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Resumo

Neste trabalho realizamos uma abordagem fenomenolédgica da observacao de novos bdsons
de spin-1 associados ao setor de Quebra de Simetria Eletrofraca. Como motivagdo a essa
analise estudamos primeiramente o caso especial de modelos baseados no mecanismo de Quebra
espontanea de Simetria por Condicdes de Contorno, os quais também apresentam uma torre
de bésons vetoriais de Kaluza-Klein assegurando a unitariedade no espalhamento entre bésons
gauge.

Na andlise fenomenologica efetuamos uma abordagem independente de modelo analisando
o potencial do Large Hadron Collider (LHC) na detecgao de novos bosons vetoriais associados
ao setor de quebra de simetria. Para tal estudamos os processos pp — liijT, It~ B,
IRIT1-FBr e 1M1 jj (I, I' = e, pe j = jato) obtendo que o LHC possui um grande potencial

de descoberta ou exclusao dessa classe de extensoes ao Modelo Padrao.
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Abstract

In this work we performed a phenomenological observation of new spin-1 bosons associated
with the Electroweak Symmetry Breaking sector. As motivation for this analysis we previously
studied the special case of models based on the mechanism of Eletroweak Symmetry Breaking
via Boundary Conditions, which also have a tower vector of Kaluza-Klein bosons ensuring

unitarity in scattering between gauge bosons.

In the phenomenological analysis we performed a model independent approach to analy-
zing the potential of the Large Hadron Collider (LHC) in the detection of new vector bosons
associated with the symmetry breaking sector. For this we studied the processes pp — 155 B,
V=B, VI~ Br and 171755 (I, I’ = e, pe j = jets) getting that the LHC has great poten-

tial for discovery or exclusion of this class of extensions to the Standard Model.
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Capitulo 1

Introducao

O Modelo Padrao das Particulas Elementares é uma teoria que tem sido objeto
de intenso escrutineo experimental. Tendo suas predigoes paulatinamente con-
firmadas passando pela descoberta das correntes neutras na década de 70, pela
producao direta de W= e Z na década de 80 aos dias de hoje em que efetuamos
testes de precisao indicando um incrivel acordo entre os resultados experimentais
e as predicoes do modelo.

Todavia o setor de quebra espontanea de simetria desse modelo ainda carece
de maiores confirmacoes experimentais, dado que o seu ingrediente fundamental
uma particula escalar denominada Higgs, ainda nao foi descoberta. Além disso
temos que sua existéncia nos colocaria diante de um problema iminente, pois sua
massa possui correcoes radiativas dependendo quadraticamente do cutoff da teoria,
implicando em um ajuste fino nao natural desse parametro ja na escala de 1 TeV.
Esse problema, denominado Problema da Hierarquia de Escalas, é um dos maiores
indicios de uma possivel observacao de nova fisica no Large Hadron Collider (LHC),
um acelerador de particulas tipo pp construido no CERN com energia do centro
de massa de /s = 14 TeV.

Almejando contornar esse ajuste fino um conjunto bastante amplo de teorias
foi proposto ao longo dos tltimos anos. Uma das propostas mais recentes sao
os Higgsless Models |21, 24|, onde a quebra da simetria ocorre por condicoes de
contorno em uma dimensao extra compacta, e a unitariedade no espalhamento dos
bosons vetoriais W e Z é assegurada pela existéncia de torres de bosons vetoriais
massivos.

Para obtermos um melhor entendimento dessas questoes efetuamos no capitulo

2 deste trabalho uma abordagem sobre os aspectos fundamentais do Modelo Padrao



analisando suas interacoes, o mecanismo de quebra espontanea de simetria, os
limites tedricos e experimentais na massa do Higgs e o Problema da Hierarquia de
Escalas.

No capitulo 3 expusemos uma possivel solugao ao problema da Hierarquia, a
saber, o mecanismo de Quebra Espontanea de Simetria por Condicoes de Contorno.
Mostramos suas caracteristicas fundamentais e quais os requisitos que as teorias
que o utilizam devem satisfazer para ser uma possivel Teoria Além do Modelo
Padrao.

Por fim, efetuamos uma analise independente de modelo, no capitulo 4, para
os sinais de producao de novos bosons vetoriais no LHC. Os quais sao previstos,
por exemplo, pelas teorias com Quebra Espontanea de Simetria por Condigoes
de Contorno. Nessa andlise escolhemos 5 canais de producao dos novos bosons
vetoriais, expressos nas equagoes (4.1) e (4.2), e apontamos o espago de parametros

que é passivel de observacio no LHC com uma luminosidade integrada de 100 fb™.



Capitulo 2

O Modelo Padrao das Particulas

Elementares

"It doesn’t matter how beautiful your theory is, it doesn’t matter how smart you
are. If it doesn’t agree with experiment, it’s wrong"”

Richard P. Feynman

2.1 O Modelo Padrao

O Modelo Padrao (MP) é uma teoria de unificagao das forgas forte, fraca e eletro-
magnética onde estas originam-se da troca de bosons de gauge de spin 1 entre as
particulas que constituem a matéria. Os bosons de gauge eletrofracos estao asso-
ciados ao grupo de simetria SU(2), ® U(1)y e os das interagoes fortes ao grupo
SU(3). (1, 2, 3, 4].

O Modelo Padrao possui dois tipos de campos:

e Bosons de Gauge: Estes bosons estao associados aos geradores do grupo de
simetria do MP
SU3).®@SU((2), @ U(1)y. (2.1)

Associadas a interacao forte temos 8 particulas GL"B nao massivas denomi-
nadas glions, que correspondem ao subgrupo SU(3).. O indice "c¢" remete
a "cor". Toda particula que transforma em relacao a essa parte do grupo
de gauge se acopla aos glions e possui um indice de cor. Seus 8 geradores

satisfazem as seguintes propriedades:
1
[T T = if*Te, txr(TT%) = 55“, (2.2)
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onde f¢ ¢ o tensor de estrutura do grupo e os geradores na representacao funda-

mental sdo associados as matrizes de Gell-Mann (\*) por
)\a

No setor eletrofraco temos 1 béson B, associado subgrupo U(1)y, que corres-

T° (2.3)

ponde ao gerador Y (hipercarga), e 3 bosons de gauge W,}3 associados ao fator

SU(2)r cujos geradores I* satisfazem®

(1%, 1) = de*ere,  [1°Y] =0, (2.4)
possuindo a seguinte representacao fundamental:

o 0 1 1 0
I“="—: o' = . o’ = . 2.5
2 (1 O) (O —1) (2:5)

Associados a cada fator do grupo temos os seguintes tensores de intensidade

VR
. O
o |
~.
~
w

G, =0,G% — 9,G5 + g, [ GG
We, =0,W — 0,W5 + ge™ W W¢ (2.6)
B,, =0,B, — 0,B,,

onde g,, g e ¢’ sdo respectivamente as constantes de acoplamento dos grupos

SU(B)C, SU(Q)L [§] U(l)y

e Campos de Matéria: Esse conjunto é constituido por particulas fundamen-
tais de spin % As interacoes desses férmions podem ser resumidas facilmente
apenas dizendo como eles se transformam em relagao ao grupo de gauge do
MP, veja a tabela (2.1). Nesta tabela vemos que os férmions possuem trés
familias de particulas, onde cada familia se acopla de modo idéntico aos bo-
sons de gauge. Além disso, temos que apenas os quarks interagem fortemente,
interacao inexistente entre os Iéptons, donde temos que estes sao respectiva-
mente tripletos e singletos de cor. Temos ainda que esses férmions sao quirais
Yr.r = 3(1F7°), onde os férmions de mao esquerda (Left-handed) sdo duble-

tos de SU(2) 1, enquanto os de mao direita (Right-handed) sao singletos. Por

1O indice "L" indica que s6 fermions de mao esquerda trasformam por SU(2)y.

11



fim, visando incorporar o eletromagnetismo atribui-se a hipercarga niimeros

quanticos que satisfacam a relagdo de Gell-mann-Nishijima (2.7)

Q=1+Y,

(2.7)

onde @ sera identificado como o gerador do U(1)gy, grupo que resultara

da quebra espontanea da simetria SU(2), ® U(l)y — U(1)ga, conforme

veremos na segao (2.2.2).

| 1° Familia | 2° Familia | 3° Familia | SU(3). | SU(2), | U(1)y |

ur, cr L 1
() ) ) e
UR CR tR 3 1 %

dr SR br 3 1 —%
) ) ) e

er KL TL

ER UR TR 1 1 -1

Tabela 2.1: Campos de matéria do Modelo Padrao com seus respectivos nimeros
quanticos.

No que segue, por simplicidade, vamos nos concentrar apenas em uma geracao

de quarks conforme [2]:

%Z(Z) ; Yy = UR, 3 =dpg
L

O que segue também ¢ valido para o setor leptonico desde que facamos a seguinte

w1:<ye> ) ¢2:O7
€ L

Dado o contetido de matéria® e o grupo de simetria do MP agora vamos montar

(2.8)

correspondéncia’:

wg = €R (29)

a lagrangeana do modelo. Para tal a regra é inserir todos os termos possiveis que
satisfacam a simetria de gauge e sejam renormalizaveis. Para facilitar a exposi¢ao

vamos dividir a lagrangiana do MP Ly;p em:

2No caso leptonico definimos s = 0, pois no modelo padrio ndo existe neutrino de mio
direita conforme a tabela (2.1).

3Na verdade s6 ap6s a quebra espontanea de simetria nossos campos estardo completos, com
a inclusao do Higgs.
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‘CMP - £fev"mion + £gauge + ﬁescalar + £yuk: (210)

onde L fermion € a lagrangiana da parte fermionica, £gq,4. a lagrangiana dos campos
de gauge, Lcgcalar se refere a parte escalar e £, remete as interacoes de Yukawa
férmions-escalar.

Comecemos com a parte fermionica:

3

Lfermion - Z“Ej<l’>’}/#D#¢j($) (211)

=1

possuindo as seguintes derivadas covariantes*

 Ma - Cara
D,y () = (@b + ZQSEG,U + zg?WM +ig YlBM> U ()
. )\a a .
D, ipo(z) = <8u + ZgSEGM +ig YQBM> o ()
- N e
D, )s(z) = <8“ + zgs?Gu +ig Yg,BM> s (z), (2.12)

construidas de tal modo a garantir que D,1)(z) transforme-se analogamente a 1(x),

assegurando a invariancia de (2.11) sob as transformagoes de gauge abaixo®:

Wi (@) =" (x) =" P OULUT ) ()
o) — Py() =€y ()
() = y(x) =30y () (2.13)

com a transformacgao por SU(2).

Uy, = exp (i%a@a(w)) (2.14)

e a por SU(3).

U, = exp (i%@a(x)) | (2.15)

4Para 1; sendo léptons a parte de interacdo com os gluons (igs%“GZ) é nula, dado que esses
férmions nao possuem cor.

®Note que explicitamos os indices de cor, assim ] () ¢ um quark com indice de cor n = 1,2, 3.
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A exigéncia da invariancia da lagrangiana sob essas transformacoes impoe que os

campos de gauge B, Wy, G} transformem-se infinitesimalmente segundo

wa%%@wdmw—;@<w

W () W ()= () — f“www>—§mwm>

G (z) +Go(x) =G(x) — PG (z) — é@lﬂ“(x). (2.16)

Por fim, tendo em vista que os tensores de intensidade transformam-se do seguinte

modo

B—>B
—%mﬁw(tm)@

A a )\ a
7GW — U, (7(;“”) Ul (2.17)

entao ao construir a lagrangiana para os termos cinéticos dos campos de gauge

comao:

1 1 a b 1 2@ )\b
'Cgauge ZBMVB;M/ - 5 (J M/;fy Wﬁ”) - §t1’ ( Ga —Gb )
1 v a v a v

temos de imediato a garantia da invariancia de gauge para (2.18).

Note que apesar de sabermos experimentalmente da existéncia de boésons de
gauge eletrofracos e férmions massivos nao adicionamos de modo direto esses ter-
mos de massa na lagrangiana, pois:

- Termos de massa para os bdsons de gauge (MT‘Q’VMV“) violam a simetria de
gauge, nao sendo invariantes por (2.16).

- Termos de massa para os férmions (—ma1)) também quebram a simetria
explicitamente, pois esses termos ligam a parte Left-handed 7, com a parte Right-

handed g, as quais transformam-se diferentemente por SU(2),.
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- S[/1—=7° 1+4° 2 - -
—mip = —mip | (1) + (5 ) | ¥ = —mnbs + i) (219)
Na secao sobre Quebra Espontanea de Simetria, que estd por vir, veremos como

superar esses problemas.

2.1.1 Interagoes Fortes (QCD)

As lagrangeanas L fermion (2.11) € Lyauge (2.18) possuem termos de interagao forte,

ou seja, termos de interacao involvendo glions os quais destacamos abaixo:

m a pe )\a
‘CQé’D == gsGu Z Qf’Yu (7) 5 fo
f (07
g gz
+§f”bc(0ﬂG‘; — 0,,GZ)G§GZ — Z‘Sf“bcfadeGZGgGZGi (2.20)

onde ¢ denota um quark de cor a e sabor f (u, d, ¢, s, t, b). Na primeira linha de
(2.20) temos as interagoes de cor entre quarks e gluons, e pelo caracter ndo abeliano
do grupo SU(3),., temos também auto-interagoes cibicas e quarticas entre glions
na segunda linha.

Vale destacar que a intensidade das interacoes fortes é governada por uma tnica
constante de acoplamento, g, sendo independente das particulas que participam

da interacao. Fato que é consequéncia direta da simetria de gauge adotada, SU(3)..

2.1.2 Interagoes com Correntes Carregadas

Destacando os termos de interacao entre bosons de gauge de SU(2), ® U(1)y e

férmions, presentes em L fermion (2.11),

_ o owE Vet S
—gh s . v —g'B. Yyt 2.21
g ( VI W )% 3 yibiy" (2:21)

onde definimos os bdsons de gauge carregados Wj como

1 ,
W, = 7 (W, FiW?). (2.22)

Entao, considerando apenas a primeira familia de quarks e léptons, temos os
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seguintes termos de interacao entre férmions e os bosons de gauge carregados,

denominados de interacoes de correntes carregadas:

Lo = - [W: (upy"dy + veryter) + W, (CZL'y“uL + éL’y”VeL)} (2.23)

V2

2.1.3 Interacoes com Correntes Neutras

Observamos em (2.21) que ainda falta exibir as interagdes dos bosons de gauge
eletrofracos Wi’ e B,. Assim como no caso das correntes carregadas vamos ex-
pressar essas interacoes em termos dos bdsons de gauge que sao auto-estados de

massa, Z, e A,, como veremos apos a exposi¢ao do mecanismo de Higgs:

w2\ cos Oy  sin Oy Z, (2.24)
B, ~\ —sinfy  cosfy A, .

Onde o angulo Oy, denominado angulo de mistura eletrofraco, é dado por
/

tan Oy = g (2.25)
9

que garante a interpretagao do A, como f6ton, pois providencia dentre outras coisas

que este campo nao se acople com os neutrinos, que possuem carga elétrica nula.

Entao, usando (2.24) vemos que a lagrangiana das correntes neutras ¢ diagonal
)

nos sabores possuindo a seguinte forma

3
Lyc ==Y " [A, (glssinby + g'yi cos bw) + Z, (915 cos by — g'ys sin b)) 1);.
=1

(2.26)
Essa expressao pode ser simplificada se tomarmos partido da relacao de Gell-

Man-Nishijimma (2.7) e da expressao (2.25) que pode ser reescrita como:

gsinfy = ¢ cosby = e (2.27)

gcosBy + ¢ sinfy = \/g?+ g2 = S — (2.28)

sin Oy cos Oy

Assim,
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e
sin Oy cos Oy

3
Lync = — Z @Z_}Z/ylt |:6QiA;L + (]3 — sin? QWQz) ZM:| 77[)1 (229)
=1

Podemos ainda introduzir uma notagao mais usual:

sin Oy cos Oy

Lye=->_ [ {eQiAﬂ o (95 - 9£v5> ZM] f (2.30)
f

com g, = I e gf = 1] (1 —4|Qy|sin® Ow) explicitados na tabela (2.2) para os

diferentes férmions f.

’ Férmions ‘ g{; ‘ gf; ‘
quarks up % — %sin2 Oy %
quarks down —3 4 2sin” Oy | —3
neutrinos % %
léptons carregados —% + 2sin? Oy —%

Tabela 2.2: Acoplamentos vetorial e axial dos quarks e léptons com o Z°.

Observamos que as interacoes foton-férmions, presentes no primeiro termo de
(2.30), possuem um peso que é proporcinal a carga elétrica (). Garantindo como ja
destacado que os neutrinos nao se acoplem com os fo6tons. Por fim, se compararmos
esse termo com a QED interpretamos que "e", definido em (2.27), faz o papel de
constante de acoplamento eletromagnética sendo simplismente o valor absoluto da

carga do elétron.

2.1.4 Interacao entre os bésons de gauge eletrofracos

Os bosons vetoriais eletrofracos possuem termos de interacao cibicos e quarticos,

todos provenientes da parte associada a SU(2);, em Lyquqe (2.18).

1

L==3

we, Wi (2.31)

Os termos cibicos sao
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=Lww~ + Lwwz, (2.32)

com

Ly =ie[("W ™" — W) WrA, - ("W — W) WA,

“w
+ W, W (0" AY — 9 AM)] (2.33)
£WWZ =te cot QW[(E)“W_” - QVW_“) W:ZV — (8“W+” — 8VW+'U') W“_ZV
+WIWF (02 — 07 2")] (2.34)

Ja os termos quarticos

1
£4 - - _g2€ab05adeWﬁW5WdHWey

4
1
Iy —
=Lwwww + Lwwzz + Lwway + Lwwzy (2.35)
com
Lwwww = — _c [(W+W_“)2 — W+w+“W_W_”] (2.36)
2sin? Oy " s v

EWWZZ = — 62 COJC2 HW [W:WﬁMZVZV — W;Z“W;ZV} (237)
Lwway =— € [WSWHA A —W AW, A (2.38)

Lwwzy = — 2 cot by [2WW HZ,AY — W ZHW, A — WA, Z7] (2.39)

Vale destacar que nao vemos vértices com apenas fotons e Z’s devido a algebra
do grupo SU(2); nao permitir, forcando sempre a presenga de pelo menos dois

boésons carregados W.
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2.2 Quebra Espontanea de Simetria

Apesar do foton ser um béson ndo massivo os bosons de gauge W= e Z possuem
massas detectadas experimentalmente de alto valor: my, ~ 80 GeV e my ~ 90
GeV, donde temos a necessidade iminente de inserir um mecanismo que gere massa
a esses bdsons sem quebrar a simetria de gauge explicitamente. Nesta secao ana-

lisaremos o mecanismo utilizado pelo MP para providenciar essas massas.

2.2.1 O Teorema de Goldstone

Considere a lagrangiana formada pelo campo escalar complexo ¢ = \% (P1 + igp2)

L=0,0)06-V(s), V(¢)=p2dlo+A(61¢)°, (A>0)  (2.40)

que é invariante sob transformagoes de fase globais do grupo de simetria U(1),
¢ — e'“¢. Para que o potencial seja limitado inferiormente tomamos A > 0, ja no
que concerne o comportamento de V (¢) quanto ao sinal de p? vamos reescrever a

lagrangiana em termos de ¢; e ¢o para procedermos a anélise:

2 1
ﬁ—%@myﬁ+@@www%%ﬁ+%%gMﬁ+%ﬂ (A>0). (2.41)

a) u? > 0: Temos que o minimo do potencial estd em ¢ = 0 e o vacuo,
assim como a lagrangiana, é simétrico por transformagoes U(1) globais. Neste
caso interpretamos (2.41) como uma lagrangeana de dois campos escalares reais
de mesma massa p com um termo de interagao proporcional a .

b) p? < 0: Temos o minimo do potencial em um circulo de raio v = \/—‘1\—2 no
plano (¢1, o). Neste caso apesar da lagrangeana ser invariante por U(1) o mesmo
nao acontece com o vacuo por este ser infinitamente degenerado. Para proceder a
andlise deste caso vamos, sem perda de generalidade, escolher como vicuo o ponto
91 = v, ¢ = 0 e expandir £ em funcdo dos campos 7 e & entorno desse como
segue:

¢(z) = —= (v +n(z) +i&(x)) (2.42)

Sl
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L= 5 @undn +0,60°6) + pn? — Do (7 + &%) — % (" +8) =V (@) (243)

De (2.43) interpretamos que no caso p? < 0 temos dois campos escalares reais
no espectro, um massivo (1) de massa m, = \/—242 e outro nio massivo (£),
que ¢ denominado de boson de Goldstone. O fato deste campo ser nao massivo
tem origem na forma do potencial, veja figura (2.1), o qual é plano em dire¢oes

tangentes a (§) nao oferecendo resisténcia a excita¢oes nessa direcao.

vig)
Vi)

b2

@y #

el = =

— R

circulo de raio v

(a} &)

Figura 2.1: Potencial da lagrangeana (2.41) no caso (a) com g > 0 e no caso (b)
com p? < 0, onde temos a quebra espontanea da simetria.

Este é apenas um caso particular do Teorema de Goldstone: "Se uma la-
grangeana € invariante sob um grupo de simetria global e continuo G, mas se o
vdcuo for invariante sob um subgrupo H C G, entao teremos para cada gerador
quebrado, i.e., geradores de G que nao pertencem a H, uma particula de spin-0

sem massa (bdson de Goldstone)".

2.2.2 O Mecanismo de Higgs

Nesta subsecao veremos como os bosons de Goldstone cooperando com os bosons
de gauge podem gerar massas para esses ultimos. Esta é a base do Mecanismo
de Higgs do Modelo Padrao, que é o modo mais simples de superar o problema
de gerar massas para os bosons de gauge (W=, Z), termos que nio podem ser
introduzidos de modo direto na lagrangeana do MP por violar explicitamente a
simetria do modelo.

Esse mecanismo consiste na inser¢cao do dubleto escalar complexo
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6= ( f; > (2.44)

que transforma-se como um singleto por SU(3)., um dubleto por SU(2) e possui
hipercarga Y, = Q4 — I3 = % A esse dubleto associamos a lagrangiana (2.45)
analoga a lagrangiana de Goldstone, s6 que agora invariante por SU(3).2SU(2),®

U(1)y local.

‘Cescalar = (DV¢)T DV¢ - M2¢T¢ —A (¢T¢)2 ) <>‘ > Ov /LQ < 0) (245)
Dy¢ = (8, + igl* W +ig'YyB,) ¢ (2.46)

Como p? < 0 aqui também teremos um vicuo degenerado que é dado pelo

minimo do potencial de (2.45)

677 + [0°]* = e (2.47)
2

Visando manter a carga elétrica conservada escolhe-se um vacuo de tal modo que

apenas o campo escalar neutro (¢°) adquire um valor esperado no vacuo (vev).

U/O\/§ ) iy (2.48)

Vamos explicitar como a escolha desse vacuo quebra a simetria do modo dese-
jado, a saber, SU(2), ® U(1)y — U(1)gp conforme [1].

Para o vacuo ser invariante sobre um gerador 7 temos que ter satisfeita exp (iat) <

< 0|p|0 >= (

¢ >o=< ¢ >q, i.e., T < ¢ >¢o= 0. Deste modo facilmente constatamos que todos

os 4 geradores do grupo SU(2), ® U(1)y sao quebrados

01<¢>0:<U/(;/§>7é0
02<¢>0:<_w0/\/§>7é0
O'3<¢>0:<_U(/)\/§>7’é

Y < ¢ >p=1< ¢ >¢# 0, (2.49)
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contudo o gerador do grupo U(1)gys continua deixando o vacuo invariante

Q<op>=U3+Y)<d>o=0, (2.50)

entao pelo teorema de Goldstone teremos 3 bésons nao massivos.

Parametrizando a lagrangiana em relacao ao minimo do potencial escrevendo

¢ (x) = exp (%) ( @ ) (2.51)

V2
com quatro campos reais (*(x) e H (z). Note que apesar do terceiro gerador
quebrado ortogonal a @) ser K = %3 — Y, utilizamos na expansiao o3, pois o
resultado ¢ o mesmo tendo em vista (2.50) e que 0 = K + Q.

Lembrando que os bosons de Goldstone nos permitem distinguir os diferentes
vacuos sem custo de energia, entdo identificamos os 3 campos (* (x) com os bdsons
associados aos 3 geradores quebrados. Mas como veremos podemos fazer estes
campos sumirem do espectro com uma simples escolha de gauge, denominado

gauge unitario:

s ma ~Q O
¢ — ¢ =exp (_@2:}7 > b = ( o H () > (2.52)

Escrevendo Lescaiar (2.45) no gauge unitéario

1 1 A
Loscatar =7 (0,H)” — W?H? — §>\U2H2 — \H? — ZH4
1 1
+z_192 (v+ H)? WJW’“—i—g\/gQ—i—g’Q (v+ H) Z,2" (2.53)
vemos que os bosons vetoriais W+ e Z ganharam massa
1 1
My = F9Y; My = 5@\/92—1—9’2; My =0, (2.54)

isso é devido a absor¢ao dos bosons de Goldstone como suas componentes longitu-
dinais, enquanto isso o féton continua nao massivo como desejado, pois o gerador
@ do U(1)ga nao foi quebrado.

Note que além de gerar massas para os bosons de gauge em (2.53), também
obtemos com este procedimento um campo escalar real H (z), nomeado de Higgs.

Nas secoes posteriores detalharemos as interacoes e os limites tedricos e experi-
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mentais sobre a massa desta que é a tnica particula do MP nao observada expe-

rimentalmente até a presente data.

2.2.3 Massa para os férmions e a matriz CKM

Para solucionar o problema de gerar massa aos férmions, o MP toma partido de
uma possibilidade aberta através da introdugao do campo escalar complexo (2.44)
no modelo. A possibilidade que estamos nos referindo diz respeito a construcao
de interacoes de Yukawa, as quais sao renormalizaveis e satisfazem a simetria de
gauge.

Para expressarmos essa parte da lagrangeana do MP vamos explicitar todas as
familias, pois nesse caso existira a possibilidade de mistura entre elas mesmo antes
de passarmos da base de gauge (base que utilizamos até o momento) & base de

massas, cujos campos sao auto-estados da matriz de massa.

— k7 i ¢+ ! i ¢0* /
Lyur = — ( u;, d; )L [h(Jd) ( @O > iRt % ( —¢ Uir
- 77 17 ¢+ /
_ ( vl )Lh({) ( & > jR+h.c. (2.55)

Com hZL), hz('l), hi{) (i, j=1,2,3) arbitrarios, ou seja, ndo sao preditos pelo MP tendo
que ser obtidos experimentalmente. A "linha" indica que estamos na base de gauge

com a seguinte notagao:

7 / /
V; =V, V), Uy
/ !/ !/ /
l':ea,uaT
/ / / /
w, =u, c,t

d =d, sV (2.56)

Além disso note que utilizamos além do dubleto escalar complexo usual (2.44),

fizemos uso também no segundo termo do dubleto

¢ =jop* = ¢ 2.57
vmie-( %) s

23



que sera responsavel por dar massas aos quarks up depois da quebra da simetria,

veja:

H
Eyuk:_(l“_;) ( ’LL\/_h‘z‘)j(d ;R+UZL\/— R+ZzL\/_hZ]l,R+hC>
(2.58)

As matrizes

@ @ _ Y. 0 U0
M _Thm, M) = Zshis My = h (2.59)

sao denomindas matrizes de massa. Diagonalizando-as podemos expressar os cam-
pos fermidnicos de auto-estados de gauge para auto-estados de massa.

Tendo em vista que toda matriz quadrada pode ser diagonalizada por uma
transformacao biunitaria, entdo podemos sempre encontrar as matrizes U™ L.R>

Uy g, UV p que diagonalizam (2.59):

MM U( UBYiC )U( =diag (my, Me, my) (2.60)
M :U(d)TM( )U( = diag (mg, ms, mp) (2.61)
MO = TM U = diag (me, my, m;) (2.62)

Entao,

HY /- . a
Lyur, = — (1 + E) (diLMi(jd)de + aiLMi(j Jujr + liLMi(jl)ljR + h.c.) (2.63)

os auto-estados de massa, denotados sem "linha", sdo obtidos dos auto-estados de

gauge por:

d l

_ gt s _ g7t g (Ol¥7
U;R = Uin ujR’ diR = Uz]R d]Rﬂ liR = Uz]Rl]R (264)
Observe que o acoplamento dos férmions com o béson de Higgs é diretamente
proporcional a massa dos férmions. Donde temos que os neutrinos, por serem
considerados nao massivos no MP, nao se acoplam com este boson.

Agora que apresentamos a lagrangeana (2.63) em termos dos auto-estados de

24



massa, o proximo passo é ver o que muda se expressarmos as outras partes da
lagrangeana do MP em termos desses auto-estados. De imediato temos que os
termos cinéticos e a lagrangiana das correntes neutras possuem a mesma forma da

base de gauge por serem diagonais nos sabores:

Fuft =RUUD = Fofe
Frfr =frUS U fr = Frfr, f=(u,dl) (2.65)

Essa invariancia de sabor no MP para as correntes neutras é conhecida como
mecanismo de GIM.

Ao analisar a lagrangeana para correntes carregadas vamos explorar o fato dos
neutrinos nao terem termos de massa, o que possibilita defini-los na base de massas

cOomao:

v, = UYW, (2.66)

Assim podemos escrever a lagrangeana para correntes carregadas (2.23), neste caso

explicitando todas as familias, como:

Lo=—-L W (" Vigdsn + iy lin) + W, (CZiLVH‘/i;ujL + l_iL’Y“ViLﬂ

V2

(2.67)
Com V definido do seguinte modo
Vud Vus Vub
V=00 = | Vi Ve Ve |- (2.68)
Via Vis Vi

Entao vemos que o termo leptonico mantém a sua forma gracas a definicao
(2.66), entretanto na parte hadronica aparece uma matriz V', denominada matriz
de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM). Essa matriz contém informacdo sobre
todas as possiveis transicoes de sabor de qualquer quark up para todos os quarks
down. Estes processos de troca de sabores entre os quarks sao obtidos experimen-
talmente possuindo as seguintes magnitudes para os elementos da matriz CKM
[10].
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0.974 0.226 0.004
V=1 0225 0973 0.041 (2.69)
0.009 0.041 1

2.2.4 As interagoes do Higgs

Visando gerar massa para os bosons de gauge e férmions no MP introduzimos um
dubleto escalar complexo. Esse dubleto, apés a quebra espontanea de simetria,
tem 3 graus de liberdade (os bosons de Goldstone) absorvidos para gerar massa
para os bosons vetoriais deixando apenas um campo escalar real no espectro, o
Higgs. Essa particula é a Gnica prevista pelo MP que até a presente data nao foi
detectada experimentalmente.

Uma das questoes fundamentais na busca por qualquer particula ¢ saber quais
sao seus termos de interagao. No caso do Higgs do MP podemos obter esses
termos da lagrangiana do campo escalar (2.53) e da lagrangiana de Yukawa (2.63).

Destacando dessas os termos que possuem o Higgs

1 M2 M2
LHiggs =3 (@H(’)"H — M?{H?) _ 2_51[_[3 _ 8_£H4

2 H?\ MZ_ _. (2, H?
+ My, Wi+ (;H+ F) + 5 2! (;H+ ﬁ>

H /- . _
- (diLijd)de + UM+ LM g + h.c.) , (2.70)

com

My = /212 = V2. (2.71)

Dos termos de interacao em Ly,9s Observamos que uma caracteristica peculiar
desse campo escalar é possuir acoplamentos sempre dependentes da massa da

particula com quem ele interage e do vev (v).

2.3 Simetria Custodial

Observando as massas dos bosons de gauge W e Z (2.54) e a definigdo do angulo

de mistura temos que o MP satisfaz em ordem de arvore:
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2
M
M2 cos? Oy,

p 1. (2.72)

Essa relacao ¢ apenas uma das facetas da existéncia da simetria SU(2) custodial
[3, 11, 12, 13], uma simetria aproximada do MP. Para melhor analisi-la vamos

definir a matriz de Higgs conforme ref. [13]

VoA
com a simetria de gauge SU(2);, ® U(1)y agindo sobre ® do seguinte modo

_i . _L ¢0* ¢+
@ = 5 (6,0) = ( ) (2.73)

d U, SU2); (2.74)
d —Pe 38 U(1)y. (2.75)

Assim podemos expressar Lescarar (2.45) como

Loseatar = tr (D, @) D"®) =V (@) (2.76)

desde que o potencial e a derivada covariante sejam

V (®) =ptr (910) + A [tr (0@)]” (2.77)
a /

Dy =0,® +ig 5 Wiid —i%B, o, (2.78)
onde a matriz o3 aparece na transformagao (2.75) e na derivada covariante devido
a ¢ e ¢° terem hipercargas com sinais opostos.

Considere agora o caso em que o acoplamento da hipercarga ¢ nulo, ¢ = 0
(sinfy = 0). Neste contexto a simetria global SU(2)r

> — UL (2.79)

fica manifesta em Lescaiar (2.76). Donde temos que antes da quebra espontanea de
simetria Lescalar, N0 limite ¢’ = 0 (sin Oy = 0), satisfaz a simetria global SU(2), ®
SU(2)r

d — U, U, (2.80)
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onde SU(2)y, global provém da simetria de gauge.

Tomando o valor esperado do vacuo para o Higgs

< 0|®[0 >= % ( (1) (1) > (2.81)

temos a quebra da simetria

SU©2), ® SU2)z — SU2) 14, (2.82)

pois vemos que (2.80) fica satisfeita apenas no caso Uy = Ug.

<O>U,<®>U] (2.83)

Essa simetria resultante SU(2), g intitulamos simetria custodial.
Sob essa simetria os 3 bosons de gauge W;** trasformam-se como um tripleto,

o que implica que eles possuem a mesma massa. Combinando esse resultado com

1 1
5 %ZMZM :§M% (COS HWVVS — sin QWBM>2

1
25]\/[% cos® Oy WW2 4 .. (2.84)
Entdo a massa de W3 pela simetria custodial SU(2)r g ¢

Mg, = M3 cos® Oy, (2.85)

que implica p = 1. Todavia no MP temos que ¢’ # 0, implicando na quebra
explicita da simetria custodial devido as interagoes do grupo de gauge U(1)y, além
disso temos que as correcoes aos propagadores do W e Z oriundas de férmions
massivos quebram essa simetria. Devido a esses termos aparecerao correcoes a
1-loop para p = 1, que apesar de serem muito pequenas podem ser detectadas
experimentalmente.

A correcao proveniente dos fémions cuja contribuicao majoritaria provém dos

quarks top e bottom [14] é

_ 3Gp ( ) ) m2m; 1 mf)
P 872/2 '

A segunda contribui¢ao ao parametro p provém do fato de ¢’ # 0, dando origem

(2.86)

as correcoes radiativas nas massas do W e Z devidas ao Higgs:
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Ap

11GpM2sin® 6 M3
_ 1Gpdysin Wln( H) (2.87)

24+/272 M2
Apesar de essa correcao depender apenas logaritmicamente na massa do Higgs
sendo menor que a correcao dos férmions, gracas ao parametro p ser determinado
com grande acuracia experimental pode-se inferir destes limites & massa do Higgs.
Na verdade desse parametro provém um dos maiores vinculos experimentais na
massa deste boson contribuindo sobremaneira na construcao do grafico (2.3), que
serd detalhado na proxima se¢ao.

Fazendo um ajuste global aos dados do LEP conforme referéncia [10] tomando

que:

114.4GeV <My < 191GeV
M, =173.1 £ 2.9GeV
a, =0.1215 £ 0.0017 (2.88)

obtemos o valor experimental para p muito proximo da unidade

Peap = 1.0000270:0007. (2.89)

Esse fato impoe a qualquer teoria que aspire ser uma teoria além do MP que
esta tenha inserida a simetria custodial de um modo aproximado, satisfazendo
os vinculos experimentais. No modelo sem Higgs que estudaremos no proéximo

capitulo, veremos um modo de realizar tal feito.

2.4 Resultados experimentais

As interacoes eletrofracas do MP tem sido objeto de intenso escrutineo experimen-
tal. Comprovando, por exemplo, as predi¢oes do modelo quanto as propriedades
das correntes neutras, as propriedades dos bosons vetoriais W+ e Z dentre int-
meros outros aspectos. Para exemplificar, ressaltamos a medicao do nimero de
sabores para os neutrinos, que foram feitas nas "fabricas de Z’s" do CERN e SLAC
extraida da relagdo entre a largura experimental do Z em neutrinos (Ijnyisiver) € &

prevista pelo MP decaindo em uma s6 espécie de neutrino.
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Nl/ :Finvisivel/FMP(Z — Viﬂz) (290)
onde a [';,isiver € Obtida através da relacao

Finvisvel - FZ - Fhadronico - SFleptonico- (291)

Resultando em N, = 2.984 + 0.008 [10] que estd em pleno acordo com a existéncia

de 3 neutrinos v, v, v;.

Measurement Fit |omeas-Ofjgmea

0 1 2 3

m,[GeV] 91.1875+0.0021 91.1874
r,[GeV] 2.4952+0.0023  2.4959
o’ [nb]  41540+0.037 41478

R, 20.767 +0.025  20.742
AY 0.01714 + 0.00095 0.01643
Ry 0.21629 + 0.00066 0.21579
R, 0.1721+0.0030  0.1723
AL 0.0992 + 0.0016  0.1038
AL 0.0707 £ 0.0035  0.0742
A, 0.923 + 0.020 0.935
A, 0.670 + 0.027 0.668
A(SLD) 0.1513+ 0.0021  0.1480
m, [GeV] 80.399+0.025  80.378
rwlGevl  2.098+0.048 2.092
m, [ GeV] 1731+ 13 173.2
March 2009 6 1 2 é

Figura 2.2: Comparacao entre os resultados experimentais e o melhor ajuste global
ao MP, ref. [19].

Como comprovacao da concordancia dos resultados experimentais com o pre-
visto pelo MP expomos a figura (2.2), que possui na coluna da esquerda as medigoes
de alguns observéaveis obtidos no LEP, SLC e Tevatron. Na coluna da direita temos

o melhor ajuste as predicoes do MP incluindo corregoes radiativas. Estes resul-
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tados mostram o impressionante ajuste do MP com os resultados experimentais,
pelo menos até a escala de energia que provamos na atualidade.

Esses resultados experimentais também podem ser utilizados para prever a
massa do Higgs, veja a figura (2.3). Nesta temos um ajuste feito pelo LEP
Eletroweak Working Group [19] de Ax? em fung¢ao da massa do Higgs utilizando os
resultados experimentais do LEP, SLC e Tevatron. Esta figura indica uma massa

para o Higgs

6 March 20?9 : mLim“' = 2&63 GeV
(6) — i
5- L L Bl = _
i —0.02758£0.00035
1 % % - 0.02749+0.00012 1
4 3 tees incl. low Q? data —
N>< |
3 — —
<
2 - —]
1 - —]
0 Excluded . Preliminary
30 100 300

my, [ GeV]

Figura 2.3: Ax? = x* — x2,,, em funcdo da massa do Higgs obtido através de
um ajuste global dos dados do LEP, SLC e Tevatron. A faixa colorida vertical
indica regides com 95% confianga de exclusao através de buscas diretas no LEP e
Tevatron, ref. [19].

My = 90735 GeV. (2.92)

Com

My < 163GeV  (95% CL). (2.93)

Contudo quando incluimos o vinculo de busca direta pelo Higgs no LEP, denotado
pela faixa amarela, My > 114 GeV (95% CL) temos que o limite superior sobe

para
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My <191 GeV  (95% CL). (2.94)

Dado esse vinculo experimental temos que se o Higgs realmente existir nos estamos

muito préoximos de encontra-lo.

2.5 Limites tedéricos na massa do Higgs

Apesar do MP nao fornecer um valor preciso para a massa do bosons de Higgs
equagao (2.71), argumentos teoricos que garantem a consisténcia do modelo podem

nos ajudar colocando limites superior e inferior a essa massa.

2.5.1 Unitariedade

Podemos obter um vinculo superior & massa do Higgs simplesmente utilizando
argumentos de unitariedade no espalhamento de bosons de gauge conforme [11, 14].
Para procedermos esta analise vamos tomar partido do Teorema da Equivaléncia
[15], este nos diz que no regime de altas energias pode-se aproximar o espalhamento
entre bosons vetoriaiscom polarizacao longitudinal pelo espalhamento entre bosons
de Goldstone. Para entender essa equivaléncia devemos lembrar que os vetores de

polarizagdo dos bosons vetoriais V com momento p* = (E, 0,0, |p]) sao

0 0 1Pl |p]
1 0 T 1] 0
nooo_ ®o_ . L " P
=g [T e T o [ B2 | o
0 0 E 171
(2.95)

Portanto para espalhamentos a altas energias (E > My ) a principal contribuigao
E
My -
sobre Quebra Espontanea de Simetria, esse grau de liberdade longitudinal é devido

provém da polarizagao longitudinal, |ef| ~ Mas como ja vimos na se¢ao
justamente aos bosons de Goldstone.

Para calcularmos o espalhamento a altas energias de W, W, — W,/ W, uti-
lizando o Teorema da Fquivaléncia devemos saber quais as regras de Feynman
para os bosons de Goldstone. Com esse objetivo escrevemos o dubleto de Higgs

como feito em [14]
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_i —wg—iwl
¢_\/§<U+H+iw3> (2.96)

e o potencial V (¢) do seguinte modo

V =266+ A (616)°
Mg

> o 8
Z 2 H Z 2
8v ( 2v —

i=1
:]2\4—1% (w+w*)2 + MTI?IHcﬁw + .. (2.97)
onde w* = (w; Fiwy) /v/2 sido os boésons de Goldstone carregados. Assim con-
seguimos estabelecer as regras de Feynman que precisivamos como sendo —2i M % /v?
para o vértice com 4 bésons de Goldstone e —iM% /v para o vértice com 2 bosons
de Goldstone interagindo com o Higgs.
De posse dessas regras finalmente podemos calcular a amplitude desse espalha-

mento que possui os diagramas expressos na figura (2.4)

w w w w w [

Figura 2.4: Diagramas que contribuem ao espalhamento wtw™ — wfw™.

2i M2 —iM2\? i —iM2\?
MWW, = Wiw,) = -2 H "
( LoL L L) V2 + v S—M?{+ v t— M%
(2.98)
sendo s = (Pina +pm,2)2 o quadrado da energia do centro de massa do sistema e
t= (pout,l - pin,l)Q-

Sabendo que a secao de choque diferencial e a amplitude estao relacionadas por

do  |MJ?
dQ  64m2s
e que a amplitude em termos de ondas parciais

(2.99)
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M =167 (21 + 1) P (cosb) a, (2.100)

1=0
onde P, (x) s@o os polindomios de Legendre, podemos expressar a secao de choque

através de

0=— i (20 + 1) |ay)*. (2.101)

=0

Entao se fizermos uso do Teorema dptico

1
o=—-ImM(0 =0) (2.102)
s
temos que para satisfazer (2.101) e (2.102) é necessario:

Im (@) = |ay|? (2.103)

Podendo ser reescrito como

) 1\* 1
(Re a;)” + ]mal—g =T (2.104)

Lembrando que essa é apenas a expressao de um circulo no plano complexo de raio
1/2 centrado no ponto (0,1/2). Assim

. (2.105)

DN | —

|Re (@) | <

Vamos aplicar esse vinculo de unitariedade para a onda parcial I=0 no limite

s> M}

0 0
1 1 M? M? M?
- | am| = - dt=—1 (2 1 =
9= 16ms M 167r3/ v? ( +s—MI2{+t—M§I)
M M
~ — 2+0 | — 2.106
167mv? ( * ( s ( )

Entao com este resultado para ag e pelo vinculo de unitariedade pertubativa

da teoria, conseguimos estabelecer um limite superior a massa do bdson de Higgs

M? < 470? < (872 GeV)? . (2.107)
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Considerando outros processos além de W, W, — W W, obtemos um vinculo

mais forte conforme [11]

M? < (780 GeV)?. (2.108)

Analisando a condigao de unitariedade sob outra perspectiva M > s, ou seja,
no caso em que nao observa-se o Higgs, obtemos uma escala critica de energia
(,/sc) onde espera-se ver alguma Fisica Além do Modelo Padrao. Considerando

novamente o espalhamento W, W, — W W, obtemos

ap (whw™ = wlfw™) Mp>s — (2.109)

3272’

Portanto para satisfazermos a condigdo de unitariedade (2.105) é necessario que

V5o < 1.8 TeV. (2.110)

Usando outros espalhamentos esse limite pode ser reduzido para:

V5. < 1.2TeV. (2.111)

Este limite nos diz que nao encontrando o Higgs do MP nés devemos ver nova
fisica entre 1-2 TeV, fato que justifica toda a excitacao da comunidade cientifica
com a entrada em funcionamento do Large Hadron Collider (LHC), um colisor
proton-proton de /s = 14 TeV.

2.5.2 Trivialidade e Estabilidade do Vacuo

Os limites que vamos impor agora a massa do Higgs provém de correcoes radiativas
ao acoplamento quartico do Higgs A (Q?). A equagdo do Grupo de Renormalizagio

em ordem de 1-loop fornece conforme referéncia [14]:

A\ 1 3 3 )
- 1202 + 6002 — 2 (362 + ¢2) — 372 —(24 2 4 g2 )
dlogQ? 1672 FOM = SA (g +07) =X+ 5 (207 + (07 7)) |+
(2.112)

com A\ = ﬂmt/v e as reticéncias indicam termos de ordens superiores, prove-

nientes de fémions mais leves, que foram omitidos . O primeiro limite que vamos es-
tudar é o de Trivialidade. Nesta condigao A é muito grande e como M% = 2\ (v?) v?

temos que My também é. Esse limite permite considerarmos apenas o primeiro
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termo de (2.112)

d\ 3
— = )\ 2.11
dlogQ)?  4x? (2.113)
Cuja solucao é:
A(v)

A@) -

(2.114)
1— 22 (v)In <f)2—22>

Aumentando a escala de energia a partir de Q ~ v vemos que \(Q?) possui
um poélo, denominado pdlo de Landau, que nos fornece o valor maximo da escala
de energia onde a teoria de perturbacdo funciona. Para nao atingirmos o pélo
impomos que 1/A(Q?%) > 0, obtendo assim um limite superior para a massa do

Higgs

2 _ gmriv?
7" 3m (ﬁ—s)’

onde A é o cutoff da teoria, ou seja, a escala onde aparece nova fisica.

(2.115)

Agora vamos abordar o limite de Estabilidade, este assegura A > 0 limitando o
potencial do Higgs inferiormente. Na equacao (2.112) os termos dominantes para

A ~ 0 sao

dlogQ?  16m2

dA 1 3 o 2
l—:ﬂf + 76 (294 + (¢* + ¢") )} : (2.116)

com solucao

m2 2
M@ = A (1) + [mt 3

o | tTe (2g4 + (9% + g’2)2>] In (%) . (2.117)

Ao impor a condigao A (Q?) > 0 nos leva a um limite inferior & massa do Higgs

M2 > v? {12m;1 3 A?

v ~ 2 (26t + (¢ '22>1 = 2.118
8m2 | vt 16<g+(g+g) e ) ( )
pois A (v?) = M%/(20?).

Assim dos limites de Trivialidade e Estabilidade obtemos limites superior e
inferior para a massa do Higgs em funcao do cutoff da teoria, como indica a figura
(2.5). Supondo por exemplo que o MP ¢ valido até 10'® GeV, entao a massa do

Higgs ficaria vinculada entre 130 GeV e 170 GeV. Se esse vinculo nao for satisfeito
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obtemos um sinal de fisica além do MP.

2.6 O Problema da Hierarquia do Modelo Padrao

Devido ao MP estar em perfeito acordo com os resultados experimentais uma
questao que deve ser posta é: Se o Higgs do MP, com uma massa que satisfaca
os vinculos tedricos e experimentais fosse descoberto, entao isso garantiria nao ver
nenhum sinal de nova fisica até uma escala de energia muito alta? O que veremos
nesta secao é que essa op¢ao iria implicar em um ajuste fino dos parametros de
um modo nao natural, ou seja, sem nenhuma simetria que o assegure. E o mais
empolgante, a escala de energia em que esse ajuste fino comeca a ser importante
é a escala a ser explorada pelo LHC 1-10 TeV, assim havendo nova fisica ela sera
vista em breve [16, 17].

Para entendermos melhor esse problema vamos analisar como aparecem as
correcoes na massa dos férmions e dos bosons de gauge do MP e porque para estes
nao esperamos nenhum ajuste fino. Considerando primeiro a corre¢ao a massa dos
férmions, temos que esta possui sempre a seguinte forma

A2
dmyx meln | — |, (2.119)

2
my

onde a massa do férmion renormalizada é dada pela soma da massa nua com
a corre¢ao radiativa acima, m} = my + dmy. Entao para os férmions temos
que a correcao da massa é sempre proporcional a sua massa nua, garantindo que
as correcoes sejam pequenas. Fste fato é uma consequéncia de ao tomarmos a
massa do fémion nula ampliamos as simetrias da teoria, sendo a teoria neste limite

invariante por transformagcoes quirais U(1)p ® U(1)L,

VR — eFip

v — ety (2.120)

Como essa simetria é quebrada pelos acoplamentos de Yukawa, os quais sao pro-
porcionais a massa dos férmions, é garantido deste modo que as corregoes sejam
proporcionais a my.

Situacao analoga ocorre com as correcoes a massa dos bosons de gauge. Pois

quando a massa desses bosons é nula a simetria de gauge é restaurada, fato que
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garante correcoes a massa dos bosons sempre proporcionais a massa nua dos mes-
mos.

Todavia quando consideramos a correcao a massa do Higgs nao existe nenhuma
simetria que salvaguarde a proporcionalidade desta com a sua massa nua assegu-
rando que esta seja naturalmente pequena. Pelo contrario, as correcoes sao pro-
porcionais ao quadrado do cutoff da teoria, exigindo assim um ajuste fino entre a
massa nua e a correcao, de modo a obtermos uma massa para o Higgs que satisfaca
os limites tedricos e experimentais expostos nas secoes anteriores.

Calculando os termos dominantes para essa corregao obtemos conforme [11]:

2

A 1
OM? ~ (_6A$ + = (9¢° + 3¢”) + 6)\) (2.121)

3272 4
Se tomarmos o cutoff da teoria em A = 10 TeV temos que a massa do Higgs é
dada por [17]

M]%I :Mlzi,tree + 6]\/[1%1

A2 1
%M?{,tree -+ W (—6>\? —+ Zl (992 + 39/2) + 6)\)
~M3 e — (100 — 10 — 5) (200 GeV)? (2.122)

Donde vemos que o Problema da Hierarquia aparece claramente na escala A =
10 TeV, pois para obtermos a massa do Higgs temos que fazer um ajuste fino de 1
parte em 100.

Para analisarmos qual é a escala de energia que estes cancelamentos comecam
a ficar importantes vamos reescrever a correcao a massa do Higgs de modo que

facilite essa analise [16]:

A 2
M}~ — [ ——— 2 2.12
SME ( T 00Gev> (2.123)

Entao para obtermos uma naturalidade devemos ter um cutoff menor que 1 TeV.
Isso justifica o porqué de nao termos visto fisica além do MP em colisores até
hoje, pois esses possuem energias limitadas superiormente por 1 TeV e somente
para energias maiores que esta esse ajuste fino cresce em importancia, entao isso
justifica a esperanca de toda a comunidade cientifica para ver fisica nova com a
entrada em funcionamento do LHC que possui /s = 14 TeV.

Combinando os limites tedricos temos os vinculos sobre a massa do Higgs ex-
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Figura 2.5: Regides permitidas & My em funcdo do cutoff da teoria A. Nos ex-
tremos superior e inferior em preto temos os limites de Trivialidade e Estabilidade
respectivamente. Nas partes em vermelho temos regides de ajuste fino de 1% e
10% como indicado no gréafico. A regidao em branco é consistente com um ajuste
fino menor que 10%, ref. [18].

pressos na figura (2.5), onde nas partes em preto temos os limites de trivialidade
e estabilidade e nas regides em vermelho os limites de ajuste fino de 1% e 10%.
Além desses a referéncia [18] também apresenta na parte nomeada "Electroweak",
regiao excluida por testes de precisao do MP referentes a extensoes fortemente
acopladas.

Combinando o grafico (2.5) com o vinculo experimental (2.94) concluimos que
o cutoff A é sempre menor que 10 TeV, isso se considerarmos como limite para ver
nova fisica um ajuste fino de 10%. Logo o LHC deve nos proporcionar observar

alguma fisica nova muito em breve.
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Capitulo 3

Quebra espontanea de simetria por

condicoes de contorno

Vimos no capitulo anterior que o mecanismo de quebra de simetria do MP nos
coloca diante de um ajuste fino ja na escala de 1 TeV. Para contornar esse pro-
blema foram criados uma infinidade de modelos os quais utilizam algum tipo de
mecanismo para efetuar a quebra espontanea da simetria eletrofraca. Um dos
mecanismos mais recentes, cujo trabalho seminal data apenas de meados de 2003
[21], realiza a quebra da simetria por condi¢bes de contorno. Esses modelos (Hig-
gsless models) possuem ainda outra caracteristica peculiar: a unitariedade do es-
palhamento de bosons vetoriais W e Z nao é garantida pelo Higgs como no MP,

mas sim por torres de bésons vetoriais massivos.

3.1 Teorias de gauge em uma dimensao extra com-
pacta: fixacao de gauge e condicoes de con-

torno

Nesta secao, que possui um carater introdutorio, iremos obter quais sao as condicoes
de contorno consistentes para os campos de gauge em uma dimensao extra com-
pacta [0, 7R]|. Nosso objetivo é partir de uma teoria em 5D e obter uma teoria

efetiva em 4D ao fazer a reducao dimensional
TR
S = /d4$/ dyﬁw = /d4$£4p. (31)
0
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Vamos denotar os campos de gauge como A%, (x,y), onde M (0, 1, 2, 3, 5) é o
indice de Lorentz! , x é a coordenada nas 4 dimensoes usuais e y é a da dimensao

extra. Além disso no principio vamos adotar uma meétrica plana com assinatura:

IgMN :dlag(+17_17_17_17_1) (32)

Para as regioes da dimensao extra utilizaremos também uma nomenclatura espe-
cial: ao intervalo denominaremos bulk e aos extremos branas. Nesse estudo, por

simplicidade, primeiramente vamos nos ater a uma teoria de gauge abeliana em
5D [20, 21, 22|, cuja acdo é dada por:

1 1 1
S = / & (—ZFMNFMN) - / & (—ZFWF“” -3 u5F”5> (3.3)

onde o tensor de intensidade Fyny = Oy Ax — OnAy é expresso em termos do
campo de gauge em 5D Ay (z,y), o qual contém o campo vetorial em 4D A,
e o campo escalar em 4D As. Analisando separadamente o termo adicional que

depende do campo escalar em 4D

TR 1
SA57A# :/d4x/ dy (—§F#5F“5>
0

1 TR

-1 / i /0 dy (9, As0"A° + 034, 0P A1 — 20, A, A%)
1 TR

- / il /O dy (—AsD,0"A° — A, 050P A" — 205 A, A%)

= % / d'e [A,0° A" + 245 (9,4 7" (3.4)

Note que ao integrarmos por partes em z os termos se anulam nos extremos (in-
finito), contudo o mesmo nao ocorre obrigatoriamente na dimensao extra por ser
compacta, como explicitado na linha final. Na ultima igualdade dessa expressao
identificamos o primeiro termo como o termo cinético do campo As, ja o segundo
futuramente veremos que pode ser identificado como termo de massa para os mo-
dos da teoria efetiva L4p. Quanto ao terceiro termo dentro do parénteses, é um
termo de mistura para os campos A, e As, portanto deve ser cancelado por uma

escolha de gauge. Com tal intuito adicionamos a acao os termos de fixacao de

!Quando nos referirmos as componentes 4D usuais (0, 1, 2, 3) usaremos indices gregos.
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gauge

I /ﬁ4/ @———8A—&mm

= / de / dy (_2_6 (8,A")? — 0, AFO5 A° — gA58585A5>

+ g /d4l’A585A5 0%, (3.5)

onde o segundo termo cancela exatamente o termo de mistura de (3.4).
Levando em conta os termos de fixagao de gauge podemos obter a equagao de

movimento para o campo A, efetuando a variacao da acao no Bulk:

((8#0“ — 8;) g — (1 — E) 8“8”) A, (z,y) =0, (3.6)
ja para o campo Aj essa variacdo resulta na seguinte equacao:

(0,00 — £02) As (z,y) = 0. (3.7)

De posse dessas equagoes de movimento podemos analisar a dependéncia dos cam-

pos A, e A; com a dimensao extra. Seja

y)=NY AW (2) fu (y), (3.8)

onde N é o fator de normalizacao, obtemos por separacao de variaveis que:

O@W+m@¢w_Q_g)my>An@pﬂ (3.9)

(92 +m?) fu(y) = 0. (3.10)

Donde temos que a dependéncia na dimensao extra do campo A, (z,y) é uma
soma de senos e cossenos e as massas dos campos vetoriais em 4D A,(f) (x) sdo os
autovalores da equagdo (3.10).

Para o campo As (x,y) procedemos analogamente realizando a seguinte decom-

posicao
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As (z,y) = N Y AP () fu () (3.11)

assim (3.7) resulta por separa¢ao de variaveis em:

(0,0" + &my) AS (x) =0 (3.12)
(95 +mz) fu (y) =0 (3.13)

Observe que a massa do campo escalar em 4D Aén) () depende de gauge ngn) =
&m?2. Além disso temos que os campos A, (x,y) e A5 (z,y) compartilham da mesma
equagao de movimento para suas fungoes de onda f, (y).

Tendo em vista este fato podemos decompor o campo A,; em modos de Kaluza-
Klein (KK) A§Q) e Agj) como segue:

Ay (z,y) :Agef) (x) + Z (A%}‘) (x) cos (myy) + Ag\}l) (x) sin (mny)> (3.14)

n=1

esta decomposi¢ao finalmente nos permite interpretar o segundo termo de (3.4),

pois

oo
DA, (z,y) = — Z m? (AL”) (x) cos (mpy) + Al(f) (x) sin (mny)> (3.15)

n=1
nos proporciona termos de massa para os KK na teoria efetiva L4p que obtemos
integrando a dimensao extra como expresso na equacao (3.1). A teoria efetiva
4D terd em principio duas torres de fétons massivos com massas inversamente
proporcionais ao tamanho da dimensao extra? como indicado na figura (3.1), onde
a existéncia de cada torre dependera das condicoes de contorno na dimensao extra.
Observe que esse mecanismo nao gera massa para o modo ALO) (z). Sendo
que a existéncia desse passa a ser um indicio da manutencao da simetria original
U (1), apesar de todos os demais modos serem massivos. Neste ponto fica clara
a importancia das condicoes de contorno, pois este modo ira existir se impormos

Neumann nas duas branas 0s4,|o-r = 0 e nao ira existir desde que impusermos

2Essa dependéncia da massa com o tamanho da dimensdo extra serd obtida apds impormos
as condigoes de contorno.
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A (n) Aln)
Al AQ

Figura 3.1: Espectro de massa dos modos de Kaluza-Klein.

Dirichlet A,|%™ = 0 em pelo menos uma das branas. Todavia ainda devemos
checar quais condicoes de contorno podemos aplicar de modo consistente, ou seja,
respeitando as simetrias da teoria.

Dando prosseguimento a andlise obtivemos que as massas dos modos Aé"#o) Sa0

dadas por mi(n) = &m?, dependendo da escolha de gauge £. Essa dependéncia nos
5

possibilitard desacoplar todos os modos Aén) () com n # 0 simplesmente adotando
o gauge unitario & — oo, pois neste caso esses modos apresentarao massa infinita
na teoria efetiva 4D. Observe no entanto que o modo n = 0 do campo As ainda
podera existir, dependendo das condigoes de contorno possiveis.

Agora vamos retomar a expressao (3.4), pois ainda nos resta eliminar o termo
de mistura A5d, A" que estd nas branas. Para tal adicionamos também um termo

de fixacao de gauge nas branas:

1
SFG,b'ranas - _2&) /d4l’ (au“A‘u + gbranaA5)2 ’0,7FR (3]‘6)
onde o sinal "-" remete a y = 0 e o sinal "+" a y = 7R, note que £ e &rqne NAO

precisam ser iguais.
Visando saber quais sao as possiveis condi¢oes de contorno definimos Sp,anq
como a soma de todos os termos sobre as branas em (3.4), (3.5), (3.16) e fazemos

a variagao:

1
5Sb7“ana - /d41’ |:<85A“ + 6V8MAV) 5A,lt|0,7rR + (585A5 + fbranaA5) 5A5|0,7rR:|

gbrana
(3.17)
Entao as condig¢oes de contorno em um gauge arbitrario £ e £prana S0
05 AP + 0,0"A” =0, £05A5 £ EpranaAs = 0. (3.18)

brana
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Que no gauge unitario &y.qn, — 00 se reduz a

8514#’0771'13 = 07 A5|O,7TR =0. (319)

A condicao de contorno tipo Neumann para o campo A, impoe que este possua
modo KK n = 0, todavia a condicao tipo Dirichlet para o campo As obriga que
este nao tenha modo n = 0. Assim teremos na teoria efetiva 4D um féton nao
massivo ALO) e nenhum modo do campo As. Donde concluimos que nao podemos
quebrar a simetria U (1) por condi¢oes de contorno se nao introduzirmos nenhum

novo ingrediente nessa teoria.

3.1.1 A origem da massa para os KK’s

. . . ~ 0
Visando elucidar esse mecanismo de geracao de massa para os KK A,(f# ) vamos

reformular a escolha de gauge de um modo mais simples, essa simplificacao deixara
explicito o fato que os campos Agﬁéo) serao absorvidos como componente longi-
tudinal dos campos vetoriais. Neste sentido esse mecanismo serd analogo ao MP,
onde os bosons de Goldstone sao absorvidos como componente longitudinal dos
bdsons de gauge gerando massa para estes. Para mostrarmos tal analogia tomare-
mos partido do conhecimento sobre as condi¢oes de contorno dos campos A, e A;

(3.19), as quais implicam na seguinte decomposi¢do em modos de Kaluza-Klein:

A, (x,y) :\/%%ALO) + \/%ZAL”) (x) cos <@) (3.20)
As (z,y) = % i Aén) sin ((n——Ré)ZJ) (3.21)

Tendo em vista essa decomposicao dos campos em modos de Kaluza-Klein e a

equagao (3.1) obtemos a lagrangiana efetiva 4D:

TR TR 1 1
Lip —/ dy <— FMNFMN) = / dy (——FWFW -3 u5F“5>
1
2

1

4
TR 1
— [y (—>Fu -
o (=m

e 5 (g ()

(0, A50" AP + D5 A, 0P AP — 28MA585A“)>

45



Lembrando que a simetria de gauge U (1) da teoria 5D, Ay — Ay + OuA (2, y),

pode ser posta em termos dos modos de Kaluza-Klein como

AP AW 4 9,0 (), neN (3.23)

n 1

Aén) —>Aén) - < ;{ 5) A (z), neN, (3.24)

invaridncia que podemos checar diretamente de (3.22). Temos que o gauge unitario
pode ser fixado simplesmente impondo para n # 0:
R
AW = A e N (3.25)

2

que implica em:

2
Lip=—=- Z Fm pm 4 Z ( 2) Al Al (3.26)

donde conclui-se que o grau de liberdade longitudinal dos bosons vetoriais KK é
fornecido justamente pelo A("ﬂ)) nesse "mecanismo de Higgs 5D", onde o modo
A (70) £27 0 papel de boson de Goldstone do Al (n#0),
Desse mecanismo resulta um espectro de massa para os bosons vetoriais com

o modo n = 0 ndo massivo e os demais modos com massa:

m, = 2 neN*. (3.27)

Esse melhor entendimento do mecanismo de geracao de massa reafirma a necessi-
dade de introducao de um novo elemento na teoria se pretendermos ter todos os

modos A massivos.

3.2 Teorias de Gauge com escalares nas branas

Visando ampliar as possibilidades para as condicoes de contorno, vamos analisar

as modificagoes ao inserir um campo escalar nas branas com lagrangiana

1 2
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onde o indice i=1, 2 denota as branas y = 0 e y = 7R respectivamente [20]. Tendo
em vista que o vev é nao nulo parametrizamos esses campos como no capitulo

anterior, em termos do Higgs h e do boson de Goldstone 7

1 .
q)i = —(v; + hz Gm—i/vi 3.29
7 ) (3.29)

Entao expandindo até a ordem quadratica nos campos obtemos nesse caso que

mk 1 1 1
Lip = / dy (—— R — 3 (0,45)% — 3 (05A,)% + 8MA585A“>
0

4
1 5 1 9,9 1 9
+ 5 (8“}11) - 5)\1U1h1 + 5 (a/ﬂﬁ — UlA#>
y=0
1 9 1 9,9 1 9
+ 5 (auhz) — 5)\2U2h2 + 5 (8;/1’2 — 'UQA,M) . (330)
y=nmR

De modo analogo a secao anterior temos que introduzir termos de fixagao de gauge

para cancelar os termos de mistura (A; - A4,) e (7 - A,)

TR
Lrc=— 2_15 i dy (0, A" — £05A5)" — (QL& (Op A" + & (nim — AS))Q)
y=0
_ <L (8, A" + & (vomy + A5))2> ) (3.31)
252 y=mR

Quanto as condicoes de contorno do campo A, as obtemos efetuando a variacao

da acao sobre as branas, que no gauge unitario resulta em

(05 F viy) A" = 0. (3.32)

Deste modo conclui-se que a adicao do campo escalar nas branas nos permite
condigoes de contorno tipo Dirichlet A,|; = 0 se v; — oco. Assim obtemos a
possibilidade de quebrar a simetria em uma das branas, pois como ja destacado se
impormos a condi¢ao tipo Dirichlet, o campo do féton nao terd o modo zero, que
¢ um indicio de quebra de simetria tendo em vista que o primeiro modo existente
agora também serd massivo.

Cumpre ainda salientar que no limite v; — oo os campos h;, m; desacoplam do
campo de gauge, pois eles sao nao nulos apenas onde o campo de gauge ¢ nulo.

Entao o efeito de um campo escalar localizado na brana quando tomamos seu vev
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tendendo a infinito é simplesmente expulsar o campo de gauge da brana e impor
a inexisténcia de KK’s nao massivos para o campo vetorial.

Podemos ir ainda mais longe quanto aos escalares. Comecando pelo campo do
Higgs h; constatamos na equacao (3.30) que se tomarmos partido da independéncia
do parametro \; podemos desacoplar completamente h; da teoria dando uma massa
suficientemente alta para ele sem influenciar os demais campos. Agora quanto aos
campos 7 e As podemos obter as condigoes de contorno desses fazendo a variagao
da acao sobre as branas assim como fizemos para a teoria de gauge pura. Deste
procedimento obtemos que m; = As/v; no gauge unitario, portanto m; desacopla da
teoria no limite v; — oo por ser nulo. Ja no que concerne o escalar As temos que
esse muda sua condi¢ao de contorno de Dirichlet na equagdo (3.19) para Neumann
05As5]0.-r = 0, possibilitando assim a existéncia do modo zero ndo massivo para
ele se impormos Neumann nas duas branas.

Como vimos na se¢ao anterior todos os modos dos campos vetoriais com n >
0 tornam-se massivos ao absorver os modos dos campos escalares, todavia ALO)
continuou nao massivo, fato que poderiamos conjecturar explicar pela inexisténcia
do campo Aéo) naquele caso. Como vimos nos casos sem e com escalar na brana,
teremos sempre condi¢oes de contorno opostas para os campos A, e As, sempre
trocando Dirichlet por Neumann. Deste modo conclui-se na impossibilidade de
gerar os modos Aéo) e A,(f]) concomitantemente. Implicando que o Aéf” nao pode
ser absorvido por uma escolha de gauge e permanecerda no espectro. Entao se
desejarmos evitar a existéncia de escalares no espectro (como faremos adiante)
teremos que impor ao campo vetorial A, condicoes de contorno tipo Neumann-

Neumann ou Dirichlet-Neumann.

3.3 Toy models

Como o intuito de ganharmos mais intuicao nesse mecanismo de quebra de sime-
tria vamos abordar trés exemplos. Os dois primeiros possuem apenas um cariter
didatico, contudo no dltimo serd delineada a estrutura basica dos principais Hig-

gsless Models.

3.3.1 Geracao de massa para o féton

Considerando uma teoria de gauge U (1) no bulk definamos as condi¢oes de con-

torno como Dirichlet em y = 0 e Neumann em y = 7R.
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a5Au|yz7rR =0

Resolvendo a equagao de movimento (3.10) e impondo essas condi¢oes de contorno

podemos expressar o campo vetorial em modos de Kaluza-Klein como

2 o= i(n . [(2n—1
A, = —ZAEL)(CU)SID< 5R y> (3.34)

Tendo em vista que todos os campos escalares desacoplam com as condigoes de
contorno (3.33) se fixarmos o gauge unitario, como visto anteriormente, podemos

reescrever (3.30) e efetuar a reducdo dimensional como segue:

TR 1 » 1 )
£4D = _ZF;WF - 5 (aSA/L)
0

o 1An A ) 1 2n_1 2 A (n .
:;<_ZF‘E”) (x) B (a:)+§( o7 ) A () A )u(x)> (3.35)

com FW = @/L, — 81,/1#. Observe que temos somente uma torre de Kaluza-Klein

da figura (3.1), a qual possui todos os modos massivos

2n —1
my = )
2R

Vale ressaltar que ao adotar condicoes de contorno tipo Dirichlet-Neumann con-

n e N (3.36)

seguimos obter todos os modos massivos, fato que nao tinhamos conseguido quando

s6 podiamos impor Neumann-Neumann nas branas como em (3.26).

3.3.2 Geragao de massa para os bosons de SU (2)

Neste exemplo comegamos com uma teoria de gauge SU(2) no bulk, figura (3.2),
e por condigbes de contorno o quebramos no grupo U(1) [20]. Para obter tal

resultado as condicoes de contorno impostas sao:

12 _ 1,2 _
O5A P y=0=0,  APly=ar =0

(3.37)
05142‘1/:0 == 0, (95142‘24:773 - O

Entdo ao resolver a equacdo de movimento (3.10) e impor as condicoes de

contorno podemos decompor os campos A}, em modos de Kaluza-Klein como segue:
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SU(2)

0,4 — A0 =0 LAy

M

(2n—1)y ) (WO (@) + W™ () (3.38)

A2 () =Y \/_ sin ((2” — 1) y) (WA (2) + W0 (2)) (3.39)

n=1
AP ( \/ = ~ 3.40
(z,y) nz:[:) From R COS (x) (3.40)
Dessa decomposicdo temos as seguintes massas para os KK's M ) = n/R e
Myw = (2n—1)/(2R). Note que esse espectro possui uma semelhanca com

o MP desde que identifiquemos o féton com o boson nao massivo (%), 0 Z com o
primeiro estado excitado 4" (por este também ser neutro), e os bésons carregados
W+ com WM | Contudo essa tentativa ingénua de obter o modelo padrio de um

modelo tao simples nao ¢ bem sucedida, pois implicaria na razao

2z, (3.41)

a qual violaria a simetria custodial, conforme constatamos na equagao (2.72). Além
disso esse modelo impoe a existéncia de modos de Kaluza-Klein com massa da
ordem de 250 GeV, dado que

Mz 5 My
M, 7 My

o que nao é condizente com os resultados experimentais.

—3 (3.42)
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3.3.3 Higgsless model com simetria custodial

SU(2).xSU(2)x
X
SU(2)rxU(1)ad U(1)s-L SU(2).xSU(2)r
Su(t), su(2),?

KAZY =0

f\'.; . { T
A= =0 3 (AL@ 4 ARG

R3 i

gs B, —;‘4‘\‘_\ = () k-
ds(g5Bu +§sAR3) =0 \cd 5B, =0

Figura 3.3: Quebra de simetria por condi¢oes de contorno no Higgsless model com
dimensao extra plana, ref. [11].

1?'\ — \f\'..

O exemplo anterior nos lembra que devemos de algum modo inserir as simetrias
do MP, em especial a simetria custodial SU (2),, em uma possivel extensao a ele.
Tendo em vista isso Csaki et al. [21] propdem um modelo com um grupo de
simetria maior no bulk SU(2), ® SU(2)gr ® U(1)p_r de modo que ao quebrarmos
essa simetria por condicoes de contorno evidenciemos as simetrias que deseja-se
proteger®. Com este objetivo em vista efetua-se a quebra na brana y = 0 em
SU(2), ® SU(2)r — SU(2)p mantendo a simetria SU(2)p ® U(1)p_r, e na brana
y=7nRem SU(2),®U (1)5_; — U (1), mantendo a simetria SU (2), ® U (1),
conforme ilustrado na figura (3.3).

Designaremos por AS\?, AS\I;) e B)s os bosons de gauge 5D dos grupos SU (2),,
SU (2) e U (1)5_, respectivamente, com constantes de acoplamento gsr, gsr € Js.
Para implementarmos a quebra na brana y = mR levaremos em conta a combinacao
(cAZ(R) + SAZ(L)> e (—SAZ(R) + CAZ(L)>, onde ¢ = gs5;, e s = gsp fazem a mistura
dos bosons de gauge. A combinagao positiva corresponde a parte nao quebrada

SU (2), de modo a termos na brana y = 7R as seguintes condi¢es de contorno:

05 <g5RAZ(L) + 95LAZ(R)> |y=rr =0, O5Buly=rr = 0

(3.43)
<_95RAM(R) + g5LAu(L)> ly=xr =0

Quanto & brana y = 0, como denotado na figura (3.3) visamos efetuar a quebra

3A simetria U(1)p_, ¢é inserida para evitar anomalias devidas a violagdo do nimero B-L por
efeitos quanticos.
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SUR2),®@U (1), — U(1l)y, para isso vamos definir o boson de gauge associ-

ado ao grupo resultante U (1), como a mistura (CA + sB ) e para a outra
combinacao (—sAi(R) + CB”) realizamos a quebra, agora a mistura é ¢ = g5 e

S = (g5R:

Os (§5A2(R) + gsRB,L> ly=0 = 0, 85AZ(L)|y:0 =0

3(R) |, ~ 1,2(R) (3'44)
(_95RA# + 95Bu> ly=0 =0, Ay =0

Vale destacar que a exemplo dos casos anteriores nao precisamos impor condigoes
de contorno para os campos AéL), AéR) e Bs, pois como ja discutimos eles sao fi-
xados ao impor as condicoes para os campos vetoriais, bastando trocar Dirichlet
por Neumann e vice-versa. L.ogo nao devemos nos preocupar com esses escalares,
dado que em pelo menos uma das branas eles satisfazem Dirichlet, impondo por
conseguinte que nao possuam modo zero. Além disso, como também ji vimos,
todos os modos com n > 0 sao absorvidos como componente longitudinal dos KK
vetoriais. Deste modo podemos focar nossa andlise apenas nos bésons vetoriais.

Dado que estamos trabalhando com uma meétrica plana, as funcoes de onda na
dimensao extra serao uma combinacao de senos e cossenos. Donde se utilizarmos
a aproximagao gsg = gs. = gs e definirmos A" = \1[ (AR 3 i A2PR) podemos
expandir os campos vetoriais em modos de Kaluza-Klein satisfazendo as condi¢oes

de contorno (conforme [11]) como:

By, (z,y) =gsa07, () + s i by cos (M7 (y — 7R)) Z (x) (3.45)
AN (2, y) =gsaovu (x) — g i b %Zﬁn) (v) (3.46)
A3 (3, 5) =Gao (2) — g5 Z 2 M?f;f Voo @an
AjE Z ¢y cos (M) y) VVjE ™) () (3.48)

=1
= cusin (M"y) W (2) (3.49)

onde o espectro de Kaluza-Klein é formado por um modo nao massivo que asso-

ciamos ao foton 7 (x) e por torres de bosons carregados W,it ™) ¢ neutros Zﬁn). O
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. . + . .
espectro de massas dos bésons massivos W, ™) ¢ obtido de

cos 2MwmR) =0 (3.50)
logo para os bdsons carregados tem-se

on — 1
MY = ZR ., neN™. (3.51)

Quanto ao espectro de massas dos Z™ determinamos-no da equacio

~2
tan? (MyrR) = 1+ %, (3.52)
5
que implica em
7 n—1 .
M? = M+ 7 ) neN (3.53)
MZ = (—MO + %) , neN”, (3.54)

onde My = Zarctany/1+2g2/g2. Como M7 > M7 faremos a identificacdo
entre MZ com a massa do boson neutro Z do modelo padrao.

Aliando essa identificacao ao fato das constantes de acoplamento do MP g e
¢’ poderem ser expressas em termos das constantes de acoplamento 5D conforme

[21] como

g = Js g = V235
Vi TR’ V1R

podemos expressar a razao entre as massas dos modos de Kaluza-Klein identifica-

(3.55)

dos com os bosons W e Z como

Mg, 7 i 9” Mg,
W T aret 14+2 - ~085 — =—"  ~1.10. 3.96
MZ 16 arctan * g* P M2 cos? Oy (3:56)

Este resultado apesar de apresentar apenas um desvio de 10% em relacao ao
obtido pelos testes de precisao do MP (2.89), nao pode ser considerado aceitavel
devido a incrivel precisao em que esse parametro é medido.

Cséaki et al. [22] identificam a origem desse desacordo como proveniente das

influéncias da brana y = 0, que é a tinica parte da dimensao extra onde a simetria
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custodial SU (2);, p estd quebrada. Para contornar esse problema eles propoem

uma mudanca na geometria: da métrica plana até entao adotada para a métrica

anti-de-Sitter (AdS)

R

2
ds* = (;) (Nuwdadz” — dz?) (3.57)

onde 7,, = diag(l,—1,—1,—1) e z pertence ao intervalo [R, R']. Nesse novo
modelo, Warped Higgsless model, as condi¢oes de contorno sao as mesmas do caso
anterior com métrica plana, contudo a insercao da curvatura diminui a influéncia

da brana onde a simetria custodial ndo é satisfeita obtendo

My
= ~ 1 3.58
MZcos? Oy (3.58)

p
que esta de acordo com os resultados experimentais.

Toda teoria que almeja ser uma extensao ao MP tem que necessariamente
restaurar a unitariedade até uma escala de energia suficientemente alta (pelo menos
mais alta que a escala onde aparece o problema da hierarquia). Dado que no MP
essa restauracao é efetuada pelo Higgs e que nos modelos por quebra espontanea
de simetria por condicoes de contorno nao possuimos tal escalar, devemos analisar

qual seria o mecanismo de restauracao de unitariedade para esses novos modelos.

3.4 Unitariedade e os modos de Kaluza-Klein

Se no MP removermos o Higgs almejando eliminar o problema da hierarquia re-
caimos em outro grave problema, a saber, a amplitude do espalhamento W, W, —
Wi Wy, cresceria com E? violando unitariedade por volta de 1.8 TeV, conforme
(2.110). Um dos papéis desempenhados pelo Higgs no MP ¢ justamente o cance-
lamento dessa dependéncia com a energia, deste modo as teorias sem Higgs neces-
sitam de outro dispositivo que providencie esse cancelamento. Tal objetivo pode
ser alcangado simplesmente inserindo um novo bdson vetorial massivo com massa
proxima a escala TeV, cancelando a divergéncia quadréatica do W, W, — W, W7y,
contudo recairiamos no mesmo problema para o espalhamento do novo boson W',
ou seja, a amplitude A (W;W; — W}, W) cresceria com E? como no caso do bo-
son mais leve. Os modelos sem Higgs tomam partido desse fato para cancelar
a divergéncia através de um procedimento recursivo, este consiste na insercao de

uma torre infinita de bosons de Kaluza-Klein, de tal modo que sempre existam
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bosons mais massivos para cancelar a dependéncia com E? no espalhamento dos
mais leves.

Para garantir esse cancelamento algumas relagoes entre as constantes de acopla-
mento e as massas dos bosons vetoriais tem que ser satisfeitas, as quais obteremos
tendo em vista a referéncia [20]. Por simplicidade analisaremos o caso de espalha-
mento elastico longitudinal entre os n-ésimos modos de Kaluza-Klein n+n — n+n
com indices de gauge a + b — ¢ + d. Nesse espalhamento existem quatro tipos
de diagramas, os dos canais s, ¢ e u (onde ha a troca de KK’s) e a contribuigao
proveniente do acoplamento quartico. Estimamos a dependéncia da amplitude
com a energia nesses espalhamentos através das seguintes grandezas cinematicas

no centro de massa

€, = (@ Eﬁ)
. M7L7 Mn |ﬁ1
' :(Evoaoaj:\/EQ_MT%)
g = (B, #y/B? = MZsin6,0,4/E? = M cosd) . (3.59)

pois a altas energias temos que € ~ E, p, ~ F e o propagador ~ E~2. Entao para

E > My podemos expandir a amplitude em funcao da energia como

M2
(0)
A=Al M+A M+A +0<E2) (3.60)

n n

No MP o termo A® & nulo e o termo que possui dependéncia quadratica A®
s6 se anula devido a existéncia dos diagramas em que ha troca do Higgs, como ja
destacado. Quanto ao caso de uma teoria sem Higgs Chivukula et al. [27] obtém a
forma dos termos divergentes, ap6s um calculo detalhado do espalhamento elastico
dos bosons n trocando um boson k. Este obtém a seguinte forma para a divergéncia

com E*:

-’4(4) =1 (g?mnn - Z g?mk) (EabeECde (3 + 6 cos 0 — COS2 0) + 2 (3 - COS2 0) Eaceebde) :
k

(3.61)
onde Gnnnn € gnnk 520 as constantes de acoplamento quartico entre quatro bosons
n e cubico entre dois bosons n e um k.

Entdao para A® ser nulo temos que estabelecer a relacio que segue entre as
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constantes de acoplamento

k

Tendo em vista que nos modelos sem Higgs oriundos de dimensoes extras, as

constantes de acoplamento da teoria efetiva estao associadas com as funcoes de

onda f, () por’

P / dyfm (v) f (0) Fi ()
Gt = / Ay fn ) fo () Fi () i () (5.63)

deste modo podemos utilizar a relacao de completeza

S h) fr(z) =6y —2) (3.64)
k

para assegurar que (3.62) seja satisfeita, pois

3 dh = Z(/ i i) ([ e ne)

:93/0 czy/O d2f2 () £2(2) 6 (y — 2)
=g /0 a dyfy (y)

= Gnnnn- (3.65)

Entao assumindo que a expressao (3.62) ¢é satisfeita a divergéncia quadratica com

a energia conforme [20, 27| adquire a seguinte forma:

' 0
2 2 ace bde : 2 abe cde
A = M2 (49”""”M 3ZgnnkMk> ( e —sin” ;€™ ) (3.66)

1A expressdo (3.63) é vélida apenas quando adotamos a métrica plana. No caso de dimen-
sOes extras curvas aparece na integral um fator devido a curvatura. Contudo a relacdo (3.62)
ainda serd obtida, pois na relagao de completeza também aparece um fator devido a curvatura
ratificando o cancelamento da divergéncia com E*.
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Assim para haver um cancelamento dessa divergéncia, devemos exigir que existam
infinitos KK satisfazendo uma relacao entre as constantes de acoplamento quarticas

e cubicas com as massas dos modos para que o primeiro parénteses se anule

3
k

Na prova de (3.67) no contexto de dimensoes extras, conforme [21], utiliza-se

apenas integragiao por partes e a relacio de completeza (3.64)3, obtendo que:

s ([arwnw) = [wsw-2 50

k

- 18R] [ a0 b+ 2 (S [ dur ) A (369

onde denotamos [F| = F (nR) — F (0). Entao para condi¢oes de contorno arbi-
trarias (3.32) o cancelamento da divergéncia com E? ndo ¢ assegurado. Vemos
que para haver esse cancelamento é exigido que as condigoes de contorno sejam
Neumann ou Dirichlet.

As expressoes (3.62) e (3.67), em especial, produzem:

Iwwww =Giwz + Givwe + Z Givwr
k
2
Agwwww My =3 | giyw M7 + Zglz/VWk (M) (3.69)
k
onde k£ é um boéson de Kaluza-Klein neutro com massa M,g.
Se analisarmos de modo andlogo o espalhamento W2, — W, Z; temos que

ter satisfeitas novas relacoes entre as constantes de acoplamento e as massas para

eliminar as divergéncias E? e E* [29], a saber:

gwwzz = Giwwz + Z Giv
k

>Observe que no modelo padrio o cancelamento de E* ¢ garantido pelas relagdes g& 1w =
9% Ghwz = 9% cos® 0w e gy, = g° sin® Oy, as quais podem ser obtidas diretamente de (2.33),
(2.34) e (2.36).
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4
Z

M,
(M3 — M)’
(M)’

2 (gwwzz — Gwwz) (Miy + M%) + giywz

=" ghm |3 (M) - (3.70)

onde k é um boéson de Kaluza-Klein carregado de massa M,;t

Devemos ressaltar que mesmo tendo satisfeitas as regras de soma obtidas para
os casos W Wy — Wi Wy e W Z;, — W Z;, cancelando as divergéncias com E* e
E? na amplitude, podemos ainda ter um valor muito alto para A de modo a ainda
termos a unitariedade violada. Essa é uma das facetas da nao renormalizabilidade
da teoria 5D, que no nosso caso implica em um crescimento linear com a energia
da amplitude quando levamos em conta também espalhamentos ineldsticos entre

os bosons de gauge, conforme [30].

A [GeV]

7000 |

6000 ¢
5000 |
4000 |
3000 |
2000 |

1000 |

e M [Ge V]
250 500 750 1000 1250 1500 1750 2000

Figura 3.4: Cutoff da teoria sem Higgs com métrica plana em funcao da massa do
primeiro boson vetorial excitado, ref. [30].

Conforme indicado em [20], a escala de energia em que temos a violacao da
unitariedade pode ser obtida, a menos de um fator numérico de ordem 1, através
da estimativa do cutoff da teoria 5D. Dado que as correcoes de 1-loop desta sao
sempre proporcionais a gz /2473 e que [gZ] = M !, entao podemos estimar a escala
de energia em que o fator adimensional g2 F /247 fica da ordem O (1), ou seja, as
contribuigoes de 1-loop ficam tao relevantes quanto as de ordem de arvore. Assim

o cutoff A é estimado por
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2473
A="0 (3.71)
95

Como em teorias com dimensoes extras planas a constante de acoplamento 5D g5

pode ser expressa em termos da em 4D ¢ através de

gs = Ry’ (3.72)

e como 1/R = M2, /My ), onde My, é amassa do W e M;~ é a massa do primeiro

KK acima do W. Entdo temos a seguinte dependéncia do cutoff com M;"
2472 B 2472 M2,
PR g M

donde concluimos que quanto menor a massa do primeiro modo de Kaluza-Klein

A= (3.73)

maior serd o cutoff da teoria. Papucci [30] analisa essa relacdo entre M e o cutoff
em teorias sem Higgs com uma dimensdo extra plana, como denota a figura (3.4),
convém destacar que essa referéncia leva em conta tanto espalhamentos elasticos
quanto inelasticos possuindo assim uma estimativa mais refinada que (3.73). Da
figura (3.4) concluimos por exemplo que em teorias sem Higgs com uma dimensao

extra plana o cutoff & sempre menor que 5 TeV para M > 500 GeV .
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Capitulo 4

Sinals de Producao de Novos Bosons
Vetoriais no LHC!

A restauracao da unitariedade no espalhamento WW — WW e WZ — W Z via
insercao de uma torre de bosons vetoriais satisfazendo as regras de soma (3.62) e
(3.67) é um mecanismo utilizado por um conjunto bastante extenso de teorias além
do MP que nao possuem Higgs |24, 28|. Neste conjunto se enquadram os modelos
com quebra espontanea de simetria por condicoes de contorno, apresentados no
capitulo anterior.

Apesar do mecanismo de restauracao de unitariedade ser o mesmo para toda
essa classe de modelos os primeiros indicios concretos a serem vistos no LHC, a
saber, as novas ressonancias vetoriais Z’ e W' possuem massas, larguras e acopla-
mentos com os férmions altamente dependentes de modelo. Nesse sentido o melhor
canal para observacao dessas ressonancias seria via espalhamento de bosons veto-
riais, com troca de Z’ no caso W W~ — W+W~ e de W' no caso ZW* — ZW=,
conforme figura (4.1). Todavia no LHC temos apenas a contribuicao do W’ via
fusao de bosons vetoriais passivel de observacao, enquanto as contribuicées do Z’
continuam nao observaveis mesmo com o aumento da luminosidade [29].

Visando ampliar essa analise poderiamos considerar a producao desses novos
bosons vetoriais através de processos Drell-Yan figura (4.2), onde eles sdo produzi-
dos pelos seus acoplamentos com quarks leves. Nesse contexto poderiamos estudar

processos em que esses novos bosons decaiam em boésons de gauge do MP:

1Os resultados apresentados neste capitulo foram publicados no artigo [31].
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Figura 4.1: Diagramas de produc¢do de Z’ e W’ via fusao de bosons eletrofracos.

pp—=Z = WIW- =1 Fr & 1FjjEr (4.1)
pp =W = WEZ = 51717 Fry 5By & 1Tl jj (4.2)

onde [ e I’ denotam elétrons e muons e j denotam jatos.

Neste capitulo iremos estudar os processos (4.1) e (4.2) por meio de uma anélise
independente de modelo. Nao consideramos o estado final puramente hadronico
dado que este possui um alto background de QCD, deste modo focamos nossa
analise nos estados finais leptonicos e semi-lepténicos. Cabe destacar que a analise
dos processos puramente leptonicos foi efetuada pelos demais colaboradores em
[31], contudo apresento seus resultados com o intuito de ampliar nossa possibilidade
de discussao.

Efetuamos aqui uma analise independente de modelo expressando os resultados
em termos das massas, larguras e dos acoplamentos relevantes dos novos bosons
de spin-1. Deste modo complementamos a andlise ja realizada para o W' no
contexto de espalhamento de bésons vetoriais e evidenciamos a possibilidade de
observagao do Z’ nos processos que analisamos, dado que os processos associados

a espalhamento de bdsons vetoriais neste caso nao sao passiveis de observacao no
LHC.

. ( ~_q
. .
N / S 17/t
\\ /“-v" Y /\%\/,\\; \\ /\\J/«_\ ’J\;\E\\,’f\\f
q 7

(a) (b)

Figura 4.2: Diagramas de producao de Z’ e W' via processos Drell Yan.
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4.1 Estrutura da analise

Visando efetuar uma analise independente de modelo dos processos (4.1) e (4.2)
devemos impor apenas vinculos de consisténcia aos parametros dependentes de
modelo, a saber, massas e larguras dos novos bosons vetoriais além dos seus acopla-
mentos com os quarks e bosons de gauge do MP.

Com isso em vista assumimos que os acoplamentos do Z’ e W' com quarks leves
e bosons vetoriais tem a mesma estrutura de Lorentz que os dos bésons do MP. Os
Higgsless models possuem tal propriedade diferindo apenas em intensidade com o
MP.

Como vimos esses modelos satisfazem determinadas regras de soma assegu-
rando a unitariedade. No caso do espalhamento WTW~ — WTIW ™ se tomarmos
que sua regra de soma estiver saturada pelo primeiro béson de Kaluza-Klein obte-
mos de (3.69) que

M
9Z'WWmaz = 9ZWW ﬁj\j (4.3)
Z/

para uma dada massa M. Analogamente o limite de saturacao do espalhamento
W+Z — W*Z pode ser obtido de (3.70)

M3
V3 My My

Esses novos parametros (9zwwmaz, 9Ww'w Zmaz) Serao utilizados nesse trabalho ape-

GW'W Zmaz = GWW z (4.4)

nas como fator de normalizacao dos acoplamentos gz ww e gwwz. Além disso va-
mos tratar as larguras I'z e I'yy» como parametros, pois os KK podem ter acopla-
mentos com outras particulas que nao estamos considerando, a exemplo de quarks
mais pesados b e t alterando o valor da largura total.

Deste modo a se¢do de choque dos processos (4.1) e (4.2) tem a seguinte forma

geral:

2
oot = Oagp+ (QV/qq gv'wv ) Oit (MV/, FV/)+ (gV/qq GV'wyv ) oy (MVH FV’)
qu(j JV'WVmaz qutj 9GvV'WVmaz
(4.5)

sendo que para os processos (4.1) V' = Z', guvwyv = gzww € 9veg = 9zq5 =

g/cosfyy. Para os processos (4.2) V' = W', gyrwyv = gwwz € 9ve = Iweg = 9/V2
2

2Continuamos denotando g, como nos capitulos anteriores, como constante de acoplamento
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Conforme denota a formula (4.5) esta analise possui trés parametros livres: a
massa do novo boson vetorial My, a largura I'y, e o produto das constantes de
acoplamento do bdson vetorial V' com quarks leves e com os bosons de gauge
do MP. Esses parametros possuem apenas um vinculo, dado que os novos bdsons
podem se acoplar com outras particulas além de quarks leves e os bosons de gauge
do MP temos:

Ty >> T(Z =qq)+T(Z - WW") (4.6)
q=u,d
Ty >0 (W' = ud) + T (W - WH2) (4.7)

tendo em vista os seguintes resultados para as larguras parciais (em GeV):

My wi\’
T'(Z' — ui) =0.3 ( z ) (—gz qq)
MZ ngtj

I (7' - dd) 038(%2/) (ngqq)2

Z ngtj
My \° , 2
T (Z = WHw) :0.028( Z) ( I2WW )
My 9z’'wWwWmaz
My Iwrag )
L (W = dq :0.68( ) ( ’qq)
( ) MW IGwqg
Mo\ 3 gw 2
(W —Wwtz) 0019( W) (M) (4.8)
My IGW'W Zmax

obtemos os seguintes vinculos para as larguras totais 'y (em GeV):

1 o7 / M / 2
Ty >0.27 (gz ‘”> < IZWW ) ( Z) (4.9)
9Zqq 9zZWWmaz MZ
g I i g ’ M / 2
Ty >o.4o( W‘”) < vz ) ( W) . (4.10)
9w qg IW'W Zmaax: My,

Na obtencao da secao de choque efetuamos um calculo a nivel de pértons
utilizando o programa MadGraph Stand Alone?® [33] para gerar as amplitudes dos

subprocessos. Para efetuar o calculo da secao de choque foi criado um programa

do grupo SU (2),.
3 Adicionando neste os novos estados e interacoes.
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que realizava a integracao no espaco de fase via método de Monte Carlo utilizando

as amplitudes dos subprocessos |M|? (subprocesso) gerada pelo MadGraph:

o= /dxldazg Zf( o) (21, 13) f(b) (22, u3) 21A /d(I) O (cortes) | M|* (subprocesso)
v (4.11)
onde fi(“) (m4, u%) sdo as fungoes de distribuigao partonicas, que fornecem a prob-
abilidade de encontrar o parton i dentro do hadron a com fracao de momento x;,
em um processo que possui uma escala tipica de energia (escala de fatorizagao)
wur. A energia do centro de massa /s se relaciona com § por § = x1x9s. Por fim,

temos que o espaco de fase é dado por

d®, (P;p:.. H ( & D ) (27r)* 64 <P - Z pl-) L (412)

A secao de choque em geral nao é avaliada em todo o espaco de fase, mas apenas
na regiao onde as particulas do estado final sao visiveis no detector. Na verdade
adiciona-se mais cortes no espago de fase a esses cortes basicos visando extrair
algum sinal especifico do background total.

Como antecipado nesta secao, nossas simulagoes foram realizadas a nivel de
partons, ou seja, interpretamos quarks e glions como jatos. Almejando efetuar
uma analise mais proxima da realidade simulamos as resolucoes experimentais
inserindo um erro Gaussiano na energia (Gaussian smearing), mas nao na direcao,

conforme tabela (4.1), onde & indica soma em quadratura e 1 a pseudo-rapidez. *

léptons | jatos com |n;| < 3 | jatos com |n;| > 3
AE T
= \FEBO(H \F@OO?) \/_E@O‘()?

Tabela 4.1: Smearing na energia F (em GeV) com erro Gaussiano.

Ainda visando uma simulacao mais proxima ao obtido experimentalmente, para
o momento transversal do neutrino atribuimos um valor distinto ao gerado pelo
Monte Carlo. O momento transversal desta particula serd identificado como a
soma vetorial dos momentos das particulas do estado final apos o smearing, ou

seja, serd o momento transversal "faltante" p7°, analogamente ao que ¢é feito ex-

4A pseudo-rapidez 7 é fornecida em termos do angulo polar § por: n = — Intan (g)
®pr é o momento transversal definido por pr = ,/p2 +p32/, onde o eixo z é o eixo de desloca-
mento do feixe.
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perimentalmente.

Além disso foi utilizado uma eficiéncia de 0.9 na deteccao de léptons. Nos
calculos utilizamos as distribui¢oes partonicas CTEQ6L que conforme indicado
em [34] se ajustam melhor a integracoes via método de Monte Carlo. Tomamos

como escala de renormalizacao e fatorizacao up = ugp = \/<p(Tl+)2 +p¥7)2) /2

para estados finais puramente leptdnicos e para canais semi-lepténicos utilizamos

Up = jip = \/(pgpjl)2 —|—p¥2)2> /2. Por fim adotamos uma energia do centro de

massa de /s = 14 TeV.

4.2 Analise dos cortes

Nesta se¢ao analisaremos os processos (4.1) e (4.2) visando extrair os sinais 2’ e W’
do background. Para tal discutiremos quais sao os backgrounds mais importantes

e os cortes mais eficientes na sua supressao.

421 pp— 7 - WTW~ = I%jjFr

Figura 4.3: Diagrama do sinal pp — 2/ — WTW~ — [¥jjFr, com [* = e*, p*.
Vamos iniciar a analise discutindo a observabilidade do Z’ no canal onde um dos
W decai em léptons W — [y, (I = e, p) e o outro em jatos W — jj'. Apesar de
possuir um background mais alto que o caso puramente leptonico, esse canal possui
a vantagem de ter um branching ratio alto, BR(WW) ~ 2/9 x 6/9 x 2 = 8/27,
onde o fator 2 provém da inclusao do [T e do ™.

Esse como todos os demais sinais estudados neste capitulo possuem o novo

boson vetorial no canal s, como denota a figura (4.3). Isso nos possibilita ver
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o sinal de nova fisica como uma ressonancia, desde que consigamos reconstruir a
massa invariante do Z’ a partir do estado final e tenhamos suprimido o background
de modo a que o sinal aparega claramente.

O background do processo pp — Z' — WHW~ — [jjFr foi calculado em

4 2 2 A s : .
ordem O (ag,,) € O (ag,a;) de onde destacamos trés contribuicoes dominantes:

1. O background proveniente da producao de Wjj com o W decaindo leptoni-
camente:

pp — WEjj — Fyjj (4.13)

2. O de producao do Zj7 com o Z decaindo em léptons com um deles nao sendo
detectado:
pp — Zjj — 17155 (4.14)

3. Por fim o background de producao de tf que ¢ praticamente onipresente no

LHC, onde no nosso caso dois dos jatos do estado final nao sao vistos:
pp — tt — blFybjj (4.15)

neste caso geramos o ¢t em ordem O (a?) e decaimos os tops para o estado
final.

Quanto ao tt iremos requerer o veto dos jatos adicionais com

njl <3 e plh>20GeV (4.16)

garantindo que esses jatos nao sejam vistos. Dado que no LHC no periodo de
alta luminosidade possuiremos aproximadamente 25 interacoes por bunch cros-
sing, entao ao considerarmos a probabilidade de um evento passar por esses cortes
devemos levar em conta ainda a probabilidade de deteccao de jatos extras devido
ao pile-up. Levando em conta esses efeitos temos que a probabilidade de um evento
passar pelo veto de jatos adicionais com amplitudes proporcionais a acoplamentos
puramente eletromagnéticos agys e com acoplamentos de QCD «g, conforme ref.
[31], dadas por:

PEW =056,  PYP=0.23 (4.17)

Na andlise dos melhores cortes para supressao desses backgrounds devemos

partir de alguns cortes fundamentais, os quais estao associados as limitacoes dos
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detectores:

|77[’ < 2.5; |’f]j| < 3; ARjj(jl) > 0.4 (418)

onde AR = \/(An)2 + (A¢)? (¢ é o angulo azimutal) define o tamanho do cone
de separacao entre as particulas do estado final.

A estratégia basica de reducao dos backgrounds é buscar caracteristicas pecu-
liares ao sinal das quais o background nao compartilne. Como o Z’ possui uma
massa muito mais alta que as particulas do MP é esperado que o sinal produza

jatos e léptons com alto momento transversal. Com isso em vista realizamos um

7 min

estudo das distribui¢oes do momento transversal do jato menos energético pp

do jato mais energético pi**, do lépton carregado pl. e da energia faltante Jr
para o background total e sinal pp — Z' — [%jjFr, como ilustra a figura (4.4) no
caso especial Mz = 0.5 TeV.

Assim a razao sinal background pode ser aumentada requerendo jatos e léptons

mais energéticos. Para tal efetuamos os seguintes cortes:

p]T ] mzn7 pé—’ |mam ] max

pr > Br > EpT (4.19)

onde denotamos por plm.; 0 momento tranversal do jato mais energético. O

melhor conjunto de cortes depende da massa do Z’ como expresso na tabela (4.2).

| Mz (TeV) [05][1.0]15 |
P (GeV) [ 75 | 100 | 100
P (GeV) | 60 | 75 | 100
P (GeV) | 110 | 75 | 100
7in(GeV) | 50 | 75 | 75
6(GeV) | 50 | 100 | 200

Tabela 4.2: Cortes para o pp — Z' — WTW~ — [*jjFr em funcio da massa do
A

Outra caracteristica peculiar ao sinal que podemos utilizar é a identificacao
dos dois jatos como provenientes do decaimento do W, requerendo que a massa

invariante deles M;; = (pj;, + pj2)2 seja compativel com a massa do IW:
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Figura 4.4: Distribui¢coes do momento transversal do jato menos energético p{fmm,
do jato mais energético p)"**, do lépton carregado ph e da energia faltante Frp
para o background total e sinal pp — Z’ — [*jjEr. O histograma em vermelho
corresponde ao background e o azul ao sinal com My = 0.5 TeV e largura 'y =
0.05Mz:. O histograma PA™" possui apenas os cortes basicos (4.18), o histograma
" possui além dos cortes bésicos o corte em p}™" tabela (4.2), o p, possui
todos os cortes anteriores e o em p}™**, por fim o Fr possui todos os anteriores e

o em p.

Podemos ir ainda mais longe, dado que o estado final possui apenas um tnico
neutrino, isso permite-nos a reconstruc¢ao do seu momento impondo conservagao
do momento transversal e requerendo que a massa invariante do par neutrino-I*
igual a My, M3 = (p, —l—pw)Z, para determinarmos o momento longitudinal do

neutrino, conforme ref. [32]:

b= g | [ +2 @) ot [0 2 )] PP — 4 1 BB’
(4.21)

note que o momento longitudinal possui duas raizes. Apesar disso esse procedi-
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mento nos abriu a possibilidade de reconstrucao da ressonancia do Z’ para isolar-
mos ainda mais o sinal do background. Na figura (4.5) temos a massa reconstruida
do WW, Mpin2 = (pmin + p, + pj, +pj2)27 com a solucdo de menor valor para o

momento longitudinal do neutrino apos os cortes (4.18) - (4.20). Nesta figura

observa-se a maior amplitude do sinal em relacao ao background na regiao pro-

Xima a MZ’-
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Figura 4.5: Distribuicao para a massa invariante reconstruida para o processo
pp — jjl* Fr utilizando o menor valor de momento longitudinal para o neutrino.
Com sinal Mz = 0.5 TeV no painel da esquerda e 1.0 TeV no da direita sobre os
respectivos backgrounds hachurados, apos os cortes (4.18) - (4.20).

Para as larguras consideradas na andlise a ressonancia do Z’ pode ser observada

exigindo que M™™ seja compativel com M dentro de um intervalo 4:

| MM — M| < 6 (4.22)

onde esse intervalo foi escolhido de modo a garantir que a maior parte do sinal
esteja nele. Os valores adotados para ¢ constam na tabela (4.2).

A tabela (4.3) contém a secao de choque para as diferentes contribuicées do
background do MP apos os cortes (4.18) - (4.22), além da secao de choque para
o sinal normalizado como em (4.5) para Mz =0.5, 1.0 e 1.5 TeV para o valor
ilustrativo I'y» = 0.05M 5. Cabe destacar que apods aplicarmos os cortes a parte

de interferéncia o;,; fica negligivel para os valores utilizados de massas e larguras
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| Mz (TeV) | o () | ofp’ (1) | ofip(fb) | o2 (MD) |

0.5 17.6 208 19.2 1232
1.0 5.6 46 5.6 270
1.5 1.5 12 1.8 9.5

Tabela 4.3: Secao de choque para o sinal Z’ e background em fb para o estado final
JilEEr (I = e, ) apos os cortes (4.18) - (4.22). Nesses resultados ainda nao foram
incluidos as eficiéncias experimentais de reconstrugao de jatos e léptons. Para o
sinal apresentamos os resultados para o valor ilustrativo I'z: = 0.05M ..

para o Z'.
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Figura 4.6: Distribuigoes para AR;; do sinal com estado final [*jjFr para dife-
rentes valores de My no caso ilustrativo I'yr = 0.05M 4.

Nessa tabela observa-se uma drastica reducao para o sinal quando My, > 1
TeV. Isso se deve aos W's serem altamente energéticos nessa regido de parame-
tros, implicando que seus produtos sejam bem colimados nao passando nos cortes
basicos (4.18). Podemos constatar tal fato na figura (4.6) onde mostramos as dis-
tribuicoes de AR;; para o sinal com diferentes valores de My tendo apenas os
cortes em rapidez (4.18) aplicados. Observamos que quanto maior a massa do 2’
mais colimados saem os jatos implicando no caso Mz = 1.5 TeV que a maior parte
do sinal seja perdida quando aplicamos o corte de isolamento.

Com AR;; > 0.4 implica que o algoritimo de reconstrucao dos jatos decaindo
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de um W muito energético iria reconstruir os dois jatos como um sé. Deste modo
poderiamos tentar evitar a supressao do sinal levando em conta também o estado
final [*jFr, como discutido em Agashe et al. [35]. Todavia essa anélise exige um
estudo muito mais detalhado dos detalhes do detector, que estd além do escopo
deste trabalho. Nos ateremos apenas ao estado final (*jj 7, mas nao podemos
perder de vista que os resultados que obtemos para My de grande magnitude

podem ainda ser melhorados.

4.2.2 pp— 72 - WW- =" Er

Figura 4.7: Diagrama do sinal pp — Z' — WTW~ — "= Fr, com [% I'* =
TR

e*, u*.
Podemos observar o Z’ também pelo canal puramente leptonico pp — 72’ —
WHW~ — ITI'"" Pr figura (4.7), conforme referéncia [31]. Este canal apesar de
ser mais limpo que o semi-lepténico do ponto de vista observacional, apresenta
dois problemas: o primeiro refere-se a impossibilidade de reconstrucao da massa
do Z' a partir do estado final dado que este possui dois neutrinos, a outra defi-
ciéncia desse provém do seu baixo branching ratio BR(WW) ~ (2/9)* = 4/81.
Os backgrounds do MP dominantes na producao de léptons de diferentes sa-
bores provém da producao de pares WHTW ™~ e do tt com os tops decaindo semi-
leptonicamente. Vamos partir dos cortes basicos em 1 e AR para assegurar de-
tecgdo e isolamento das particulas do estado final, suplementado pelo corte em p,
dado que como no caso anterior devido ao Z’ ter uma massa muito alta implica

em um sinal com léptons muito energéticos:

m| < 2.5, ARy > 04, e pl>50GeV. 4.23
T
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Apesar de nao ser possivel reconstruir a massa invariante do sinal devido a
presenca de dois neutrinos no estado final, podemos caracterizar parcialmente o

sinal utilizando a varidvel MJ¥'" definida por:

9 ) 1/2
—\ 2 =
MYWW - [(\/(Pl;l ) + ml%fl’* + \/ Zé% + ml2+l/) - (pl;l _'_ﬁT) ] (424)

. +—
onde Pr é o momento transversal faltante, ;' é o momento transversal do par
ITl'" e my+p- € a massa invariante do par [TI'". Observa-se que a razao sinal

background pode ser ampliada se aplicarmos o seguinte corte:

My
2

Como discutido na se¢ao anterior o background ¢t pode ser reduzido aplicando

MW > (4.25)

o veto de jatos adicionais utilizando (4.16) que corresponde as probabilidade dos

eventos passar pelo veto (4.17).
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Figura 4.8: Distribuicao angular azimutal da separagao entre os léptons carregados
do estado final ITI"" fr. A linha solida representa a distribuigdo do sinal para
My = 0.5 TeV com 'z /My = 0.1 e a tracejada esté associada ao background ¢t.

Podemos obter uma maior reducao do background ¢t se analisarmos a dis-
tribuicao da separacao angular azimutal entre os léptons finais, conforme figura

(4.8), donde obtemos o corte
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Ady < 2.5. (4.26)

Quanto ao caso de léptons de mesmo sabor teremos backgrounds adicionais
provenientes da producao de 1éptons via processos Drell-Yan e do decaimento do

Z 7. Neste caso devemos ampliar os cortes impondo

Fr > 50 GeV (4.27)

para suprimir os processo Drell-Yan e

my+- > 100 GeV (4.28)

para reduzir o background ZZ.

Na tabela (4.4) expomos os resultados das se¢oes de choque do background
do MP assim como do sinal normalizado como na equacao (4.5), para as massas
Mz = 0.5, 1.0 e 1.5 TeV no caso especial I'y» = 0.05M 5. Analogamente ao caso

anterior para as massas e larguras utilizadas para Z’ o termo o;,; é desprezivel.

(M (TV) | oHE () [ o8 () [ o ()

0.5 184 10.8 793
1.0 92.5 1.88 361
1.5 02 0 158

Tabela 4.4: Secao de choque para o sinal Z’ e background em fb para o estado
final ITI""Fr (I, I' = e, p). Para léptons de mesmo sabor foram aplicados os cortes
(4.23) - (4.25), ja para léptons de sabores distintos (4.23) - (4.28). Nesses resultados
ainda nao foram incluidas as eficiéncias experimentais de reconstrucao de jatos e
léptons. Para o sinal apresentamos os resultados para o valor ilustrativo 'y =
0.05M 4.

73



4.2.3 pp— W= WEZ — IFjiFr

Figura 4.9: Diagrama do sinal pp — W'¢ — W*Z — [%jjFr, com [ = e*, p*.

O sinal do W’ pode ser visto com o mesmo estado final que utilizamos na busca pelo
Z' com estado final [*jjFr. O diagrama representativo desse sinal, ilustrado na
figura (4.9), indica que agora devemos mudar o corte na massa invariante dos jatos
requerendo que M;; seja compativel com My, todavia My e M, possuem massas
muito proximas de modo que eventos associados a W’ podem ser classificados
como eventos de Z’ se estes bosons possuirem massas compativeis. Neste trabalho
assumiremos que estes estados nao sao degenerados de modo a nao termos que
levar em conta estas contribuicoes.

Dado que os sinais W’ e Z' possuem mesmo estado final (mesmo background),
podemos utilizar os mesmos cortes (4.18) a (4.22) aplicados ao caso pp — 2’ —
WW — £jjFr, desde que trocarmos My, por My em (4.20) e Mz por My, em
(4.22).

[ My (TeV) [ o5 () [ 0% () [ o p(f) [ ow () |

0.5 13.2 210. 114 1354.
1.0 4.0 20. 4.4 673.
1.5 1.5 14. 0.88 32.

Tabela 4.5: Se¢ao de choque para o sinal W’ e background em fb para o estado final
JilTFr (I = e, p) apos os cortes (4.18) - (4.22) trocando My, por My em (4.20) e
My por My em (4.22). Nesses resultados ainda nao foram incluidas as eficiéncias
experimentais de reconstrucao de jatos e léptons. Para o sinal apresentamos os
resultados para o valor ilustrativo I'yy» = 0.05Myy-.

Na tabela (4.5) apresentamos a se¢do de choque para o background do MP

apo6s aplicarmos os cortes, além da secao de choque para o sinal normalizado como
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em (4.5) para My =0.5, 1.0 e 1.5 TeV com 'y = 0.05My,. Cabe ressaltar que
apo6s aplicarmos os cortes a parte de interferéncia o, fica negligivel para os valores

utilizados de massas e larguras para o W,

4.2.4 pp— W= WEZ = IFIT1 Fr

Figura 4.10: Diagrama do sinal pp — W'= — W*Z — [TI7I'*Fr | com [*, 't =
£+

e*, ur.
Consideremos o estado final puramente leptonico do processo pp — W' — WZ
seguido pelos decaimentos W — l'vy e Z — 1l, onde [, I = e, i como denota a
figura (4.10). Os backgrounds do MP dominantes originam também da produ¢ao
de WZ no mesmo estado final e ZZ em léptons carregados com um deles sendo
perdido.

Partimos dos cortes basicos para assegurar deteccao e isolamento dos léptons

do estado final:

Imi| < 2.5, ARy >04, e ph>10GeV. (4.29)

Visando reduzir ainda mais o background do MP, para a ressonancia de menor
massa (My = 500 GeV) suplementamos que o corte para o0 momento transversal
do 1épton mais energético seja maior que 120 GeV.

Como no sinal os l1éptons decaindo do Z possuem mesmo sabor e cargas opostas
(MSCO) podemos melhorar a observagao do sinal requerendo que a massa invari-

MSCO) 2
M

ante desses léptons = (p+ +pl—)2 seja compativel com M

|MM5CO) — M| < 20 GeV. (4.30)
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Dado que o estado final do sinal possui apenas um neutrino podemos reconstruir a
massa invatiante [[l'vy a menos da ambiguidade inerente ao momento longitudinal
do neutrino. Deste modo suplementamos ainda os cortes exigindo que a massa
reconstruida possua um valor compativel com a massa do My~ = 0.5 (1.0) [1.5]
TeV:

| M — My | < 50, (100), [200] GeV (4.31)

rec

onde M™™ ¢ a menor das duas solugdes para a massa reconstruida.

‘ My (TeV) ‘ oup (fb) ‘ ow (tb) ‘

0.5 0.87 297
1.0 0.14 85
1.5 0.01 6.4

Tabela 4.6: Segdo de choque para o sinal e background com estado final I'=11~ oy
(I, I' =e, p) apos os cortes (4.29) -(4.31). opp denota a soma das contribuigoes
do background redutivel e irredutivel. Para o sinal apresentamos os resultados
para o valor ilustrativo I'yyy = 0.05Myy.

Os resultados para a secao de choque do sinal e background apds os cortes
(4.29) -(4.31) estao apresentados na tabela (4.6). O termo de interferéncia como
nos casos anteriores é desprezivel para o intervalo de massas e larguras adotadas
para o W’. Nesta tabela observamos que o MP possui um background pequeno
devido ao pequeno branching ratio do W Z nos léptons do estado final. O sinal além
de compartilhar desse pequeno branching ratio ainda possui, como ja discutido
nas segoes anteriores, a secao de choque reduzida para os casos de altos valores de
massas para o W’ que implica em um Z decaindo em léptons muito energéticos e

muito colimados nao passando pelos cortes de isolamento ARy;.
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4.2.5 pp—W'* = W*Z = 1Tl 45

Figura 4.11: Diagrama do sinal pp — W& — W*Z — [*]7jj , com [T = e*, pF.
Outro canal semi-leptonico de producdo de W’ que estudamos foi pp — W'+ —
W*Z — 171754, conforme figura (4.11). Neste caso temos todas as particulas do
estado final detectadas de modo que podemos reconstruir completamente o sinal
W' além dos estados intermediarios W e Z, possibilitando uma maior reducao do
background.

Na analise dos melhores cortes partimos dos cortes fundamentais associados as

limitagoes dos detectores:

‘7”][‘ < 25, |7”]]’ <3 e ARjj(jl)(ll) > 04 (432)

Novamente o W’ por possuir uma massa muito alta ird produzir jatos e léptons
altamente energéticos que possibilitou obtermos como nos casos anteriores cortes

6timos para supressao do background associados ao pr do estado final:

P > 50, (100), [100] GeV
P > 70, (100), [100] GeV (4.33)

para My, = 0.5, (1.0), [1.5] TeV. Como ja destacamos podemos reconstruir a
massa do W decaindo hadronicamente e do Z decaindo leptonicamente de modo

a ampliarmos nossos cortes com:
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|ij — Mw| < 10 GeV
|Ml+lf — Mz| < 10 GeV (434)
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Figura 4.12: Distribuicao para a massa invariante reconstruida para o processo
pp — L1755 com sinal My = 0.5 TeV no painel da esquerda e 1.0 TeV no da direita
sobre os respectivos backgrounds hachurados, apos os cortes (4.32) - (4.34).

Neste caso podemos reconstruir a massa do W' sem ambiguidades, pois seu
estado final ndo possui neutrinos. Na figura (4.12) temos a distribui¢io da massa
invariante reconstruida M+~ apés os cortes (4.32) - (4.34), que indica que pode-
mos melhorar a razao sinal background exigindo que a massa reconstruida seja
compativel com My = 0.5 (1.0) [1.5] TeV:

|ijl+l* — MW/| < 50, (100), [200] GeV (435)

Apresentamos na tabela (4.7) as se¢oes de choque do background MP e sinal
apos os cortes (4.32) - (4.35). Apds os cortes a segao de choque tt ficou desprezivel
frente as demais, o mesmo acontecendo com o;,; para as massas e larguras consi-
deradas para o W'.

Analogamente aos casos anteriores para massas mais altas do W' observa-se
uma redugdo mais abrupta do sinal na tabela (4.7), isso se deve aos produtos do

W e Z sairem bem colimados nao passando pelos cortes de AR (4.32).
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| My (TeV) | oB¥ () |

o () [ ow: () |

0.5 12.2 17.2 380
1.0 0.14 0.76 o1
1.5 0.03 0.12 3.3

Tabela 4.7: Sinal do W’ e background do MP para o estado final [T17jj com
I+ = e*, pu* apos os cortes (4.32) - (4.35). Nesses resultados ainda nao foram
incluidas as eficiéncias experimentais de reconstrugao de jatos e léptons. Para o
sinal apresentamos os resultados para o valor ilustrativo 'y = 0.05My.

4.3 Observabilidade do sinal

Em todos os canais estudados observamos que o termo de interferéncia oy, (My+, T'y)
(V' =W' Z') apresentou-se desprezivel frente as contribui¢oes do MP e do sinal,
no intervalo I'y, < My /2 apo6s aplicarmos os cortes. Isto simplifica a anélise da
significancia estatistica.

Para um numero muito alto de eventos associados ao background Ny,., pode-

mos impor o vinculo de 5o de observabilidade do V' assumindo o limite gaussiano:

Ny; Osinalll
sinal > 5 = sinal S5
vV Npack ompL

\VOMP
\/ZUV’ (Mv', Fv')

2
N (gv’qq qv'wv ) S5 (4.36)

9veqg 9V'WVmax

onde Ny, € 0 numero de eventos do sinal e £ é a luminosidade integrada, observe
ainda que utilizamos a normalizac¢ao da se¢ao de choque para o sinal como em (4.5).
No que segue adotaremos £ = 100 fb™!, com essa luminosidade temos garantido
o limite gaussiano para todos os canais dado o alto nimero de eventos Npger. A
excegao a esse fato ¢ o canal pp — W' — W*Z — I'F1*1~ fr, dado a baixa secao
de choque para o background nesse caso. Neste deve-se adotar o vinculo de 5o de
observalidade utilizando a estatistica de Poisson.

O vinculo de observabilidade (4.36) néo fixa completamente o intervalo do pro-
duto gyrqg9v'wv, na verdade existe também um vinculo superior de consisténcia
expresso nas equagoes (4.9) e (4.10), que obtivemos analisando as larguras dos
novos bosons vetoriais. Tendo em vista esses limites podemos expressar os inter-

valos das constantes de acoplamento gy,gvwy em que o sinal seria observado
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Figura 4.13: As regides hachuradas referem-se ao intervalo de observacao de um
Z' com massas Mz = 0.5, 1.0 e 1.5 TeV com pelo menos 5o de significancia na
reagao pp — Z' — WTW~= — 15 Fr.

com pelo menos 50 de observabilidade em funcao da largura da nova ressonancia,
que expressamos nas figuras (4.13) - (4.17) para trés valores de massas My = 0.5,
1.0 e 1.5 TeV para todos canais que estudamos.

Observamos que uma caracteristica compartilhada por todos os canais ¢ cresci-
mento do vinculo inferior em gy,5gv/wy com a largura total I'y/. Isso é um simples
reflexo de quanto maior a amplitude da largura mais eventos tendem a cair fora
do intervalo associado a massa invariante do sinal, veja por exemplo (4.35).

Outra caracteristica é o vinculo inferior do produto dos acoplamentos aumentar
com as massas das ressonancias My. Isso ¢é resultado da combinagao do decresci-
mento da secao de choque para ressonancias mais massivas e do fato dos produtos
serem muito colimados nao passando nos cortes de isolamento dos jatos e 1éptons.

Comparando a observabilidade do Z’ para o estado final semi-leptonico (55 Fr
figura (4.13) com o puramente leptonico 71~ frr figura (4.14) constatamos uma
melhor observabilidade no canal semi-lepténico com massas Mz = 0.5 e 1.0 TeV
devido a ele possuir um maior branching ratio e por conseguirmos reconstruir o 7’
a partir do estado final. Para Mz = 1.5 TeV a maior observabilidade é invertida
entre esses canais, pois nesse caso os jatos ficam muito colimados nao passando
nos cortes de isolamento (4.18).

Quanto ao W' o melhor canal de observacao ¢ o de estado final puramente
leptonico I'*171~ fr devido ao seu pequeno background apés os cortes. Observamos

também que o estado final [*jjFr possui uma sensibilidade semelhante entre o
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Figura 4.14: As regioes hachuradas referem-se ao intervalo de observacao de um
7' com massas Mz = 0.5, 1.0 e 1.5 TeV com pelo menos 50 de significancia na
reagao pp — Z' — WHW= = It~ Fr.

W'eo Z', amenos de pequenas diferencas oriundas dos distintos acoplamentos do
W e Z com os quarks leves. Além disso esse estado final é um pouco mais sensivel
que o [Tl j7.

Constatamos também que para todas as figuras o limite inferior se aproxima
de uma reta para 'y < 0.05My até 0.1 My dependendo do caso. E para larguras
maiores foge um pouco desse comportamento linear. Isso é explicado pelo limite

de largura fina que diz

Osinat <0 (pp = V')BR(V' — WV) + O (T'y+/My)

2
:AW + O Ty /My). (4.37)

onde A depende apenas de My.. Entao na aproximacao de largura fina o vinculo

inferior para o produto das constantes de acoplamento fica escalonado como:

2
(gquq qvwv ) « Ty (4.38)
9vaeqg 9V'WVmaz

explicando a forma linear do vinculo inferior para pequenas larguras.
Vale destacar que apesar de o W' e Z' compartilharem um mesmo estado final
I%5jFr, podemos diferenciar essas ressonancias pelos demais estados finais. O W’

pode ser identificado pelos sinais adicionais [*17jj e 1]~ oy, jA o Z' apresentara
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Figura 4.15: As regides hachuradas referem-se ao intervalo de observacao de um
W' com massas My = 0.5, 1.0 e 1.5 TeV com pelo menos 50 de significancia na
reagao pp — W= — W*Z — I%jjEr.

também (1]’ Fr. Neste sentido esses canais sdo complementares, proporcionando

o discernimento das ressonancias em W' e Z'.

. \M,=1.5TeV
L [ My=1.0 TeV

= My=0.5TeV

(Gwaa/ (3/V2)) % (Gw'ww/ Gw'wit max)

ppP—>jjIr

1672 107!

/M

Figura 4.17: As regides hachuradas referem-se ao intervalo de observacao de um
W' com massas My = 0.5, 1.0 e 1.5 TeV com pelo menos 5o de significancia na
reacao pp — W't — W*Z — 117 jj.
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Figura 4.16: As regides hachuradas referem-se ao intervalo de observacao de um

W' com massas My = 0.5, 1.0 e 1.5 TeV com pelo menos 5o de significancia na
reagao pp — W'* — W*Z — =11~ fr.

4.4 Conclusoes

Neste capitulo efetuamos uma anélise independente de modelo da observabilidade
de novos bosons vetoriais, neutros e carregados, no LHC. Essa anéalise possui como
motivacao um conjunto bastante amplo de teorias além do MP, as quais buscam
a restauracao da unitariedade no espalhamento de bdsons vetoriais pela inser¢ao
de uma torre de Kaluza-Klein de particulas de Spin-1 nao requerendo portanto a
existéncia do Higgs.

Com tal motivacao analisamos cinco canais de produgao dos bosons vetoriais
extras Z' e W’ via processos Drell-Yan, equagoes (4.1) e (4.2). Para esses canais
efetuamos uma analise dos melhores cortes para supressao do background de modo
que possamos observar o sinais de producao desses novos bosons.

Apos encontrados os melhores cortes expressamos um vinculo de observacao
com 5o desses novos sinais para uma luminosidade de 100 fb™*, em que associamos
o produto das constantes de acoplamento gy q5gv/wy com a largura I'y» para uma
dada massa, expressos nas figuras (4.13) - (4.17) para trés valores de massas My, =
0.5, 1.0 e 1.5 TeV.

Constatamos na analise desses processos que o LHC cobre uma extensa faixa
do espaco de parametros dessas teorias com bodsons vetoriais extras, permitindo
a esse experimento descobrir ou descartar esse tipo de extensao ao MP onde se

enquadram os Higgsless Models.
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Capitulo 5
Conclusao

Nesta dissertacao iniciamos expondo os aspectos teoricos fundamentais do Modelo
Padrao e ressaltando sua incrivel concordancia com os resultados experimentais até
a escala de energia provada na atualidade. Apesar desse acordo com os resultados
experimentais apontamos a razao da comunidade cientifica acreditar na existéncia
de nova fisica ja na escala de 1 TeV, a ser explorada no LHC, devido ao Problema
da Hierarquia de Escalas.

Na tentativa de responder a esse problema tratamos em detalhe do mecanismo
de Quebra Espontanea de Simetria por Condi¢oes de Contorno em uma dimensao
extra compacta, mecanismo fundamental na classe de teorias Além do Modelo
Padrao denominada Higgsless Models. Esses modelos postulam a inexisténcia do
Higgs utilizando como mecanismo de restauracao da unitariedade no espalhamento
entre bosons de gauge, WW — WW e WZ — WZ, uma torre de novos bosons
vetoriais que satisfazem as regras de soma obtidas em (3.62) e (3.67). Apos a
construcao de alguns modelos simples no capitulo 3 que possuem apenas caricter
didatico analisamos um modelo mais realista proposto pela referéncia [21], que
explicita as simetrias que desejavamos proteger em especial a simetria custodial.
A partir desse apontamos as modificacoes aplicadas pelos trabalhos mais recentes
para torna-lo uma possivel teoria Além do Modelo Padrao, respeitando os vinculos
experimentais ja estabelecidos.

Essas teorias serviram de inspiracao para o capitulo 4, onde efetuamos uma
analise independente de modelo da observabilidade de novos boésons vetoriais no
LHC associados a restauracao da unitariedade, os quais também sao previstos pelos
Higgsless Models. Analisamos a observabilidade das primeiras novas ressonancias

vetoriais Z' e W' através cinco canais de produgao, equagoes (4.1) e (4.2). Esses
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canais complementam o trabalho efetuado na referéncia [29| via fusdo de bosons
vetoriais, pois por fusdo temos apenas a observabilidade do W’. Deste modo
expomos novos modos de andlise para o W' e apresentamos canais que podem
fornecer informacoes sobre Z’ que nao sao obtidas por fusao.

Nossos resultados estao expressos nas figuras (4.13) - (4.17), que apresentam a
regiao do espaco de parametros em que o LHC nos proporcionard observagao com
uma luminosidade integrada de 100 fb~'. Essa regidio est4 expressa em termos do
produto das constantes de acoplamento gy q¢3gv/wv e da largura total I'y para trés
massas My = 0.5, 1.0 e 1.5 TeV.

Dada a vasta regiao no espaco dos parametros coberta com essa luminosidade
concluimos que o estudo desses processos nos fornece muita informagao, permitindo
a descoberta ou exclusao desse conjunto de teorias além do Modelo Padrao que

restauram a unitariedade via bosons de Kaluza-Klein.
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