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Interação Universal de Fermi (I)
Becquerel, Kaufmann e Rutherford estudaram a emissão de elétrons de alta 
velocidade; 

Estas emissões eram conhecidas como raios β do decaimento do Proctactínio: 

Entendia-se que o elétron estava presente no interior do núcleo atômico; 

A descoberta do nêutron (Chadwick 1932) permitiu compreender que o elétron era 
produzido no instante em que o nêutron decai em um próton; 

Um tema em aberto ainda era como explicar um espectro de energia contínuo para o 
elétron enquanto os dois núcleos tinham dois níveis de energia bem definidos. 

Resultado: violação de conservação de energia.
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Interação Universal de Fermi (II)
O problema de conservação de energia pode ser resolvido ao se pensar no spin das 
partículas envolvidas no processo; 

Como o nêutron é um férmion, o próton e o elétron deveriam conservar o spin do 
nêutron, o que não ocorre no processo; 

Pauli (1930) propôs que uma nova partícula seria produzida: 

Fermi (1934) introduz a Hamiltoniana que descreve o processo de decaimento Beta 
dado por:

n ! p+ e� + ⌫̄

HV = H0
n +H0

p +H0
e +H0

⌫ +
X

i

Ci

Z
d3x(ūpÔiun)(ūeÔiu⌫)
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Interação Universal de Fermi (III)
O Hamiltoniana deve ser um escalar frente às transformações de Lorentz, logo a 
quantidade em parênteses deve ser bem comportada; 

As únicas possibilidades são:
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1.1 The Universal Fermi Interaction 5

Fig. 1.5. Decay of the neutron into an electron e−, an antineutrino ν, and a proton p: (a) in
terms of physical particles, (b) in formal (field theoretical) terms

decay process can be described by adding to the Hamiltonian an interaction term con-
taining the wave functions of the four free particles:

HF = H 0
n + H 0

p + H 0
e + H 0

ν +
∑

i

Ci

∫

d3x(upÔiun)(ueÔiuν)

︸ ︷︷ ︸

interaction term

. (1.1)

Here up, un, ue, and uν denote the wave functions of the four particles, the bars on
up and ue indicate the (Dirac) adjoint, and the quantities Ôi are appropriate opera-
tors which characterize the decay and which are weighted by the constants Ci . Since
neutrinos are massless and the electron mass is low compared to the kinetic energies
in β decay, the theory must be formulated relativistically, which means that the wave
functions must be taken as solutions of the free Dirac equation

(

iγ µ ∂

∂xµ
− mk

)

uk(x) = 0 (k = p,n, e,ν) , (1.2)

that is, as four-component spinors. The γ µ are the Dirac matrices.2

The interaction term in (1.1) follows the current–current coupling, which is well
known from electrodynamics. Here the term “current” has to be interpreted very gen-
erally, since (upÔiun) can be a vector current, for instance if Ôi = γ µ, but it can also
be a scalar, for instance if Ôi = 1 (we refer to Exercise 1.2). In any case, however, the
operators Ôi must be 4 × 4 spin matrices. The question arises whether the elements
of these matrices should be numbers or differential operators. It can be shown that in
the interaction term the 4 × 4 differential operators can be reduced to (constant) 4 × 4
matrices. Indeed, since we are dealing with plane waves, (1.2) allows to express the
differentials iγ µ ∂

∂xµ uk(x) by mkuk(x).

Table 1.2. Elementary fermion transition operators

Ôi Transformation Number
property of Ψ ÔiΨ of matrices

1 Scalar (S) 1
γ µ Vector (V ) 4
σµν = i

2 [γ µ,γ ν ]− Tensor (T ) 6
γ µγ5 Axial vector (A) 4
γ5 = −iγ0γ1γ2γ3 Pseudoscalar (P ) 1

= iγ 0γ 1γ 2γ 3

2 All conventions referring to the Dirac equation correspond to those W. Greiner: Relativistic Quan-
tum Mechanics – Wave Equations, 3rd ed. (Springer, Berlin, Heidelberg, 2000). They are also used for
instance, in J.D. Bjorken, S.D. Drell in Relativistic Quantum Mechanics (McGraw-Hill, New York,
1964); see also Appendices A.1 and A.2.



Regime não-relativístico
Como os prótons e nêutrons se movem com velocidades não-relativísticas, podemos 
expressar os spinores de Dirac na forma: 

Isso simplifica a parte da Hamiltoniana referente aos nucleons, tendo as componentes 
do 2-spinor φ é muito maiores que as de χ. 

Isso reduz as possibilidades para os operadores quânticos: 

Transição de Fermi: Acoplamento Escalar, Vetorial ⟶  

Transição de Gamow-Teller: Acoplamento Tensorial, Axial ⟶  

Ambos os casos são observados: Hamiltoniana deve conter uma combinação
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Exercise 1.2

1 The Discovery of the Weak Interaction

pseudoscalar. Analogously one can show that

Ψ ′(x′)γ5γ
νΨ ′(x′) = det(a)aν

µΨ (x)γ5γ
µΨ (x) , (12)

which is thus an axial vector.

The 16 matrices 1, γ µ, σµν , γ µγ5, and γ5 are linearly independent and form a basis
in the vector space of the 4 × 4 matrices. Any other 4 × 4 matrix can be expressed as a
linear combination of those 16 matrices. Combinations like Ôi = γ µ +σµν , however,
lead to mixed terms which are not scalars:

(up(γµ + σµα)un)(ue(γ
µ + σµα)uν)

= (upγµun)(ueγ
µuν) + (upσµαun)(ueσ

µαuν)

+ (upγµun)(ueσ
µαuν) + (upσµαun)(ueγ

µuν) . (13)

The expressions in the second line are the desired scalars, whereas those in the last
line are vectors. Quantities for Ôi different from 1, γ µ, σµν , γ µγ5, and γ5 are thus
impossible, which is the desired result.

Since in nuclear β decay protons and neutrons move non-relativistically, the matrix
elements can be simplified in the nucleonic part of the Hamiltonian. As is well known,
a Dirac spinor can be decomposed into two two-component quantities φ and χ ,

Ψ =
(

φ

χ

)

,

where the components of the two-spinor φ in the non-relativistic limit are much larger
than the components of χ , and in this limit

S,V → φ†
pφn , T ,A → φ†

pσφn , P → 0 . (1.3)

We convince ourselves of these facts in Exercise 1.3.

EXERCISE

1.3 The Non-relativistic Limit of the Transition Operators

Problem. Prove the limiting cases given above.

Solution. The γ µ are defined as

γ 0 = β =
(

1 0
0 −1

)

,

γ5 =
(

0 1
1 0

)

, γi = βαi , (1)

αi =
(

0 σi

σi 0

)

, i = 1,2,3 .

�†
p�n

�†
p��n



Constante de Fermi
Transições de Fermi e Gamow-Teller fornecem uma constante de intensidade do 
processo similares: 

Outros decaimentos das interações fracas foram observados: 

Em todos eles a mesma constante aparece, nomeada constante de Fermi GF
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G ⇡ 10�11(MeV)�2 ⇡ 10�5m�2
p
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Exercise 1.3

1 The Discovery of the Weak Interaction

Thus

A = upγ
µγ5un = {upγ0γ5un, upγ

iγ5un} → φ†
pσiφn . (10)

Finally P → 0 remains to be proved, which is trivial:

P = upγ5un = (φ†
p ,χ†

p )γ 0
(

χn
φn

)

= φ†
pγ 0χn + χ†

p γ 0φn → 0 , (11)

since all terms contain a small component of the Dirac wave function.

The relevant non-vanishing cases are called Fermi transitions:

S,V → φ†
pφn , (1.4)

and Gamow–Teller transitions:

T ,A → φ†
pσφn . (1.5)

In the latter case obviously the spin of the decaying nucleus may change, whereas
the nuclear spin remains unchanged in the case of a Fermi transition. Both cases are
actually observed in nature, that is, the Fermi Hamiltonian (1.1) must contain some
combination of S–V and T –A couplings. It is possible to show that oscillations would
occur in the electron spectrum, if S and V couplings were simultaneously present, and
the same would be true for T and A couplings at the same time. Since such effects
are not observed, it follows that only the couplings S and T , or S and A, or V and T ,
or V and A are realized. Measurements of the lifetimes of several nuclei lead to the
conclusion that the strength constants of Fermi and of Gamow–Teller transitions are
about equal in magnitude, being nearly equal to

G ≈ 10−4 MeV fm3 ,

or in natural units (! = c = 1) – see Appendix A.1 –

G ≈ 10−11(MeV)−2 ≈ 10−5m−2
p .

From 1938 on, more particles were discovered that decay by the weak interaction:

µ± → e± + ν + ν

π± → µ± + ν/ν
(1.6)

K± → π0 + µ± + ν/ν

Λ0 → p + e− + ν etc. .

In all cases almost the same constant G appears. This is why one speaks of the uni-

versal Fermi interaction, responsible for the β decay of many unstable elementary
particles.

GF = 1, 16637⇥ 10�5GeV�2



Não-conservação de paridade
O decaimento do méson K+ mostrou dois possíveis estados: 

π±π0: possui paridade positiva 

π+π+π-: possui paridade negativa 

Experimentos revelaram que conservação de paridade é violada no 
decaimento Beta. 

Isso revela uma propriedade importante: os elétrons emitidos sempre 
possuem helicidade negativa: são emitidos com polaridade oposta ao 
seu movimento. 

Isso significa que a violação é máxima.
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1.2 The Non-conservation of Parity

With the K mesons, however, a serious puzzle was soon encountered. It was found that
the K+ meson, apart from the final state π0µ+ν, can also decay into two pions, π+π0,
and into three pions, π+π+π−. On the other hand, it was well known that the pion
has negative internal parity. Since all pions are emitted with angular momentum ℓ = 0
(this follows from their angular distribution), the spatial part of the wave function of
pions has positive parity. Thus the total parity of the final state is determined by the
number of pions:

π±π0 has positive parity (−1)2 = +1 ,
(1.7)

π+π+π− has negative parity (−1)3 = −1 .

At first it was supposed that there were two different particles, with the mass and
charge of the K+ meson, one with positive and the other with negative internal parity.
They were called τ and θ and one talked about the τ–θ puzzle.

Fig. 1.6. Angular-momentum
balance in the β decay of 60Co

T.D. Lee and C.N. Yang, however, pointed out4 that there was another, revolution-
ary way out of the dilemma: the violation of parity conservation in K+ decay. Indeed, a
serious examination revealed that there was no evidence for parity being conserved in
β decay. A short time after that, C.S. Wu, E. Ambler, R.W. Hayward, D.D. Hoppes,
and R.P. Hudson proved, in a now famous experiment,5 that parity conservation is
indeed violated in the β decay of atomic nuclei. Wu and her collaborators examined
the decay of 60

27Co into 60
28Ni under emission of an electron and an antineutrino. To un-

derstand the experiment, one must know that a 60
27Co nucleus has spin 5! and positive

parity (J P = 5+) in the ground state, whereas 60
28Ni has spin 4! and also positive parity

(J P = 4+). During β decay the nuclear spin thus changes by one unit and therefore
after what we learned at the end of Exercise 1.3, it must be a Gamow–Teller transition.

Fig. 1.7. During a reflection
the directions of the angular
momentum vectors and the
magnetic field remain the same,
whereas the directions of emis-
sion change

In addition one must know that the transition from 60Co to 60Ni is a so-called allowed

decay, that is, a decay which occurs with the fullest possible strength. As we will
learn in Chap. 7, this means that the wave function of the emitted particles (e and ν̄)
must be large in the region of the nucleus. On the other hand, this is possible only if
their total angular momentum with respect to the nucleus is 1/2 ! (only s1/2 and p1/2
waves have a non-vanishing probability to be found at the place of the nucleus). In
order to probe parity invariance, one must first prepare an initial situation which under
reflection does not pass over into itself. To ensure this, the cobalt nuclei were arranged
in a strong magnetic field at a temperature of 0.01 K (this was the most difficult part
of the whole experiment; it was carried out by Ambler and Hayward of the National
Bureau of Standards at Washington, DC). To conserve angular momentum, the spins
of the emitted electron and neutrino must then point in the same direction. When the
angular distribution of the electrons was measured, it was found that the electrons are
predominantly emitted opposite to the nuclear spin, that is, they showed an anisotropy
in their emission probability relative to the directed magnetic field. This result is in
clear contradiction to parity invariance, whereas, during a reflection, the momentum
vector of the electron reverses its direction, whereas the (axial) angular momentum

4 T.D. Lee, C.N. Yang: Phys. Rev. 104, 254 (1956); Nobel Lectures on Physics (1942–62) (Elsevier,
Amsterdam, 1964), p. 387.
5 C.S. Wu, E. Ambler, R.W. Hayward, D.D. Hoppes R.P. Hudson: Phys. Rev. 105, 1413 (1957).



Hamiltoniana de interação
Com o fato da helicidade negativa dos elétrons, temos que somente os acoplamentos 
Vetorial e Axial são relevantes: 

A parte nucleônica deve também ser uma combinação deste tipo: 

Finalmente, a Hamiltoniana de interação tem a forma:

9

ūe�µ(1� �5)u⌫

ūp�µ(CV � CA�5)un

1.2 The Non-conservation of Parity 19

experiment in two brilliant experiments.10 Both groups started with the decay chain

π+ → µ+ + νµ
(1.32)

µ+ → e+ + νe + ν̄µ ,

where they made use of the twofold action of parity violation. Here we introduced
the distinction between electron neutrinos, νe, and muon neutrinos, νµ, which will be
further explained at the end of this section. Lepton quantum numbers le (for the elec-
tronic family) and lµ (for the muonic family) are listed in Table 1.4. Note that each
of these lepton quantum numbers is conserved in the reactions (1.32). In the π+ de-
cay of (1.32) the neutrino has purely negative helicity. Owing to angular-momentum
conservation, the muon must have negative helicity, too, in the pion rest frame (see
Fig. 1.11). As we have learned, this is possible because the muon, as a heavy parti-

Fig. 1.11. Helicities in the de-
cay of the pion. Since it is a
two-body decay, the neutrino
(νµ) and positive muon (µ+)
move in opposite directions

cle, moves non-relativistically (v/c ≈ 0.27). If one selects muons according to their
direction of motion, they are completely polarized. The subsequent decay of the po-
larized muons leads to an anisotropic angular distribution of the positrons, in analogy
to Wu’s experiment with polarized 60Co nuclei. This can be easily measured. In β

decay only left-handed neutrinos are produced. Since the neutrino interacts neither
strongly nor electromagnetically, there is consequently no practical source of right-
handed neutrinos and no way of proving or disproving their existence. (Of course,
right-handed neutrinos would interact by gravitation, if they existed, and could by this
means be produced, for example in the cosmic big bang or by black holes. However,
their detection would be virtually impossible.)

Table 1.4. Lepton quantum numbers

e− e+ νe ν̄e µ− µ+ νµ ν̄µ

ℓe +1 −1 +1 −1 0 0 0 0
ℓµ 0 0 0 0 +1 −1 +1 −1

Finally, as an experimental result11 it was found in 1962 that there are two kinds
of neutrinos, νe and νµ, which differ in their electron and muon number, ℓe and ℓµ

respectively. In (1.32) we have already introduced this distinction. When muon neu-
trinos interact with matter, they always produce muons but never electrons:

νµ + n → µ− + p , νµ + n ↛ e− + p .

The existence of separate muon and electron quantum numbers had been predicted
earlier by Schwinger and Nishijima,12 because muons decay weakly (µ → eν̄eνµ)
but not electromagnetically (µ → e+γ ). The origin of this quantum number is still not
understood. However, it was found that there is at least one more separate “generation”
of leptons: τ (1784 MeV) and ντ (see Sect. 2.6 for an extended discussion).

10 R.L. Garwin, L.M. Ledermann, M. Weinrich: Phys. Rev. 105, 1415 (1957); J.I. Friedmann,
V.L. Telegdi: Phys. Rev. 105, 1681 (1957).
11 G. Danby, J.M. Gaillard, E. Goulianos, L.M. Ledermann, M. Mistry, M. Schwartz, J. Steinberger:
Phys. Rev. 9, 36 (1962).
12 K. Nishijima: Nuovo Cimento 5, 732 (1957).

Hint(n, p, e, ⌫) =
Gp
2

Z
d3{ūp�

µ(CV + CA�5)un}{ūe�µ(1 + �5)u⌫}



Interações via correntes
O termo referente a interação entre léptons se parece com a corrente eletromagnética: 

A interação fraca entre léptons pode ser expressa como: 

Limitações: processos chamados de corrente neutra não são  
previstos na teoria, mas foram observados experimentalmente:
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ūe(x)�µ(1 + �5)u⌫(x) ! j

µ = e ̄(x)�µ (x)

H
(L)
int =

Gp
2

Z
d3xJ (L)†

↵ (x)J↵
(L)(x)

26 2 Leptonic Interactions

Neutrino–electron scattering:

J (e)
α

†
J α

(e) =
[

ūνeγα(1 − γ5)ue
][

ūeγ
α(1 − γ5)uνe

]

.

Muon decay:

J (µ)
α

†
J α

(e) =
[

ūνµγα(1 − γ5)uµ

][

ūeγ
α(1 − γ5)uνe

]

.

Muon production in muon-neutrino–electron scattering:

J (e)
α

†
J α

(µ) =
[

ūνeγα(1 − γ5)ue
][

ūµγ α(1 − γ5)uνµ

]

.

On the other hand, a process like

is not allowed. This means that νµ and e can interact only via the creation of a muon,
which is an immediate consequence of the specific form of the currents J

(i)
µ , allowing

for a neutrino converting into a charged lepton (or vice versa!), but prohibiting an
interaction without a conversion of particles. This property of the interaction is usually
expressed by calling the currents (2.4) charged currents (more accurate by charged

transition currents) since the charge of the particle of a particular leptonic hierarchy
changes by one unit. In the electromagnetic current (2.3) the charge of the particle
does not change, it is therefore called a neutral current. We shall later see that neutral
currents also appear in the context of the gauge theory of weak interaction.

EXERCISE

2.1 Neutrino–Electron Exchange Current

Problem. Prove that J
µ
(e)

† = ūνeγµ(1 − γ5)ue .

Solution. With γ5
† = γ5 we find

J
µ
(e)

† =
[

ūeγ
µ(1 − γ5)uνe

]†

= uνe
†(1 − γ5)γ

µ†ū†
e

= ūνeγ
0(1 − γ5)γ

µ†γ 0†
ue . (1)

Using the identity

γ µ† = γ 0γ µγ 0 , (2)

that is, γ i† = −γ i , γ 0† = γ 0, yields the desired result:

J
µ
(e)

† = ūνeγ
0(1 − γ5)γ

0γ µue

Limitations of Fermi Theory 3

The Fermi theory of weak interactions is patterned according to the well-known
current–current coupling of quantum electrodynamics. All observations could – up
to now – be classified and understood within this scheme. Nevertheless, as we shall
see, the Fermi theory contains severe difficulties and is therefore unsatisfactory. In
order to reveal these difficulties we shall discuss first another phenomenon of weak
interactions, i.e. the neutral currents.

3.1 Neutral Currents

We have noted that there are no scattering processes of the form νµe− → νµe− or

Fig. 3.1. Neutrino–electron
scattering is not possible in
the context of V–A theory, as
developed so far

ν̄µe− → ν̄µe− in the framework of Fermi’s theory with V–A coupling. One therefore
has to carefully investigate experimentally whether such scattering occurs in nature.
These experiments are extremely difficult, because the expected cross sections (if any)
lie in the range 10−41–10−44 cm2 (10−17–10−20 barn). Only with the high neutrino
currents in modern accelerators (Fermilab near Chicago, CERN-SPS) and high neu-
trino energies (several hundred GeV) did such experiments become practical at all.

In fact many such processes were observed; the best experimental values for the
cross sections are:

1
Eνµ

σ (νµe− → νµe−) = (1.45 ± 0.26) × 10−42 cm2/GeV , (3.1a)

1
Eν̄µ

σ (ν̄µe− → ν̄µe−) = (1.3 ± 1.0) × 10−42 cm2/GeV . (3.1b)

The existence of such so-called “neutral” currents can therefore be regarded as being
firmly established. Here the name “neutral current” has the following origin. If one
starts from the conservation of electron and muon numbers separately, the only possi-
ble interpretation of the scattering process νµe− → νµe− is that at the interaction point
the incoming electron turns into the outgoing electron and the incoming µ neutrino
turns into the outgoing µ neutrino. The obvious method to implement this process in
our theory is therefore to supplement the leptonic current J

(L)
µ by expressions of the

form

ūνµγα(1 − γ5)uνµ , (3.2a)

ūeγα(gV − gAγ5)ue . (3.2b)

Here we have made use of the fact that in any event neutrinos must have negative he-
licity. The current (3.2a) does not contain a charged particle at all, that is it is really

W. Greiner, B. Müller, Gauge Theory of Weak Interactions,
DOI 10.1007/978-3-540-87843-8_3, © Springer-Verlag Berlin Heidelberg 2009
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Solúvel mas 
não muito elegante

Seção de choque para a interação neutrino-lépton cresce 
com a energia de colisão
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Exercise 3.1

3 Limitations of Fermi Theory

have to pay attention to the fact that electrons can assume two spin states, while neu-
trinos appear in only one state of negative helicity:

σ̄ =
1
2

∑

s,t

σst (νµe− → νµe−) . (7)

If we combine (2)–(7) and furthermore make use of the relation (cf. (2.15), (2.16))
(

(2π)4δ4(p′ + k′ − p − k)
)2 → V T (2π)4δ4(p′ + k′ − p − k) , (8)

we obtain

σ̄ =
G2

2π2

1
16(k · p)

∫

d3k′

2k′
0

∫

d3p′

2p′
0

δ4(p′ + k′ − p − k)
1
2

∑

ss′,t t ′

|M|2 , (9)

where M is given by (3.5).

3.4 High-Energy Behavior of Neutrino–Electron Scattering

The first problem of Fermi’s theory of beta decay is the existence of weak neutral
currents, which it did not predict. Nevertheless, we have observed that these can be
easily introduced into the theory. The generalization, however, appears to be quite
crude and not very elegant. The second problem of Fermi’s theory lies in the fact that
the cross section for neutrino-lepton scattering in general increases with the square of
the centre-of-mass energy, that is with s (see (3.17), (3.25), (3.27)). This holds also
for the “normal” processes with charged currents, like the two displayed in Fig. 3.3.

Fig. 3.3. Neutrino–electron
scattering in Fermi theory.
Each scattered particle
changes its charge

In these two cases one finds the following expressions for the averaged cross sec-
tions (cf. Exercises 3.2 and 3.3):

σ̄ (ν̄ee− → e−ν̄e) =
G2

3π
s

(

1 −
m2

e

s

)(

1 +
m6

e

s3

)

, (3.32)

σ̄ (νie− → l−i νe) =
G2

π
s

(

1 −
m2

i

s

)2

, i = e,µ, τ . (3.33)

When calculating the cross section for νi + e− → l−i + ν one furthermore observes
that it is completely isotropic (this is not valid for ν̄e + e− → e− + ν̄e). Hence only the
partial wave with angular momentum zero (s wave) contributes to the scattering! This
can be intuitively understood: the current–current coupling of the Fermi interaction
allows scattering only if both particles are located at the same point. Thus neutrino and
electron have to come very close together during the scattering process; the collision
must be central. This demands a vanishing relative angular momentum.



Salvando a teoria de Fermi
Problemas de divergência surgem  
em altas energias: 

A solução para evitar o problema de divergência da seção de choque em altas 
energias: uma partícula massiva intermediadora da interação 

Obstáculo: encontrar uma forma simples e elegante de equacionar o seguinte: 

1. descrever interações de corrente carregada e corrente neutra; e 

2. incluir uma partícula massiva intermediadora da interação 

O modelo mais simples para isso é o chamado Modelo de Higgs–Kibble
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contribution of the diagram in Fig. 3.9 to neutrino–electron scattering. The interaction
Hamiltonian at both vertices is

Hint(νee− → e−νe) =
G
√

2

∫

d3x J (e)†
α J α

(e)(x) . (3.86)

Fig. 3.9. Neutrino–electron
scattering in second order

According to standard Feynman rules (see Appendix A.3), inner fermion lines are
represented by Dirac propagators; the contribution to the scattering matrix element is
therefore

S(2)(νee− → e−νe)

= −i
G2

2
(2π)4 δ4(p′ + k′ − p − k)

√

16V 4k0p0k
′
0p

′
0

×
∫

d4q

(2π)4

[

ue(p
′, s′)γα(1 − γ5)

1
/p + /q

γβ(1 − γ5)ue(p, s)

]

×
[

uνe(k
′, t ′)γ α(1 − γ5)

1
/k − /q − me

γ β(1 − γ5)uνe(k, t)

]

. (3.87)

As required, we have integrated over the 4-momentum qµ exchanged in the first scat-
tering. One observes that this integral over q diverges, since only two powers of q

appear in the denominator

S(2) ≃ G2
∫

d4q

q2 ≃ G2

∞
∫

0

q3dq

q2 ≃ G2

∞
∫

0

qdq . (3.88)

Such divergences in Feynman graphs of higher order in the Fermi coupling constant G

are in principle nothing new; they also appear in quantum electrodynamics.4 A typical
divergent graph is the self-energy of the photon in lowest order (“vacuum polariza-
tion”), where a quadratically divergent integral over the intermediate momentum q

also arises (Fig. 3.10). In this case, however, the quadratic divergence can be elimi-
nated by demanding gauge invariance for the photon propagator. What remains is a

Fig. 3.10. Vacuum polarization
in QED

logarithmic divergence of the form
∫

dq/q which can be absorbed by renormalizing
the electric charge (“charge renormalization”). This procedure is not applicable to the
divergence (3.88), since there is no gauge principle in Fermi’s theory which could
reduce the order of divergence. In higher-order processes even worse divergences ap-
pear. One says that Fermi’s theory is not renormalizable.5 The reason for the diver-
gence of the integral in (3.87) lies in the nature of the interaction vertex between the

4 See W. Greiner and J. Reinhardt: Quantum Electrodynamics, 2nd ed. (Springer, Berlin, Heidelberg,
1994).
5 This statement should be handled with care. Strictly speaking it means only that Fermi’s theory is
not renormalizable in successive orders of perturbation theory. If one were able to sum all orders ex-



Noção de Quebra Espontânea de Simetria
Adicionando um pequeno termo, quebramos a invariância de uma Lagrangiana, 
possibilitando a idéia de quebra de simetria; 

Dado uma Lagrangiana dos sabores u, d e s dos quarks e assumindo que tenham 
mesma massa, escreve-se: 

onde é invariante frente ao grupo de sabor  

No caso de massas diferentes para os quarks, teremos a Lagrangiana efetivo 

onde, com os termos adicionais, a invariância é quebrada. 
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Estado de vácuo
Outro caso: a invariância da Lagrangiana não ocorre para o Estado de vácuo; 

Consideremos o campo escalar real com interação de ordem 4: 

Temos para as equações de campo 

Construimos a Hamiltoniana, com 

onde                             , gerando, de forma global, o mínimo para a Hamiltoniana.
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Analisando o potencial U
Vejamos as possibilidades que podemos ter para o potencial U: 

Requerendo que a Hamiltoniana tenha um mínimo em 

Se              , temos como solução para o Estado de Vácuo:

14

� = 0 ! � > 0

µ2 > 0 �0 = 0

Analisando o Potencial U = U(φ)
• Damos especial atenção para as possibilidades que podemos ter para o potencial U :

• Requerendo que o Hamiltoniano tenha um mínimo em φ = 0 → λ > 0;

• Se µ2 > 0, temos como solução para o Estado de Vácuo → φ0 = 0:

φ

U(φ)

0

G.G. da Silveira (CMS & GAME) – p. 7/33



Parâmetro µ
A constante μ faz o papel da massa do campo escalar real φ; 

Assumindo agora que               , teremos como solução              e também 

Com estas soluções obtemos
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µ2 < 0 �0 = 0

�0(+) = +

r
�6µ2

�
⌘ a

�0(�) = �
r

�6µ2

�

U (�0) = 0

U
�
�0(+)

�
= U

�
�0(�)

�
= �3

2

µ4

�

Parâmetro µ

• A constante µ faz o papel da massa do campo escalar real φ;

• Assumindo agora que µ2 < 0, teremos como solução φ0 = 0 e também,

φ0(+) = +
√

− 6µ2

λ ≡ a,

φ0(−) = −
√

− 6µ2

λ

• Com estas soluções obtemos:

• U (φ0) = 0;

• U
(

φ0(+)

)

= U
(

φ0(−)

)

= − 3
2

µ4

λ .

φ0(+)φ0(−)

0

φ

U(φ)
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Simetria
A Lagrangiana é invariante frente a transformação 

O Estado de Vácuo é degenerado!  

Os estados possíveis se transformam um no outro em virtude desta simetria; 

A escolha por uma destas possibilidades é irrelevante para o estudo de U(φ), H(φ) e 
L(φ);

16

L(�) ! L(��)

Simetria
• O Lagrangiano é invariante frente a transformação

L(φ) → L(−φ)

• O Estado de Vácuo é degenerado!

• Os estados possíveis se transformam um no outro em virtude desta simetria;

• A escolha por uma destas possibilidades é irrelevante para o estudo de U(φ), H(φ) e

L(φ);

Um vez que fazemos a escolha, a simetria é

espontaneamente quebrada!

G.G. da Silveira (CMS & GAME) – p. 9/33



Reescalando o campo escalar real φ
Estudamos a Lagrangiana em torno do Estado de Vácuo definindo um novo campo 

Reescrevemos a Lagrangiana em termos do novo campo φ’ 

onde temos que a massa para o novo campo é  

Vemos que este novo campo φ’ possui algumas propriedades: 

O seu Estado de Vácuo corresponde a φ’ = 0; 

Possui massa positiva que corresponde a                       ; e 

Apresenta uma interação tipo cúbica φ’3. 17
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O novo campo escalar real φ’
Devido ao termo cúbico de interação, esta Lagrangiana não é mais invariante frente a 
transformação 

Para obtermos um Estado de Vácuo com energia potencial zero, adicionamos uma 
constante 

Isto nos mostra que é possível efetuar a passagem:
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O novo campo escalar real φ′

• Devido ao termo cúbico de interação, este Lagrangiano não é mais invariante frente a

transformação

φ′
! −φ′

• Para obtermos um Estado de Vácuo com energia potencial zero, adicionamos uma

constante

U
(

φ0(+)

)

= U
(

φ0(−)

)

= −
3

2

µ4

λ
+

3

2

µ4

λ
= 0

U(φ) =
λ

4!

(

φ2 +
6µ2

λ

)2

≡
λ

4!

(

φ2 − a2
)2

• Isto nos mostra que é possível efetuar a passagem

Campo com massa imaginária

⇓
Campo com massa real
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Bóson de Goldstone (I)
Analisemos a quebra espontânea de simetria de um grupo contínuo de simetria; 

Vejamos a Lagrangiana para dois campos φ1 e φ2 

Tomamos esta Lagrangiana invariante frente às transformações do grupo de simetria 
SO(2) de rotações no plano (φ1,φ2) 

Para a energia potencial temos 

onde o mínimo ocorre para
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Bóson de Goldstone
• Analisemos a quebra espontânea de simetria de um grupo contínuo de simetria;

• Vejamos o Lagrangiano para dois campos φ1 e φ2

L =
1

2

[

(∂µφ1)(∂µφ1) + (∂µφ2)(∂µφ2)− µ2(φ2
1 + φ2

2)
]

−
λ

4!

(

φ2
1 + φ2

2

)2

• Tomamos este Lagrangiano invariante frente às transformações do grupo de simetria

SO(2) de rotações no plano (φ1,φ2)

φ′
1 = φ1cosα− φ2senα

φ′
2 = φ1senα+ φ2cosα

→
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cosα −senα

senα cosα

⎞

⎠

⎛

⎝

φ1

φ2

⎞

⎠

• Para a energia potencial temos
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∂U

∂φ1
= φ1

[
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3!
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Bóson de Goldstone (II)
Para                 e               mínimo para (φ1,φ2) na circunferência 

Os Estados de Vácuo encontram-se nos pontos φ1 e φ2 da circunferência e 
transformam-se um no outro através do grupo SO(2);
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Bóson de Goldstone

• Para µ2 < 0 e λ > 0 → mínimo para (φ1,φ2) na circunferência φ2
1 + φ2

2 = a2 ≡ − 6µ2

λ

a

−a

−a

a

φ2

φ1

0

• Os Estados de Vácuo encontram-se nos pontos φ1 e φ2 da circunferência e

transformam-se um no outro através do grupo SO(2);
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Quebra de simetria
Sempre podemos escolher os eixos no plano (φ1,φ2) de forma que obtemos 
                                       onde há a quebra espontânea da simetria; 

Fazendo novamente a substituição de variáveis de forma que 

Como esperado, o campo φ’1 adquire uma massa positiva: 

ao passo que o campo φ’2 permanece um campo não-massivo.
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Teorema de Goldstone
O campo não-massivo φ’2 é chamado de Bóson de Goldstone, onde este resultado 
ilustra o Teorema de Goldstone:
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Teorema de Goldstone
•• O campo não-massivo φ′

2 é chamado de Bóson de Goldstone, onde este resultado ilustra

o Teorema de Goldstone:

“Existirão N −M bósons sem massa na teoria

em que um sub-grupo de dimensão N −M , de

um grupo de simetria G de dimensão N , é

espontaneamente quebrada.”
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Mecanismo de Higgs-Kibble
Consideremos a Lagrangiana para dois campos φ1 e φ2  em termos dos campos 
escalares complexos 

onde obtemos para a Lagrangiana em termos destes campos 

Podemos ver que esta Lagrangiana é invariante frente à transformação 

a qual corresponde a transformação do grupo de rotações SO(2):
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Transformação local de simetria
Consideremos uma transformação local do grupo SO(2) 

Como temos um argumento dependente da posição x, a aplicação da derivada tem 
resultado distinto a uma transformação global 

Devido ao termo            , a Lagrangiana deixa de ser invariante! 

Adicionando um campo vetorial           , recuperamos a invariância da Lagrangiana: 

onde                                                                 e acompanha
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Utilizando a quebra de simetria
Temos que o mínimo da energia potencial ocorre para                  e                em 

A quebra espontânea da simetria            ocorre quando para um Estado de Vácuo 

Substituímos as variáveis em função da escolha do Estado de Vácuo 

onde a é entendida como constante real!
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Nova Lagrangiana
Escrevendo a Lagrangiana para estes campos escalares e vetorial com o Estado de 
Vácuo determinado 

onde 

Podemos notar que surge um termo nesta Lagrangiana referente ao campo vetorial 

o qual corresponde a massa deste campo
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Reescrevendo
Podemos efetuar a mudança de variáveis 

onde surgem os novos campos  

Finalmente, a Lagrangiana obtido 

onde temos os campos massivos vetorial      , com massa                  , e escalar ρ, 
com massa
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Componente Longitudinal
Podemos observar da Lagrangiana obtido que a nova variável que descreveria o bóson 
de Goldstone desapareceu! 

A perda aparente do Bóson de Goldstone na verdade é uma conversão. 

Nesta teoria, não há Bósons de Goldstone provindos da quebra de simetria, e sim 
surgem novos graus de liberdade:
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Componente Longitudinal

• Podemos observar do Lagrangiano obtido que a nova variável que descreveria o bóson de

Goldstone desapareceu!

• A perda aparente do Bóson de Goldstone na verdade é uma conversão!

• Nesta teoria não há Bósons de Goldstone provindos da quebra de simetria, e sim

surgem novos graus de liberdade:

⇒Bóson Não-Massivo

Bóson de Goldstone

Bóson Massivo

V

E

V

ϵ1

ϵ2

k1

k2

k3

O Teorema de Goldstone é válido:

nesta teoria ele se converte em

componente longitudinal devido ao

campo em questão ser de longo

alcance! Caso seja de curto

alcance surge o bóson

não-massivo na quebra da

simetria!
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Primeira evidência
Combinando este Mecanismo com as Teorias Eletromagnética e das Interações Fracas 
obtém-se a Teoria Eletrofraca: 

Três bóson vetoriais massivos mediadores das Interações Fracas; 

Bóson mediador da Interação Eletromagnética sem massa. 

1983: Rubbia et al. utilizaram o Super Proton Synchrotron}, recém construído 
acelerador do CERN, para observar os bóson vetoriais massivos; 

Através de colisões próton-antipróton os detectores UA1 e UA2 conseguiram observar 
estes bósons, estimando suas massas com excelente acordo com a Teoria Eletrofraca 
(~ 80/90 GeV). 

Atualmente, observa-se a massa 
destes bóson vetoriais sendo
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Primeira Evidência
• Combinando este Mecanismo com as Teorias Eletromagnética e das Interações Fracas

obtem-se:

• três bóson vetoriais massivos mediadores das Interações Fracas → W± e Z0;

• bóson mediador da Interação Eletromagnética sem massa → γ.

• Em 1983, Rubbia et al. utilizaram o Super Proton Synchrotron, recém construído

acelerador do CERN, para observar os bóson vetoriais massivos;

• Através de colisões pp̄ os detectores UA1 e UA2 conseguiram observar estes bósons,

estimando suas massas com excelente acordo com a Teoria Eletrofraca (∼ 80/90GeV).

• Atualmente, observa-se a massa destes bóson vetoriais sendo

Massa (GeV) Z0 W±

LEP 91.1875± 0.0021 80.439± 0.050

pp̄ 91.1876± 0.0039 80.454± 0.059

* Spanò, F., arXiv:hep-ph/0605093 (2006).

** S. Eidelman et al. (Particle Data Group), Phys. Lett. B 592, 1 (2004) and 2005 partial update for edition 2006
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Bóson de Higgs (I)
2012: ambas as Colaborações CMS e ATLAS anunciaram a observação de uma 
partícula com as propriedades do bóson de Higgs; 

2013: as Colaborações anunciam que a partícula possui algumas propriedades do 
bóson de Higgs do Modelo Padrão;
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Partícula 
de Deus?

+0,26 +0,13MH = 125,03        (stat.)         (syst.) GeV/c2
−0,27 −0,15 MH = 125,36 ± 0,37 (stat.) ± 0,18 (syst.) GeV/c2



Bóson de Higgs (II)
A Colaboração CMS efetuou medidas experimentais da produção do suposto bóson de 
Higgs em diferentes canais de decaimento; 

Estas medidas são comparadas com a teoria através de geradores de eventos; 

Histogramas coloridos: predições teóricas do Modelo Padrão
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Bóson de Higgs (III)
2015: as Colaborações CMS e ATLAS publicaram a combinação dos resultados para 
observação do suposto bóson de Higgs em dois dos seus canais de decaimento: 

Mais dados são necessários para determinar se esta partícula é realmente o bóson 
de Higgs do Modelo Padrão.
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 [GeV]Hm
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Total

Stat.

Syst.

CMS and ATLAS

 Run 1LHCl+4γγ CMS+ATLAS

l 4CMS+ATLAS

γγ CMS+ATLAS

l4→ZZ→H CMS

l4→ZZ→H ATLAS

γγ→H CMS

γγ→H ATLAS



Conclusões
Soluciona a geração da massa das partículas elementares do Modelo 
Padrão; 

Revela a íntima ligação entre a quebra de simetrias e a geração de massa; 

Validade do Teorema de Goldstone para interações de longo alcance; 

Possível utilizar para estimativa da massa de outras partículas não 
observadas; 

Fornece uma teoria simples para as interações fracas e permite a unificação 
com a Teoria Eletromagnética; 

O observável desta teoria já foi observado, o que sustenta fortemente sua 
validade.
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