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O Céu e Terra já estavam criados. A parte ígnea, mais leve, tinha-se espalhado e
formado o firmamento. O ar colocou-se de seguida. A terra, como era mais pesada, ficou
por baixo e a água ocupou o ponto inferior, fazendo flutuar a terra. Neste mundo assim
criado, habitavam as plantas e os animais. Mas faltava a criatura na qual pudesse habitar
o espírito divino.

Foi então que chegou à terra o Titã Prometeu, descendente da antiga raça de deuses
destronada por Zeus. O gigante sabia que na terra estava adormecida a semente dos céus.
Por isso apanhou um bocado de argila e molhou-a com um pouco de água de um rio. Com
essa matéria fez o homem, à semelhança dos deuses, para que fosse o senhor da terra.
Tirou das almas dos animais características boas e más, animando assim a sua criatura.
E Atena, deusa da sabedoria, admirou a criação do filho dos Titãs e insuflou naquela
imagem de argila o espírito com o sopro divino.

Foi assim que surgiram os primeiros seres humanos, que logo povoaram a terra. Mas
faltavam-lhes conhecimentos sobre os assuntos da terra e do céu. Vagueavam sem saber
a arte da construção, da agricultura, da filosofia. Não sabiam caçar ou pescar - e nada
sabiam sobre a sua origem divina.

Prometeu aproximou-se e ensinou às suas criaturas todos esses segredos. Inventou o
arado para o homem poder plantar, a cunhagem das moedas para que houvesse o comércio,
a escrita e a extracção do minério. Ensinou-lhes a arte da profecia e da astronomia, enfim
todas as artes necessárias ao desenvolvimento da humanidade.

No entanto faltava-lhes ainda um último dom para se puderem manter vivos - o fogo.
Este dom, entretanto, havia sido negado à humanidade pelo grande Zeus. Porém, Prome-
teu apanhou um caule do nártex, aproximou-se da carruagem de Febo (o Sol) e incendiou
o caule. Com esta tocha, Prometeu entregou o fogo para a humanidade, o que lhe dava a
possibilidade de dominar o mundo e os seus habitantes.

Zeus, porém, irritou-se ao ver que o homem possuíra o fogo e que a sua vontade
tinha sido contrariada. Por isso tramou no Olimpo a sua vingança. Mandou que Hefesto
fizesse uma estátua de uma linda donzela, a que chamou Pandora - "a que possui todos
os dons",(uma vez que cada um dos deuses deu à donzela um dom). Afrodite deu-lhe a
beleza, Hermes o dom da fala, Apólo, a música. Vários outros encantos foram consedidos
à criatura pelos deuses.

Zeus pediu ainda que cada imortal reservasse um malefício para a humanidade. Esses
presentes maléficos foram guardados numa caixa, que a donzela levava nas mãos. Pan-
dora, então, desceu à terra, conduzida por Hermes, e aproximou-se de Epimeteu - "o
que pensa depois", o irmão de Prometeu - "aquele que pensa antes"e diante dele abriu
a tampa do presente de Zeus. Foi então que a humanidade, que até aquele momento
havia habitado num mundo sem doenças ou sofrimentos, se viu assaltada por inúmeros
malefícios. Pandora tornou a fechar a caixa rapidamente, antes que o único benefício que
havia na caixa escapasse - a esperança.

Zeus dirigiu então a sua fúria contra o próprio Prometeu, mandando que Hefesto e
seus serviçais Crato e Bia (o poder e a violência) acorrentassem o Titã a um penhasco
do monte Cáucaso. Mandou ainda uma águia devorar diariamente o fígado de Prometeu
que, por ser ele um Titã, se regenerava. O seu sofrimento durou por inúmeras eras, até
que Hércules passou por ele e viu o seu sofrimento. Abateu a gigantesca águia com uma
flecha certeira e libertou o cativo das suas correntes. Entretanto, para que a vontade de
Zeus fosse cumprida, o gigante passou a usar um anel com uma pedra retirada do monte.
Assim, Zeus sempre poderia afirmar que Prometeu se mantinha preso ao Cáucaso.
Os Trabalhos e os Dias, Hesíodo
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Resumo

O fato de os neutrinos serem massivos indica que o Modelo Padrão (MP) deve ser
extendido. Nesta dissertação, é estudada a extensão de calibre denominada B-L, a qual
é baseada no grupo de simetria SUC(3)⊗ SUL(2)⊗ UY (1)⊗ UB−L(1). O fator adicional
UB−L(1) faz com que apareça um novo bóson, denominado Z’. logo, a adição de um
novo escalar se faz necessária para quebrarmos essa nova simetria. Vamos mostrar que
esse modelo fornece um cenário natural para os neutrinos de mão direita, bem como o
mecanismo see-saw de produção de massa para os mesmos. Além disso, verificamos alguns
aspectos fenomenológicos desse modelo, como a ausência de anomalias e algumas larguras
de decaimento desse novo bóson. Por fim, é feita uma breve análise de como esse novo
bóson pode ser produzido nos aceleradores de partículas e seu limite inferior de massa.

Palavras-chave: Modelo Padrão. Extensão de calibre. Simetria B-L. Bóson Z’.
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Abstract

The fact that neutrinos are massive indicates that the Standard Model (MP) should
be extended. In this thesis we study the gauge extension called B-L, which is based on
the symmetry group SUC(3)⊗SUL(2)⊗UY (1)⊗UB−L(1). The additional factor UB−L(1)
brings up a new boson, called Z ’, then the addition of a new scalar is needed to break
this new symmetry. We will show that this model provides a natural background for
right-handed neutrinos and the see-saw mechanism of mass production. Moreover, we
find some phenomenological aspects of this model, as the absence of anomalies and some
decay widths of the new boson. Finally, a brief analysis is made of how this new boson
can be produced in acleradores particle and its lower bounds of his mass.

Keywords: Standard Model. Gauge Extension. B-L Symmetry. Boson Z ’.
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Introdução

O Modelo Padrão (MP) das partículas elementares[1,2,3] descreve com sucesso o grande
número de dados obtidos através dos experimentos de física de partículas, contudo há
razões tanto experimentais quanto teóricas que indicam que o MP não é uma teoria
fundamental.

Os dados experimentais comprovam que existe oscilação de sabor entre os neutrinos.
Esse fenômeno só é possível se os neutrinos possuirem massa(para uma breve revisão
sobre o assunto[4]). No MP, os neutrinos não são dotados de massa, portanto, não ha-
veria oscilações entre eles. Contudo, para considerar oscilações entre os neutrinos sem
modificar os campos adotados no MP, devemos adicionar operadores não renormalizáveis
na lagrangeana do MP, os quais, após a quebra espontânea de simetria, são capazes de
produzir massa para os neutrinos de mão esquerda do MP. Em todo caso, é necessário
estender o conteúdo dos campos do MP dentro de uma escala de cut-off Λ que caracteriza
os operadores não renormalizáveis. Essa escala deve estar entre a eletrofraca(O(TeV )) e
de grande unificação(O(1016GeV )). Outras evidências que apontam que Modelo Padrão
possui alguma extensão são o momento magnético anômalo do muon e os limites direto
e indireto da massa do bóson de Higgs. Entretanto, nenhum deles pode ser considerado
conclusivo (ver [5]). A evidência da matéria escura (para uma revisão [6]) também é um
forte indício de física além do MP.

As principais motivações teóricas para estendermos o MP são a inclusão da gravitação
quântica e o problema da hierarquia de calibre. Enquanto a gravitação quântica pode ser
incluída na escala de Planck(O(1019GeV )), o problema da hierarquia exige uma extensão
do MP já na escala eletrofraca. De forma resumida, e grosseira, o problema da hierarquia
de calibre[7] está relacionado com a impossibilidade de o MP explicar por que à escala
eletrofraca é tão pequena se comparada à de cut-off Λ ≫ 1TeV . Uma possível solução
para esse problema é pensar que o MP próximo a escala de TeV é estendido. O fato de
o setor escalar ainda não ter sido completamente testado experimentalmente reforça a
plausibilidade de o MP ser estendido ou modificado na escala de TeV.

Uma abordagem plausível consiste no estudo de uma extensão simples do MP, explo-
rando suas implicações fenomenológicas e tentando restringir seus parâmetros por meio
dos presentes dados disponibilizados pelos experimentos. Em muitas extensões desse tipo,
grande parte das implicações fenomenológicas está relacionada com novos bósons veto-
riais e/ou novos setores escalares com mais parâmetros independentes e estados físicos
ainda mais complexos que o setor escalar do MP. Os testes de precisão da quebra de
simetria eletrofraca[5] e os de mistura de quarks[8] estão em em perfeito acordo com as
previsões do MP. Graças a isso, qualquer extensão do MP também deve estar em perfeito
acordo com os parâmetros definidos por esses testes. Essa metodologia tornou-se eficiente
para descartar extensões inadequadas que apresentam incompatibilidade com os dados
experimentais.

Podemos restringir nosso foco nas extensões mais simples do MP, obtidas por meio
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da modificação de algumas estruturas básicas do MP: Aumentando os grupos de calibre
ou estendendo o conteúdo escalar e/ou fermiônico. Obviamente, isso pode ser feito de
diversas formas. A forma tratada nessa dissertação é chamada de "extensão mínima
tripla"devido aos seguintes fatores:

i)É a extensão mínima no setor de calibre: Adicionamos apenas um fator U(1) ao grupo
de simetria do MP. Isso faz com que apenas um único bóson da calibre seja incluído nele.

ii)É a extensão mínima no setor de férmions: Adicionamos apenas 3 novos neutrinos
de mão direita, um para cada família, aos férmions do MP.

iii)É a extensão mínima no setor de Higgs: Adicionamos apenas um novo campo
escalar, singleto sobre os grupos simetrias do MP.

Podemos perceber que as três condições acima são fortemente correlacionadas entre
si:(i) implica em (ii) devido ao cancelamento de anomalias, enquanto (i) precissa de (iii)
para que o novo bóson de calibre desenvolva massa. A nova simetria U(1) deve ser
espontaneamente quebrada, assim o novo campo escalar singleto tem que adquirir um valor
esperado do vácuo(VEV) não nulo, e o novo campo escalar também deve ser complexo
para que este possua uma carga sobre a nova simetria U(1) e forneça um grau de liberdade
longitudinal para o novo bóson de calibre.

No que diz respeito a anomalias, no MP o setor fermiônico é livre delas[9]. Quando o
grupo de calibre é modificado pelo novo fator U(1), em que os férmions do MP carregam
cargas não triviais, isto pode produzir algumas anomalias. Uma extensão no conteúdo
fermiônico acaba se tornando a maneira mais direta para eliminar essas anomalias. Neste
trabalho, a extensão abordada inclui tês novos férmions, os neutrinos de mão direita, com
uma motivação fenomenológica adicional: Os neutrinos de mão direita exigidos para o
cancelamento das anomalias também contribuem naturalmente para os termos de massa
dos neutrinos[10], sem a necessidade de introduzirmos operadores não renormalizáveis em
nosso modelo.

Um forte apelo para a escolha dessa extensão é a simplicidade com que o modelo
se torna compatível com os limites experimentais, seja dos experimentos de procura de
novas partículas ou dos testes de precisão do MP, através de uma escolha adequada dos
parâmetros livres. O novo bóson de calibre neutro e o setor de Higgs extendido contêm
duas novas partículas escalares(uma a mais que no MP), as quais podem fornecer sinais
interessantes no LHC. A presença dos neutrinos de mão direita com o acoplamento de
Yukawa contribui para as massas de Dirac e Marjorana dos férmions. Este fato fornece
um cenário interessante para as massas dos neutrinos e a violação do número leptônico. A
estrutura teórica desse modelo pode permitir novos mecanismos para a quebra de simetria
através das correções radiativas[11] e/ou a bariogênesis eletrofraca[12], ambas não serão
abordadas nesta dissertação.

Esta dissertação é disposta da seguinte forma: No capítulo 1, é feita uma revisão do
modelo padrão. No capítulo 2, apresentamos a extensão de calibre UB−L(1), análisamos
as alterações que surgem em cada setor devido ao novo fator UB−L(1) e determinamos as
novas interações desse modelo, as regras de Feynman para esse modelo encontram-se no
apêndice B. Ainda no capítulo 2 verificamos a ausência de anomalias desse modelo. No
capítulo 3, analisamos algumas formas de decaimento do novo bóson Z’, sua produção nos
aceleradores de partículas e com a ajuda dos principais dados experimentais do LEP e do
LHC estabelecemos um limite inferior para a massa do bóson Z’.
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Capítulo 1

O Modelo Padrão

As interações Forte, Fraca e Eletromagnética são denominadas teorias IVB(interchange
vetorial bósons) ou teorias de trocas de bósons vetoriais. Teorias IVB também são conhe-
cidas como teorias de calibre. A troca de bósons de spin inteiro ocorre entre partículas de
spin semi-inteiro que compõem a matéria que conhecemos. Dentre as teorias de calibre, a
que melhor descreve as interações Forte, Fraca e Eletromagnética é o Modelo Padrão[1]-
[3]. É possível descrever as interações por meio dos grupos de simetrias. O do modelo
padrão é:

SUC(3)⊗ SUL(2)⊗ UY (1) (1.1)

Os bósons de calibre específicos associados a cada um dos geradores dos grupos são res-
pectivamente:

SUC(3) ⇒ 8Gα
µ SUL(2) ⇒ 3W α

µ UY (1) ⇒ Bα
µ (1.2)

O qual temos oito partículas de spin inteiro Gα
µ associadas ao grupo SUC(3) são deno-

minadas Glúons e o subscrito "C"é devido a esse grupo carregar um número quântico
chamado "cor"(a força forte também é conhecida como força de cor). Os glúons não
possuem massa. Qualquer partícula que se transforme através desse grupo de gauge,
acoplando-se aos glúons, carrega "cor"e interage fortemente.

Temos também Três Partículas de spin inteiro, W α
µ associadas ao grupo SUL(2) e uma

partícula Bµ associada a UY (1), o subscrito "L"indica que apenas as componentes de mão
esquerda1 são consideradas por esse grupo de simetria. Este grupo também carrega um
novo número quântico chamado "sabor"(flavor). O subscrito "Y"do último grupo indica
que as partículas que se transformam por esse grupo carregam o novo número quântico
chamado hipercarga, a qual é definida a partir da carga elétrica ordinária Q.

Os quatro bósons associados aos grupos SUL(2)⊗UY (1) são relácionados com os bósons
físicos que medeiam a interação fraca W±,Z0 e o fóton já conhecido da QED. Os férmions
se transformam através destes grupos de forma um pouco mais complexa por meio de
três "familias"de partículas e cada partícula se acopla da mesma maneira a cada um dos
bósons. Léptons são, por definição, partículas de spin semi-inteiro que não participam na
interação forte. São seis conhecidos até o momento: elétron(e), múon(µ),tau(τ),neutrino
do elétron(ν

e
), neutrino do múon(νµ) e neutrino do tau(ντ ).

Hádrons, por sua vez, são definidos como partículas que participam da interação forte,
o espectro de hadrons conhecido é muito extenso, contudo ele aparenta ser constituído
por estados ligados de seis tipos de Quarks: Up(u),Charm(c),Top(t),Down(d),Strange(s)
e Bottom(b).

1Uma partícula é dita de mão esquerda ou direita devido a projeção de seu spin na direção do mo-

mentum, essa projeção também é conhecida como helicidade.
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O modelo padrão é uma teoria de calibre baseado na simetria local dos grupos SUC(3)⊗
SUL(2)⊗UY (1). As teorias de calibre são teorias nas quais as interações entre os campos
surgem a partir da introdução de bósons vetoriais por meio da generalização das derivadas
usuais, chamadas derivadas covariantes. Esse processo é denominado princípio de calibre.
Conforme visto, o MP é constituido pelos grupos SUC(3)⊗ SUL(2)⊗UY (1) esse, por sua
vez, pode ser dividido em dois setores, o 1◦ setor SUC(3) é chamado de setor Forte e toda
partícula que se transforma pelo 1◦ grupo carrega consigo o número qântico "cor". O 2◦

SUL(2) ⊗ UY (1) é chamado setor eletrofraco e toda partícula que se transforma por ele
carrega consigo dois números quânticos o "isospin"e a "hypercarga".

1.1 O grupo SUc(3)

Para o estudo desse setor é utilizado uma importante convenção para os campos utilizados
e as derivadas covariantes, são elas:

Gα
µν = ∂µG

α
ν − ηsgsf

abcGb
µG

c
ν (α = 1, ..., 8) (1.3)

No qual fabc é a constante de estrutura do grupo que satisfaz a seguinte relação de comu-
tação: [

Ta,Tb
]
= ifabcTc (1.4)

Ta São os geradores do grupo. O parâmetro ηs = ±1, represena os dois sinai usuais encon-
trados na literatura. A derivada covariante para os campos dos quarks, q, na represenção
dos geradores Ta é definida como:

Dµq =
(
∂µ + iηsgsG

a
µT

a
)
q (1.5)

Na QCD, os quarks estão na representação fundamental e Ta = λa

2
, na qual λa são as

matrizes de Gell-Mann. A transformação de gauge é dada pela matriz:

U = eiηsgsT
aβa

(1.6)

Os campos transformam-se da seginte forma:

q → eiηsgsT
aβa

q δq = iηsgsT
aβaq

Ga
µT

a → UGa
µT

aU−1 +
i

ηsgs
∂µUU

−1 δGa
µ = −∂µβa − ηsgsf

abcβbGc
µ

(1.7)

A segunda coluna é a transformação infinitesimal. Uma vez que temos essas definições
podemos checar que a derivada covariante se transforma como o próprio campo,

δ (Dµq) = iηsgsT
aβa (Dµq) (1.8)

assegurando assim a invariância de calibre da Lagrangeana. Para uma demonstração mais
formal da invariância de calibre para esse casso vide[32].
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1.2 O grupo SUL(2)⊗ UY (1)

Este é o grupo que descreve as interações Elétro-Fracas. O grupo SUL(2) é não-Abeliano[13]
de geradores hermitianos e determinantes igual a um. Por ser um grupo não-Abeliano,
seus geradores obdecem a uma álgebra de comutação.

[
T i, T j

]
= −iǫijkT k (i, j, k = 1, 2, 3) (1.9)

em que ǫijk é o tensor de Levi-Civita. Para permutações cíclicas de abc, ǫabc assume o
valor 1 e para permutações não cíclicas, -1. O conjunto de matrizes que obedecem a essas
relações são as matrizes de Pauli:

σ1 =

(
0 1
1 0

)
σ2 =

(
0 −i
i 0

)
σ3 =

(
1 0
0 −1

)
(1.10)

os geradores do SUL(2)(na representação fundamental) são definidos como:

Ti =
σi
2

(1.11)

Para o grupo UY (1) por ser abeliano, possui apenas um gerador, que é a matriz identidade.
Esse grupo é gerado a partir do operador hypercarga Y, que está relacionado com τ3 e
com o operador Q da carga elétrica por meio da relação de Gell-Man-Nishijima

Q = T3 +
Y

2
(1.12)

Essa relação, necessária para corrigir a ação do operador hypercarga Y sobre os campos
fermiônicos,a qual não é limitada pela teoria devido UY (1) ser abeliano. A relação de
Gell-Mann-Nishijima implica na unificação das interações fraca e eletromagnética. Para
termos uma invariância de calibre local, devemos introduzir três bósons vetoriais de calibre
Aµi (i = 1, 2, 3) associados a cada gerador Ti (i = 1, 2, 3) do grupo SUL(2) e mais um
bóson vetorial Bµ associado à hipercarga Y do grupo UY (1). Esses bósons de calibre são
introduzidos pela generalização da derivada ordinária chamada derivada covariante Dµ. a
qual, já com as transformações de calibre é dada por:

Dµ = ∂µ + igTAµ + ig′Bµ
Y

2
(1.13)

Aµ ≡ (Aµ
1 ,A

µ
2 ,A

µ
3 ) T = (T1, T2, T3)

TAµ ≡
3∑

i=1

Aµ
i Ti

(1.14)

De posse dessas informações, o próximo passo é escolher a representação adequada para os
campos dos férmions. Historicamente, essa escolha foi conduzida com o conhecimento pré-
vio sobre as teorias Vetor-axial das interações(Feynman and Gell-Mann 1958; Sufarshan
and Marshak 1958; Sakurai 1958) e a teoria de duas componentes do neutrino. Sabemos
que os férmions podem ser divididos em três familias de léptons(e, µ, τ) e três quarks(u, c, t
ou d, s, b) e um dubleto de escalares complexos.

ΨL =

(
νe
e

)

L

, eR QL =

(
u
d

)

L

uR, dR φ =

(
φ+

φ0

)
(1.15)
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I3 I Q Y
νeL

1
2

1
2

0 -1

eL −1
2

1
2

-1 -1

eR 0 0 -1 -2

uL
1
2

1
2

2
3

1
3

dL −1
2

1
2

−1
3

1
3

uR 0 0 2
3

4
3

dR 0 0 −1
3

−2
3

φ+ 1
2

1
2

1 1

φ0 −1
2

1
2

0 1

Tabela 1.1: Valores de carga elérica, isospin e hipercarga para todo conteúdo de matéria
do modelo padrão.

Por simplicidade vamos considerar apenas a primeira família de léptons, a extensão para
as outras familias é direta. O subscrito L ou R indica em que estado de helicidade o
lépton se encontra. A helicidade é definida como a projeção do spin sobre a componente
do momento da partícula e pode ser representada pelos operadores L =1−γ5

2
e R =1+γ5

2
.

De forma mais geral: ΨL = LΨ e ΨR = RΨ. Uma vez que escolhemos a representação
para os léptons na equação (1.15), o isospin para os campos férmionicos é obtido pelos
geradores do grupo SUL(2):

TiΨL =
σi
2
ΨL TiQL =

σi
2
QL (1.16)

Podemos facilmente verificar que o auto valor do isospin é 1
2
. Utilizando a relação de

Gell-Mann-Nishijima podemos determinar a hipercarga:

YΨL = −ΨL YQL =
1

3
QL (1.17)

Logo, as hipercargas para as componentes de mão-esquerda dos dubletos de léptons e
quarks são, respectivamente, YΨ = −1 e YQ = 1

3
. As componentes de mâo direita

admitimos que elas não se transformam por SUL(2). Logo suas hipercargas são:

YeR = 2 (−1)− 2 (0) YuR = 2
(
2
3

)
− 2 (0) YdR = 2

(
−1

3

)
− 2 (0)

YeR = −2 YuR = 4
3

YdR = −2
3

(1.18)

Todos os valores de isospin, hipercarga e carga elétrica estão listados na tabela abaixo:
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1.3 A Interação Eletro-Fraca

Tendo posse das informções básicas sobre as partículas em como as mesmas se trans-
formam sobre as simetrias do MP, o próximo passo é descrever como esas partículas
interagem. Para isso, é necessário fazer uso do formalismo Lagrangeano2. Uma exigência
do MP para que seja utilizado o formalismo lagrangeano é que todos os termos sejam
invariantes pelos grupos SUL(2) ⊗ UY (1). Essa invariância é assegurada pela derivada
covariante. O termo cinético de um férmion é dado por:

L = Ψ̄ (iγµ∂
µ) Ψ (1.19)

Podemos verificar que se Ψ for alterado por SUL(2)⊗ UY (1) a lagrangeana original será
modificada e, portanto, não será invariante de calibre. Para garantir a invariância de
calibre, vamos promover a derivada ordinária para derivada covariante que estabelecemos
na equação(1.13)

Dµ = ∂µ + igTAµ + ig′Bµ
Y

2
(1.20)

A derivada covariante introduz na lagrangeana os bósons de calibre. Como estes são
bósons vetoriais, a liberdade de calibre permite que a lagrangeana torne-se invariante
sobre SUL(2)⊗ UY (1), desde que rededefinamos esses bósons da seguinte forma:

Aµ = W’aµ = Wa
µ + αb(fbac)W

c
µ −

1

ξ
∂µα

a

B’µ = Bµ − ∂µα
′

(1.21)

α é um parâmetro númerico local e ξ é o termo de fixção de calibre. Assim, após as
devidas substituições, a lagrangeana torna-se invariante de gauge. Com essas substituições
também surgem novos termos, denominados termos de interações.

L = Ψ̄

(
i/∂ + g

(
τa. /W

a)
+ g′

Y

2
/B

)
Ψ (1.22)

L = Ψ̄
(
i/∂
)
+ gΨ̄

(
τa /W

a)
Ψ+ g′Ψ̄

Y

2
/BΨ (1.23)

Na equação (1.23) surgem termos que contêm o produto entre os campos bosônicos e
fermiônicos. Esses termos evidenciam a interação entre esses campos Ψ e os novos campos
de calibre W e B. Também é necessário indroduzir um novo termo cinético para os bósons
de calibre, uma vez que estes foram introduzidos na lagrangeana, para manter a invariância
de calibre.

Partindo do princípio que esse novo termo deve ser invariante de calibre e que os
termos de interações com os bósons possuem simetrias abeliana e não abeliana, podemos
determinar os termos cinéticos para esses bósons utilizando como base a Lagrangeana de
Maxwell:

−1

4
FµνF

µν = −1

4
(∂µAν − ∂νAµ) (∂

µAν − ∂νAµ) (1.24)

Podemos definir Fµν da seguinte forma:

Fµν ≡
1

2
Fµντ =

1

2
Faµντ

a (1.25)

2Aqui será utilizada a convenção de notações naturais
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A partir dele podemos construir o termo cinético invariante de gauge

Lgauge = −1

4
FµνF

µν = −1

2
tr (FµνF

µν) (1.26)

A última igualdade é obtida por meio da identidade das matrizes de pauli tr
[
τaτ b

]
= 2δab.

Temos que encontrar um campo que sofra uma transformação de gauge local G da forma:

F’µν = GFµνG
−1 (1.27)

Para os campos da QED temos:

∂νB
′
µ − ∂µB

′
ν = ∂ν

[
GBµG

−1 + i
g
(∂µG)G−1

]
− ∂µ

[
GBνG

−1 + i
g
(∂νG)G−1

]

= G (∂νBµ − ∂µBν)G
−1 + [(∂νG)Bµ − (∂µG)Bν ]G

−1

+G
[
Bµ

(
∂νG

−1
)
− Bν

(
∂µG

−1
)]

+ i
g

[
(∂µG)

(
∂νG

−1
)
− (∂νG)

(
∂µG

−1
)]

6= G (∂νBµ − ∂µBν)G
−1

(1.28)

Esse resultado pode ser modificado para uma forma mais conveniente utilizando a seguinte
propriedade:

G−1G = GG−1 = 1 (1.29)

Logo temos
∂µ
(
G−1G

)
= ∂µ

(
GG−1

)
= 0 (1.30)

(
∂µG

−1
)
G = −G−1 (∂µG) (1.31)

Com o uso criterioso das equações (1.30) e (1.31) podemos reescrever (1.28) como:

∂νB
′
µ − ∂µB

′
ν = G (∂νBµ − ∂µBν)G

−1

+G{
[
G−1 (∂νG) ,Bµ

]
−
[
G−1 (∂µG) ,Bν

]
}G−1

+ 1
ig

G
[(
∂νG

−1
)
(∂µG)−

(
∂µG

−1
)
(∂νG)

]
G−1

(1.32)

Os termos adicionais aparecem devido ao caráter não-abeliano da estrutura dos grupos
envolvidos. Pode-se observar que o campo elétromagnético pode ser escrito na forma

Fµν =
1

ig
[Dν ,Dµ] (1.33)

O qual Dµ = ∂µ + igAµ. Desse modo, temos

Fµν =
1
ig
[(∂ν + igAν) , (∂µ + igAµ)]

= ∂νAµ − ∂µAnu + ig [Aν ,Aµ]
(1.34)

O termo com comutador vai a zero para o caso abeliano, o que nos sugere que o campo
Fµν nessa forma é um excelente candidato para preservar a invariância de gauge do novo
termo cinético da teoria SUL(2).

Fµν =
1

ig
[Dν ,Dµ] = ∂νBµ − ∂µBν + ig [Bν ,Bµ] (1.35)

O comutador se transforma da seguinte maneira:

ig [Bν ,Bµ] = ig
[(

GBνG
−1 + i

g
(∂νG)G−1

)
,
(
GBµG

−1 + i
g
(∂µG)G−1

)]

= igG [Bν ,Bµ]G
−1 − G{

[
G−1 (∂νG) ,Bµ

]
−
[
G−1 (∂µG) ,Bν

]
}G−1

− 1
ig

G{
(
∂νG

−1
)
(∂νG)−

(
∂µG

−1
)
(∂νG)}

(1.36)
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os termos que aparecem logo após o comutador [Bν ,Bµ] são exatamente iguais, exceto
pelo sinal, aos termos extras que surgem na equação (1.32), isto faz com que estes termos
extras da equação (1.32) sejam anulados. Assim, para que o novo termo cinético seja
invariante sobre uma transformação local de gauge devemos escrever seus campos como
na equação (1.33). Desse modo, temos a lagrangeana tanto para os léptons quanto para
os bósons:

L = iΨ̄l /∂Ψl + gΨ̄lτa. /W
a
Ψl

− g′

2
Ψ̄l /BΨl + il̄R /∂lR − g′l̄R /BlR

− 1

4
FaµνF

aµν − 1

4
FµνF

µν

l = (e, u, d)

(1.37)

Os termos com massa foram omitidos por hora, porque no MP os termos com massa não
são invariantes por SUL(2)⊗UY (1). As massas das partículas serão dadas pelo mecanismo
de quebra espontânea de simetria introduzido pelo campo escalar φ, que será demonstrado
na seção (1.4).

Agora, com a lagrangeana completa, podemos escrevê-la de forma mais explicita des-
crevendo o acoplamento dos léptons com os bósons de calibre:

LI,L = −1

2

(
ν̄e ē

)
L

(
g. /W 3 − g′/B g

(
/W 1 − i /W 2

)

g
(
/W 1 + i /W 2

)
−g. /W 3 − g′/B

)(
νe
e

)

L

+ g′ēR /BeR (1.38)

Podemos, assim, separar a lagrangeana de interação LI,L em duas: uma correspondente
à corrente carregada(CC); outra à corrente neutra(CN)

LCCI,L = −g
2
{ν̄eL

(
/W1 − i /W 2

)
eL + ēL

(
/W 1 + i /W 2

)
νeL}

LNCI,L = −1
2
{ν̄eL

(
g /W 3 − g′ /B

)
νeL − ēL

(
g /W 3 + g′ /B

)
eL − 2g′ēR /BeR}

(1.39)

Podemos observar que a lagrangeana da corrente carregada LCCI,L é dada pelos termos da
diagonal secundária da equação (1.38), enquanto a neutra é dada pela diagonal principal
da mesma equação.

1.3.1 A corrente Carregada

Antes de analisar a corrente carregada, devemos definir o campo W±
µ

W+
µ ≡

W 1
µ − iW 2

µ√
2

W−
µ ≡

W 1
µ + iW 2

µ√
2

(1.40)

Desse modo, a lagrangeana para a corrente carregada reescrita com o campo W+
µ é dada

por:
LCCI,L = − g√

2
{ν̄eL /W+

eL + ēL /W
−
νeL}

= − g

2
√
2
ν̄eγ

µ (1− γ5) eW+
µ +H.c

= − g

2
√
2
jµW,LW

+
µ +H.c

(1.41)

Cujo jµW,L é a corrente carregada leptônica, definida como

jµW,L = ν̄eγ
µ
(
1− γ5

)
e = 2ν̄eLγ

µeL (1.42)
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Conforme dito anteriormente, o MP é constituído por 3 famílias de léptons, também cha-
madas de sabores, e seis quarks. Para introdurzimos todos os léptons e quarks, devemos
primeiro definir

L′
eL =

(
ν ′e
e′

)

L

L′
µL =

(
ν ′µ
µ′

)

L

L′
τL =

(
ν ′τ
τ ′

)

L

(1.43)

Q′
1 =

(
u′

d′

)

L

Q′
2 =

(
c′

s′

)

L

Q′
3 =

(
t′

b′

)

L

(1.44)

l′eR ≡ e′R, l′µR ≡ µ′
R, l′τR ≡ τ ′R (1.45)

q′UuR ≡ u′R, q′UcR ≡ c′R, q′UtR ≡ t′R (1.46)

q′DdR ≡ d′R, q′DsR ≡ d′R, q′DbR ≡ b′R (1.47)

Os campos dessa forma não possuem massas definidas. Contudo, estes são constituidos
por uma combinação linear dos campos com massa definida. Desse modo, a lagrangeana
do MP para os três sabores de léptons e seis quarks é escrita como

L = i
∑

α=e,µ,τ

L̄′
αL /DL

′
αL + i

∑

α=1,2,3

Q̄′
αL /DQ

′
αL + i

∑

α=e,µ,τ

l̄′αR /Dl
′
αR

+ i
∑

α=d,s,b

q̄′
D
αR /Dq

′D
αR + i

∑

α=u,c,t

q̄′
U
αR /Dq

′U
αR

− 1

4
FaµνF

aµν − 1

4
FµνF

µν

+ (DρΦ)
† (DρΦ)− µ2Φ†Φ− λ

(
Φ†Φ

)2

−
∑

α,β=e,µ,τ

(
Y ′l
αβL̄

′
αLΦl

′
βR + Y ′l∗

αβ l̄
′
βRΦ

†L′
αL

)

−
∑

α=1,2,3

∑

β=d,s,b

(
Y ′D
αβ Q̄

′
αLΦq

′D
βR + Y ′D∗

αβ q̄′DβRΦ
†Q′

αL

)

−
∑

α=1,2,3

∑

β=u,c,t

(
Y ′U
αβ Q̄

′
αLΦ̃q

′U
βR + Y ′U∗

αβ Ū
′D
βRΦ̃

†Q′
αL

)

(1.48)

A qual também foi adicionada a lagrangeana para o campo escalar, também chamada
de lagrangeana de Higgs, e a lagrangeana de Yukawa que é responsável por fornecer os
termos de massa para as partículas. Descreveremos melhor as lagrangeanas adicionais e
suas interações a partir da seção (1.4). A lagrangeana eletromagnética pode ser obtida
utilizando as duas primeiras linhas da equação(1.48)

LγI = −ejργAρ (1.49)

A corrente eletromagnética é dada por

jργ = jργ,L + jργ,Q (1.50)

jργ,L e jργ,Q são as correntes eletromagnéticas para os léptons e quarks definida, respectiva-
mente, como

jργ,Q =
2

3

∑

α=u,c,t

q̄′
U
αγ

ρq′Uα − 1

3

∑

α=d,s,b

q̄′
D
α γ

ρq′Dα (1.51)
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jργ,L = −
∑

α=e,µ,τ

l̄′γρl′α (1.52)

A primeira linha da equação(1.48) fornece a seguinte lagrangeana de interação para a
corrente carregada

Lcc = − g

2
√
2
jρWW

+
ρ +H.c (1.53)

Assim como na corrente eletromagnética dos quarks e léptons, jρW é a soma das correntes
carregadas para os léptons e para os quarks

jρW = jρW,L + jρW,Q (1.54)

jρW,L = 2
(
ν̄ ′eLγ

ρe′L + ν̄ ′µLγ
ρµ′

L + ν̄ ′τLγ
ρτ ′L
)

(1.55)

jρW,Q = 2 (ū′Lγ
ρd′L + c̄′Lγ

ρs′L + t̄′Lγ
ρb′L) (1.56)

A corrente carregada para os léptons pode ser reescrita de forma mais compacta

jρW,L = 2
∑

α=e,µ,τ

ν̄ ′αLγ
ρl′αL

l′eL ≡ e′L, l′µL ≡ µ′
L l′τL ≡ τ ′L

(1.57)

Para que possamos reescrever as correntes e os termos de interações de forma mais con-
veniente utilizando os acoplamentos axial(gA) e vetorial(gV ) devemos definir o operador
de levantamento e abaixamento do isospin I±

I± = I1 ± iI2 (1.58)

a partir do qual temos a seguinte relação:

[I3, I±] = ±I± → I3I± = I± (I3 ± 1) (1.59)

Para um auto estado de I e I3, definido como |i, i3〉 com auto valores i e i3, então se I±
atuar em |i, i3〉 criando o auto estado I±|i, i3〉 esse,por sua vez, também deverá ser um
auto estado de I e I3 cujos auto valores são i e i3 ± 1

I3|i, i3〉 = i3|i, i3〉 → I3I±|i, i3〉 = (I3 ± 1) I±|i, i3〉 (1.60)

Escrevendo I± na forma matricial na representação de dubletos

I+ → σ+
2

=
σ1 + iσ2

2
=

(
0 1
0 0

)

I− → σ−
2

=
σ1 − iσ2

2
=

(
0 0
1 0

) (1.61)

Podemos observar que I± levanta ou abaixa uma componente do dubleto no qual está
atuando, aumentando ou diminuindo em uma unidade o auto-valor de I3. A corrente
carregada para os férmions pode ser escrita em termos dos operadores I±.

jρW,L = 2
∑

α=e,µ,τ

L̄′
αLγ

ρI+L
′
αL + 2

∑

α=e,µ,τ

L̄′
αLγ

ρI−L
′
αL

jρW,Q = 2
∑

α=1,2,3

Q̄′
αLγ

ρI+Q
′
αL + 2

∑

α=1,2,3

Q̄′
αLγ

ρI−Q
′
αL

(1.62)
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Férmions gL gR gV gA
νe, νµ, ντ gνL = 1

2
gνR = 0 gνV = 1

2
gνA = 1

2

e, µ, τ glL = −1
2
+ sin2 θW glR = sin2 θW glV = −1

2
+ 2 sin2 θW glA = −1

2

u, c, t gUL = 1
2
− 2

3
sin2 θW gUR = −2

3
sin2 θW gUV = 1

2
− 4

3
sin2 θW gUA = 1

2

d, s, b gDL = −1
2
+ 1

3
sin2 θW gDR = 1

3
sin2 θW gDV = −1

2
+ 2

3
sin2 θW gDA = −1

2

Tabela 1.2: Valores para as constantes de acoplamento gν,l,U,DL , gν,l,U,DR , gν,l,U,DV e gν,l,U,DA

A lagrangeana de interação da corrente neutra obtida a partir das duas primeiras linhas
da equação(1.48) nos fornece

LZI = − g

2 cos θW
jρZZρ (1.63)

Por sua vez, a corrente neutra jρZ é a soma das correntes neutras dos léptons e dos quarks
definida como

jρZ = jρZ,L + jρZ,Q

jρZ,L = 2gνL
∑

α=e,µ,τ

ν̄ ′αLγ
ρν ′αL + 2

∑

α=e,µ,τ

(
glLl̄

′
αLγ

ρl′αL + glRl̄
′
αRγ

ρl′αR
)

jρZ,L = 2
∑

α=u,c,t

(
gUL q̄

′U
αLγ

ρq′UαL + gUR q̄
′U
αRγ

ρq′UαR

)
+ 2

∑

α=d,s,b

(
gDL q̄

′D
αLγ

ρq′DαL + gDR q̄
′D
αRγ

ρq′DαR

)

(1.64)

Definindo os seguintes campos

q′UuL ≡ u′L q′UcL ≡ c′L q′UtL ≡ t′L

q′UuR ≡ u′R q′UcR ≡ c′R q′UtR ≡ t′R

q′DdL ≡ d′L q′DsL ≡ s′L q′DbL ≡ b′L

q′DdR ≡ d′R q′DsR ≡ s′R q′DbR ≡ b′R

(1.65)

Os valores para as constantes gν,l,U,DL e gν,l,U,DR são dados pela equação(1.78) e estão listados
na tabela abaixo. A corrente neutra será abordada de forma mais detalhada na próxima
seção.

1.3.2 A corrente Neutra

Considerando agora a lagrangeana da corrente neutra LCNI,L , devemos incluir as interações
eletromagnéticas descritas pela lagrangeana da eletrodinâmica quântica(QED):

LγI,L = −ejµγ,LAµ (1.66)

sendo e a carga elétrica elementar, Aµ é o campo eletromagnético e jµγ,L é a corrente
leptônica eletromagnética, definida como:

jµγ,L = −ēγµe (1.67)
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A lagrangeana da QED pode ser obtida como parte da lagrangeana da corrente neutra
expressando o termo do campo Aµ como uma combinação linear de W µ

3 e Bµ. Zµ também
pode ser escrito como uma combinação de W µ

3 e Bµ desde que Zµ seja ortogonal a Aµ

Aµ = sin θWW
µ
3 + cos θWB

µ (1.68)

Zµ = cos θWW
µ
3 − sin θWB

µ (1.69)

O ângulo θW é chamado de ângulo de Weinberg[14] e foi introduzido pela primeira vez
por Glashow em 1961[15]. Ele é usado para obtermos a lagrangeana da QED que descreve
o acoplamento entre os campos eletromagnéticos e fermiônicos. Substituindo Aµ e Zµ em
LCNI,L na equação (1.39)

LCNI,L = −1
2
{ν̄eL

[
(g cos θW + g′ sin θW ) /Z + (g sin θW − g′ cos θW ) /A

]
νeL

−ēL
[
(g cos θW − g′ sin θW ) /Z + (g sin θW + g′ cos θW ) /A

]
eL

−2g′ēR
[
− sin θW /Z + cos θW /A

]
eR}

(1.70)

Os neutrinos, por serem partículas eletricamente neutras, não se acoplam ao campo ele-
tromagnético. Dessa maneira, podemos determinar, a partir do termo correspondente ao
acoplamento do neutrino com o campo eletromagnético, uma importante relação entre as
constantes g e g’ com o ângulo de weinberg

(g sin θW − g′ cos θW ) = 0 =⇒ tan θW =
g′

g
(1.71)

Substituindo (1.71) em (1.70) temos:

LCNI,L = − g
2 cos θW

{ν̄eL /ZνeL −
(
1− 2 sin2 θW

)
ēL /ZeL + 2 sin2 θW ēR /ZeR

+g sin θW ē /Ae
(1.72)

O último termo da equação (1.72) nos fornece o acoplamento do elétron com o campo
eletromagnético, que coincide com a lagrangeana de interação da QED descrita anterior-
mente na equação (1.66)

g sin θW = g′ cos θW = e (1.73)

Note que foi utilizada a relação descrita na equação (1.73), combinando g e g’ em uma
única equação

(g sin θW )2 + (g′ cos θW )2 = e2

g2 + g′2 = e2
(1.74)

A lagrangeana da corrente neutra pode ser escrita como a soma de duas lagrangeanas,
uma que descreve as interções por parte da QED e outra que descreve a corrente neutra
"fraca"

LNCI,L = LγI,L + LZI,L (1.75)

LZI,L é dado por:

LZI,L = − g

2 cos
jµZ,LZµ (1.76)

jµZ,L é a corrente neutra "fraca"para léptons e é definida com

jµZ,L = 2gνLν̄eLγ
µνeL + 2glLēLγ

µeL + 2glRēRγ
µeR (1.77)

13



As novas constantes gνL,g
l
L e gνR têm seus valores determinados pela equação (1.78). De

forma mais geral, os valores dos coeficientes gfL e gfR para um campo fermiônico são dados
pela da seguinte relação

gfL = τ f3 − qf sin2 θW
gfR = −qf sin2 θW

(1.78)

τ f3 é a componente do isospin do férmion e qf é sua carga elétrica em unidades da carga
elementar e. Devido à mistura dos campos W µ

3 e Bµ, pode-se observar que as interações
entre férmions carregados na corrente neutra "fraca"envolvem tanto férmions de mão-
esquerda quanto de mão direita. Entretanto, a interação da componente de mão direita
é proporcional à carga elétrica e a sin2 θW . A corrente neutra fraca para léptons pode ser
reescrita em função dos acoplamentos axial gν,LA e vetorial gν,LV para os neutrinos, assim
como para os léptons carregados

jµZ,L = ν̄eγ
µ
(
gνV − gνAγ

5
)
νe + ēγµ

(
glV − glAγ

5
)
e (1.79)

De forma mais geral, os valores gfA e gfV para um campo fermiônico f, são dados por

gfA = gfL − gfR = τ f3 (1.80)

gfV = gfL + gfR = τ 3f − 2qf sin2 θW (1.81)

Para os Quarks, temos a seguinte lagrangeana de interação:

LI,Q = −1

2

(
ū d̄

)
L

(
g. /W 3 +

1
3
g′/B g

(
/W 1 − i /W 2

)

g
(
/W 1 + i /W 2

)
−g. /W 3 +

1
3
g′/B

)(
u
d

)

L

−2

3
g′ūR /BuR+

1

3
g′d̄R/BdR

(1.82)
Realizando o mesmo procedimento utilizado nos léptons para determinar a corrente car-
regada

LCCI,Q = − g

2
√
2
jµW,QWµ +H.c.

jµW,Q = ūγµ (1− γ5) d = 2ūLγ
µdL

(1.83)

jµW,Q é a corrente carregada dos quarks. A lagrangeana de interação da corrente neutra
para os quarks pode ser dividida, assim como foi feita com os léptons, em duas partes:
uma para a interação eletromagnética e outra para a interação fraca

LCNI,Q = LZI,Q + LγI,Q (1.84)

LZI,Q = − g

2 cos θW
jµZ,QZµ (1.85)

LγI,Q = −ejµγ,QAµ (1.86)

A corrente eletromagnética dos quarks jµZ,Q é dada por:

jµγ,Q =
2

3
ūγµu− 1

3
d̄γµd (1.87)

A corrente neutra "fraca"jµZ,Q é:

jµZ,Q = 2gUL ūLγ
µuL + 2gUR ūRγ

µuR + 2gDL d̄Lγ
µdL + 2gDR d̄Rγ

µdR

= ūγµ
(
gUV − gUAγ

5
)
u+ d̄γµ

(
gDV − gDAγ

5
)
d

(1.88)

14



1.4 O mecanismo de Higgs e a quebra espontânea de

simetria

No modelo Padrão(MP) é necessário gerar as massas para os bósons de gauge W e Z, bem
como para os férmions. Contudo, o fóton deve continuar sem massa para que a QED se
mantenha como uma simetria exata. Podemos gerar essas massas por meio do mecanismo
de Higgs[33,34,35,36,37,38]. Portanto, precisamos introduzir um campo escalar com ao
menos 3 graus de liberdade. O canditato mais simples é o dubleto escalar complexo Φ
representado abaixo

Φ =

(
φ+

φ0

)
, Yφ = +1 (1.89)

φ+ é um campo escalar complexo carregado e φ0 é um campo escalar complexo neutro.
Adicionando um novo termo invariante na lagrangeana do campo escalar

LS = (DµΦ)† (DµΦ)− V (Φ), V (Φ) = µ2Φ†Φ+ λ
(
Φ†Φ

)2
. (1.90)

µ2 é chamado de termo de massa. Se o termo de massa for positivo, então o potencial V (Φ)
também será positivo. λ é chamado de auto-acoplamento, se ele for positivo, condição
necessária para que o potencial seja limitado por baixo, o mínimo do potencial pode
ser obtido por meio de seu valor esperado 〈0|φ|0〉 ≡ φ0 = 0. Contudo, se µ2 < 0, a
componente neutra desenvolverá um valor esperado no vácuo(VEV) diferente de zero. A
componente carregada não deve desenvolver VEV para preservar U(1)QED.

〈Φ〉 ≡ 〈0|Φ|0〉 =
(

0
v√
2

)
v =

(
−µ

2

λ

) 1
2

(1.91)

Ao fazermos µ2 < 0, induzimos a quebra espontânea de simetria do grupo SUL(2) ⊗
UY (1) → U(1)QED, U(1)QED é o grupo de simetria associado às interações eletromagné-
ticas e à conservação da carga elétrica. Em teoria quântica de campos o valor mínimo de
um potencial corresponde ao vácuo, o qual é o estado de mais baixa enrgia. As partículas
correspondem aos modos de excitações quantizadas acima do vácuo. Campos de férmions
e bósons vetoriais, os quais carregam spin diferente de zero, devem ter um valor esperado
no vácuo igual a zero a fim de preservar a invariância sobre rotação espacial, caso contrário
teriamos uma direção de spin privilegiada. Campos escalares carregados também devem
ter o valor esperado no vácuo igual a zero, dado que o vácuo é eletricamente neutro. Por
outro lado, o campo escalar neutro pode ter um valor diferente de zero no vácuo, o qual
é chamado de valor experado do vácuo ou VEV. A simetria SUL(2)⊗ UY (1) é quebrada
espontaneamente pelo VEV.

T1〈Φ〉 =
σ1
2
〈Φ〉 = 1

2
√
2

(
v
0

)
6= 0

T2〈Φ〉 =
σ2
2
〈Φ〉 = − i

2
√
2

(
v
0

)
6= 0

T3〈Φ〉 =
σ3
2
〈Φ〉 = − 1

2
√
2

(
v
0

)
6= 0

(1.92)

Para a carga elétrica, temos:

Q〈Φ〉 =
(
τ3 +

Y

2

)
〈Φ〉 = 1√

2

(
1 0
0 0

)(
0
v

)
= o (1.93)
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Portanto, o vácuo é invariante sobre a transformação de gauge pertencente ao grupo
U(1)QED. Essa invariância garante a existência de um bóson de gauge sem massa associado
ao grupo U(1)QED, chamado de fóton. É importante não gerar nehum tipo de confusão
com a expressão "Quebra espontânea de simetria". A lagrangeana do MP é perfeitamente
simétrica. A simetria é quebrada apenas pelo vácuo, e, consequentemente, os estados
físicos, obtidos por excitações dos campos acima do vácuo, não manifestam a simetria da
lagrangeana. É mais apropriado dizer que a simetria torna-se oculta. Para obtermos as
propriedades físicas das partículas após a quebra de simetria SUL(2)⊗UY (1) → U(1)QED,
é mais conveniente escrever o dubleto de Higgs na seguinte forma:

Φ(x) =
1√
2
exp

(
i

2v
ξ(x)σ

)(
0

v +H(x)

)
(1.94)

Com σ = (σ1, σ2, σ3). ξ(x) = (ξ1(x), ξ2(x), ξ3(x)) e H(x) são os quatro campos escalares.
Devido ao campo escalar possuir dimensão de energia, é necessária a presença de v no
argumento da exponencial. O campo H(x) descreve o bóson de Higgs físico, obtido por
meio da excitação do campo de Higgs neutro, que é o mesmo escalar neutro descrito
anteriormente. Por outro lado ξ(x) não representam campos físicos, porque eles podem
ser rotacionados por meio de uma transformação de gauge

Φ → Φ′ = U (θ(x), η(x)) Φ = e
i
2
θ(x).τ+ i

2
η(x)Φ

θ(x) = −1

v
ξ(x), η(x) = 0

(1.95)

O calibre unitário é definido por essa transformação. No calibre unitário, o dubleto de
Higgs é representado por:

Φ(x) =
1√
2

(
0

v +H(x)

)
(1.96)

A derivada covariante

Dµ(x)Φ(x) =

[
∂µ +

i

2
gW a

µσa +
i

2
g′Bµ(x)

]
Φ

=
1√
2

( i√
2
gWµ(x) (v +H(x))

∂µH(x)− i
2

g
cos θW

Zµ(x) [v +H(x)]

) (1.97)

A lagrangeana do campo escalar no calibre unitário, por outro lado é dada por:

Lescalar =
1

2
(∂µH) (∂µH) +

g2

4
(v +H)2W−

µ W
+µ +

g2

8 cos2 θW
(v +H)2 ZµZ

µ

− λ

4

(
H2 + 2vH

)2
(1.98)

Expandindo os termos entre parênteses, temos:

Lescalar =
1

2
(∂µH) (∂µH)− λv2H2 − λvH3 − λ

4
H4 +

g2v2

4
W−
µ W

+µ +
g2v2

8 cos2 θW
ZµZ

µ

+
g2v

2
W−
µ W

+µH +
g2v

4 cos2 θW
ZµZ

µH

+
g2

4
W−
µ W

+µH2 +
g2

8 cos2 θW
ZµZ

µH2

(1.99)
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O primeiro termo é o termo cinético do bóson de Higgs. O segundo termo é o termo de
massa para o bóson de Higgs. Por meio dele a massa do bóson de Higgs é dada por:

mH =
√
2λv2 =

√
−2µ2 (1.100)

Desde que µ2 seja um parâmetro negativo especificamente introduzido no MP, seu valor
não é conectado com outras quantidades já mensuradas. Assim o MP não fornece uma
previsão para o valor da massa do bóson de Higgs. Esse valor deve ser determinado
experimentalmente. Os terceiro e quartos termos produzem, respectivamente, os auto-
acoplamentos tri-lineares e quadri-lineares. O quinto e o sexto termos são de fundamental
importância, pois fornecem os valores de massas para os bósons W e Z

mW =
gv

2
mZ =

gv

2 cos θW
(1.101)

A relação entre as massas dos bósons W e Z define um parâmetro amplamente utilizado
para medir a força relativa dos processos decorrentes da corrente neutra(CN) e carre-
gada(CC). Esse parâmetro é chamdo de ρ e é definido como

ρ =
m2
W

m2
Z cos2 θW

(1.102)

Para um modelo com apenas um dubleto escalar seu valor é ρ = 1. o setor de Higgs no
MP pode ser extendido pela inclusão de novos multipletos de Higgs, junto com o dubleto
de escalar representado na equação (1.89), cada qual com valores esperados do vácuo que
contribuem com as massas dos bósons W e Z através do mecanismo de Higgs. Para um
número arbitrário desses multipletos ΦK , incluindo o dubleto de Higgs[16], ρ é dado por:

ρ =

∑
k

[
τk
(
τk + 1

)
− τk3

]
v2k

2
∑

k τ
k
3 v

2
k

(1.103)

τk é o isospin do multipleto de Higgs Φk e τk3 é a terceira componente do isospin de Φk
o qual possue um valor experado no vácuo vk. A equação (1.103)implica em ρ = 1 para
qualquer dubleto de Higgs. O valor experimental de ρ é[39]:

ρ = 0.9998+0.0008
−0.0005 (1.104)

Podemos observar que está em excelente acordo com o valor previsto teoricamente, con-
tudo, os dados experimentais deixam aberta apenas a possibilidade de haver outros du-
bletos de higgs, além dubleto usual que gera as massas dos bósons W e Z através do
mecanismo de higgs.

1.5 As Massas dos Férmions

No Modelo Padrão, as massas dos férmions surgem como resultado do mecanismo de
Higgs através da presença dos acoplamentos de Yukawa entre os campos fermiônicos e
o dubleto de Higgs3. Esse acoplamentos carregam consigo a constante de acoplamento
de Yukawa. O termo de massa de um férmion envolve o acoplamento entre um campo

3Nos referimos ao dubleto de Higgs como o dubleto escalar, já no calibre unitário, demonstrado na

sessão anterior
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com partículas de mâo esquerda e outro com partículas de mão direita. Assim fica claro
o motivo de os neutrinos no MP não serem massivos, pois o campo dos neutrinos não
possue a componente de mão direita, logo os neutrinos não se acoplam ao Higgs no MP.
Considerando o produto entre os léptons carregados L̄′

αLl
′
βR com α, β = µ, e, τ , são os

dubletos de isospin com hipercarga Y=-1, O dubleto de Higgs tem hipercarga Y=+1, a
lagrangeana de Yukawa para os léptons é definida como:

LY,L = −
∑

αβ=e,µ,τ

Y ′l
αβL̄

′
αLΦl

′
βR +H.c (1.105)

A lagrangeana de Yukawa é invariante sobre SUL(2)⊗UY (1). A matriz dos acoplamentos
de Yukawa Y ′l é, em geral, uma matriz complexa 3x3. Utilizando o calibre unitário, o
dubleto de Higgs dado pela equação(1.96).

LY,L = −
(
v +H√

2

)∑

α,β

Y ′l
αβ l̄

′
αLΦl

′
βR +H.c (1.106)

O termo proporcional a v do dubleto de Higgs nos dá a massa para os férmions carregados.
o termo proporcional ao campo H é o acoplamento tri-linear entre dois férmions carregados
e um bóson de Higgs. Os léptons carregados, por sua vez, estão em uma base diagonal.
Portanto, as componentes de lL e lR são os campos para os léptons carregados já com os
auto estados de massa definida. A lagrangeana de Yukawa pode, então, ser reescrita como

LY = −
∑

α=e,µ,τ

ylv√
2
l̄αlα −

∑

α=e,µ,τ

yl√
2
l̄αHlα

lα ≡ lαL + lαR

(1.107)

Os campos dos léptons carregados com massa definida são representados

le ≡ e, lµ ≡ µ, lτ ≡ τ (1.108)

O primeiro termo da equação(1.107) nos dá o termo de massa para os léptons carregados,
cujos valores podem ser deduzidos por meio da seginte relação

mα =
ylαv√
2

α = e, µ, τ (1.109)

Os coeficiente yle,y
l
µ,y

l
τ são parâmetros desconhecidos do MP, portanto, as massas para os

léptons carregados não podem ser previstas. Contudo elas podem ser obtidas através de
métodos experimentais.

O Segundo termo da equação(1.107) é o acoplamento tri-linear entre o bóson de Higgs
com os léptons carregados. Esse acoplamento é proporcional à massa dos léptons, con-
forme pode ser visto na equação abaixo:

−
∑

α=e,µ,τ

mα

v
l̄αlαH (1.110)
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1.5.1 A Corrente Neutra e Carregada Após A QES

Com o intuito de investigarmos melhor os efeitos da quebra espontânea de simetria nas
correntes leptônicas, tanto neutra como carregada, vamos definir o seguinte arranjo para
os neutrinos:

ν ′L =




ν ′e
ν ′µ
ν ′τ



L

(1.111)

A corrente carregada pode então ser reescrita na froma

jρW,L = 2ν̄ ′Lγ
ρl′L = 2ν̄ ′Lγ

ρV l
LlL (1.112)

Assumindo que podemos transformar os campos dos neutrinos, temos:

νL = V l†
L ν

′
L ≡




νe
νµ
ντ



L

(1.113)

V l
L e V l

R são matrizes unitárias 3x3 e possuem a seguinte propriedade V l†
L = (V l

L)
−1 e

V l†
R = (V l

R)
−1 .A corrente leptônica pode ser escrita em termos dos neutrinos νe,νµ, ντ e

dos léptons carregados já com as massas definidas.

jρW,L = 2ν̄Lγ
ρlL = 2

∑

α=e,µ,τ

ν̄αLγ
ρlαL (1.114)

As componentes νe,νµ e ντ são ditas estados de sabores do campo dos neutrinos. Na
corrente carregada, cada componente do campo dos neutrinos acopla-se apenas com o
lépton carregado correspondente, de modo que o neutrino νe, chamado de neutrino do
elétron, acopla-se apenas com o elétron, da mesma forma para as demais componentes. O
campo de neutrinos com seus respectivos estados de sabor foi definido na equação(1.113)
de modo a satisfazer essa propriedade. Com a corrente carregada leptônica descrita na
equação(1.114), a parte que envolve léptons na lagrangeana da corrente carregada, des-
crita na equação(1.41), apresenta acoplamentos tri-lineares entre o bóson W e os léptons
conforme os diagramas abaixo:

l−α
να

W

ν̄α l+α

W

να l−α

W

l+α ν̄α

W

A corrente jρW,L conecta cada lépton carregado com seu respectivo neutrino de mesmo
estado de sabor. Desde que o número leptônico do elétron Le, do muon Lµ e do tau Lτ ,
mostrados na tabela abaixo, sejam conservados. Também há uma consequência trivial
com relação ao número leptônico total, que também é conservado

L = Le + Lµ + Lτ (1.115)

A conservação de cada número leptônico Lα é descrita através do teorema de
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Le Lµ Lτ
(νe, e

−) +1 0 0
(νµ, µ

−) 0 +1 0
(ντ , τ

−) 0 0 +1

Tabela 1.3: Valores dos números leptônicos para o eletron, múon e tau

Le Lµ Lτ
(ν̄e, e

+) -1 0 0
(ν̄µ, µ

+) 0 -1 0
(ν̄τ , τ

+) 0 0 -1

Tabela 1.4: Valores dos números leptônicos para o pósitron, antimúon e antitau

Noether para a lagrangeana invariante sobre a transformação global U(1)

νL → eiφαναL, lL → eiφαlαL lR → eiφα lαR (1.116)

A corrente carregada associada é

jρα = ν̄αLγ
ρναL + l̄αγ

ρlα (1.117)

A corrente leptônica conservada é dada por:

∂0Lα = 0 Lα =

∫
d3xj0α(x) (1.118)

Fazendo a transformada de Fourier na equação(1.112) para o campo dos léptons lα(x)
e no campo dos neutrinos de mão-esquerda να(x), ordenando normalmente4 os campos,
obtemos, então, o operador de número leptônico

: Lα : =

∫
d3

(2π)3 2E

[
a(−)†
να (p) a(−)

να (p)− b(+)†
να (p) b(+)

να (p)
]

+

∫
d3

(2π)3 2E

∑

i=±1

[
a
(i)†
lα

(p) a
(i)
lα

(p)− b
(i)†
lα

(p) b
(i)
lα

(p)
] (1.119)

A contribuição do neutrino para o operador : Lα : está em acordo com o fato de que o
campo ναL é descrito apenas por neutrinos com helicidade negativa e anti-neutrinos com
helicidade positiva.

Considerando agora a corrente neutra descrita pelos campos leptônicos

jρZ,L = 2gνL
∑

α=e,µ,τ

ν̄ ′αLγ
ρν ′αL + 2

∑

α=e,µ,τ

(
glLl̄

′
αLγ

ρl′αL + glRl̄
′
αRγ

ρl′αR
)

(1.120)

Reescrevendo em termos dos auto estados de massa, como demonstrado para a corrente
carregada, temos, então

jρZ,L = 2gνLν̄LV
l†
L γ

ρV l
LνL + 2glLl̄V

l†
L γ

ρV l
Ll̄ + 2glRl̄V

l†
R γ

ρV l
R l̄

= 2gνLν̄Lγ
ρνL + 2glLl̄γ

ρl̄ + 2glRl̄γ
ρl̄

(1.121)

4A ordenação normal dos campos é feita de modo que um campo que produz uma partícula sempre

está a esquerda de um campo que aniquila partículas
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Podemos inferir que a expressão para a corrente neutra com os campos ν ′L é a mesma
para os campos νL. Esse fenômeno é chamado de mecanismo GIM[17], o qual também
funciona para o caso da corrente eletromagnética para os léptons. Esta pode ser escrita
em termos dos estados de massa dos léptons carregados

jργL = −
∑

α

l̄αγ
ρlα (1.122)

O acoplamento tri-linear dos léptons com o bóson de gauge Z estão representados nos
diagramas abaixo

l±α l±α

Z

να να

Z

Vamos considerar agora a lagrangeana com os termos de massa para os quarks. Assim
como nos léptons, o produto entre os campos dos quarks de mão esquerda e direita é que
fornece os termos de massa. A partir dos dubletos de mão esquerda e dos singletos de
mão direita, podemos escrever dois tipos de produtos entre esses campos

Q′
1L ≡

(
u′

d′

)

L

Q′
2L ≡

(
c′

s′

)

L

Q′
1L ≡

(
t′

b′

)

L

q′UuR = u′R, q′UcR = c′R, q′UtR = t′R

q′UdR = d′R, q′UsR = s′R, q′UbR = b′R

(1.123)

Q̄′
αLq

′U
βR α = 1, 2, 3 β = u, c, t

Q̄′
αLq

′D
βR α = 1, 2, 3 β = d, s, b

(1.124)

O produto Q̄′
αLq

′D
βR carrega o valor de hipercarga Y=-1 podendo, assim, ser acoplado

ao Higgs que possui hipercarga Y=+1, de modo que a lagrangeana de Yukawa torna-se
invariante sobre SUL(2)⊗ UY (1),

−
∑

α=1,2,3;β=d,s,b

Y ′D
αβ Q̄

′
αLΦq

′D
βR (1.125)

Y ′D é a uma matriz complexa 3x3 dos acoplamentos de Yukawa. Esse termo da La-
grangeana de Yukawa dos quarks é análogo à lagrangeana de Yukawa para os léptons da
equação(1.105) e fornece as massas para os quarks d,s e b. No gauge unitário e utilizando
o dubleto de Higgs descrito na equação(1.96), o termo da equação(1.125) torna-se

−
(
v +H√

2

) ∑

α,β=d,s,b

Y ′D
αβ q̄

′
αLq

′D
βR (1.126)

Com Y ′D
dβ ≡ Y ′D

1β , Y ′D
sβ ≡ Y ′D

2β , Y ′D
bβ ≡ Y ′D

3β .Os termos proporcionais a v fornecem as massas
dos quarks d,s e b.
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O produto Q̄′
αLq

′U
βR possui hipercarga Y=+1. Para acoplarmos ao Higgs temos que

encontrar um dubleto de Higgs com hipercarga Y=-1 para que a lagrangeana de Yukawa
seja invariante sobre SUL(2) ⊗ UY (1). Esse tipo de dubleto pode ser obtido a partir do
dubleto da equação(1.96) fazendo a seguinte transformação

Φ̃ = iσ2Φ
∗ (1.127)

Podemos observar que sobre uma transformação de gauge do tipo g (θ(x), η(x)) ∈ SUL(2)⊗
UY (1) com θ(x) = (θ1(x), θ2(x), θ3(x))

Φ̃ → iσ2e
−iθ(x)τ∗ 1

2
−i η(x)

2 Φ∗ =
(
τ2e

−iθ(x)σ∗ 1
2
−i η(x)

2 τ2

)
iτ2Φ

∗

= e
i
2
θ(x)σ−i η(x)

2 Φ̃
(1.128)

Foi usada a propriedade σ2σ∗σ2 = −σ. Deste modo Φ̃ se transforma como um dubleto de
isospin de hipercarga Y=-1.

−
∑

α=1,2,3;β=u,c,t

Y ′U
αβ Q̄

′
αLΦ̃ (1.129)

Fazendo novamente a escolha do calibre unitário para Φ̃, temos

Φ̃ =
1√
2

(
v +H(x)

0

)

−
(
v +H√

2

) ∑

α,β=u,c,t

Y ′U
αβ q̄

′U
αLq

′U
βR

(1.130)

Y ′U
uβ ≡ Y ′U

1β , Y ′U
cβ ≡ Y ′U

2β , Y ′U
tβ ≡ Y ′u

3β . Os termos proporcionais a v fornecem as massa para
os quarks u,c e t.

Agrupando todos os termos invariantes de gauge das equações (1.130) e (1.126) temos
a lagrangeana de Yukawa para os quarks no gauge unitário

LY,Q = −v +H√
2

[
∑

α,β=d,s,b

Y ′D
αβ q̄

′
αLq

′D
βR +

∑

α,β=u,c,t

Y ′U
αβ q̄

′U
αLq

′U
βR

]
+H.c (1.131)

Entretanto as matrizes complexas Y ′D e Y ′U , em geral, não são diagonais. Logo, os
campos dos quarks q′D e q′U não possuem massas definidas. Para que possamas definir as
massas dos campos dos quarks, devemos diagonalizar as matrizes Y ′D e Y ′U assim como
foi feito para o caso dos léptons. Definindo os seguintes arranjos

q′U
L ≡




u′

c′

t′



L

q′U
R ≡




u′

c′

t′



R

q′D
L ≡




d′

s′

b′



L

q′D
R ≡




d′

s′

b′



R

(1.132)

Assim, podemos escrever a lagrangeana de Yukawa para os quarks na forma matricial

LY,Q = −
(
v +H√

2

)[
q̄′D
LY

′Dq′D
R + q̄′U

LY
′Uq′U

R

]
+H.c (1.133)

Utilizando a transformação bi-unitária para diagonalizar as matrizes Y ′D e Y ′U

V D†
L Y ′DV D

R = Y D Y D
αβ = yDα δαβ α, β = d, s, b

V U†
L Y ′UV U

R = Y U Y U
αβ = yUα δαβ α, β = u, c, t

(1.134)
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V D
L ,V D

R ,V U
L e V U

R são matrizes 3x3. Definindo a seguinte propriedade

qUL = V U†
L q’UL ≡




u
c
t



L

, qUR = V U†
R q’UR ≡




u
c
t



R

(1.135)

qDL = V D†
L q’DL ≡




d
s
b



L

, qDR = V D†
R q’DR ≡




d
s
b



R

(1.136)

Realizando as devidas substituições dos campos na equação (1.131), obtemos a lagrange-
ana de Yukawa em termos dos campos com massa definida

LY,Q = −
(
v +H√

2

)[
q̄DLY

DqDR + q̄ULY
UqUR

]
+H.c

= −
∑

α=d,s,b

yDv√
2
q̄Dα q

D
α −

∑

α=u,c,t

yUv√
2
q̄Uα q

U
α

−
∑

α=d,s,b

yD√
2
q̄Dα q

D
αH −

∑

α=u,c,t

yU√
2
q̄Uα q

U
αH

(1.137)

Com qDα ≡ qDαL + qDαR e qUα ≡ qUαL + qUαR são os campos dos quarks com massa definida. Os
primeiros dois termos da equação(1.137) fornecem as massas dos quarks

mα =
yDα v√

2
α = d, s, b

mα =
yUα v√
2

α = u, c, t

(1.138)

Assim como no caso dos léptons, desde que os parâmetros yDd , y
D
s , y

D
b , y

D
u , y

D
c , y

D
t sejam

desconhecidos no MP, não se pode fazer uma previsão teórica para as massas dos quarks.
Elas devem ser obtidas apenas experimentalmente. Ao analisarmos os efeitos da mistura
entre os quarks que aparecem na lagrangeana da corrente carregada para os quarks

jρW,Q = 2 (ū′Lγ
ρd′L + c̄′Lγ

ρs′L + t̄′Lγ
ρb′L) (1.139)

usando as definições da equação(1.132) podemos escrever a corrente jρW,Q na forma ma-
tricial

jρW,Q = 2q̄’
U
Lγ

ρq’D (1.140)

Podemos utilizar as equações(1.135) e (1.136) para reescrever os campos q’U e q’D em
termos dos campos qU e qD

jρW,Q = 2q̄ULV
U†
L γρV D

L qD = 2q̄ULγ
ρV U†

L V D
L qD (1.141)

Uma vez que a corrente carregada depende do produto entre as matirzes V D
L e V U†

L ,
podemos definir

V = V U†
L V D

L (1.142)

A matriz V é a matriz de mistura dos quarks, também chamada de matriz de Cabibo-
Kobay-Maskawa(CKM)[18,19], a qual envolve os efeitos físicos da mistura entre os qurks.
A matriz de mistura dos quarks é obtida através da corrente carregada dos quarks

jρW,Q = 2q̄ULγ
ρV qDL (1.143)
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A matriz CKM tem 4 parâmetros, 3 reais na forma de ângulo de mistura e uma fase
complexa. A fase complexa tem importância no estudo de violações da simetria CP[40]
no setor hadrônico que tem como consequência a assimetria matéria-antimatéria. A matriz
CKM tem a seguinte forma:

V =




cos θ1 − sin θ1 cos θ3 − sin θ1 sin θ3
sin θ1 cos θ2 cos θ1 cos θ2 cos θ3 − sin θ2 sin θ3e

iδ cos θ1 cos θ2 cos θ3 + sin θ2 sin θ3e
iδ

sin θ1 sin θ2 cos θ1 sin θ2 cos θ3 + cos θ2 sin θ3e
iδ cos θ1 sin θ2 cos θ3 − cos θ2 sin θ3e

iδ




(1.144)
A corrente descrita na equação (1.143) é de fundamental importância no cálculo das
interações fracas envolvendo quarks, os estados iniciais e finais são descritos pelos estados
de massa definida dos mesmos. A lagrangeana da corrente carregada dos quarks evidencia
um acoplamento tri-linear entre os quarks e o bóson W descrito nos diagramas abaixo:

qDβ qUα

W

Vαβ q̄Uα q̄Dβ

W

Vαβ qUβ qDα

W

V ∗
βα q̄Dα q̄Uβ

W

V ∗
βα

O vértice indica a contribuição da matriz de mistura enfatizando o caráter de troca de
sabor que ocorre nessas interações. Neste caso não há conservação dos números quânticos
referentes aos sabores dos quarks u,c,t,d,s e b. Contudo, a corrente carregada dos quarks
conserva o número bariônico. Para os quarks esse valor é de 1/3 e para os anti-quarks,
-1/3. Vamos considerar agora a matriz de mistura CKM na corrente neutra dos quarks.
Usando as equações (1.135) e (1.136) na expressão da corrente neutra dos quarks

jρZ,Q = 2gUL q̄’
U
Lγ

ρq’UL + 2gURq̄’
U
Rγ

ρq’UR + 2gDL q̄’
D
L γ

ρq’DL + 2gDR q̄’
D
Rγ

ρq’DR

= 2gUL q̄ULV
U†
L γρV U

L qUL + 2gURq̄URV
U†
R γρV U

R qUR + 2gDL q̄DLV
D†
L γρV D

L qDL + 2gDR q̄’
D
RV

D†
R γρV D

R qDR

= 2gUL q̄ULγ
ρqUL + 2gURq̄URγ

ρqUR + 2gDL q̄DL γ
ρqDL + 2gDR q̄’

D
Rγ

ρqDR
(1.145)

Uma vez que as matrizes V U
L , V

U
R , V

D
L , V

D
R são unitárias, então a corrente neutra possui

a mesma estrutura, independente de ser expressa em termos dos campos com massa
definida ou não. Este é justamente o funcionamento do mecanismo GIM: a corrente
neutra é invariante sobre a mistura dos quarks. O mecanismo GIM atua também na
corrente eletromagnética dos quarks, a qual é escrita como

jργ,Q =
2

3

∑

α=u,c,t

q̄Uα γ
ρqUα − 1

3

∑

α=d,s,b

q̄DγρqDα (1.146)

Portanto, no MP não há troca de sabor na corrente neutra dos quarks. O acoplamento
tri-linear dos quarks com o bóson Z é representado pelos seguintes diagramas
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qUα qUα

Z

qDα qUα

Z

q̄Uα q̄Uα

Z

q̄Dα q̄Uα

Z

Para o acoplamento tri-linear entre os quarks e o fótons temos os seguintes diagramas:

qUα qUα

γ

qDα qUα

γ

q̄Uα q̄Uα

γ

q̄Dα q̄Uα

γ

1.6 O Setor de Calibre

Vamos analisar o setor de gauge do MP. Esse setor é descrito pela terceira linha da
lagrangeana do MP representada na equação(1.48)

Lcalibre = −1

4
F a
µνF

a,µν − 1

4
FµνF

µν (1.147)

Estes são os termos cinéticos e de auto-interação dos campos de calibre. Os termo F a
µν ≡(

F 1
µν , F

2
µν , F

3
µν

)
e Fµν são representados como

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ − g

3∑

b,c=1

εabcAbµνA
c
µν (a = 1, 2, 3)

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ

(1.148)

Na QED o termo cinético do campo eletromagnético Aµ é dado por

LA = −1

4
FµνF

µν (1.149)

Ele é invariante sobre U(1)Q. De forma similar, o segundo termo da equação (1.147) é
invariante sobre UY (1). Por outro lado, F a

µν possui termos adicionais que não permitem a
invariância por SUL(2). Para que F a

µν seja invariante sobre essa transformação, é neces-
sário escolher uma representação adequada(como demonstrada na equação (1.35)). Para
analisarmos melhor as interações e consequências físicas da quebra espontânea de simetria
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na lagrangeana de gauge devemos reescreve-la em termos dos campos físicos W µ, Zµ, Aµ

Lcalibre = −1

2
F †
W,µνF

µν
W − 1

4
FZ,µνF

µν
Z − 1

4
FµνF

µν

+ ig cos θW

[
F µν
W ZµW

−
ν − F †

W,µνZ
µW+ν +

(
F µν
Z W−

µ W
+
ν

)]

+ ie
[
F µν
W AµW

−
ν − F †

W,µνA
µW+ν +

(
F µνW−

µ W
+
ν

)]

+ g2 cos2 θW
[(
W+
µ Z

µ
) (
W−
ν Z

ν
)
−
(
W+µW−

µ

)
(ZνZ

ν)
]

+ e2
[(
W+
µ A

µ
) (
W−
ν A

ν
)
−
(
W+µW−

µ

)
(AνA

ν)
]

+ eg cos θW
[(
W+
µ Z

µ
) (
W−
ν A

ν
)
+
(
W−
µ Z

µ
) (
W+
ν A

ν
)
− 2

(
W+µW−

µ

)
(ZνA

ν)
]

+
1

2
g2
[(
W+
µ W

+µ
) (
W−
ν W

−ν)−
(
W−
µ W

+µ
)2]

(1.150)

Na primeira linha, os dois primeiros termos são os termos cinéticos para os bósons W e
Z, cujos tensores estão representados abaixo

F µν
W = ∂µW ν − ∂νW µ

F µν
Z = ∂µZν − ∂νZµ (1.151)

Os outros dois termos da primeira linha são os termos cinéticos do campo eletromagnético.
O restante dos termos representa os acoplamentos tri e quadri-lineares dos bósons de
calibre, os quais geram os seguintes vértices:

W-γ

W+
µ (p1) W−

µ (p2)

Aλ(p3)

Va

W-Z

W+
µ (p1) W−

µ (p2)

Zλ(p3)

Vb

Va = ie
[
(p1 − p2)λ gµν + (p2 − p3)µ gνλ + (p3 − p1)ν gλµ

]

Vb = ig cos θW

[
(p1 − p2)λ gµν + (p2 − p3)µ gνλ + (p3 − p1)ν gλµ

] (1.152)

W-γ

W+
µ

W−
ν

Aα

Aβ

Vc

W-Z

W+
µ

W−
ν

Zα

Zβ

Vd

Vc = ie2 [2gµνgαβ − gµαgνβ − gµβgνα]

Vd = ig2 cos2 θW [2gµνgαβ − gµαgνβ − gµβgνα]
(1.153)
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W-Z-A

W+
µ

W−
ν

Zα

Aβ

Ve

W

W+
µ

W+
ν

W−
α

W−
β

Vf

Ve = −ieg cos θW [2gµνgαβ − gµαgνβ − gµβgνα]

Vf = ig2 [2gµνgαβ − gµαgνβ − gµβgνα]
(1.154)

1.6.1 O Campo Eletromagnético

Aplicando o procedimento de Euler-Lagrange para extrairmos as equações de campo clás-
sico a partir da lagrangeana do campo eletromagnético Aµ

LA = −1

4
FµνF

µν

�Aν − ∂ν (∂µA
µ) = 0

(1.155)

A lagrangeana do campo eletromagnético é invariante sobre a transformação local U(1)Q

Aµ → A′µ = Aµ − 1

e
∂µφ(x) (1.156)

A lagrangeana do MP também é invariante sobre essa transformação local. A transfor-
mação associada aos férmons é dada por

f → f ′ = eiQφ(x)f (1.157)

Podemos escolher um calibre apropriado de acordo com a finalidade que desejamos. Uma
escolha de calibre conveniente é o de Lorentz, que satisfaz a seguinte condição:

∂µA
µ = 0 (1.158)

Dado um campoAµ, é sempre possível fazer uma transfromação de calibre da equação(1.156)
de modo que A′µ satisfaça a condição de Lorentz ∂µA′µ = 0. Assim, escolhemos a função
φ(x) de modo que ela seja �φ(x) = −∂µAµ. Fazendo com que o campo eletromagnético
satisfaça a equação de d’Alambert

�Aµ = 0 (1.159)

Expandindo o campo Aµ através da integral de Fourier, temos:

Aµ(x) =

∫
d3p

(2π)3 2ω

3∑

α=0

[
aαγ (p)ε

α
µ(p)e

−ip.x + aα†γ (p)εα∗µ (p)eip.x
]

ω = p0 = |−→p |
(1.160)

ω é a energia do fóton. O quadri-vetor de polarização εαµ(p), forma um conjunto de quatro
quadri-vetores independentes que satisfazem a seguonte relação:

εα(p).εβ∗(p) = gαβ

3∑

α=0

εαµ(p).ε
α∗
ν (p)gαα = gµν

(1.161)
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Podemos escolher ε0µ(p) como um vetor do tipo temporal(ε0µ(p).p = ω),ε1µ(p) e ε2µ(p)
como sendo as polarizações transversais(ε1µ(p).p = ε2µ(p).p = 0) e ε3µ(p) a polarização
longitudinal(ε3µ(p).p = −ω). Os operadores εαγ (p) satisfazem as relações de comutação

[
aαγ (p), a

α′†
γ (p′)

]
= −gαα′

(2π)3 2ωδ3 (−→p −−→p ′)
[
aαγ (p), a

α′

γ (p
′)
]
=
[
aα†γ (p), aα

′†
γ (p′)

]
= 0

(1.162)

Utilizando essas relações de comutação podemos então deduzir a expressão para o propo-
gador do fóton

Gµν(x− x′) ≡ 〈0|T [Aµ(x)Aν(x
′)] |0〉 = i

∫
d4p

(2π)4
−gµν
p2 + iε

e−ip.(x−x
′) (1.163)

1.6.2 Os bósons W e Z

No MP as massas dos bósons vetoriais W e Z são dadas pela equação(1.101)(cujos os
valores obtidos através de experimentos são da ordem de mW = 80.385 ± 0.015GeV e
mz = 91.1876 ± 0.0021GeV [41]), as massas são geradas através do mecanismo de Higgs
este por sua vez desencadeia a quebra espontânea da simetria SUL(2)⊗ UY (1). Ou seja,
A lagrangeana do MP é simétrica sobre SUL(2)⊗UY (1) contudo, seus estados físicos não
são. Para que a teoria seja renormalizável é necessário que a lagrangeana do MP seja
simetrica, portanto os termos explicitos de massa para os bósons de gauge são proíbidos.
Tomando como exemplo o termo de massa para o bóson W

1

2
mWW

µWµ (1.164)

Podemos abserva que este termo não é invariante de gauge. Os termos de massa da
lagrangeana dos bósons W e Z no gauge unitário

LW = −1

2
F †
WµνF

µν
W +mWW

†
µW

µ

LW = −1

2
FZµνF

µν
Z +

1

2
mWZµZ

µ
(1.165)

Aplicando o procedimento de Euler-Lagrange para essas lagrangeanas obtemos as seguin-
tes equações

(
�+m2

W

)
W µ − ∂µ (∂νW

ν) = 0(
�+m2

Z

)
Zµ − ∂µ (∂νZ

ν) = 0
(1.166)

Essas equações também são chamadas de equações de Proca5(para uma revisão[20]), to-
mando o divergente em ambas as equações e levando em consideração que mW 6= 0 e
mZ 6= 0 temos então

∂µW
µ = 0

∂µZ
µ = 0

(1.167)

5Na teoria quântica de campos a Equação de Proca descreve o comportamento quântico de uma

partícula fundamental com massa não nula e spin igual a 1
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Estas condições reduzem o número de componentes independentes dos campos W e Z de
quatro para três, deste modo as equações de Proca em (1.166) se reduzem a equações de
Klein-Gordon6.

(
�+m2

W

)
W µ = 0(

�+m2
Z

)
Zµ = 0

(1.168)

Espandindo os campos W e Z por meio de uma integral de Fourier

Wµ(x) =

∫
d3p

(2π)3 2EW

3∑

k

[
akW (p)εkWµ(p)e

−ip.x + bk†W (p)εk∗Wµ(p)e
ip.x
]

EW = p0 =
√

|−→p |2 +m2
W

(1.169)

Zµ(x) =

∫
d3p

(2π)3 2EZ

3∑

k

[
akZ(p)ε

k
Zµ(p)e

−ip.x + ak†Z (p)εk∗Zµ(p)e
ip.x
]

EZ = p0 =
√
|−→p |2 +m2

Z

(1.170)

Os quadri-vetores de polarização εkZ(p) e εkW (p) formam dois conjuntos de qudri-vetores
espaciais linearmente independentes, desta forma

εkZ(p).ε
j∗
Z (p) = εkW (p).εj∗W (p) = −δkj (1.171)

Aplicando as condições da equação(1.167), adimitindo que a polarização dos quadri-
vetores é transversa

εkZ(p).p = εkW (p).p = 0 (1.172)

Alem disso, as equações (1.171) e (1.172) nos fornecem a relação de completeza

3∑

k=1

εkZµ(p).ε
j∗
Zν(p) = −gµν +

pµpν
m2
Z

,
3∑

k=1

εkWµ(p).ε
j∗
Wν(p) = −gµν +

pµpν
m2
W

(1.173)

Os operadores akW (p), bkW (p) e akZ(p) obedecem a seguinte relação de comutação
[
akW (p), ak

′†
W (p′)

]
=
[
bkW (p), bk

′†
W (p′)

]
= −gkk′ (2π)3 2EW δ3 (−→p −−→p ′)

[
akZ(p), a

k′†
Z (p′)

]
= −gkk′ (2π)3 2EZδ3 (−→p −−→p ′)

(1.174)

Substituindo as relações de comutação (1.175) e as relações de completeza (1.173) nas
equações (1.169) e (1.170) podemos então obter o propagador para os bósons de gauge W
e Z

GW
µν (x− x′) = 〈0|T

[
Wµ(x)W

†
ν (x

′)
]
|0〉 = i

∫
d4p

(2π)4

(
−gµν +

pµpν
m2
W

)
e−ip(x−x

′)

p2 −m2
W + iǫ

GZ
µν (x− x′) = 〈0|T

[
Zµ(x)Z

†
ν(x

′)
]
|0〉 = i

∫
d4p

(2π)4

(
−gµν +

pµpν
m2
Z

)
e−ip(x−x

′)

p2 −m2
Z + iǫ

(1.175)

6A equação Klein-Gordon versão relativística da equação de Schröedinger,esta equação não corres-

ponde a uma densidade de probabilidade definida positiva e além disso é de segunda ordem na derivada

temporal, o que impede uma interpretação física simples.
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A maioria dos fenômenos verificados experimentalmemte é muito menor que as massas
dos bósons W e Z(da ordem de centenas de GeV). Nesses processos de baixa energia
o propagador dos bósons, no espaço dos momenta, pode ser apróximado da seguinte
maneira:

GW
µν(p) −→ i

gµν
m2
W

|k|2 ≪ m2
W

GZ
µν(p) −→ i

gµν
m2
Z

|k|2 ≪ m2
Z

(1.176)

Assim as linhas internas dos bósons de gauge nos diagramas de Feynman para os processos
de baixas energias podem ser contraídos para um ponto. Para os porcessos decorrentes
da Corrente Carregada essa contração leva a uma interação efetiva de quatro férmions
descrita pela lagrangeana abaixo

LCCefetiva = −GF√
2
j†Wµj

µ
W (1.177)

GF é a constante de Fermi e seu valor é GF = 1, 66637.10−5GeV −2. De forma genérica
para um processo de baixa energia decorrente da corrente carregada, conforme mostrado
no diagrama abaixo, a contração do propagador do bóson W leva ao vértice de quatro
férmions cuja regra de Feynman associada é:

f1 f2

W
i

m2
W

f3 f4

−ig
2
√
2

−ig
2
√
2

f1

f3

f2

f4

−ig2
8m2

W

A contração do propagador do bóson W em um processo genérico envolvendo a corrente
carregada nos leva a seguinte interação de contato:

−i g2

8m2
W

Vf2f1Vf4f3(...)γ
µ(1− γ5)(...)(...)γµ(1− γ5)(...) (1.178)

Os termos (...) devem ser preenchidos com os espinores de acordo com as regras de
Feynman do Apendíce A. Os fatores Vf2f1 e Vf4f3 são elementos da matriz de mistura para
o caso dos quarks.

Vamos considerar agora os processos de baixa energia na corrente neutra. A con-
tração do propagdor do bóson Z nos leva à interação efetiva de contato com o seguinte
acoplamento:

g2

4 cos2 θWm2
Z

= 2
Gf√
2

m2
W

cos2 θWm2
Z

(1.179)

O último termo da equação (1.179) é o parâmetro ρ que introduzimos anteriormente, no
MP esse parâmetro é igual a 1, temos:

g2

4 cos2 θWm
2
Z

= 2
Gf√
2

(1.180)

Logo a lagrangeana effetiva para a corrente neutra é:

LCNefet = −Gf√
2
jµZjZ,µ (1.181)
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f1 f1

Z
i
m2

Z

f2 f2

−ig
2 cos θW

−ig
2 cos θW

f1

f2

f1

f2

−iGf√
2

Por fim o vértice para um processo genérico na corrente neutra:

−2i
Gf√
2
(...)γµ(gf1V − gf1A γ

5)(...)(...)γµ(g
f2
V − gf2A γ

5)(...) (1.182)

Novamente os termos (...) devem ser preenchidos com os espinores de acordo com as
regras Feynman do apendíce A. Os coeficientes gfV e gfA são dados pela tabela (1.2) da
página 12.

A contração dos propagadores dos bósons W e Z nos leva as interações de contato que
são uma excelente aproximação para as interações das correntes neutras e carregadas. As
amplitudes para esses processos podem ser calculadas em nível de árvore, esse tipo de
contração é bastante útil para calcularmos as seções de choque e larguras de decaimento
das partículas do MP. De posse de todas essas informações podemos seguir adiante com
o estudo da extensão do MP que será abordada nessa dissertação.
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Capítulo 2

A extensão do MP

Nas últimas décadas, a compreensão dos fenômenos da quebra espontânea de simetria de
calibre e da quebra explícita da simetria de sabor, ambos fenômenos do setor eletro-fraco,
aumentou consideravelmente, tudo isso graças à precisão dos experimentos realizados no
LEP, Tevatron e outros. Todos estes experimentos estão em excelente acordo com as
previsões do MP. Entretanto, a verificação experimental do MP não pode ser considerada
completa até a estrutura do setor de Higgs ser completamente estabelecida pelos experi-
mentos. Em Julho de 2012 nos laboratórios ATLAS e CMS foi detectado um sinal[21,42]
com 5σ que poderá ser confirmado como bóson de Higgs.

mH = 125.3± 0.4(stat.)± 0.5(sist.)GeV (2.1)

Apesar do fato de que nenhum sinal de física além do MP foi detectado, direta ou in-
diretamente, acredita-se que o MP não seja uma teoria fundamental, mas apenas uma
teoria efetiva de baixa energia válida apenas até uma escala indeterminada. O problema
mais pertinente é a gravitação quântica que não é incluída no MP. Além desse há diversos
outros problemas conceituais que o MP não consegue responder. Alguns desses problemas
podem ter respostas em uma teoria fundamental, como por exemplo: Por que os férmions
das 3 famílias possuem números quânticos de calibre idênticos? Por que temos o presente
padrão de massas e ângulos de mistura dos férmions? Por que ha três constantes de
acoplamento de calibre ao invés de apenas uma?

Existem problemas conceituais do MP que podem ser solucionados em teorias de
baixa energia, na escala de TeV. Dentre esses problemas, o mais famoso é o da hierarquia
de calibre[22]: O MP não pode explicar por que a escla eletro-fraca é tão pequena se
comparada a de cut-off Λ ≫ 1TeV . Resumidamente, o MP é instável sobre as correções
radiativas: se pensarmos que o MP é uma teoria efetiva de baixa energia válida até uma
escala de cut-off Λ, as correções radiativas naturalmente empurram a massa do Higgs para

a escala de cut-off, e não existem razões para a massa do Higgs ser da ordem G
− 1

2
F . Este

problema está conectado com a presença do campo escalar fundamental, cuja divergência
da massa quadrática e as simetrias extras de m2 vão a 0 no potencial

V (φ) = m2φ†φ+ λ
(
φ†φ
)†

(2.2)

Por exemplo: As massas dos férmions divergem logariticamente proporcional à massa do
férmion em questão. Termos explícitos de massa são proibidos pela simetria de calibre e
deste modo a simetria chiral é restaurada. Podemos verificar esse mecanismo ao conside-
rarmos um modelo com um campo escalar complexo com massa mB, auto-acoplamento
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quadrático λB e as duas componentes dos férmions com massa mf e acoplamento de
Yukawa λf . A correção de 1 loop para a massa do escalar tem a seguinte forma:

δm2
B ∝

(
λB − λ2f

)
Λ2 + ... (2.3)

onde o sinal menos é devido ao loop de férmions e os termos restantes são divergentes.
Para os férmions a correção de 1-loop para suas massas diverge apenas logaritmicamente
e vai com:

δmf ∝ λ2fmf (2.4)

A equação (2.4) sugere que as massas dos férmions pode ser naturalmente pequena se
for protegida pela simetria chiral. As massas dos escalares, por sua vez, não podem ser
pequenas, a menos que estejam protegidas por alguma simetria que não está presente no
MP. Retomando ao Modelo Padrão, quando realizamos o cálculo de 1-loop para a correção
da massa quadrática do Higgs, encontramos o termo quadrático λ, assim como em (2.3),
e o problema mais proeminente surge do loop com quarks top:

δm2
h|t ∼ − 3GF

2
√
2π2

m2
tΛ

2 ∼ (0.2Λ)2 (2.5)

Se determinarmos que essa correção não excede o valor da massa do Higgs, temos Λ ∼
O(1)TeV . As considerações feitas até agora nos levam a pensar que o MP é mais suscep-
tível a extensões próximas a escala de TeV. Obviamente, temos que considerar diversas
condições de contorno para as extensões. Qualquer extensão proposta deve estar em
acordo com as previsões do MP e os dados experimentais. Como, então, podemos modi-
ficar o MP? No setor fermiônico, podemos adicionar estados que não possuem interação
de calibre, ou seja, singletos sobre a transformação do grupo SUC(3)⊗ SUL(2)⊗ UY (1).
Esta é uma alternativa usada para tornar o MP compatível com o padrão de oscilação
observado nos neutrinos atmosférico e solares. No setor de calibre, bósons de calibre ex-
tra podem ser tolerados se eles forem suficientemente desacoplados dos férmions do MP
graças ao grande valor de massa e/ou à mistura suprimida com os bósons de calibre do
MP. A extensão do MP através da adição de um novo grupo de calibre pode ser feita de
diversas maneiras, quer pela inclusão de um ou mais fatores no grupo de simetria do MP
ou pela incorporação do grupo de simetria do MP em um grupo maior e mais simples, ou
em um grupo de calibre semi-simples onde as diferentes constantes de acoplamento são
dadas por alguma simetria discreta. Nesta diseertação será abordada apenas a primeira
alternativa, à qual simplesmente adicionamos um novo grupo U(1)B−L.

2.1 A extensão SUC(3)⊗ SUL(2)⊗ UL(1)⊗ UB−L(1)

Nesta seção apresentamos o modelo que será estudado nesta dissertação. Ao estendermos
o grupo de calibre do MP de SUC(3)⊗ SUL(2)⊗UY (1) para SUC(3)⊗ SUL(2)⊗U1(1)⊗
U2(1). Conforme veremos, os números quânticos que os novos grupos de simetria U1(1)
e U2(1) carregam podem ser associados à hipercarga usual Y que definimos na equação
(1.12), e ao número total B-L(bárion - lépton). Por outro lado, podemos estabelecer uma
derivada covariante por meio da definição de uma hipercarga efetiva Y P ,(com constante
de acoplamento gP ) que é uma combinação linear de Y e B-L. A consistência da teoria
quântica e as exigências fenomenológicas da produção de massas para os neutrinos acaba
levando-nos a estender também o conteúdo fermiônico adicionando neutrinos de mão
direita νR, os quais são singletos sobre o grupo de simetria do MP. Para atender à exigência
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I3 I Q B-L Y
νeL

1
2

1
2

0 -1 -1

eL −1
2

1
2

-1 -1 -1

νeR 0 0 0 -1 0

eR 0 0 -1 -1 -2

uL
1
2

1
2

2
3

1
3

1
3

dL −1
2

1
2

−1
3

1
3

1
3

uR 0 0 2
3

1
3

4
3

dR 0 0 −1
3

1
3

−2
3

φ+ 1
2

1
2

1 0 1

φ0 −1
2

1
2

0 0 1

χ 0 0 0 2 0

Tabela 2.1: Números quânticos do conteúdo de matéria utilizado no modelo B-L

de se gerar massa para o novo bóson de calibre Z’, é necessário realizar uma pequena
extensão no setor escalar por meio da introdução de um novo campo escalar χ, singleto
sobre o grupo de calibre do MP e carrega o número B-L. A lagrangeana invariante de
calibre utilizada para este modelo é:

L = LYM + LS + Lf + LY (2.6)

A estrutura geral é similar à lagrangeana do MP, contudo, os setores fermiônico e escalar
são ligeiramente diferentes em relação ao MP. Passamos agora para a análise de cada setor
nesse modelo comparando com o MP. A tabela abaixo fornece os valores dos números
quânticos de todo conteúdo de matéria utilizado neste modelo:

2.1.1 Setor de Yang-Mills

Os campos com spin-1 são determinados unicamente pela escolha do grupo de calibre.
Esses, por sua vez, transformam-se na representação adjunta. A lagrangeana, já invariante
de calibre, que contém apenas os campos vetoriais é:

L = −1

4
Gα
µνG

µνα − 1

4
W a
µνW

µνα − 1

4
F 1
µνF

µν1 − 1

4
F 2
µνF

µν2 − k

2
F 1
µνF

µν2 (2.7)

k é um parâmetro real que obedece à condição |k| < 1 para que a energia cinética seja
positiva definida. Os campos não Abelinos são os mesmos do MP. Para os abelianos
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temos:

F 1
µν = ∂µA

1
ν − ∂νA

1
µ

F 2
µν = ∂µA

2
ν − ∂νA

2
µ

(2.8)

A1
µ e A2

µ são os campos de calibre associados à UY (1) e UB−L(1) respectivamente.

2.1.2 Setor Fermiônico

O conteúdo fermiônico para este modelo é o mesmo do MP, exceto pela adição de três
neutrinos de mão direita νR, um para cada família. Veremos mais adiante que essa adição é
fundamental para o cancelamento de anomalias. A adição desses neutrinos também leva à
produção de massas para os neutrinos sem a introdução de operadores não renormalizáveis.
A derivada covariante relacionada aos campos não Abelianos é definida da mesma forma
que no MP. Para os campos Abelianos, a mesma é definada como:

DµΨi ≡ ∂µΨi +
i

2

2∑

a,b=1

Qa
i g

k
abA

b
µΨi (2.9)

Abµ são os bósons de calibre associados a Ua(1) com a = 1, 2. O símbolo Ψi é o campo de
férmions para esse modelo e Qa

i são as cargas correspondentes à Ua(1). Por fim, gkab é uma
matriz real 2x2 dos acoplamentos de calibre. Os termos cinéticos invariantes de calibre
são:

Lf =
∑

f

iΨ̄fγµD
µΨf

=
3∑

α=1

(
iq̄αLγµD

µqαL + iūαRγµD
µuαR + id̄αRγµD

µdαR
)

(
+il̄αLγµD

µlαL + il̄αRγµD
µlαR + iν̄αRγµD

µναR
)

(2.10)

Podemos perceber que termos explícitos de massa de Marjorana dos neutrinos de mão
direita são proibidos pela invariância de calibre, em contraste com a extensão do MP na
qual os neutrinos de mão direita não carregam nehuma carga de calibre. Neste modelo
eles carregam o valor YB−L = −1 que garante o termo de massa para os mesmos.

2.1.3 Setor escalar

O modelo abordado nesse trabalho é estendido no setor de calibre por meio da adição
de um novo grupo de simetria UB−L(1), isso faz com que apareça um novo bóson neutro de
calibre Z’. Para que o mecanismo de Higgs atue nessa extensão e forneça massa para esse
novo bóson, bem como para os bósons usuais do MP, obedecendo às condições observadas
nos experimentos, devemos estender o setor de Higgs. Para isso, adicionamos ao dubleto
de escalar usual do MP, que agora será identificado pela letra H ∼ (1, 2, 1, 0) ao invés de
Φ, um novo campo escalar χ ∼ (1, 1, 0, 2) que é singleto sobre SUL(2). Vamos admitir
que as hipercargas dos campos escalares tenham um valor de modo que permitam que o
acoplamento de Yukawa gere as massas de Dirac para os quarks e os léptons, assim como
as massas de Marjorana para os neutrinos de mão direita. A lagrangeana renormalizável
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mais geral para o setor escalar é:

LS = (DµH)†DµH + (Dµχ)†Dµχ− V (H,χ)

V (H,χ) = m2H†H + µ2|χ|2 +
(
H†H |χ|2

)( λ1
λ3
2

λ3
2

λ1

)(
H†H
|χ|2

)

= m2H†H + µ2|χ|2 + λ1
(
H†H

)2
+ λ2|χ|4 + λ3H

†H|χ|2

(2.11)

2.1.4 Os acoplamentos de Yukawa

Para completar a lagrangeana desse modelo devemos considerar os acoplamentos de Yu-
kawa. Comparado ao modelo padrão, temos duas novas interações de Yukawa envolvendo
os neutrinos de mão direita:

LY = −Y D
αβ q̄

D
αLq

D
βRH − Y U

αβ q̄
U
αLq

U
βRH̃ − ylαl̄αLlαRH

− yναl̄αLνRH̃ − yMα (ν̄R)
c
α νRχ+H.c.

(2.12)

Os campos utilizados são os mesmos descritos em (1.112), (1.115) e (1.127). Uma vez que
os campos escalares H e χ desenvolvem VEVs diferentes de zero, então as novas interações
de Yukawa podem produzir massas tanto para os termos de massa de Dirac dos léptons e
quarks, como para os termos de massa de Marjorana dos neutrinos de mão direita.

2.1.5 As interações de calibre com UY (1) e UB−L(1)

Já observamos os termos cinéticos para os bósons de calibre de U(1). Também vimos na
equação (2.9) as derivadas covariantes correspondentes a esses novos campos. De acordo
com [23] podemos diagonalizar os termos cinéticos realizando a seguinte transformação:

(
A1
µ

A2
µ

)
=




1√
2(1+α)

1√
2(1−α)

1√
2(1+α)

− 1√
2(1−α)


 .

(
AYµ
AXµ

)
(2.13)

Essa transformação não altera nem a forma da derivada covariante nem as cargas, desde
que seu efeito seja absorvido pela matriz de constante de acoplamento gαab. Podemos
representar essa nova matriz como gab(a,b=X,Y) contudo, podemos mostrar que a ma-
triz gab possui apenas 3 parâmetros independentes[24]. Podemos rotacionar os campos
sem reintroduzir o termo cinético de mistura, esse procedimento induz uma rotação dos
acoplamentos de forma que um dos quatro acoplamentos é anulado.

gabOO
TAbµ ≡

(
gY g̃
0 gx

)(
Bµ

B′
µ

)
(2.14)

O =
1√

g2XX + g2XY

(
gXX gXY
−gXY gXX

)
(2.15)

Após as transformações das equações (2.14) e (2.15), a derivada covariante assume a
seguinte forma:

Dµ = ∂µ +
i

2

[
gYQ

Y
i Bµ +

(
QY
i g̃ +QX

i gX
)
B′
µ

]
(2.16)

Na qual podemos identificar Bµ como o bóson de calibre do grupo UY (1), a hipercarga
usual para um dado campo como QY

i ≡ Yi com constante de acoplamento correspondente
gY ≡ g′.

gY = g′, QY ≡ Y (2.17)

36



Podemos, assim, identificar QX como o número quântico B-L(bárion - lépton), B′
µ como

o bóson de calibre do novo grupo UB−L(1) e gX ≡ g” como a constante de acoplamento
correspondente. O número quântico B-L para diferente férmions é: qL, uR, dR = +1/3 e
lL, lR, νlR = −1. g̃ é um parâmetro livre, é o terceiro acoplamento de calibre necessário
para manter a consistência do modelo[24]. O papel de g̃ é quantificar a mistura entre os
grupos UY (1) e UB−L(1). Neste trabalho vamos estabelecer g̃ = 0 que trata do modelo
B-L puro. Grande parte dos trabalhos que abordam extensões do MP através dos grupos
U(1) consideram o caso de uma derivada covariante diagonal, os números quânticos são
uma combinação linear de Y e B-L. Podemos introduzir uma "carga efetiva"Y P com um
acoplamento gP e descrever, ao menos em um nível clásico, os modelos para g̃ 6= 0.

gPY
P ≡ QY

i g̃ +QX
i gX (2.18)

A derivada covariante na forma diagonal frequentemente usada é:

Dµ = ∂µ +
i

2

[
gYQ

Y
i Bµ + gPY

P
i B

′
µ

]
(2.19)

Assim podemos abordar qualquer classe de modelo apenas escolhendo adequadamente
a constante de acoplamento g̃. Resumindo, o modelo com as cargas Y e YB−L com a
constante de acoplamento g̃ = 0 é equivalente a qualquer outro modelo com derivada
covariante diagonal e uma combinação linear adequada de Y e YB−L, a qual g̃ determina o
quanto de hipercarga usual Y P possui. A motivação principal para considerarmos g̃ = 0,
como veremos, é a enorme simplificação para os termos de interação. Por outro lado, essa
escolha possue a propriedade de eliminar a mistura dos bósons em nivel de arvore. Isto é
fenomenologicamente bem vindo, pois os testes de precisão da teoria eletrofraca realizados
no LEP[25] implicam que essa mistura é muito pequena(ver [26]):

θ′ < O(10−3) (2.20)

O ângulo de mistura θ′ entre os bósons massivos Z e Z’ só pode ser pequeno se MZ ≪ MZ′.
O caso em que θ′ = 0, também chamado de B-L puro, e o limite de MZ′ é menos rigoroso
abre a possibilidade de se investigar sinais desse novo bóson Z’ no LHC.

2.2 A quebra espontânea SUL(2)⊗ UY (1)⊗ UB−L(1)

Antes de verificar a quebra espontânea de simetria em SUL(2)⊗UY (1)⊗UB−L(1) devemos
antes determinar as condições que limitam o potencial V (H,χ). Ao exigirmos que a matriz
da equação (2.11) seja positiva definida, temos as seguintes condições:

(
λ1

λ3
2

λ3
2

λ2

)

λ1λ2 −
λ23
4
> 0

λ1, λ2 > 0

(2.21)

desde que as condições acima sejam satisfeitas, podemos determinar o valor mínimo do
potencial V (H,χ) e reescreve-lo como uma função deste valor constante chamado de
VEV(valor esperado do vácuo). Utilizando o calibre unitário:

〈H〉 ≡
(

0
v√
2

)
〈χ〉 ≡ v′√

2
(2.22)
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Assim como no mecanismo de Higgs usual do MP, os VEVs v e v′ só podem emergir ao
supormos que as massas m2 µ2 sejam negativas.

∂V (v, v′)

∂v
= v.(m2 + λ1v

2 +
λ3
2
v′2) = 0

∂V (v, v′)

∂v′
= v′.(µ2 + λ2v

′2 +
λ3
2
v2) = 0

(2.23)

Soluções com v e v′, ambos nulos, são fisicamente inaceitáveis. Portanto, devemos decartá-
las. Vamos considerar o caso simples com v > 0 e v′ = 0, assim temos:

v2 = −m
2

λ1
(2.24)

que é o mesmo valor para o MP. A matriz M2 é dada por:

M2 =

(
∂2V (v,0)
∂v2

∂2V (v,0)
∂v∂v′

∂2V (v,0)
∂v∂v′

∂2V (v,0)
∂v′2

)

=

( −2m2 0

0 µ2 − m2

2
λ3
λ1

) (2.25)

para que M2 seja positiva definida, então as seguintes condições devem ser obedecidas

m2 < 0 µ2 >
m2

2

λ3
λ1

= −v
2

2
λ3 (2.26)

A segunda condição em (2.26) pode ser satisfeita para um sinal arbitrário de µ2 quando
λ3 > 0. Para λ3 < 0 implica em µ2 > 0. Por fim, para o caso mais interessante, em que
ambos os mínimos são diferentes de zero:

v2 =
4λ2m

2 − 2λ3µ
2

λ23 − 4λ1λ2
, v′2 =

−2(m2 + λ1v
2)

λ3
(2.27)

É importante notar que λ3 > 0, ou seja, a simetria B-L é quebrada quando o VEV v é
nulo. Este tipo de mínimo corresponde à quebra de simetria em dois estágios em diferentes
escalas, com v′ ≫ v. Para esta dissertação estamos interessados apenas no caso de uma
escala de v′ da ordem da escala eletrofraca. Assim, vamos nos concentrar na seguinte
região da constante de acoplamento λ3:0 > λ3 > −2

√
λ1λ2. Agora vamos determinar

as condições que garantem v2, v′2 > 0. Como os denominadores de v2 e v′2 são sempre
positivos, como podemos ver na equação (2.21), então os numeradores também devem ser
positivos:

λ2m
2 <

λ3
2
µ2

λ1µ
2 <

λ3
2
m2

(2.28)

Neste ponto, é interessante notar que não existe solução para ambos m2, µ2 > 0, indepen-
dente de λ3. Soluções com µ2 > 0 e m2 < 0 ou µ2 < 0 e m2 > 0 são permitidas apenas se
λ3 < 0. Soluções com µ2 < 0 e m2 < 0 são permitidas para qualquer sinal de λ3. Devemos
determinar a matriz M2 para o caso de ambos os VEVs não nulos. desse modo, temos:

M2(v, v′) ≡
(

∂2V (v,v′)
∂v2

∂2V (v,v′)
∂v∂v′

∂2V (v,v′)
∂v∂v′

∂2V (v,v′)
∂v′2

)
=

(
2λ1v

2 λ3v.v
′

λ3v.v
′ 2λ2v

′2

)
(2.29)
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É imediato ao verificarmos que os auto valores de M2(v, v′) são positivos apenas se as
condições da equação (2.21) forem satisfeitas. É interessante perceber que no limite
λ3 → 0 temos as soluções desacopladas com v2 definido pela mesma expressão do MP.
Após a quebra da simetria B-L, o campo de calibre Z’ adquire a massa:

M2
Z′ = 4g′21 v

′2 (2.30)

A procura desses novos bósons em experimentos de altas energias impuseram limites para
o valor mínimo de MZ′. O CDF [27] determinou MZ′ & O(600− 800)GeV . O LEP II nos
forneceu a restrição mais rigorosa para a massa do bóson da simetria de calibre B-L[26]

MZ′

g′1
> 6TeV. (2.31)

Implicando em v′ & O(TeV ).

2.2.1 Os setores escalar e de gauge

Para calcular as massas dos escalares devemos expandir o potencial da equação (2.11) em
torno dos mínimos (2.27). Escolhendo o calibre unitário, assim como foi feito no MP.

H(x) ≡
(

0
h(x)+v√

2

)
χ(x) ≡ h′(x) + v′√

2
(2.32)

Com o mínimo correspondente h = h′ = 0. Substituindo (2.32) em (2.11):

V (h, h′) =
m2

2
(h+v)2+

µ2

2
(h′+v′)2+

λ1
4
(h+v)4+

λ2
4
(h′+v′)4+

λ3
4
(h+v)2(h′+v′)2 (2.33)

Os termos lineares em h e h′ se anulam devido à equação (2.27). A partir dos termos de
massa do potencial (2.33), podemos obter a seguinte matriz de massa para H e χ

M2(H,χ) =

(
2λ1v

2 λ3vv
′

λ3vv
′ 2λ2v

′2

)
(2.34)

A massa dos escalares é dada pelos auto valores da matriz M2(H,χ). Definindo mh1 e
mh2 como as massas dos escalares h1 e h1. Escolhemos o caso em que m2

h1
< m2

h2
para

que os escalares sejam desacoplados

m2
h1

= λ1v
2 + λ2v

′2 −
√
(λ1v2 − λ2v′2)2 + (λ3vv′)2

m2
h2

= λ1v
2 + λ2v

′2 +
√
(λ1v2 − λ2v′2)2 + (λ3vv′)2

(2.35)

Os auto vetores de M2(H,χ) são:
(
h1
h2

)
=

(
cosα − sinα
sinα cosα

)(
h
h′

)
(2.36)

O ângulo de mistura α é dado por:

tan 2α =
|λ3|vv′

λ1v2 − λ2v′2
(2.37)
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Como podemos ver na equação (2.37), λ3 determina a mistura entre o bósons de Higgs e o
escalar da extensão B-L. Por exemplo, para λ3 = 0 não há mistura e a massa do bóson de
Higgs é dada por mH =

√
2λ1v, como no MP. A massa do bóson extra de B-L é dada por

mχ =
√
2λ2v

′. Para λ3 6= 0, a massa do bóson de Higgs torna-se menor que a estabelecida
pelo MP devido a mistura que ocorre entre esses escalares.

Para determinarmos o espectro dos bósons de calibre devemos espandir os termos ciné-
ticos da Lagrangeana escalar, assim como é feito no MP. É esperado que exista um bóson
de calibre sem massa, o fóton usual, embora os outros bósons de calibre adquiram massa.
Trataremos apenas do setor abeliano, pois apenas esse setor é modificado pela extensão.
Assim, as massas dos bósons de calibre carregados W± são dadas pelo mecanismo de
Higgs usual. Usando a parametrização do calibre unitário (2.32), temos:

Dµ =

(
∂µ + ig

2
W µ

3 + ig′

2
Y.Bµ + ig”

2
YB−L.B

′µ g(W1 − iW2)

g(W1 + iW2) ∂µ − ig
2
W µ

3 + ig′

2
Y.Bµ + ig”

2
YB−L.B

′µ

)

(2.38)

(DµH)†(DµH) =
1

2
∂µh∂µh +

1

8
(h + v)2

(
0 1

)
[gW µ

a σa + g′Bµ]
2

(
0
1

)

=
1

2
∂µh∂µh +

1

8
(h + v)2

[
g2|W µ

1 − iW µ
2 |2 + (gW µ

3 − g′Bµ − g”B′µ)2
]

(2.39)

(Dµχ)†(Dµχ) =
1

2
∂µh′∂µh

′ +
1

2
(h′ + v′)2(g”B′µ)2 (2.40)

Para garantirmos a invariância de calibre nos termos de Yukawa, tomamos Y B−L = 2
para o escalar χ. Na equação (2.39) identificamos facilmente os bósons W±, com massa
MW = gv/2 da mesma forma que no MP. Ao reescrevermos a equação (2.39) em termos
da combinação linear dos bósons W µ

3 , B
µ e B′µ temos

(
W †µ

3 B†µ B′†µ )



g2 −gg′ 0
−gg′ g′2 0
0 0 g”2






W µ
3

Bµ

B′µ


 (2.41)

Deste modo temos a seguinte matriz de massa:

M2 =
v2

4




g2 −gg′ 0
−gg′ g′2 0
0 0 g”2


 =

v2

4
(g2 + g′2)




c2W −cW sW 0
−cW sW s2W 0

0 0
g”2

(

v′

v

)2

(g2+g′2)


 (2.42)

Foram utilizadas as seguintes definições:

cos θW = cW ≡ g√
g2 + g′2

sin θW = sW ≡ g′√
g2 + g′2

(2.43)

Os auto vetores normalizados da matriz (2.41) nos fornece a seguinte base para os bósons
físicos: 


Bµ

W 3
µ

B′µ


 =




cW −sW 0
sW cW 0
0 0 1






Aµ

Bµ

Z ′µ


 (2.44)
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As massas dos bósons neutros são dadas pelos auto valores da matriz (??)

Mfoton = 0 (2.45)

MZ =
v

2

√
(g2 + g′2) =MW

√
(1 +

g′2

g2
)

MZ′ =
v′g”√

2

(2.46)

2.3 As Lagrangeanas de interações

Assim como no MP, ao substituir a derivada covariante, definida na (2.19), em (2.7),(2.10),(2.11)
e (2.12) obteremos os termos de interação do novo bóson Z’ com as demais interações do
MP. Lembrando que é utilizada a base para os bósons físicos definida na seção anterior:
Apenas os termos de interação para o setor de calibre:

Lcalibre = −1

4
W µν
a Waµν −

1

4
BµνBµν −

1

4
B′µνB′

µν

= −1

2
W−µνW+µν −

1

4
ZµνZµν −

1

4
Z ′µνZ ′

µν −
1

4
F µνFµν

+ igcW
[
W+µνZµW

−
ν −W−

µνZ
µW+ν + ZµνW−

µ W
+
ν

]

+ ie
[
W+µνAµW

−
ν −W−

µνA
µW+ν + F µνW−

µ W
+
ν

]

+ g2c2W
[
(W+

µ Z
µ)(W−

ν Z
ν)− (W+

µ W
−µ)(ZνZν)

]

+ e2
[
(W+

µ A
µ)(W−

ν A
ν)− (W+

µ W
−µ)(AνAν)

]

+ egcW
[
(W+

µ Z
µ)(W−

ν A
ν) + (W−

µ Z
u)(W+

ν A
ν)− 2(W+

µ W
−µ)(ZνA

ν)
]

+
1

2
g2
[
(W+

µ W
+µ)(W−

ν W
−ν)− (W+

µ W
−µ)
]

(2.47)

Com F µν = ∂µAν−∂νAµ, Zµν = ∂µZν−∂νZµ e Z ′µν = ∂µZ ′ν−∂νZ ′µ. Devido a ausencia
de mistura entre os bósons Z e Z’ a lagrangeana de calibre é identica à que obtemos
para o modelo padrão exceto pelo novo termo cinético Z’. Os termos de interação com os
escalares são dados por:

Lg−H = (h2 + v.h)

[
W+
µ W

−
ν g

µν

(
g2

2

)
+ ZµZνg

µν

(
g2

cW

)]

+ (h′2 + v′.h′)
[
Z ′
µZ

′
νg

µν
] (2.48)

L(3)(4)
H = λ1vh

3 + λ2v
′h′3 +

λ3
2
(vhh′2 + v′h2h′) +

λ1
4
h4 +

λ2
4
h′4 +

λ3
4
h2h′2 (2.49)

2.3.1 As Interações de Yukawa e a massa dos neutrinos

Se quisermos dar massa aos neutrinos, do mesmo modo como foi feito com férmions do
MP, por meio dos termos de massa de Dirac, devemos adicionar uma nova família de
neutrinos de mão direita νR ∼ (1, 1, 0) ao MP. Os neutrinos de mão direita são ditos
"estéreis"por não possuirem interações de calibre, contudo esses neutrinos participam das
interações de Yukawa. Podemos, assim, fazer uma extensão mínima da lagrangeana do
MP com o termo cinético e de Yukawa para os neutrinos:

Lν = Lνcin + LνY = iν̄αR /∂ναR − Y ν
α l̄αLναRφ̃+H.c (2.50)
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Após a quebra espontânea de simetria Lν torna-se:

Lν = iν̄αR /∂ναR − Y ν
α√
2
ν̄αLναR[h+ v] +H.c (2.51)

Que nos dá o seguinte termo de massa de Dirac:

Lνm = −Y ν
α√
2
ν̄αLναRv +H.c (2.52)

Y ν
α é uma matriz 3x3 que pode ser diagonalizada da mesma forma como foi feita na seção

1.5 utilizando a transformação bi-unitária:

νL → VννL

νR → UννR
(2.53)

No MP, a corrente carregada dos léptons é modificada por:

J−
µ → ν̄LV

†
ν VeγµeL (2.54)

V †
ν Ve = U †

PMNS é a matriz de Pontecorvo-Maki-Nakagawa-Sakata análoga a matriz CKM,
essa matriz possui 9 parâmetros reais, 3 ângulos independentes e 6 fases. Do mesmo
modo que na seção 1.5, os auto estados de sabor são uma sobreposição dos auto estados
de massa. Em comparação com o caso em que os termos de massa são de Marjorana,
em que as fases não podem ser absorvidas pela definição dos campos νL, 5 das seis fases
podem ser reabsorvidas por meio da seguinte definição:

eαL → exp(iφeα)eαL

eαR → exp(iφeα)eαR

ναL → exp(iφνα)ναL

ναR → exp(iφνα)ναR

(2.55)

Os νR são singletos para os grupos de calibre do MP e para manter o caráter mais geral
possível da teoria devemos introduzir termos de massa de Marjorana para os νR. Para
escrevermos o termo de massa de Marjorana usando apenas νL, devemos encontrar um
termo de mão direita que seja função de νL, que se transforma por Lorentz e que possa
substituir νR. Vomos investigar o campo conjulgado de νL com o intuito de verificar se
esse é uma boa escolha para substituir νR:

νcL = Cν̄L
T (2.56)

Sob as transformações de Lorentz, temos:

νcL = C(ν†Lγ
0)T → C(S−1)TC−1νcL (2.57)

Foi utilizada a seguinte transformação:

νL → ν ′L = SνL νR → ν ′R = SνR

ν̄L → ν̄ ′L = ν̄LS
−1 ν̄R → ν̄ ′R = ν̄RS

−1
(2.58)

Desde que νcL e ν̄cL se transformem como νL e ν̄L, temos:

νcL → SνcL ν̄cL → ν̄cLS
−1 (2.59)
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Usando a relação C(σµν)TC−1 = −σµν podemos obter S = C(S−1)TC−1. Assim, νcL
possui todas as qualidades e pode substituir νR na equação (2.51):

Lνm = − yνα√
2
ν̄αLν̄cLv −

y∗να√
2
ναLν

c
Lv (2.60)

Assim, temos:

LνM = −Mα

2
(−νTLC†νL + ν̄LCν̄

T
L ) (2.61)

Escrevendo na forma matricial, na base das duas componentes espinoriais (ν, νc), temos
a matriz 6x6 de massa dos neutrinos:

(
0 mD

mT
D M

)
(2.62)

mD = y∗νv√
2

é a matriz de massa de Dirac e M de Marjorana. A diagonalização da matriz
(2.62) torna-se particularmente simples ao realizarmos o mecanismo "see-saw"[10] quando
seguimos a hierarquia:

mD ≪M (2.63)

Para este caso há três neutrinos de Marjorana leves e três pesados. Suas matrizes de
massa 3x3 são dadas respectivamente por:

ML
∼= mDM

−1mT
D (2.64)

MR
∼=M (2.65)

Segundo o mecanismo "see-saw"ML é muito pequeno devido ao grande valor deM . Apesar
de ML e MR serem matrizes, podemos estimar a escala de massa de M necessária para
obtermos valores em acordo com os dados fenomenológicos para as massas dos neutrinos.
Assim, se |ML| ≤ 1eV e |mD| ≤ O(100)GeV , temos:

|ML| ∼=
|mD|2
M

< 1eV → |M | > 1013GeV (2.66)

Após a quebra da simetria UB−L(1), os termos de interações de Yukawa dados por
yMα ν̄

c
αRναRχ nos fornecem a massa para os neutrinos de mão direita M = yMα v′√

2
. Do

mesmo modo, a quebra da simetria eletrofraca implica nos termos de massa de Dirac
M = yναv√

2
. Com M proporcional a v′ e mD proporcional a v, então podemos estabelecer

M ≫ mD. A diagonalização da matriz (2.62) nos leva aos seguintes termos de massa para
os neutrinos

ML
∼= mDM

−1mT
D = yν(yM)−1yνT

v2√
2v′

MR
∼=M =

yMv′√
2

(2.67)

Assim, a simetria B-L pode explicar a presença dos neutrinos de mão direita fornecendo
um cenário natural para o desenvolvimento do mecanismo "see-saw". Contudo, a escala
de energia para a quebra de B-L, assim como a massa do neutrino de mão direita, perma-
necem arbitrárias. Frequentemente admitimos que a escala de energia para a quebra de
B-L seja da ordem 1015GeV para explicar os dados experimentais de oscilação de neutrinos
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atmosféricos[29]. É importante ressaltar que essa escala de energia tão alta é necessária
para o caso em que os termos de massas de Dirac serem da ordem de O(100)GeV . Con-
tudo, a baixas energias não há nenhuma evidência de que os termos de massa de Dirac
possuam esse valor de energia. Se tentarmos estabelecer uma simetria de sabor entre os
léptons carregados e neutros das famílias dos quarks u, c, t e d, s, b encontramos que a
massa de Dirac dos neutrinos deve ser bem pequena, da ordem de O(10−4)GeV que leva
a uma massa de Marjorana na escala TeV.

As interações de Yukawa entre os férmions e os auto estados de massa dos escalares
podem ser facilmente obtidas por meio das equações (2.12) e (2.37). Ao isolarmos os
termos proporcionais a h1 e h2 temos as seguintes regras de Feynman: para os vértices
envolvendo fémions e os escalares h1 e h2:

V (f, f̄ , h1) = imf
g

2MW

cosα, V (f, f̄ , h2) = imf
g

2MW

sinα (2.68)

Para os vértices que envolvem neutrinos e escalares h1 e h2 e que conservam o número
leptônico:

V ((νL)i, (νR)j, h1) = i
(U †

νy
ν)ij√
2

cosα, V ((νL)i, (νR)j , h2) = i
(U †

νy
ν)ij√
2

sinα (2.69)

(νL)i são os auto estados de massa dos neutrinos de mão esquerda obtidos a partir da
matriz ML da equação (2.64). Para os vértices que violam a conservação do número
leptônico temos:

V (ν̄cR, νR, h1) = −imνR

2v′
sinα, V (ν̄cR, νR, h2) = i

mνR

2v′
cosα (2.70)

2.3.2 As interações entre os férmions e os bósons de calibre.

A corrente carregada e eletromagnética no modelo B-L são exatamente iguais as do MP
descritas na seção (1.3.1), já a corrente neutra é modificada pela adição do grupo UB−L(1).
Para as interações entre férmions e os bósons de calibre massivos temos:

LZZ′

f = −eAµ[2
3

∑

uα=u,c,t

ūαγµuα −
1

3

∑

dβ=d,s,b

d̄βγµdβ −
∑

σ=e,µ,τ

σ̄γµσ]

− g

2cW
Zµ[2guL

∑

uα=u,c,t

ūαLγµuαL + 2guR
∑

uα=u,c,t

ūαRγµuαR + 2gdL
∑

dβ=d,s,b

d̄βLγµdβL

+ 2gdR
∑

dβ=d,s,b

d̄βRγµdβR + 2gσL
∑

σ=e,µ,τ

σ̄LγµσL + 2gσR
∑

σ=e,µ,τ

σ̄RγµσR

+ 2gνL
∑

σ=e,µ,τ

ν̄σLγµνσL + 2gνR
∑

σ=e,µ,τ

ν̄σRγµνσR]

− g”

2
Z ′µ

[
1

3

∑

u=u,c,t

ūγµu+
1

3

∑

d=d,s,b

d̄γµd− (
∑

α=e,µ,τ

ᾱγµα + ν̄αγµνα)

]

(2.71)

Podemos observar qua a lagrangeana descrita na equação (2.71) é identica a do MP exceto
pelo último termo que descreve as interações do novo bóson Z’. as regras de Feynman
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para o modelo B-L encontram-se no apêndice B. A corrente para esse novo bóson neutro
é descrita por:

JB−L
µ =

1

3

∑

u=u,c,t

ūγµu+
1

3

∑

d=d,s,b

d̄γµd− (
∑

α=e,µ,τ

ᾱγµα+ ν̄αγµνα) (2.72)

Podemos obter o propagador do bóson Z’ da mesma forma que foi feita na seção 1.6.2,
temos então:

GZ′

µν (x− x′) = 〈0|T
[
Z ′
µ(x)Z

′†
ν (x

′)
]
|0〉 = i

∫
d4p

(2π)4

(
−gµν +

pµpν
m2
Z′

)
e−ip(x−x

′)

p2 −m2
Z′ + iǫ

(2.73)
Podemos fazer a mesma contração que foi feita no capítulo 1 para os propagadores dos
bósons W e Z também para o propagador do bóson Z’, reduzindo assim para uma interação
de contato com a seguinte lagrangeana efetiva:

LZ′

efet = − g”2

4m2
Z′

jµB−Lj
B−L
µ (2.74)

2.4 cancelamento das anomalias

Até agora não foram mencionadas as propriedades que a nova carga Y P deve ter, muito
menos as atribuições de cada carga dos diferentes férmions. Queremos mostrar que o mo-
delo discutido neste capítulo é livre de anomalias. Uma simetria é dita "anômala"quando
esta não é preservada por correções quânticas. Não há problema se uma simetria glo-
bal for anômala, contudo, se esta for uma simetria de calibre a sua renormalizibilidade e
unitariedade serão comprometidas. Para uma introdução sobre anomalias, vide[29].

Vamos especificar o contexto para nossa discussão: Primeiro, vamos restringir nossa
atenção para modelos com conteúdo de matéria exótico: o conteúdo de férmions é consti-
tuído pelos férmions do MP mais os neutrinos de mão direita. É importante ressaltar que
foram introduzidos apenas três neutrinos de mão direita, um para cada família, nosso mo-
delo é considerado livre de anomalias apenas quando esse conteúdo de matéria é incluído.
Segundo, vamos tomar as cargas do segundo fator U(1) independentes das famílias, assim
como as cargas dos demais grupos do MP. Seria uma abordagem interessante analisar o
caso em que as cargas do novo fator U(1) fossem dependentes das famílias, contudo, esta
análise foge do escopo dessa dissertação.

Um critério bem conhecido para a ausência de anomalias é obtido por meio dos gráficos
de loop triangular:

V a
µ

V b
ν

V c
ρ

A sua contribuição é proporcional à:

Aabc = Tr(T a, T bT c) (2.75)
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ψ SUc(3) SUL(2) Y B-L
qL 3 2 1

3
1
3

uR 3 1 4
3

1
3

dR 3 1 −2
3

1
3

lL 1 2 −1 -1

eR 1 1 -1 -1

νR 1 1 0 -1

Tabela 2.2: Números quânticos referentes a transformações sobre as simetrias de calibre
e valores de hipercarga e número B-L

T a são os geradores do grupo de calibre. Com Aabc = 0 para qualquer a,b,c então,
podemos garantir que não há anomalias nos grupos de calibre. É importante perceber
que com a contribuição das anomalias descritas na equação (3.1), nós iremos provar que
as cargas dos férmions descritos no capítulo 2 cancelam as anomalias U(1)-gravitacional,
associada a loops triangulares com duas pernas externas sendo gravitons. Estas anomalias
são proporcionais a Tr(T a). Como explicado em [30], a presença da uma anomalia U(1)-
gravitacional pode destruir a invariância de calibre e nos levar a inconsistências.

Na ref.[31] uma abordagem prática é seguida para demonstrar que esse tipo de modelo
é livre de anomalias: As cargas dos bósons de calibre são independentes do conteúdo
fermiônico e do sabor do mesmo, os autores identificaram os valores mais gerais para as
cargas de modo que o modelo torna-se livre da anomalias. Vamos tentar uma abordagem
inversa: Vamos começar com nosso modelo B-L sem mistura para então utilizar a equa-
ção (2.18) para provar que qualquer modelo mais geral envolvendo mistura entre Z’ e Z
também é livre de anomalias.

Vamos começar relembrando alguns números quânticos de cada férmion: Podemos ver
que SUL(2) ⊗ UY (1) não é anômalo: cada diagrama triangular é nulo ou é proporcional
a Trd(Q), com Q como a carga elétrica e Trd como o traço apenas dos dubletos. De
fato, em [SUL(2)]

3 e SUL(2)[UY (1)]2 as anomalias se anulam automaticamente devido aos
geradores de SUL(2) que são:

T a =
σa

2
(2.76)

σa são as matrizes de Pauli, estas por sua vez possuem traço nulo(quando nos referimos aos
singletos, T a é automaticamente nulo). Já para [SUL(2)]

2UY (1) e [UY (1)]
3 as anomalias

são proporcionais a Trd(Q), assim temos para os quarks:

Trd(Q) = 3

[
3

(
2

3
− 1

3

)
− 1

]
= 0 (2.77)

se considerarmos o grupo SUC(3) temos [SUC(3)]
3, SUL(2)[SUC(3)]2 e [SUL(2)]

2SUC(3)
e SUC(3)[UY (1)]2, estas anomalias são automaticamente nulas, enquanto [SUC(3)]

2UY (1)
é proporcional a Trd(Q). Para os quarks sob SUC(3) temos:

Trd(Q) = 9

[(
2

3
− 1

3

)
− 2

3
+

1

3

]
= 0 (2.78)
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Desde que cada νR seja singleto sobre todos os grupos do MP, as condições acima para
o cancelamento de anomalias no modelo B-L puro também são satisfeitas. Entretanto,
devemos calcular (3.1) quando os geradores YB−L são considerados. Conforme os casos
anteriores, temos: SUc(3)[UB−L(1)]

2 e SUL(2)[UB−L(1)]
2 são nulas, enquanto as demais

contribuições são

[SUc(3)]
2UB−L(1) :

A ≡ 1

4
Tr(YB−Lλ

b, λc) ∝ Trd(YB−L) = 3

(
2.
1

3
− 1

3
− 1

3

)
= 0

(2.79)

[SUL(2)]
2UB−L(1) :

A ≡ 1

4
Tr(YB−Lσ

b, σc) ∝ Trd(YB−L) = 2

(
3.
1

3
− 1

)
= 0

(2.80)

[UY (1)]
2UB−L(1) :

A ≡ Tr(YB−LY, Y ) =
1

18
− 8

18
− 2

18
− 9

18
+ 1 = 0

(2.81)

UY (1)[UB−L(1)]
2 :

A ≡ Tr(Y YB−L, YB−L) =
1

9
− 2

9
+

1

9
− 1 + 1 = 0

(2.82)

[UB−L(1)]
3 :

A ≡ Tr(YB−LYB−L, YB−L) =
2

9
− 1

9
− 1

9
− 2 + 1 + 1 = 0

(2.83)

Com relação à anomalia U(1)-gravitacional, a qual deve ser nula quando a gravitação
quântica é incluída, temos as seguintes condições:

UY (1)− gravitacional :

A ≡ Tr(Y ) = Tr(Q) = 3

[
2

(
2

3
− 1

3

)
− 2

3
+

1

3

]
+ 2(−1) + 1 = 0

(2.84)

UB−L(1)− gravitacional :

A ≡ Tr(YB−L) = 3

[
2

(
1

3

)
− 1

3
− 1

3

]
+ 2(−1) + 1 + 1 = 0

(2.85)

Como os neutrinos de mão direita contribuem apenas para as anomalias [UB−L(1)]
3 e

UB−L(1)-gravitacional, vemos claramente que é necessário um número de νR iqual aos
números de famílias, desde que o cancelamento das anomalias ocorra independentemente
para cada família.

Resumindo, cada anomalia se anula, assim o modelo B-L é livre de anomalias. Para
estendermos o cancelamento de anomalias para modelos que incluem a mistura entre os
bósons Z e Z’ fazemos o seguinte: Ao analisar as anomalias da mistura entre os bósons
de calibre e o graviton, vemos que estas anulam-se independentemente, assim cada fator
U(1) não possui carga anômala associada. Deste modo, a equação (2.18) representa de
forma geral uma "carga efetiva", sendo esta uma combinação linear entre as cargas Y e
B-L, assim podemos concluir que esse tipo de "carga efetiva"também é livre de anomalias.
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Capítulo 3

A busca pelo bóson Z’

Uma forma conveniente de analisar evidências de um novo bóson Z’ é olhando para a
forma como esse bóson se acopla aos férmions do MP. Conforme vimos na equação (2.71)
o acoplamento entre os férmions com o bóson Z’ é dado por:

g”

2
Z ′µ

[
1

3

∑

u=u,c,t

ūγµu+
1

3

∑

d=d,s,b

d̄γµd− (
∑

α=e,µ,τ

ᾱγµα + ν̄αγµνα)

]
(3.1)

Podemos reescrever a lagrangeana da corrente neutra, já com o novo bóson Z’, em termos
dos acoplamentos vetoriais e axiais. Temos, assim:

LZZ′

=
∑

f

2∑

η=0

f̄γµ(g
f
V,η + gfA,ηγ

5)fZµ,α (3.2)

Zµ,0 ≡ Aµ é o fóton, Zµ,1 ≡ Zµ é o bóson Z do MP, Zµ,2 ≡ Z ′µ é o novo bóson Z’. Os
acoplamentos axiais e vetoriais estão listados na tabela abaixo:

3.1 O decaimento Z ′
B−L

Considerando o decaimento de um bóson vetorial massivo V em um par férmion-antifermion.
Em nível de árvore, a largura do decaimento V → f f̄ é dada por:

Γ(V → f f̄) =
MV

12π
Cf

[
(gfV )

2 + (gfA)
2 + 2((gfV )

2 − 2(gfA)
2)
m2
f

M2
V

]√

1−
4m2

f

M2
V

(3.3)

Cf é o fator de cor, 3 para os quarks e 1 para os demais léptons, mf é a massa dos férmions,
MV é a massa do bóson vetorial, gfV e gfA são os acoplamentos vetorial e axial. Para o caso
do bóson Z’ a equação (3.3) é simplificada devido gfA = 0 para qualquer férmion. Assim,
temos:

Γ(Z ′ → f f̄) =
MZ′

12π
Cf(g

f
V )

2

[
1 + 2

m2
f

M2
Z′

]√
1−

4m2
f

M2
Z′

(3.4)

Antes de fazermos as primeiras estimativas do Branching-Ratio (BR), é necessário analisar
a razão entre as massas dos férmions e a massa do bóson Z’ que aparece na equação (3.4).
Se tomarmos 100GeV 6MZ′ 6 O(1)TeV , apenas o quark top torna-se relevante quando
analisamos a razão entre sua massa e a massa do Z’. Podemos imediatamente ver a
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γ Z Z ′
B−L

guV
2
3
e g

2 cos θW

(
1
2
− 4

3
sin2 θW

)
1
3
g”

guA 0 −1
2

g
cos θW

0
gdV −1

3
e g

2 cos θW

(
−1

2
+ 2

3
sin2 θW

)
1
3
g”

gdA 0 1
2

g
cos θW

0
geV −e g

2 cos θW

(
−1

2
+ 2 sin2 θW

)
−1g”

geA 0 1
2

g
cos θW

0
gνV 0 1

2
g

cos θW
−1g”

gνA 0 −1
2

g
cos θW

0

Tabela 3.1: Valores para os acoplamentos axiais e vetoriais

f gfV,Z′ Cf BR
e −g” 1 1

8

ν −g” 1 1
8

u g”
3

3 1
24

d g”
3

3 1
24

Tabela 3.2: BR do bóson Z’ para cada férmion

importância deste efeito: O BR leptônico (Γll̄(Z
′) ≡

∑
k Γ(Z

′ → ekēk), k é o índice da
família do lépton) é maior que o BR do bóson Z do MP fornecendo, assim, um canal
muito limpo desse decaimento.

Para calcularmos o BR, devemos também saber o espectro dos neutrinos de mão
direita, os quais se acoplam com Z’ em nível de árvore. Vamos considerar dois casos
extremos, mνR = 0 e mνR = ∞.

1)mνR = 0: A largura de decaimento completa (em unidades de g”2MZ′ é:

ΓZ′

g”2MZ′

≡
∑

f Γ(Z
′ → f f̄)

g”2MZ′

=
2

3π
(3.5)

O BR para cada férmion é: No limite mνR = 0, BR total para os léptons carregados é
igual ao BR tanto dos neutrinos de mão direita como para os neutrinos de mão esquerda.
Temos:

Γνν̄(Z
′)

ΓZ′

=
3

8
= 0, 375 (3.6)

enquanto o BR para hadrons é dado por:

Γhadrons(Z
′)

ΓZ′

=

∑
q Γ(Z

′ → qq̄)

ΓZ′

=
1

4
= 0, 25 (3.7)
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f gfV,Z′ gfA,Z′ Cf BR
e −g” 0 1 2

13

ν −g”
2

−g”
2

1 1
13

u g”
3

0 3 2
39

d g”
3

0 3 2
39

Tabela 3.3: BR do bóson Z’ para cada lépton

2)mνR = ∞: Nesse caso, o decaimento do bóson Z’ em um par de neutrinos de mão
direita é cineticamente proibido. Assim o BR para os neutrinos é menor do que o descrito
em (3.6), desde que este receba apenas contribuições dos neutrinos de mão esquerda. Para
que os neutrinos de mão esquerda sejam levados em conta no BR do bóson Z’, devemos
fazer a seguinte modificação nos acoplamentos vetorial e axial:

gνV =
gνL + gνR

2
→ gνL

2
= −g”

2

gνA =
gνL − gνR

2
→ gνL

2
= −g”

2

(3.8)

Assim, a largura de decaimento total (em unidades de g”2MZ′) é:

ΓZ′

g”2MZ′

≡
∑

f Γ(Z
′ → f f̄)

g”2MZ′

=
13

24π
(3.9)

O BR para cada lépton é:
Γll̄(Z

′)

ΓZ′

=
6

13
≃ 46.2 (3.10)

Γνν̄(Z
′)

ΓZ′

=
3

13
≃ 23 (3.11)

Γhadr.(Z
′)

ΓZ′

=
4

13
≃ 30.8 (3.12)

Podemos observar que o BR total do novo bóson Z’ decaindo em léptons carregados é muito
maior do que o BR total do bóson Z também decaindo em léptons carregados(∼ 0.034[43]).
Este fato desempenha um papel importante na busca pelo bóson Z’ nos experimentos.

Para os quarks, devemos introduzir a correção da QCD para a largura de decaimento
parcial do bóson Z’, de acordo com [26]:

Γ(Z ′ → qq̄) =
MZ′

12π
Cf(g

f
V )

2

[
1 + 2

m2
f

M2
Z′

]√
1−

4m2
f

M2
Z′

(
1 +

αS
π

+O
(
αSm

2
f

M2
Z′

))
(3.13)

Com αS ≡ g2
S

4pi
.
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3.1.1 A produção do bóson Z’ em colisões e+e−

A produção de um novo bóson vetorial neutro pode se dar através do seguinte processo:

Z ′

f̄

f

e+

e−

A seção de choque no referencial do centro de massa (CM) com energia
√
s ∼MZ′ é:

σ(e+e− → Z ′ → f f̄)|√s∼MZ′
= 12π

s

M2
Z′

Γ(Z ′ → e+e−)Γ(Z ′ → f f̄)

(s−M2
Z′)2 +M2

Z′Γ2
Z′

(3.14)

Na aproximação ΓZ′ ≪ MZ′, a equação (3.14) é reduzida para:

σ(e+e− → Z ′ → f f̄)|ΓZ′≪MZ′ ,
√
s∼MZ′

= 12π2Γ(Z
′ → e+e−)Γ(Z ′ → f f̄)

MZ′ΓZ′

δ(s−M2
Z′) (3.15)

Contudo, foram feitos experimentos no LEP-II com energias de 209 GeV e não foi encon-
trada nehuma evidência de um novo bóson Z’. A concordância entre as medidas feitas no
LEP-II e as previsões do MP implicam em: Ou os acoplamentos do bóson Z’ são menores
que, ou da ordem 10−2, ou a massa do bóson Z’ é maior que 209 GeV. Para o processo
e+e− → f f̄ , a expressão geral para a seção de choque diferencial sem polarização em nível
de árvore é[44]:

dσ

d cos θ∗
=

√
s

16π
[S(s)(1 + (cos θ∗)2) + A(s)2 cos θ∗] (3.16)

Com:

S(s) =

2∑

α,β=0

(geα,V g
e
β,V + geα,Ag

e
β,A)(g

l
α,V g

l
β,V + glα,Ag

l
β,A)

(s−M2
α + iMαΓα)(s−M2

β + iMβΓβ)

A(s) =

2∑

α,β=0

(geα,V g
e
β,A + geα,Ag

e
β,V )(g

l
α,V g

l
β,A + glα,Ag

l
β,V )

(s−M2
α + iMαΓα)(s−M2

β + iMβΓβ)

(3.17)

θ∗ é o ângulo de espalhamento no referencial do centro de massa. Foi usada a mesma
notação da equação (3.2), ou seja, α = 0 estamos nos referindo ao fóton, α = 1 estamos
nos referindo ao bóson Z do MP e α = 2 estamos nos referindo ao bóson Z’.

3.1.2 A produção do bóson Z’ em colisores de hadrons.

Quando lidamos com colisões de hadrons de altas energias, é bastante útil nos referirmos
ao modelo de partons[45]. Se a energia do CM for suficientemente alta, podemos con-
siderar que cada hadron é constituído de parículas independentes denominadas partons.
Cada parton carrega um fator x do quadri-momentum do hadron. Apenas um parton
por hadron participa das interações. Assim, podemos calcular a seção de choque elemen-
tar em termos dos partons, para só então determinar a seção de choque total através da
função de distribuição dos partons, isto é, a distribuição de probabilidades dos partons
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com diferentes frações qudri-momentum de um hadron. É importante notar que qualquer
partícula com probabilidade diferente de zero de ser encontrada dentro do hadron é iden-
tificada como parton, tais como: quarks, glúons, etc. Se cada hadron possui momentum
Pi com i=1,2. Assim, cada parton tem momemtum pi = xiPi e a energia do centro de
massa em termos dos partons é:

ŝ = (p1 + p2)
2 = (x1P1 + x2P2)

2 ≃ x1x2s (3.18)

Como o parton é considerado uma partícula elementar, a seção de choque em termos dos
partons será semelhante à equação (3.14). Incluímos o fator 1/C2

f que fornece a média
sobre as "cores"dos estados iniciais dos quarks. A seção de choque também é cálculada
para ŝ.

σ̂(qq̄ → Z ′ → f f̄)|√s∼MZ′
=

12π

C2
f

ŝ

M2
Z′

Γ(Z ′ → qq̄)Γ(Z ′ → f f̄)

(ŝ−M2
Z′)2 +M2

Z′Γ2
Z′

(3.19)

Para a aproximação ΓZ′ ≪MZ′ temos:

σ̂(qq̄ → Z ′ → f f̄)|ΓZ′≪MZ′ ,
√
s∼MZ′

=
12π

C2
f

Γ(Z ′ → qq̄)Γ(Z ′ → f f̄)

MZ′ΓZ′

δ(ŝ−M2
Z′) (3.20)

Para a função de distribuição dos partons, temos a seguinte convenção:

fqi(x)dx é o número de partons qi no hadron p
f̄qi(x)dx é o número de partons qi no hadron p̄
fq̄i(x)dx é o número de partons q̄i no hadron p
f̄q̄i(x)dx é o número de partons q̄i no hadron p̄

A fração do quadri-momentum do parton está no intervalo [x, x+dx]. Protons (p = (uud))
e anti-prótons (p̄ = (ūūd̄)). Normalizando a função de distribuição dos partons para os
quarks: ∫ 1

0

dx(fu(x)− fū(x)) = 2 (3.21)

∫ 1

0

dx(fd(x)− fd̄(x)) = 1 (3.22)

∫ 1

0

dx(f̄ū(x)− f̄u(x)) = 2 (3.23)

∫ 1

0

dx(f̄d̄(x)− f̄d(x)) = 1 (3.24)

A seção de choque total para a colisão pp̄, calculada utilizando a equação (3.20) junto
com a função de distribuição dos partons, é:

σ(pp̄→ Z ′) =

∫ 1

0

dx1

∫ 1

0

dx2
∑

i

fqi(x1)f̄q̄i(x2)σ̂(qq̄ → Z ′)

+

∫ 1

0

dx1

∫ 1

0

dx2
∑

i

fq̄i(x1)f̄qi(x2)σ̂(qq̄ → Z ′)

(3.25)
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Para a colisão pp:

σ(pp̄→ Z ′) =

∫ 1

0

dx1

∫ 1

0

dx2
∑

i

fqi(x1)fq̄i(x2)σ̂(qq̄ → Z ′)

+

∫ 1

0

dx1

∫ 1

0

dx2
∑

i

fq̄i(x1)fqi(x2)σ̂(qq̄ → Z ′)

(3.26)

Como podemos ver na equação (3.20), apenas ŝ possui uma dependência não trivial em xi.
Assim, podemos fatorar os demais termos da integral. Com uma manipulação algébrica
temos a seção de choque para pp̄:

σ(pp̄→ Z ′) =
12π2

C2
f

Γ(Z ′ → qq̄)Γ(Z ′ → f f̄)

MZ′ΓZ′

∑

i

1

s
〈qiq̄i〉+ (qi ↔ q̄i) (3.27)

com
1

s
〈qiq̄i〉 ≡

∫ 1

0

dx1

∫ 1

0

dx2fqi(x1)f̄q̄i(x2)δ(ŝ−M2
Z′) (3.28)

3.1.3 Os limites estabelecidos pelo LEP-II.

A contribuição de Z’ para a seção de choque do processo e+e− → f f̄ , conforme visto
anteriormente, se dá pela troca de um bóson Z’. Para MZ′ <

√
s, o bóson Z’ aparece

como uma ressonância f f̄ que por fim pode emitir fótons com a energia efetiva do centro
de massa MZ′ . Para o caso em que MZ′ > 209GeV , as interações com Z’ podem ser
aproximadas como uma interação efetiva de contato. As quatro colaborações do LEP
estabeleceram limites para todas as possíveis estruturas quirais e diversas combinações de
férmions[25]. Por meio destes limites foi possível derivar uma expressão para o limite da
massa do Z’

MZ′

g′′
≥ 6TeV (3.29)

3.1.4 A busca pelo bóson Z’ no LHC

O bóson Z’ acoplando-se aos quarks pode ser produzido pelos colisores de hadrons. Es-
ses bósons podem aparecer como ressonâncias na distribuição de massa invariante dos
produtos de seu decaimento. A seção de choque para o decaimento do Z’ em férmions é:

σ(pp→ xZ ′ → xff̄) ≃ π

48s

∑

q

cfqωq(s,M
2
Z′) (3.30)

com cfq = (gqV,Z′)2BR(Z ′ → f f̄), este coeficiente contém todas as dependencias dos aco-
plamentos de Z’. ωq(s,M2

Z′) carrega toda informação sobre a distribuição dos partons e
correçoes da QCD[26,47].

Abaixo, temos um gráfico que apresenta os dados sobre a procura de novos bósons de
diferentes modelos no LHC: As linhas Z ′

ψ e Z ′
χ correspondem às previsões teóricas dos

modelos U(1)10+x5̄ com x=-3 e x=+1 respectivamente. A linha Z ′
SSM corresponde ao

Z’ com acoplamentos iguais aos acoplamentos do bóson Z do MP. Os limites de massa
são determinados pelo produto entre a seção de choque e a fração do Branching Ratio
correspondente ao par e+e− e µ+µ−.

As observações de ressonâncias em diléptons ajuda a determinar a massa do novo
bóson Z’ e sua largura de decaimento. A distribuição angular pode ser usada para medir as
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 PreliminaryATLAS

 ll→Z’ 
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-1 L dt = 5.0 fb∫: µµ

-1 L dt = 4.9 fb∫ee: 

Figura 3.1: Limite superior de σ(pp → xZ ′ → l+l−) com l = e ou l = µ em função de
MZ′, admitindo que os acoplamentos sejam iguais para o elétron e o múon.

diversas combinações dos parâmetros de Z’. Apesar de a direção do quark ser desconhecida
na colisão pp, a assimetria forward-backward dos léptons AlFB pode ser dos diléptons, que
por sua vez é sensível à violação de paridade. Um ajuste na distribuição de rapidez1

de Z’ pode distinguir os acoplamentos entre os quarks up e down e o bóson Z’. Essa
medida combinada com os picos observados pode diferenciar os vários bósons dos diferentes
modelos estudados. Por exemplo: O acoplamento do bóson Z’ com massa abaixo de 1.5
TeV pode ser bem determinado com os dados à 100fb−1 com uma energia de centro de
massa

√
s = 14TeV . Com estes mesmos dados, para MZ′ ≤ 3TeV pode-se determinar o

spin de Z’[48].
Os decaimentos Z ′ → e+e− e Z ′ → µ+µ− são úteis devido à excelente resolução de

massa. Os decaimentos Z ′ → e+µ−, Z ′ → τ+τ−, Z ′ → tt̄, Z ′ → bb̄ e Z ′ → jj apesar
de sofrerem uma maior influência do background são de fundamental importância para
determinar as várias combinações entre o Z’ e os férmions.

Experimentos do Tevatron excluem um bóson Z’ com massa menor que 1.071 TeV[57].
Dados de 2010 do LHC com uma luminosidade ≈ 40pb−1 excluem um bóson Z’ com massa
menor que 1.042 TeV(ATLAS)[51] e 1.140 TeV(CMS)[54].

No LHC, os experimentos ATLAS e CMS, à busca pelo bóson Z’ é dada principalmente
pela análise dos canais e+e−, µ+µ−[49,50], bem como nos canais eµ[51], τ+τ−[52], tt̄[53]
e jj[54]. O processo pp → xZ ′ → xW+W− também pode produzir bósons Z’ através do
acoplamento entre os quarks[55] ou com bósons W[56]. A análise desse processo também
possui uma motivação extra para o desmembramento da quebra de simetria eletrofraca,
portanto ese processo deve ser alvo de futuras análises feitas no LHC.

1A rapidez é um parâmetro invariante de Lorentz definido como: y = 1

2
ln
(

E+pz

E−pz

)
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Conclusões

Uma das principais razões para estendermos o modelo padrão, descrito no capítulo 1, é
a evidência da oscilação dos estados de sabor dos neutrinos que implica diretamente em
uma massa para os neutrinos. Nesta dissertação foi estudada uma extensão simples com
um grupo de calibre extra denominado UB−L(1), que por sua vez é quebrado na escala TeV
e está associado ao número B-L. Nós conectamos esta extensão de calibre a uma extensão
no conteúdo fermiônico composta por 3 neutrinos de mão direita, um para cada familía.
No conteúdo escalar, adicionamos um singleto que carrega um valor B-L. No capítulo
2, estudamos o desenvolvimento desse modelo, a forma de sua derivada covariante, sua
quebra de simetria e consequentemente o espectro de interação. O potencial escalar para
esse modelo forneceu um espectro um pouco mais complexo que o MP: duas partículas
escalares massivas, uma a mais que o MP. Também temos um bóson de calibre a mais. De
posse dessas informações, etabelecemos uma expressão para os acoplamentos dos férmions
com os escalares e os bósons de calibre, bem como os acoplamentos entre os escalares e
os bósons de calibre.A escolha g̃ = 0, que define o modelo sem mistura entre os bósons
do MP e o novo bóson Z’, é fenomenologicamente preferível desde que não exista mistura
entre os bósons em nível de árvore. Ainda no capítulo 2, realizamos um breve estudo
sobre as anomalias que poderiam surgir nesse modelo. Contudo, após uma breve análise,
constatamos que o modelo B-L é livre de anomalias.

No capítulo 3, fizemos uma breve análise das larguraras de decaimento do bóson Z’ e
seus Branching Ratio(BR) para os casos mais simples. Ao analisarmos que para o caso
de os neutrinos de mão direita são pesados o BR leptônico é aproximadamente 46 %,
enquanto que o BR leptônico do bóson Z do MP é de apenas 3%. Também revisamos o
principal mecanismo de produção do bóson Z’ e um importante limite: MZ′/g” > 6TeV .
Para concluir essa parte, foi discutida a busca pelo bóson Z’ no LHC e segundo estudos
recentes foram descartados valores de massa para o bóson Z’ menores que 1.83 TeV.

Abordagens como embeber o modelo B-L em um grupo de simetria ainda maior e mais
geral já foram muito bem exploradas. Por exemplo: O modelo B-L embebido em modelos
como o modelo left-right SUC(3) ⊗ SUL(2) ⊗ SUL(2) ⊗ UB−L(1), SUC(4) ⊗ SUL(2) ⊗
SUL(2) ou em modelos compostos pelos grupos SO(10) ou E6. Estes dois últimos casos
são interessantes pois na escala TeV extensões do tipo U(1) podem surgir de teorias
fundamentais, tais como teorias de grande unificação(GUT) baseadas em grupos com
ranque r>4. Por fim, uma versão superssimétrica do modelo B-L já foi desenvolvida.
Contudo, uma futura abordagem interssante seria uma possível extensão UB−L(1) com as
cargas associadas aos férmions dependentes de suas familías. Neste caso, devemos levar
em consideração os limites de troca de sabor na corrente neutra(FCNC).
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Apêndice A

Regras de Feynman para o modelo
padrão

p é o momentum da partícula, r é o índice do spin para o férmion e α é o índice de spin
para os bósons.

Férmion entrando: urf (p)

f(p, r)

Férmion saindo: ūrf (p)

f(p, r)

antiférmion entrando: v̄rf (p)

f̄(p, r)

antiférmion saindo: vrf (p)

f̄(p, r)

fóton entrando: εα(p)

A(p, α)

fóton saindo: ε∗α(p)

A(p, α)

Z entrando: εα(p)

Z(p, α)

Z saindo: ε∗α(p)

Z(p, α)

W+ entrando: εα(p)

W+(p, α)

W+ saindo: ε∗α(p)

W+(p, α)

W− entrando: ε∗α(p)

W−(p, α)

W+ saindo: εα(p)

W+(p, α)
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Higgs entrando ou saindo: 1

H(p)

Para as Linhas internas:

Propagador do Férmion: i
/p+m

p2−m2
f
+iǫ

f(p)

Propagador do Fóton: i
−gµν
p2+iǫ

A(p)µ ν

Propagador do W: i
−gµν+ pµpν

m2
W

p2−m2
W

+iǫ

W (p)µ ν

Propagador do Z: i
−gµν+ pµpν

m2
Z

p2−m2
Z
+iǫ

Z(p)µ ν

Propagador do Higgs: i
p2−m2

H
+iǫ

W (p)µ ν

Os vértices:

Vértice eletromagnético: −ieqfγµ

Aµ

f

f
Vértice da corrente neutra: −i g

2 cos θW
γµ(g

f
V − g

f
Aγ

5)

Zµ

f

f

Vértice da CC léptons: −i g

2
√
2
γµ(1− γ5)

Wµ

l−α

να
Vértice da CC quarks: −i g

2
√
2
γµ(1− γ5)Vαβ

Wµ

qDα

qUα
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Vértice da CC quarks: −i g

2
√
2
γµ(1− γ5)V ∗

αβ

Wµ

qUα

qDα
Vértice tri-linear W-γ:ieχµνλ(p1, p2, p3)

Aλ(p3)

W+
µ (p1)

W−
ν (p2)

Vértice tri-linear W-Z:ig cos θWχµνλ(p1, p2, p3)

Zλ(p3)

W+
µ (p1)

W−
ν (p2)

Vértice quadri-linear W-γ:−ie2∆µναβ

W+
µ

Aα

W−
ν

Aβ

Vértice quadri-linear W-Z:−ig2 cos2 θW∆µναβ

W+
µ

Zα

W−
ν

Zβ

Vértice quadri-linear W-Z-A:−ieg cos θW∆µναβ

W+
µ

Zα

W−
ν

Aβ

Vértice quadri-linear W-W:−ig2∆µναβ

W+
µ

W−
α

W+
ν

W−
β

Vértice H-férmions: −i
gmf

2mW
gµν

H

f

f
Vértice H-W: igmW gµν

H

W+
µ

W−
µ

Vértice H-Z: ig mZ

cos θW
gµν

H

Zµ

Zµ
Vértice H-H: −i

3gm2
H

2mW
gµν

H

H

H
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Vértice quadri-linear H-W:ig
2

2 gµν

W+
µ

H

W−
ν

H

Vértice quadri-linear H-Z:i g2

cos θW
gµν

Zµ

H

Zν

H

Vértice quadri-linear H-H:i3g
2m2

4m2
W

gµν

H

H

H

H

χµνλ(p1, p2, p3) = (p1 − p2)λgµν + (p2 − p3)µgνλ + (p3 − p1)νgλµ (A.1)

∆µναβ = 2gµνgαβ − gµαgνβ − gµβgνα (A.2)
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Apêndice B

Regras de Feynman para o modelo
UY (1)⊗ UB−L(1)

(2.47) trata apenas das interações trilineares e suas regras de Feynman são:

W+W−A

W+
µ (k2)

W−
ν (k3)

Aρ(k1)

W+W−Z

W+
µ (k2)

W−
ν (k3)

Zρ(k1)

W+W−A→ ie [gµν(k2 − k3)ρ + gνρ(k3 − k1)µ + gρµ(k1 − k2)ν ] (B.1)

W+W−Z → igcW [gµν(k2 − k3)ρ + gνρ(k3 − k1)µ + gρµ(k1 − k2)ν ] (B.2)

Os respectivos vértices quadrilineares e suas regras de Feynman são:

(A)

Aρ Zσ

W+
µ

W−
ν

(B)

Zρ Zσ

W+
µ

W−
ν

(A) → igecW (gµρgνσ + gµσgνρ − 2gµνgρσ) (B.3)

(B) → ig2c2W (gµρgνσ + gµσgνρ − 2gµνgρσ) (B.4)

Os respectivos vértices trilineares e quadrilineares da lagrangeana de interação entre os
bósons de calibre e os estados físicos do bóson de Higgs e o novo bóson escalar são:
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(A)

Zµ

Zν
h1

(B)

Zµ

Zν
h2

(C)

Z ′
µ

Z ′
ν

h1

(D)

Z ′
µ

Z ′
ν

h2

(E)

W+
µ

W−
ν

h1

(F)

W+
µ

W−
ν

h2

(A) → i
2M2

Z

v
cosαgµν

(B) → i
2M2

Z

v
sinαgµν

(C) → −i2M
2
Z′

v′
sinαgµν

(D) → i
2M2

Z′

v′
cosαgµν

(E) → i
2M2

W

v
cosαgµν

(F ) → i
2M2

W

v
sinαgµν

(B.5)

(G)

h1 h1

Zµ
Zν

(H)

h2 h2

Zµ
Zν

(I)

h1 h1

Z ′
µ

Z ′
ν

(J)

h2 h2

Z ′
µ

Z ′
ν

(K)

h1 h2

Z ′
µ

Z ′
ν

(L)

h1 h2

Zµ
Zν

(M)

h1 h1

W+
µ

W−
ν

(N)

h2 h2

W+
µ

W−
ν

(O)

h1 h2

W+
µ

W−
ν
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(G) → i
2M2

Z

v2
cos2 αgµν

(H) → i
2M2

Z

v2
sin2 αgµν

(I) → i
2M2

Z′

v′2
sin2 αgµν

(J) → i
2M2

Z′

v′2
cos2 αgµν

(K) → −iM
2
Z′

v′2
sin 2αgµν

(L) → i
M2

Z

v2
sin 2αgµν

(M) → i
2M2

W

v2
cos2 αgµν

(N) → i
2M2

W

v2
sin2 αgµν

(O) → i
M2

Z

v2
cos 2αgµν

(B.6)

Para as interações entre férmions e bósons de calibre temos:

(A)

f̄

f
Aµ

(B)

f̄

f
Zµ

(C)

f̄

f Z ′
µ

(D)

ν̄α

l−α
W+
µ

(E)

qDβ

qUα
Wµ

(F)

qUα

qDβ
Wµ

(A) → −ieqfγµ
(B) → −i g

2 cos θW
γµ(g

f
V − gfAγ

5)

(C) → −ig”
2
Y f
B−Lγµ

(D) → −i g

2
√
2
γµ(1− γ5)

(E) → −i g

2
√
2
γµ(1− γ5)Vαβ

(F ) → −i g

2
√
2
γµ(1− γ5)V ∗

αβ

(B.7)

Com: Vαβ matriz CKM dos quarks.
Para as interações dos férmions com os escalares temos:
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(G)

f̄

f
h1

(H)

f̄

f
h2

(I)

(ν̄L)i

(νR)j
h1

(J)

(ν̄L)i

(νR)j
h2

(K)

(ν̄R)
c

(νR)j
h1

(L)

(ν̄R)
c

(νR)j
h2

(G) → imf
g

2MW
cosαgµν

(H) → imf
g

2MW
sinαgµν

(I) → i
(U †

νy
ν)ij√
2

cosαgµν

(J) → i
(U †

νy
ν)ij√
2

sinαgµν

(K) → −imνR

2v′
sinαgµν

(L) → i
mνR

2v′
cosαgµν

(B.8)

Uν é a matriz PMNS e yν é o acoplamento de Yukawa para os neutrinos.
Os termos de auto interação dos escalares são dados por:

(A)

h1

h1
h1

(B)

h2

h2
h2

(C)

h1

h1
h2

(D)

h2

h2
h1

(A) → 6i

(
λ1v cos

3 α− λ2v
′ sin3 α +

λ3
4
sin 2α(v sinα− v′ cosα)

)

(B) → 6i

(
λ1v sin

3 α + λ2v
′ cos3 α+

λ3
4
sin 2α(v cosα+ v′ sinα)

)

(C) → 2i

(
v

2
sin 2α cosα(3λ1 − λ3) +

v′

2
sin 2α sinα(3λ2 − λ3) +

λ3
2
(v sin3 α + v′ cos3 α)

)

(D) → 2i

(
v

2
sin 2α sinα(3λ1 − λ3)−

v′

2
sin 2α cosα(3λ2 − λ3) +

λ3
2
(v cos3 α− v′ sin3 α)

)

(B.9)
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(E)

h1 h1

h1
h1

(F)

h2 h2

h2
h2

(G)

h1 h1

h1
h2

(H)

h1 h2

h2
h2

(I)

h1 h1

h2
h2

(E) → 6i(λ1 cos
4 α+ λ2 sin

4 α +
λ3
2
(sin 2α)2)

(F ) → 6i(λ1 sin
4 α + λ2 cos

4 α +
λ3
2
(sin 2α)2)

(G) → 3i(sin 2α(λ1 cos
2 α− λ2 sin

2 α)− λ3 sin 2α cos 2α)

(H) → 3i(sin 2α(λ1 sin
2 α− λ2 cos

2 α)− λ3 sin 2α cos 2α)

(I) → 2i

(
λ3 +

3

4
(sin 2α)2(λ1 + λ2 −

2

3
λ3)

)

(B.10)
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