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Resumo

Fazemos uma revisao do modelo padrao das interagoes eletrofracas, devido a Glashow,
Weinberg e Salam, o qual constitui a base para extensoes do Modelo Padrao (MP) que
incluam WIMPs (Weakly Interacting Massive Particles). Supde-se que essas particulas
compoem a Matéria Escura, responsdvel por 90% do contetido de massa do Universo que,
no entanto, ainda nao foi detectada diretamente em eventos de raios cosmicos ou em acel-
eradores de particulas.

Introduzimos um modelo minimo para a matéria escura, que consiste de trés singletos do
MP: um escalar, um férmion de Dirac e um bdson vetorial massivo. O escalar implementa
quebra espontanea de simetria no setor escuro, além de ser responsavel por conectar a
matéria escura as particulas do MP através de interagoes com o béson de Higgs. Calculamos
algumas se¢oes de choque e taxas de decaimento nesse modelo; em particular estudamos
a produgao de boésons vetoriais massivos em colisdes foton-foton utilizando a férmula de

Breit-Wigner.



Abstract

We review the standard electroweak model of Glashow, Weinberg and Salam, which
forms the basis for extensions of the Standard Model (SM) including Weakly Interacting
Massive Particles (WIMPs). These particles are supposed to compose the Dark Matter
responsible for 90% of the mass content of the Universe, but have not yet been directly
detected in cosmic ray events or in particle colliders.

We then introduce a minimal model of dark matter, consisting of three SM gauge singlets:
a scalar, a Dirac fermion and a massive vector boson. The scalar implements spontaneous
symmetry breaking in the dark matter sector, and is also responsible for connecting dark
matter with SM particles by interacting with the Higgs boson. We calculate some cross
sections and decay rates within this framework, in particular we study the production of

massive vector bosons in photon-photon collisions by using the Breit-Wigner formula.



Indice

Introducgao . . . . . . . . L 3
1. Preliminares . . . . . . . . . . . )
1.1 Notagao e convengoes . . . . . . . . . . . . o e 5
1.2 Equacaode Dirac . . . . . . . . ... 6
1.3 Teoria Classica de Campos . . . . . . . . . . . .. . 7
1.4 Teoria Quantica de Campos . . . . . . . . . . . . ..o 8

2. O Modelo de Glashow, Weinberg e Salam . . . . . .. ... ... ... ... 10
2.1 Introducao . . . . . . . .. 10
2.2 Uma teoria de gauge para a interacao fraca . . . . . . . . .. ... ... ... 12
2.2.1 A escolha do grupo de simetria . . . . . ... ... 12

2.2.2  Uma densidade lagrangeana com simetria de gauge SU(2) x U(1) . . 14

2.3 Quebra Espontanea de Simetria . . . . . ... ..o oL 15
2.3.1 Introducao: escolhendo um campo de Higgs . . . . . . ... ... .. 15

2.3.2  Quebrando simetrias globais . . . . . . .. .. 0oL 16

2.3.3  Quebrando simetrias locais . . . . . . ... ... L. 17

2.4 Construcao do modelo GWS . . . . . . .. ..o oo 19
2.4.1 Quebra de simetria e geracao de massa para os bosons de gauge . . . 19

2.4.2 A densidade lagrangeana no modelo GWS . . . ... ... ... ... 20

3. Matéria Escura Fermionica . . . . . . . . .. .. ... ... ... ... ... 24
3.1 Uma proposta de densidade lagrangeana . . . . . . . . ... ... ... ... 24
3.2 Odecaimento h — XX . . . .« . . . . 26

4. Um modelo com matéria escura vetorial . . . . . .. .. ... .. ... ... 28
4.1 Introducao . . . . . . . . 28
4.2 O decaimento hy — V'V . . . . . 28

4.3 Producao de pares xx em colisdes ete™ . . . . .. ... ... 30



indice 2

4.4 Producaodeparesde V. . . . . ..o 32
4.4.1 Viacolisdes ete™ . . . . . . ... 32

4.42 Viacolisoes vy . . . . . . 32

5. Conclusoes e Perspectivas . . . . . . ... .. ... 0oL 36
A. O Teorema de Goldstone . . . . . . . . . ... ... ... ... 38

Referéncias . . . . . . s, 40



Introducao

O problema da matéria escura foi identificado pela primeira vez por Fritz Zwicky, em
1934, ao estudar a distribui¢ao de velocidades de estrelas em galdxias[l]. Se uma estrela
possui uma distancia orbital média r do centro de sua galdxia, podemos utilizar a gravitacao
Newtoniana para estimar que sua velocidade orbital seja v(r) ~ 1/ @, onde M (r) é a massa
da galaxia que dista menos do que r do centro galactico. Para objetos orbitando a galaxia
além de sua parte visivel, deveriamos ter v(r) ~ \/g . O que se observa é que v(r) tende para
uma constante, e medidas indicam que 90% da massa das galdxias poderia ser atribuida a
matéria escura|2].

Uma proposta mais conservadora para explicar a matéria escura é a da existéncia dos
MACHOs (Objetos Compactos Massivos do Halo), os quais poderiam ser, por exemplo,
anas marrons, que nao sao luminosas e, portanto, seriam dificeis de observar. Estudos
detalhados de nucleossintese do Big Bang indicam, no entanto, que a densidade de barions
do universo nao pode dar conta completamente da densidade observada de matéria escura
[3]. Propostas de modificacao da interagao gravitacional para escalas galdcticas [4] nao sao
capazes de explicar fendmenos de lentes gravitacionais relatados em [5]. Somos forcados,
entao, a aceitar a existéncia da matéria escura.

Como a matéria escura nao € visivel, nao pode interagir eletromagneticamente. Além
disso, estudos da anisotropia na radiacao césmica da fundo e de nucleossintese do Big
Bang indicam que a matéria escura nao interage fortemente [3, 6]. Observagoes também
indicam que as particulas da matéria escura sejam bastante massivas e frias, ou seja, nao
relativisticas. Caso essas particulas nao sejam singletos MP, s6 poderao interagir fracamente.
As tnicas particulas do MP que interagem somente via forca fraca sao os neutrinos, os quais
nao podem compor matéria escura fria [2]. Sendo assim, o MP néo possui um candidato
para resolver o problema da matéria escura.

Ainda, se admitirmos que a matéria escura é uma reliquia térmica do universo, junta-
mente com outras suposicoes, pode-se calcular a densidade do candidato a matéria escura
em fungao de sua segao de choque de aniquilagao[3]. Para ajustarmos a densidade calculada
as medidas experimentais, devemos tomar (ov) ~ 1pb, o que é consistente com a segao de

choque de processos fracos [2].
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Outra constatagao de interesse vem ao estudarmos a fisica do béson de Higgs. O estudo
das correcoes radiativas no MP mostra que estas podem introduzir grandes correcoes a sua
massa [7] e, inclusive, tornar o vacuo da teoria instdvel para altas energias [8]. A introducao
de fisica além do MP na escala eletrofraca permitiria restaurar a estabilidade do vécuo [8].
Uma postura otimista é, entao, a de assumir que as evidéncias da cosmologia para fisica
nova estao relacionadas as da Fisica de Particulas, e tentar explicd-las de uma maneira
unificada.

Neste trabalho, fazemos uma revisao da construcao do modelo de Glashow, Weinberg e
Salam para a unificacao eletrofraca, o qual constitui a base para estudarmos as extensoes
do MP relevantes para o problema da matéria escura, ao tomarmos a “postura otimista”
citada anteriormente. A seguir, apresentamos um modelo minimo para a matéria escura,
para o qual propomos uma extensao. Para finalizar, calculamos algumas se¢oes de choque
e taxas de decaimento a nivel arvore, com o intuito de, futuramente, ajustar os parametros

do modelo e fazer uma analise de estabilidade de seu vacuo.



Capitulo 1

Preliminares

1.1 Notacao e convencoes

Neste trabalho, utilizamos h = ¢ = 1. Isso significa que é licito escrever expressoes
como F = w = m, sendo w uma frequéncia angular e m uma massa. Também nos permite
expressar secoes de choque em unidades de inverso de quadrado de energia, e larguras de
decaimento em unidades de energia. Densidades lagrangeanas tem dimensao de m* e a acao
¢é adimensional, bem como o momentum angular.

Utilizamos também a convencao de Einstein para soma de indices repetidos, da seguinte
maneira: em uma expressao com indices gregos repetidos, somas estao implicitas quando

os indices repetidos estao em posigoes distintas, um indice em cima e um embaixo. Dessa

3 3

forma, VAV, = S V™"V, e ¢*’Rog = Y. g™ Ry, Tais somas sio feitas sempre com os
n=0 m,n=0

indices mudos variando entre 0 e 3.

Quando for desnecessario salientar o carater quadrivetorial, um quadrivetor V, poderd
ser representado simplesmente como V, e também iremos escrever V,V# = V2. Represen-
tamos por g,, a matriz diag(1,-1,-1,-1) e por g"” sua inversa, que satisfaz g"”g,, = ¥, ou
seja, 1, quando 1 = o e 0 caso contrédrio. Definimos também 0,,¢ = a% =0,

Somas sobre indices latinos repetidos estao sempre implicitas, e podem ser usadas para
representar somas sobre componentes espaciais de um quadritensor (isto é, de 1 a 3), sobre
indices espinoriais de um campo fermiénico (com os indices variando entre 1 e 4) ou somas

sobre os indices de algum grupo . Dessa forma, se p, é o quadrimomentum (£, p) de uma
N
’ ~ l 14 14 . o .
particula, entao p;p’ = —|p|* e Fi F/" = 37 Fj,, F}" para o termo cinético de uma teoria
Jj=1

de gauge, com N a dimensao do grupo de Lie a ela associado.

Dado um quadrivetor A, definimos A = A -~ = v*A,. Para um campo de Dirac v,
definimos ¢ = ¢T7° e ¢, = 1(1 — 4°)®, bem como ¥ = (1 + 7). Os projetores de
helicidade exatos para particulas massivas nunca serao usados. Para simplificar a notagao,

poderemos representar o campo de Dirac associado ao férmion “X” (e sua antiparticula)
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como X, ao invés de ¢ x. Deve ficar claro do contexto quais letras representam espinores e
quais representam quadrivetores.

Dessa forma, fazemos X = 1)y ¢ X = ¢y. Quando estivermos usando essa notacio, a
carga elementar serd representada como ¢.(> 0). Quando utilizarmos 1 x para identificar o

campo do férmion “X”, a carga elementar serd indicada simplesmente como “e” (> 0).

1.2 Equacao de Dirac

A equacao de Dirac descreve férmions de spin 1/2, cujo estado é representado por um
campo de quatro componentes ¥ (x). Para um férmion de massa m, livre, ela se escreve
(iv*0, — m)y = 0, onde {7*} é um conjunto qualquer de quatro matrizes que satisfaca
{v*,4"} = 2¢"". Nessa tltima expressao, bem como na expressao da equacao de Dirac, a
matriz identidade,Id, nao esta escrita explicitamente. A partir dessas defini¢bes, podemos

verificar as seguintes propriedades [17]:

Tr(Id) = 4 (1.1)
Tr(yt+"..~4% =0 (1.2)
Triy*y?] = 4¢* (1.3)
Triy*y"yy°] = 4(g*7 g™ — ™9™ + 9°°g™) (1.4)
Tr(AB) =4A (1.5)
Tr(ABD) = 4(A )(C D)= (A-C)(B-D)+(A-D)(B-C)] (1.6)

Definimos também a matriz 7* = i7%y!9243. Vale que {7°,7*} = 0,(7°)* = Id e
(v%)" = %, donde segue que 3(1£+~°) sdo dois projetores ortogonais P, (sinal -) e Pg (sinal
+). Vale P,Pr = PPy, = 0 e Py + P = Id. Sendo assim, 1) = (¢, + U¥p)(¢r + ¢¥r) =
YR + ERwL, pois ER@DR = T PryOPpep = P PR = 0, e semelhantemente ;¢ = 0.
Da mesma maneira, mostra-se que ") = 1, y*), + ER’WQ/JR. No limite de altas energias
(ou para particulas sem massa), ¥y, e ¥ representam as projegoes de ¥ em autoestados de
helicidade [18].
Espinores representados por ) (p) correspondem a solucoes de energia positiva (e com-
ponente z do spin r) da equagao de Dirac no espa¢o de momentum [19] para o férmion
descrito por 1 (z), enquanto os espinores representados por v()(p) correspondem ao an-

tiférmion (com componente z do spin s). Esses espinores satisfazem as rela¢oes de completi-
tude [20]:
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> umaP)a(P) e = Ay = L J;g)ab (1.7)
=Y veaP)EP) s = Ay’ = (_Q—TZL)ab (1.8)

Onde por uy, estamos nos referindo a b-ésima componente do espinor u(. Dada
uma matriz qualquer I, utilizamos o método descrito em [17] para reduzir somas do tipo

o Uy I'u(y ao cdlculo de tragos de matrizes.

1.3 Teoria Classica de Campos

Utilizaremos o formalismo lagrangeano da teoria cléssica de campos: descreveremos um
conjunto {¢, } de campos, definidos em uma regiao €2 do espago-tempo através de uma fungao
L(¢y,0,¢r, x) dependente dos campos, de suas derivadas e, eventualmente, da posi¢do no
espaco-tempo. Assumiremos que um principio variacional é satisfeito pelos campos: estes

sao tais que a agao S = [ d*zL é extremizada. Isso conduz as equagoes de movimento [17]:

Q
oL\ oL
2 (35e) .~ =

Um resultado que serd importante é o Teorema de Noether: caso a transformacao infin-

itesimal ¢, — ¢, + d¢, (juntamente com as transformagoes induzidas por esta) mantenha
L invariante, entao temos que 9,7* = 0, onde j* = az_i&b“ o que significa que a carga de
Noether Q = [ d®xj° é constante no tempo e, além disso, é um escalar [21].

O ultimo resultado que necessitamos diz respeito as teorias com invariancia de gauge

local, nas quais tomamos um conjunto de campos

Y1
o= :
Pn
Para os quais temos que £ é invariante frente uma transformacao tipo ¢ — Uy, onde
U é uma matriz constante, a qual pertence a algum grupo de Lie e pode ser escrita em
termos de seus geradores T, como U = e~"9%7Ts com g uma constante. Podemos obter uma
teoria invariante frente transformagoes em que a matriz U dependa da posicao se fizermos

a substituicao [22]:

8, — Dy, = 8, + igAa, T, (1.10)
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Os campos vetoriais A,, se transformam, frente uma transformacao de gauge infinitesi-

mal, via [22]:

Aa,u — Aau + 8p9a + gfabcebec (111)

Onde 08 fupe sao definidos via [T, Ty] = ifuwpcT.. Além disso, para dar dindmica aos

campos introduzidos, adicionamos a £ o termo invariante de gauge —Z—iF%WFi“ . no qual

22]:
P = 04— 0 A — gfa ALY (1.12)

1.4 Teoria Quantica de Campos

Dada uma teoria de campos cldssica sem vinculos e descrita por campos {¢,}, ao quan-

tizé-la transformamos os campos em operadores, os quais deverao satisfazer [¢,(x, t), ms(x,t)] =

d;s0(x —x'), onde my é 0 momentum canénico conjugado a ¢, %. Impomos também
[0r(%,1), 0s(X', )] = 0 e [m.(x,t), 7s(x',t)] = 0. Essas relagoes sdo usadas caso esses cam-

pos descrevam bosons [17]. Se estivermos tratando de campos fermionicos ¢ (x), impo-
mos relagoes de anticomutacao entre suas componentes espinoriais: {1, (x, t),wg(x’ )} =
a0 (x — x'), bem como {1ha(x, 1), Yp(x', 1)} = 0 e {Yl(x,1), 9] (x', 1)} = 0 [17].

Estaremos interessados em teorias quanticas de campos interagentes e desejamos calcular
secoes de choque para certos processos, além de taxas de decaimento de particulas instaveis.
Fazemos isso utilizando uma expansao do operador S, definido como U(oo, —o0) (U é o

operador de evolucao temporal), a qual é devida a Dyson [17]. A saber, escrevemos

S:Z%/---/d”‘xl...dA‘an{H(xl)---’H,(:z:n)} (1.13)

Na expressao acima, T é o operador de ordenamento temporal, para o qual T{¢(z)¢(2")} =
p(x)E(x") se t > t' ou eyel(2')p(x) se t' > t, e e depende do cardter fermionico/bosoénico
dos campos envolvidos, podendo valer 1 ou -1. Dessa expansao, podemos obter a inter-
pretacao diagramatica de Feynman para os processos fisicos da teoria interagente. Dados
dois estados quanticos |i) e |f), Sy = (f|S]i) da a amplitude de probabilidade que o estado

inicial |i) evolua (assintoticamente) para o estado final | f). E licito escrever [17]

1/2 1/2
Spi =67+ (2m) 8(p; —pp) [ [ (ﬁ) 11 (ﬁ) [Tem)2Mm,  (1.14)
i ! l

f
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onde p;, py é o quadrimomentum total dos estados i e f, e os produtérios em i e f devem
se estender sobre todas as particulas presentes nos estados i e f. O produtério em [ se faz
sobre todos os campos de Dirac massivos presentes no processo, cada um tendo massa m;.
V é um volume de normalizacao e M é a chamada amplitude invariante do processo. Para
um processo 1 + 2 — 3 + 4, pode-se obter a secao de choque no referencial do centro de
massa em termos de M [17]:

do A |py] 9
— = | | 2 1.15
(dQ)CM 64m2s !pl\( ; )| M (1.15)

onde introduzimos a varidvel de Mandelstam s = (p;+p2)* = (p3+p4)?, que é igual & energia
total do processo no referencial CM. Os vetores p’; e p1 sdo, respectivamente, o momentum
de uma das particulas emergentes e de uma das particulas incidentes. O fator estatistico
A depende das particulas do estado final serem idénticas ou nao. Para um decaimento

1 — 2+ 3, obtemos sua taxa (no referencial de repouso de 1) via [17]:

=

Alp
o ([l (1.16)
l

onde p é um dos momenta emergentes apos o decaimento.



Capitulo 2

O Modelo de Glashow, Weinberg e

Salam

2.1 Introducao

O objetivo deste capitulo é, partindo do primeiro modelo de interacao fraca, motivar e
construir a densidade lagrangeana da teoria de Glashow, Weinberg e Salam, a qual fornece
uma descri¢ao unificada das interacoes fracas e eletromagnéticas. A descricao das interacoes
fracas inicia com a teoria de Fermi para o decaimento beta, proposta em 1934. A carac-
teristica mais marcante dessa interagao é que ela pode mudar a identidade de particulas que
a sofrem: o proprio decaimento beta foi modelado como n — p+ e~ + ..

Além disso, as taxas de decaimentos em reacoes fracas eram muito pequenas, e incom-
pativeis com as forgas eletromagnética e forte [18]. Uma outra caracteristica a reproduzir é
que as interagoes fracas sao de curto alcance: observamos o decaimento beta e outros de-
caimentos fracos de hadrons em escalas de distancia da ordem do tamanho de um nicleon.
Fermi propos descrever todas essas caracteristicas utilizando uma interacao de contato, na
qual todas as interagoes de um processo elementar (como o decaimento beta) ocorrem em

um ponto, como ilustrado nos diagramas abaixo.

p n P

Ve €+ Ve
Fig. 2.1: Alguns processos elementares na teoria de Fermi

Heuristicamente, obtemos esse tipo de interagao propondo que a amplitude invariante
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de uma reagao como a captura de elétron por um nicleo (resumida como e~ +p — n + 7,)

tenha a seguinte forma:

M = Gr[ny"pl[7y.e] (2.1)

Esta deve ser comparada com a amplitude do espalhamento elétron-mion em eletro-
dinamica quantica, na qual a interacao é mediada pelo féton, como no diagrama abaixo,
com amplitude M = —z'eﬂév“e]%}%[ﬁw”u] = —i;—zj&) Ja(u, onde ¢* ¢ o quadrimomentum
transferido entre as particulas e Jiey = €%e, com ji, ¢é definido analogamente. Escrevendo
a amplitude nessa forma fica claro que temos uma interacao entre correntes mediada pelo

féton, que “conecta” os dois vértice através do propagador iDp,, = %.

Fig. 2.2: FEspalhamento elétron-mion sequndo a QFED

E facil ver que a amplitude (2.1) pode ser escrita na forma de um produto de duas
correntes: uma (que leva o néutron no préton) aumentando a carga da particula de saida
e a outra diminuindo-a (leva o pésitron no antineutrino), para conservar a carga elétrica.
A teoria de Fermi, apesar de bem sucedida, tinha problemas graves: um calculo da secao
de choque de espalhamento elétron-neutrino mostra que o ~ s para a onda S, ao passo que

T

argumentos de unitariedade mostram que devemos ter o < 4? no limite de altas energias
[23].

H& outro aspecto no qual a teoria de Fermi nao esta completa: essa nao incorpora a
violacao de paridade descoberta experimentalmente em 1954. Isso pode ser feito facilmente
fazendo a substituigao v* — v#(1—~°), levando assim a uma teoria em que a amplitude nao
é invariante sob paridade, devido & presenca da matriz v*:termos tipo ¢y*¢) transformam-
se como vetores, e termos tipo 1751 transformam-se como pseudo-vetores. Assim, ao
somarmos um vetor e um pseudo-vetor na expresao da amplitude, introduzimos violacao de
paridade. [25].

Numa tentativa de aproximar a descricao das interacoes fracas com a de uma teoria

renormalizavel tipo QED, Glashow propoe em 1957 um modelo no qual as interagoes fracas
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também sao mediadas por bésons. Dado o curto alcance das interacgoes fracas, esses bosons
devem ser muito massivos. Ainda, a hipdtese desses bosons serem massivos era consistente
com sua nao deteccao experimental (que s6 ocorreu em 1983), a qual requer /s > 2myy .
Utilizando o propagador correto para um bodson vetorial massivo podemos escrever a ampli-

tude para o processo ete” — 1T, como

. dudo
SA/M 5 _Zgua—i_ miy o 5
M = gwer" (1 — " W]—5—="= 7" (1 —7")e] (2.2)
q° — My

Para baixas energias (¢ < mi;), evidencia-se que obtemos uma teoria tipo a de Fermi
fazendo Gp = i—QVVVV. Seria a teoria de Glashow uma resposta para o problema da uni-
tariedade? Mostra-se que esse nao é o caso: a teoria de Glashow nao é renormalizavel.
Isso evidencia-se do fato que o propagador do bdson vetorial massivo tende para uma con-
stante para momenta de médulo (Euclideano) muito grande, o que d4 origens a divergéncias
quadréticas quando diagramas com lagos estao envolvidos [17].

Uma observagao importante para o desenvolvimento tedrico foi dada por Mahmoud e
Konopinski em 1953: as interacoes fracas aparentam conservar quantidades denominadas
numeros leptonicos, que podem ser definidas como L, = N(e) — N(et) + N(v.) — N(7.),
e numeros para muons e tauons podem ser definidos de maneira analoga. Essa lei de
conservagao pode ser usada para explicar, por exemplo, porque a reagao pu — ey nao
ocorre [19]. Poder-se-ia obter alguma informagao da natureza da intera¢do a partir dessa
conservagao? Restringindo-nos, deste ponto em diante, a interacoes leptonicas, procuramos
por interacoes que respeitem a conservacao das correntes J* = Ey“(l_Tﬂy e JH que podem
ser usadas para a construcao de densidades lagrangeanas que conservam ntmero leptonico
[17]. A tnica maneira que conhecemos de obter interagdes a partir de simetrias é o principio

de gauge, o qual tem o beneficio de gerar teorias renormalizdveis [22].

2.2 Uma teoria de gauge para a interacao fraca

2.2.1 A escolha do grupo de simetria

Ao construir uma teoria de gauge, necessitamos de dois ingredientes: um grupo de
simetria e um conjunto de campos que se transforme segundo uma representacao desse
grupo [22]. O principio de gauge entdo nos permite obter, a partir de uma teoria livre, uma
teoria interagente, na qual as interagoes sao mediadas por bosons vetoriais, em nimero igual
ao nimero de geradores do grupo. Como os bésons vetoriais W+ possuem carga elétrica, isso
significa que eles interagem entre si. Isso indica a necessidade de construirmos uma teoria

de gauge nao-abeliana [25]. Para isso, o menor grupo que podemos usar é SU(2), o qual



Capitulo 2. O Modelo de Glashow, Weinberg e Salam 13

tem trés geradores, um a mais que o numero de bdsons introduzidos por Glashow. Nessa
secao o limite de altas energias estara implicito, para facilitar a discussao das componentes
“left” e “right” dos campos fermionicos.

Notemos, no entanto, a sutil conexao entre a interacao eletromagnética e a interagao
fraca: os vértices carregados da teoria eletrofraca mudam a carga das particulas em exata-
mente uma unidade para cima ou para baixo. Isso sugere que, ao contrario da interagao
forte, a interacao fraca esta de alguma maneira “ciente” da interacao eletromagnética. De
fato, em 1957 Schwinger propoe um modelo eletrofraco, e Glashow, em 1961, propoe que
a unificagdo é o caminho para obter uma teoria renormalizavel para as interacoes fracas.
Incluindo o féton com os bésons W=, podemos utilizar o grupo SU(2), com trés geradores,
para construirmos uma teoria.

E necessario, entao, que as cargas de Noether cuja conservacao foram propostas, i.e, as
cargas associadas & conservacao de J#, J*! e a corrente eletromagnética, gerem um grupo de
simetria, formando uma algebra fechada ao tomarmos seus comutadores. Restringindo-nos,
a partir desse ponto, a uma unica familia leptonica, para ilustrar a teoria da maneira mais

simples possivel, definimos:

1 1
T = 3 /d4xyT(1 e ; TT= §/d4$eT(1 — ") (2.3)
Qem - - /d4l’€T€ (24)

No entanto, utilizando as relacoes de anticomutacao canonicas para os férmions, obtemos:

17 = [ Eads v @ente). @)
= [ et @) enta), e, @) - el o), v @) e @)
= / Pl (x)v(z) — ef(z)e(z)] = 275, (2.5)

onde é claro que T3 nao é combinacio linear de T, Tt e Q.,,. Notemos que os geradores
de SU(2) (as matrizes de Pauli) tém traco zero, correspondendo ao fato de que a carga
SU(2) dentro de um multipleto é zero (1/2 -1/2), ao passo que estamos, implicitamente,
construindo multipletos utilizando o elétron e o neutrino, que nao formam um conjunto
de carga neutra. Sendo assim, temos duas escolhas: ou introduzimos novas particulas em
nossa teoria, para manter os multipletos neutros [25], ou introduzimos uma nova corrente
neutra em nossa teoria, que leve a conservacao da carga T5. Escolheremos aqui a segunda

abordagem, ampliando o grupo de simetria para SU(2) x U(1). Isso pode ser feito pois
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mostra-se que Y = 2(Qepn — T3) comuta com T, Tt ¢ Ty. E usual tomar os geradores de

uma algebra de Lie como operadores hermitianos. Para isso, definamos:

1
2%

ﬂ:%@+TU;T§ (T —-T") (2.6)

Obtemos, entao:

T %&/ndarhﬁjx)eL(m)%—e}(m)VL(xﬂ
1

T, - 2/2Pﬂw}@ﬁ@@)—u4@y¢@ﬂ
7, = 5 [ Eabl@ml) - e o)

Torna-se claro que podemos usar U1 = (v7 er) como um multipleto de SU(2) na nossa
teoria. De fato, sendo o; as matrizes de Pauli, as cargas acima se escrevem como T; =
i d3zzc\IJTLai\IJ 1. Assim, encontramos uma maneira simples de obter uma teoria de gauge na
qual a paridade é explicitamente violada: introduzimos ¥, como um dubleto de SU(2) e
postulamos que as componentes er e vg (caso exista) sejam singletos de SU(2). Como vale
Qem = T35 + %, a componente eg do campo do elétron deve possuir carga U(1)y.

Antes de escrevermos o lagrangeano da teoria eletrofraca, notemos o seguinte: processos
neutros de interagoes fracas foram descobertos no CERN em 1973, os quais poderiam ser,
em principio, atribuidos a um campo de se acoplasse com a carga T3. No entanto, estes
processos neutros nao acoplam somente as componentes de mao esquerda, como ocorre
em T3. Sendo assim, vemos que a unificacao eletrofraca efetivamente ocorre através das
correntes neutras: nem Y nem T35 representam cargas fisicas, e sim uma combinagao linear

dessas correntes neutras dara as cargas fisicas.

2.2.2 Uma densidade lagrangeana com simetria de gauge
SU((2) x U(1)

Partindo da densidade lagrangeana livre para campos fermionicos, modificamos seu termo

cinético,

Ly = vidv + eide (2.7)

Fazendo a separacao vidy — 1 idhp; + ERzﬁlpR e, no primeiro termo, substituindo,
o, — Dl(LL) = Oy +1igG Wi, + ig’%Bu, onde introduzimos os campos W; e B, os quais

implementam a simetria de gauge [22]. No segundo termo, fazemos a substituicao d, —
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DLR) =0, +ig %Bu' Introduzimos também termos cinéticos para os bosons de gauge, os
quais serao definidos mais adiante em (2.16).

Temos, agora, que lidar com dois problemas em exigir que a densidade lagrangeana
possua simetria de gauge local SU(2) x U(1). O primeiro, bem conhecido, é que termos
de massa do tipo m?*B,B* ou m*W,W* nao sdo invariantes de gauge [22]. O segundo
problema decorre da violacio de paridade. Sabemos que 19 = ;¥ + ¥ ptbr. Como ¥y e
g tem propriedades de transformacao distintas, é impossivel construir um termo invariante
de gauge a partir de seu produto. Se por um lado, entao, o principio de gauge nos permite
obter interagoes a partir de simetrias, o seu acoplamento a violagao de paridade exclui todos
os termos de massa da teoria.

A pergunta que devemos nos fazer, entao, é a seguinte: como introduzir uma escala de
massa na teoria? De fato, a densidade lagrangeana acima s6 possui acoplamentos adimen-
stonais, entao nao ha uma escala que possamos utilizar para incluir as massas na teoria de
uma maneira invariante de gauge. O mecanismo mais simples que permite fazer isso nas
teorias de gauge nao abelianas foi proposto apds trabalhos de Anderson e Nambu [14, 15],
os quais indicavam que a quebra espontanea de simetria poderia fornecer uma maneira de
introduzir as massas mantendo a renormalizabilidade, que é perdida quando os termos de
massa sao introduzidos arbitrariamente [22]. O fato de a quebra da simetria SU(2) x U(1)
ser plausivel vé-se pois os dubletos SU(2) indicam uma simetria entre elétron e neutrino que

nao é observada na natureza - em particular, suas massas sao muito diferentes.

2.3 Quebra Espontanea de Simetria

2.3.1 Introducao: escolhendo um campo de Higgs

Resumidamente, o mecanismo de quebra espontanea de simetria introduzirda um campo
®, chamado campo de Higgs, o qual ird interagir com todas as particulas massivas da teoria.
Os termos de massa serao obtidos fazendo com que o valor esperado do vacuo do campo
¢ seja nao trivial, (0|®(z)|0) = v(xz) # 0. Como esperamos que o vacuo seja homogéneo
e isotrépico, v deve ser uma constante e o campo ® deve ser escalar, para que nao se
introduza uma diregao preferencial com o spin. Resta agora escolher o carater de ® frente
SU(2) x U(1) para termos todos os ingredientes necessarios para introduzr a quebra de
simetria eletrofraca. Queremos obter um termo do tipo f (qﬁ)@w que seja invariante de
gauge e que forneca massa ao elétron.

Vemos que 1) se transforma segundo a representacio fundamental de SU(2), a de spin
1/2. Caso escolhamos o campo de Higgs como um dubleto de SU(2), um termo do tipo

;@Y + h.c. se transforma segundo o produto de duas representacoes de spin 1/2. A
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conhecida decomposicao de Clebsch-Gordan % ® % =1 ® 0 permite concluir que é possivel
extrair um termo singleto dessa combinacdo. E facil ver que a escolha () = \/Li (2) da& massa
ao elétron ao fazermos a expansao & = v 4+ d®. Resta, entao, escolher a hipercarga de .
Como desejamos que o vacuo da teoria seja eletricamente neutro, devemos fazer Y = 1 para
o campo de Higgs.

Agora que temos todos os numeros quanticos internos do campo de Higgs podemos
implementar a quebra de simetria na teoria eletrofraca. Para entender como se faz isso,
mostraremos o mecanismo de quebra espontanea de simetria (global e local) em um contexto

mais simples, usando uma teoria abeliana.

2.3.2 Quebrando simetrias globais

Definimos ¢ = \%(% + i¢2) como um campo escalar complexo, ao qual associamos a

densidade lagrangeana

L=09,0'0"p—V(p'9), (2.8)
V(o) = 20T + A(oT)*.

A lagrangeana acima é claramente invariante frente ¢ — e, com 6 constante. Para ter-
mos uma teoria razoavel, devemos ter A > 0. Caso p? > 0, temos a densidade lagrangeana
de um campo escalar complexo de massa p. O que acontece se u? < 0?7 Primeiramente,
notemos que, se u? > 0, V(¢'¢) possui um tinico extremo, ocorrendo para ¢ = 0. No en-
tanto, com p? < 0, nao s6 a interpretacao do termo quadratico nao é clara, por corresponder
a um quadrado de massa negativo, como também a forma do potencial fica alterada, tendo

ni —p= 4/
agora V minimos para |¢| = v = S

N

]

-

(a) (b}

Fig. 2.3: Corte unidimensional de V(¢'¢) para u*> > 0 e u* < 0, respectivamente

A maneira como interpretamos os termos da densidade lagrangeana, utilizando diagra-

mas de Feynman, vem da expansao da matriz S, a qual é uma boa descricao de uma teoria
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no regime perturbativo. Sendo assim, é razoavel que desloquemos o campo, escrevendo L
em termos de ¢ = v +n + i, expandindo £ em torno de um de seus pontos de minimo. Os
campos 1 e £ medem as flutuagoes de ¢ em torno do equilibrio e, assim, sua interpretagao
pode ser feita da maneira convencional.

E importante notar que o estado fundamental desse campo, com ¢ = ve®® ndo possui a
invariancia frente transformacgoes de fase que £ possui. Quando isso acontece, dizemos que
ocorreu quebra espontanea de simetria, apesar de ser mais apropriado dizer que a simetria
foi “escondida”, e nao explicitamente quebrada, pois a escolha de um vacuo em torno do
qual fazer a expansao possui uma arbitrariedade justamente por causa da simetria de L.

Efetuando a expansao, obtemos:

1 1
L= 3 O + 1Pn* + 5@58“{ + .. (2.9)

onde (...) indica termos de mais alta ordem ou constantes. Em termos dessas varidveis, o
espectro da teoria fica claro: estamos lidando com um campo escalar massivo (lembremos
que 1% < 0) e um campo escalar sem massa (£), o qual surge justamente devido & quebra de
simetria. Intuitivamente, podemos compreender sua existéncia da seguinte maneira: uma
perturbagao infinitesimal que faca v — (1 4 i6)v leva o vacuo da teoria em outro vacuo, ou
seja, a variacao de energia ao realizar essa perturbacao é nula.

Em termos de andlise de Fourier, estamos adicionando ao campo uma onda de compri-
mento de onda infinito ao campo original. Interpretando essa perturbacao em termos de
particulas através de £ = w = m, vemos que ela corresponderia a uma particula de massa
zero. De fato (cf. Apéndice A), podemos generalizar a situagao exposta acima e vemos que
a quebra de simetrias globais implica na existéncia de particulas sem massa na teoria, de-
nominadas bdsons de Goldstone. Os bdsons de Goldstone nao sao observados na natureza.
Veremos, no entanto, que ao quebrarmos uma simetria local, a solugao do problema criado
pelos bdésons de Goldstone é exatamente a geracao de massa para os bdsons vetoriais da

teoria.

2.3.3 Quebrando simetrias locais

Ainda nos restringindo ao campo complexo, escrevamos uma densidade lagrangeana

invariante frente transformagoes de gauge locais, introduzindo um campo A,

£ = (D,0)'D"6 ~ V(o) (2.10)
Dy = 0, +iqA, (2.11)
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Escrevendo ¢ = \%(v%—qﬁﬁ—iqﬁg), vemos que D, ¢ = \%[@qbl—l—iqv(A“—Fq—lv8M¢2)+iun(¢1+
i¢2)]. Notemos que o segundo termo tem exatamente a forma da transformacao de gauge
(1.11), dando a esperanga de podermos eliminar completamente a dependéncia em ¢, da
teoria, o qual se torna intimamente ligado a A,. Adicionar um grau de liberdade escalar a
A, forneceria a este campo uma componente de spin zero a qual, no espa¢o de momentum,
pode ser interpretada como um grau de liberdade longitudinal, que é exatamente o grau de
liberdade associado & massa nao nula de um campo vetorial. Partindo dessa constatacao,
tentaremos obter uma transformacao de gauge que elimine ¢,.

Estaremos, assim, fixando o gauge no chamado gauge unitario. E importante perceber
o seguinte: um campo escalar complexo, bem como um campo vetorial sem massa, possui 2
graus de liberdade. Dessa forma, £ descreve 4 graus de liberdade. E importante, entao, que
fixemos um gauge para descrever a teoria com o bdson vetorial massivo, pois esse campo
tem 3 graus de liberdade, e nao queremos introduzir graus de liberdade esptrios na teoria.

Fagamos, entdo, ¢/ = e “*@)¢ = [cos(qA) (v + ¢1) — pasen(qA)] + i[—sen(qA) (v + ¢1) +

—1_¢2
v+

componente. Como £ possui invariancia de gauge local, calculamos o termo |D,¢[* no

¢ocos(qM)]. Vemos que a escolha gA = tan nos permite tornar nula a segunda

calibre novo, onde introduzimos ¢} = H(z), obtendo:

D' = 5[0, H +iqAy (v + H)][0"H — iqA,(v + H)]

1

2
1 1

= §8MH8“H + 5((]27}2 +2¢*0H + ¢*H*) A, A" (2.12)

Torna-se explicito que nossa teoria descreve, agora, um bdson escalar (massivo, como
se vé expandindo V), e um béson vetorial de massa m4 = qu. Podemos dizer que o bdson
de Goldstone ¢, foi “engoblado” por A,, o qual, no processo, adquire massa. E possivel
provar, inclusive, que a teoria resultante é renormalizavel [22]. Sendo assim, vemos que
a quebra espontanea de simetria consegue uma facanha notavel: partimos de uma teoria
invariante de gauge local, sem massa, e obtemos uma teoria com boésons vetoriais massivos
que é renormalizavel.

No caso nao abeliano, com um grupo de dimensao N e um vécuo invariante frente
transformacoes de um subgrupo de dimensao M, mostra-se que também existe um calibre
unitdrio [22, 16] e que a teoria resultante possui M bésons vetoriais sem massa e N-M bdsons
vetoriais massivos. Ilustramos isso na secao seguinte para construir o modelo de Glashow,

Weinberg e Salam.
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2.4 Construcao do modelo GWS

2.4.1 Quebra de simetria e geracao de massa para os bésons de
gauge

Vimos, na segao 2.3.1, que o Higgs da teoria eletrofraca deverd ser um dubleto de SU(2)

com hipercarga Y=1. Escrevemos, entao,

o — 1 o1 +ig
V2 \ @3 +igy
i 3 — (D2 _ Tp) — L py 1 p o
Introduzimos, entdo, £ = [D, ®* = V(®1®) — 1 F,,, F} 1B, B, onde By, e F}
sao definidos seguindo a prescri¢ao de (1.12). Assumindo a existéncia de um gauge unitario,
1 (0

faremos a expansao ¢ = % (U h

trés bésons de Goldstone associados as nao invariancias do vacuo da teoria. Dai, obtemos:

), na qual utilizamos o gauge unitario para nos livrarmos dos

1 [/ 0 ig 0 iq 0
=2 o) Ta” e n) T o

Introduzindo W, = \%(WM — iWa,) e W, temos que:

c-W, = W ﬁWﬂ
g \/EWJ _W3u ’

donde obtemos

. %W#(v +h)
DPe=| 4 HOES : (2.13)

Eauh + 2—\/5(9'3;1 — gWs,)

Tomando o médulo quadrado, obtemos, finalmente:

’U2

8

gu

1 2
D@ = 50,h0"h + (?) WIWH + —(g*W3 —29¢Ws.B + ¢°B*) + ... (2.14)

onde, novamente, (...) representa os termos de mais alta ordem. Vemos que o campo
complexo W tem massa my = 4 e que os campos W3, e B, se misturam, nao sendo estes
os autoestados de massa da teoria, leia-se, os campos fisicos. Para obté-los, diagonalizamos
a matriz de massa M?, definida de maneira que a forma quadrética de W3 e B acima

1772 _ _ £
escreva-se 5 M:2(Q;.Q;, com Q1 = W3 e Q2 = B. E fécil ver que
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2 2 /

2 U g —99
M _Z P, 2 )

99 g

Diagonalizando a matriz de massa, encontraremos os estados fisicos como autovetores

de M?. Como M? é real e simétrica, pode ser diagonalizada por uma matriz ortogonal O,

donde podemos definir os autoestados fisicos Z e A da seguinte maneira:

Z = cosbyWs—sinby B
A = sinHWW?,—i—COSHWB, (215)

onde introduzimos o dngulo de Weinberg 0y,. Por inspecao, podemos verificar que det(M?)=0,
ou seja, um dos campos fisicos nao tem massa. Isso ocorre pois, como exposto na secao 2.3.1,
o vacuo da teoria eletrofraca é neutro, ou seja, é invariante frente as transformagoes geradas
por ) e, como exposto em [22], a presenca de invariancias do vdcuo implica em bdsons
sem massa na teoria. Obtermos um bdson sem massa (o féton) é, entdo, uma condi¢ao de
compatibilidade com nossa construcao da quebra de simetria.

Usando o fato que Tr(M?)=M\; + Ay, onde os \; sdo os autovalores de M?, obtemos
rapidamente a massa do béson neutro Z: my = 3+/g?+ g”?. Exigindo que o campo A

corresponda ao bdéson sem massa, devemos ter:

9 —g9 sinfw ) _
—-99  g” cosfy |

~ . . /
Donde obtemos, tomando a equagao para a primeira componente, tanfy = %, de onde
!
g . g

obtemos sin Oy, = Tiiet cos Oy = Tiie
2.4.2 A densidade lagrangeana no modelo GWS

Podemos, finalmente, escrever a densidade lagrangeana para a teoria eletrofraca de
Glashow, Weinberg e Salam, para o caso de uma unica familia leptonica, e sem quarks.
A renormalizabilidade da teoria completa foi provada por t’Hooft e Veltman em 1971. Ini-
cialmente, facamos algumas definicoes preliminares, escrevendo-a em termos dos campos
nao fisicos (W;, B, ®). Definamos:

B, = 0,B,—-0,B,
Fa;w - a,uWaz/ - auWau - 9€achbchu (216)

/\e Me
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onde v é o VEV do campo de Higgs e m, a massa do elétron. Entao, a densidade lagrangeana
da teoria GWS é

Laws = Vil 0, +i Ve — A (T,Dep +7p0te,) + D] D Do)
1

1
~V(®Td) — ZFW,,F;“’ — 3 BB (2.18)

O proximo passo é escrever Loy s em termos dos campos fisicos, fazendo ® = G (v +2( ))
e introduzindo os campos vetoriais W, W, A e Z definidos na secdo anterior. Obtemos
uma densidade lagrangeana que pode ser separada em termos correspondentes aos campos
livres, e termos correspondentes as interacoes entre as particulas. Ilustraremos como os
termos correspondentes aos acoplamentos dos férmions com o féton e os bésons W e Z
podem ser obtidos a partir de Lgws, expandindo os termos das derivadas covariantes que
possuem dependéncia nos campos de gauge.

Comecamos com a parte correspondente a W, onde usamos a expressao explicita para
o - W, ja exposta anteriormente, obtendo que a densidade lagrangeana de interacao entre

os férmions e os bdsons de gauge é

LFB — (vL éL) —5Ws - g;QY _\%W ) - g,Y/ERBeR
o e, y cnben

onde Y é a hipercarga do dubleto SU(2) e Y’ a carga do singleto SU(2). Fazendo os produtos

matriciais, obtemos:

Y/
LB = 7L(‘%W3 - QTE)VL — %WLWGL - %ELWTVL

/Y /Y/
+€L(QW3 - g—B)eL -7 erBer. (2.19)
2 2 2
Agora, utilizando a expressao Q., = 13 + 5 e notando que a carga do elétron (em
unidades de e) ¢ -1, identificamos Y = —1 ¢ Y’ = —2. Definindo, também, jij, = 2e,v" vy,

invertemos a expressao de A e Z em termos dos campos nao fisicos para obter

LB = — —Ti(gsinby A+ geosOyZ — g cosOu, A+ ¢ sinb,2)vy

}—‘l\i)lr—A

+ —er(gsinOy A+ gcosOyZ + ¢ cosOw A — ¢ sinby Z)ey,

[\D

+ ¢ cosOwerder — ¢’ sinbyepZer

— L wi+ jw,), (2.20)

2v2
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Notando que ¢’ cos by, = gsin @y, vemos que o acoplamento do neutrino com o féton é
nulo. Exigindo, entao, que o termo que acopla o elétron ao campo A corresponda a corrente
eletromagnética j# = —eyte, somos forgados a tomar ¢’ cosfy = ¢., a carga elementar.
Escrevendo explicitamente os projetores de helicidade, calculemos os termos correspondentes

ao acoplamento do neutrino e do elétron ao béson Z, £NY, utilizando que ¢’ = g tan Oy

.92 12
sin” 0 1 sin” 0
LNe W)ZVL+ —er(gcosby —g W)Zeu

2 cos Oy

L ( Ow +
= ——7r(gcos
9k g W gcosQW

)
sin® Oy _
-9 ZeRa

€R
cos Oy
g

= —— 7 o1 —-~Z
4coseww< V)W,

9

4 cos Oy
g — 5
= —— 1-— Z
4cos6’WW ( Vw2t

27" ((cos® Oy — sin® Oy ) (1 — 7°) — 2sin® Oy (1 +9°))eZ,,

9

———ey"(1 — 4sin® Oy —7°)eZ,.  (2.21
4COS HW 7 ( w ’7 ) 124 ( )
Utilizando, agora, a notagao mais tradicional, que identifica e com a carga elementar e

com o campo do férmion “f”, inserimos £Y¢ em L£LF'P para obter, finalmente
f ) ) )

EFB: o

(@A (1 =)Wy + A (1 = )W) + ey A,

_9
4 cos Oy,

9
2v/2
g A 5\,

S A 1— 4
4COSQW¢V7 (1 =7"),Z, +

P (1 — 4sin? Oy — 7)1, Z,(2.22)

A partir de uma medida experimental de fy,, da constante de estrutura fina e da con-
stante de Fermi, G, podemos determinar todos os outros parametros livres em £F2, inclu-
sive a massa dos bésons de gauge W e Z, a menos de corregoes radiativas [17]. Fazendo as

defini¢oes usuais:

F. = 0,A, —0A,,
FW,Lw = a:U/WI/ - aVW#’

Zyw = 0,2, —0,7,,

é possivel escrever Laws = Lo+ Ly, onde o primeiro termo corresponde aos campos livres e

o segundo gera as interagdes. Temos que (admitindo que os neutrinos tenham massa nula):

YA o (s 1 v 1 v 1 v
EO = ¢ﬂ@¢u+¢e(7f¢—me)¢e—ZFWF“ _ZZ;WZM _5 W}UJFI;/{/T

1 1
+§8“h8“h — 5(—2/ﬁ)h2. (2.23)



Capitulo 2. O Modelo de Glashow, Weinberg e Salam 23

J4 o termo de interacao pode ser decomposto em 5 partes, £I'P, calculada anteriormente,

e outros quatro termos:LBB, LHB [HH fHE

, 08 quais representam, respectivamente, as
interacoes entre os bésons de gauge, as interacoes do Higgs com os bdosons de gauge, a auto-
interacao do Higgs e a interacao do Higgs com os férmions da teoria. Um longo célculo

mostra que [17]:

1
cHi = —ZAh“—)\vh?’, (2.24)
rHF _ —%h%% (2.25)
crr = Lowiwen g Lpwtwenr 4 Vg gen e 97 zu2 (2.96)
2 # 4 " dcos? Oy " 8cos? Oy T

LPB = jigcos QW[(WJW,, — WJWH)(‘?“Z” + (0, W, — ('l,Wu)W”TZ“
—(0.W) — o, WhHw z#|
+ie[(WIW, — WIW,) 0" A + (8, W, — 0,W, )W T A
—(@LWJ — &,WJ)W”A“]
+g° cos? O [W Wiz Z" — W, WH Z,7¢]
+e2 (W, WIA*AP — W, WH A, A"
+eg cos Oy [W,WIH(ZFAY + AFZ") — 2W, WH A, Z¥
1 14 14
+§g2WgWV[WMTW — WHW™1]. (2.27)
E possivel estender a teoria exposta aqui para incluir as outras familias leptonicas e os

quarks. Feito isso, e incluindo a QCD na teoria, expandimos a simetria de gauge para uma
simetria SU(3) x SU(2). x U(1)y e obtemos o Modelo Padrao da Fisica de Particulas.
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Matéria Escura Fermionica

3.1 Uma proposta de densidade lagrangeana

Introduzimos nesta se¢ao o modelo de Lee, Kim e Shin [9] para a matéria escura. Faremos
uma breve descri¢ao dos autoestados de massa da teoria e ilustraremos como se faz o calculo
de um observavel de interesse, a taxa de decaimento do bdson de Higgs em um par de
particulas de matéria escura. No proximo capitulo, proporemos uma extensao deste modelo.

Sao introduzidas duas particulas novas: um escalar S e um férmion y, ambos singletos
de SU(3) x SU(2) xU(1) do MP. Para evitar que haja mistura cinética entre x e os férmions
do MP, exigimos que o nimero fermionico associado a simetria de fase global da equacao de
Dirac livre seja conservado na teoria. Dessa maneira, y nao pode estar acoplado diretamente
a nenhuma das particulas do modelo padrao.

Resta, entao, a possibilidade de que a interacao entre o setor escuro e o MP ocorra
através do escalar. Propoe-se que a interagao de S com o MP ocorra exclusivamente através
do boson de Higgs, o que inclui o modelo numa classe de teorias conhecidas como Higgs
portal dark matter. Além disso, o escalar tera um potencial que permite quebra de simetria

no setor escuro, gerando uma correcao de massa para o férmion y. Podemos escrever, entao

[9]:

L = Lyp+Ly+Ls— g,5%X + Lint, (3.1)
Ly = XEP—my)x, (3:2)
1 m% 2 )\3 3 )\4 4
Ls = 50.80"S = (2S* + 518° + 157, (3.3)
=V
L = —NMPT®S — \dTdS? (3.4)

onde Ly p é a densidade lagrangeana do MP. A forma do potencial presente em Lg indica
claramente a possibilidade de quebra espontanea de simetria no modelo, a qual parame-

trizaremos introduzindo (S) = xg. Ao explicitarmos a quebra espontanea de simetria em
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ambos os setores, escrevendo o campo de Higgs como no capitulo anterior e S = xo+¢, vé-se

que L conterda uma forma quadratica em h e ¢, indicando que esses nao sao os autoestados de

massa da teoria. Defimos V = Vg+V (®T®) e nessa secio escreveremos V(1) = —p22? 4+ \z?,
oV 2%
ou seja, faremos p? > 0. Exigindo que a7 =33 = 0, podemos isolar p? e mg,
eliminando-os dos calculos a seguir. Obtém-se: ’O
)\3 )\4 )\11)2
mg = —5 %0~ Exg — Aov? — 2 (3.5)
,LLQ = )\"U2 + 1’0()\1 + )\2270) (36)

, . . 2
Além disso, sabemos que a matriz de massa M? obedece ij = a?q_‘;
45

[22], onde definimos
g1 = h e g =5, as derivadas parciais sendo calculadas no ponto de minimo. Sendo assim,

utilizando as relagoes acima podemos obter expressoes para os elementos da matriz de massa:

M?, = 2M\° (3.7)
)\3330 )\4 )\1'112

M2, = g — 3.8

ss ) + 3 Lo on ( )

M/%s = MSZh = ()\1 + 2)\2%’0)?} (39)

Introduzimos os estados fisicos da teoria, hy e hg, 0s quais serao parametrizados por um

angulo 6 via

hi = sinf+ hcosf (3.10)
hy = ¢@cosf — hsind. (3.11)

2M? - ,
e vk utilizando a formula
hh ™~ ss

mi, = 5TrM? £ 1/ TrM? — 4Det M?, obtemos as massas como

Esses estados serao autoestados de M?2. Definindo y =

M2, + M?* M2 — M?
m%,Q — hh 5 ss + hh 5 ss /1 + yg.

Associaremos m? ao autovalor com sinal +, que serd a massa ao quadrado do estado
y
1+4/14+y
que, se exigirmos 6 > 0, vale 0 < ¢ < 7, donde concluimos que h; é sempre “tipo MP” e hy

hy. Introduzindo essa condi¢ao na matriz de massa obtemos tanf = =, donde vemos

é sempre “tipo singleto escuro”.
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3.2 O decaimento h — Y

Para ilustrar a teoria acima, calcularemos a taxa de decaimento I'(hy — xX) em nivel
de arvore. Introduzimos h; e hy na densidade lagrangeana, obtendo um termo de interagao
entre hy e x dado por —g,senfh,xx. Precisamos encontrar um termo da expansao da matriz
S (1.13) que represente essa interagao. O termo de primeira ordem dessa expansiao contém

precisamente a lagrangeana de interacao (a menos de um sinal), entdo aproximaremos:

S=5= —ig@sene/d% shy(z)x(z)x(2) (3.12)

X
Fig. 3.1: Diagrama de Feynman correspondente ao termo de primeira ordem para hy — xX
Precisamos calcular o termo de matriz { f|S|i), onde |i) = al,(0)]0) e |f) = ¢f (ky)d (k2)|0)
representam, respectivamente, o estado inicial (uma particula h; em repouso) e o estado

final (um par yY). A dependéncia de spin foi suprimida em ¢/ (que cria x) e d' (que cria

X). Introduzimos, agora, as decomposi¢oes em ondas planas:

hz) = 21/2‘/1wk(e““”aH(k)—i—eikxa}{(k)) (3.13)
x(x) = Z\/;ij(cr(P)U(r)(p)e_W+d1(P)U(r)(p)€m)~ (3.14)

Utilizando o fato que ay|0) = 0 e denominando ky = (my,,0) o quadrimomentum do hy

em repouso, a parte relevante de S|i) é

. . — 1 —ikx
Sl = —igasent [ w3 | gr—e len19,al 0)]0),
k

_ —z’gwsenﬁ d4x67ikozyx‘0>'

V2V Ey
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Essa é a parte de S|i) que corresponde ao fato de termos um h; no estado inicial e
nenhum no estado final (s6 recebe contribuigoes da parte de “frequéncia positiva” definida
em [17]). Agora, tomamos o produto dessa expressao com o bra (f| e, como esse bra s6
tem contribuicao de operadores de aniquilagao, mantemos em 'y somente as partes com os

operadores de criacio ¢ e df. Obtemos, entao

(f18]i) = <0|ds/<k2>(s2<kl>‘ig#%f<\TWx

. 1 . .
x [ d*ze~*o® c(p)ame®d . (p')e™*|0).
/ r,r',p,p’ V2Vwp 2V S ' )(p) o

Utilizando as relagoes de anticomutacao canonicas, podemos agrupar os operadores em

termos do tipo aal, e substituimos o produto pelo anticomutador (pois o termo a'a tem
valor esperado de véacuo nulo). Isso nos permite eliminar as somas, ficando com uma parte
totalmente independente da posicao no espaco tempo e uma integral de exponenciais que

claramente da uma delta de conservacao de energia. Obtemos, entao,

_ (27T)45(k1 + kz — ko)
V2VEy\/2VE,\/2VEy

donde obtemos a importante expressao (cf. 1.14)

Sfi ( 2mx)2(—ig¢sem9ﬂ(8)v(5/)), (316)

M = —ig¢ﬂ(s)v(5/). (317)

Somando sobre os spins segundo o método descrito em [17], com I' = Id e usando os

teoremas de trago para matrizes de Dirac, obtemos:

2 o2
g-sen6
<|M|2> = ZTiTT[(kQ - mx)(%l +my )],
2 o2
g-sen6
X

Como estamos no referencial do centro de massa, vale que ki - ky = 2E>2< — mi e B\, =

Ey = 1. Utilizando E? — |p|> = m3, juntamente com a expressao (1.16), obtemos

(3.19)

gz sen*fmy, (1 B 4mi)3/2
8 m; '
Medidas diretas da taxa de decaimento do béson de Higgs, juntamente com estimativas

da massa propostas em [9] poderiam ser usadas para tentar obter limites sobre g, e excluir

mais regioes do espago de parametros do modelo aqui introduzido.
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Um modelo com matéria escura

vetorial

4.1 Introducao

Iremos estender o modelo apresentado na secao anterior incluindo um bdson vetorial
massivo. A motivacao principal para fazé-lo sao os experimentos que estao sendo planejados
no JLAB para a deteccao desse tipo de particula, bem como o fato de certos modelos de
matéria escura vetorial permitirem que se vincule a massa do bdson Higgs a estar muito
proxima do valor de 125 GeV [10]. Esse béson ird obter sua massa a partir da quebra
de simetria no setor escuro. Adicionamos a densidade lagrangeana do capitulo anterior o

seguinte termo:

1
Ly = —7VwV"+ gy SV, VE = guxXVx,
Viw = 0,V, =0,V,.

As expressoes acima mostram que V implementa uma simetria de gauge local U(1), sob
a qual o férmion y é carregado. Explicitando a quebra de simetria no setor escuro podemos
ver que a massa my ¢ tal que mT%/ = g}, xo. Deste ponto em diante eliminamos a constante
gy, em favor do parametro de quebra de simetria z; e exploramos alguns dos processos
elementares desse modelo. Apresentamos também uma discussao da produgao dos bdsons

vetoriais da matéria escura em uma colisao de dois fétons.

4.2 O decaimento h; — VV

O termo que descreve a interacao entre Ve S é ¢;,SV,,V*. Utilizando o valor da massa

2
. ~ . . ~ . m
de V obtido na secao acima, escrevemos a interagao de V com ¢ via L = ﬁSOVuV”- Para
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obter a interacao de V com h; simplesmente escrevemos ¢ em termos dos campos fisicos, e

obtemos

m2
Liny = 2 sin0hV,V*. (4.1)
21’0

Fig. 4.1: Decaimento h; — V'V diagramaticamente.

Substituimos L;,; na expansao da matriz S (1.13), como foi feito no capitulo ante-
rior, para obter a taxa de decaimento em primeira ordem. Sendo b’ o operador que cria
0 béson V, teremos um estado inicial al,(0)|0) novamente, e o estado final serd |f) =
b (ki, \1)b'(ka, A2)|0), com \; representando a polarizagao dos V. Utilizando a prescrigao do
ordenamento normal, sé vamos precisar da parte do operador h; que contém operadores de
aniquilacao e, em V), da parte que contém operadores de criacao. Introduzimos a expansao

em ondas planas para Vu(_) [24], que é a parte relevante ao célculo.

1 .
=3 —— ik k,\). 4.2
Vu ; 2vwk€ b ( 7>‘)6M( 7)‘) ( )

Nessa expressao, € ¢ um vetor de polarizacao, correspondendo ao um dos trés graus
de polarizagao de V. Delinearemos, agora, algumas particularidades do calculo, que ¢ feito
da mesma maneira que o do decaimento h — Yy do capitulo anterior: introduzimos a
expansao em ondas planas para calcular o elemento de matriz (f|S|i). O cédlculo da parte
dependente de h; é exatamente igual ao feito no capitulo anterior, e simplesmente introduz

—ikgx . , , . . , . ~
um fator \jm na integral. Como V é sua prépria antiparticula, os operadores de criacao

que aparecem na expansao em ondas planas podem ser aniquilados por qualquer um dos
dois operadores de aniquilacao no bra do estado final. Isso introduz dois fatores semelhantes

aos que aparecem quando inserimos o operador Yy no capitulo 3. A saber, obtemos:

€1 € .
2 x intk)e 4.3
\/2VCUk1\/2VCUk2€ ( )
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onde ¢; é o vetor de polarizagao da particula i. Salientamos o fator 2, o qual é devido a
estatistica bosonica obedecida por V. O termo que aparece acima tem duas contribuigoes:
uma do préprio fator entre colchetes, e a outra de permutarmos as duas particulas do estado
final, e ocorre que, como o termo entre colchetes é simétrico frente essa permutacgao, um

fator 2 é obtido. Inserindo esse termo, obtemos, entao

S, = imy sin / A, e thor 261 - €9 pilkitke)z (4.4)
fi 20 V2VEn V2Vuk /2Vwk,

Fazendo a integral e utilizando a expressao (1.14), vemos que
. 2 . 0
imy,sinf g

M = — g " €1a€283- (45)
Lo

Inserimos M em (1.16) utilizando A = 1/2. Como E?% — |p|*> = m¥ e o hy que decai estd

em repouso, obtemos:

4 o2 2
~ my,sin” 6 _ 4mV€ o (4.6)
o 2 2 C1pflo€a€a- .
32mxgmp, my
1

Para obter a taxa de decaimento total, somamos sobre todas as polarizagoes possiveis das

particulas do estado final, o que consiste em substituir €,e, — —g,, + kn*;];” [24]. Utilizando
\4

o fato que g, 9" =4 e que k¥ = k3 = m},, obtemos que a média do quadrado do produto

escalar entre os vetores de polarizacao é

ki - ko)?
. N2 — 2 ( 1 2
(e = 24 S
4 2 4
= n (1 4y 12m—4V> . (4.7)
4mV h1 h1
Obtemos, finalmente
3 gi 29 2 4 2
D(hy = VV) = S0 2 (4T g v )y g Y (4.8)
1287z my,, my,, my,

4.3 Producao de pares yY em colisoes e e

Agora que calculamos as taxas de decaimento de h; em xY e V'V, podemos comecar a

traduzir as interacoes entre as particulas em termos de regras de Feynman, introduzindo os
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chamados fatores de vértice, que facilitam a construcao das amplitudes invariantes [19]. Por
inspecao, vemos que o fator de vértice correspondente ao termo trilinear hiXxx é —ig, sin 6.
Caso trocassemos hy — hs bastaria fazer sin @ — cos#. Os fatores de vértice para h;ll, com
[ um lépton do modelo padrao, podem ser obtidos a partir dos fatores encontrados em [17]
simplesmente multiplicando-os por & = cosf ou & = —sinf, dependendo de qual dos h;

estd no vértice.

|

Fig. 4.2: Produgao de matéria escura fermionica em colisoes ete™ .

Tendo em maos os fatores de vértice, aplicamos as regras de Feynman como descritas
em [17] para obter se¢oes de choque utilizando (1.15). Faremos isso para obter a secado
de choque de produgao de xY em colisoes eTe™ ultrarelativisticas. Obtemos a amplitude
invariante para esse processo a partir de uma soma de diagramas como o acima, envolvendo

cada um dos h;. Obtemos uma expressao simplificada:

imeg, sin(20) Am?
20 (s —m?2)(s —m3)

M =

[av].[vuly, (4.9)

onde introduzimos Am? = m3 —m?. A média do médulo quadrado dos produtos espinoriais
que aparecem em M ja foram calculadas quando investigamos o decaimento h; — X, entao

podemos simplesmente substituir o resultado

m2g? sin®(260) (Am?)?s(s — 4m?)
— 22

X
40? (s —m?2)%(s —m3)’

(M]?) = (4.10)
onde usamos o fato que s >> m?2. Substituindo em (1.15) e utilizando |p.| = ‘/75, obtemos

o resultado

mggf, sin?(20)  (Am?)%(s — 4mi)

o = [Pl 16702 /s(s —m?)2(s — m3)?

(4.11)
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4.4 Producao de pares de V

4.4.1 Via colisoes e'Te™

Inspecionando a expressao (4.5) e as regras de Feynman em [17], concluimos que o fator
2 .
de vértice para h;V'V é % g*?, com n; = sin#,ny = cos . Fazendo a soma das amplitudes

para esse decaimento, obtemos

—imems3, sin(20) Am?2 o
- (s — m%)<3 —_ m%) [wv]eg ’Bflafzﬁ- (4.12)

M =

2vzg
Tendo a amplitude invariante, tomamos a média de seu mdédulo ao quadrado. As médias
dos quadrados de ambos os fatores ja foram computadas anteriormente, entao simplesmente

deixamos aqui o resultado final para ¢ obtido a partir de (1.15)

(4.13)

22A22‘229 ka 1
|y [ () sin’( ><2 (k1 - k2)

64m 0%} m ) V(s — m2)(s — g’

onde k2 sao os quadrimomenta dos V emergentes, e o produto escalar vale, no referencial
2

s—2m
do centro de massa, ——.

__+__
e \%

Fig. 4.3: Producdo de matéria escura vetorial em colisoes eTe™.

4.4.2 Via colisoes vy

Como o boson de Higgs nao tem carga e o féton nao tem massa, nao ha interacao
direta entre essas particulas na densidade lagrangeana do MP. No entanto, podemos obter o
decaimento de um bdson de Higgs em dois fétons através de corregoes radiativas. Esse canal
de decaimento do Higgs é importante para o estudo experimental de suas propriedades.

Utilizaremos esse decaimento para modelar a producao de matéria escura em colisoes
féton-féton. Um colisor féton-féton poderia obter até /s = 500 GeV, mas nos concen-
traremos em resultados proximos ao polo de hy [12]. Faremos isso através da férmula de
Breit-Wigner[11]:
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S ’

Fig. 4.4: FEsquema de uma colisao foton-foton produzindo matéria escura vetorial.

do  8rl'(h — VV)['(h = vy)

—_ 4.14
dz (s =m3)2+mil3 (4.14)

onde z = cos¢, em que ¢ é o angulo no qual um dos V' emerge no referencial do centro
de massa. Para utilizarmos essa féormula, faremos as seguintes suposigoes: o canal com
intermédio do bdson hy estara muito fora da camada de massa para contribuir, identificare-
mos h com hy, e suporemos que a modificacao da largura de decaimento do Higgs devido
ao férmion y pode ser desprezada em primeira aproximacao. Assim, podemos utilizar o
programa HDECAY [13] para obter I'(h — ) e I',, devendo somente introduzir os fatores
apropriados de cos? f nessas expressoes.

Para diminuir o nimero de parametros em I'(h — V'V), assumiremos que a massa do
béson V é muito menor que a massa de hi, a qual fixamos em 125 GeV. Assim, ignoraremos
todos os termos ~ % e podemos escrever a secao de choque acima exclusivamente em
termos do fator de quelbra de simetria xy e do angulo de mistura . Fundamentamos essa
suposicao no fato de que os experimentos no JLAB estao procurando “fétons pesados” de
massa na regiao de MeV.

Abaixo, apresentamos gréaficos da secao de choque diferencial de producao de “fétons
pesados” em colisoes féton-féton, medida em picobarn (pb). Tomamos, em todas as curvas,
my = 125 GeV. O comportamento obtido ao variarmos s levemente indica que a suposi¢ao

de h, nao contribuir é razoavel se sua massa nao for préoxima a de hq
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Fig. 4.5: Secao de choque de producao de matéria escura em func¢ao do angulo de mistura.
Tomamos /s = 125GeV e xg = 1TeV
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Fig. 4.6: Secao de choque com /s = 126GeV e xq = 1TeV
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do

dz

Fig. 4.7: Secao de choque com /s = 125GeV e xq = 10TeV
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Fig. 4.8: Secao de choque com /s = 125GeV e xq = 100GeV
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Conclusoes e Perspectivas

O objetivo principal deste trabalho foi estudar o formalismo da teoria quantica de campos
interagentes e aplicad-lo a um problema ainda em aberto: a descricao tedrica da matéria
escura. Apresentamos um modelo fenomenolégico simples e uma proposta de como estende-
lo. Utilizando ferramentas computacionais conseguimos extrair informagao quantitativa de
um dos processos da teoria, a partir de uma estimativa de qual a escala da fisica nova que
explica a matéria escura e da energia disponivel em um futuro colisor féton-féton. Para
os processos elementares calculados, observamos que efeitos de interferéncia levam a um
comportamento das segoes de choque que é bastante caracteristico.

No entanto, deve-se frisar que o problema da matéria escura nao é exclusivamente do
dominio da fisica de particulas: a cosmologia tem muito a dizer sobre ele e, em particular
uma das maneiras mais diretas de se vincular modelos de matéria escura é integrando uma
equagao de Boltzmann que permita calcular a densidade reliquia da matéria escura[9, 10,
8, 3|. Isso requer um estudo de teoria quantica de campos a temperatura finita, bem como
simulagoes computacionais mais complexas que as desenvolvidas aqui. Por isso, esse tipo de
calculo estd fora do escopo deste trabalho, mas é uma perspectiva interessante e essencial
para o futuro desenvolvimento do modelo.

Além disso, o estudo do potencial que quebra a simetria da densidade lagrangeana a
temperatura finita deve ser acompanhado de um estudo das equacgoes do grupo de renormal-
izagao, para que se obtenha a evolucao das constantes de acoplamento da teoria. Com isso,
poderiamos estudar a estabilidade do vacuo para tentar restringir o espaco de parametros.
Devemos notar também que este trabalho nao utilizou todos os acoplamentos renormalizaveis
possives entre S e V', de maneira que também poderiamos estudar os novos processos ele-
mentares introduzidos com a inclusao de mais termos de interacao.

A dltima perspectiva de extensao deste trabalho de conclusao pode vir do LHC: caso seja
confirmado que o bdson com massa de aproximadamente 125 GeV descoberto pelo CERN
este ano de fato é o béson de Higgs (como supomos implicitamente neste trabalho), medidas
de precisao dos acoplamentos do Higgs e de sua taxa de decaimento em particulas do MP

(a calculada com o programa HDECAY') permitiriam estabelecer limites aos acoplamentos
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do Higgs com a matéria escura aqui propostos. Tomando uma postura otimista, a jungao
de todas as possibilidades mencionadas acima permitiriam que, com o modelo devidamente
vinculado experimentalmente, fosse possivel comecar a fazer previsoes mais especificas de

implicagoes experimentais da teoria aqui proposta.



Apéndice A
O Teorema de Goldstone

Neste apéndice, apresentamos uma demonstracao do Teorema de Goldstone, o qual
enunciamos da seguinte maneira: “se o vacuo de uma teoria com simetria de gauge global
nao abeliana nao ¢ invariante frente transformacoes geradas por um subgrupo de dimensao
N-M do grupo de gauge G (de dimensao N), entao essa teoria apresenta N-M bésons de
Goldstone”.

Para demonstrarmos o teorema, introduzamos uma teoria de gauge de um conjunto ¢
de campos, com densidade lagrangeana £ = %(@gp)Ta“go —V(p), onde V é tal que a teoria
possua um vacuo nao trivial. Escrevamos ¢ = v+ ¢. Em termos do campo deslocado,

expandimos £

1 0%V

_1 N e 5 -

Bij — - (A1)

Vemos claramente que a Hessiana da funcao potencial, calculada em v corresponde a
matriz de massa da teoria. Como v é um minimo, essa matriz deve ser nao-negativa. Como
ij é simétrica, entao é garantida a existéncia de N autoestados mututamente ortogonais
entre si, com massa nao-negativa, que serao os estados fisicos da teoria. Suponhamos agora
que haja um subgrupo maximal de transformagoes de grupo que mantenha v invariante,
tendo esse subgrupo dimensao M.

Entao, escolheremos um conjunto de geradores T, tal que a = 1,..., M corresponde
a geradores do subgrupo que mantém v e invariante e, por hipoétese, a = M + 1,.... N
corresponde a geradores tais que suas transformagoes nao mantém v invariante. Tomando

—i60T,

transformacoes infinitesimais tipo v — ¢ V, Vemos que

6—0

0 sea=1,...M
#0 sea=M+1,...N

T,v =

Além disso, a simetria de £ frente transformacoes de G nos permite obter N correntes
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conservadas através do teorema de Noether, tomando d¢p = —ifT,. As correntes de Noether

serao, portanto

oL \"
Yo 5
Ja (690,;1) v
= (Ou9) Tup, (A.2)

onde, na segunda linha, removemos o fator arbitrario —if. Agora, as equagoes de movimento

nos permitem concluir que

ov
0,,0" — =0 A3
12 80 + 8@ Y ( )

donde a conservacao da corrente nos permite concluir que

00" ) Top 4 (0"0) " T,0,0 = 0
T
(g—D Tup + g7 i T,m, = 0. (A.4)

Se nos especializamos a campos constantes, o segundo termo se anula. Derivando com

respeito a uma das componentes ¢, e fazendo ¢ = v, obtemos

o*V
0pr0;

ou seja, como T,v # O paraa = M+1,..., N, a equacao acima implica que a matriz de massa

(Ty)ijv; =0, (A.5)

possui N-M autovetores nao triviais com autovalor nulo, ou seja, N-M bdsons de Goldstone.
No caso do grupo de simetria ser complexo, generalizamos a demonstracao acima escrevendo
a densidade lagrangeana em termos de suas componentes reais e identificando G com um
subgrupo do grupo de simetria de £ frente transformagoes de suas componentes reais (por

exemplo, se G=SU(2), poderfamos identificid-lo com um subgrupo de O(4)).
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