tripleto (multiplicidade igual a três) de campos escalares dado por:

ϕ =


ϕ1

ϕ2

ϕ3

 . (2.26)

Considerando o efeito de um potencial efetivo, a interação para essa teoria pode
ser representada pela seguinte lagrangiana:

L = 1
2 (Dµϕ)† (Dµϕ) − 1

4F
i
µνF

i,µν − µ2(ϕ†ϕ) − λ(ϕ†ϕ)2, (2.27)

onde,

Dµϕ =
(
∂µ + igT ibi

µ

)
ϕ,
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e

F i
µν = ∂νb

i
µ − ∂µb

i
ν + gϵjkib

j
µb

k
ν .

A lagrangiana (2.27) é invariante sob rotações globais de isospin (transformações
globais de gauge) dada por:

ϕ −→ ϕ′ = exp (iT iαi)ϕ, (2.28)

onde T i = σi/2 é o gerador de rotações de isospin e αi um parâmetro qualquer repre-
sentado por uma matriz 3x3. Além disso, T i satisfaz a álgebra usual do grupo SU(2)
([T j, T k] = iϵjkiT

i) e apresenta multiplicidade N = n2 − 1 = 22 − 1 = 3. Explicitamente,
temos que as matrizes geradoras de rotações são:

T 1 = σ1

2 = 1
2


0 0 0
0 0 −i
0 i 0

 , (2.29)

T 2 = σ2

2 = 1
2


0 0 i

0 0 0
−i 0 0

 (2.30)

e

T 3 = σ3

2 = 1
2


0 −i 0
i 0 0
0 0 0

 . (2.31)

O próximo caminho a ser trilhado é observar qual o comportamento da teoria quando
ocorre a quebra espontânea de simetria e esse fenômeno acontece quando o parâmetro
µ2 < 0, uma vez que o potencial estudado é o mesmo abordado em seções anteriores.
Escolhendo arbitrariamente um ponto de mínimo de modo que obtemos ϕ1 = ϕ2 = 0 e
ϕ3 = v, temos o seguinte valor para o estado de vácuo absoluto:

⟨ϕ⟩0 =


0
0
v

 . (2.32)

Aplicando o gerador T i no estado de vácuo representado por (2.32) podemos
observar que esse permanece invariante sob ação da matriz de rotação T 3. No entanto, o
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estado de vácuo deixa de ser invariante quando submetido as matrizes de rotação T 1 e T 2.

T 3⟨ϕ⟩0 = 1
2


0 −i 0
i 0 0
0 0 0




0
0
v

 .
= 0. (2.33)

Como consequência exp (iT 3α3)⟨ϕ⟩0 = ⟨ϕ⟩0. Realizando agora um estudo do com-
portamento do potencial na vizinhança dos estados de mínimos via deslocamento no
campo, temos:

ϕ = ϕ′ + ⟨ϕ⟩0.

=


0
0

η + iζ iT i

+


0
0
v

 .

= exp
[
i

v
(ζ1T 1 + ζ2T 2)

]
0
0

v + η

 . (2.34)

Substituindo o novo campo deslocado (2.34) na lagrangiana (2.27), temos a seguinte
expressão:

L = 1
2 [(∂µη)(∂µη)] + (v + η)2

2v2 (∂µζ
i)(∂µζ i) + g(v + η)2

v
bi

µ(∂µζ i) + g2(v + η)2

2 bi
µb

i,µ

−1
4F

i
µνF

i,µν − µ2
(
η4

4v2 + η3

v
+ η2 − v2

4

)
, (2.35)

com i = 1, 2. Reescrevendo a lagrangiana (2.35) para peuqnas oscilações, obtemos a
seguinte expressão:

Lso = 1
2
[
(∂µη)(∂µη) − 2µ2η2

]
+ 1

2
[
(∂µζ

i)(∂µζ i)
]

+ gvbi
µ(∂µζ i) + (g2v2)

2 bi
µb

i,µ

−1
4F

i
µνF

i,µν + .... (2.36)

Podemos fazer uso de uma redefinição no campo vetorial para eliminar o campo de
Goldstone da teoria. Portanto, via produtos notáveis, temos que:

(g2v2)
2 bi

µb
i,µ + gvbi

µ(∂µζ i) + 1
2
[
(∂µζ

i)(∂µζ i)
]

= g2v2

2

[
bi

µ + (∂µζ i)
gv

]2

.

= g2v2

2 b′i
µb

′i,µ. (2.37)
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Finalmente,

Lso = 1
2
[
(∂µη)(∂µη) − 2µ2η2

]
− 1

4F
i
µνF

i,µν + g2v2

2 (b′1
µ b

′1,µ + b′2
µ b

′2,µ) + .... (2.38)

Segundo a Equação (2.38) podemos observar a presença do campo de Higgs η,
com massa m2

η = 2µ2; e constatamos o surgimento dos campos maciços b′1
µ e b′2

µ , com
massa (massa)2 = g2v2/2. Além disso, antes da quebra espontânea de simetria a teoria
apresentava três campos escalares reais com um grau de liberdade de gauge cada, e três
campos vetoriais com dois graus de liberdade cada um; totalizando nove graus de liberdade
de gauge. No entanto, no final a teoria apresenta um campo escalar real η com um grau
de liberdade, dois campos vetoriais maciços b′1

µ e b′2
µ com três graus de liberdade cada um,

e um campo vetorial não maciço b′3
µ que apresenta dois graus de liberdade de gauge.
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3 Modelo Padrão de Interações Eletrofracas

3.1 Modelo Padrão das Interações Eletrofracas dos Léptons
No Modelo Eletrofraco, as partículas fundamentais são classificadas de acordo

com algumas propriedades. Os férmions, que é o interesse do nosso estudo nesta seção,
compõem o setor de matéria do Modelo Padrão das Interações Eletrofracas e pode ser
subdivididos em léptons ou quarks. As três famílias de léptons são descritas na forma de
dubletos do grupo SU(2)L para os léptons de mão-esquerda, enquanto que os léptons de
mão-direita estão representados na forma de singleto desse grupo SU(2)R,

ΨaL =
 νa

la


L

; ΨaR = laR, (3.1)

com a = e, µ, τ . Além disso, os subscritos ”L” ou ”R” representam uma relação entre a
direção de projeções de spin e momento linear das partículas, onde a projeção do spin está
na mesma direção ou na direção contrária a do momento, respectivamente. Essa quiralidade
pode ser representada algebricamente pelos operadores projeção de spin L = (1 − γ5)/2
e R = (1 + γ5)/2. Observando a Equação (3.1), constatamos a existência de neutrinos
apenas de mão-esquerda, implicando que essas partículas não sejam maciças; uma vez que
torna-se necessário que possuam ambas as quiralidades para que sejam maciços. Todavia,
foram realizados estudos posteriores que evidenciaram oscilações de sabores de interação
entre neutrinos, de forma que eles devem ser maciços, exigindo uma possível adição de um
mecanismo para o Modelo Eletrofraco para explicar a geração de massa [58][59][60].

Um dos números quânticos associados as partículas que compõem o dubleto e o
singleto do grupo SU(2) é a hipercarga Y, e pode ser calculada a partir da relação de
Gell-Mann/Nishijima [61][62], dada por:

Q = T3 + Y

2 , (3.2)

onde Q é a carga elétrica, T3 a terceira componente do isospin e Y a hipercarga [57]. Por
consequência, a hipercarga da representação dubleto do grupo SU(2) pode ser expresso da
seguinte forma:  0

−1

 = 1
2

 1 0
0 −1

+ Y

2

 1 0
0 1

 .
= 1

2

 Y + 1
Y − 1

 . (3.3)
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A Equação (3.3) é satisfeita quando a hipercarga para a componente de mão-
esquerda do dubleto de léptons for YΨaL = −1. Uma vez que o singleto de mão-direita não
se transforma por SU(2), temos que −1 = 1

2Y −→ YΨaR = −2.

A densidade lagrangiana do Modelo Eletrofraco dos léptons deve ser construída de
tal forma que seja invariante de Lorentz, renormalizável e invariante frente às transformações
de gauge do grupo SU(2)L ⊗ U(1)Y . Trilhando este caminho, temos que a densidade
lagrangiana para o modelo é dada explicitamente por:

LM E = Lgauge + Lléptons + LY ukawa + Lescalar. (3.4)

3.1.1 Setor de Gauge

Os bósons de gauge bl
µ e Bµ associados aos grupos SU(2)L e U(1)Y , respectivamente;

apresentam sua dinâmica de autointeração descrita pela lagrangiana:

Lgauge = −1
4F

l
µνF

l,µν − 1
4fµνf

µν , (3.5)

onde

F l
µν = ∂νb

l
µ − ∂µb

l
ν + gϵjklb

j
µb

k
ν ,

com l = 1, 2, 3; e

fµν = ∂νBµ − ∂µBν .

Vale ressaltar que os bósons bl
µ e Bµ que estão implícitos na equação (3.5) não são

os bósons físicos de gauge da teoria, uma vez que os termos de massas para esses bósons
quebrarão a simetria SU(2)L ⊗U(1)Y do modelo. Os bósons físicos de gauge surgirão após
a quebra espontânea de simetria e mecanismo de Higgs, o qual é responsável pela geração
dos termos de massa.

3.1.2 Setor Leptônico

O segundo termo da Equação (3.4) representa a densidade lagrangiana dos mul-
tipletos de léptons do modelo e pode ser escrita como combinações das projeções das
quiralidades tanto de mão-direita quanto de mão-esquerda. Dessa forma, temos que:

Lléptons =
∑

a=e,µ,τ

[
ΨaLiγ

µDL
µ ΨaL + ΨaRiγ

µDR
µ ΨaR

]
, (3.6)

onde as derivadas covariantes são dadas por DL
µ = ∂µ + ig′Y

2 Bµ + ig
2 τ .bµ e DR

µ = ∂µ + ig′Y
2 Bµ.
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Analisando a Equação (3.6) e comparando-a com a lagrangiana que descreve campos
fermiônicos livres, podemos observar a presença de um lépton sem massa, isso ocorre
devido a ausência do termo mΨΨ = m[ΨLΨR + ΨRΨL]. Além disso, existem quatro bósons
não maciços na teoria, mas na natureza existe apenas um detectado experimentalmente; o
fóton. Dessa forma, torna-se necessário introduzir uma lagrangiana que modifique a teoria
com o objetivo de apresentar apenas uma única grandeza conservada e que os léptons
adquiram massas, conhecida como lagrangiana de Yukawa.

3.1.3 Setor de Yukawa

Com o intuito de evitar a quebra da invariância de gauge trazida pelo termo de
massa para os léptons carregados mΨΨ = m[ΨLΨR + ΨRΨL] é afirmar que só depois
da quebra espontânea de simetria e do mecanismo de Higgs que os léptons carregados
apresentem massa. No caso dos léptons, torna-se possível a inclusão dos termos de massas
dos léptons carregados, de forma invariante de gauge, via inserção do dubleto de campos
escalares complexos entre os campos dispostos na lagrangiana de Yukawa, conhecido como
dubleto de Higgs. Esse por sua vez é formado pelos campos complexos ϕ+ e ϕ0, dado por:

ϕ =
 ϕ+

ϕ0

 , (3.7)

onde a componente superior e inferior do dubleto possuem isospins T3 = +1/2 e T3 = −1/2,
respectivamente. Além disso, pela relação de Gell-Mann-Nishijima, o dubleto de Higgs
possui hipercarga Yϕ = +1.

Uma vez que foi inserido campos escalares na teoria, o próximo passo é introduzir
uma lagrangiana que descreva a dinâmica dos escalares. Trilhando esse caminho, temos que:

Lescalar = (DL,µϕ)†(DL
µϕ) − V (ϕ†ϕ), (3.8)

onde a derivada covariante que atua no dubleto de campos escalares e o potencial são
dados por DL

µ = ∂µ + ig′Y
2 Bµ + ig

2 τ .bµ e V (ϕ†ϕ) = µ2(ϕ†ϕ) +λ(ϕ†ϕ)2, respectivamente. Em
seções posteriores, essa derivada será utilizada a fim de obtermos as massas dos bósons de
gauge físicos.

Dessa forma, temos que a lagrangiana de Yukawa é dada por:

LY ukawa
Léptons = −GY

[
ΨaR(ϕ†ΨaL) + ΨaL(ϕΨaR)

]
, (3.9)

onde GY é a constante de Yukawa e que a princípio é desconhecida, mas pode ser estimada
a partir da massas dos léptons medidas em laboratório.
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3.2 Quebra Espontânea de Simetria e Mecanismo de Higgs
Nesta seção vamos estudar as consequências trazidas pela quebra espontânea de

simetria aplicada na lagrangiana (3.8) via mecanismo de Higgs. Antes da quebra es-
pontânea de simetria o grupo SU(2)L ⊗ U(1)Y apresenta dimensão igual a três, que
por sua vez é igual ao número de geradores do grupo. Dessa forma, o estado de vácuo
da teoria é definido como o mínimo do potencial expresso na Equação (3.8), ou seja, quando:

∂V (ϕ†ϕ)
∂ϕ† = µ2ϕ+ 2λ(ϕ†ϕ)ϕ = 0. (3.10)

Vimos na Seção (2.3) que existem valores positivos e negativos para µ2 que satisfa-
zem a Equação (3.10), no entanto, apenas valores para µ2 < 0 ocorre a quebra espontânea
de simetria. Como consequência, o potencial da lagrangiana (3.8) apresenta um contínuo
de mínimos degenerados em:

⟨ϕ⟩0 = 1√
2

 0
v

 . (3.11)

Após a quebra espontânea de simetria um grupo de simetria que nos permita
recuperar a Eletrodinâmica Quântica - QED, ou seja, SU(2)L ⊗ U(1)Y

QES−−−→ U(1)EM .
Dessa forma, tanto a lagrangiana quanto o estado de vácuo devem ser invariantes sob
transformações do grupo de simetria U(1)EM . Portanto, vamos atuar os geradores da
teoria no vácuo e analisar quais daqueles mantém ou não esse invariante. Para que o vácuo
da teoria permaneça invariante sob ação do gerador torna-se necessário que a condição
G⟨ϕ⟩0 = 0 seja satisfeita.

τ1⟨ϕ⟩0 =
 0 1

1 0

 0
v√
2

 =
 v√

2
0

 ̸= 0, (3.12)

τ2⟨ϕ⟩0 =
 0 −i
i 0

 0
v√
2

 =
 −iv√

2
0

 ̸= 0, (3.13)

τ3⟨ϕ⟩0 =
 1 0

0 −1

 0
v√
2

 =
 0

−v√
2

 ̸= 0. (3.14)

A partir das expressões (3.12), (3.13) e (3.14) podemos observar que os geradores
τi (i = 1, 2, 3) quebraram a simetria original, dando origem aos bósons de Goldstone,
que serão “engolidos” pelos bósons de gauge contribuindo para o surgimento dos seus
respectivos termos de massas [63]. No entanto, existe um gerador que conserva a simetria
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original, a carga elétrica. Podemos constatar isso por meio da seguinte expressão:

Q⟨ϕ⟩0 = T3 + Yϕ

2 = 1
2

 1 + Yϕ 0
0 Yϕ − 1

 0
v√
2

 =
 1 0

0 0

 0
v√
2

 = 0. (3.15)

De fato, o teorema de Noether implica a conservação da carga elétrica após a
quebra espontânea da simetria U(1)EM .

Agora vamos realizar um estudo do comportamento do potencial na vizinhança
dos estados de mínimos via deslocamento no campo. Assim, temos que:

ϕ = ϕ′ + ⟨ϕ⟩0.

=
 0
H + iζ.τ

2v

+
 0

v√
2

 .
= exp

(
iζ.τ

2v

) 0
v+H√

2

 . (3.16)

Transformando, após a quebra espontânea de simetria, o dubleto de Higgs para o
gauge unitário U-Gauge, temos:

ϕ −→ ϕ′ = exp
(

−iζ.τ
2v

)
=
 0

v+H√
2

 . (3.17)

3.2.1 Massa dos Léptons

No Modelo Padrão, os termos de massas dos léptons carregados podem ser observa-
dos fazendo uso da lagrangiana de Yukawa (3.9), uma vez que agora o dubleto de Higgs é
conhecido. Dessa forma, substituindo a Equação (3.17) na lagrangiana de Yukawa, temos
a seguinte expressão:

LY ukawa
léptons = −GY

(v +H)√
2

(0 1
)
laR

νa

la


L

+
(
νa la

)
L

0
1

 laR

 .
= −GY v√

2
(
laLla + laRla

)
− GYH√

2
(
laLla + laRla

)
.

= −GY v√
2
lala − GYH√

2
lala. (3.18)

O primeiro termo da lado direito da Equação (3.18) refere-se à massa dos léptons
carregados, dada matematicamente por Ma = GY v/

√
2. Além disso, podemos observar no

segundo termo da Equação (3.18) a existência de uma interação entre os léptons carregados
e o bóson de Higgs. Dessa forma, podemos reescrever a lagrangiana de Yukawa em função
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da massa dos léptons. A interação entre os léptons carregados e o bóson de Higgs acontece
de maneira proporcional a respectiva massa daqueles, ou seja, GHa = Ma/v. Portanto,
temos que:

LY ukawa
Léptons = −Malala − MaH

v
lala. (3.19)

Destaca-se que o mecanismo da lagrangiana de Yukawa é insuficiente para explicar
o fato dos neutrinos serem maciços, uma vez que não foi comprovada a existência de
neutrinos de mão-direta na teoria, implicando na introdução de um outro mecanismo para
a geração de sua massa.

3.3 Bósons Físicos de Gauge
Nesta seção, nosso objetivo é identificar os bósons físicos de gauge após a quebra

espontânea de simetria e obter seus respectivos termos de massa. Para isso, devemos realizar
uma expansão em pequenas oscilações em torno de ϕ no termo cinético da lagrangiana que
descreve a dinâmica dos escalares, dada pela Equação (3.8). Portanto, podemos escrever a
derivada covariante DL

µ em sua forma matricial, dada por:

DL
µ = ∂µI2x2 + ig′Y

2 BµI2x2 + ig

2 τ .bµ.

= ∂µ

1 0
0 1

+ ig′Y

2 Bµ

1 0
0 1

+ ig

2

 b3
µ b1

µ − ib2
µ

b1
µ + ib2

µ −b3
µ

 .

=
∂µ + ig′Y

2 Bµ + ig
2 b

3
µ

ig√
2

(b1
µ−ib2

µ)√
2

ig√
2

(b1
µ+ib2

µ)√
2 ∂µ + ig′Y

2 Bµ − ig
2 b

3
µ

 . (3.20)

Podemos reduzir a Equação (3.20) considerando os bósons de gauge carregados
como sendo W±

µ = 1√
2(b1

µ ∓ b2
µ). Portanto,

DL
µ =

∂µ + ig′Y
2 Bµ + ig

2 b
3
µ

ig√
2W

+
µ

ig√
2W

−
µ ∂µ + ig′Y

2 Bµ − ig
2 b

3
µ

 . (3.21)

Podemos obter os termos de massa dos bósons físicos de gauge substituindo a
derivada covariante escrita na forma matricial, dado pela Equação (3.21), no termo cinético
da lagrangiana (3.8). Dessa forma, atuando a derivada covariante DL

µ no valor esperado
do vácuo dado pela Equação (3.11), temos que:

DL
µ ⟨ϕ⟩0 =

∂µ + ig′Yϕ

2 Bµ + ig
2 b

3
µ

ig√
2W

+
µ

ig√
2W

−
µ ∂µ + ig′Yϕ

2 Bµ − ig
2 b

3
µ

 0
v√
2

 .
= igv

2

 W+
µ

1√
2

(
b3

µ − tBµ

) , (3.22)
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com t = g′/g. Desenvolvendo o produto |DL
µ ⟨ϕ⟩0|2, obtemos a seguinte expressão:

Lescalar = (DL
µ ⟨ϕ⟩0)(DL,µ⟨ϕ⟩0)†.

= igv

2

 W+
µ

1√
2

(
b3

µ − tBµ

) −igv
2

(
W−,µ 1√

2 (b3,µ − tBµ)
)
.

= g2v2

4 W+
µ W

−,µ + g2v2

8
(
b3

µb
3,µ − 2tb3

µB
µ + t2BµB

µ
)
. (3.23)

No primeiro termo do lado direito da Equação (3.23) podemos identificar que os bó-
sons carregados W±

µ são autoestados de massa na teoria, com o seguinte valor M2
W = g2v2/4.

No entanto, o segundo termo do lado direito dessa expressão envolve uma combinação entre
os bósons b3

µ e Bµ, onde ambos não apresenta massa bem definida. Reescrevendo a matriz
de combinação do último termo do lado direito da expressão (3.23) na base {Bµ, b

3
µ}, temos:

g2v2

8
(
Bµ b3

µ

) t2 −t
−t 1

Bµ

b3
µ

 . (3.24)

Para diagonalizar a matriz expressa na Equação (3.24), utilizaremos o mecanismo
de determinação dos autovalores e autovetores de massas via equação característica. Dessa
forma, os autovetores dessa matriz correspondem ao fóton (Aµ) e bóson neutro (Z0

µ),
respectivamente. Portanto, temos que:

Aµ = Bµ

t
+ b3

µ, (3.25)

e

Z0
µ = −tBµ + b3

µ. (3.26)

No entanto, os autovetores representados nas Equações (3.25) e (3.26) não estão
normalizados. Assim sendo, torna-se necessário normalizá-los. Além disso, vamos reescrever
os autovetores normalizados em forma matricial:

Aµ = 1√
1 + t2

Bµ + t√
1 + t2

b3
µ, (3.27)

e

Z0
µ = − t√

1 + t2
Bµ + 1√

1 + t2
b3

µ. (3.28)

Matricialmente:
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Aµ

Z0
µ

 =
 cos θW sin θW

− sin θW cos θW

Bµ

b3
µ

 , (3.29)

com cos θW = 1/
√

1 + t2 e sin θW = t/
√

1 + t2. Onde θW é o ângulo de transformação
entre os campos de interação e os campos físicos da teoria, chamado de como ângulo de
Weinberg. Além disso, os autovalores de massas que correspondem a matriz expressa na
Equação (3.24) são λAµ = 0 e λZ0

µ
= 1 + t2. Dessa forma, é possível observar que as massas

dos bósons físicos Aµ e Z0
µ são dadas por:

M2
A = 0, (3.30)

e

M2
Z0 = g2v2

8 (t2 + 1) = M2
W

cos2 θW

. (3.31)

Para facilitar o cálculo podemos ainda reescrever as equações para determinação
das massas dos bósons físicos W±

µ e Z0
µ em função de parâmetros bem definidos experi-

mentalmente. Dessa forma, na próxima seção vamos estudar como ocorre as interações
entre os léptons e os bósons físicos de gauge e observar que existe uma relação entre as
constantes de acoplamento, ângulo de Weinberg e a carga elétrica, dada por:

e = gg′
√
g2 + g′2 = g′ cos θW = g sin θW . (3.32)

Além disso, a teoria de Fermi trouxe como resultado para o modelo de interações
eletrofracas uma equação que relaciona o parâmetro do valor espera do vácuo do dubleto
de Higgs com a constante de acoplamento, a constante de Fermi GF e a massa do bóson
físico carregados de gauge M2

W , dada por:

g

2
√

2
=

(
M2

WGF√
2

) 1
2

.

g2

8 =
(
g2v2GF

4
√

2

)
.

⇒ v =
(√

2GF

)− 1
2 ∼= 246 GeV. (3.33)

Dessa forma, substituindo as Equações (3.32) e (3.33) nas expressões de massas
dos bósons físicos de gauge, podemos observar que a massa dos bósons de gauge W±

µ e Z0
µ

são dadas por:

M2
W = e2v2

4 sin2 θW

= παv2

sin2 θW

∼=
(37, 3 GeV

sin θW

)2
.
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MW
∼=

37, 3 GeV
sin θW

∼= 80 GeV ; (3.34)

M2
Z0 = M2

W

cos2 θW

∼=
( 37, 3 GeV

sin θW cos θW

)2
.

MZ0 ∼=
37, 3 GeV

sin θW cos θW

∼= 91 GeV. (3.35)

Onde α é a constante de estrutura fina, α = e2

4π
. Para o cálculo das massas dos bósons de

gauge foi utilizado o valor experimental para sin θW provenientes de estudos de processos
envolvendo a Forward-Backward Asymmetry, cujo valor é dado por sin2 θW

∼= 0, 2314 [64].

3.4 Correntes dos Léptons do Setor Eletrofraco
Nesta seção, vamos desenvolver um estudo das interações entre os léptons e os

bósons físicos de gauge do modelo eletrofraco. Por conseguinte, sabemos que a lagrangiana
que descreve essas interações é representada pela Equação (3.6), que é escrita como
combinações das projeções das quiralidades. Portanto, a princípio, vamos reescrever as
derivadas covariantes DL

µ e DR
µ em função dos bósons físicos de gauge. No entanto, antes

de tudo vamos realizar uma manipulação na expressão (3.29), de forma que:

Bµ

b3
µ

 =
cos θW − sin θW

sin θW cos θW

Aµ

Z0
µ

 ; (3.36)

Bµ = cos θWAµ − sin θWZ
0
µ,

b3
µ = sin θWAµ + cos θWZ

0
µ.

Portanto,

∂µ + ig′Y

2 Bµ + ig

2 b
3
µ = ∂µ + ig′Y

2 (cos θWAµ − sin θWZ
0
µ) + ig

2 (sin θWAµ + cos θWZ
0
µ).

= ∂µ + iAµ

2 (g sin θW + g′Y cos θW )

+
iZ0

µ

2 (g cos θW − g′Y sin θW ). (3.37)

e
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∂µ + ig′Y

2 Bµ − ig

2 b
3
µ = ∂µ + ig′Y

2 (cos θWAµ − sin θWZ
0
µ) − ig

2 (sin θWAµ + cos θWZ
0
µ).

= ∂µ + iAµ

2 (−g sin θW + g′Y cos θW )

−
iZ0

µ

2 (g cos θW + g′Y sin θW ). (3.38)

Substituindo as expressões (3.37) e (3.38) na Equação (3.21), obtemos a seguinte relação:

DL
µ =



∂µ + iAµ

2 (g sin θW + g′Y cos θW )
+ iZ0

µ

2 (g cos θW − g′Y sin θW ) ig√
2W

+
µ

ig√
2W

−
µ ∂µ + iAµ

2 (−g sin θW + g′Y cos θW )
− iZ0

µ

2 (g cos θW + g′Y sin θW )


. (3.39)

Além disso, sabemos que:

DR
µ = ∂µ

ig′Y

2 Bµ = ∂µ + ig′Y

2 (cos θWAµ − sin θWZ
0
µ). (3.40)

Substituindo as Equações (3.39) e (3.40) na lagrangiana do setor de matéria de
léptons do modelo eletrofraco; descrita pela expressão (3.6), obtemos as correntes de intera-
ções do modelo. Dessa forma, temos como resultante a seguinte expressão para lagrangiana:

Lléptons =
(
νa la

)
L
iγµ



iAµ

2 (g sin θW + g′YL cos θW )
+ iZ0

µ

2 (g cos θW − g′YL sin θW ) ig√
2W

+
µ

ig√
2W

−
µ

iAµ

2 (−g sin θW + g′YL cos θW )
− iZ0

µ

2 (g cos θW + g′YL sin θW )



×

νa

la


L

+ laRiγ
µ

[
∂µ + ig′YR

2 (cos θWAµ − sin θWZ
0
µ)
]
laR. (3.41)

Dessa forma, sabemos que as hipercargas YL e YR são dadas por −1 e −2,
respectivamente. Portanto, fazendo algumas manipulações matemáticas considerando
cos θW = g/

√
g2 + g′2 e sin θW = g′/

√
g2 + g′2, obtemos a seguinte expressão:
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Lléptons =
(
νa la

)
L
iγµ



iAµ

2 (g sin θW − g′ cos θW )νaL + iZ0
µ

2 (g cos θW + g′ sin θW )νaL

+ ig√
2W

+
µ laL

ig√
2W

−
µ νaL + iAµ

2 (−g sin θW − g′ cos θW )laL

− iZ0
µ

2 (g cos θW − g′ sin θW )laL



+laRγ
µ
(
g′ cos θWAµ − g′ sin θWZ

0
µ

)
laR.

= −

(√
g2 + g′2

)
2 νaLγ

µνaLZ
0
µ − g√

2
(
νaLγ

µlaLW
+
µ + laLγ

µνaLW
−
µ

)
+

+ g′g√
g2 + g′2 laLγ

µlaLAµ + (g2 − g′2)
2
√
g2 + g′2 laLγ

µlaLZ
0
µ + g′g√

g2 + g′2 laRγ
µlaRAµ +

− g′2
√
g2 + g′2 laRγ

µlaRZ
0
µ. (3.42)

3.4.1 Corrente Carregada

Finalmente, podemos extrair da Equação (3.42) a lagrangiana da corrente carregada
das interações dos léptons mediadas pelos bósons físicos de gauge carregados, W+

µ e W−
µ .

Dessa forma, temos que:

LCC
léptons = − g√

2
(
νaLγ

µlaLW
+
µ + laLγ

µνaLW
−
µ

)
.

= − g

2
√

2
[
νaγ

µ(1 − γ5)laW+
µ + laγ

µ(1 − γ5)νaW
−
µ

]
, (3.43)

onde a = e, µ, τ representa as três famílias dos léptons. É possível observar que, para
os léptons, a corrente carregada realiza a interação entre as partículas do dubleto de
mão-esquerda de uma mesma família. Além disso, as correntes carregadas em particular
violam a paridade maximalmente, pois só se acoplam com uma das quiralidade.



Capítulo 3. Modelo Padrão de Interações Eletrofracas 48

3.4.2 Corrente Neutra

Por conseguinte, a lagrangiana que apresenta processos de interações mediados
pelos bósons físicos de gauge neutros, Z0

µ e Aµ; é dada por:

LCN
léptons = g′g√

g2 + g′2

[
laγ

µ
(1 + γ5

2

)
laAµ + laγ

µ
(1 − γ5

2

)
laAµ

]
−

(√
g2 + g′2

)
2 νaL ×

×γµνaLZ
0
µ + 1√

g2 + g′2

[
−g′2laRγ

µlaR + (g2 + g′2)
2 laLγ

µlaL

]
Z0

µ.

= g′g√
g2 + g′2

(
laγ

µlaAµ

)
−

(√
g2 + g′2

)
2 νaLγ

µνaLZ
0
µ +

+ 1√
g2 + g′2

[
−g′2laRγ

µlaR + (g2 + g′2)
2 laLγ

µlaL

]
Z0

µ. (3.44)

Observando o primeiro termo da Equação (3.44) podemos estabelecer uma relação
entre as constantes de acoplamento g e g′ com a carga elétrica, uma vez que esse termo
deve recuperar a Eletrodinâmica Quântica - QED. Assim sendo, toda partícula se acopla
com o fóton proporcionalmente à sua carga elétrica.

e = g′g√
g2 + g′2 .

Além disso, podemos também observar na Equação (3.44) a ausência de um termo
de interação dos neutrinos com o fóton, pelo fato de serem partículas eletricamente neutras.

Portanto, podemos reescrever a lagrangiana (3.44) em função de e, g, sin θW e
cos θW :

LCN
léptons = e(laγµlaAµ) − g

2 cos θW

νaLγ
µνaLZ

0
µ +

− g

2 cos θW

[
2 sin2 θW laRγ

µlaR + (2 sin2 θW − 1)laLγ
µlaL

]
Z0

µ. (3.45)

3.5 Termos Cinéticos de Interação e de Autointeração dos Campos
de Gauge do Modelo Padrão
Nesta seção analisaremos as consequências físicas trazidas pela quebra espontânea

de simetria para a lagrangiana do setor de gauge do Modelo Padrão Eletrofraco e determinar
os termos cinéticos de interações dos campos de gauge. Portanto, devemos reescrever a
lagrangiana de gauge (3.5) em função dos bósns físicos de gauge W±

µ , Z0
µ e Aµ. Para

desenvolver os cálculos utilizamos o programa FeynCalc 9.3.1 - stable version - como
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auxílio [49]. A princípio, sabemos que os bósons físicos carregados são dados por:W+
µ

W−
µ

 = 1√
2

1 −i
1 i

b1
µ

b2
µ

 . (3.46)

Multiplicando ambos os lados da Equação (3.46) pela matriz inversa 1√
2

1 1
i −i

,

temos a seguinte expressão:

b1
µ

b2
µ

 = 1√
2

1 1
i −i

W+
µ

W+
µ

 .
Portanto,

b1
µ = 1√

2
(W+

µ +W−
µ ); (3.47)

b2
µ = i√

2
(W+

µ −W−
µ ). (3.48)

Além disso, sabemos também que:

Bµ = cos θWAµ − sin θWZ
0
µ; (3.49)

b3
µ = sin θWAµ + cos θWZ

0
µ. (3.50)

Substituindo as Equações (3.47), (3.48), (3.49) e (3.50) na lagrangiana de gauge
(3.5) e fazendo uso do programa FeynCalc, foi possível extrair os seguintes resultados:

Lgauge = −1
4 [(∂µAν − ∂νAµ)(∂µAν − ∂νAµ)] − 1

4
[
(∂µZ

0
ν − ∂νZ

0
µ)(∂µZ0,ν − ∂νZ0,µ)

]
+

−1
2
[
(∂µW

−
ν − ∂νW

−
µ )(∂µW+,ν − ∂νW+,µ)

]
+

+g2 sin2 θW

[
(W+

ν A
ν)(W−

µ A
µ) − (W+

µ W
−,µ)(AνA

ν)
]

+

+g2 cos2 θW

[
(W+

µ Z
0,µ)(W−

ν Z
0,ν) − (W+

µ W
−,µ)(Z0

νZ
0,ν)

]
+

+g2 sin θW cos θW

[
W+

ν W
−
µ (AνZ0,µ + AµZ0,ν) − 2W+

µ W
−,µAνZ

0,ν
]

+

+g
2

2
[
(W+

ν W
+,ν)(W−

µ W
−,µ) − (W+

µ W
−,µ)(W+

ν W
−,ν)

]
+

+ig sin θW

[
AνW−,µ(∂µW

+
ν − ∂νW

+
µ ) − AνW+,µ(∂µW

−
ν − ∂νW

−
µ )
]

+

+ig cos θW

[
W+,νZ0,µ(∂µW

−
ν − ∂νW

−
µ ) −W−,νZ0,µ(∂µW

+
ν − ∂νW

+
µ )
]

+

+ig cos θW

[
W+

µ W
−
ν (∂µZ0,ν − ∂νZ0,µ)

]
+

+ig sin θW

[
(W+,µW−,ν −W+,νW−,µ)∂νAµ

]
. (3.51)
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Considerando e = g sin θW e realizando algumas manipulações matemáticas, podemos
reescrever a Equação (3.51) da seguinte forma:

Lgauge = −1
4FµνF

µν − 1
4FZ0,µνF

µν
Z0 − 1

2F
†
W,µνF

µν
W +

+e2
[
(W+

ν A
ν)(W−

µ A
µ) − (W+

µ W
−,µ)(AνA

ν)
]

+

+g2 cos2 θW

[
(W+

µ Z
0,µ)(W−

ν Z
0,ν) − (W+

µ W
−,µ)(Z0

νZ
0,ν)

]
+

+ge cos θW

[
(W+

ν A
ν)(W−

µ Z
0,µ) + (W+

ν Z
0,ν)(W−

µ A
µ) − 2(W+

µ W
−,µ)(AνZ

0,ν)
]

+

+g
2

2 W
+
ν W

−
µ

[
W+,νW−,µ −W+,µW−,ν

]
+

+ie
[
(W+,µW−,ν −W+,νW−,µ)∂νAµ + AνW−,µFW,µν − AνW+,µF †

W,µν

]
+

+ig cos θW

[
W+,νZ0,µF †

W,µν −W−,νZ0,µFW,µν +W+
µ W

−
ν F

µν
Z0

]
. (3.52)

Os três primeiros termos da Equação (3.52) representa a parte cinética do campo
eletromagnético e dos bósons físicos de gauge; Z0

µ e W±
µ , respectivamente. Os demais

termos representam as combinações tri e quadri-lineares dos bósons de gauge.

3.6 Interações Eletrofracas dos Quarks
A inserção das interações dos quarks é feita de maneira semelhante ao que foi

desenvolvido para o caso dos léptons. São três famílias dispostas em dubletos e singletos,

QaL =
ua

d′
a


L

; uaR; d′
aR, (3.53)

onde

u1 = u; u2 = c; u3 = t,

d′
1 = d′; d′

2 = s′; d′
3 = b′,

e apresentam transformações de gauge análogas ao setor leptônico. Podemos obter as
hipercargas fracas para os quarks via relação de Gell-Mann/Nishijima:

 2
3

−1
3

 = 1
2

1 0
0 −1

+ YQaL

2

1 0
0 1



= 1
2

YQaL
+ 1

YQaL
− 1

 . (3.54)
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YuaR
= 2

(2
3

)
− 2(0); (3.55)

Yd′
aR

= 2
(

−1
3

)
− 2(0). (3.56)

Dessa forma, YQaL
= 1/3, YuaR

= 4/3 e Yd′
aR

= −2/3. Para o caso dos léptons,
apenas a componente com isospin T3 = −1/2 do dubleto era maciça. No entanto, para os
quarks, ambas as componentes do dubleto são maciças. Por conseguinte, além do dubleto
de Higgs, torna-se necessário introduzir um dubleto complexo conjugado de Higgs que
possua hipercarga Yϕ = −1, de forma que o termo referente à massa dos quarks de isospin
T3 = +1/2 também seja invariante frente às transformações de gauge.

Sabemos que o dubleto de Higgs é dado pela seguinte expressão:

ϕ =
ϕ+

ϕ0

 , (3.57)

com Yϕ = +1, e o dubleto complexo conjugado de Higgs é dado por:

ϕ = iσ2ϕ
∗ = i

0 −i
i 0

ϕ−

ϕ
0

 =
 ϕ

0

−ϕ−

 , (3.58)

com Yϕ = −1. Dessa forma, temos que a lagrangiana de Yukawa é dada por:

LY ukawa
Quarks = −

3∑
a=1

[
GY

ua
uaR(ϕ†

QaL) +GY
da
daR(ϕ†QaL)

]
+ h.c.. (3.59)

A Equação (3.59) representa a massa das três famílias de quarks.

3.6.1 Correntes Carregada e Neutra para os Quarks

As notações d′, s′ e b′ representam transições entre quarks de famílias diferentes e
não são os autoestados de massa (quarks físicos) da teoria.

Dessa forma, partindo da premissa de que autoestados de interação dos quarks
misturam entre si, vamos introduzir uma matriz de transformação a qual estabelece uma
relação entre os autoestados de interação d′ e s′ e os autoestados de massa d e s [65], dada
pela seguinte expressão:

d′

s′

 =
 cos θC sin θC

− sin θC cos θC

d
s

 , (3.60)
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onde θC é o ângulo de Cabibbo (cos θC = 0.9737 ± 0.0025). Além disso, a matriz represen-
tada pela Equação (3.60) é unitária, isso se deve ao fato de que a corrente neutra não gera
mudanças de sabor entre os quarks. Substituindo a expressão (3.60) em (3.53), podemos
reescrever os dubletos de mão-esquerda como sendo:

Q1L =
 u

cos θC d+ sin θC s


L

; (3.61)

Q2L =
 c

− sin θC d+ cos θC s


L

. (3.62)

Para determinarmos as correntes carregada e neutra, realizaremos o mesmo pro-
cedimento que foi feito para o caso dos léptons. Seguindo este percurso, obteremos as
correntes de interações dos quarks do modelo. Portanto, de maneira análoga a Equação
(3.41), temos que:

Lquarks =
(
ua d

′
a

)
L
iγµ



iAµ

2 (g sin θW + g′YQaL
cos θW )

+ iZ0
µ

2 (g cos θW − g′YQaL
sin θW ) ig√

2W
+
µ

ig√
2W

−
µ

iAµ

2 (−g sin θW + g′YQaL
cos θW )

− iZ0
µ

2 (g cos θW + g′YQaL
sin θW )



×

ua

d′
a


L

+ uaRiγ
µ

[
∂µ + ig′YuaR

2 (cos θWAµ − sin θWZ
0
µ)
]
uaR + d

′
aRiγ

µ ×

×
[
∂µ +

ig′Yd′
aR

2 (cos θWAµ − sin θWZ
0
µ)
]
d′

aR. (3.63)

Sabemos que as hipercargas YQaL
, YuaR

e Yd′
aR

são dadas por 1/3, 4/3 e −2/3,
respectivamente. Portanto, fazendo algumas manipulações matemáticas considerando
cos θW = g/

√
g2 + g′2 e sin θW = g′/

√
g2 + g′2, obtemos a seguinte expressão:
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Lquarks =
(
ua d

′
a

)
L
iγµ



iAµ

2

(
g sin θW + g′

3 cos θW

)
uaL + iZ0

µ

2

(
g cos θW − g′

3 sin θW

)
uaL

+ ig√
2W

+
µ d

′
aL

ig√
2W

−
µ uaL + iAµ

2

(
−g sin θW + g′

3 cos θW

)
d′

aL

− iZ0
µ

2

(
g cos θW + g′

3 sin θW

)
d′

aL



+uaRiγ
µ

[
∂µ + 2ig′

3 (cos θWAµ − sin θWZ
0
µ)
]
uaR + d

′
aRiγ

µ ×

×
[
∂µ − ig′

3 (cos θWAµ − sin θWZ
0
µ)
]
d′

aR.

= −2
3

g′g√
g2 + g′2uaLγ

µuaLAµ −

(
g2 − g′2

3

)
(
2
√
g2 + g′2

)uaLγ
µuaLZ

0
µ − g√

2
(uaLγ

µd′
aLW

+
µ +

+d′
aLγ

µuaLW
−
µ ) + 1

3
g′g√
g2 + g′2d

′
aLγ

µd′
aLAµ +

(
g2 + g′2

3

)
(
2
√
g2 + g′2

)d′
aLγ

µd′
aLZ

0
µ +

−2
3

g′g√
g2 + g′2uaRγ

µuaRAµ + 2
3

g′2
√
g2 + g′2uaRγ

µuaRZ
0
µ +

+1
3

g′g√
g2 + g′2d

′
aRγ

µd′
aRAµ − 1

3
g′2

√
g2 + g′2d

′
aRγ

µdaRZ
0
µ. (3.64)

Dessa forma, a lagrangiana da corrente carregada das interações dos quarks media-
das pelos bósons físicos de gauge carregados, W+

µ e W−
µ , é dada por:

LCC
quarks = − g√

2
(
uaLγ

µd′
aLW

+
µ + d

′
aLγ

µuaLW
−
µ

)
.

= − g

2
√

2
[
uaγ

µ(1 − γ5)d′
aW

+
µ + d

′
aγ

µ(1 − γ5)uaW
−
µ

]
.

= − g

2
√

2
[uγµ(1 − γ5)d′ + cγµ(1 − γ5)s′]W+

µ + h.c. (3.65)

Sabemos que d′ e s′ não são os quarks físicos da teoria. No entanto, podemos
reescreve-los em função dos autoestados de massa a partir da seguinte transformação:

d′

s′


L

= UL

d
s


L

. (3.66)

Portanto,
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(
u c

)
L
γµ

d′

s′


L

=
(
u c

)
L

Uγµ

d
s


L

. (3.67)

Onde U é a matriz unitária de Cabibbo. Generalizando para a mistura envolvendo os três
famílias de quarks, obtemos:

(
u c t

)
L
γµ


d′

s′

b′


L

=
(
u c t

)
L
V γµ


d

s

b


L

. (3.68)

Onde V é a matriz de mistura entre os quarks de diferentes gerações, chamada de
matriz de Cabibbo–Kobayashi–Maskawa (CKM)[66], dada por:

VCKM =


c12c13 s12c13 s13e

−iδ13

−s12c23 − c12s23s13e
iδ13 c12c23 − s12s23s13e

iδ13 s23c13

s12s23 − c12c23s13e
iδ13 −c12s23 − s12c23s13e

iδ13 c23c13

 , (3.69)

em que cij = cos θij e sij = sin θij, onde θij é o ângulo de mistura entre as famílias e δ13

é o ângulo de fase. A violação de CP nos processos por interação fraca ocorre devido à
existência da fase complexa δ13, que aparece naturalmente na matriz de CKM.

A corrente neutra para o caso dos quarks o resultado é dada por:

LCN
quarks = −2

3
g′g√
g2 + g′2uaγ

µuaAµ + 1
2
√
g2 + g′2

(
5g′2

3 − g2
)
uaγ

µuaZ
0
µ +

+1
3

g′g√
g2 + g′2d

′
aγ

µd′
aAµ + 1

2
√
g2 + g′2

(
g2 − g′2

3

)
d

′
aγ

µd′
aZ

0
µ.

= −2
3euaγ

µuaAµ + 5
3ed

′
aγ

µd′
aAµ + g

2 cos θW

[5
3 sin2 θW + (sin2 θW − 1)

]
×

×uaγ
µuaZ

0
µ − g

2 cos θW

[1
3 sin2 θW + (sin θW − 1)

]
d

′
aγ

µd′
aZ

0
µ. (3.70)

Podemos observar a partir da Equação (3.70) que, diferente das correntes fracas
carregadas, as correntes neutras não mudam o sabor das partículas envolvidas, mesmo
havendo oscilações entre os quarks.
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4 Processo e+e− −→ W+W− no Modelo
Padrão

Neste capítulo, nosso objetivo é realizar um estudo de investigação e análise da
distribuição angular do processo em questão no que diz respeito ao comportamento das
seções de choques diferencial e total em função da energia de centro de massa e do ângulo
de espalhamento. A princípio, vamos considerar apenas as contribuições individuais de
cada diagrama de Feynman, e em um segundo momento, consideraremos a soma de
todas as contribuições para o processo e seus termos intermediários e+e− −→ W+W−. No
entanto, vamos desconsiderar a contribuição intermediada pelo propagador de Higgs, uma
vez que estamos submetidos à altas energias. Isso se dá pelo fato da massa do elétron
(melétron = 5 × 10−4 GeV ) ser desprezível quando comparada ao valor da energia de centro
de massa (200 − 500 GeV ), e observamos na lagrangiana de Yukawa (3.19) que a interação
entre os léptons e o bóson de Higgs acontece de maneira proporcional a sua respectiva
massa, GHe = Me/v.

Diante disso, o processo estudado neste capítulo apresenta quatro possíveis diagra-
mas de Feynman, como pode ser visto na Figura 5.

(a)

e−

e+

W+

W−

γ
(b)

e−

e+

W−

W+

ν

(c)

e−

e+

W+

W−

Z0
(d)

e−

e+

W+

W−

H

Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.

Figura 5 – Diagramas de Feynman para o processo de espalhamento e+e− −→ W+W− a
nível de árvore.

Além disso, podemos extrair todos os vértices das interações trilineares expressos na
Figura 5 e suas respectivas regras de Feynman. Dessa forma, considerando os acoplamentos
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trilineares representados nas lagrangianas dadas pelas equações (3.19), (3.43), (3.45) e
(3.52), obtemos:

e−

e+

Aµ

p

γ : −iqeγµe = −ieeγµe.

Aλ

W+
α

W−
β

p
k+

k−

: ie[(k+ − k−)λgαβ − (p+ k+)βgαλ + (p+ k−)αgβλ].

Z0
λ

W+
α

W−
β

p
k+

k−

: ie cos θW

sin θW
[(k+ − k−)λgαβ − (p+ k+)βgαλ + (p+ k−)αgβλ].

ν

e+

W+
λ

: −i g

2
√

2νγλ(1 − γ5)e = −i
(

M2
W GF√

2

) 1
2
νγλ(1 − γ5)e.

e−

e+

Z0
λ

: −i√
2

(
M2

ZGF√
2

) 1
2
eγλ[2 sin2 θW (1 + γ5) + (2 sin θW − 1)(1 − γ5)]e.

e−

e+

H : − iMe

v
= −iMe

(√
2GF

) 1
2 .

.
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H

W+
ν

W−
µ

: −i2M2
W

v
gµν = −i2M2

W

(√
2GF

) 1
2 gµν .

As variáveis de Mandelstam são introduzidas na nossa reação de acordo com a
forma como os momentos são transferidos entre os estados inicial e final. Essas variáveis
estabelecem relações que envolvem a energia, o momento e o ângulo de espalhamento
das partículas iniciais e finais presentes no processo. Observando a Figura 5, podemos
identificar a presença de dois canais de transferência de momento: aniquilação (canal s) e
espalhamento (canal t) [67]. Essas duas combinações são definidas como sendo:

s = (p− + p+)2 = (k− + k+)2; (4.1)

t = (p− − k−)2 = (p+ − k+)2.

= p2
− + k2

− − 2
[
E2 − E(E2 −M2

W ) 1
2 cos (α)

]
.

= M2
W − 4E2

2 + 4E2

2

(
1 − 4M2

W

4E2

) 1
2

cos (α).

= M2
W − s

2 + s

2

(
1 − 4M2

W

s

) 1
2

cos (α). (4.2)

Onde p−, p+, k− e k+ são os momentos do elétron (e−), do pósitron (e+), dos bosons W−

e W+; respectivamente. Além disso, α corresponde ao ângulo de espalhamento entre o
elétron e o W+, e

√
s é a energia no referencial de centro de massa.

Dessa forma, a seção de choque diferencial para o processo em questão dependente
do ângulo de espalhamento α é dada pela seguinte expressão [68]:

dσ

dΩCoM

= |M|2

64π2s

[
λ(s,m2

1,m
2
2)

λ(s,m2
3,m

2
4)

]
, (4.3)

onde λ(s,m2
1,m

2
2) e λ(s,m2

3,m
2
4) são funções triangulares, definidas como:

λ(s,m2
1,m

2
2) = s2 +m2

1 +m2
2 − 2sm1 − 2m1m2 − 2sm2, (4.4)
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e

λ(s,m2
3,m

2
4) = s2 +m2

3 +m2
4 − 2sm3 − 2m3m4 − 2sm4. (4.5)

Substituindo as equações (4.4) e (4.5) em (4.3) e realizando algumas manipulações
matemáticas, obtemos a seguinte expressão para a seção de choque diferencial:

dσ

dΩCoM

= |M|2

64π2s

[s− (m1 +m2)2] 1
2 ][s− (m1 −m2)2] 1

2

[s− (m3 +m4)2] 1
2 ][s− (m3 −m4)2] 1

2
, (4.6)

onde M é a amplitude de espalhamento e mi a massa das partículas envolvidas no
processo. Além disso, a amplitude total da reação é dada pela soma das contribuições dos
três diagramas, bem como de um termo de interferência entre eles. Vale ressaltar que a
contribuição intermediada pelo bóson de Higgs será desprezada. Assim sendo, temos que:

MT = Mγ + Mν + MZ0 . (4.7)

Onde Mγ, Mν e MZ0 são as amplitudes que apresentam as contribuições isoladamente
do fóton intermediário, do neutrino intermediário e do Z0 intermediário; respectivamente.
Elevando ambos os termos da Equação (4.7) ao quadrado, obtemos:

|MT |2 = |Mγ + Mν + MZ0|2. (4.8)

4.1 Contribuições Individuais Para o Processo e+e− −→ W+W−

Para calcular as amplitudes quadráticas e as seções de choque diferenciais e integrais
para o processo representado na Figura 5 foi utilizado o programa CalcHep [50] juntamente
com o software Mathematica [48]. A princípio, vamos realizar o desenvolvimento da seção
choque diferencial e integral para a contribuição do fóton (γ) isoladamente, representado
pelo diagrama (5.a). Dessa forma, a amplitude quadrática |Mγ|2 referente à contribuição
do fóton é dada por:

|Mγ|2 = 4G2
FM

2
Z0 cos4 θW sin4 θW

M4
W s

(4M2
W − s){12[−1 + cos2 α]M4

W +

−4[3 + cos2 α]M2
W s+ [−1 + cos2 α]s2}, (4.9)

onde GF é a constante de Fermi, θW o ângulo de Weinberg e α o ângulo de espalha-
mento. Substituindo a amplitude quadrática representada pela Equação (4.9) em (4.6),
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obtemos a seguinte representação para a seção transversal diferencial do fóton isoladamente:

(
dσ

d cosα

)
γ

= −
G2

FM
2
Z0 cos4 θW sin4 θW

√
s(s− 4M2

W )
16π2s3M4

W

{12[−1 + cos2 α]M4
W +

−4[3 + cos2 α]M2
W s+ [−1 + cos2 α]s2}. (4.10)

A Figura 6 mostra o comportamento da Equação (4.10) para energia
√
s = 200 GeV ,

e foi plotada considerando os seguintes valores para suas variáveis: GF = 1.166 × 10−5,
MW = 80 GeV , MZ0 = 91 GeV , sin2 θW = 0, 2314 e cos2 θW = 0, 7686.

Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.
Figura 6 – Comportamento da seção transversal diferencial em função do ângulo de espa-

lhamento devido a contribuição com aniquilamento de um fóton isoladamente
para o processo e+e− −→ W+W−, considerando

√
s = 200 GeV .

A Figura 6 apresenta seu máximo em cos (α) = 0 e seus mínimos em cos (α) = ±1,
respectivamente. Além disso, podemos observar uma invariância (conservação) de paridade,
ou seja, as configurações são as mesmas à direita e à esquerda, já que os fenômenos ocorrem
da mesma forma para as duas direções. De fato, as lagrangianas da Eletrodinâmica Quântica
(QED) foram construídas de forma a apresentarem a invariância de Carga-Paridade (CP)
de suas naturezas, uma vez que só há interações entre elementos que não oscilam de
famílias entre si. A escolha do valor para energia do centro de massa

√
s foi devido a

relação de dependência entre essa e a seção de choque diferencial, uma vez que para ocorrer
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a detecção é necessário energia excedente ao limiar da energia de repouso das partículas
produzidas no final do processo, no caso em questão, superior a 2 ×MW = 162 GeV .

Vamos realizar agora uma análise do comportamento da seção de choque total em
relação à energia devido apenas a contribuição do fóton (γ), diagrama (5.a). A seção de
choque total para essa situação é dada por:

(σtotal)γ = G2
FM

4
Z sin4 (2θW )

96M4
Wπs

4

[
(−4M2

W + s)2(24M6
W + 4M4

W s+ 22M2
W s

2 + s3)
]
. (4.11)

A Equação (4.11) nos fornece a seção de choque total em função da energia de
centro de massa

√
s. De maneira análoga ao que foi desenvolvido para a seção diferencial

de choque, a seção de choque total representada pela Equação (4.11) apresenta seu com-
portamento expresso na Figura 7.

Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.
Figura 7 – Comportamento da seção de choque total em relação à energia

√
s devido

apenas a contribuição do fóton (γ) para o processo e+e− −→ W+W−.

Realizando uma observação na Figura 7 constatamos que a seção de choque total
diverge para altas energias. Como resultado, temos a violação da conservação de probabili-
dade da matriz de espalhamento, também chamada de limite de Froissart-Martin. Esse
limite delimita superiormente o crescimento da seção de choque total em termos da energia
das partículas colidentes [69][70], representado matematicamente pela equação:
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σtotal ≤ K (ln s)2 , (4.12)

onde K é uma constante e s é uma variável de Mandelstam. Dessa forma, o crescimento da
seção de choque total em função da energia não pode ser mais rápido do que o quadrado
do logaritmo natural da energia de centro de massa.

Vamos realizar o mesmo procedimento para o neutrino intermediário ν. A amplitude
quadrática |Mν |2 devido a contribuição apenas do neutrino intermediário é dada pela
seguinte expressão:

|Mν |2 = G2
FM

4
Zs cos4 θW

2M4
W (−2M2

W + s+ cosα
√
s
√

−4M2
W + s)2

{16(−1 + 5 cos2 α)M6
W +

−(−1 + cos2 α)s 5
2 [(1 + cos2 α)

√
s+ 2 cosα

√
−4M2

W + s] +

−4M4
W [(7 + 21 cos2 α + 4 cos4 α)s+ 4 cosα(3 + cos2 α)

√
s
√

−4M2
W + s] +

+4M2
W [2(1 + cos2 α)2s2 + cosα(5 + 3 cos2 α)s 3

2

√
−4M2

W + s]}. (4.13)

Substituindo a amplitude quadrática representada pela Equação (4.14) na Equação
(4.6), obtemos a seguinte expressão para a seção transversal diferencial (considerando
apenas a contribuição do neutrino intermediário):

(
dσ

d cosα

)
ν

= G2
FM

4
Z cos4 θW

128π2M4
W (−2M2

W + s+ cosα
√
s
√

−4M2
W + s)2

{16(−1 + 5 cos2 α)M6
W +

−(−1 + cos2 α)s 5
2 [(1 + cos2 α)

√
s+ 2 cosα

√
−4M2

W + s] +

−4M4
W [(7 + 21 cos2 α + 4 cos4 α)s+ 4 cosα(3 + cos2 α)

√
s
√

−4M2
W + s] +

+4M2
W [2(1 + cos2 α)2s2 + cosα(5 + 3 cos2 α)s 3

2

√
−4M2

W + s]}. (4.14)

Substituindo as variáveis presentes na Equação (4.14) pelos seus respectivos valores
e fazendo com que o cosseno do ângulo de espalhamento varra todos os seus possíveis
valores, obtemos a Figura 8.
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Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.
Figura 8 – Comportamento da seção transversal diferencial em função do ângulo de espa-

lhamento devido a contribuição com troca de um neutrino isoladamente para o
processo e+e− −→ W+W−.

A Figura 8 apresenta um comportamento assimétrico para distribuição da seção
transversal diferencial em relação ao cosseno do ângulo de espalhamento para a contribuição
do neutrino intermediário isoladamente. Experimentos foram realizados por C.S. Wu e
colaboradores com o objetivo de explicar a violação de paridade na interação fraca. Esses
experimentos, que consistiam em observar o comportamento da distribuição dos elétrons
produzidos no decaimento beta do isótopo 60Co, possibilitaram mostrar que não apenas a
paridade é violada, mas também que essa violação apresenta seu máximo em cos (α) = −1
[71]. De fato, os neutrinos apresentam apenas quiralidade de mão-esquerda e oscilam de
sabores de interação entre si. O fato dos neutrinos realizarem misturas resulta em violação
da simetria CP devido a presença de uma fase complexa na matriz unitária de mistura
MNS [72]. Além disso, ocorre a violação da conjugação de carga C nas interações fracas,
uma vez que ao aplicar essa em um neutrino de mão-esquerda obtém-se um antineutrino
de mão-esquerda (não existe).

A seção de choque total em relação à energia
√
s devido a contribuição com troca

de um neutrino isoladamente para o processo, diagrama (5.b), é dada por:
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(σtotal)ν = G2
FM

4
Z cos4 θW

48M4
Wπ(3M2

W − s)s2 [288M8
W − 464M6

W s+ 174M4
W s

2 − 15M2
W s

3 − s4 +

+24M4
W (6M4

W − 5M2
W s+ s2) log[−M2

W/(3M2
W − s)]], (4.15)

e tem seu comportamento descrito na Figura 9.

.
Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.

Figura 9 – Comportamento da seção de choque total em relação à energia
√
s devido a

contribuição com troca de um neutrino isoladamente para o processo e+e− −→
W+W−.

A Figura 9 ilustra que a seção de choque total para altas energias devido a contri-
buição com troca do neutrino intermediário isoladamente também cresce indefinidamente
com a energia, violando a probabilidade da matriz de espalhamento.

Finalmente, analisaremos o comportamento da contribuição isoladamente do Z0

intermediário. Para essa circunstância, a amplitude quadrática |MZ0 |2 é dada pela Equação
(4.19):

|MZ0 |2 = −G2
FM

4
Z0s cos8 θW [2 − 2 cos (2θW ) + cos (4θW )]

2M4
W (M2

W − s cos2 θW )2 {(−4M2
W + s) ×

×[12(−1 + cos2 α)M4
W − 4(3 + cos2 α)M2

W s+ (−1 + cos2 α)s2]}. (4.16)
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A expressão da seção de choque diferencial em função do ângulo de espalhamento,
considerando apenas a contribuição do Z0, é dada por:

(
dσ

d cosα

)
Z0

=
G2

FM
4
Z0 cos8 θW [2 − 2 cos (2θW ) + cos (4θW )]

√
s(s− 4M4

W )
128π2sM4

W (M2
W − s cos2 θW )2 ×

×{(−4M2
W + s)[12(−1 + cos2 α)M4

W − 4(3 + cos2 α)M2
W s+

+(−1 + cos2 α)s2]}, (4.17)

a qual apresenta na Figura 10 seu comportamento para energia de centro de massa igual a
200 GeV .

Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.
Figura 10 – Comportamento da seção transversal diferencial em função do ângulo de

espalhamento devido a contribuição de um Z0 isoladamente para o processo
e+e− −→ W+W−.

A Figura 10 mostra uma invariância de paridade para o comportamento da seção
de choque diferencial devido a contribuição do Z0. Isso se deve ao fato de que as correntes
neutras do Z0 não sofrem nenhuma mudança via transformação unitária U , ou seja, não
alteram sua forma quando escritas na base de massa:

laγ
µla = l′aγ

µU †Ul′a = l′aγ
µl′a. (4.18)

Dessa forma, não há mistura de sabores, logo não há violação da simetria CP.
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Além disso, a seção de choque total em relação à energia
√
s devido a contribuição

de um Z0 isoladamente para o processo, diagrama (5.c), é dada por:

(σtotal)Z0 = G2
FM

4
Z0 cos8 θW [2 − 2 cos (2θW ) + cos (4θW )]
48M4

Wπs
2(M2

W − s+ s sin2 θW )2 ×

×[(−4M2
W + s)2(24M6

W + 4M4
W s+ 22M2

W s
2 + s3)], (4.19)

a qual apresenta seu comportamento na Figura 11.

.
Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.

Figura 11 – Comportamento da seção de choque total em relação à energia
√
s devido

a contribuição com aniquilamento de um Z0 isoladamente para o processo
e+e− −→ W+W−.

A Figura 11 explicita que a seção de choque total para altas energias devido a
contribuição com aniquilamento de um Z0 isoladamente também viola a probabilidade
de espalhamento. Dessa forma, podemos concluir que a seção de choque total de cada
uma contribuições individuais envolvidas no processo e+e− −→ W+W− apresenta um
comportamento que viola a probabilidade da matriz de espalhamento e diverge.

4.2 Contribuição Total Para o Processo e+e− −→ W+W−

Nesta seção, iremos realizar uma breve análise sobre o comportamento da seção
de choque total devido a soma entre todas as contribuições individuais e os termos de
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interferência (termos cruzados), os quais aparecerão com o desenvolvimento da Equação
(4.8) via expansão do quadrado de um trinômio.

Assim sendo, a amplitude quadrática |Mtotal|2 referente à contribuição total é dada
pela seguinte expressão:

|Mtotal|2 = G2
FM

4
Z cos4 θW

4s(−2M2
W + s+ cosα

√
s
√

−4M2
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√
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√
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W [(15 + 59 cos2 α + 14 cos4 α)s3 + 4 cosα× ...
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...×(11 + 7 cos2 α)s(5/2)
√

−4M2
W + s] − 2M2

W [(1 − 18 cos2 α + cos4 α)s4 +

-2cosα(3 + 5 cos2 α)s(7/2)
√

−4M2
W + s]} cos (2θW ) + cos (4θW ) ×

×{384(−1 + cos2 α)M10
W − (−1 + cos2 α)s(9/2)[3(1 + cos2 α)

√
s+

+2cosα
√

−4M2
W + s] − 32M8

W [(3 + cos2 α + 12 cos4 α)s+ 12 cosα×

×(−1 + cos2 α)
√
s
√

−4M2
W + s] + 32M6

W [(5 + 19 cos2 α + 4 cos4 α)s2 +

+cosα(9 + 7 cos2 α)s(3/2)
√

−4M2
W + s] − 4M4

W [(15 + 39 cos2 α+ 10 cos4 α) ×

×s3 +4 cosα(7+5 cos2 α)s(5/2)
√

−4M2
W + s]+4M2

W [(3+5 cos4 α)s4 +cosα×

×(3 + 5 cos2 α)s(7/2)
√

−4M2
W + s]}}. (4.20)

Substituindo a amplitude quadrática total |Mtotal|2 representada pela Equação
(4.20) na Equação (4.6) e substituindo as variáveis pelos seus respectivos valores, obtemos
o comportamento da seção transversal diferencial total representado na Figura 12, o qual
foi considerado a energia de centro de massa igual a 200 GeV e a 500 GeV .

Além disso, a seção de choque total em função apenas da energia
√
s devido a

contribuição total para o processo em questão é dada por:

(σ)total = G2
FM

4
Z cos4 θW

48π[(3M2
W − s)s4(M2

W − s+ s sin2 θW )2]
{
3s2[544M8

W − 384M6
W s+

+8(12M8
W − 13M6

W s+ 3M4
W s

2 − 3M2
W s

3 + s4) log[−M2
W/(3M2

W − s)]

+13s4 + 226M4
W s

2 − 93M2
W s

3] − 16s[312M10
W + 46M8

W s− 47M6
W s

2 +

+36M4
W s

3 + 3(6M10
W + 7M8

W s− 21M6
W s

2 + 3M4
W s

3 − 2M2
W s

4 + s5) ×

× log[−M2
W/(3M2

W − s)] − 28M2
W s

4 + 5s5] sin2 θW + 4[2304M12
W +

−384M10
W s+ 1744M8

W s
2 − 1128M6

W s
3 + 246M4

W s
4 − 55M2

W s
5 + 9s6 +

+6s2(−12M8
W − 26M6

W s+ 4M4
W s

2 −M2
W s

3 + s4) log[−M2
W/(3M2

W − s)]] ×

× sin4 θW }. (4.21)
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.
Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.

Figura 12 – Comportamento da seção transversal diferencial em função do ângulo de
espalhamento devido a todas as contribuições mais os termos de interferências
no modelo padrão para o processo e+e− −→ W+W−.

A Figura 12 apresenta uma assimetria para o comportamento da seção diferencial
de choque em relação ao cosseno do ângulo de espalhamento, ou seja, nessa situação
também há violação de CP. De fato, a amplitude quadrática para tal situação levou
em consideração a soma de todos os termos de contribuições para o processo, onde as
contribuições que envolvem o neutrino intermediário violam a invariância de CP. Portanto,
se em um dos termos da soma das contribuições ocorre violação, no resultante também
ocorrerá. Além disso, podemos observar que essa violação apresenta seu máximo quando
cosα = −1, conforme estudado anteriormente.

Embora as seções de choque total devido às contribuições isoladamente violam a
conservação de probabilidade da matriz de espalhamento, a Figura 13 mostra que a seção de
choque total devido a soma de todas as contribuições e dos termos intermediários apresenta
um resultado suficientemente bem comportado para a faixa de energia em questão. Dessa
forma, nosso resultado apenas reforçou que o Modelo Padrão é uma teoria extremamente
bem sucedida no que diz respeito a explicação dos resultados obtidos experimentalmente
para energia menores que 1 TeV .
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.
Fonte: Elaborada pelo autor, 2023.

Figura 13 – Comportamento da seção de choque total em relação à energia
√
s devido

a todas as contribuições mais os termos de interferências no modelo padrão
para o processo e+e− −→ W+W−.

No entanto, o Modelo Padrão apresenta problemas quando a energia atinge deter-
minados valores, conhecido na literatura como o Problema da Hierarquia de Escalas. Esse
problema origina-se devido a existência de limite superior, imposto pela conservação da
matriz de espalhamento da teoria, para a massa do bóson de Higgs na faixa de 1 TeV
[33][34]. Podemos chegar a esse valor de forma teórica através da análise da trivialidade do
potencial V (ϕ) expresso na Equação (2.2), via teorema da equivalência [73][74][75]. Uma
vez que as correções para a massa do bóson de Higgs devem ser proporcional ao quadrado
da escala de energia mais alta em que o Modelo Padrão pode ser válido. Portanto, para
valores de energia superiores a 1 TeV , torna-se necessária uma nova teoria para descrever
a física para qualquer valor de energia, de forma que ela recupere o Modelo Padrão para
baixas energias. Uma forma de solucionar o problema da hierarquia de maneira natural é
com o auxílio de teorias que são fundamentadas em dimensões espaciais extras.

Outro ponto a se destacar é a não naturalidade no que se refere a explicação
do motivo pelo qual alguns acoplamentos de Yukawa são tão diferentes de outros em
ordem de grandeza, uma vez que as massas das três famílias de quarks e léptons variam
consideravelmente entre si. Além disso, as massas dos férmions e os ângulos de mistura dos
quarks são parâmetros livres, podendo ser ajustados artificialmente na teoria conforme os
valores observados. Esse problema, que reforça novamente a existência de uma nova teoria
que vai além do Modelo Padrão, é conhecido como Problema de Massa dos Férmions.
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Por fim, no início da Seção (3.1) mencionamos alguns estudos que evidenciaram
as oscilações de famílias ocorridas entre os neutrinos, exigindo uma possível extensão do
Modelo Padrão para explicar a existência da massa dos neutrinos.
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5 Massa dos Neutrinos e o Mecanismo Seesaw
Tipo-I

De maneira semelhante ao que foi desenvolvido para o caso dos quarks tipo Down,
podemos estabelecer uma relação entre os autoestados de sabor e os autoestados de massa
para o neutrinos por meio da introdução de uma matriz de mistura, dada pela seguinte
expressão:


νe

νµ

ντ

 = Uβj


ν1

ν2

ν3

 , (5.1)

onde β = e, µ, , τ e j = 1, 2, 3. Além disso, Uβi é chamada de matriz PMNS (Pontecorvo,
Maki, Nakagawa e Sakata) e é parametrizada em função dos ângulos de misturas entre as
famílias dos neutrinos e de uma função de fase de Dirac [72].

Uβj =


c12c13 s12c13 s13e

−iδ

−s12c23 − c12s23s13e
iδ c12c23 − s12s23s13e

iδ s23c13

s12s23 − c12c23s13e
iδ −c12s23 − s12c23s13e

iδ c23c13

 . (5.2)

Onde cij e sij são usados para denotar cos θij e sin θij, respectivamente.

Portanto, a oscilação dos neutrinos também é fonte de violação de CP na natureza
devido a existência da fase complexa iδ. É possível ainda estabelecer uma expressão
analítica para quantificar a probabilidade de transição de sabor dos neutrinos via estudo
da evolução temporal, a qual relaciona a probabilidade de transição com a energia, a
distância e a diferença quadrática de massa dos autoestados dos neutrinos.

5.1 Massa de Dirac
A massa de neutrinos de Dirac é uma extensão ao Modelo Padrão no que se

refere à tentativa de explicação da massa dos neutrinos. Uma vez que todos os férmions
maciços presentes no nosso estudo possuem tanto um espinor de mão-esquerda quanto
um de mão-direita, torna-se interessante partir da premissa da adição de um neutrino de
mão-direita, representado pelo seguinte singleto:

νaR, (5.3)
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com a = e, µ, τ .

Os neutrinos adicionados à teoria não participam de interações fracas, fortes e
eletromagnéticas. Além disso, a assimetria presente na Figura (8) devido a não existência
de neutrinos de mão-direita desaparece.

A lagrangiana de Yukawa agora pode ser reescrita considerando tanto os léptons
carregados quanto os neutros, dessa forma, temos que:

LY ukawa = −Gl
Y

(
v +H√

2

)(0 1
)
laR

νa

la


L

+
(
νa la

)
L

0
1

 laR

+

−Gν
Y

(
v +H√

2

)(1 0
)
νaR

νa

la


L

+
(
νa la

)
L

1
0

 νaR

 .
= −Gl

Y v√
2
(
laLla + laRla

)
− Gl

YH√
2
(
laLla + laRla

)
+

−Gν
Y v√
2

(νaLνa + νaRνa) − Gν
YH√
2

(νaLνa + νaRνa) .

= −Gl
Y v√
2
lala − Gl

YH√
2
lala − Gν

Y v√
2
νaνa − Gν

YH√
2
νaνa. (5.4)

Onde Gν
Y é uma matriz complexa 3×3 não diagonal que representa as constantes aleatórias

de Yukawa para os neutrinos. O terceiro termo da lado direito da Equação (5.4) refere-se à
massa dos léptons neutros, conhecida como massa de Dirac e é dada matematicamente por
MD = Mk = Gν

Y av/
√

2 com (a = e, µ, τ). Além disso, podemos observar no último termo
da Equação (5.4) a existência de uma interação entre os léptons neutros e o bóson de Higgs.
Os neutrinos de mão-esquerda possuem isospin T3 = +1/2, por conseguinte, foi utilizado
o dubleto conjugado de Higgs na lagrangiana de Yukawa, o qual apresenta hipercarga
Y = −1 para que o termo de massa dos neutrinos na lagrangiana seja invariante de gauge.

De fato, é possível agora gerar massa para os neutrinos pelo mecanismo de Higgs e
a lagrangiana de Yukawa. No entanto, essa extensão não consegue explicar o motivo pelo
qual os neutrinos apresentam uma massa muito menor em relação aos léptons carregados,
uma vez que foi utilizado o mesmo mecanismo e ambos são proporcionais ao Higgs VEV
v. Dessa forma, os acoplamentos dos neutrinos são muito menores do que os das outras
partículas do Modelo Padrão. Além disso, surge a não naturalidade da teoria devido a
aleatoriedade dos acoplamentos de Yukawa.
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5.2 Majorana - Neutrinos
Outra teoria que se baseia na introdução de um neutrino de mão-direita é a

chamada teoria de Majorana, a qual considera que os férmions de Majorana são suas
próprias antipartículas [76]. Dessa forma, tomando como ponto de partida uma teoria com
o objetivo de estudar o neutrino não maciço por meio de um espinor de duas componentes
e que são descritos por espinores de Weyl, e em um segundo momento expandir a ideia
para neutrinos maciços, uma vez que já foi comprovado a existência de massa para essas
partículas.

Em geral, um campo de férmions de spin-1/2 livre satisfaz a equação de Dirac:

(iγµ∂µ −m)ψ(x) = 0. (5.5)

Onde ψ(x) é um campo espinorial de 4 componentes, m é a massa do férmion e γµ são
matrizes 4 × 4 que satisfazem as seguintes condições:

{γµ, γν} = 2gµνI4×4; γ0γµ†γ0 = γµ. (5.6)

A princípio, usaremos a chamada representação de Weyl, dada por:

γ0 =
 0 I2×2

I2×2 0

 ; γi =
 0 σi

−σi 0

 ; γ5 =
−I2×2 0

0 I2×2

 , (5.7)

com σi (i = 1, 2, 3) sendo as matrizes de Pauli. Além disso, podemos decompor ψ(x) em
componentes de mão-esquerda e direita via operadores de projeção de quiralidade, que são
definidos como:

ψ(x) = ψL(x) + ψR(x), (5.8)

onde os espinores de Weyl são ψL(x) = Lψ(x) =
(

1−γ5
2

)
ψ(x) e ψR(x) = Rψ(x) =(

1+γ5
2

)
ψ(x). Substituindo a Equação (5.8) na expressão (5.5), obtemos um conjunto de

duas equações acopladas em função das componentes quirais.

iγµ∂µψL(x) = mψR(x), (5.9)

iγµ∂µψR(x) = mψL(x). (5.10)

Se considerarmos um férmion sem massa, ou seja, m = 0; as Equações (5.9) e (5.10)
desacoplam-se e os componentes canhotos e destros de ψ(x) evoluem independentemente.

iγµ∂µψL(x) = 0, (5.11)
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iγµ∂µψR(x) = 0. (5.12)

As expressões (5.11) e (5.12) são conhecidas como equações de Weyl e descrevem
partículas sem massa, chamadas de férmions de Weyl.

No entanto, esse comportamento não é tão interessante, uma vez que os neutrinos
possuem massa. Dessa forma, torna-se necessário a introdução de um campo de Majorana,
onde as Equações (5.9) e (5.10) são dependentes e podem ser obtidas uma em função da
outra por meio do conjugado hermitiano. Portanto, tomando o conjugado hermitiano da
Equação (5.10) e multiplicando à direita ambos os membros da expressão por γ0, obtemos
a seguinte relação:

−i∂µ [γµψL(x)]† γ0 = mψ†
L(x)γ0.

−→ −i∂µψ
†
R(x)γ0γµ† = mψL(x).

−→ −i∂µψR(x)γµ = mψL(x). (5.13)

Por fim, tomando a matriz transposta da Equação (5.13) e multiplicando à esquerda
pela matriz de conjugação de carga C, obtemos:

−i∂µC
[
ψR(x)γµ

]T
= mCψT

L(x).

−→ −i∂µCγµTψ
T

R(x) = mCψT

L(x).

−→ iγµ∂µCψT

R(x) = mCψT

L(x). (5.14)

Foi utilizado para obter a expressão (5.14) as seguintes propriedades para a matriz
conjugação de carga C:

CγµT C−1 = −γµ, (5.15)

C† = C−1, (5.16)

CT = −C. (5.17)

Para que a Equação (5.14) recupere a expressão (5.9) torna-se necessário definir a
seguinte condição de Majorana: ψL(x) = CψT

R(x),
ψR(x) = CψT

L(x).
(5.18)
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Por sua vez, reescrevendo o campo ψ(x) expresso na Equação (5.8) fazendo uso
das condições (5.18), obtemos o Campo de Majorana:

ψ(x) = ψL(x) + CψT

L(x). (5.19)

No entanto, sob conjugação de carga, o campo ψL(x) se transforma como:

ψL(x) C−→ CψT

L(x) = ψC
L (x). (5.20)

Dessa forma, temos que:

ψ(x) = ψL(x) + ψC
L (x). (5.21)

Portanto, a condição de Majorana implica que os campos de partícula e antipartícula
são os mesmos e a corrente carregada de um Campo de Majorana é sempre zero. Além
disso, esses campos podem ser construídos com apenas um campo quiral.

5.2.1 Massa de Majorana

De posse das informações anteriores, devemos encontrar um termo de massa para os
neutrinos de Majorana usando apenas o campo quiral esquerdo νL. A princípio, partiremos
da lagrangiana de Dirac para um campo de neutrinos de Dirac ν = νL + νR:

LD =
νL

νR

 (iγµ∂µ −m)
(
νL νR

)
.

= νLiγ
µ∂µνL + νRiγ

µ∂µνR −m (νLνR + νRνL) . (5.22)

Podemos reescrever a Equação (5.22) de modo que a componente quiral de mão-
direita seja função da componente quiral de mão-esquerda via conjugação de carga.
Portanto, temos que a lagrangiana de Majorana é dada por:

LM = νLiγ
µ∂µνL + νC

L iγ
µ∂µν

C
L −m

(
νLν

C
L + νC

LνL

)
. (5.23)

O termo de massa de Majorana da lagrangiana (5.23) pode ser escrito como:

LM
massa = −1

2m
(
νLν

C
L + h.c.

)
. (5.24)

O fator 1/2 é utilizado a fim de evitar uma dupla contagem ao expressar de maneira
implícita o conjugado hermitiano. Os neutrinos e os antineutrinos de Dirac carregam
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número leptônico L = +1 e L = −1, respectivamente. No entanto, o caso de Majorana
neutrinos e antineutrinos apresentam o mesmo número leptônico, violando a simetria
leptônica. O estudo do decaimento beta duplo sem neutrinos, se observado, é um exemplo
dessa violação e torna-se uma evidência da natureza dos neutrinos como partículas de
Majorana [77]. Porém, esse fenômeno é muito difícil de ser observado na natureza.

A lagrangiana de Yukawa de Majorana é dada por:

LM
Y ukawa = −GM

Y

[
ΨaR(ϕ†ΨaL) + h.c

]
.

= −GM
Y

[
ΨC

a L(ϕ†ΨaL) + h.c
]
. (5.25)

Após a quebra espontânea de simetria, temos a seguinte lagrangiana:

LM
Y ukawa = −GM

Y

(
v +H√

2

)(νC
aL laR

)νa

la


L

+ h.c.

 .
= −GMν

Y v√
2
νC

aLνaL − GMν
Y H√

2
νC

aLνaL − Gl
Y v√
2
lala − Gl

YH√
2
lala + h.c. (5.26)

Portanto, assim como para o caso dos neutrinos de Dirac, é preciso ainda que
algumas restrições sejam feitas aos valores das constantes de Yukawa que são adicionadas
à teoria. Além disso, mesmo sendo possível gerar massa para os neutrinos, é impossível
quantificar com exatidão os valores dessas respectivas massas. Dessa forma, torna-se
necessário uma forma para geração de massa para os neutrinos.

5.3 Mecanismo Seesaw Tipo-I
O modelo conhecido como o Mecanismo Seesaw Tipo-I é fundamentado na existência

simultânea dos termos de massa de Dirac e de Majorana, através da adição de um neutrino
de mão-direita e considerando a violação do número leptônico. Dessa forma, partindo da
premissa da adição de um neutrino de mão-direita, sabemos que o termo de massa de
Dirac é dado por:

LD
massa = −mD (νRνL + h.c.) . (5.27)

Além disso, o termo de massa de Majorana considerando as contribuições para os
neutrinos de mão-esquerda e mão-direita, é dado por:

LM
massa = −1

2mL

(
νLν

C
L + h.c.

)
− 1

2mR

(
νC

RνR + h.c.
)
. (5.28)

Vale ressaltar que o campo fermiônico de Majorana de mão-direita são estéreis
perante as interações eletrofracas. A soma dos termos de massas representados pelas



Capítulo 5. Massa dos Neutrinos e o Mecanismo Seesaw Tipo-I 77

lagrangianas (5.27) e (5.28) nos fornece o termo de massa Dirac-Majorana:

LD+M
massa = −mDνRνL − 1

2mLνLν
C
L − 1

2mRν
C
RνR + h.c. (5.29)

Introduzindo o vetor neutrino de campos quirais canhotos nL, podemos reescrever
a lagrangiana (5.29) da seguinte forma:

LD+M
massa = −1

2nLMD+M (nL)C + h.c., (5.30)

onde

nL =
 νL

(νR)C

 ; (5.31)

(nL)C =
(νL)C

νR

 =
νC

R

νR

 , (5.32)

e

MD+M =
mL mD

mD mR

 . (5.33)

Portanto, substituindo as Equações (5.31), (5.32) e (5.33) na lagrangiana (5.30),
obtemos a seguinte expressão:

LD+M
massa = −1

2
(
νL (νR)C

)mL mD

mD mR

(νL)C

νR

+ h.c. (5.34)

Os autoestados de interação presentes na Equação (5.34) não são estados físicos
dos neutrinos, podemos diagonalizar a matriz expressa na Equação (5.33) utilizando
o mecanismo de determinação dos autovalores e autovetores de massas via equação
característica. Dessa forma, temos que:

∆(λ) = det
[
MD+M − λI2×2

]
= 0. (5.35)

De (5.35) obtemos os seguintes autovalores:

λ1 = 1
2

(
mR +mL −

√
m2

R + 4m2
D − 2mRmL +m2

L

)
; (5.36)

λ2 = 1
2

(
mR +mL +

√
m2

R + 4m2
D − 2mRmL +m2

L

)
. (5.37)
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Vamos considerar o caso particular o qual preserva todas as simetrias do Modelo
Padrão, onde mL = 0 e mR >> mD. Os autovalores expressos nas Equações (5.36) e (5.37)
são reescritas como:

λ1 = 1
2

(
mR −

√
m2

R + 4m2
D

)
= 1

2

mR −mR

√√√√1 + 4m2
D

m2
R

 ; (5.38)

λ2 = 1
2

(
mR +

√
m2

R + 4m2
D

)
= 1

2

mR +mR

√√√√1 + 4m2
D

m2
R

 . (5.39)

Uma vez que utilizamos a condição mR >> mD, podemos fazer uma expansão em
series de potências em torno de zero (série de Maclaurin). Portanto, temos que:√√√√1 + 4m2

D

m2
R

≈ 1 + 2m2
D

m2
R

. (5.40)

Dessa forma, substituindo a Equação (5.40) em (5.38) e (5.39), obtemos os seguintes
autovalores:

λ1 = 1
2mR

(
1 − 1 + 2m2

D

m2
R

)
; (5.41)

λ2 = 1
2mR

(
1 + 1 + 2m2

D

m2
R

)
. (5.42)

Assim, temos que os dois autovalores de massa dos neutrinos de mão-esquerda e de
mão-direita, respectivamente:

m1 = mν = m2
D

mR

; (5.43)

m2 = mR. (5.44)

Podemos ainda substituir o valor da massa de Dirac mD na expressão (5.43),
obtendo a seguinte relação:

mν = (Gν
Y av)2

2mR

. (5.45)

A Equação (5.45) nos mostra que a massa dos neutrinos de mão-esquerda é
inversamente proporcional à massa dos neutrinos mão-direita. Agora torna-se viável tanto
gerar massa para os neutrinos quanto mensurar sua magnitude.

Além disso, partindo da premissa que a massa dos neutrinos apresente um limite
relativístico em mν ≈ 5 × 10−2 eV e considerando, por definição de massa de Dirac,
Gν

Y ≈ 10−2 e v ≈ 256 GeV , a massa dos neutrinos de mão-direita é da ordem de
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mR ≈ 1015 GeV . Portanto, o mecanismo Seesaw tipo-I gera massa para os neutrinos
de mão-direita na escala dos GeVs, apresentando valor de energia superior da escala da
quebra espontânea da simetria eletrofraca (1 TeV ), o que faz com que os neutrinos de
mão-direita sejam praticamente estéreis, dificultando sua confirmação experimentalmente.
Esse resultado indica a existência de uma física além do modelo padrão no regime de altas
energias.

A diagonalização de MD+M é feita por meio da seguinte transformação com uma
matriz unitária U , tal que:

UMD+MUT = U

mL mD

mD mR

UT =
m1 0

0 m2

 . (5.46)

Finalmente, o termo de massa de Dirac-Majorana representado pela Equação (5.30)
pode ser reescrito como:

LD+M
massa = −1

2
(
ν1L (ν2R)C

)m1 0
0 m2

(ν1L)C

ν2R

+ h.c.

= −1
2
[
ν1Lm1 (ν1L)C + (ν2R)Cm2ν2R

]
+ h.c.

= −1
2
∑

k=1,2
mkνkνk, (5.47)

onde o campo de neutrinos de Majorana νk é definido como:

νk = νkL + νC
kL. (5.48)

Além disso, os dois termos de massa de Majorana são desacoplados e os estados ν1

e ν2 são dois estados físicos de propagação independentes. Vale ressaltar que a Equação
(5.47) está construída apenas para uma família. Podemos ainda realizar uma extensão
para o caso de N famílias de neutrinos, de modo que:

LD+M
massa = −1

2
∑

k=1,2,...,2N

mkνkνk. (5.49)
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Conclusões

Iniciamos esta dissertação apresentando conceitos fundamentais para o estudo do
Modelo Padrão Eletrofraco, abordando o fenômeno da quebra espontânea de simetria e o
mecanismo de Higgs, além da construção de teorias de campos interativas por meio da
introdução da invariância de gauge local. Discutimos o caso em que a lagrangiana que
descreve um fenômeno físico é invariante sob transformações de grupo, mas o estado de
menor energia (estado de vácuo) não possui a mesma simetria que o sistema inicial, resul-
tando na quebra espontânea de simetria. Esse fenômeno traz como principal consequência
o surgimento de um pseudoescalar com massa nula, popularmente conhecido como bóson
de Goldstone, que vai ser “engolido” pelos bósons de gauge que se tornam maciços na
teoria por meio de uma redefinição do campo vetorial. Assim sendo, o mecanismo de Higgs
é o responsável pela geração de massa para as partículas.

Também desenvolvemos a densidade lagrangiana do Modelo Eletrofraco para os
férmions, garantindo a invariância de Lorentz, a renormalizabilidade e a invariância sob
as transformações de gauge do grupo SU(2)L ⊗ U(1)Y . A fim de preservar a invariância
de gauge que seria violada pelo termo de massa de Dirac, é necessário que os férmions
carregados e os bósons físicos de gauge adquiram massas através da quebra espontânea de
simetria e do mecanismo de Higgs. Para isso, introduz-se um dubleto de campos escalares
complexos, conhecido como dubleto de Higgs, na lagrangiana de Yukawa. No caso dos
bósons físicos de gauge, realiza-se uma expansão em pequenas oscilações em torno do
campo ϕ no termo cinético da lagrangiana, que descreve a dinâmica do campo escalar.
Esse procedimento visa obter os termos de massa correspondentes aos bósons físicos. No
entanto, é importante ressaltar que o mecanismo de Higgs do Modelo Padrão não é capaz
de gerar massa para os neutrinos maciços. Isso implica na necessidade de introduzir outro
mecanismo de geração de massa para neutrinos.

Quanto aos bósons da teoria, eles são quatro: W+, W−, Aµ, Z0. Desses apenas o
fóton não possui massa, os outros três ganham massa através do mecanismo de Higgs. Além
disso, derivamos as equações que descrevem as interações entre os férmions carregados e
os bósons físicos de gauge do modelo eletrofraco (corrente carregada e corrente neutra),
bem como os termos cinéticos das interações dos campos de gauge.

Quanto fenomenologia, conduzimos um estudo detalhado da distribuição angular no
processo e+e− −→ W+W−, investigando o comportamento das seções de choque diferencial e
total em relação à energia de centro de massa e ao ângulo de espalhamento. Para essa análise,
utilizamos os programas computacionais Mathematica (FeynCalc) e CalcHEP. Nossas
investigações revelaram que, embora as seções de choque total devido às contribuições
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individuais violem a probabilidade da matriz de espalhamento, a seção de choque total
resultante da soma de todas as contribuições, incluindo os termos intermediários, exibe um
resultado bem comportado. Esses resultados destacam a eficácia do Modelo Eletrofraco, pois
ele é capaz de explicar de forma consistente os resultados experimentais obtidos. Portanto,
nossos resultados reforçam a validade e o sucesso do Modelo Eletrofraco como uma teoria
altamente bem-sucedida na explicação dos fenômenos observados experimentalmente.

O Modelo Padrão apresenta limitações quando aplicado a energias superiores a
1 TeV , exigindo o desenvolvimento de uma nova teoria para descrever a física nessas
altas energias. Uma forma de solucionar o problema da hierarquia de maneira natural
é com o auxílio de teorias que são fundamentadas em dimensões espaciais extras. Além
disso, há uma falta de naturalidade na explicação das diferenças significativas entre os
acoplamentos de Yukawa e na ausência de uma razão intrínseca para os ângulos de
mistura dos quarks, que são tratados como parâmetros livres ajustáveis na teoria, podendo
ser ajustados artificialmente para corresponder aos valores observados. Esses aspectos
destacam a necessidade de uma teoria que vá além do Modelo Padrão.

Concluímos esta dissertação desenvolvendo uma extensão do Modelo Padrão que
gera massa para os neutrinos através do mecanismo Seesaw. Partindo da suposição da
existência de um termo de Dirac-Majorana por meio da inclusão de um neutrino de mão-
direita, que possui uma massa inversamente proporcional à dos neutrinos de mão-esquerda,
conseguimos tanto gerar a massa dos neutrinos como justificar sua ordem de grandeza.
No entanto, o Mecanismo Seesaw Tipo-I produz massas para os neutrinos de mão-direita
em uma escala muito superior à energia da quebra espontânea de simetria eletrofraca
(1 TeV ). Isso resulta em neutrinos de mão-direita praticamente estéreis, o que dificulta
sua confirmação experimental.
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