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Resumo

Nesta dissertação, revisamos o desenvolvimento do mecanismo de Higgs

e a sua importância para a estruturação do Modelo Padrão da f́ısica de

part́ıculas elementares sob um ponto de vista histórico e contemporâneo.

Foi enfatizado como a introdução de um dubleto escalar complexo com as

simetrias de gauge do modelo fez com que algumas part́ıculas adquirissem

massa. Foi apresentado o contexto da descoberta do bóson de Higgs con-

sumada em 2012 e posśıveis discrepâncias nos resultados obtidos no Large

Hadron Collider que poderiam indicar a possibilidade de f́ısica nova, em es-

pecial no canal de decaimento H → γγ. Estudamos as contribuições para

a largura deste bóson em dois fótons com a introdução de novas part́ıculas

fermiônicas e escalares. Uma śıntese do cálculo da largura deste canal, assim

como as técnicas envolvidas para realizá-lo, são apresentadas. Considerando

apenas as duas contribuições dominantes, foi estimado um valor de 9, 165

keV para a largura do decaimento, resultando em uma razão de ramificação

de 2, 24 · 10−3.

Palavras-chave: Decaimento H → γγ, Bóson de Higgs, Mecanismo de

Higgs, Teorias de Gauge, Modelo Padrão, LHC.
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Abstract

In this dissertation, we review the development of the Higgs mechanism

and its importance to the structure of the Standard Model of elementary

particles physics from a historical and contemporary point of view. It was

emphasized how the introduction of a complex scalar doublet with the gauge

symmetries of the model induces some particles to acquire mass. It was pre-

sented the context of Higgs boson discovery accomplished in 2012 and possi-

ble discrepancies in the results obtained at the Large Hadron Collider which

may indicate the possibility of new physics, in particular in the H → γγ de-

cay channel. We studied the contributions to the width of this boson decay

into two photons with the introduction of new fermionic and scalar particles.

A synthesis of computation of this channel width, as well as techniques in-

volved to accomplish it, are presented. Considering the only two dominant

contributions, it was estimated a value of 9.165 keV for the decay width,

resulting in a branching ratio of 2.24 · 10−3.

Keywords: H → γγ Decay, Higgs Boson, Higgs Mechanism, Gauge The-

ories, Standard Model, LHC.
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Introdução

Durante os últimos quarenta anos, o Modelo Padrão (MP) da f́ısica de part́ıculas

elementares [1, 2, 3, 4] foi submetido a diversos testes experimentais. Os resul-

tados mostraram que este modelo é bem sucedido na descrição das interações

entre part́ıculas a altas energias.

Nos anos 1960, as primeiras tentativas de descrever as interações entre

léptons e entre léptons e fótons surgiram sob a hipótese de que elas eram

intermediadas por bósons vetoriais [1]. Aparentemente, até então, nenhuma

relação existia entre os efeitos eletromagnéticos e os provenientes da interação

fraca. A motivação por ter em mãos uma teoria matemática elegante e con-

sistente com os dados experimentais movimentou a comunidade cient́ıfica de

f́ısica de part́ıculas durante todos esses anos. No começo, no entanto, essas

tentativas foram frustradas.

Em teorias de gauge, as interações aparecem naturalmente pela introdução

de campos mediadores vetoriais necessários para manter a simetria, assim

como é feito na eletrodinâmica quântica. Nas interações fracas, surge um ou-

tro problema. Elas são de curto alcance, portanto as part́ıculas mediadoras

devem ser massivas. No entanto, a conservação da simetria de gauge impede

que tais part́ıculas possuam massa. Este problema é resolvido a partir de um

mecanismo que permite a existência de bósons massivos e que respeitam a

simetria de gauge.

O MP trata léptons e quarks como constituintes básicos da matéria. As

interações entre eles se dão por meio da troca de part́ıculas mediadoras das

interações. Para as interações eletromagnéticas há o fóton, para as interações
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fracas há os bósons W e Z e para as interações fortes há os glúons. As duas

primeiras interações foram unificadas em uma teoria chamada eletrofraca.

O MP descreve essas interações de forma precisa e de acordo com muitos

resultados obtidos nos experimentos realizados em aceleradores de part́ıculas.

O MP introduz um dubleto escalar que adquire um valor esperado de

vácuo não nulo e, assim, fazendo uso de um mecanismo proposto há cinquenta

anos [5, 6, 7, 8, 9, 10] é capaz de explicar por que os bósons W e Z possuem

massa enquanto o fóton continua com massa nula. Mais detalhes de como

este processo se aplica no contexto do Modelo Padrão Eletrofraco (MPE)

será apresentado no Caṕıtulo 1.

O mecanismo descrito é conhecido como mecanismo de Higgs. Além de

ele dar massa às part́ıculas W e Z, também dá aos férmions fundamentais

e prevê a existência de uma part́ıcula nova conhecida como bóson de Higgs.

Sua massa (mH) não é prevista por este modelo, pois trata-se de uma enti-

dade dependente de um parâmetro livre da teoria. A nova part́ıcula surge ao

introduzir um dubleto escalar complexo proposto à teoria eletrofraca [1, 2, 3].

O desenvolvimento do mecanismo de Higgs

O mecanismo de Higgs não havia sido comprovado experimentalmente

até 2012, quando foi anunciada a descoberta no acelerador Large Hadron

Collider (LHC) de uma part́ıcula que obedece às caracteŕısticas do bóson

de Higgs [11, 12]. Esta part́ıcula prevista teoricamente era a única part́ıcula

não observada do MP até então. Um dos principais objetivos do LHC era

identificar ou excluir a existência deste bóson [13].

Teorias cujas lagrangeanas são simétricas mas não o seu estado de vácuo

foram bastante importantes no entendimento de fenômenos da superconduti-

vidade. Vários autores sugeriram que teorias semelhantes pudessem ser em-

pregadas também na f́ısica de part́ıculas [14, 15, 16, 17]. Porém, part́ıculas

indesejadas sem massa que surgem nessas teorias foram entraves para o de-
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senvolvimento de uma teoria que abrangesse fenômenos de altas energias.

Problemas de teorias com quebra de simetria para f́ısica de part́ıculas

foram apresentados por Nambu, Jona-Lasinio e Pascual no começo dos anos

1960 [14, 15, 18] e complementados por Baker e Glashow [16] e Glashow [17]

em 1962. Os trabalhos de Goldstone [19] (1961), Goldstone, Salam e Wein-

berg [20] (1962) e Bludman e Klein [21] (1963) também exibiram estudos

sobre a mesma questão, onde também mostraram que em tais teorias ocorre

a existência de bósons vetoriais sem massa que restauram a simetria.

Estes bósons indesejados são conhecidos como bósons de Goldstone e,

desde o ińıcio dos estudos de teorias com quebra de simetria em f́ısica de

part́ıculas, procurou-se uma forma de evitá-los. Esses trabalhos deram su-

porte para o desenvolvimento do mecanismo que serviu de peça para a cons-

trução do MP.

Dentre os diversos trabalhos que trataram de apresentar formas de elimi-

nar esses bósons sem massa, Higgs mostrou que a forma de unir teorias com

quebra de simetria e ausência de part́ıculas sem massa é acoplando-as com

campos de gauge [9]. Já Kibble introduziu uma generalização dos modelos

apresentados até então para um grupo não-Abeliano arbitrário [10].

Foi em 1964, que Englert e Brout mostraram que, em certos casos, mésons

vetoriais adquirem massa quando o vácuo é degenerado com respeito a um

grupo de Lie [5]. Foram estudados dois casos: um com uma part́ıcula bosônica

φ carregada interagindo com um campo de gauge Aµ (depois generalizada

para várias destas part́ıculas); e um com part́ıculas fermiônicas ψ interagindo

com campos de gauge vetorial Aµ e pseudovetorial Bµ.

Higgs propôs que, em algumas teorias de campos covariantes de Lorentz,

acoplamentos com campos de gauge de spin 1 proporcionam o surgimento de

massa [7]. Foram estudados os casos analisados por Goldstone [19] e Golds-

tone, Salam e Weinberg [20] onde três campos φ1, φ2 (escalares) e Aµ (veto-

rial) se interagem de acordo com a Lagrangeana:

L = −1

2
(∇φ1)2 − 1

2
(∇φ2)2 − V (φ2

1 + φ2
2)− 1

4
FµνF

µν , (1)
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onde (e sendo uma constante de acoplamento)

∇µφ1 = ∂µφ1 − eAµφ2, (2)

∇µφ2 = ∂µφ2 + eAµφ1 e (3)

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ (4)

e V refere-se ao termo pontencial cuja simetria pode ser quebrada no seu

estado de vácuo.

Na situação de quebra espontânea da simetria, escolhe-se a solução para o

vácuo φ1(x) = 0, φ2(x) = φ0. Tratando ∆φ1 e ∆φ2 como pequenas variações

em torno desta solução e descrevendo (1) em termo destes campos, chegamos

ao espectro de part́ıculas descrito pelas seguintes equações:

{∂2 − 4φ2
0V
′′(φ2

0)}(∆φ2) = 0 (5)

∂µB
µ = 0, ∂νG

µν + e2φ2
0B

µ = 0, (6)

onde os campos Bµ e Gµν são definidos como:

Bµ = Aµ − (eφ0)−1∂µ(∆φ1), (7)

Gµν = ∂µBν − ∂νBµ. (8)

As equações (5) e (6) representam um campo escalar de massa 2φ0{V ′′(φ2
0)}1/2

e um vetorial de massa eφ0, respectivamente. O surgimento dessas massas

ocorre por meio do acoplamento de Aµ com os campos φ1 e φ2, já que para

e = 0 o fenômeno não mais acontece.

No trabalho de Guralnik, Hagen e Kibble de 1964 [8], também foi notado

que é posśıvel desenvolver uma teoria de campos simples cuja quebra da

simetria não necessariamente excita part́ıculas de massa zero, como afirma-

ram Goldstone [19] e Goldstone, Salam e Weinberg [20]. Este trabalho serviu

como procedimento geral para eliminação de bósons sem massa indesejados.

Como exemplo, foi analisado o caso da eletrodinâmica de part́ıculas de

spin zero, inicialmente sem massa, estudada por Englert e Brout [5]. A la-

grangeana que a retrata é:

L = −1

2
F µν(∂µAν − ∂νAµ) +

1

4
F µνFµν + φµ∂µφ+

1

2
φµφµ + ie0φ

µσ2φAµ, (9)
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onde φ representa um campo escalar de duas componentes φ1 e φ2; e φµ =

(∂µ − ieAµ)φ.

Ao impor a condição de quebra espontânea da simetria na lagrangeana

(9) e escolhendo uma solução para o vácuo, obtemos as seguintes equações

de movimento:

(−∂2 + η2
1)φ1 = 0, (10)

(−∂2 + η2
1)ATk = 0, (11)

−∂2φ2
2 = 0, (12)

onde o elemento η1 surge nas condições de quebra da simetria e o ı́ndice T in-

dica ”parte transversa”. Observa-se que as duas primeiras equações combina-

das formam um campo vetorial com massa η1 e a terceira equação representa

um campo escalar sem massa.

Até a época do desenvolvimento do mecanismo de Higgs, o único bóson

vetorial sem massa conhecido era o fóton. Na teoria eletrofraca, os bósons de

gauge intemediários deveriam possuir massas muito superiores aos hádrons

conhecidos. Contudo, Englert e Brout [5] e Higgs [7] mostraram que após

a quebra espontânea da simetria em determinada teoria com acoplamentos

fracos, mésons vetoriais adquirem massa.

Fenômenos estudados classicamente mostraram que a polarização longi-

tudinal de uma excitação vetorial massiva substitui uma excitação escalar

sem massa [7]. Higgs usou um modelo com um grupo de simetria U(1) para

incorporar os estudos já realizados sobre a quebra espontânea de simetria até

então [9]. Foi considerado uma dupla de campos escalares φ1(x) e φ2(x) e um

campo de gauge vetorial Aµ(x).

A lagrangeana do modelo estudado em [9] é a mesma dada pela equação

(1) e pelas condições (2), (3) e (4), onde o potencial V (φ2
1 + φ2

2) é dado

como 1
8
f 2(φaφa)

2 − 1
4
m2

0φaφa. Apesar do último termo parecer um elemento

de massa, ele não o é, pois o sinal está propositalmente errado.

A teoria descrita acima admite uma série de soluções para o equiĺıbrio:

φ1 = η cosα, φ2 = η sinα, (13)
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onde η = m0

f
e α é um parâmetro variável cujo valor define as soluções.

Escolhendo α = π/2 e tratando os campos Aµ, φ1 e φ2 − η como valores

pequenos, chega-se às seguintes equações de movimento:

∂µF
µν = −e2η2Bµ , ∂µB

µ = 0 (14)

(2−m2
0)χ = 0, (15)

onde foram usadas as seguintes substituições:

Bµ = Aµ − (eη)−1∂µφ (16)

φ = φ1, χ = φ2 − η. (17)

Após a quantização dos campos dados, as equações (14) e (15) representam

dois bósons livres, um vetorial com massa eη e um escalar com massa m0.

Em resumo, o que foi observado é que os mecanismos desenvolvidos permi-

tiram que campos sem massa pudessem ser transformados em estados longi-

tudinais de bósons vetoriais massivos. A combinação do mecanismo da quebra

espontânea da simetria com as transformações de gauge serviu de base para

o desenvolvimento do MP para f́ısica de part́ıculas. Simetrias do tipo SU(3)

são tratadas de forma semelhante.

No trabalho de Kibble [10], considerou-se um campo escalar real φ com n

componentes que se transformam como uma representação de um grupo de

Lie de dimensão g:

φ(x)→ eλ·Tφ(x) (18)

onde

λ · T = λATA, (19)

λA são g parâmetros reais e TA são as g matrizes que obedecem às relações

de comutação do grupo de Lie em consideração. A lagrangeana é:

L = φµ∂µφ−
1

2
φµφµ − V (φ), (20)

onde φµ = (∂µ − ieAµ)φ e V (φ) é invariante sob a rotação (18).

Sendo 〈φ〉 = η uma solução para o valor esperado de vácuo com simetria

quebrada, supomos que apenas ν componentes são diferentes de zero na forma
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canônica de η e r componentes são iguais a zero: n = r + ν. Observa-se que

a teoria possui n − r = ν campos escalares massivos e que, após aplicar o

mecanismo da quebra de simetria, as r componentes restantes dos campos

escalares combinam-se com r campos vetoriais formando r campos vetoriais

massivos. Portanto, nos restam g − r campos vetoriais sem massa.

Para evitar que na teoria surjam campos sem massa é necessário que

escolhamos r = g. Nos casos onde a teoria obedece às simetrias de gauge

não-abelianas, a introdução de campos de gauge acoplados aos campos es-

calares elimina part́ıculas sem massa. Assim, cada componente com simetria

não-quebrada mantém um campo vetorial sem massa. Apesar da aparente

facilidade em arbitrar teorias usando este resultado, dificuldades surgem nos

acoplamentos; pois os valores para as massas previstas nas teorias devem

estar de acordo com o observado nos experimentos.

A descoberta do bóson de Higgs no detector

ATLAS

A Toroidal LHC Apparatus (ATLAS) é um dos detectores multipropósitos

para f́ısica de part́ıculas que compõe o LHC [22, 23, 24] e possui geometria

ciĺındrica. Um conjunto de sistemas combinados neste detector fornece me-

didas precisas de léptons, fótons e part́ıculas carregadas.

Os resultados apresentados nesta seção são referentes aos resultados par-

ciais do run-1 do LHC publicados em Agosto de 2012. Dados combinados

do detector ATLAS recentes serão apresentados adiante e fornecem medidas

mais precisas para as seções de choque.

Alguns limites indiretos calculados estabeleceram uma massa para o bóson

de Higgs menor que 158 GeV [25]. Em 2011, medidas obtidas na colisão

próton-próton (pp) com energia de centro de massa de
√
s = 7 TeV no de-

tector ATLAS do LHC revelaram um excesso de eventos numa região de

massa entre 124 e 126 GeV. Entre Abril e Junho de 2012, novas medidas
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foram obtidas no mesmo detector [11], agora a uma energia de centro de

massa de
√
s = 8 TeV na colisão pp. As buscas foram feitas nos canais

H → ZZ(∗) → 4l1, H → γγ, H → WW (∗) → eνµν.

Medidas já haviam encontrado um limite mH < 152 GeV [26] e consi-

derações teóricas sugeriram um limite máximo de 1 TeV para mH [27, 28,

29, 30]. Buscas pelo bóson de Higgs realizadas durante os últimos vinte anos

no colisor LEP encontraram um limite mH > 114, 4 GeV [31]. No mesmo

peŕıodo, buscas no colisor próton-antipróton do Tevatron exclúıram a região

de massa que varia de 162 a 166 GeV [32] para mH e também detectou um

excesso de eventos na região de 120 a 135 GeV [33, 34, 35].

No canal de decaimento H → ZZ(∗) → 4l, a busca pelo bóson de Higgs do

MP fornece uma boa determinação para massas entre 110 e 600 GeV devido,

principalmente, à excelente resolução do detector ATLAS em medidas de

momentos. Os dados para energia de centro de massa de
√
s = 7 TeV são

confrontados com os dados para energia de
√
s = 8 TeV [11]. A análise

seleciona dois pares de léptons isolados para a busca pelo bóson de Higgs.

Cada um dos pares é formado por dois léptons de cargas opostas e mesmo

sabor.

No decaimento H → γγ, a busca pelo bóson de Higgs do MP foi realizada

na região de massa que varia de 110 a 150 GeV. Os dados obtidos a uma

energia de centro de massa de
√
s = 7 TeV [36] foram comparados com os

obtidos em 2012 a uma energia de
√
s = 8 TeV cuja análise teve sensibilidade

melhorada em relação à anterior [11].

A busca pelo bóson de Higgs no canalH → WW (∗) → eνµν a uma energia

de 8 TeV foi realizada na região de massas que varia de 110 a 200 GeV [11].

A análise dos dados foram comparadas com as obtidas a uma energia de 7

TeV descritas em [37].

Os dados obtidos para os canais H → ZZ(∗) → 4l, H → γγ e H →
WW (∗) → eνµν a uma energia de centro de massa de

√
s = 8 TeV e também

a reanálise dos dados a uma energia de
√
s = 7 TeV para os dois primeiros

1l significa elétron ou múon
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canais possibilitaram um ganho de sensibilidade na medida das massas se

comparado com o obtido em [38].

No experimento do ATLAS de 2012, foi observado uma exclusão para a

massa do bóson de Higgs do MP em uma faixa que varia de 111 a 559 GeV,

exceto a região que varia de 122 a 131 GeV, onde observou-se um excesso de

eventos. Os resultados evidenciam a existência de uma part́ıcula nova com

massa próxima de 126 GeV [11].

Figura 1: Intensidade do sinal µ = σ
σMP

para mH = 126 GeV. O valor para

os resultados combinados é µ = 1, 4± 0, 3 obtido no detector ATLAS [11].

A part́ıcula nova observada pode ser reconhecida como um bóson neutro.
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A identificação do decaimento dela em dois bósons vetoriais cuja soma das

cargas elétricas é zero evidencia isto. Na busca realizada no ATLAS [11],

concluiu-se que a part́ıcula preenche as lacunas experimentais referentes ao

bóson de Higgs previsto pelo MP, porém ainda mais medidas seriam ne-

cessárias para aprofundar na sua natureza.

A Figura 1 resume os valores do sinal µ = σ
σMP

para os canais de decai-

mentos individualmente e combinados para mH = 126 GeV. A intensidade

do sinal µ representa a razão entre seção de choque medida e a seção de

choque hipotética do MP. Estes valores são referentes aos primeiros resulta-

dos obtidos de 2012, portanto não tratam-se das medidas mais atualizadas.

O excesso de eventos para esse valor de mH corresponde a um valor para o

sinal de µ = 1, 4 ± 0, 3 [11]. Observa-se que os canais H → WW , γγ e ZZ

possuem menores barras de erros em suas medidas, justificadas por serem os

canais de melhor resolução.

Observa-se também, que os resultados obtidos em 2011/2012 no detector

ATLAS apontavam para uma razão de ramificação para o decaimento H →
γγ de µ = 1, 8 ± 0, 5, quase duas vezes maior que o esperado teoricamente.

Isto pôde sugerir que a largura parcial do Higgs em dois fótons calculada

poderia estar incompleta e que modificações nela poderiam ser sinal de f́ısica

nova.

Regiões para ńıveis de confiança de 68% e 95% do sinal µ em função

da massa do bóson de Higgs são apresentadas na Figura 2. Este resultado

também não é o mais atualizado e é referente às primeiras medidas apresen-

tadas em 2012. Os canais analisados correspondem a H → WW → lνlν, γγ

e ZZ para dados combinados a energias de
√
s = 7 TeV e 8 TeV [11].

A descoberta do bóson de Higgs no detector

CMS

Em 2011, buscas diretas pelo bóson de Higgs foram feitas também no
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Figura 2: Relação entre o sinal µ e a massa mH representada pelos intervalos

de confiança para os canais H → WW → lνlν, γγ e ZZ [11]

detector Compact Muon Solenoid (CMS) do LHC a uma energia de centro

de massa de
√
s = 7 TeV em colisão pp. Neste detector, a região de 127 a

600 GeV foi exclúıda do espectro de massas [39].

Os detectores CMS e ATLAS foram constrúıdos com uma finalidade de

analisar todos os canais de decaimento aptos a identificar o bóson de Higgs

sobre uma grande faixa de massas e, além disso, capaz de identificar qualquer

sinal de f́ısica nova. Como o valor de mH não é previsto pela teoria e o valor

da largura do bóson de Higgs varia bastante em função do valor da sua massa,

então as buscas pelo bóson foram realizadas sobre uma grande quantidade

de posśıveis mH e sobre diversos canais de decaimento.

O projeto do experimento do CMS foi embasado na possibilidade de in-

dentificar o bóson de Higgs do MP, que serviu como referência para avaliar

o funcionamento do detector [40, 41, 42]. O aparato é formado por um so-
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lenóide supercondutor, que fornece um campo magnético de 3, 8 T, de 6 m de

diâmetro interno [43]. O software do CMS executa numerosas simulações de

eventos no detector e também a reconstrução e análise dos dados coletados

nas medidas.

No experimento de 2012 do detector CMS do LHC, a energia de centro de

massa de uma colisão pp foi aumentada para
√
s = 8 TeV e, também, houve

um aumento na sensibilidade das medidas. As buscas realizadas no CMS

foram feitas nos modos de decaimento mais senśıveis na região de baixos

valores para massa: H → γγ, ZZ, W+W−, τ+τ− e bb̄ na região de massa

que varia de 110 a 160 GeV. Daqui em diante, H → W+W− será denotado

como H → WW , H → τ+τ− como H → ττ e H → bb̄ como H → bb.

Vários modos de decaimento senśıveis ao valor de mH foram estudados

nos experimentos de 2011 no CMS a uma energia de centro de massa de
√
s = 7 TeV porém, até o dia da divulgação de [12], apenas os cinco canais

mais senśıveis haviam sido estudados a uma energia de
√
s = 8 TeV no

mesmo detector. O decaimento H → ZZ é seguido pelo decaimento de ZZ

em 4l; H → ττ seguido por pelo menos um decaimento leptônico do τ ;

H → WW seguido pelo decaimento de WW em 2l2ν e H → bb seguido pela

fragmentação dos quarks b em jatos.

Nos canais de estados finais ZZ e WW , pelo menos um dos bósons Z e

W está fora da camada de massa. Os resultados das buscas de 2012 à energia
√
s = 8 TeV no CMS são comparados e combinados com os obtidos na busca

a
√
s = 7 TeV em [12]. Os resultados indicam que a part́ıcula encontrada

trata-se de um bóson com spin diferente de um. Um excesso de eventos acima

do esperado foi observado para nova part́ıcula com uma massa próxima de

125 GeV consistente com a produção do bóson de Higgs do MP.

Estudos já haviam indicado que o canal H → γγ seria um dos mais

promissores na região de massas pequenas para o bóson de Higgs do MP [44].

A busca no CMS foi realizada num alcance que variou de 110 a 150 GeV.

Neste canal, também foi observado um excesso de eventos próximo de mH =

125 GeV tanto nos dados experimentais tomados a uma energia de
√
s = 7
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TeV quanto de
√
s = 8 TeV.

Nos canais com melhor resolução de massa: γγ e ZZ, observou-se um

excesso mais significante em torno do valor 125 GeV. Os resultado foram

apresentados em [12] e estão de acordo com as expectativas para o bóson de

Higgs do MP. Porém, alguns resultados poderiam indicar ainda a possibili-

dade de acomodar f́ısica nova.

Figura 3: Intensidade do sinal definido como σ
σMP

em função da massa do

bóson de Higgs para os dados combinados de medidas a energias de centro-

de-massa de 7 TeV e 8 TeV. A faixa verde corresponde à região de erro

compreendida entre +σ e −σ (desvio-padrão) das medidas [12].

A Figura 3 representa a relação σ
σMP

da seção de choque medida em todos

os canais de decaimento combinados com a seção de choque estimada a partir

de cálculos do MP em função da massa do bóson de Higgs. Este resultado não

representa a medida mais atualizada para a relação. Os dados considerados

correspondem aos obtidos no CMS a energias de centro-de-massa de
√
s = 7
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TeV e
√
s = 8 TeV até 2012 [12]. Percebe-se que para valores de mH entre

123 GeV e 127 GeV a intensidade do sinal se aproxima de 1, o que indicou

um intervalo provável para valores da massa.

Figura 4: Intensidade do sinal σ
σMP

para cinco canais de decaimento medidos

(pontos pretos) e para suas combinações (linha vertical preta). As barras

horizontais vermelhas representam as regiões de±σ em torno da média obtida

para cada canal; a barra verde representa a região de ±0, 23 em torno da

média 0, 87 dos canais combinados [12].

A Figura 4 representa a relação σ
σMP

para cada canal de decaimento γγ,

ZZ, WW , ττ e bb e também para a combinação deles; usa-se o valor da

massa do bóson de Higgs de mH = 125, 5 GeV. Um valor de 0, 87±0, 23 para

intensidade combinada foi obtida [12]. Este valor não corresponde à medida

atual obtida no CMS. Os dados considerados representam os obtidos no CMS

a energias de centro-de-massa de
√
s = 7 TeV e

√
s = 8 TeV até 2012. No

decaimento H → γγ, o valor da intensidade do sinal obtido é µ = 1, 6± 0, 4.

Este resultado consideravelmente acima do previsto pelo MP pôde servir de
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inspiração para a busca de f́ısica nova.

Resultados atualizados para o bóson de Higgs

Nesta seção, serão apresentados alguns dos resultados mais recentes a

respeito das pesquisas do bóson de Higgs nos detectores ATLAS e CMS. As

análises de medidas combinadas nesses dois detectores foram feitas assumindo

um valor de 125, 09 GeV para a massa do bóson de Higgs em [45]. Os dados

analisados foram obtidos em colisões próton-próton no LHC em 2011 e 2012.

Figura 5: Resultados atualizados para a intensidade do sinal de diversos ca-

nais (ATLAS+CMS) [45].

A Figura 5 apresenta as intensidades dos sinais medidos (µ) e suas incer-

tezas para diferentes canais de decaimento do bóson de Higgs. Na segunda co-
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luna, mostramos os resultados combinados dos dois experimentos, enquanto

que na terceira e quarta colunas hás os sinais obtidos em cada experiemnto

separadamente. É importante ressaltar que o valor atual para µ do decai-

mento H → γγ é de 1, 14 +0,19
−0,18 [45].

Figura 6: Ajuste dos resultados atualizados para a intensidade do sinal de

diversos canais (ATLAS+CMS) e suas respectivas barras de erro (±1σ) e

(±2σ) [45].

A Figura 6 apresenta o ajuste dos dados apresentados na Figura 5 em

gráfico. As barras de erro indicam os intervalos de 1σ (desvio-padrão), dadas

pelas linhas grossas, e 2σ, dadas pelas linhas finas. Os decaimentos foram

analisados em seis intensidades de sinais independentes, um para cada canal.

É assumido que a seção de choque de produção do bóson de Higgs é a mesma

da prevista pelo MP.
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Novas pesquisas para o bóson de Higgs a partir

do Run-2 do LHC

A partir de 5 de Abril de 2015 as operações no LHC foram reiniciadas.

Desta vez, dois feixes de prótons colidem a uma energia combinada de
√
s =

13 TeV; 6, 5 TeV por feixe. Os dados obtidos nestas medidas servirão para

refinar os resultados anteriores e buscar sinais de novas part́ıculas. Até o

presente momento, os resultados desta nova etapa de experimentos no LHC

ainda não atingiram dados suficientes para competir com os resultados do

run-1 (etapa compreendida entre 2011 e 2013).

A proposta desta dissertação

No Caṕıtulo 1, apresentaremos como o mecanismo de Higgs atua no con-

texto do MP, justificando o aparecimento de termos de massa para campos

massivos com a incorporação do bóson de Higgs. No Caṕıtulo 2, utilizare-

mos as regras de Feynman para realizar o cálculo da largura de H → γγ

recorrendo à técnica da regularização dimensional.

Exibiremos como os loops de férmions, de bósons de gauge W e de

part́ıculas escalares adicionais contribuem para a largura. Será mostrado

também, o caso particular da contribuição do quark top e por que ela é domi-

nante e suficiente para representar a contribuição das part́ıculas de spin-1/2

na largura. Os resultados das contribuições vão depender das funções de loop,

definidas para cada tipo de part́ıcula.

Obteremos uma expressão para a largura com a adição de part́ıculas novas

e estimaremos o seu valor considerando apenas duas contribuições dominan-

tes: do quark top e do bóson W. Compararemos este valor com o apresentado

nos relatórios do CERN. Por fim, discutiremos como a adição de part́ıculas

novas podem alterar a largura do decaimento do Higgs em dois fótons.
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Caṕıtulo 1

Introdução ao modelo padrão

eletrofraco

O mecanismo que confere massa aos bósons de gauge W± e Z0; e aos

férmions fundamentais esteve entre os quesitos em aberto por décadas nas

teorias propostas antes do advento do MP. Este mecanismo, que até pouco

tempo não tinha sido testado experimentalmente, é conhecido como me-

canismo da quebra espontânea da simetria eletrofraca (EWSB na sigla em

inglês), ou mecanismo de Higgs.

O mecanismo de Higgs foi a proposta mais simples para o problema da

EWSB e, desde que foi apresentada no começo dos anos 1960, foi tratada

como parte do MPE antes mesmo da sua confirmação em 2012. Este meca-

nismo, quando aplicado ao contexto do MPE, introduz um dubleto de campos

escalares complexos na lagrangeana original que se acopla com os campos do

modelo. Como resultado desse campo adquirir um valor esperado de vácuo

não nulo, bósons (com exceção do fóton) e férmions adquirem massas. O

preço desse mecanismo é a existência de uma nova part́ıcula escalar: o bóson

de Higgs. Ele seria a primeira e única part́ıcula bosônica elementar que não

transporta força de gauge.

Teorias além do MP tentam generalizar o que é feito pelo mecanismo de
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Higgs a fim de englobar simetrias mais inclusivas. O Modelo Supersimétrico

Mı́nimo (MSM) é um exemplo onde dois pares de campos são inclúıdos na

teoria primitiva dando origem a vários bósons de Higgs: dois escalares e um

pseudoescalar neutros e um escalar carregado.

O anúncio da descoberta de uma part́ıcula que se encaixa nas proprieda-

des previstas para o bóson de Higgs [11, 12] simboliza um marco histórico

para a f́ısica de part́ıculas. A busca por este bóson no LHC recebeu especial

atenção pela sua importância. Os resultados combinados para o valor de mH

nos detectores ATLAS e CMS é hoje mH = (125, 09± 0, 24) GeV [46].

Todos esses resultados experimentais servem como prova aceita pela co-

munidade cient́ıfica de que o MP é a teoria adequada para a descrição das

interações eletrofracas e fortes [47]. Todas as peças que constituem esta teoria

(as part́ıculas previstas) foram confirmadas. No entanto, a possibilidade de

existência de novas part́ıculas ainda está em aberto e pode sugerir que o MP

seja incompleto e necessite de extensões.

A invariância de gauge impede o surgimento de termos de massa para os

bósons de gauge nas lagrangeanas de Yang-Mills. Tal caracteŕıstica é inad-

misśıvel na descrição de fenômenos que envolvem as interações fracas, onde

observa-se que as part́ıculas W± e Z0 apresentam valores de massa bastante

altos: mW ≈ 80 GeV e mZ ≈ 91 GeV.

No entanto, em teorias de gauge como QED e QCD, cujos bósons de gauge

(fótons e glúons, respectivamente) são desprovidos de massa, as lagrangea-

nas invariantes de gauge não apresentam problemas associados a essas sime-

trias. O mecanismo de Higgs no contexto do MP apresentou a solução mais

plauśıvel para a descrição das interações fracas, onde termos de massa sur-

gem nas lagrangeanas para alguns dos bósons de gauge e não surgem para

fótons e glúons.

A Tabela 1 fornece a atual conjuntura do que se conhece hoje da es-

trutura da matéria. As part́ıculas mediadoras das interações são part́ıculas

vetoriais de spin 1, as part́ıculas materiais são de spin 1/2 e o bóson de Higgs

possui spin 0, sendo a única part́ıcula elementar escalar conhecida. Quarks
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e léptons formam o conjunto das part́ıculas materiais e diferem pelo fato de

os primeiros participarem das interações fortes enquanto os segundos não.

Tabela de part́ıculas elementares

PARTÍCULAS MEDIADORAS

Interações Fortes Oito glúons

Interações Eletromagnéticas Fóton (γ)

Interações Fracas Bósons W± e Z0

PARTÍCULAS MATERIAIS

Léptons Quarks

1a Famı́lia νe, e
− u, d

2a Famı́lia νµ, µ− c, s

3a Famı́lia ντ , τ
− t, b

BÓSON DE HIGGS

Tabela 1.1: Atual estrutura da matéria conhecida.

1.1 O setor de gauge no modelo padrão ele-

trofraco

A lagrangeana do setor de gauge do MPE possui a simetria do grupo

SU(2)L × U(1)Y . Este esqueleto compreende o ramo das interações fracas

(SU(2)L) e da hipercarga (U(1)Y ). A lagrangeana que reúne os termos cinéticos

dos bósons de gauge é dada por:

Lgauge = −1

4
BµνB

µν − 1

4
W a
µνW

aµν , (1.1)

onde os tensores de campo são:

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ, para a interação U(1)Y ; (1.2)

W a
µν = ∂µW

a
ν − ∂νW a

µ + gεabcW b
µW

c
ν , para a interação SU(2)L; (1.3)
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onde g é uma constante de acoplamento associada ao grupo SU(1)L e os εabc

são as constantes de estrutura do grupo SU(2)L. O tensor (1.2) obedece à

simetria de grupo abeliano U(1)Y e possui a forma de gauge semelhante a do

eletromagnetismo. Os ı́ndices a, b e c variam de 1 a 3 em (1.3). As constantes

de estrutura dos grupos são definidas a partir do comutador entre geradores

do grupo em questão:

[
T a, T b

]
= iεabcT c, (1.4)

onde os T a são as matrizes geradoras do grupo SU(2)L.

A lagrangeana deve ser invariante sob as seguintes transformações nos

campos de gauge:

Bµ → Bµ +
1

g′
∂µλY (x), (1.5)

W a
µ → W a

µ +
1

g
∂µλ

a
L(x) + εabcW b

µλ
c
L(x), (1.6)

onde g′ é uma constante de acoplamento associada ao grupo U(1)Y . A im-

possibilidade da existência de um termo de massa do tipo

1

2
m2
BBµB

µ (1.7)

uma vez que esse termo quebra a invariância de gauge, a prinćıpio, implica

que todos estes bósons não possuem massa. A lagrangeana também deve ser

invariante sob as seguintes transformações dos dubletos que interagem com

os bósons da teoria:

ψ → eiλY (x)Y ψ, (1.8)

ψ → eiλ
a
L(x)Taψ, (1.9)

onde Y é o operador hipercarga fraca.

Por fim, as interações entre os bósons de gauge e as part́ıculas bosônicas ou

fermiônicas da teoria são obtidas com o uso da seguinte derivada covariante

Dµ = ∂µ − ig′BµY − igW a
µT

a. (1.10)
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1.2 O mecanismo de Higgs no modelo padrão

eletrofraco

No MPE, um dubleto escalar complexo é incorporado à teoria com a

finalidade de se obter graus de liberdades adicionais para os campos de gauge

por meio da aplicação do mecanismo de Higgs [1, 2, 3]. Sabe-se que os bósons

de gauge sem massa possuem duas polarizações posśıveis e que devemos ter

uma polarização adicional para bósons massivos.

Considere o dubleto Φ de campos escalares:

Φ(x) ≡
(
φ+(x)

φ0(x)

)
=

1√
2

(
φ1(x) + iφ2(x)

φ3(x) + iφ4(x)

)
. (1.11)

Atribui-se o valor YΦ = 1
2

para a hipercarga de Φ. Vamos adicionar à teoria

a langrangeana que envolve estes campos adicionais:

LΦ = (DµΦ)†DµΦ− λ
(
|Φ|2 − v2

2

)2

+ LY ukawa, (1.12)

onde a derivada covariante Dµ = ∂µ − ig′BµYΦ − i
2
gσaW a

µ é responsável

por acoplar o dubleto escalar com os bósons de gauge; e LY ukawa acopla o

campo escalar com uma dupla de férmions quirais. O termo do potencial

nesta lagrangeana é o que provoca a quebra espontânea da simetria.

Primeiramente, vamos examinar o potencial de (1.12) dado por

V (Φ) = λ

(
|Φ|2 − v2

2

)2

, v2 > 0. (1.13)

Se λ for negativo, então o potencial é ilimitado para valores negativos de

energia, portanto não é de nosso interesse essa situação. Se λ for positivo,

então um conjunto infinito de estados degenerados de mı́nima energia e que

não são invariantes sob rotações do tipo SU(2)L × U(1)Y serão posśıveis.

Neste caso, os estados de mı́nima energia são os que obedecem a condição

|Φ| = v√
2
.
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Tratando |Φ|2 em termos dos quatro graus de liberdade reais dados em

(1.11) nota-se que este valor pode ser visto como o módulo quadrado de um

vetor de quatro componentes:

|Φ|2 =
1

2
(φ2

1 + φ2
2 + φ2

3 + φ2
4). (1.14)

Portanto, os estados de vácuo formam um conjunto que pode ser representado

por uma esfera de quatro dimensões.

O potencial V pode também ser exibido em termos dos quatro escalares

reais:

V =
λ

4

(
φ2

1 + φ2
2 + φ2

3 + φ2
4 − v2

)2
, v2 > 0. (1.15)

Podemos escolher um estado arbitrário para representar o valor esperado de

vácuo, em particular quando:

〈φ3〉 ≡ v, 〈φ1〉 = 〈φ2〉 = 〈φ4〉 = 0. (1.16)

Podemos agora redefinir Φ como:

Φ(x) =
1√
2

(
φ1(x) + iφ2(x)

v +H(x) + iφ4(x)

)
, (1.17)

onde H(x) é um campo escalar, chamado de campo de Higgs, cujo valor

esperado de vácuo é 〈H(x)〉 = 0.

Substitui-se em (1.13) o campo Φ na forma acima, obtendo:

V =
λ

4

(
φ2

1 + φ2
2 + (v +H)2 + φ2

4 − v2
)2
, v2 > 0. (1.18)

Expandindo a expressão acima termo a termo, obtemos:

V =
λ

4

(
φ4

1 + φ4
2 + 4v2H2 +H4 + φ4

4 + 4vH3 + interações entre os campos
)
.

(1.19)

Observa-se que nenhum termo de massa aparece, com exceção de λv2H2

indicando o valor mH =
√

2λv2 para a massa do bóson de Higgs. O valor

conhecido experimentalmente para v é de aproximadamente 246 GeV.

O campo Φ pode também ser manifestado como uma rotação do tipo

SU(2)L de um estado dado como uma variação em torno de um dos estados
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de vácuo degenerados. Escolhendo o estado de mı́nima energia que obedece

as condições dadas em (1.16) e tratando o campo H(x) como uma variação

em torno deste estado, temos que Φ(x) pode ser representado como:

Φ(x) = exp

(
i

v
~ξ(x) · ~σ

)
1√
2

[
0

v +H(x)

]
, (1.20)

onde os geradores do grupo SU(2)L são ~T = ~σ
2
, sendo ~σ as matrizes de Pauli.

Figura 1.1: O potencial do campo Φ na situação de quebra espontânea de

simetria. As setas indicam como os campos ~ξ(x) de Goldstone eH(x) de Higgs

parametrizam as excitações em torno de um estado de mı́nima energia [48].

A Figura 1.1 representa o potencial para Φ na situação onde é posśıvel

ocorrer uma infinidade de estados de mı́nima energia. Os parâmetros ~ξ(x) e

H(x) excitam o estado em torno de um mı́nimo escolhido, como se vê em

(1.20). As setas indicam as direções ao longo das quais o estado se excita sob

a influência de cada parâmetro.

Como visto em (1.9), o campo Φ pode sofrer uma transformação do tipo

Φ→ exp

(
i

2
~λL(x) · ~σ

)
Φ, (1.21)

e manter invariância de gauge. Convenientemente, o gauge ~λL = −2~ξ
v

co-

nhecido como gauge unitário é escolhido. Nele, os três campos sem massa
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observados em (1.19) são removidos e o primeiro termo à direita da igual-

dade em (1.12) fica:

(DµΦ)†DµΦ =
1

2

(
∂µH∂

µH +
g2

4
(v +H)2(W 1µ − iW 2µ)(W 1

µ + iW 2
µ) +

+
(g

2
W 3
µ − g′BµYΦ

)(g
2
W 3µ − g′BµYΦ

)
(v +H)2

)
.

(1.22)

Após definir novos campos W±
µ , Zµ e Aµ em termos de Bµ e W a

µ de forma

apropriada, obtemos termos de massa 1
2
m2
WW

†
µW

µ + 1
2
m2
ZZµZ

µ e termos de

interações. Os acoplamentos do tipo HW †
µW

µ e HZµZ
µ são proporcionais às

massas ao quadrado m2
W e m2

Z , respectivamente.

Os campos Zµ e Aµ podem ser definidos a partir de W 3
µ e Bµ por meio

da seguinte rotação:

(
W 3
µ

Bµ

)
=

(
cos θW sin θW

− sin θW cos θW

)(
Zµ

Aµ

)
, (1.23)

onde θW é conhecido como ângulo de mistura fraca. As massas de W e Z

e a carga elétrica elementar e podem ser dadas em termos de v, g, g′ e θW :

mW = mZ cos θW = 1
2
gv e e = g sin θW = g′ cos θW . Resultados experimentais

indicam que o valor do ângulo de mistura fraca obedece à igualdade sin2 θW =

0, 223 [49].

Os bósons de gauge, que anteriormente à aplicação do mecanismo de Higgs

possúıam duas polarizações, adquirem mais uma polarização longitudinal ao

preço de eliminar três bósons de Goldstone. É comum referir-se ao caso como:

os bósons de gauge ”engolem”os bósons de Goldstone. O número de graus de

liberdade (gdl) permanece o mesmo: um gdl de cada um dos três bósons de

Goldstone são transferidos para cada bóson de gauge.

Termos de auto-interação cúbica e quártica do campo escalar H são ob-

tidos do potencial de (1.12), assim como o seu termo de massa. O termo

cinético 1
2
∂µH∂

µH aparece em (1.22). No gauge unitário, temos que:

−λ
(
|Φ|2 − v2

2

)2

= −λ
4
H4 − λvH3 − λv2H2. (1.24)
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Portanto, definindo m2
H = 2λv2 obtemos a lagrangeana para o campo de

Higgs livre e com suas auto interações:

LH =
1

2
∂µH∂

µH − 1

2
m2
HH

2 − m2
H

2v
H3 − m2

H

8v2
H4. (1.25)

Com o valor de mH = 125, 09 GeV obtido nos experimentos de 2012 no

LHC [11, 12, 46] encontramos o valor da constante λ:

λ = 0, 13. (1.26)

1.3 Considerações sobre o setor fermiônico

no modelo padrão eletrofraco

Uma famı́lia de férmions fundamentais manifestam-se como campos qui-

rais sob as transformações de gauge do tipo SU(2)L×U(1)Y do MP. Os ope-

radores de projeção PR e PL são definidos como operadores que nos fornecem

as projeções quirais, chamadas de estados de mão-direita e de mão-esquerda

a partir de um spinor de Dirac:

PRψ ≡ ψR, PLψ ≡ ψL, (1.27)

onde valem as relações

ψ̄PR = ψ̄L, ψ̄PL = ψ̄R, (1.28)

P 2
R = PR, P 2

L = PL e (1.29)

PR + PL = 1. (1.30)

Os operadores que obedecem a estas propriedades são definidos como:

PR =
1

2
(1 + γ5), PL =

1

2
(1− γ5). (1.31)

A partir destas propriedades dos operadores de projeção podemos denotar

a lagrangenana de um campo de Dirac, L = ψ̄i∂µγ
µψ−mψ̄ψ, em termos dos

campos quirais. O termo cinético fica:

ψ̄i∂µγ
µψ = ψ̄Li∂µγ

µψL + ψ̄Ri∂µγ
µψR, (1.32)
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e o termo de massa:

−mψ̄ψ = −mψ̄RψL −mψ̄LψR. (1.33)

Percebe-se que o termo (1.32) é invariante de gauge, enquanto que o termo

(1.33) não o é. Portanto, um termo de massa para os férmions não pode ser

adicionada à teoria, implicando a ausência de massa para os férmions no MP

antes da quebra da simetria.

Em cada famı́lia, as componentes de mão-esquerda dos campos fermiônicos

aparecem em dubletos de SU(2)L×U(1)Y enquanto as componentes de mão-

direita aparecem em singletos. Não consideraremos aqui: neutrinos de mão-

direita. O setor fermiônico é representado por três famı́lias de quarks e léptons

quirais. Em cada dubleto há um lépton (l−) e seu neutrino correspondente

(νl) ou um quark up (qu) e um quark down (qd) representados por:

[
νl qu

l− qd

]
≡
(
νlL

l−L

)
,

(
quL

qdL

)
, l−R , quR , qdR, (1.34)

cada uma das famı́lias, ou seja, para as três famı́lias do MP temos:

[
νe u

e− d

]
,

[
νµ c

µ− s

]
,

[
ντ t

τ− b

]
. (1.35)

Para resolver a questão da impossibilidade de existência de massa para

os férmions, adiciona-se uma lagrangeana invariante de gauge e que acopla

os férmions ao dubleto escalar complexo Φ:

LY uk = −ydQ̄LΦdR − yuQ̄LΦ̃uR − ylL̄LΦlR + h.c., (1.36)

onde Φ̃ ≡ iσ2Φ∗; yd, yu e yl são matrizes de parâmetros livres. Os dubletos

de quarks e léptons de mão-esquerda são representados por Q̄L = (ūL d̄L)

e L̄L = (ν̄L l̄L), respectivamente; e os correspondentes singletos de mão-

direita são retratados como uR, dR e lR.

Após a diagonalização de (1.36), podemos escrever de forma expĺıcita no
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gauge unitário para o dubleto Φ a seguinte expressão:

LY uk =−
∑

d=d,s,b

ỹd√
2

(v +H)(d̄LdR + d̄RdL)−
∑

u=u,c,t

ỹu√
2

(v +H)(ūLuR + ūRuL)+

−
∑

l=e,µ,τ

ỹl√
2

(v +H)(l̄LlR + l̄RlL).

(1.37)

Definindo

mf ≡ ỹf
v√
2
, para f = d, s, b, u, c, t, e, µ, τ (1.38)

e usando a relação

ψ̄ψ = ψ̄LψR + ψ̄RψL, (1.39)

onde ψ representa um campo de Dirac genérico; temos que a lagrangeana

(1.36) adquire a seguinte forma:

LY uk = −
(

1 +
H

v

)( ∑

d=d,s,b

mdd̄d+
∑

u=u,c,t

muūu+
∑

l=e,µ,τ

ml l̄l

)
. (1.40)

O mecanismo de Higgs e a EWSB no contexto do MP contribui assim para o

surgimento de massa para as part́ıculas fermiônicas. Os acoplamentos ỹf são,

portanto dados em termos das massas dos férmions, que são determinadas

experimentalmente. Desta forma, esses parâmetros são de fato parâmetros

livres da teoria.
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Caṕıtulo 2

A largura de decaimento

H → γγ e as diversas

contribuições posśıveis

A largura de decaimento do bóson de Higgs em dois fótons pode ser

calculada por meio da utilização das regras de Feynman. Por não se acoplar

diretamente ao fóton, o bóson não decai em dois fótons a ńıvel de árvore.

Para descobrir uma expressão para a largura, calcula-se as contribuições de

1-loop na amplitude devido à presença de férmions, bósons de gauge W e

part́ıculas escalares.

No MP há apenas a contribuição do bóson W e dos férmions do modelo

para essa largura, mas em modelos além do MP é posśıvel haver contribuições

de novas part́ıculas, em particular, de um novo escalar. Por essa razão, in-

clúımos aqui também esta contribuição. Além desta part́ıcula escalar, outra

part́ıcula fermiônica genérica poderia ser adicionada. Os resultados apresen-

tados a seguir são resumos dos extensos cálculos realizados.

Classicamente, a medida da largura de decaimento de uma part́ıcula é

dada por:

Γ =
número de decaimentos

tempo de medida · densidade de part́ıculas iniciais
. (2.1)
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Em mecânica quântica, no entanto, a largura de decaimento é calculada em

termos da densidade de probabilidade de tal processo ocorrer. Portanto, a

taxa de decaimento diferencial é:

dΓ =
1

T
dP, (2.2)

onde T é o tempo do processo e dP é a densidade de probabilidade.

Dado dois estados |i〉 e |f〉 representando estados de um sistema antes e

depois de um decaimento, respectivamente, temos que a densidade de pro-

babilidade de um processo levar um estado a outro em teoria quântica de

campos é:

dP =
|〈f |S| i〉|2
〈f |f〉〈i| i〉

∏

j

V

(2π)3
d3pj, (2.3)

onde S é a conhecida matriz-S unitária que conecta os estados assintóticos

final e inicial de um sistema f́ısico que sofre espalhamento, V é o volume total

da região do processo (formalmente infinito, mas cujo valor não influencia no

fim do cálculo) e pj é o momento da part́ıcula j no estado final. Os termos

de normalização 〈i |i〉 e 〈f | f〉 são:

〈i| i〉 = 2EiV e 〈f |f〉 =
∏

j

(2EjV ), (2.4)

onde Ei e Ej representam as energias da part́ıcula inicial e da part́ıcula j

final, respectivamente.

Podemos expressar a matrix S em termo da amplitude de espalhamento

M: 〈f |(S − 1)| i〉 = (2π)4δ(4) (pi −
∑
pj) · iM.

dΓ =
|M|2
2Ei

δ(4)

(
pi −

∑

j

pj

)
(2π)4

∏

j

d3pj
(2π)3(2Ej)

. (2.5)

Para o caso do decaimento do bóson de Higgs em dois fótons, temos j = 1 e 2,

identificando cada um dos fótons finais. Como trata-se de duas part́ıculas

idênticas devemos dividir o resultado final da expressão acima por 2, que

serve como peso estat́ıstico que elimina as contagens repetidas de part́ıculas.

Integrando a expressão acima em todo o espaço dos momentos dos fótons
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finais no referencial do centro de massa (c.m.), obtemos uma expressão para

dΓ em termo do ângulo sólido diferencial dΩc.m. para o decaimento H → γγ:

dΓ

dΩc.m.

=
|M|2
128π2

1

mH

. (2.6)

Integrando a expressão (2.6) em dΩc.m. encontramos a largura total do

decaimento H → γγ:

Γ =
|M|2

32πmH

. (2.7)

As regras de Feynman úteis para a determinação das amplitudes do de-

caimento são as seguintes:

−igHff̄

H

f

f

i2m
2
W

v gµν
H

W+

W−

µ

ν

H −igHssm
2
H

2m2
s

S+

S+

f

f

γ
µ −ieQfγ

µ

W+

W−

γ

p1 p2

p3

µ

ν

δ

ieV µνδ(p1, p2, p3) = ie[(p2 − p3)
µgνδ + (p3 − p1)

νgδµ + (p1 − p2)
δgµν]
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W+

W−

γ

γ

µ

ν

δ

λ

−ie2Uµνδλ = −ie2[2gµνgδλ − gµδgνλ − gµλgνδ]

S+

S+

γ

µ

p′

p

−ieQs(p+ p′)µ

S+

S+

µ

ν

γ

γ

2ie2Q2
sg

µν

p

µ ǫ∗µ(p, µ)

f

p

i 1

✁p−mf+iǫ

p

W+

µ ν i
p2−m2

W

(
−gµν + pµpν

m2
W

)

p p

i
p2−m2

s+iǫ

S+

As constantes de acoplamento gHff̄ e v podem ser representadas em termo

da constante g da teoria eletrofaca da seguinte maneira:

gHff̄ ≡
gmf

2mW

(2.8)

v ≡ 2mW

g
(2.9)

Iniciaremos apresentando as contribuições presentes no MP: contribuição

dos férmions quirais e bósons W. Por último, será apresentada a contribuição

referente às part́ıculas escalares.
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2.1 A contribuição dos loops de férmions no

decaimento H → γγ

A seguir, temos os diagramas de Feynman da contribuição fermiônica em

ordem mais baixa da teoria de perturbações para o decaimento H → γγ:

H

k + p1

kf

γ

γ

µ

ν

p1 + p2

p1

p2

+ f

k + p2

k

p2

γ

γ

p1 µ

ν

H

p1 + p2

k − p2 k − p1

Seguindo as regras de Feynman apresentadas acima, temos que a ampli-

tude para a contribuição fermiônica é:

Mf =igHff̄ε
∗
µ(p1)ε∗ν(p2)×

×
∫

d4k

(2π)4

(
tr[i(��k +��p1 +mf )(iQfeγ

µ)i(��k +mf )(iQfeγ
ν)i(��k −��p2 +mf )]

[(k + p1)2 −m2
f ][k

2 −m2
f ][(k − p2)2 −m2

f ]
+

+
tr[i(��k +��p2 +mf )(iQfeγ

ν)i(��k +mf )(iQfeγ
µ)i(��k −��p1 +mf )]

[(k + p2)2 −m2
f ][k

2 −m2
f ][(k − p1)2 −m2

f ]

)
.

(2.10)

Como o vértice envolvendo um fóton e dois férmions contém uma matriz

γµ, necessita-se calcular na expressão acima o traço do produto de diversas

matrizes γ. Para tanto, utiliza-se as propriedades (A.1-A.4) da seção A.1 do

Apêndice A. Por exemplo, um dos termos que surgem no numerador interno

à integral é mfkαkβtr[γ
αγβγνγµ], cujo valor é 4mfk

2gµν .

Outra técnica bastante utilizada em cálculos de integrais de loop é a pa-

rametrização de Feynman. Nela, procuramos um forma de simplificar frações
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do integrando do tipo que aparece em (2.10), por exemplo:

1

[(k + p1)2 −m2
f ][k

2 −m2
f ][(k − p2)2 −m2

f ]
. (2.11)

Com esta técnica, consegue-se expressar o denominador do integrando em

um formato ideal para aplicar a regularização dimensional. Resultados gerais

da parametrização de Feynman úteis para a resolução deste tipo de problema

estão resumidos na seção A.2 do Apêndice A.

Ao expressar (2.11) em termos dos parâmetros de Feynman, obtemos o

resultado (A.12) da seção A.2 do Apêndice A. Substituindo esta solução em

(2.10) e invertendo a ordem de integração, obtemos uma soma de termos

proporcionais a: ∫ 1

0

du

∫ 1−u

0

dw

∫
d4x

(2π)4

1

[x2 − Λ]3
, (2.12)

∫ 1

0

du

∫ 1−u

0

dw

∫
d4x

(2π)4

x2

[x2 − Λ]3
e (2.13)

∫ 1

0

du

∫ 1−u

0

dw

∫
d4x

(2π)4

xµxν

[x2 − Λ]3
. (2.14)

As integrais na variável x podem ser calculadas por meio da regularização di-

mensional, outra técnica bastante usada em cálculos envolvendo loops, cujas

soluções são apresentadas na seção A.3 do Apêndice A. As técnicas apre-

sentadas nesta seção serão utilizada nas contribuições seguintes de maneira

análoga.

A importância da aplicabilidade desta regularização nesta e nas outras

contribuições vem do fato que a amplitude (2.10) (e as seguintes) apresentam

divergências logaŕıtmicas. No entando, a aplicação da regularização dimensi-

onal permite que organizemos os termos divergentes de forma que é posśıvel

mostrar que todos se cancelem ao final.

O resultado final da contribuição fermiônica após a resolução das integrais

de loop e a soma sobre as polarizações dos fótons finais é, portanto:

Mf = −i αm
2
H

4
√

2π

2gHff̄
mf

NcfQ
2
f (−2τf [1 + (1− τf )f(τf )]), (2.15)
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onde α é a constante de estrutura fina, Qf é a carga do férmion f , Ncf é o

número de cores do férmion (Ncf = 1 para léptons e Ncf = 3 para quarks),

τf =
4m2

f

m2
H

e a função f(τ) definida da seguinte maneira:

f(τ) =





(
sin−1

(√
1
τ

))2

, para τ ≥ 1,

−1
4

(
ln
(
η+
η−

)
− iπ

)2

, para τ < 1;
(2.16)

onde

η± ≡ (1±
√

1− τ). (2.17)

Dentre as contribuições fermiônicas, a dominante é a do quark top, pois a

contribuição é proporcional à massa do férmion. Ela será a única considerada

aqui com exceção de uma posśıvel part́ıcula genérica f adicional. De (2.8)

e (2.9) podemos expressar gHff̄ =
mf
v

. Portanto, considerando os seguintes

valores para o quark top: Nct = 3, Qt = +2
3

e τt =
4m2

t

m2
H

em (2.15), temos a

seguinte contribuição desta part́ıcula:

Mt = −iαm
2
H

4π

8

3v
(−2τt[1 + (1− τt)f(τt)]). (2.18)

2.2 A contribuição dos loops dos bósons de

gauge W no decaimento H → γγ

A seguir, temos os diagramas de Feynman da contribuição dos loops de W

em ordem mais baixa da teoria de perturbações para o decaimento H → γγ:
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H

k + p1+p2
2

k + −p1+p2
2

W+

γ

γ

µ

ν

p1 + p2

p1

p2

+α

β
ρ

σ
δ

λ p1 + p2

H α

λ
W+

δ

β
ρ

σ

γ

p2

p1

γ

ν

µ

p1 + p2
+ H α

λ
W+

δ

β

γ

γ

p1

p2

µ

ν

k − p1+p2
2

k + p1+p2
2

k − p1+p2
2

k + p1−p2
2

k + p1+p2
2

k − p1+p2
2

Definindo q1 ≡ k+ p1+p2
2

, q2 ≡ k+ −p1+p2
2

, q3 ≡ k− p1+p2
2

e obedecendo as

regras de Feynman apresentadas no ińıcio do caṕıtulo, obtemos a amplitude

para o primeiro diagrama do loop de bósons W:

MW1 =i
2m2

W

v
e2εµ∗(p1)εν∗(p2)×

×
∫

d4k

(2π)4

1

q2
1 −m2

W

(
−gαβ +

qα1 q
β
1

m2
W

)
Vµρβ(−p1,−q2, q1)×

× 1

q2
2 −m2

W

(
−gρσ +

qρ2q
σ
2

m2
W

)
Vνδσ(−p2,−q3, q2)×

× 1

q2
3 −m2

W

(
−gαδ +

qα3 q
δ
3

m2
W

)
,

(2.19)

onde Vµνδ(p1, p2, p3) é definido nas regras de Feynman apresentadas acima.

Usando a definição de q1 e q3 acima e definindo q̄2 = k+ p1−p2
2

, obtemos o

segundo diagrama a partir das seguintes trocas na amplitudeMW1: q2 → q̄2,
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p1 ↔ p2 e µ↔ ν. Portanto, temos:

MW3 =i
2m2

W

v
e2εµ∗(p1)εν∗(p2)×

×
∫

d4k

(2π)4

1

q2
1 −m2

W

(
−gαβ +

qα1 q
β
1

m2
W

)
Vνρβ(−p2,−q̄2, q1)×

× 1

q̄2
2 −m2

W

(
−gρσ +

q̄ρ2 q̄
σ
2

m2
W

)
Vµδσ(−p1,−q3, q̄2)×

× 1

q2
3 −m2

W

(
−gαδ +

qα3 q
δ
3

m2
W

)
.

(2.20)

De forma semelhante à primeira amplitude, temos q1 ≡ k + p1+p2
2

, q3 ≡
k − p1+p2

2
. Assim, obtemos a amplitude para o terceiro diagrama do loop de

bósons W:

MW2 =i
2m2

W

v
e2εµ∗(p1)εν∗(p2)×

×
∫

d4k

(2π)4

1

q2
1 −m2

W

(
−gαβ +

qα1 q
β
1

m2
W

)
Uβδµν×

× 1

q2
3 −m2

W

(
−gδα +

qδ3q
α
3

m2
W

)
,

(2.21)

onde Uµνδλ é definido nas regras de Feynman apresentadas acima.

O resultado da contribuição do loop de bósons W é dado pela somaMW =

MW1 +MW2 +MW3. O resultado da amplitude final da contribuição após

a resolução das integrais de loop e a soma sobre as polarizações dos fótons

finais é, portanto:

MW = −i α
4π

2m2
H

v
(2 + 3τW + 3τW (2− τW )f(τW )), (2.22)

onde τW =
4m2

W

m2
H

, α é a constante de estrutura fina e f(τ) é dado por (2.16).

2.3 A contribuição dos loops de part́ıculas es-

calares no decaimento H → γγ
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Por último, temos os diagramas de Feynman da posśıvel contribuição adi-

cional de part́ıculas escalares S carregadas, em ordem mais baixa da teoria

de perturbações para o decaimento H → γγ:

H

k + p1

kS+

γ

γ

µ

ν

p1 + p2

p1

p2

+

k − p2

p1 + p2
+ H

γ

γ

p1

p2

µ

ν

p1 + p2

H

k + p2

k − p1

S+ k

γ

γ

p2

p1 µ

ν

k − p2

k + p1

S+

De acordo com as regras de Feynman apresentadas, temos a contribuição

do primeiro diagrama do loop de part́ıculas escalares:

Ms1 =− igHssm
2
H

2m2
s

e2Q2
sε
∗
µ(p1)ε∗ν(p2)×

×
∫

d4k

(2π)4

(2k + p1)µ(2k − p2)ν

[(k + p1)2 −m2
s][k

2 −m2
s][(k − p2)2 −m2

s]
.

(2.23)

Com as trocas p1 ↔ p2 e µ↔ ν na amplitude (2.23), obtemos a segunda

aplitude Ms3:

Ms3 =− igHssm
2
H

2m2
s

e2Q2
sε
∗
µ(p1)ε∗ν(p2)×

×
∫

d4k

(2π)4

(2k + p2)ν(2k − p1)µ

[(k + p2)2 −m2
s][k

2 −m2
s][(k − p1)2 −m2

s]
.

(2.24)

Analogamente a Ms1 e Ms3, obtemos a amplitude para o terceiro dia-
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grama do loop de escalares pelas regras de Feynman:

Ms2 =i
gHssm

2
H

m2
s

e2Q2
sg
µνε∗µ(p1)ε∗ν(p2)×

×
∫

d4k

(2π)4

1

[(k + p1)2 −m2
s][(k − p2)2 −m2

s]
.

(2.25)

Por fim, o resultado desta contribuição é dado pela soma Ms = Ms1 +

Ms2 +Ms3. O resultado final desta amplitude após a resolução das integrais

de loop e a soma sobre as polarizações dos fótons finais é, portanto:

Ms = −iαm
2
H

4π

gHss
m2
s

τs[1− τsf(τs)], (2.26)

onde τs = 4m2
s

m2
H

, α é a constante de estrutura fina, f(τ) é dado por (2.16).

Estamos considerando escalares de carga +e e sem cor que aparecem em

extensões do MP como modelos com dois dubletos de Higgs.

2.4 A largura do bóson de Higgs no decai-

mento H → γγ

Nesta seção, iremos utilizar os resultados apresentados acima para obter

uma expressão final da largura Γ(H → γγ) deixando livre o acoplamento

gHss. Usamos os resultados (2.15), (2.22) e (2.26) em (2.7) para obter a

largura de decaimento do bóson de Higgs em dois fótons em um modelo

composto por um conjunto de part́ıculas de spin 0, 1/2 e 1. Desta forma

apresentada, a largura pode ser expressa como:

Γ(H → γγ) =
α2g2

1024π3

m3
H

m2
W

∣∣∣∣∣
∑

f

NcfQ
2
fF1/2 + F1 +

gHss
g

mW

m2
H

F0

∣∣∣∣∣

2

, (2.27)

onde as funções Fi(τ) são dadas por:

F1/2(τ) = −2τ [1 + (1− τ)f(τ)], (2.28)

F1(τ) = 2 + 3τ + 3τ(2− τ)f(τ) (2.29)

F0(τ) = τ [1− τf(τ)], (2.30)
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e o ı́ndice i refere-se ao spin da part́ıcula e a função f(τ) é dada por (2.16).

Para as part́ıculas do MP o acoplamento com o bóson de Higgs é dado em

termos de g, como mostrado em (2.8) e (2.9).Qf é a carga elétrica da part́ıcula

f dada em unidades da carga e, Ncf é o número de cores da part́ıcula f e τ

é dado por:

τ =
4m2

f

m2
H

. (2.31)
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F
1
2
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)

F12(τb) = 0,116

F12(τt) = -1,376

Figura 2.1: Função de loop para contribuição das part́ıculas de spin 1
2
,

equação (2.28).

As funções de loop para cada tipo de part́ıcula estão representadas pelos

gráficos das Figuras 2.1, 2.2 e 2.3. Na figura 2.1, dois pontos destacam os

valores de F1/2(τ) para o quark top e o quark bottom. Os valores de τ para

cada tipo de part́ıcula foram calculados considerando mt = 173, 21 GeV,

mb = 4, 18 GeV e mH = 125, 09 GeV [49]. Na Figura 2.2 está indicado o

F1(τ) para o bóson de gauge W, cujo valor foi obtido para mW = 80, 385

GeV e mH = 125, 09 GeV [49].
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τ

F
1
(τ
)

F1(τW ) = 8,327

Figura 2.2: Função de loop para contribuição das part́ıculas de spin 1, equação

(2.29).

É notável, a partir da equação (2.27), que a largura de decaimento é

senśıvel ao valor das funções de loop. Percebe-se nas Figuras 2.1 e 2.2 que

as funções de loop do quark top e do bóson W são dominantes. Na equação

(2.27), estas part́ıculas contribuem com

bóson W → F1(τW ) = 8, 327, (2.32)

quark top→ 3× (2/3)2 × F1/2(τt) = −1, 835 e (2.33)

quark bottom→ 3× (1/3)2 × F1/2(τb) = 0, 039 (2.34)

no somatório. As contribuições do restante das part́ıculas fermiônicas se tor-

nam cada vez mais despreźıveis à medida que suas massas diminuem, como

pode ser visto pelo comportamento da função de loop para τ < τb na Figura

2.1. Vemos que, para mf ≤ mb, essas contribuições são positivas somando um

total de 0, 096 incluindo todos os férmions do MP com massa menor que a

do quark top. Como o top e o bottom são as duas part́ıculas fermiônicas com
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Figura 2.3: Função de loop para contribuição das part́ıculas de spin 0, equação

(2.30).

maior massa conhecida, então pode-se desprezar quaisquer férmions que não

seja o quark top no cálculo de Γ(H → γγ) e incluir as outras contribuições

na incerteza teórica da estimativa.

Observando as Figuras 2.1 e 2.3, é posśıvel ver como a adição de part́ıculas

poderia afetar a largura. Valores positivos ou negativos dessas funções de loop

poderia contribuir para o aumento ou diminuição do valor do Γ(H → γγ).

No MP, apenas as contribuições do quark top e dos bósons W são consi-

deradas. Portanto, conhecendo os valores do valor esperado de vácuo, v, da

massa do bóson de Higgs, mH , e das funções de loop para cada uma dessas

part́ıculas é posśıvel obter um valor para a largura de decaimento de H → γγ

previsto pelo MP. Como v ≈ 246 GeV, F1/2(τt) = −1, 376 e F1(τW ) = 8, 327

então a largura para mH = 125, 09 GeV é dada por:

ΓMP (H → γγ) = (9, 165± 0, 134) keV, (2.35)

onde estimamos a incerteza devido aos demais férmions do MP.
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O valor previsto pelo MP para a largura total do bóson de Higgs con-

siderando uma massa de mH = 125, 09 GeV é de ΓH = (4, 100 ± 0, 030)

MeV [50]. Desta forma, obtemos a razão de ramificação para o decaimento

H → γγ usando (2.35):

ΓMP (H → γγ)

ΓH
= 2, 24 · 10−3. (2.36)

O que é perfeitamente compat́ıvel com (2, 28± 0, 11) · 10−3 [50].

Podemos agora nos perguntar se ainda é posśıvel adicionar um escalar.

Nesse caso, a amplitude total do decaimento é dada comoM =Mt+MW +

Ms. Assim, a largura (2.7) do processo para este modelo, considerando gHss

como um parâmetro livre, é:

Γ(H → γγ) =
α2m3

H

1024π3

∣∣∣∣
8

3v
F1/2(τt) +

2

v
F1(τW ) +

gHss
m2

F0(τs)

∣∣∣∣
2

. (2.37)

Para 0 ≤ gHss ≤ 4π observamos que a contribuição de um escalar car-

regado pode no máximo aumentar ΓMP (H → γγ) de 9, 165 keV para 9, 192

keV, o que é compat́ıvel com a incerteza da largura. Conclúımos que um

escalar carregado, que contribui para H → γγ ainda é permitido.
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Conclusões

A largura do bóson de Higgs no decaimento em dois fótons é calculada

por meio das regras de Feynman obtidas das interações entre campos do MP

com a incorporação do mecanismo de Higgs. Uma expressão para a largura é

obtida calculando as contribuições de 1-loop de férmions elementares e bósons

de gauge W. Estas part́ıculas são as únicas que se acoplam tanto com o bóson

de Higgs quanto com fótons de forma mais significativa, de acordo com as

previsões do MP.

Em modelos além do MP consideramos haver contribuições de novas

part́ıculas. De forma geral, é posśıvel adicionar contribuições de loops for-

mados por novos férmions ou escalares. A expressão para a largura de de-

caimento fica, portanto, em termos dos acoplamentos e massas destas no-

vas part́ıculas. Comentamos como a parametrização de Feynman e a regula-

rização dimensional são necessárias como ferramentas de manipulação para

resolver cálculos de integrais de loop e eliminar as divergências logaŕıtmicas.

Foi obtida uma expressão geral para a largura Γ(H → γγ) a partir da

amplitude M composta pela a união das contribuições de W , férmions e

escalares: (2.15), (2.22), (2.26), respectivamente. Esta largura é expressa por

(2.27) e pelas funções de loop (2.28), (2.29) e (2.30).

As Figuras 2.1, 2.2 e 2.3 representam funções de loop e servem para

ilustrar o quão senśıvel estas funções são em relação às massas das part́ıculas.

Os dois primeiros gráficos esclarecem como o quark top e o bóson W dominam

a largura do decaimento. As contribuições delas somadas representam quase
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duzentas vezes as contribuições das outras part́ıculas, justificando o desprezo

de quaisquer férmions que não seja o quark top no cálculo de Γ(H → γγ).

Em posse dos valores dos acoplamentos e das imagens das funções de loop

para o bóson W e quark top, foi estimado o valor (9, 165± 0, 134) keV para

Γ(H → γγ). Este valor considera apenas as duas contribuições dominates.

Inclúımos na incerteza da previsão da largura o efeito dos demais férmions.

Utilizando o valor previsto para a largura total do bóson de Higgs, foi obtido

2, 24 · 10−3 para a razão de ramificação para o canal H → γγ.

Em particular, calculamos a largura do processo com a adição de um

escalar dado por (2.37). Observa-se que a largura de decaimento é senśıvel ao

valor das funções de loop. Isto torna posśıvel alterar a largura a partir desta

adição de part́ıculas. Contribuições negativas e positivas podem contribuir

para aumento ou diminuição do valor da largura do decaimento, como se

vê nas Figuras 2.1 e 2.3. No entanto, para ms > 100 GeV e 0 ≤ gHss ≤
4π, é posśıvel obter uma largura H → γγ com valores dentro da incerteza

experimental. Conclúımos quer a largura de H em dois γ’s ainda permite a

existência de um bóson escalar carregado que se acopla ao Higgs.
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Apêndice A

Técnicas para cálculos de

integrais de loop

A.1 Propriedades do traço das matrizes γ

Em cálculos envolvendo loops de part́ıculas fermiônicas é comum sur-

gir traços de matrizes γ no numerador do integrando. Aqui, ele aprece na

contribuição fermiônica do decaimento H → γγ mostrado na seção 2.1. As

seguintes propriedades são úteis para a resolução do problema:

tr[1] = 4, (A.1)

tr[número ı́mpar de γ′s] = 0, (A.2)

tr[γµγν ] = 4gµν , (A.3)

tr[γµγνγργσ] = 4(gµνgρσ − gµρgνσ + gµσgνρ), (A.4)

tr[γ5] = 0, (A.5)

tr[γµγνγ5] = 0, (A.6)

tr[γµγνγργσγ5] = −4iεµνρσ. (A.7)
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A.2 Parâmetros de Feynman

Esta técnica é útil para simplificar expressões para propagadores internos

de loops com a finalidade de aplicar a regularização dimensional. A partir

da adição de parâmetros reais conhecidos como parâmetros de Feynman,

ela exibe frações usuais como integrais. A seguir, exibimos as frações mais

apropriadas para os problemas abordados neste trabalho:

1

ab
=

∫ 1

0

dx
1

[(1− x)b+ xa]2
, (A.8)

1

abc
= 2

∫ 1

0

dx

∫ 1

0

dy
x

[axy + bx(1− y) + c(1− x)]3
=

= 2

∫ 1

0

du

∫ 1−u

0

dw
1

[aw + b(1− u− w) + cu]3
.

(A.9)

Como exemplo, vamos representar a expressão de (2.10)

1

[(k + p1)2 −m2
f ][k

2 −m2
f ][(k − p2)2 −m2

f ]
(A.10)

utilizando parâmetros de Feynman. Para começar, definimos a ≡ (k+ p1)2−
m2
f , b ≡ k2−m2

f e c ≡ (k−p2)2−m2
f , e substitúımos estes termos na segunda

igualdade de (A.9):

1

abc
= 2

∫ 1

0

du

∫ 1−u

0

dw

1

[((k + p1)2 −m2
f )w + (k2 −m2

f )(1− u− w) + ((k − p2)2 −m2
f )u]3

=

= 2

∫ 1

0

du

∫ 1−u

0

dw
1

[k2 + 2k · (wp1 − up2)−m2
f ]

3
.

(A.11)

É de bastante utilidade completar o quadrado na variável k de k2+2k ·(wp1−
up2) − m2

f do denominador. Desta forma, é posśıvel expressar o resultado

acima como:
1

abc
= 2

∫ 1

0

du

∫ 1−u

0

dw
1

[l2 − Λ]3
, (A.12)

59



onde l é dado em função de k, w, p1, p2 e mf ; e Λ em função das mesmas

variáveis com exceção de k.

Este procedimento é feito analogamente a este exemplo em todas as in-

tegrais de loop envolvidas no decaimento H → γγ. Em loops com dois pro-

pagadores internos, como os encontrados nas contribuições de loop de W e

de escalar, usa-se a relação (A.8) e em loops com três propagadores internos

usa-se (A.9).

A.3 Regularização dimensional

As integrais de loop, quando formulada em termos dos parâmetros de

Feynman, permite-nos usar a regularização dimensional na variável l ao in-

verter a ordem de integração. Como exemplo, o resultado da parametrizacão

(A.12) é aplicado em (2.10). Uma soma de termos proporcionais a (2.12),

(2.13) e (2.14) é obtida.

As seguintes soluções servem para esse tipo de problema e demais cálculos

de integrais loop:

∫
ddl

(2π)d
1

[l2 − Λ]n
=

(−1)ni

(4π)
d
2

Γ
(
n− d

2

)

Γ(n)

(
1

Λ

)n− d
2

, (A.13)

∫
ddl

(2π)d
l2

[l2 − Λ]n
=

(−1)n−1i

(4π)
d
2

d

2

Γ
(
n− d

2
− 1
)

Γ(n)

(
1

Λ

)n− d
2
−1

, (A.14)

∫
ddl

(2π)d
lµlν

[l2 − Λ]n
=

(−1)n−1i

(4π)
d
2

gµν

2

Γ
(
n− d

2
− 1
)

Γ(n)

(
1

Λ

)n− d
2
−1

, (A.15)

∫
ddl

(2π)d
(l2)2

[l2 − Λ]n
=

(−1)ni

(4π)
d
2

d(d+ 2)

4

Γ
(
n− d

2
− 1
)

Γ(n)

(
1

Λ

)n− d
2
−2

e (A.16)

∫
ddl

(2π)d
lµlνlρlσ

[l2 − Λ]n
=

(−1)ni

(4π)
d
2

1

4

Γ
(
n− d

2
− 2
)

Γ(n)

(
1

Λ

)n− d
2
−2

×

×(gµνgρσ + gµρgνσ + gµσgνρ).

(A.17)
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Algumas destas integrais apresentam divergências nos cálculos referentes

a este trabalho. Nos casos onde temos n = 2 e d = 4 em (A.13), n = 3 e

d = 4 em (A.14) e (A.15) a função Γ apresenta argumento zero, portanto, é

uma função divergente. Nestes casos, desconsideramos d = 4 no prinćıpio e

expressamos

Γ

(
2− d

2

)
e

(
1

Λ

)2− d
2

(A.18)

como

Γ
( ε

2

)
e

(
1

Λ

) ε
2

(A.19)

para valores de ε tendendo a zero, onde ε = 4− d. Desta forma, temos:

Γ
(
ε
2

)

(4π)
d
2

(
1

Λ

) ε
2

=
1

(4π)
d
2

(δε− log Λ), (A.20)

onde δε = 2
ε
− γ + O(ε) é um termo que seria divergente para d = 4 e é

eliminado por cancelamento simples na computação da largura Γ(H → γγ).
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