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Physics is like sex: sure, it may give some practical results,

but that’s not why we do it.

Richard P. Feynman

ii



Resumo

O modelo padrao das particulas elementares, baseado na invariancia de Lorentz e na si-
metria de gauge SU(3). ® SU(2)r, ® U(1)y, foi confirmado por todos os testes experimentais
até o momento. No entanto, nada nos garante que é este o modelo final das interacées fun-
damentais. Problemas tedricos como a hierarquia, o numero de geracoes de particulas e a
assimetria barionica e alguns dados experimentais (neutrinos massivos, matéria e energia
escura) sugerem a necessidade de fisica além do Modelo Padrao (SM). Alguns destes pro-
blemas sdo resolvidos em uma importante classe de modelos, que assumem a existéncia
de simetrias espaciais adicionais, chamada de supersimetria. A proposta deste projeto é
estudar a idéia de supersimetria e sua possivel relevancia para a fisica além do Modelo
Padrao. Para entendermos o principio da supersimetria, iremos construir o Modelo Padrao
Supersimétrico Minimo (MSSM) e apresentar algumas de suas consequiéncias fenomenolo-
gicas. Também serdo apresentados os modelos mSUGRA e mGMSB, assim como algumas
de suas principais caracteristicas. Em Anexo apresentaremos algumas informac¢des com-
plementares, além de um trabalho desenvolvido em paralelo com o projeto de Mestrado.



Abstract

The standard model of elementary particles, based in Lorentz invariance and in the
gauge symmetries SU(3). ® SU(2);, ® U(1)y, was confirmed by all experimental data so far.
However there is no evidence that it is the final theory of fundamental interactions. In
fact, several theoretical evidences, such as the hierarchy problem, baryogenesis and the
number of families and a few experimental data (neutrino masses, dark matter and dark
energy) suggest that we should look for physics beyond the Standard Model (SM). Some of
these problems are solved in an important class of models, which assume the existence
of additional spatial symmetries, called supersymmetry. The objective of this thesis is to
study the concept of supersymmetry and its potential relevance to the physics beyond the
Standard Model. To understand the principle of supersymmetry we will construct the Mi-
nimal Supersymmetric Standard Model (MSSM) and present some of its phenomenological
consequences. We will also present the mSUGRA and mGMSB models, as well as some of
its properties. In the Appendix we show some complementary information and a parallel
work developed during this project.
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Introducao

A idéia de utilizar simetrias para orientar a construcao de teorias sempre esteve presente
no desenvolvimento da fisica fundamental, mesmo que de maneira indireta. Com o desen-
volvimento da teoria de grupos e do formalismo de teoria de campos, o uso de simetrias se
tornou uma ferramenta extremamente poderosa para a investigacao da natureza.

A importancia de simetrias para o desenvolvimento da fisica dificilmente pode ser su-
perestimada. A existéncia de simetrias espaciais (locais) nos permite estender todo o co-
nhecimento obtido em nossos laboratérios para o restante do Universo. A invariancia por
translacoes e rotacoes, por exemplo, permite que descrevamos a evolucao de estrelas com
as mesmas leis fundamentais validas na Terra. Boa parte das grandes descobertas expe-
rimentais esta relacionada a descoberta de novas simetrias. O teorema de Noether, que
relaciona diretamente grandezas conservadas com simetrias nos fornece as ferramentas
necessarias para buscar e testar experimentalmente novas simetrias. A construcao da Re-
latividade Especial € um exemplo claro de como a descoberta de grandezas conservadas
(neste caso a velocidade da luz) nos permite formular simetrias (a invariancia de Lorentz).

Com o desenvolvimento da fisica de particulas, uma nova classe de simetrias se mostrou
relevante para a descri¢do da natureza, as simetrias de gauge. Ao contrario das simetrias
espaciais, simetrias de gauge transformam graus de liberdades internos das particulas e
portanto nos permitem relacionar particulas com diferentes niumeros quanticos. Logo, o
conteudo de particulas fundamentais e suas intera¢des deixam de ser totalmente arbitra-
rios, ja que as particulas devem se acomodar em multipletos do grupo de gauge e interagem
através da troca de bosons de gauge.

A uniao de simetrias espaciais (invariancia de Lorentz) e de simetrias de gauge permitiu
a construcao do Modelo Padrao (SM), que prediz corretamente um numero excepcional de
resultados experimentais e observacoes cosmologicas. O momento magnético do elétron,
por exemplo, foi medido com uma precisao de 12 digitos:

ge¥P = 1.001159652186 % 0.000000000004 15
Enquanto a previsdo teérica do Modelo Padrao (incluindo diagramas até ordem a?) € [1]:

g>M =1.001159652176 & 0.00000000009 153



Como o calculo tedrico envolve diagramas de até 4-loops e estes sdo sensiveis a todas as
particulas existentes (incluindo possiveis novas particulas), a concordancia com o resultado
experimental pode ser considerado como um enorme sucesso do Modelo Padrao.

Apesar de ter passado por uma enorme quantidade de testes experimentais, o SM € uma
teoria efetiva, valida até uma determinada escala de energia. A hipétese mais conservadora
€ assumir que esta escala seja a escala de Planck (~ 10!° GeV), onde a gravitacdo quan-
tica se torna relevante. No entanto, alguns dados experimentais sugerem que o Modelo
Padrao deve falhar em energias muito inferiores. Como alguns exemplos, podemos citar
a existéncia de neutrinos massivos, as recentes descobertas de energia e matéria escura
e a assimetria baridonica. Porém, nenhum destes sugere a escala na qual o SM deve ser
subsituido por uma teoria mais fundamental.

Felizmente, assim como no eletromagnetismo classico (ver Sec¢édo 3.1), o Modelo Padrao
contém uma escala natural de energia, a escala eletrofraca (~ 10> GeV). Desta forma, ar-
gumentos teoricos de naturalidade nos permitem esitmar o cut-off do SM (~ 103 GeV). Mas
qual teoria deve subsituir o Modelo Padrao nesta nova escala? Até agora, os poucos indicios
experimentais ndo apontam para nenhuma teoria em particular. Porém, devido ao enorme
éxito do uso de simetrias para a construcdao do Modelo Padrao, é natural buscar novos tipos
de simetrias que possam orientar a construcao de extensoes do SM.

Na década de 60, a tentativa de estender as simetrias espaciais e de uni-las com sime-
trias de gauge resultaram em uma série de teorias inconsistentes ou sem relevancia fisica.
Em 1967, Coleman e Mandula provaram sob hipéteses bem gerais que o tunico tipo de si-
metria relevante para a construcdo de modelos realistas deve ser um produto direto entre
um grupo de gauge e o grupo de Poincaré. Ou seja, toda tentativa de ampliar as simetrias
do Modelo Padrao deveria se restringir a modificacées do grupo de gauge. As Teorias de
Grande Unificacdo ou GUTs e os modelos Little Higgs sdo exemplos de tais tentativas.

Em 1975, Haag, Lopuszanski e Sohnius estenderam o Teorema de Coleman-Mandula
de tal forma a permitir uma generalizacido das simetrias espaciais do grupo de Poincaré,
através da introducao de simetrias espaciais fermionicas e, conseqiientemente, de dimen-
sdes espaciais nao comutativas. A extensido do grupo de Poincaré ficou conhecida como
supergrupo de Poincaré e as novas simetrias espaciais como supersimetria. Por envolver
operadores fermionicos, a supersimetria permite transformar campos bosénicos em fermi-
onicos e fermidnicos em bosoénicos.

Apesar de inicialmente terem sido introduzidas em outro contexto, teorias supersimé-
tricas tornaram-se relevantes por permitirem estender o Modelo Padrao, tornando a escala
eletrofraca uma escala natural, mesmo que o cut-off da teoria seja a escala de Planck. Além
disso, a extensao supersimétrica do SM permite uma grande quantidade de nova fisica, que
pode explicar alguns dos problemas citados acima, como a assimetria baridonica e a matéria
escura. Por estes motivos teorias supersimétricas se tornaram uma das principais candi-
datas para a fisica além do Modelo Padrao.

Este trabalho tem como objetivo um estudo das principais caracteristicas de teorias



supersimétricas e sua relevancia para a fisica além do Modelo Padrao. Apesar de o pro-
blema de hierarquia (Secédo 3.1) usualmente ser considerado como a principal motivacao
para supersimetria, adotaremos aqui uma abordagem um pouco diferente, introduzindo
a idéia de supersimetria como o maior grupo de simetrias espaciais compativel com o
grupo de Poincaré. Portanto, na primeira parte deste trabalho discutiremos os teoremas
de Coleman-Mandula e Haag-Lopuszanski-Sohnius e como estes nos levam a definicdo da
algebra supersimétrica. Usando argumentos fenomenoldgicos nos restringiremos ao es-
tudo de teorias supersimétricas em quatro dimensédes e com N = 1 (ver Secao 2.3). Apo6s o
estudo da algebra supersimétrica e de suas representacdes apresentaremos os principais
conceitos (superespaco e supecampos) utilizados na construcao de uma lagrangeana super-
simétrica. Em seguida discutiremos o conceito de invariancia de gauge em supersimetria
e como estas sao generalizadas para o superespaco. Finalmente, apresentaremos a lagra-
geana supersimétrica, invariante de gauge e renormalizavel mais geral possivel. A partir
desta discutiremos a quebra espontanea de supersimetria e suas dificuldades tedricas.

Com os conceitos discutidos na primeira parte, construiremos a extensao supersimétrica
minima do Modelo Padrao (MSSM), onde introduziremos seus supercampos fundamentais,
suas simetrias de gauge e o conceito de Paridade R. Em seguida discutiremos a quebra
de supersimetria no MSSM, onde apresentaremos os termos de quebra soft. Com base na
lagrangeana do MSSM e nos termos soft construiremos as matrizes de massa da teoria e
algumas de suas principais interac¢oes. A partir destas discutiremos algumas propriedades
do MSSM, como a unificacao das constantes de acoplamento e o problema de violacao de
sabor.

Na terceira parte discutiremos dois dos principais modelos para estudos fenomenol6gi-
cos do MSSM, o mSUGRA e o mGMSB. Apresentaremos algumas de suas propriedades e
calcularemos o espectro de massa destes dois modelos. Em seguida mostraremos alguns
dos vinculos experimentais para o mSUGRA e uma breve analise da regiao do espaco de pa-
rametros favorecida por alguns dados experimentais. Devido a extensao e complexidade do
assunto, alguns importantes tépicos foram omitidos, sobretudo com relacao aos processos
utilizados para buscas diretas e indiretas de superparticulas.

Finalmente, no Apéndice estdo algumas informacdes complementares, assim como uma
breve discussido de modelos com quebra de Paridade R. Neste contexto apresentamos um
trabalho desenvolvido em paralelo com o projeto de Mestrado relativo a acoplamentos
neutrino-Majoron. Exceto quando citado explicitamente, todos os graficos apresentados
neste trabalho foram realizados por nés.

Antes de discutirmos o conceito de supersimetria, apresentaremos brevemente o Mo-
delo Padrao, onde introduziremos alguns conceitos que serdo utilizados posteriormente,
sobretudo na definicao do MSSM.






Capitulo 1

Revisao do Modelo Padrao

Todo modelo aceitavel em fisica de particulas deve reproduzir com precisao os dados expe-
rimentais acumulados nas ultimas décadas. Como citado anteriormente, estes dados sao
extremamente bem descritos pelo Modelo Padrdao. Logo, qualquer modelo de fisica além
do Modelo Padrdao deve, no limite de baixas energias, se reduzir ao SM. Desta forma, o
modelo supersimétrico mais simples nada mais é do que a generalizacdo minima do Mo-
delo Padrao, de tal forma que este se torne invariante por transformacgdes supersimétricas
(ver Capitulo 3). Portanto, apresentaremos aqui algumas caracteristicas basicas do Modelo
Padrao, que posteriormente serao generalizadas no MSSM. Serao discutidos apenas algu-
mas das hipéteses do modelo e como estas nos fornecem as interacdes de gauge do SM.
Consequentemente diversos topicos importantes nao serao discutidos.

1.1 Aspectos Gerais

O Modelo Padrao é construido sobre trés pilares fundamentais: invariancia pelo Grupo
de Poincaré (discutido na Secao 2.1.1), invariancia de gauge e renormalizabilidade. Além
disso, devemos determinar qual o contetido de campos da teoria.

As invariancias de Lorentz e gauge limitam os tipos de acoplamento possiveis entre os
campos. A derivada covariante define o acoplamento entre os campos de gauge e os demais
campos, enquanto a invariancia de Lorentz exige que ¢ e ¢ tenham acoplamentos do tipo
ayp¢. Em geral, temos:

L= £¢+£A+£¢+V(¢,1/))

onde!:
£¢ _ Z-,(Z)a,yuDzbwb + QLGMH'})’(/}I)

1
La=—7F""F,

1 Sendo ¢ = 440,



Ly = (Dic) D¢y, + P(¢)

V(g, 1) = oTh, b e;

sendo Dzb a derivada covariante, * e ¢, os diferentes campos fermionicos e escalares da
teoria, P(¢) um polindomio quartico nos campos ¢, M e I'" matrizes de acoplamento entre os
campos ¥ e entre os campos ) e ¢ e F'%* o tensor de forca para os bésons de gauge.

Para que £ seja invariante de gauge, os campos ) e ¢ devem se transformar como
multipletos (de gauge), de tal forma que os acoplamentos respeitem a invariancia de gauge.
Além disso, nenhum multipleto pode misturar campos fermioénicos e escalares, ja que isto
resultaria em relacoes de comutacao nao triviais entre o grupo de gauge e o grupo de
Lorentz (ver Secdo 2.1.2). Como exigido pela invariancia de gauge, os campos de gauge se
tranformam de acordo com a representacao adjunta.

1.2 Termos de Massa

Os campos fermionicos? (diferentemente dos escalares e vetorias) * ndo se transformam
por representacoes irredutiveis do grupo de Lorentz (novamente, ver Secao 2.1.1). Usando
a representacdo de Weyl-Quiral, pode-se mostrar que as componentes de mao esquerda e
direita de ¢ pertencem a representacdes distintas. Logo, tais componentes podem perten-
cer a diferentes multipletos de gauge. As componentes de mao esquerda (left-handed) e de

mao direita (right-handed) sao definidas como®:

1—7°
Vi = 5 ¥® (mao esquerda)
1 5
YR = +27 1® (mao direita)
Logo, pode-se definir:
A 1= ~v° A
TA = T
2
14 A5

onde T4 sdo os geradores das transformacoes de gauge (ndo necessariamente irredutiveis)
no espaco dos campos . Desta forma, para uma transformacdo de gauge infinitesimal
(parametrizada por ¢ (z)):

5 = i€ (2)(T4) apt”

= YL p = iﬁA(ﬂf)(TﬁR)aW%,R

2Em todo o Capitulo 1 utilizaremos a notacao usual de espinores de quatro componentes (4-espinores).
3A matriz v°, assim como as demais matrizes v estdo definidas no Apéndice A.1.




. 14++~° .
Note que o projetor —- opera nas componentes de um campo ¢“, enquanto as matrizes
1/11

T4 operam no espaco de multipletos | 2 | e portanto comutam.

No entanto o termo de massa acopla as componentes de mao esquerda e direita de v [2].
De fato, temos:
Moyt = M (F0 + v vh) (1.1)

Aplicando uma transformacio de gauge infinitesimal para este termo, obtém-se:
S(BM) = ie (@)}, (T} — TAM Y + i€ @)y (MTA — M),
Portanto este termo s6 sera invariante de gauge se:
MT#H =T§{M, VA (1.2)

Se as representacoes t,r € t,;, forem diferentes e irredutiveis, pelo segundo lema de Schur
[B], M deve ser nulo para que a Eq.(1.2) seja satisfeita. Ou seja, termos de massa sao
proibidos se as componentes left e right se transformarem por representacoes diferentes.

1.3 Grupo de Gauge

O Modelo Padrao assume o grupo de gauge SU(3)c x SU(2)r x U(1)y, onde o subindice C
é utilizado para explicitar que SU(3) € o grupo de cor, enquanto o subindice L explicita a
natureza quiral do grupo SU(2) (apenas férmions left-handed se transformam de maneira
nao trivial por este grupo). Ja o subindice Y representa hipercarga. Daqui para frente estes
indices serao omitidos.

A escolha do grupo de gauge determina quais sdo os campos vetoriais da teoria (bésons
de gauge), quais sdo seus termos cinéticos e de auto-interacdo (através do tensor de forca)
e como estes se acoplam com os demais campos do Modelo Padrao (através das derivadas
covariantes). Como o grupo de gauge do SM é composto pelo produto direto de trés grupos,
as derivadas covariantes sdo dadas por:

Dy, = 8, +igTgs +igT' W), +ig'Y By,

onde T% T e Y sdo os geradores dos grupos SU(3), SU(2) e U(1), respectivamente. En-
quanto g, g € ¢’ sdo as constantes de acoplamento forte, fraca e de hipercarga.
Os tensores de forca, que fornecem os termos cinéticos para os bésons de gauge sio:

FH = 9FBY — 9" B*, F'*™ = 9FW™ — 9" W™ — g WHW™



FO = 9tg™ — 8" g™ — g fabeg™ g

onde ¢;;, € o tensor antisimétrico de rank 3 e f,,. sdo as constantes de estrutura do grupo
SU(3). Termos do tipo B*B,, nao sao invariantes de gauge, o que impede termos de massa

para os campos vetoriais se a simetria de gauge for exata.

1.4 Algumas Restricoes Fenomenologicas

Apesar das severas restricoes impostas a lagrangeana pela invariancia de gauge e de Lo-
rentz, ainda existe a liberdade de escolha dos multipletos para os campos ¢ € ¢ e, conse-
quentemente, de suas representacoes sob o grupo de gauge. Também resta a determinacao
do termo P(¢) e das matrizes M e T,

Dados experimentais sugerem o seguinte conteudo de particulas elementares [4]:

Léptons Quarks Bosons Vetoriais
e, Ve u, d WJ, W, Zg
W, Uy c, s A,

T, Ur b, t 9., a=1,.8

Tabela 1.1: Conteudo de particulas elementares do Modelo Padrao.

Como observa-se que os bosons g, € A, ndo sdo massivos, estes devem corresponder a
simetrias de gauge exatas. Ja os bosons W e Z possuem massas da ordem de 100 GeV e,
portanto, devem corresponder a simetrias de gauge quebradas nesta escala. Além disso,
verifica-se experimentalmente que os léptons néo interagem com os glions (g,), 0 que su-
gere que estes sejam singletos sobre o respectivo grupo de gauge [4].

1.4.1 Setor Eletrofraco

Medidas experimentais determinaram que processos eletrofracos envolvem violacido de pa-
ridade (ou inversdo espacial), ou seja, as componentes de mao esquerda e direita dos fér-
mions se acoplam com os campos de gauge com constantes de acoplamento distintas. Por-
tanto as componentes de mao esquerda e direita devem pertencer a multipletos distintos.
De fato, dados experimentais mostram que para correntes carregadas (que envolvem W+
ou W) o acoplamento € do tipo V-A [4] (violam maximalmente a paridade).

1.5 Interacoes Fracas

No modelo de Glashow-Weinberg-Salam para as interacdes eletrofracas, assume-se a que-
bra espontanea de simetria de tal forma que apenas um dos geradores seja conservado,
correspondendo ao campo eletromagnético A, [4].
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1.5.1 Setor Leptonico

Como veremos adiante, basta contruir Li,tons para uma gerac¢ao, pois as demais serao
idénticas. Para a primeira geracdo temos*:

Lépton | Carga (¢) | Massa
e~ -1 #0
Ve 0 =0

Como as componentes de mao esquerda e direita devem pertencer a multipletos diferen-
tes, assume-se (com relacao ao grupo SU(2)) [4]:

P = ( Vf ) — dubleto, ¥% = e — singleto
(&
L

Desta forma as componentes de mao esquerda possuem os nimeros quanticos de isospin
(com relacao a SU(2)) t = % ety = j:%, respectivamente. Ja as componentes de mao direita
possuem t = t3 = 0. Assim, com relacdo ao grupo SU(2), temos a seguintes derivadas
covariantes:

.o
Dy, = (0, + Zgg-wu)'(/)L
Dyyr = 0uvp

onde ¢ sao as matrizes de Pauli e W, os campos de gauge do SU(2).
Como as representacoes de mao direita e esquerda sao distintas (singleto e dubleto) e
irredutiveis, o termo de massa néao pode existir (ver Sec¢ao 1.2). Logo:

M*® =0

Com relacao ao grupo U(1), como suas representacoes sao unidimensionais, resta ape-
nas determinar qual o nimero quantico de hipercarga (Y) atribuido para cada férmion. Por
enquanto assumiremos apenas que as componentes de mao esquerda possuem um mesmo

Y, enquanto as de méo direita possuem hipercargas distintas. Desta forma, sendo B, o

campo de gauge do grupo U(1), temos®

€

-7 - e - Y, e
Elepton = ZwL’Y'uD/ﬂ;[}L + “;[}R')/H(au + ZQI7RB/:,)¢R (13]

onde Y.“ e Y, sao as hipercargas do neutrino e elétron de mao direita e do dubleto de mao

esquerda e onde
= g = g .o .Y
i Dupr, = ™ (O, +ig 5 W + Zg'%BM)wL (1.4)

4No Modelo Padrao o neutrino nao possui massa.
5 Por convencéo insere-se um fator § em Y.



Usando explicitamente as matrizes de Pauli (definidas no Apéndice A) podemos reescre-
ver a Eq.(1.4) como:

Wy Db, = iy 0L — *wL’Y“( - ZWQWL

/
—%%WW@+M@%+—%mM%n&+ﬁWﬁm

Devido a quebra espontanea de simetria, os campos W' e W? se tornarao massivos,
enquanto os campos B e W3 se combinarao em um campo massivo (Z°) e outro nao massivo
(A,) de tal forma que podemos definir [4]:

1
+_ 12
Wi =—7=W, FiW;)

V2
A, = cost,B, + sinOwWi’ (1.5)
Zy = cosby,W,, — sinfy, B, (1.6)
onde tgf,, = %. Portanto:
WY Db = ip v 0L — Iy IW g — g DMWY
V2 r V2t

—gsinB, Py A (— + 7)% - V7, (03 05?0, — Yisin?0,)0r, (1.7)

20039

Corrente Eletromagnética

Considerando apenas o termo proporcional ao campo eletromagnético A, na Eq.(1.7), temos

o seguinte acoplamento:
o3

2)

Se interpretarmos este termo como um acoplamento proveniente de uma derivada covari-

—gsinB, " A (Y + =)L (1.8)

ante, podemos associar o operador ) = % + "73 ao operador que gera as transformacées
de gauge do eletromagnetismo, ou seja, ao operador carga elétrica. Explicitando as compo-
nentes do elétron e do neutrino na Eq.(1.8):
. v YL 1 v . R YL 1 e

—gsindu Uiy A, (5 + 5L — gsinduiin A, (5 — S)ug
Como os neutrinos nao possuem carga elétrica, devemos ter Y, = —1. Desta forma recu-
peramos o acoplamento de mao esquerda da QED, sendo a carga do elétron (em moédulo)
dada por gsind,,:

6¢27“¢2Au
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Devido a sua estrutura de singleto, o acoplamento das componentes de mao direita séao
triviais (ver Eq.(1.3)):

€

e Y e g . e e e
—g’szv“(?RBu)wR = —isznwaR”y”(YRAu)wR + termos de Z,,

Como paridade nao € violada em QED, as componentes de mao esquerda e direita do e~
devem possuir a mesma constante de acoplamento. Assim devemos atribuir Y5 = —2. Desta
forma teremos:

Lot on = Vs YL Ay + ey G A, = ey A,

com Jh,, = ey )¢ € e = gsinb,,.

Corrente Neutra
Considerando apenas o termo proporcional ao campo neutro Z, na Eq.(1.7), teremos:

9
2cosb,,

I;LFYMZ/L (030052011) - YLSinzgw)wL

como Y = —1:
9
2c0s0,,

e — v v — .
=~ Sei o VLY UL — 0520090 VT ) Z,

Yy Z, (0% cos?0,, + sin®0,) Y1,

Para as componentes de mao direita, usando as Eq.(1.3), Eq.(1.5) e Eq.(1.6):

- Y§ esin?6 -
—dve~H (R B e T2t Tw e bl 7
g%ﬂ ( 2 ;4)¢R Sinﬁwcosﬁw%ﬂ wR w
Entao:
c e 1-, L, c0s20y, -, . . e .
‘Cll\e[pton = _7sin9wcos6‘w (57/@7”7//1: - 9 h YIVHYT + sm29w¢R’Y#1/’R)Zu

Correntes Carregadas
Da Eq.(1.7) temos os seguintes termos de interacao:

9 ~v . n TN —
—EWLV‘ VIWE O IW,)

nao havendo acoplamento das componentes de mao direita.
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Resultados Gerais

Utilizando os resultados acima, podemos escrever os termos de interacao do setor lepténico
com os campos W+, Z e A na forma:

£§ggt0ns = JEMA[L + JK}CZ# + JﬁW: + J_'tW;

onde
T = ey e* (1.9)
i e 1-, oy c0s20y, -, e 9n Te e
The = = Sdaosty (G VLT VE — —5UEY L + sin®uiy U (119
T = —%zﬁiv“wz (1.11)
JH = —%ﬁwwz (1.12)

Além disso, temos os seguintes niimeros quanticos relativos aos geradores do grupo SU(2) x
U(1):

Léptons | Y ts | @=3Y +13 | Acoplamentos (A,, Z,, W5, W)
GZ —1 —% —1 e = gSin0W7 926508399‘;4//7 _%a _%
VelL -1 +% 0 07 ﬁv _%a _%

n 2] 0 1 e, ~Bm 0w

Tabela 1.2: Representacdes e acoplamentos de gauge para os léptons do Modelo Padrao.

As correntes carregadas J, j acoplam apenas as componentes de mao esquerda, podendo
ser reescritas como:

w__9 et}1_570#11_5 v
Ji \/§¢ 5 (1= 5L =)y
:79 eTOp}li 52,1/:79 e ;1,117 5\, /v
—ﬁw Ty =7) 7#72( V7)Y
N:_g 76/1/1 — APV

1
JH = —\%w”v‘é(l - e

que sao do tipo puramente V-A. Ja a corrente neutra pode ser reescrita como:

e 1- 1 _ 1
J“ :_771/u71_5 v e _ 5\,/,€
NC sin@wcosﬂw[de 75 (L= "5 (gv — 9477y
onde gy = 2sin20,, — % € gy = —%. De tal forma que J Krc representa uma corrente mista (com

as componentes de mao direita e esquerda).
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Finalmente, para a corrente J,,, temos:
1 _ e e
Jen = e

que possui uma estrutura puramente vetorial, ou seja, que acopla igualmente as compo-
nentes de mao esquerda e direita.

Os resultados acima podem ser compreendidos diretamente da estrutura do grupo de
gauge SU(2) xU(1). Como a invariancia SU(2) s6 se refere as componentes de mao esquerda
(j& que as componentes de mao direita sdo singletos com isospin zero), espera-se que os
acoplamentos originados de suas derivadas covariantes sejam puramente axiais. De fato
€ o que ocorre com as correntes JY. Com relacdo ao grupo U(1l), os acoplamentos de
mao esquerda e direita seriam iguais caso Y; = Y5, o que resultaria em uma corrente
vetorial. No entanto os dois nimeros quanticos sao distintos, o que implica que a corrente
correspondente a B, ndo € vetorial.

A quebra espontanea de simetria gera uma mistura entre os campos B, e Wﬁ’ de tal
forma que toda a estrutura puramente V-A das correntes associadas a estes campos €
absorvida pela corrente J4,. Ja a componente vetorial esta parcialmente divida em J%,, e

i
JIye-

Acoplamento ¢ — ¢y e Termos de Massa

Como discutido anteriormente, o termo de massa para os léptons nao pode existir, devido a
natureza axial dos acoplamentos de gauge. No entanto, o mecanismo de quebra espontanea
de simetria permite a geracao de massa para os léptons, através de uma acoplamento
do tipo Yukawa: &“Fﬁlbwbgbi. Estes termos podem dar origem a termos de massa caso o
escalar ¢ adquira um valor esperado no vacuo (vev) ndao nulo. Mas como o produto 1/;21/) R S€
transforma sob SU(2) por [3]:

« = [

, para que z/;TLM Yr¢ seja invariante, ¢ deve se transformar como um dubleto. Além disso,
para que a quebra espontanea de simetria gere trés campos de gauge massivos, devemos
ter pelo menos quatro campos escalares (reais). Logo, assume-se que ¢; seja complexo e da

- (2)

Assim, sob transformacoes de gauge teremos:

forma:

Vrpre — Yre @ Eypei® 5 = i ppe
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Impondo invariancia por U(1):
Pbnba — e 0@ E DO E DL G g, = $ b,

Paraoe™, Y, = —1 e Yz = —2, entao devemos ter Y, = +1. Incluindo-se as outras geracoes
(mudnica e taudnica) com os mesmos numeros quanticos, obtemos as seguintes possibili-
dades:

RO YL WE TP € b PR TP

onde @Lygemcao representa o dubleto de mao esquerda de cada geracao e wﬁpt"" representa

o singleto de mao direita do lépton carregado. Estes termos podem ser reescritos na forma:

o Vg
(¢L,6¢L,;L¢L,T>Al % ¢ (113]
VR

onde )\; € uma matriz 3 x 3 cujos elementos sao as constantes de acoplamento de Yukawa.
Apos a quebra espontanea de simetria:

e os termos de massa se tornam:

(-
—Lp\L
NG LALRr
€L,R
onde Ly p = ULR representa a componente de mao esquerda (direita) dos 1éptons
TL,R

carregados. Note que nao existem restricoes sobre a matriz \;, mas esta sempre podem ser
diagonalizada por uma transformacao biunitaria:

A9 = st T

onde STS = TIT = 1 e A\ é diagonal. Assim podemos diagonalizar a matriz de massa
escrevendo os autoestados de sabor em termos dos autoestados de massa:

Lr=TLg, L;, =SL;

entao:
v o= vz diag 7
—LpNLgp = —Lp\"L
/2 LAILR NG LA R
sendo que as massas dos léptons carregados serao L()\ldi“g )i

V2
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Resta ainda determinar quais as alteracoes nas interacoes devido as redefini¢cdes acima.
Note que s6 serdo alteradas as correntes que misturarem neutrinos e léptons ou compo-
nentes de mao direita e esquerda. Incluindo os demais sabores nas correntes das Eq.(1.9)-
Eq.(1.12), temos:

Jty =eLiy" Ly +eLry" Ly

1 20, - ) 7
‘ (37Ly"ve = O LA™ Ly, + sin®0u Lry" L)

Jh = ——————
NC ™ 5inf,cosl,

Ji = _%EL'VMVL

Jli = —%DL’)/#LL
Das expressdes acima vemos que apenas as correntes carregadas sofrerao modificacées:
9 7 9 7
J_lf_ = 7ELL’YMVL = 7ELL'YMSTVL
g _ g - 7
JE = —EVL’VMLL = —EVLSVHLL
No entanto, como os neutrinos nao sdo massivos, podemos simplesmente redefini-los como:
V’L =Sy,
Assim:
JH = _ﬁEquV’L JH = _9 1/71L-Z/L
+ 2 RS

1.5.2 Setor Hadronico

A insercao dos quarks na teoria eletrofraca é analoga ao setor lepténico, com pequenas
modificacdes. Assume-se que os quarks de mao esquerda formem dubletos e os de méao
direita tripletos, de tal forma que® [4]:

Quarks Y ts | Q=3Y +13
ur, Cr, tr, % +% +%
d/L7 S/L7 b/L % _% _%
UR, CR, tR % 0 “r%
dﬁ%? 53%7 b;% 7% 0 %

Tabela 1.3: Quarks e suas representacoes sob os grupos de gauge.

Os acoplamentos sdo idénticos ao caso leptoénico, exceto pelo fato de que as componentes
de mao direita dos quarks u, ¢ € ¢t possuem Y # 0 e, portanto, participardo das correntes

6 Como as interacdes eletrofracas sdo invariantes por transformacées de cor, este indice sera omitido.
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neutra e eletromagnética. Para uma geracao (u, d') teremos [4]:

2 -, I .
JEM = gew Yt — §e¢d 7“1#(1

€ A e — 1 ,
JH = %P (g% — 5\, /u e g d owtod 5\.d
Ne 25in01116050w 2(9‘/ 7 >1/J * 257;7101,,605010w v 2(9\/ v )w
L g 4 1 w
Ji = —ﬁlﬂd 7”5(1 — )
9 ol s
J = —-—— H_(1 —
- \/51/) 5=

onde todos os estados acima sdo autoestados de sabor, gt = 3c0s26,, — 3 € g = 2c0s20,, + £.

Termos de Massa

Como Y (ug) = 3 e Y(dg) = —2, pode-se mostrar que os singletos sob SU(2) x U(1) serdo
dados por:

Lk é e Pripe
sendo ¢ = io?¢*. O segundo termo na expressao acima foi incluido devido a existéncia de
quarks up de mao direita. Considerando todos os sabores, de maneira analoga a Eq.(1.13):

o % o v\
(ruwtrebr)ha | v5 |6+ @Wrutbredbr)d | v | @
k vh

Porém agora, diferentemente do setor leptonico, as componentes de méao direita dos quarks
d', s’ e b participam das interacdes neutras.
Apos a quebra espontanea de simetria obtemos os seguintes termos de massa:

v v o

— D NgDly + —=Ur AU

N dR NG} LAUR
i.r Ui R
onde D = | ¢ir | eUr=| ¢ip
LR ULk

Novamente, para diagonalizar as matrizes \q € A, sdo necessarias duas transformacdées
biunitarias:
diag di
Aias — gt NgUgr M99 = UT N\, Uyr

onde Uyy, r € U, r S30 as matrizes unitarias 3 x 3 que diagonalizam as matrizes de Yukawa
Ad € )\, respectivamente. Reescrevendo em termos dos autoestados de massa:

Dy = UarDpg, D}, = Uy Dy,
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Ur = UurUg, Uy, = U,LUL

entao:

v Y Y A dia U = \diagr
— —UpA\Ug = —=Dp X\ Dr + —=Up A\ *9UR
NG NG LAUR NG} LAy R NG L R

Incluindo as trés geracoes e escrevendo as correntes em termos dos autoestados de massa:

2 = ~ 1 -
Ty = geU'y“U - geDv“D

e = 1 ~ e _ 1
Jh = U* = (g% — ") U+ —————— D" = (g% —~4°)D
NC 251n0,,c080,, v 2(gv U+ 25in0,,c080,, 7 2(gv )
g = 1 5\ 77
T = *EDUJLUuL’Yui(l -)U
= 1
T = —%Uwia — Ul UD

Como nas correntes acima s6 aparece a combinacao de matrizes U ; 1 Uur (e sua conjugada),
podemos considerar que ha mistura de sabor apenas nos autoestados de massa D. Desta
forma a rotacéo U, do vetor U, pode ser absorvida em D:

D' = UJLUdLD € ﬁL,R = UL,R

Ou seja, podemos considerar os autoestados de sabor dos quarks u, ¢ € t como autoes-
tados de massa, enquanto os autoestados de sabor e de massa para os quarks d, s e b se
relacionam por uma matriz de mistura (matriz de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa) [4]:

d d
s | = VCT'KM S
b/

De maneira semelhante ao setor leptonico, todas as massas dos quarks sao parametros
livres e, portanto, devem ser determinados experimentalmente. No entanto, devido a nao
diagonalidade de Vo, pode-se mostrar que temos mais 4 parametros livres (trés angulos
de mistura e uma fase). Esta ultima é responsavel pela violacao de CP nas correntes
carregadas.

1.6 Cromodinamica Quantica

Como a QCD é uma teoria que possui uma simetria exata (SU(3)¢), seus acoplamentos sdo
dados diretamente pelas derivadas covariantes. Logo, sua lagrangeana sera

_ 1
L = (iv"D,, — m)p! — JEL (1.14)
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onde D, =0, + zg% g, € os quarks pertencem a um tripleto de cor:

v
o= | v
vl

sendo f o indice de sabor. Como £ € idéntica para os 6 sabores, este indice pode ser omitido
(QCD nao diferencia sabor).

As matrizes \* sao chamadas de matrizes de Gell-Mann e os campos de gauge g, de
gluons. Estes se transformam de acordo com a representacdo adjunta (8-dimensional),
dada por:

(T*)pe = —ifabe

onde f,;. sdo as constantes de estrutura do grupo SU(3).

Apo6s esta brevissima revisdo do Modelo Padrao, retomaremos o tema principal deste
trabalho: supersimetria. Para isso sera necessario investigar mais a fundo um dos pilares
do SM: a invariancia de Lorentz.
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Capitulo 2

Supersimetria

Aqui introduziremos todos os conceitos necessarios para a construcao de uma teoria su-
persimétrica. A partir do grupo de Poincaré, que compreende as transformacdes de Lorentz
e translacdes no espaco-tempo, discutiremos como € possivel estender este grupo de sime-
tria em quatro dimensées. Para tal apresentaremos o Teorema de Coleman-Mandula e a
partir deste deduziremos o Teorema de Haag-Lopuszanski-Sohnius. Apds a construcao da
algebra supersimétrica serao obtidas suas representacdes fundamentais e algumas de suas
propriedades. Finalmente discutiremos o formalismo de superespaco e supercampos € a
generalizacdo da simetria de gauge para teorias supersimétricas.

2.1 Algebras Fisicas

Ap6s o sucesso do uso de simetrias na construcao do Modelo Padrao, especulou-se quais
os tipos de geradores de simetrias um sistema fisico poderia possuir. Os geradores conhe-
cidos até entao eram quadrivetores (P*, o quadrimomento), tensores antisimétricos (J**,
o tensor momento angular), operadores discretos (paridade, inversao temporal e conjuga-
cao de carga) e escalares (geradores de simetrias internas) [2]. As translacoes (geradas por
P"), rotacoes e boosts (gerados por J*¥) no espaco-tempo quadridimensional constituem o
Grupo de Poincaré, que também inclui as simetrias discretas de inversao temporal e espa-
cial. Assumindo que o grupo de Poincaré seja um subgrupo da simetria (total) da matriz 5,
qualquer operador T' que comute com S (ou seja, que também seja um operador de simetria)
deve pertencer a uma representacao do grupo de Poincaré:

= [S,U(MNT, U (A)] = 0= UMNTU(A) =) DTy
b
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onde {7,} é o conjunto de todos os operadores de simetria da matriz S, U(A) sdo as trans-
formacodes do grupo de Poincaré e D(A) é uma representacdo do grupo de Poincaré. Logo
qualquer operador de simetria deve se transformar como um escalar, um espinor, um 4-
vetor, etc, ja que estas sdo as representacoes irredutiveis do grupo de Poincaré.

2.1.1 Representacoes do Grupo de Lorentz

O subgrupo formado apenas pelas rotacdes e boosts € chamado de Grupo de Lorentz (ou
Grupo Proprio de Lorentz). A maneira mais conveniente de classificar suas representacoes
¢é através da redefinicdo dos operadores de rotacao (f) e de boosts (1? ) [2]:

= —

A=-(J+iK)e B =

Usando as conhecidas relacées de comutacao entre Je K [2], obtém-se:
[Ai,Aj] = iﬁijkAk € [B“ BJ} = Z'Q'jkBk

[Aiv BJ] =0

Das relacdes acima pode-se supor que o grupo de Lorentz seja localmente isomoérfico ao
produto direto SU(2) x SU(2), no entanto, os operadores A e B nio sdao hermitianos, de
tal forma que o isomorfismo nao é valido. Pode-se mostrar que o grupo de Lorentz é na
verdade isomérfico ao grupo SL(2,C) [2]. Porém todas as suas representacdes podem ser
classificadas por (ja,jp) (de dimensodes (2j4 + 1)(2jp + 1)), onde j4 p sdo os valores dos
operadores de Casimir nas representacoes de A e B . Isto s6 € possivel pois os operadores
de Casimir do grupo de Lorentz sao:

PE=M?>eW?

onde W, = %euo,P"J?" € o operador de Pauli-Lubanski, sendo W? = J? para estados

massivos e W2 =0 para estados sem massa [5]. Para estes ultimos o operador de Casimir
J.B
e P . e
A identificacdo das representacdes usuais com as representacoes (ja,jp) € facilmente

serd Js; ou mais especificamente ou seja, o operador helicidade.

obtida usando as relacoes de comutacdo entre os operadores J e K para determinar as
relacoes entre A e B. A seguir demonstraremos alguns exemplos.

Sabe-se que um operador espinorial ¥ (na representacdo de Weyl) se transforma de
acordo com a seguinte representacao [6]:

- 1(ad 0 = ifd 0
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YL

YR

onde ) = (

) e & sdo as matrizes de Pauli. Em termos de A e B:

(A, ] = %ﬁh . [Byr] =0

_ 1 -
[BawR] = §5¢R ) [Aa ¢R} =0

Portanto ¢, e ¢r se transformam de acordo com as representacoes (%,
1

tivamente. Logo 1 se transforma pela representagao (3,0) @ (0,3). Note que em outras

0) e (0, 3), respec-

representacdes as transformacées de Lorentz de ¢ ndo seriam diagonais e, portanto, seria
necessario diagonaliza-las para obter as bases das representacoes (j,jg)-
Para o quadrivetor P, temos as seguintes relagoes de comutacao [2]:

[Ji, Pj| = i€ Pr, [K;, Pj] = iPyd;;
[Ji,Po] =0, [Ki, PO] =1iP;

1 .
(46 i€ri; Pj — Podur — Prduo)

= [Ak, P = 5

1.
= [Bk, PM] = 5(2(5/“‘61“'ij + ,PQ(SMIC + Pk(sﬂo)

Como visto acima, as relagées de comutacao entre P, e A, B nao exibem claramente uma
representacao de SU(2) x SU(2). Como P, se transforma de acordo com uma representacao
4-dimensional, espera-se que possua j4 = jp = % pois assim dim[(ja,jB)] = 4. Com base
nisso define-se!:

Puor =0’ ,P,, com a,a’ = j:%

Po+Py P —1
L p_ o + P 1 — 1P
P +i1P, Py—P3

Em termos destas componentes, temos:

B 1. . 1.
[A7 Pab] = _§Uaa’Pa’b € [szab] = _igbb’Pab’

11
272
Finalmente, para o tensor antisimétrico J,, temos as seguintes relacoes de comutacao

Ou seja, P, se transforma pela representacao (5, ), como esperado.

triviais [2]:
[Ji,Jj] = iéiijk, [KZ, Jj} = ’L'Eiijk € [KZ,KJ] = _ieijkn]k

1A definicdo de o*, assim como explicacdes sobre a notacio utilizada pode ser encontrada nos Apéndices A.1 e
A2.
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onde K; = Jge J, = %ijkn]jk- Em termos de A e B:

[Ar, Ji] = enij (J; + 1K), [Br, Jil = geni(Jj — iK;)

(A, K] = genij (K —iJj). [Br, Ki] = Sewij (K +iJ;)

Logo, se definirmos J;’ = (J; +iK;) e J; = (J; —iK;), teremos:
[Ak, J;r] = iekiijJr, [Bk, J;r} =0

[Bk, J;] = ’L’Gkiiji, [Ak, Jr] =0
Portanto as componentes JTe J- do tensor Jw se transformam de acordo com a represen-
tacao (1,0) & (0,1).
Considere agora o produto de dois operadores quaisquer Q. € P.4, que se transformam
~ (1) .(1) (2) .(2) . P
de acordo com as representacoes (j,’,j75°) € (j4’,j5 ), respectivamente. Os indices a e c se

?) e os indices b e d a jg’2). Entao, considerando transformacoes

. ~ (1
referem a representacao j,’
infinitesimais:

Qab — (1 + 5.122),6bb/ + gﬂé;)%a')Qa'b'

Pcd — (1 —+ é’g&i?édd' + E-B’é?ldcc’)Pc’d’

onde A, B() sao as representacdes dos geradores A e B para os operadores Qu; € Py .
Seja Rapea = QavPeq- Usando as expressdes acima, podemos escrever a transformacao de R
como:

Rapea — [1+ 9_'-(1‘{((;)/ Opy + Eﬁi?édw) + 5-(3&;?5%/ + EC(IZ),&CI)}Ra'b'c'd'

Ou seja, R se transforma como o produto tensorial dos espacos (1) e (2). Esta representacao
pode ser reduzida em termos dos coeficientes de Clebsch-Gordan, de tal forma que R pode
ser escrito em termos de uma combinacao linear de operadores que se transformam pelas
representacodes (jc,jp), onde jo = |jf41) —jff)|, ...,jg)—kjf) ejp= |jg) —jg)\, ...,jg)—kjg). Logo,
qualquer operador ou produto de operadores de simetria da matriz S pode ser classificado
em termos das representacoes do tipo (ja, jB).

A classificacdo em termos de representacdes de momento angular obtida acima nem
sempre € valida. Como citado anteriormente, o operador de Casimir W? do grupo de Poin-
caré s6 € igual a J? para P2 = M? # 0. Ou seja, para estados massivos podemos definir
um referencial de repouso com quadrimomento p* = (m,0,0,0), onde m é a massa da par-
ticula. Este referencial é claramente invariante por rotagdes nas coordenadas espaciais.
Logo, particulas de spin s possuirao 2s + 1 graus de polarizacdo possiveis [2], o que torna
apropriada a classificacdo das representacoes em termos de J4B. Ja para estados sem
massa, o operador de Casimir sera J; e teremos quadrimomentos do tipo p* = (p,0,0,p). Ou
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seja, estados sem massa nao sao mais invariantes por rotagdes arbitrarias nas coordenadas
espaciais, mas apenas por rotacdes em torno do eixo z (para nossa escolha particular de
p*). Logo, pode-se mostrar [2] que neste caso uma particula de spin s possuira apenas um
grau de polarizacao (chamado de helicidade)?. Portanto, sob transformacées do Grupo de
Poincaré, estados com e sem massa sao intrinsecamente distintos.

2.1.2 Teorema de Coleman-Mandula

O Teorema de Coleman-Mandula [7] prova que para uma matriz S nao trivial (ou seja,
Sap # 0ap) €xistir, o grupo de simetria da matriz S deve ser o produto direto do grupo de
Poincaré e de um grupo de simetrias internas:

G=PxI

onde G € o grupo de simetria total de S, P € o grupo de Poincaré e I € o grupo de simetrias
internas (escalares). Ou seja, exceto pelo quadrivetor P, e pelo tensor J,,,, todos os demais
operadores de simetria devem ser escalares.

O teorema acima pode ser parcialmente compreendido utilizando-se o seguinte exemplo
[8]. Suponha que além do quadrivetor P, e do tensor J,, também exista uma carga tensorial
conservada (Q*¥) e que esta seja aditiva. Entao, por covariancia:

b
Q" |p1) = aplpy + 29"

= Q" |p1, p2) = [a(pi'py + Phpy) + bg""]|p1, p2)

onde |p1,p2) é um estado de duas particulas escalares com momentos p; € p. € gh” € a
métrica. Entdao, em um espalhamento elastico, teremos:

Ip1,p2) — [P3,p4)
usando a conservacao de Q*":

= a(p'py + phpy) + bg"” = a(plph + phpy) + bg"”

0w v nwov

= pi'pi +phps = psps + Php;

Mas, por conservacio do quadrimomento P,:

pi +ph =k + 1l

A unica forma das duas condicées sobre os quadrimomentos serem simultaneamente sa-

2Se impusermos invariancia por transformacoes de Paridade, teremos dois graus de polarizagio possiveis para
estados sem massa (helicidade negativa ou positiva).
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tisfeitas é a solucao trivial:
Pl =ps eph =py
ou
P =1pj eph =p
Logo, s6 € possivel o espalhamento frontal. Ou seja, o Teorema de Coleman-Mandula

demonstra que a existéncia de novos operadores vetoriais ou tensoriais implica em vinculos
muito severos ao espaco de fase.

2.1.3 Pseudo-Algebras

O Teorema de Coleman-Mandula (C-M) limita todas as extensoes do Modelo Padrao a mo-
dificacdes no grupo de gauge e a introducédo de novas particulas e representacdes. Porém
algumas das hipéteses do Teorema podem ser violadas se introduzirmos operadores fermi-
onicos, por exemplo.

No entanto, todas as simetrias fisicas fundamentais encontradas até hoje possuem ge-
radores que satisfazem algebras de Lie do tipo:

[Ta, Th] = iCgy T

onde 7" sao os geradores e C¢, as constantes de estrutura, que definem localmente o grupo
de simetria. A introducao de geradores fermionicos € possivel se estendermos as algebras
de Lie para pseudo-algebras (ou graded algebras), onde os geradores satisfazem relacoes
do tipo [9]:

[To,Tv} =T, Ty — (1)1 Ty T, = iCoy T

onde 1, = 0 ou 1 € o grau do gerador 7,,. Para n, = 1 chama-se T, de fermiénico e para n, =0
chama-se de bosénico. Esta definicio deve-se ao fato de que dois operadores fermionicos
satisfarao relacoes de anticomutacgao e dois operadores bosonicos (ou um fermiénico e um
bosobnico) satisfarao relacoées de comutacao.

As pseudo-algebras de Lie possuem algumas propriedades analogas as algebras de Lie,
mas com modificacées que levam em consideracio a existéncia de operadores fermionicos
[9]:

¢y = —(=1)""Cy  (antisimetria)

(=) ([Ty, T}, Te} + (= 1)1 [Ty, Te }, Ta } + (=1)""¢[[Te, To }, T } = 0 (Identidade de Jacobi)

Como o produto de dois operadores fermiénicos (ou bosoénicos) é um operador bosénico
e como o produto de um bosénico com um fermiénico € um fermiénico, define-se [9]:

T. =T, Ty = 1 = (Na + ) (mod?2)

24



sendo a generalizacdo 6bvia para um produto de n operadores. Desta forma, das relacoes
de comutacao, temos:
CS =0, se n. # (na + m)(mod2)

As transformacoes representadas pela pseudo-algebra possuirdo parametros (5%) que
comutam (c-nimeros) ou anticomutam (nimeros de Grassmann) entre si, portanto:

ﬁaﬁb _ (_1)77(1%5?)@'1 (2.1)

sendo 7 o grau do parametro. Assim pode-se definir consistentemente uma transformacao
do tipo:
U)=1+06T,

Para que U(f) seja um operador bosonico, impde-se:
0T, = (—1)""T,6°

ou seja, operadores comutam ou anticomutam com os parametros da mesma forma que
com os demais operadores. Além disso, também define-se [9]:

(aT)" = TTa* = (1)1 TTa*

e

onde 7' € um operador qualquer e « € § sdo numeros (Qque comutam ou anticomutam).

2.1.4 Teorema Haag-Lopuszanski-Sohnius

Em 1975 o teorema de Coleman-Mandula foi estendido para o caso de uma pseudo-algebra
de Lie [10]. Esta extensao ficou conhecida como o Teorema de Haag, Lopuszanski e Soh-
nius. A seguir, partindo do Teorema C-M, demonstraremos o Teorema de Haag, Lopus-
zanski e Sohnius.

Devido a limitacdo imposta pelo Teorema de Coleman-Mandula aos operadores boso-
nicos, o estudo destes esta limitado as simetrias internas e aos operadores do grupo de
Poincaré. No entanto, o Teorema C-M também nos permite impor restricoes aos operadores
fermionicos. Suponha uma pseudo-algebra nao trivial para os operadores fermioénicos [9]:

{Qu.@Qly } = 1T, 22

onde @, se transforma por (j4,jp), f” sdo constantes de estrutura e 7, siao operadores
que se transformam por (jc,,jp. ). Como (A)! = B, pois J e K sdo hermitianos, Qib se
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transforma por (jz,74)%:
Qj;b - (1 + 5"271?;/6aa’ + B-‘f:z]?z/(sbb/)Ql’b’

Usando os resultados da Secao 2.1.1, podemos aplicar a decomposicao de Clebsch-Gordan
para o anticomutador da Eq.(2.2):

je, = |ja —jBl,ja+js €jp, =lja— il ja+iB
considerando apenas a representacio maxima (j4 + jp,ja + jB), temos:

. . 1
JA+JB§§

Pois, pelo Teorema C-M, os tunicos operadores bosonicos permitidos sao J,,, P, ou escala-

res (o anticomutador, por ser um produto de operadores fermionicos €, necessariamente,
bosonico). Logo as unicas possibilidades sao:

1

1
ja,JB) = (%,0) ou (0, =
(]A»]B) (27 ) ( 52)
Ou seja, os unicos tipos de operadores fermionicos que podem existir sdo operadores es-
11
202
pelo Teorema C-M, temos que o tnico operador de simetria possivel € o quadrimomento P,,
1 1)

mais especificamente* P,;, = 20" P,, que pertence a representacao (3,3

Portanto, para um conjunto " de operadores fermionicos (todos se transformando por

pinoriais. Além disso temos que os operadores T, se transformam por (3, 5). Novamente,

(3,0) ou (0,1)), onde r = 1,..N para N operadores Q:

{QZ, QgT} = frsaf:bpu

onde a,b = ﬁ:%. Pode-se mostrar que a matriz f,, sempre pode ser diagonalizada redefinindo-
se os operadores fermioénicos, de tal forma que [9]

{Q27 QZT} = QO'ngudrs

€ a algebra fisica mais geral para o setor fermiénico. Resta ainda calcular os comutadores
e anticomutadores com os elementos do grupo de Lorentz e entre Q" e Q°.
Pode-se mostrar que o comutador de P,, com @ deve ser nulo:

[P(Lb7 Q:] = [Paba QZT} =0

3Pode-se mostrar [11] que o operador que se transforma por (jp,ja) € —ia2le e nao le. No entanto esta
diferenca nao altera os resultados obtidos nesta Secao e, por simplicidade, serd ignorada aqui.
4 A redefinicdo de P,;, onde incluiu-se o fator 2 visa simplificacées futuras.
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Como (@ pertence a representacao (%, 0), temos:

T 1 - r > r i - r
[JaQZ] = iaabe ) [KaQa] = _igabe
7 1 =g T >4 r Z - T
= [1,Qi1 = —50u@ K Q1 = — 550y
Portanto todos os comutadores com o grupo proprio de Lorentz estdo unicamente determi-
nados [9].
Os anticomutadores de Q" com Q° resultardo em operadores que se transformam por
(1,0) e (0,0). Logo
{QZa Qi} = CabZTs + Oéfle;_ (23]

onde Z € um conjunto de operadores escalares. A expressao acima nao admite outros
operadores devido as restricdes do teorema C-M. Porém:

[J;_7Pab] = [Jz + iK’hPab] = 2[Ai7pab] = _O'(i;a/Pa/b (2.4)

Para um P, arbitrario a expressdo acima € diferente de zero. Mas, como P,, comuta com (),
usando a Eq.(2.3) e (2.4):

0 - [Pcda {Q;Qi}] = Cab[Pcd7 er] + aZinC/Pc’d
Como Z,; deve ser global (assim como os operadores Q7):
[Peg, Zrs] =0 =0’y =0

Portanto:
{QZ; Qg} = Caber

Como os operadores Z sao escalares e sdao formados pelo produto de dois espinores, eles
correspondem a representacao de singleto (0,0) (antisimétrica), ou seja:

{Q%:QS%} = C%%ZLS = 0; {Qg:QS_%} = C%_%er = Z7s
{Q:%7Q9—%} = 07%7%273 = Oa {QC%7Q%} = C,%%er = _er
Além disso:
{QT%?QS_%} =2y = {Qs_%vQ%} =—Zg
Logo Z,, = —Z,,, ou seja, os escalares Z devem ser antisimétricos. Para Q':

{Qr1, Q5T} = Cup Z1,
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Pode-se mostrar que os Z,; comutam entre si e com todos os demais geradores do grupo
de Lorentz, ou seja, que Z,; representam simetrias internas abelianas. De fato, cada gera-
dor Z,, pertence a um grupo U(1) [9].

2.2 Algebra Supersimétrica

Os resultados obtidos na ultima Sec¢ao sdao um resumo do Teorema de Haag-Lopuszanski-

Sohnius e estabelecem que a algebra supersimétrica mais geral é da forma®:

{Qh, Q3 = CanZes , {Q11, @3} = CunZ (2.6)
Q4 Pap) = [Q4F, Pap] = 0 2.7)
- 1 N ;
7. Q5] = 38y » [K.Q1 = ~55uQ; 2.8)
- 1 _ 1
7.Qi1 = =30y [K.Q1f = 560} (2.9)
(Zrs, X = [Z],,X] =0 (2.10)

onde X representa qualquer operador. Por completeza deve-se acrescentar a algebra do
grupo de Lorentz:
(i, Jj] = i€y, [Ji, Kj] = i€ Ky

[Ki,Kj] = —ieiijk
[Ji,Pj} = ieijkpk 5 [K“Pj] = ZPQ(S”
[Ji, Pol =0, [Ki, o] =iP;

Obviamente o grupo de simetria de S também deve possuir um grupo de simetrias internas
que obedecem a uma algebra de Lie:

[Tn’ Tm] _ ClmnTl
Como os geradores 1" sdo escalares, estes devem comutar com o grupo de Poincaré:
1", P, =[T",Ju] =0

No entanto, o comutador de 7™ ((0,0)) com Q" ((3,0)) deve resultar em um operador (3,0),
ou seja:
[Tn7 QZ] = DTSQZ (2.11)

5 Algumas modificacées sao possiveis para teorias sem particulas massivas.
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de tal forma que D,; fornece uma representacio dos geradores de simetrias internas.
Usando a Eq.(2.11), obtém-se:

[Tn’ er] = D’I‘T/Z’I‘/S + DSS’ZTS’

de tal forma que as cargas centrais (que comutam com todos os operadores) Z formam uma
algebra abeliana e invariante sob o grupo de simetrias internas.

2.2.1 Simetria R

Para teorias com N = 1, ou seja, com apenas um tipo de operador @ (@} = @Q,) (ver comen-
tario na préxima secao). Temos (ver Eq.(2.11)):

Dyg = 0,5 = [T7 Qa} = Qa
Ou seja, a Unica representacdo nao trivial para transformacdes sob 7' € uma fase:
Qu — €’Qa (2.12)

Logo, T deve gerar uma simetria abeliana. Usualmente este gerador € chamado de R e a
simetria abeliana de simetria R.
Note que das Eq.(2.5)-(2.10), as unicas que serao modificadas pela Eq.(2.12) sao:

{Q/Za Q/ZS; = Uersq{an Qg}

(@@ =ULul{ex. oy
mas pode-se mostrar (ver proxima secdo) que para N = 1 nao existem cargas centrais:

{Qr, Q1 = {QrT, ng} = 0. Logo a algebra supersimétrica é invariante por transformacoes
sob a simetria R.

2.3 Representacoes

Diferentemente do grupo de Lorentz, o grupo estendido (ou supersimétrico) nao possui o
operador de Pauli-Lubanski como um operador de Casimir. Para o supergrupo, os opera-
dores de Casimir serao [5]:

P?=M?*eY?P? - (Y.P)? (2.13)

sendo )
Y, =W, — 25,03, Qi) (2.14)

que generaliza o operador de Pauli-Lubanski.
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Se assumirmos que os operadores fermiénicos ) se transformam trivialmente sob o
grupo de gauge, ou seja, se
[T, Q] =0 (2.15)

entdo todas as particulas em um mesmo supermultipleto deverao se transformar pela
mesma representacao do grupo de gauge. A seguir veremos que os supermultipletos fun-
damentais contém particulas de spin inteiro e semi-inteiro.

Para supersimetrias estendidas® (N > 2), os supermultipletos contém, em geral, mais de
duas particulas, com spins (ou helicidades) diferentes. Para N = 2, por exemplo, os super-
multipletos mais simples conterao particulas com spin (ou helicidade) 1 e 3 ou particulas de
helicidade j:% e 0. Como todos os bésons vetoriais devem se transformar pela representacao
adjunta do Grupo de Gauge, temos:

1
1, 2 0) — Representacdo Adjunta
Logo, para que existam férmions que pertencam a dubletos:
| L1 0) — Dubletos
- — = —
27 2’

O resultado acima demonstra claramente que para N = 2 nao pode existir quebra de pari-
dade, ja que (no limite m = 0) os estados de helicidade i% (de mao esquerda e direita) devem
pertencer a mesma representacao do grupo de gauge. Este resultado também ¢ valido para
N > 2, o que dificulta a extensdo do Modelo Padrao utilizando-se supersimetrias estendidas
[9].

Como a algebra supersimétrica (ndo estendida) s6 possui dois operadores fermioénicos
(Q e Qf), a relacdo da Eq.(2.6) se torna:

{Qa, Q) = {Q1, Q1Y =0 (2.16)

ja que da antisimetria de Z:
Z=—-72=7=0

Portanto modelos supersimétricos com N = 1 sempre permitem uma simetria R, que se
torna simplesmente:

Q:;, = ei(an

A nio ser que seja afirmado explicitamente, todas as consideracdes posteriores se refe-
rem a modelos supersimétricos com N = 1 (ndo estendidos).

A seguir construiremos as representacdées fundamentais do supergrupo de Poincaré.
Para tal aplicaremos os operadores ) e Qfem um estado inicial arbitrario e entdo calcula-
remos qual o nimero minimo de estados necessarios para a construcdo de um supermul-

6 Onde N é o namero de operadores Q".
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tipleto.

2.3.1 Estados Sem Massa

Para supermultipletos nao massivos pode-se escolher P* = (F,0,0, F), de tal forma que a

(Q.Qy =P b—4E< 0 0)
0 ab

Eq.(2.5) se torna:
1

1
:>{Q¢MQZ}:O,seaoub;,éf5

Mas como o espaco de Hilbert é nao negativo:

WHQL Qa} ) = [|Qal)|* +11QLIW)[> > 0

sendo a igualdade valida somente para Q, = Q! = 0, (no espaco de estados sem massa), ja

que o estado ¢ € arbitrario. Logo, para a = %

{Q,Q1}=0=0Q, =0, =0

2 2

ou seja, dos quatro operadores fermidnicos originais (Q,, Q}:) s6 restam dois, que satisfazem:
{Q1.Q" ) =4E 2.17)

Da Eq.(2.8) e (2.9):

et = laisQL

Logo, Q_ 1 diminui a helicidade em 5 e QT 1 aumenta em 3
Seja um estado nao massivo |j) com helicidade j- A partlr dele formam-se (a menos de
normalizacées):

oy iy L
QLN =1+3)

o1 .
Q_yli+3) =1i)

Mas, usando a Eq.(2.16), temos:

o1 ) o1
7= 35)=Q-3li) =Q_1Q_4li+5) =0

i+ =e,Q I =0

Portanto, partindo de um estado |j) e aplicando os operadores Q e Qf s6 é possivel criar
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um novo estado (ndo nulo) |j + 1 >, ja que o produto de dois @’s ou Q'’s é nulo. Logo os
supermultipletos s6 possuirao dois estados:

{13, 1+ 30}

Para o caso de supersimetria estendida, haveriam outros operadores (), que permitiriam
aumentar o numero de estados (com helicidades mais altas) em um supermultipleto.

Resta determinar a normalizacao dos estados. Como Q_% e QT_l diminuem e aumentam
2

a helicidade em 3, temos:

Q1@ 15) = ’lj)
Mas, como {Q_%,Qil} =4F:
2
Q_1Q",15) = 4E1j) - Q" ,Q_11j) = 4Ej)
ja que Q.j) = 0. Portanto o” = 4E:

R N PN L
|J+2>—TEQ_%U> e lj) 7\/EQ_§IJ+2>
2.3.2 Estados Massivos

Para estados massivos podemos sempre ir para o referencial de repouso, onde P, = (M,0,0,0).
Desta forma:

(Qu.Qly = Py =2M ( (1) (1) ) — 206, 2.18)
ab
Mas, da Eq.(2.8) e (2.9):
- 1 - 1
[7.Qal = 55y, [7.QL) = —550aQ}
1 1
=[5, Q4] = 5@y, 145, Q1] = —5Qy

1 1
= [‘L%QE] = _7QE ) [J37QJLL] = 7@2
2 2 2 2 2 2
ou seja, Q1 e QT_l aumentam de 1 a componente z do spin, enquanto Q_1e QE diminuem
2 2

de % Para construir os supermultipletos devemos obter estados de spin total minimo e

maximo, aplicando-se sucessivamente os operadores acima a um dado estado. Pode-se
mostrar (ver Apéndice B) que a partir de um estado |j) com autovalores ¢! = 0, obtemos os
seguintes estados:

1 = Q=)

Yy —Q — |7 £ =
) = Q@ —1j 2>HQTH|‘7'>
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—-Q—0
— QN —]j£3)

i) = QF — 0

7) = Q% — 15)/

onde |j)’ € um estado com autovalores g, = 0. Das expressdes acima nota-se claramente
que os supermultipletos massivos serao dados por:

{30, Y, 1+ ), b = 30

Para j =0, j = 1 e j = 1 temos os menores supermultipletos:

{09, 10), 123}, {13), 1) 113, 100} e {11}, 11, 15), 19

2.3.3 Graus de Liberdade Bosonicos e Fermionicos

Os resultados obtidos nas duas ultimas secdes confirmam um teorema mais geral, valido
para qualquer tipo de supermultipleto: o niimero de graus de liberdade (de spin) bos6nicos
e fermionicos sdo sempre iguais dentro de um supermultipleto.

2J

Seja {|j, o)} o conjunto de estados de um supermultipleto e seja (—1)*’ um operador que

tem autovalores +1 para bésons e —1 para férmions. Considere o traco:

Z <j70-|(71)2JPab|j70—> = Z <ja0|(71)2J{Qa»Ql]:}|jva> (219]
{l3,0)} {l3,0)}

= > ((G.0l(=D)*QuQ}1j,0) + (j.01(=1)*' Q}Qulj, o))
{l5.0)}
O segundo termo pode ser reescrito usando o fato de que {|j, o)} forma um base completa
para os operadores Q, € Q! :

Y Gl QIQuli o) = Y Y Giol(=D)* QIS o) (i, 0'|Quli o)
{l3,0)} {1370} {l4,0)}

= 3 Y GL1Qui o) ol (-2l o)

{l3",0")} {ld,0)}
= > L= Qi o)
{l37:0")}
Mas: )
Qa|j70> 08 |.] + 550/>
. o1 . o1
= (_1)2JQG|]70> X (_1)2Ji1‘.7 + 570I> € Qa(_l)zJ‘]70> S8 (_1)2J‘] + 570,>
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= {Qav (71)2J} =0

Portanto:

S G 1Q(-DP QI )y == D (L I(-) Qi o)
{l7,0")} {l7,0")}

Inserindo este resultado na Eq.(2.19):

Z <j70|(_1)2JPab‘jv J> =
{l7,o)}

> (G ol(=1)*QuQld, o) — (G ol(=1)* Qu@}4, o)) = 0
{l7,0)}

Mas como para todos os estados P,|j, o) = paes|j, o) # 0, entdo:

Z <j70-|(71)2JPab|jaO—> = Pab Z <j,0'|(71)2J|j,0'> = Pab Z <(71)2J> =0
{l4,0)} {l7,0)} {l7.0)}

= 3 (1)) =0
{ls,0)}

Ou seja, o numero de estados |j, o) com autovalor +1 e com autovalor —1 sao iguais. Logo o
numero de graus de liberdade bosonico e fermionico sdo idénticos.

2.4 Superespaco

Devido a existéncia dos operadores fermionicos Q] e Q,, as transformacoes do grupo su-
persimétrico exigem novos parametros (fermiénicos):

P (PP, Qut Q™) o b — 4t (2.20)
b ) 2 .
Tais transformacodes implicam que os campos devem ser definidos em um espaco de (3+1)+4
dimensoées, sendo estas parametrizadas pelas quatro coordenadas usuais (z*) mais quatro
coordenadas de Grassmann (f,, 6}) (conforme definido na Eq.(2.1)).

2.4.1 Operadores no Superespaco’

De maneira analoga a representacao do operador P, como uma derivada espacial, podemos
obter representacdes dos operadores ), Q' em termos de derivadas das coordenadas do
superespaco (z#,0,,0;).

7 A partir desta secio uma notaciao mais concisa sera adotada (ver A.1 e A.2).
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As transformacgoées finitas com os operadores supersimétricos serdao definidas como [12]:
U(8,0) = ¢?Q+0Q) 2.21)
enquanto outras opc¢des também sao possiveis [8]:
e0Q010Q o1y £10Q10Q
As diferentes defini¢oes de U(6,0) resultam em diferentes representagoes dos operadores

Q e Q. No entanto todas as representacdes podem ser facilmente relacionadas.
Considere duas transformacodes consecutivas:

U U (0,0) = (I(EQ+EQ) Li(0Q+0Q)
usando a formula de Baker-Campbell-Hausdorff [8], temos:

QD 0D — coplife +0)Q +i(E+0)Q — 5[(6Q +EQ), (00 + Q)

~L1leQ +€Q). (00 + 0Q)L, (60 +6Q)) + ..}
Mas: ‘ _ _ . _
[€Q,0Q] = £ Qa0;,Q" — 6,Q"¢"Qq = —£"0;(QaQ" + Q" Q) = —£°6;{Qa, Q"}
onde: . . .
{Qa, Q") = {Qa, €”°Qc} = " Puc
= [£Q,0Q] = £*(—0,¢") Poe = £°Poif° = 260+4P,

Como [P;, Q] = [P,;, Q] = {Qa, @} = {Qa4,Q;} = 0, todos os outros termos da expansio sio
nulos, restando:

e (CRQHEQ)i0Q+0Q) — canfi((¢ + 0)Q + (£ + 0)Q + (i€0"0 — i60™E)P,]} (2.22)

Comparando a expressao acima com a Eq.(2.20) temos que a transformacao U (¢, €) resulta
nas seguintes transformacdes de coordenadas:

0 —0+60—0+E at — 2P —ifohE +ikotl
Dado um supercampo definido em termos das variaveis do superespaco, teremos:
' =U(EED(x,0,0U () = Bt — i +i€a"0,0 +€,0 + )
0

9 9 .
O = 62 ——B + 50— B + 60, ——
= 00 = bat 5 0+ 60" D+ i
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; b 1 0 :na bir
500+ io".0°9,®] + ga[a—%é +i0%" "), ] (2.23)

Desta forma podemos definir os operadores diferenciais:

=&

50 =i(£Q + Q)P

= Qu = —ing 4t g0, (2.24
© B
= Q% =—i 5+ 0“c" "0, (2.25)

Usando as expressoes acima pode-se mostrar que:
{Qa, Qy} = 2i(d") ,0, = P,

{le Qlt} = {Qaa Qb} =0
Logo as definicoes dos operadores diferenciais acima sao consistentes com as relacdes de
(anti)comutacao definidas anteriormente.

2.5 Supercampos

Na Teoria Quantica de Campos usual (ndo supersimétrica) buscamos operadores que se
transformem de maneira bem definida pelo grupo de Poincaré, tais como campos espino-
riais e vetoriais. Desta forma se torna trivial construir uma acio escalar (S). Como as
transformacées do grupo de Poincaré se referem ao espaco-tempo (z*), os campos esca-
lares, espinoriais e vetoriais sdo func¢des de z#. De maneira analoga, para a construcao
de lagrangeanas supersimétricas € conveniente encontrar campos que se transformem de
maneira bem definida sob transformacgoées supersimétricas. Como estas transformacoées se
referem ao superespaco (z*,6,0), os campos de interesse também devem depender das novas
coordenadas (fermidnicas). Estes campos sdo chamados de supercampos.

Por serem variaveis que anticomutam, 6§ e  s6 podem aparecer até a quarta poténcia, ja
que:

0,00, = —0,0.0, =0

Portanto podemos expandir qualquer supercampo da seguinte forma:
F(z,0,0) = ai(z) + az(x) + Oaz(x) + 00ay(x) + 00as(x) (2.26)

+00ag(x) + 000az(x) + 000as(x) + 0000ay(z)

onde a; sdo campos arbitrarios. Usando a Eq.(2.26) pode-se mostrar que o produto de dois
supercampos satisfaz a forma acima e, portanto, também é um supercampo [9]. Como a la-
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grangeana (£) deve ser um escalar, ela devera ser construida com produtos de supercampos

8

escalares®. Impondo esta condicdo a F, a natureza dos campos a; estd automaticamente

determinada:
F(2,0,0) = f(x) + 0¢(z) + 0x(x) + 00m(z) + 00n(z) + 000V, (z) (2.27)

+000)(x) + 000p(x) + 0006D(x)

onde f, m, n e D sao escalares, i) e p sdo espinores de mao esquerda, x € p sd0o espinores
de mao direita e V,, € um campo vetorial.
A transformacio de F' sera dada por:

5F = [iaQ + iaQ, F] = i(a®Qq + 04 Q%) F

Aplicando-se as expressoes das Eq.(2.24) e (2.25) para Q e Q obtemos as transformacoes
para os campos:

§F(2,0,0) = 6 f(x) + 05¢(x) + 05X (x) + 005m(x) + 005n(z)

+00"05V,, () + 0005\ (z) + 0005 p(z) + 00005d(x)
= arp + ax + (2a9m + 0oaV, — i0o"ad, f) + (2a0n + actV,, + iact0, f)
+00 & — i0c" @b, + i00act 000, ) — 0005+ abd,,p...

De tal forma que®:
0f =ap 4+ ax

0y = 2aam + Uffz,dbvu — iasbdb(i)uf
OXa = 2a4n + abal’)‘qu + iabaffdauf

om = ax+ %awo"oz

0D = —%aa”@,}\ — %aup(r”o? (2.28)

onde foram omitidas as tranformacées de n, V,, A € p.

Logo F fornece uma representaciao do grupo supersimétrico. No entanto, como produtos
de supercampos continuam sendo supercampos, a lagrangeana formada por produtos do
tipo F"G™ sera um supercampo escalar, que claramente nao € invariante por transforma-

8 £ também poderia ser formada por termos do tipo ¥¥, onde ¥ é um supercampo que possui indices espinori-
ais. No entanto o produto ¥¥ é um supercampo escalar. Logo basta que este caso seja examinado. Posteriormente
pode-se construir as componentes a; a partir do produto de outros supercampos (escalares ou nao).

9 Para obter os resultados abaixo foram utilizadas as identidades do Apéndice A.2.
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¢oes supersimétricas. A invariancia pelo grupo supersimétrico exige que:
0§=0

Portanto basta que:
0L =0, M"

onde M* é um campo qualquer.
Das transformacédes da Eq.(2.28), temos que a componente D de um supercampo so se
transforma por uma derivada parcial:

Z’ a " D
0D = —0,(a *A’+p ab)

Logo uma acao supersimétrica sera da forma:

S = /d4x[F]D

onde [F|p € a componente D de um supercampo escalar.

Como dito anteriormente, o supercampo F' possui 4 escalares, 4 espinores € 1 campo
vetorial. No entanto os supermultipletos fundamentais possuem apenas duas particulas
(caso nao massivo) ou trés particulas (caso massivo). Portanto as componentes da Eq.(2.27)
fornecem uma representacao redutivel do grupo supersimétrico. Logo devemos impor vin-
culos sobre as componentes de F' para obtermos representacoes irredutiveis que gerem os
supermultipletos fundamentais [9].

2.5.1 Supercampos Quirais

As restricoes sobre F' devem ser invariantes sob transformacodes supersimétricas e, por-
tanto, € necessario encontrar operadores que anticomutem com os operadores da Eq.(2.24)
e (2.25). Para tal sao definidas as seguintes derivadas covariantes [11]:

D, =

age — 10700, (2.29)

Dl =D, = _8; +1i0°01,0, (2.30)

Logo, usando a Eq.(2.24) e a Eq.(2.29):

va 1 9 Gy, i 0 v G pé
{iQq, Dy} = {69“ 895} Zdbéay{%79 }+105d-3#{0d7m}+05d0bé5'u3y{9d’0 }
Mas: ) ) o . 0 o .
(gge O M = g 1) + 0 gga k' = ~0 gga b+ 0" 5ga b =0
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Como os demais comutadores também sao nulos:
{iQa: Do} =0
= [ia®Qq, D) = ia®Qa Dy — 1Dy Qy = ia®(Qa Dy + DpQa) = ia®{Qq, Dy} = 0
De maneira analoga mostra-se:
iaQ + iaQ, Dy] = [iaQ + iaQ, D;] = 0
{Da, Do} = {Ds, Ds} =0
{Da, Dy} = 2i(0") 40 = By
Assim podemos definir vinculos que sao invariantes supersimétricos:
D;®=0

D,®"=0

(2.31)

(2.32)

Onde ® é chamado de supercampo quiral de mao esquerda (ou left-handed) e ®! de su-

percampo quiral de mao direita (right-handed). A condicdo da Eq.(2.31) pode ser reescrita

através de uma mudanca de variaveis:
o =yt =2k —ifo"f

Desta forma:
o®  oy¥ 0P 0P b, 0P 0P

o6~ o0i oy o oy og

_0® _ 0%

Ozt Oym

, 00 9D, . 0 o®
bigy ~ pga T kg T pga

0,®

= Dy®(y,6,0) = —ibto

Entao:

_ _ 0P
Dy®(y,0,0) =0= — =0
(y,0,0) 55

Portanto podemos expandir ® = ®(y, f) da seguinte forma:

©(y,0) = d(y) + Ox(y) + 00 f(y)

(2.33)

onde ¢ e f sao escalares e y, € um espinor de mao esquerda. Expandindo ¢ em torno de

Yo = @t
o(y) = d(yo) + 0ud(yo)(v" — vy) + %@aucb(yo)(y“ —y0) W —vo) + -
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= ¢(z) — i00"00,6(z) + %i@a"éé@a”é(?y@H(b(x)

ja que os proximos termos envolvem (0)3. Fazendo o mesmo para x e f, substituindo na
Eq.(2.33) e mantendo apenas os termos até ordem (6)?2, (9)2:

®(z,0,0) = ¢p(z) + Ox(x) + 00 f(z) — i05"00,,¢(z) (2.34)

—i00"000,,x(x) — %90“590”5@8#(;5(@
Mas [12]: )
0°6° = —56“99
0, 1 y ’i) ac 1 n
= 001000, x = —59&7&69 e Ouxe = —5998@(0“9
Analogamente, usando Tr(atc”) = 2¢g" [12]:
N P
Oct000" 0 = 500099“”
Portanto:
®(x,0,0) = ¢(x) + Ox(x) + 00f(x) — i05"00,¢(x)

‘ L
%993#;(0#0 — £00660"9,,6(x)

Y (2,0,0) = o' (z) + Ox(2) + 00f1(z) + i00"00,0" ()
- 1
—%aeaa#aux — £06060"9,6' (2)
onde & satisfaz a Eq.(2.31) e ®' satisfaz a Eq.(2.32).

Usando as transformacgoées obtidas na Eq.(2.28) para o supercampo F' e fazendo

f=dv=x.m=f V,=-i0u¢, i = % WX by D= —ia“@m
e x=n=p=0, temos:
0 = ax
0Xa = 200 f — 21’@@02‘65}’
Of =i0uxota

Os demais termos resultam apenas em relacdées de consisténcia entre as derivadas dos
campos:

5(0u8) = ad,x ..

Considere agora um supercampo ®; formado pelo produto de dois supercampos quirais
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de mao esquerda. Entao, usando a Eq.(2.31) e a Eq.(2.34):
Dy®y = Dy(®;®;) = (D ®;)®; + ®;(D;®;) =0

sendo:
1 _
O, =0,0; =00, +0(xi0; + x;0:) +00(fid; + fidi — §Xin) — i00"00,(pid;)

. L
5000, (x:6; + x;0:)0"0 — 109900" (0, (916,

onde )
Ok = Gidjs Xk = Xi®5 + X0i € [r = fid; + fi0i — SXiX;

Portanto o produto de dois supercampos quirais de méo esquerda também € um su-
percampo quiral de mao esquerda. De maneira geral qualquer poténcia de supercampos
quirais de mao esquerda (direita) € um supercampo quiral de mao esquerda (direita). No
entanto, derivadas de supercampos quirais nao sio necessariamente quirais, assim como
produtos de supercampos quirais e seus complexos conjugados.

2.5.2 Acoes Supersimétricas

Como visto anteriormente, a invariancia por transformacdes supersimétricas exige que a
lagrangeana seja a componente D de um supercampo geral. No entanto, se impusermos
que £ seja composta por produtos de supercampos quirais, teremos:

[0L]f = i0,xo"a = i0,(xo" Q)

ou seja, £ muda apenas por uma derivada total, assim como o termo D para um super-
campo geral. Portanto a acdo mais geral possivel é da forma:

S = /d4x[F]f+/d4a:[K]D

onde F € um supercampo quiral, X um supercampo geral e [4]; p representa a componente
f (D) do supercampo A.

Sabemos que se F' for um produto de supercampos quirais, F' sera quiral. Porém tam-
bém ¢é possivel construir supercampos quirais utilizando-se as derivadas covariantes. Por
exemplo, dado um supercampo (escalar) G qualquer, temos:

[l
]

dDi) C'GZO

ja que {D;,D;} = 0. Logo o campo D;D:G = —ie;. DDG é um supercampo quiral de méo
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esquerda. Usando a Eq.(2.27) e as defini¢coes das derivadas covariantes:

DDG = —D*DyG = —(2n + 20p + 200D) + i6%c", 8, gg

—ie"0"0"; 0, (DaG)

Portanto:
/d4x[DDG]f = —2/d4mD = —2/d4x[G]D

ja que as derivadas totais 0, nao contribuem para a acdao. Da expressao acima temos que
termos do tipo [DDG]; em [F]; podem ser desprezados, ja que eles podem ser incluidos em
[K]p. Portanto, em geral, F' sera um polinémio nos supercampos quirais.

Com relacao ao supercampo K podemos desprezar qualquer termo que seja um campo
quiral, ja que sua componente D ¢é da forma:

19,0 ou 99,01

que sao derivadas totais e portanto nao contribuem para a acdo. O mesmo ¢ valido para
termos do tipo
[DaG]D ou [DGG}D

ja que seus unicos termos nao nulos sao derivadas totais. Logo K s6 deve conter termos
nao-quirais e nenhum termo derivativo. Restricoes extras sobre K e F' sao obtidas impondo-
se que a teoria seja renormalizavel.

Da-se o nome de superpotencial ao termo F' quando este € construido apenas com su-
percampos quirais. Ja para K da-se o nome de potencial de Kahler.

2.5.3 Renormalizabilidade

Como discutido na ultima secdo, para que a acao seja invariante por transformacodes su-
persimétricas, devemos ter:

S:/d4m[F]f+/d4m[K]D

Em principio S pode conter qualquer poténcia de supercampos ou derivadas covariantes.
No entanto, se considerarmos apenas os termos renormalizaveis:

L] = dim(L) = 4 (2.35)

As dimensodes dos campos escalares, fermionicos e vetoriais sdo usualmente definidas

pelos seus termos cinéticos:
- 1
L = 0,¢0" ¢ + iy 0, — TEw P+
. ; 3 )
= dim(¢) = 1, dim(y) = 5 € dim(V,) =1
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A condigao da Eq.(2.35) impde restricoes para o superpotencial e o potencial de Kahler.

Usando a Eq.(2.34) e as dimensées dos campos quirais [%] e escalares (1), temos!©:
. 1
@) =1 [0 = 0] = —

Assumindo uma lagrangeana renormalizavel:
L=[Fly+[Klpel[l]=4

entao:
[D]=de[f]=4

onde [K|p = D e [F]; = f. Porém

(K] = [0000D] = [K] = [D] — 2 = [K] = 2

[F] =[060f] = [F]=[f]—1=[F] =3
Logo F' s6 pode ser um polindmio de ordem 3 nos supercampos quirais:
F(®) = c;®; + M @i P, + Xijr®; PP + he

onde m;; € A\, devem ser totalmente simétricos. Como discutido na secdo anterior, K
nao pode depender de derivadas dos supercampos. Restringindo-se apenas a supercampos
quirais, como K em si nao pode ser quiral, a unica possibilidade é!!:

K(®) = g;; ] ®;

onde g;; deve ser hermitiana. Os termos acima fornecerao os termos cinéticos da teoria,
mas para tal g deve ser positiva definida. Logo podemos redefinir os supercampos por uma
transformacao unitaria de tal forma a diagonalizar g:

O =UP

= K(®) =2'TUTgUd' = &'T¢/

ou seja, sempre pode-se considerar os termos cinéticos como sendo diagonais.
As expressoes para [®,P;];, [®;®,;P;]; e [®!®;]p sao [11]:

1
[©:D,]f = fid; + fidi — SXiX;

100nde [A] representa a dimensao do termo A em unidades naturais (c = & = 1).
11 Apesar de ®' e ® serem quirais, seu produto nio o é.
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1 1
[(I) b, (I)k]f = f1¢]¢k + f]¢z¢k + fk¢z¢] - Xle?¢] X]Xk¢z - XzXJ¢k
[@]@,]p = fif] - 1¢Z 0,0, — Z@auawz + gamiawj (2.36)

i g _
~1 quU“xHerjU“auxi

Desprezando derivadas totais e termos lineares obtemos [13]:

= (fifl + 8u¢;ra”¢z‘ + %Xiauauii) (2.37)

1 3
(2m2]f’b¢] mszsz + 3)\zgkfz¢]¢k zgszXJ¢k + hC)
Redefinindo x, A e m:

=My

1
X = V2x Ak — ETRC L R

temos:
= (fiff + amTa%i + X" 0 Xs)
1
(mljf2¢] ngXzX] + AZ]ku¢]¢k‘ 2]kX’LX]¢k + hc) (2.38)
Da expressao acima nota-se que £ nao possui nenhum termo derivativo em f, ou seja:

0y 0%
9(uf) of

=0

Logo f pode ser considerado como um campo auxiliar e pode ser eliminado de £ através

das equacées do movimento:

oL 1
a7, = fj +mg;p; + 5)\ijk¢j¢k =0
f 1
= Ji = —mijé; = 5Aijkdidk (2.39)

o lado direito da expressao acima € idéntico a

0 0
_8¢¢F(¢) =30 (2m”¢1¢] ijk¢i¢j¢k)

onde F(¢) € o superpotencial avaliado no campo escalar. Note que

mi; fidj + %)\ijk:fi(bj(bk = fi(mijo; + %)@jk(qubk) = —fiff

Como em L aparece o termo acima e seu hermitiano conjugado, temos:

 (Af = 2+ 0,610, + s D) — (-

1
5MigXiXj + 5)@ijin¢1€ + he)
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. A 1 1
= ((%qﬂ@”qﬁi +ixi0"0uXi) — (smajxix; + 5)\1‘ijin¢1€ + he) = V(9)

2
onde V = f; f} = |"”;—((/j'5>|2 € o potencial escalar. Da lagrangeana acima obtemos as seguintes
equacoes do movimento:

—i0 X" = mijX; + NijkX; b

1 1 1
9,00 = _i)w‘ijij - (mijmjl@T + Qmij)\jlm(b;(bin + (bk)\ikjmjlﬁbzr + ifbk)\ikj)\jlm(ﬁ(ﬂn)

Em termos de espinores de Majorana, temos [12]:

Assim
-1 0
0 1

I
g O Yy TwaX
GH 0 6_/L(L(an

1
L=0,010"; + ~ xmaxp m”\II\IJ

) Vi =—XiXj + XiX;

Reescrevendo L:

[t

7A7‘]k\:[/ ( ) j¢k L]k‘\P ( 75)\P]¢£ _V((ZS)

l\D
l\.’)

onde )
V(p) = |mijpi + §>\ijk¢j¢k|2

2.5.4 Supercampos Vetoriais

Até agora usando apenas supercampos escalares quirais foi possivel construir uma “su-
perlagrangeana” de Yukawa, composta apenas por espinores € escalares. No entanto os
supercampos quirais nao contém campos vetoriais e portanto nao permitem a construcao
de teorias de gauge. Para tal € necessario introduzir uma nova classe de supercampos,
chamados de supercampos vetoriais (ou reais), definidos por [9]:

Vvi=v
Usando a Eq.(2.27), temos:

f:fT’w:X’m:nT,VH:VJ,)\:peDT:D
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Portanto:
V(z,0,0) = f+0x +0x + 00n' +00n + 050V, + 000X + 000\ + 0000 D

O supercampo acima pode ser convenientemente reescrito apenas em termos de campos
reais [12]:

V(x,0,0) = C +ifx — iy + %99(m +in) — ~00(m — in) + 008V, + i008(\ — =50, )

N | .

L
2
e i 1 1
—i006(\ — 50“@)() + 59900(D - 58#8”0)
Para obter a transformacdo de V podemos usar as seguintes identidades [12]:
V(z,0 =0=0)=V(0)=C
(DaV)(0) = ixa (DaV)(0) = —iXa
(D?DyV)(0) = —4iXg, (D?*D,V)(0) = 4i),
([Da, Da]V)(0) = 2075, V,,
(D*D*D,V)(0) = 462D — 2i(c"5") PV,
onde V,,, = 9,V, — 0,V,. Usando as identidades acima:
§C = [i(aQ + aQ)V](0) = [(aD + aD)V](0) = iay — i@y
ja que
(@@ +aQ)V](0) = [(a

Analogamente, temos:

0Xa = —aq(m+in) + Ugbdb(VM +0,0)
0Ny = —iDayg + %(O'Ha'u)abab‘//w
SV = —iaoh 0V \ +i0" A\o*a — iac” 0"\ + i0 Ao &
6D = —9,(A\ota — actN)
dm = a\ + a\ —iactd, X + i, xo"a
on = ia\ —ia\ + ac’ 0, X + Ouxota

Das transformacgées acima vemos que V,,,, D e A formam uma representacéo irredutivel.

46



2.6 Invariancia de Gauge

Por serem operadores escalares (em geral nao abelianos), os geradores do grupo de gauge
devem comutar com os geradores do grupo supersimétrico. Desta forma todas as particulas
em um supermultipleto se transformardo pela mesma representacao do grupo de gauge.
Para supercampos quirais (da Eq.(2.34)):

_ _ i _ 1
O(x,0,0) = ¢+ Ox + 00f — 00100, + %eeauxaﬂe ~ 00900"9,6

= ¢($) N eia(a:)T¢(x), X($) _ eia(:v)TX(l,) e f(l') _ eia(w)Tf(l,)

onde a(z) € o parametro da transformacao e T é seu gerador. Como ¢ envolve derivadas
dos campos, o supercampo quiral nao se transforma de forma linear. No entanto podemos
generalizar as transformacodes de gauge para o superespaco, fazendo com que a = a(y,0),
onde y* = z* —ifo*fA. Desta forma a e ® sdo supercampos quirais e podem ser escritos como
(ver Eq.(2.33)):

a(y,0) = Ay) + 0v(y) + 00F (y)

©(y,0) = d(y) + Ox(y) + 00 f(y)

Assim, temos:

o(y) — N g(y), x(y) — WX (y) e f(y) — e“@I7T f(y)

= O(y,0) — @I TP (y, 0)

sendo oT = aT, para grupos nio abelianos.
Para que os termos cinéticos sejam invariantes, devemos ter:

O'P — TP

Porém:
TP — plemia'TeioT g £ i@

Portanto, para construir termos cinéticos invariantes, define-se um novo supercampo G(z, 6, 6)
de tal forma que:
G(2,0,0) = e 2V" e G(x,0,0) — ' TGeoT (2.40)

assim:
o'Ge — dTGP

Como G = Gf, V é um supercampo vetorial:

V(x,0,0) = C +ifx — iy + %ae(m +in) — %éﬁ_(m —in) + 001GV, + i00G(X — %a—ﬂaﬂx)
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000\ — LoD, %) + %eeéé(D - %a,taﬂc*)

Usando a Eq.(2.40) em primeira ordem em «, temos:
(1-VT)— (1+iaT)1 - VT)(1 —ial)

= VT - VT +i(a—a")T + ...

Ou seja:
VA S VA file® —at) 4 .

Como V4 e i(a?—aAt) sdo reais, a transformacao definida acima para G € consistente, ja que
campos vetoriais continuam sendo vetoriais apds transformacées de gauge generalizadas.
Como « € um supercampo quiral:

a—al = (A=A + (0 — 09) + (00F — 00F") — 00”00, (A + AT)
+%(eeaﬂwaﬂé + 000010, — iaoééauaﬂ(zx — A
Assim podemos determinar como se transformam as componentes de V'12:
C — C+i(A—AT)

X=X+
m — m+ 2Re(F) n — n+ 2Im(F)
Vi =V, +20,Re(A)
A—=AxeD—D

Das transformacédes acima vemos que os campos C, x, m € n podem ser eliminados atra-
vés de transformacdes de gauge generalizadas. Neste gauge (chamado de gauge de Wess-
Zumino) [12]:

V(x,0,0) = 0010V, + 008X — 000N + %eee‘éD

Porém das transformacodes supersimétricas para V nota-se que o gauge de Wess-Zumino
(WZ) ndo é um invariante supersimétrico. No entanto sempre € possivel combinar trans-
formacodes supersimétricas e transformacoes de gauge generalizadas de tal forma que V
sempre esteja no gauge WZ [9].

Apesar de o gauge WZ nao ser um invariante supersimétrico, nem um invariante por
transformacodes de gauge generalizadas, ele ainda € invariante por transformacdes de gauge

12Como citado acima, estas transformacoes incluem apenas termos em primeira ordem em «. Os demais termos
podem ser obtidos através da Eq.(2.40), usando a formula de Baker-Hausdorff [8, 9].
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ordinarias:
U(y)=0e F(y) =0
= a(y,0) = a(z,0,0) = A — 00”00, A — 300958’”8#/\
sendo A real. Sob estas transformacoes, temos:
o2VT _,

el T@ 2VT6 T

usando a formula de Baker-Hausdorff :
gl Tgm2VT o—ial _ exp(=2VT +i[VT,aT + o'T] — i(aT — a'T))

Logo:
VAT, = VAT —iVBAC [T, Tc) + 0000, A" Ty

mas [T5,7Tc| = ifapcTa, entao:
VA VA4 fapcVEAC + 00"00,A%
De tal forma que (sempre assumindo o gauge WZ):
VA(2,0,0) = 00”0V +i000X" — i000N* + %oeéépf‘
= 6V = fapcVPAC + 00"
A = fapcABAC

8D? = fapcDBAC

ou seja, VMA se transforma como um campo de gauge nao-abeliano € \* € D4 como campos
espinoriais e escalares que pertencem a mesma representacao adjunta de Vf.

As expressoes acima permitem calcular o termo invariante ®e=2V7®. Se V estiver no
gauge WZ, ®'e=2V7® sera invariante apenas por transformacdes de gauge ordinarias. Como
neste gauge V nao possui termos independentes de 6 e 6:

dTe VTP = o (1 — 2VAT, + 2VAVET,T)®

onde 7’4 sdo os geradores da representacao de ®. Para

1

®(x,0,0) = ¢+ V20x + 00 f — i05"00,6 + %

(‘)Gaﬂxa“é — i&@@é&“c’)m
_ _ L 1
V(x,0,0) = 05"0V,, + 1000\ — i006X + 59009D (2.41)
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temos:
20T\ VAD|p = (—i0"¢TTaV, ¢ + he) + (iV2XATugp + he) — ¢ Ta DA + XTaV, 6" x

20T Ty VATV P ®|p = ¢ TuV TV P

onde A|p () indica a componente D (f) do supercampo A. Entdo, usando a Eq.(2.38) e
desprezando derivadas totais :

L=\, = fff 4 (Do) D'+ ixa" D,x + 9o TaDA¢ (2.42)

—iV2gX N T ¢ + iV 29T TaX

onde D, € a derivada covariante:
I i 191 A m

Os termos acima incluem as interacdes entre os supercampos quirais e os campos de gauge.
Além dos termos habituais para as interacoes de gauges com escalares e férmions, obtemos
uma interacao adicional entre os gauginos \* e os férmions e escalares da teoria.

2.6.1 Tensor de Forca

Na Eq.(2.42) nao estdo incluidos os termos cinéticos para os bésons de gauge e seus gaugi-
nos. Estes termos devem vir de um tensor de for¢ca supersimétrico, que generalize o tensor
F,, usual para teorias de gauge.

Caso Abeliano

O supercampo vetorial ndo inclui termos derivativos em V,,. Logo, para construirmos o
tensor F,, = 90,V, — 0,V,, precisamos aplicar derivadas aos supercampo V. Porém, como
queremos um tensor de forca supersimétrico é conveniente aplicarmos derivadas covari-
antes a V. Usando o sistema de coordenadas (3,6, 6), onde y* = z* — ifc"0 e o gauge de
Wess-Zumino:

V(y,0,0) = 008V, (y) + 000N (y) — i000A(y) + %99§§[D(y) 80"V, ()] (2.43)
Do = -2 9ioh g (2.44)
« = Bpa i’ 0°0), .
] 0
Dy, = —— 2.45
o0 (2.45)
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Aplicando D, a V:
DoV (y) = 0¥, 0°V,, + 2i0,0% — i00X, + 0.00(D + i0"V,,)

~if0e®0°c" 07,0, V,, — 00000", 0, 2" (2.46)

Como desejado, obtivemos um termo do tipo 0,V,,. Mas como este termo esta multiplicado
por 609, ndo podemos definir o tensor de forca como D,V, pois neste caso ndo seria possivel
construir um termo F,, F* (ja que este viria multiplicado por (60)? = 0). Para nos livrarmos
do fator multiplicativo A0, basta aplicar D,D% = D2, pois:

D2(00) = —4
Logo, define-se [12]:
W, =-D;D'D,V = —D*D,V (2.47)
Obviamente:
DiW, =0

ou seja, W, € um supercampo quiral'3. Das expressoes acima, obtemos:
DD,V (y) = 4ida — 406(D + i0"V,,) + 4i0°0" 01,0, V,, + 40004,0,2°
usando as identidades do Apéndice A.2, obtemos:

Wa(y,0) = —4iX,(y) + 40,D(y) — 2i(c"5") L0V, (y) — 4005" .0, 2% (y) (2.48)

Como W € um supercampo quiral, o produto W¢W, sera um supercampo quiral e escalar.
Portanto o termo f do produto W*W, sera um invariante supersimétrico. Resta verificar se
este termo também sera invariante por transformacéoes de gauge generalizadas. Mas para
0 caso abeliano:

V=V +ila—al)

= W, — W, —iD?D,(a — af)
Como a é um supercampo quiral:

Daozlr =0e Dya=0

= D?D,(a —al) = —2ia§i)8ul_)boz =0

13Note que o subindice a o distingue dos supercampos escalares quirais (®) definidos anteriormente.
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onde foi usada a relacdo de anticomutacao {D,, D;} = 2@'0;‘1.)6,,,. Portanto:

= W*— W= W'W, - W*W,
Usando a expressao acima pode-se mostrar que:

W y)Wa(y)ly = W (2)Wa(z)ls

Portanto, da Eq.(2.48):

WW,|; = 16D? + 32iAa* I\ — 8V, VI — di€ 1,5, VIV P + 16iDTr(0"5")V,,, (2.49)
Os ultimos dois termos podem ser desprezados usando as identidades do Apéndice A.2:
Tr(o*a" )V =2¢""V, =0

uvap VIV = 46,10, 0" VY OOVP = 46,0, 0" (VVOTVP)

jaque VH = HVY — OYVH € €4,5,VVO"0°V? = 0. Desprezando a divergéncia total e normali-
zando o termo V,,, V#¥, obtemos:

1. 1 , 1 ,
3—2W Wl = 5D2 + A O\ — ZVWV“

Como a lagrangeana deve ser real faz-se:

1

£64

1 : < 1
(WWo+ WHWhH; = 5D + %Ag“a,)\ - %@J\J“)\ — ViV
mas

—iaﬂ)\a“/_\ = —i@u()\a“jx) + i)\a"aﬂj\

Entao, desprezando a divergéncia total:
1 2 - mwa Y 1 nv
L= §D + A" O A — ZV”"V (2.50)

Da expressao acima vemos que, além de fornecer os termos cinético para V,,, o super-
campo W também gera os termos cinéticos invariantes de gauge para o gaugino A\. O campo
D nao possui termos cinéticos e, assim como o campo f, € um campo auxiliar que pode
ser eliminado utilizando-se as equacoes do movimento. Da Eq.(2.50) também pode-se no-
tar que no caso abeliano os gauginos A ndo se acoplam com os campos de gauge (A se
transforma pela representacao adjunta do grupo de gauge).
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Caso Nao-Abeliano
Da Eq.(2.50) podemos assumir a seguinte generalizacao para o caso nao-abeliano:

1

1
—Tr(WeW,) =

1 a1
= WeAWA | = §DADA +iMet D A — SV VAR

4w

onde:
VA,U,V _ alLVAV o aVVA,u, . ngBCVBuVC'V

DNB\A = 8”;\A — ngBcqu;\A

sendo fapc as constantes de estrutura (antisimétricas) do grupo de gauge.
Para que os termos cinéticos acima sejam invariantes de gauge, devemos ter:

W, — e 9Ty, etooT (2.51)
de tal forma que Tr(W*W,) seja invariante:
Tr(WW,) — Tr(e” 9T wAeeioT em 00T W B elooTy = Tr(WW,)
Para tal generaliza-se a definicdo da Eq.(2.47) [12]:
W, = —D2(e=29VT D, e29VT)

Da Eq(240)1 .
’ . 1» .
29V'T —iga TngVTeigaT

—igaT —ngTeigafT —29V'T

=€ (& =€

entao:
IVQ _D2 [6 zgaTe 29VTezga TDa(e igo T€2gVTeigo¢T)]

—_p2 [e—igaTe—quTeiga"Te—z'ga"'TDa (e2gVTeigo¢T)]
ja que D,at = 0. Logo:

Wa N _DZ[e—igaTDaeigaT 4 e—igaTe—QgVT(DGGQgVT)eigaT]
Novamente, usando que D,a = 0, pode-se mostrar que:
DQ(e—igaTDaeigaT) =0

= Wa N _e—zgaTD2 [6_2gVT(Da€2gVT)}6waT _ e—zgaTWaezgaT

14Aqui esta sendo usada a seguinte notacdo: V1 = VAT, e o = a4 Ty4.
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como exigido pela Eq.(2.51).
Para obter as componentes de W,, podemos utilizar o gauge de Wess-Zumino, ja que a
lagrangeana € invariante de gauge. Neste gauge:

VA(2,0,0) = 00"0VA(x) + 000X () — 000X () + %eeééDA(x)

= e 2V =1 - 2gVATYy + 2g°VAVETA T
Entao: . )
e"TDye™ VT =14+ VT + 5(1/T)2]Da[1 -VT+ 5(VT)Z}
Usando a Eq.(2.43), (2.44) e (2.45) para V, D e D nas coordenadas (y,0,0), temos:
VA(y,0.0) = 050V, (y) + O(6%)

DVT = (6"0),V, T + O(6*) € D,(VT)* = 0,00(V,,T)*

onde O(™) sdo os termos com mais de n variaveis 6 ou §. Considerando apenas os termos
nao nulos (até O(64)):

1
""Dye™VT = —D,VT —VTD, VT + 5Da(VT)2

1 1
=—-D,VT + §(DaVT)VT — 5VT(DaVT)
= e 2T D, VT = 29D, VT + 2¢*[(DVT), VT] = 29D, VT + 2ig>VE D, VA fapcTe

onde
[Ta,TB| =ifacTc

Usando a Eq.(2.46) e a Eq.(2.43) e as identidades do Apéndice A.2:
1oz wpy e U nan YA\ Upan YBya
VED, VA = 300(c"5"), 0.VPVA + §9eeeagd(AA) VP - §eeeeagd(AB) VA

1__ __ .
= fapcTcVED, VA = [599(0”6“);06‘/#3‘/;4 — i00000", (\°) VA fapcTc

Mas
W, = —D*(e"29VTD,e?9V ") = —2gD*D, VT — 2ig* fapcTc D*(VED,VH)

entao:
Wa = =29D°D.VT + 4¢° fapcTeli(o"a”) "0 V.2Vt + 20007, (NP) V]

Usando a expressio acima define-se W:

W, = 2gWAT,
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= W = —D*D,V* + 29 fpcali(c5"), 0, V,C V.2 + 20051, (X7) "V, 7]

Note que no caso abeliano (f4pc = 0) recupera-se a definicao anterior para o tensor de forca
(Eq.(2.47)). Portanto podemos utilizar o resultado da Eq.(2.48) para o calculo do primeiro
termo de WA:

W= —4iA} +40,D* — 2i(0"5"),"0,(V,},, — gfancV,PVS)
*49905a[3u(/_\A)a - ngBcVMB(S\C)a]
= W(y) = —4iX] + 40,D* — 2i(c"5"), 0, F})), — 4600%, D, (A*)* (2.52)

onde D, € a derivada covariante para o gaugino A e Fj, = Vi, — gfapcV,PV,S € o tensor de
forgca usual. Como a unica diferenca entre a Eq.(2.52) e a Eq.(2.48) é a substituicdo da
derivada comum pela derivada covariante e de V,, por F,,, podemos determinar os termos
cinéticos diretamente da Eq.(2.50) 15.

1 -1
L= §D2 + iAot O\ — ZV“"VW (Caso Abeliano)

= L= %(DA)2 + i)\Ao“D A — EF:},FA“” (Caso Nao-Abeliano) (2.53)

A lagrangeana obtida acima possui apenas o termo quadratico (W4)*W2, enquanto
qualquer polinémio em (WA)QWA é invariante de gauge e supersimétrico. Porém, por ana-
lise dimensional temos que [W/] = [\4] = 2. Como mostrado na Sec¢io 2.5.3, a lagrangeana
s6 pode possuir supercampos quirais com dimensao < 3, entao, para que a lagrangeana
resultante seja renormalizavel, s6 sdo permitidos termos lineares e quadraticos em WA.
Mas como termos lineares nio sao invariantes de Lorentz (pois o supercampo possui um
indice fermionico), o tinico termo cinético possivel é o utilizado anteriormente (WAW4 + he).

2.6.2 Teoria de Gauge Supersimétrica

Com os resultados acima para os termos cinéticos dos campos de gauge supersimeétricos,
pode-se construir a lagrangeana (renormalizavel) mais geral possivel que seja tanto invari-
ante de gauge como supersimétrica:

L=[01e2VTd,|p + [F(®) + helf + [WAWA + hd|; (2.54)

onde

1
F(®) = ci®; + 5mi®i®; + 3|A”k<1>iq>j<1>k

15As simplificacées realizadas no caso abeliano, onde foi possivel descartar os dois tltimos termos da Eq.(2.49),
também sio validas para o caso nao-abeliano.
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€ o superpotencial. Para que este preserve a invariancia de gauge todos os seus termos
devem ser invariantes. Em particular os termos lineares s6 serdo permitidos para super-
campos singletos sobre todo o grupo de gauge.

Além dos termos presentes na Eq.(2.54), existe ainda um tipo de termo que s6 € permi-
tido caso a simetria de gauge possua algum grupo abeliano:

[€aVA|p

onde V4 sdao apenas os supercampos de gauge referentes ao grupo abeliano. Note que, neste
caso, o termo acima € invariante de gauge e supersimétrico. Este tipo de termo é chamado
de termo de Fayet-Iliopoulos [9] e € importante para a quebra espontanea de supersimetria

(discutida na préxima sec¢ao).

Usando os resultados anteriores e desprezando possiveis termos do tipo ¢;®; e £,V 416,

podemos escrever £ em termos das componentes dos supercampos:

L = (D,¢i) D"¢; +ixia" D, xi + iAo D N — —FA pAny

1 1 1
+(mij; fipj — 3 M XiX; + 5/\ijkfi¢j¢k - 5)\1‘ijin¢1€ + he)
+96!(Ta)i; D¢ + (iV290] (Ta)ijA*x; + he)
1
+fif+ §(DA)2

De maneira analoga ao que foi feito anteriormente, podemos utilizar as equacdes de movi-
mento para os campos auxiliares D e f e elimina-los da lagrangeana:

1= —mie; - %)\z‘jk%éﬁk (2.55)

D* = —g¢!(Ta);0, (2.56)

substituindo as expressoes acima em £, obtemos!”:

- 1
L = (Du¢:) D" ¢; 4+ ixi" Dyxi +iX o' DAY — ZF,j‘VFAW
1 + A
_i(minin + NijEXiX Bk + he) — (V2901 (Ta)ijA x;j + he) — V(9) (2.57)
onde ) ) )
V(g) = fif] + Q(DA)2 = |m;jp; + 5)\ijk¢j¢k|2 + §[Q¢I(TA)U¢]‘]Q (2.58)

16Tais termos lineares serdo discutidos em detalhe na préxima secao.
17por conveniéncia foi feita a redefinicio A4 — i\,
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2.7 Quebra Espontanea de Supersimetria

Como em todo caso de quebra espontanea de simetria, as condicées para que ocorra a
quebra de supersimetria sao:

1.
Qa|0) # 0 ou Q4|0) # 0 (2.59)

(0[[cQ + aQ, ®]|0) # 0 (2.60)

onde ¢ € um supercampo qualquer.
A primeira condicao pode ser reescrita como uma condicao sobre a hamiltoniana (H), se
usarmos a seguinte relacao de comutacao e a identidade:

{Qaa Qb} - 2UZbP# e TT(O—Na-V) — 29/“/

= PH = i(a“)ba{QaaQ}}}

P i(QlQI + Q05 + Q1Q1 + Q1)

onde foi usado que Q; = Q. Entao:
1
(V| H|¥) = Z(HQU‘I’)H2 QYY1 + 1Q1 1)1 + 1Q2[¥) %) > 0

Portanto!8:
Qal0) # 0 < (0[H|0) >0

Ou seja, para que haja quebra espontanea de supersimetria a energia do vacuo deve ser
positiva definida. Além disso, nao pode existir nenhum estado supersimétrico que minimize
H, ja que este sera, necessariamente, um minimo global. Portanto, uma das condicdes para
a quebra de supersimetria € que nao exista nenhum vacuo supersimétrico. Ou seja, para
que a supersimetria seja quebrada espontaneamente nao podem existir solucoes para

(0| H|0) = 0

18Rigorosamente, temos:
1Qal0) 1% = (01Q}Qal0) = / B2(01Q}7°(x)[0) = / &2(01Q1°(0)]0)
= (01Q11°(0)]0) / B — 0o

onde foi usado [d3zj%(z) = Qa, P#|0) = 0 e [Q, P*] = 0. Ou seja, (0|H|0) ndo esta bem definido se Q|0) # 0,
apenas (0|H|0), onde H € a densidade de hamiltoniana.
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A segunda condicdo para a quebra espontanea resulta em:
(0]6®]0) #£ 0

No entanto, como a transformacao supersimétrica de um campo fermiénico € um campo

bosonico, o campo ® deve ser um campo fermionico, para que §® seja escalar!®. Para

supercampos quirais, temos:

® = x = (0[6xal0) = 20a(0[£]0) # 0
ja que

OXa = 20, f + 2i,¢0"; "
e (0/0,¢/0) = 0. Ja para supercampos vetoriais:
® = A = (0[6A2|0) = —i(0|DA|0)a, # 0
pois
1
S\ = —iD%, — 5(0“6”);’(11,‘/,2‘,

Logo as condicdes para que haja quebra espontanea de supersimetria sao:
(0|H|0) > 0, (0| £]0) # 0 ou (0]D?]0) # 0 (2.61)

Das Eq.(2.57) e (2.58) podemos reescrever os termos de Yukawa e de massa para os
férmions como:

1 192F(¢)
Q(minin + NijeXiXj k) = 5WMX;’
Portanto: 1
Lsvsy = (D) D" ¢; +ixi0" Dyxi + ix o' DAY — ZF:‘VFA“”
10%F(¢) f A
—(= X 2961 (T4) 4 - 2.62
(5 D0, XiXi + V200, (L)X x; + he) = V(9) (2.62)
€

1 1
V() = Imijo; + §>\ijk¢j¢k|2 + Q(QSI(TA)ijQSj)z
Da Eq.(2.55) e da Eq.(2.56) vemos que as condi¢cdes para a quebra espontanea da supersi-
metria (Eq.(2.63)) nao sao satisfeitas, ja que existe uma solucao supersimétrica trivial que
minimiza H:
(0[¢i]0) = ¢io =0

19J4 que a existéncia de campos fermionicos com valores esperados no vacuo (vevs) nio nulos quebra a invari-
ancia de Lorentz.
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Portanto, para que haja quebra espontanea de supersimetria devemos acrescentar novos
termos a £. Os unicos termos possiveis sdo um termo linear em F' (que exige um super-
campo invariante de gauge) e um termo linear em D#. Como discutido anteriormente, o
termo linear em D* (termo de Fayet-Iliopoulos) s6 € possivel se o grupo de gauge possui um
fator U(1). Com essas modificacdes temos a seguinte lagrangeana:

L= Lsusy +EaD* +ci(fi + )

que resultam nas novas equacdes para os campos auxiliares:

fiT = agq(:b) = —c¢; —mjd; — %)\ijk-fbjéﬁk

DA = €4 — 9ol (Ta)ijd;

Neste caso o potencial escalar se torna:

OF
V(o) = 1P 4 Lea + 0lTa0n)?

onde . )
F(¢) = cigi + §mz‘j¢i¢j + a)\ijk(bi¢j¢k

Entao, para que haja quebra de supersimetria, nao podem existir solu¢des para as equa-
coes:

OF (¢)
Di

€4+ 9ol (Ta)ijp; =0

=0

pois caso contrario temos (0|H|0) = 0.

A existéncia de solucdo dependera das relacdes entre os parametros do superpotencial
e de £4. Uma maneira de impedir tais solugdes é impor mais condi¢ées do que variaveis
livres. Um exemplo sdo superpotenciais do tipo O’Raifeartaigh [9, 14]:

F(®) = ¢;Gi(V)

onde ®; e ¥,, sdo dois conjuntos de supercampos quirais. Desta forma:

oF (¢,v) oy
o6 0=G;(¥)=0 (2.63)
(&
OF (p,7) 0G;i(Y)
L VR
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onde ¢ e ¥ sdo as componentes escalares de ¢ e ¥, respectivamente. Se o numero de
campos ¢ for superior ao de campos 1, entdo a Eq.(2.63) representa um nuiimero maior de
condicoes do que de variaveis e, em geral, ndao possuira solucgao, resultando na quebra de
supersimetria.

2.7.1 Modelo de O’Raifeartaigh

O exemplo mais simples do tipo de superpotencial descrito acima admite trés supercampos
quirais, onde [14]:
F(®) = &1 (AP — AM?) + &5(u3)

e por simplicidade, assumiremos )\, u € M como reais € u? > 2A\2M2. Desta forma a Eq.(2.63)
se torna?°:

Ap2 — AM?* =0 e pgps =0

Obviamente nao ha solucédo possivel para o sistema de equacdes acima. Logo espera-se
que ocorra quebra de supersimetria. Neste modelo temos as seguintes identidades para os
campos f:

1= —(A65 = AM?), f] = —pds e f{ = —(ud2 +2\d165)

Portanto o potencial escalar sera:
V(9) = fifl = X165 — M?” + 2| ¢s]* + g + 221 63

Devido a forma do potencial escalar, sempre é possivel escolher (¢;) de tal forma que o
ultimo termo seja nulo no minimo de V(¢). Entao basta minimizar os dois primeiros termos
que s6 dependem de ¢3. Desta forma pode-se mostrar [15] que, para p? > 2\2M?, V possuira
um minimo em:

(¢3) =0, (¢2) =0

independente do valor de (¢;), onde (¢) = (0|$|0). Ou seja, o plano Re(¢1) — Im(¢;) contém
todos os vacuos deste modelo.
Assumindo (¢;) = 0, pode-se calcular facilmente os termos de massa para os escalares:

V(g) = —N2M2(63 + ¢57) + 123 [* + plgal* + ...

resultando nas seguintes massas:

m P1
2 2 2
m772 = mpz =p
m2 =’ — 2N M?, m2 = p? + 2\ M (2.64)

20Aqui ®; representa o supercampo quiral e ¢; sua componente escalar.
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onde 7; e p; sdo as componentes real e complexa do escalar i.
Da Eq.(2.62) vemos que a matriz de massa dos férmions sera dada por:

o 62F<¢>)|
T 009, 770

Portanto (novamente, fazendo (¢,) = 0):

3
I
o o o
o x ©

0
0
n
o que sugere a definicdo do seguinte espinor de Dirac:

vy =
X3

Desta forma obtemos o termo de massa:
1 o _
— M XiX; + he = —p(xaxs + X2x3) = —u¥p¥p (2.65)

Ou seja, os campos fermiénicos y; resultam em um espinor de Dirac massivo e um espinor
de Majorana sem massa. Este ultimo nada mais € do que o férmion de Goldstone (goldstino)
associado a quebra da supersimetria (global).

Portanto, neste modelo temos um escalar complexo (1; + ip;) sem massa, assim como o
seu superparceiro fermionico (y1), como esperado de modelos supersimétricos. No entanto,
os férmions x2 € x3 se combinam em um unico campo de Dirac, enquanto seus superpar-
ceiros escalares apresentam massas distintas entre si. A escala da quebra de supersimetria
¢é da ordem de A\2M? e o minimo do potencial sera

(V) = m*

que, como esperado, € estritamente positivo .

2.7.2 Termo de Fayet-Iliopoulos

Como discutido anteriormente, a quebra de supersimetria através da componente D do
supercampo vetorial necessita, em geral, do termo (¢D)?!. Um exemplo simples deste me-
canismo sera discutido a seguir.

Para que o termo de Fayet-Iliopoulos possa existir, o grupo de gauge deve possuir um
fator U(1). Por simplicidade assumiremos a existéncia de dois supercampos quirais com

2lpodem existir casos em que a quebra espontanea através do campo f também resulte em um vev ndo nulo
para o campo D, mesmo que £ = 0.
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cargas opostas (P e &) e o grupo de gauge U(1), com o seguinte superpotencial [9]:
F(®) =m®To~
ja que os demais termos nao sao invariantes de gauge. Neste caso:
fl=—mo*

D=C¢+elot P —elo |

onde e é a carga do campo ¢*. Entao:
1
V(9) =m*(167 " + 167 1") + S (€ +elo™ " —elo™ )’ (2.66)

Da expressao acima temos que V = 0 nao possui solucdo, ou seja, a supersimetria é es-
pontaneamente quebrada. Caso os vevs dos campos escalares nao sejam nulos, ocorrera
uma quebra de supersimetria juntamente com a quebra do grupo de gauge. Caso contra-
rio, apenas a supersimetria sera quebrada. Os vevs dos campos escalares dependerdo dos
parametros m, & € e.

O potencial escalar fornece a seguinte matriz de massa:

A — ( m? 4 e€ + 2 (3[¢H 2 — |97[?) —2¢2|p™|¢*| )
—2¢2(¢7 |67 m? —e€ + (3l — o1 )

Assumindo m?

> |ef], temos que V possuira um minimo em (¢*) = (¢~) = 0. Logo os
campos escalares possuirao massas m%r =m? +ef e m% = m? — e€. Neste caso, para o setor

fermionico temos:
7 0¢i09;

onde §* é o delta de Kronecker para os supercampos ®*. Portanto a degenerescéncia de

gm0 = m&" T8 (2.67)
massa entre os escalares e férmions da teoria foi quebrada por um termo da ordem de €.
Além disso, da Eq.(2.66), vemos que o minimo do potencial sera:
Lo
(V)= 55 >0

Note que todos os campos escalares possuem vevs nulos e, portanto, a simetria de gauge
original nao é quebrada. Portanto, o boson de gauge e o gaugino continuam sem massa,
sendo este ultimo o goldstino resultante da quebra de supersimetria.
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2.7.3 Supertraco das Massas

Os resultados obtidos na Eq.(2.64) e na Eq.(2.65), demonstram uma importante relacao
entre as massas fermionicas e bosénicas, apos a quebra de supersimetria:

3
D i, + ) =

=1

2 2 2 _ 2
My, + My, + my, = 2'“’

onde x; sdo os auto-estados de massa para os férmions quirais. Entao:

DIEUTEEED SRR
escalares fermions
Relacgoes deste tipo sdo frequentemente obtidas no caso de quebra espontanea de su-
persimetria. Usando a lagrangeana da Eq.(2.62) podemos obter uma expressao mais geral,
valida para qualquer caso de quebra espontanea.
Assumindo quebra espontanea de supersimetria, ou seja V(¢) > 0, a matriz de massa
para os bosons de gauge sera:
oD4 D"
2 % Ay uB Ay uB
9" 0;6(Ta)ij(TB) jb1oV,, V" = ———=V,; V*#
( )J( )J I 8¢] aéj m |¢0
S (m2) [aDA oD?B N oDA 6'DB] |
m AB — o
Y 99; gl ogl 96,

ja que a matriz de massa deve ser simétrica. Ja para os férmions, temos:

10%F(¢) ; ) 10%F(¢) oDA 4,
—(= iXi + V2901 (Ta)ij A X, + he) = —(Z iXj— V2=, + he
(28@8@5]-)““ 99 (Ta)ij A" X; ) (28¢ia¢jxxj b, \ X )
Portanto podemos escrever [11]:
0°F(¢) oD4 of] A
(mF)A] _ ( 0¢i88¢jA _\/i 0¢; ) |¢ — T 09, a 7\/588%1' |¢
1, D o 8 o
V253 0 — 23% 0

onde os termos nao diagonais se referem a mistura entre os gauginos (\“) e os férmions
quirais (y). Finalmente, para os escalares:

aQV(qu) g;vd(qs)
2 ¢;0¢!  09i08;
(ms)ij = a2v(¢]) 92V (9) \m
¢logl  9¢;00!
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Usando a Eq.(2.58):
?V(¢) _0ff ofi 4 0*D*  9D* 9D

=L -
960 0%i 0¢] 900! 0bi ¢!
e
9V (9) P 2f) +8DA dDA
=h
0¢;0¢; 09;0¢;  0¢; 09¢;
Portanto:
of) of A 92D4 aD” 9D* O*f/ aD* 9D*
(m2);; = 96: o] AT O * 55, ED fragaa; T 560 96, |
s/ = £ 92fi | oD* opA ol ofi | pA @D | 9p* ap* Po
awaw o0 09 9% 0] 8¢ 001 | 9 o¢l

Das matrizes m%, mr e m{, podemos calcular o seguintes tragos:

off af, DA 92DA  9DA 9DA

Tr(m%), =2
r(mg) (8¢28¢>j ({M)ia(ﬁl_‘_ 9 ad);r)ltﬁo

off ofy  oDA DA

- T 4 ] T ) |¢o
i 9! 99i B¢
dD4 oDA |
90 ol

Acima todos os indices repetidos implicam em soma sobre os indices. Logo:

Tr(m}mp)ii = (

Tr(m%/)AA

D P!

STr(m?) = Tr(m%); — 2Tr(mlmp)si + 3Tr(m?,) aa = 2(D ) lo.= —2¢Tr(T4)(D?) (2.68)
A defini¢do de STr(m?) acima €é conhecida como supertraco das massas e pode ser reescrita
em termos dos spins dos campos:

STr(m?) = (=1)*/(2J + 1)m3
J

A Eq.(2.68) impde um vinculo entre as massas dos férmions e bosons da teoria de tal
forma que a diferenca de massas entre estes ndo pode ser arbitrariamente grande (deve ser
da orden de ¢g(D)). Para o caso de quebra espontanea através do termo de Fayet-Iliopoulos,
no lado direito da Eq.(2.68) s6 aparecera o campo D referente ao grupo abeliano. No entanto
para que a teoria seja livre de anomalias é comum impor Tr(T4) = 0, onde T4 € a matriz de

carga dos campos. Neste caso:
STr(m?) =0 (2.69)

Note que no modelo apresentado na Sec¢ao 2.7.2, temos (D) = £ # 0. No entanto:

Tr(Ty)=e—e=0
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Calculando o supertraco das massas neste modelo?2
2(m% +m?) = 2(m3s +mi) = 2(m® + e§ +m? — e€) = 2(m? +m?) =0

de acordo com a Eq.(2.68).

220 fator 2 presente no primeiro termo é devido aos dois graus de liberdade (componente real e complexa) dos
campos ¢, enquanto no segundo termo € devido a definicao do supertraco.
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Capitulo 3

MSSM

3.1 Problema de Hierarquia

Como discutido no fim da Secdo 2.1.1, as representacdées do Grupo de Poincaré sao dife-
rentes para particulas com e sem massa. Em geral, o numero de polarizacdées possiveis
para uma particula de spin s € 2s + 1 se esta tem massa, s (2s, se impusermos a simetria
de Paridade) para particulas sem massa de spin inteiro e s + % (2s + 1, impondo Paridade)
para particulas sem massa de spin semi-inteiro. Ou seja, termos de massa acoplam todos
os possiveis estados de polarizacdo de uma particula. Obviamente esta diferenciacao nao é
valida para escalares, ja que estes possuem spin nulo.

Consequentemente, se a imposicao de simetrias extras impede acoplamentos entre os
estados de polarizacdo de uma mesma particula, a invariancia de Lorentz exige que esta
permaneca sem massa em todas as ordens de teoria de perturbacdo. Para os bésons veto-
riais, a invariancia por transformacoées de gauge implica que a polarizacdo longitudinal néao
é fisica [16]. Ja para os férmions, a simetria quiral distingue as componentes left-handed e

right-handed:
b — e = et 0 Yoo\ L Yoo e_.“b"/]L
0 e YR Yr — YR

Portanto, se impusermos a invariancia de gauge e a simetria quiral, termos de massa para
os férmions e bésons de gauge ndo sao permitidos:

maAl A, — ma AP A, +2ma AP0 00+ m a0t 00,

m — m e o)

Consequentemente, se a invariancia de gauge e a simetria quiral sdao quebradas por um
parametro v, as massas dos boésons de gauge e dos férmions deverao necessariamente ser
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proporcionais a v (em todas as ordens de teoria de perturbacéao). Pois desta forma:
v—=0=>my=m;=0

Como o Modelo Padrao é uma teoria de gauge e quiral (no limite em que os acoplamentos
de Yukawa e que o vev do Higgs sao nulos), as massas dos férmions e dos bdsons de gauge
sdo protegidas pela combinacao da invariancia de Lorentz com as simetrias de gauge e as
transformacées quirais. No entanto, o mesmo néo € valido para o setor escalar, pois este
nao possui nenhuma simetria que proteja sua massa.

No SM, a quebra da invariancia de gauge (SU(2) x U(1)/U(1)) e das simetrias quirais sao

proporcionais ao vev do dubleto escalar ({(¢) = 0 ) e aos acoplamentos de Yukawa (A;).
v

Logo as correcoées quanticas para as massas dos férmions e bdsons vetoriais do Modelo
Padrao devem ser proporcionais a v. Em geral estas correcoes podem depender quadratica-
mente, linearmente ou logaritmicamente do cut-off A:

om? = aA® +bA + clnA +d
No entanto, como m4, y x v em todas as ordens, por analise dimensional:
5m?4’f = v%(clnA + d) (8.1)

Ou seja, as correcoes dependem apenas logaritmicamente do cut-off. Como o escalar de
Higgs nao possui nenhuma simetria que proteja sua massa, teremos:

5m§) = aA% 4+ bA + clnA + d
= mi = mi(o) +alA? + ...

onde mg)) é a massa do Higgs em nivel de arvore. A dependéncia quadratica no cut-off

(ao invés de logaritmica) faz com que uma massa da ordem de A seja o valor natural para
a massa do Higgs. No entanto argumentos teéricos (como unitariedade) e uma enorme
quantidade de dados experimentais indicam um Higgs com massa inferior a 1 TeV. Se
assumirmos que o Modelo Padrao € valido para energias muito acima da escala eletrofraca
(ou seja A > v), sera necessario um grande ajuste fino para que a massa do Higgs seja
da ordem de v. Este problema teérico do Modelo Padrao é conhecido como Problema da
Hierarquia.

Teorias supersimétricas resolvem de maneira natural o Problema de Hierarquia, ja que a
supersimetria relaciona escalares e férmions. Desta forma, a simetria quiral e a invariancia
de gauge que protegem as massas dos férmions e dos bésons vetoriais é automaticamente
estendida para os sférmions e gauginos, resultando em um cancelamento das divergéncias
quadraticas presentes no Modelo Padrdao. O método do potencial efetivo [17] é extrema-
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mente util para a analise das divergéncias do potencial escalar. Em 1-loop temos [11, 17]:

1 . <4 M? 1
[A2STrM? + STr(M‘*zn% -3)] (3.2)

Ve(l) =Vt 3272
onde Vj é o potencial escalar em nivel de arvore, A é o cut-off e M sao as matrizes de massa
para todas as particulas da teoria considerando a possibilidade de vevs nao nulos para os
escalares. Como visto na Secdo 2.7.3, em teorias supersimétricas ou com quebra esponta-
nea de supersimetria do tipo F (com (F) # 0), o supertraco de M? sera nulo, resultando em
uma teoria livre de divergéncias quadraticas.

Mas o mesmo nao ocorre caso a supersimetria seja quebrada explicitamente. Porém, se
esta quebra for soft, ou seja, s6 contiver parametros de dimensao positiva (ms.y:), as tni-
cas contribuicdes quadraticamente divergentes para Ve(} ) devem ser proporcionais a mgt.
Entao, por analise dimensional:

VY = Vo + Nmgogeor + ..
Como veremos a seguir, o MSSM nao possui campos estéreis (singleto sob todas as sime-
trias), consequientemente tais operadores lineares em ¢ nio sao permitidos.

No entanto, assumindo a quebra soft e utilizando o método do potencial efetivo, pode-se
mostrar que Ve(; ) possuira termos do tipo [18]:

2
VD = Vot gy~ ) +
Ou seja, teremos correcdes para a massa do Higgs proporcionais a diferenca de massa entre
as particulas e superparticulas da teoria. Portanto, para que o problema de hierarquia seja
resolvido, as superparticulas ndo podem ter massas arbitrariamente grandes. Andlises de
ajuste fino sugerem que as diferencas de massa devam ser inferiores a 1 TeV [19]. Logo,
para estabilizar o potencial escalar frente as correcoes radiativas, o conteido de particulas
do SM deve ser duplicado, de tal forma a incluir os superparceiros dos quarks, 1éptons,
boésons de gauge e escalares de Higgs. Além disso, a escala de massa das superparticulas
deve ser < 1 TeV.

Apesar desta duplicacao dos graus de liberdade muitas vezes ser encarada como uma
desvantagem das teorias supersimétricas, um mecanismo semelhante é responsavel pela
protecao das massas dos elétrons na eletrodinamica quantica [20]. Como vimos, a simetria
quiral € a responsavel pelo cancelamento das divergéncias quadraticas nas massas dos
férmions. Mas esta simetria s6 pode ser definida se o elétron for um férmion de Dirac,
ou seja, se assumirmos a existéncia do poésitron. Isto ndo ocorre no eletromagnetismo
classico, onde o elétron possui uma auto-energia dada por (utilizando o sistema de unidades
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internacionais):

e2

Eself = —
self 4megre
sendo r. o raio classico do elétron. Por ser uma energia intrinseca do elétron, podemos

associa-la com sua massa: 9

nua €

me*® = m?" -
4megre

No entanto, o limite experimental para o raio classico do elétron é . < 10~!7 ¢cm [20], o que
implica FE,.y ~ 10 GeV. Portanto, para que a massa do elétron seja ~ 0.5 MeV precisamos
de um enorme ajuste fino entre a massa nua e a auto-energia:

ml** = —9999.5 MeV

e

Este argumento pode ser usado no sentido oposto para impor um limite de validade para a
teoria classica. Se assumirmos um ajuste fino da ordem de 10 %:

Eseif #1MeV=r,~10"" cm

Ou seja, espera-se que o eletromagnetismo classico s6 seja valido até a escala de 10713
cm. De fato, efeitos quanticos se tornam relevantes na escala # ~ 200 x 10712 cm. Ao
incluirmos efeitos quanticos, a simetria CPT da eletrodinamica quantica exige a inclusao
do pésitron, o que resulta em novas contribuicoes para a auto-energia do elétron [20]:

_ e

Egrf =———
self dmegre
Desta forma, em primeira ordem, a auto-energia do elétron € exatamente nula. Este re-
sultado é esperado, ja que toda a argumentacdo acima € valida para elétrons sem massa
e, como vimos anteriormente, eles devem permanecer sem massa no limite m, — 0. Da
Eq.(8.1) temos que as primeiras correcoées nao nulas para m,. serao:
3e? h

nua

e Wrpeahe ™ Mimeer,
Assim, mesmo que r. seja da ordem do comprimento de Planck ( ~ 10733 cm), teremos
correcoes de apenas 10 % de m..

O problema de hierarquia no eletromagnetismo classico € muito semelhante ao problema
de hierarquia do Modelo Padrdao e em ambos os casos podemos interpreta-lo como um
indicio do limite de validade da teoria. Além disso, a solucdo nos dois casos também ¢é
idéntica: devemos duplicar o contetido de particulas da teoria para cancelar as divergéncias
quadraticas. Note que para que este cancelamento ocorra a carga do positron deve ser
idéntica a do elétron (em moédulo), o que, neste caso, € uma conseqiiéncia da invariancia
por CPT. Analogamente, para resolver o problema de hierarquia do SM, os acoplamentos de
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gauge e de Yukawa das superparticulas tém que estar relacionados aos das particulas do
Modelo Padrao. Neste caso estas relagdes sdo resultado da invariancia por transformacoées
supersimétricas.

3.2 Lagrangeana

O Modelo Padrao Supersimétrico Minimo (ou MSSM) é definido como a extensao supersimé-
trica minima do Modelo Padrao, ou seja, a extensao com o menor nimero de novos campos
e novas interacoes!.

Como discutido anteriormente, uma lagrangeana supersimétrica e invariante de gauge
assume a seguinte forma:

£:F|f+K|D+W|f
onde
Aijk

F=c® + %@i@j + SRR, + he

K=ol 0, 1 c,v4 e W=wAw
sendo F' o superpotencial, K o potencial de Kahler (incluindo o termo de Fayet-Iliopoulos) e
hc denota hermitiano conjugado.

Assim como no Modelo Padrdo, o MSSM possui o grupo de gauge SU(3) x SU(2) x U(1) e
o conteudo (minimo) de supercalnp032[15] mostrados na Tabela 3.1:

] Supercampos | SUB) [ SUQ) | UQ) | \
L=1L(,1fr) 1 2 -1 Dubleto Lepténico
EY = E“(Y,e%, fr) 1 1 2 Anti-singleto Leptonico
Q=0Q(,q, fo) 3 2 1/3 Dubleto de Quarks
UC =U0%@a%,u%, fu) 3= 1 -4/3 | Anti-singleto Quark Up
D¢ = DY(d®,dS, fp) 3% 1 2/3 | Anti-singleto Quark Down
H, = Hy(hy, o, fu,) 1 2 1 Dubleto Escalar Up
H; = Hy(hg, ha, fu,) 1 2 -1 Dubleto Escalar Down
G=G(g,9,Dq) 8 1 0 Bésons de Gauge do SU(3)
Ve=VeWe, W, Dw) 1 3 0 Bésons de Gauge do SU(2)
V' =V/(B, B, Dy) 1 1 0 Béson de Gauge do U(1)

Tabela 3.1: Supercampos do MSSM, suas componentes escalares, fermidénicas e vetoriais e
suas representacoes.

A notacao usada na Tabela 3.1 define todos os supercampos como supercampos quirais
de mao esquerda. Desta forma o supercampo L contém um dubleto de 2-espinores left (I),

IEm muitos casos outras simplificacées também sio assumidas, como a universalidade dos termos soft e
parametros soft reais (ver Secao 3.2.3)
2Na Tabela 3.1 esta sendo considerada apenas a primeira geragio e os indices de gauge estao sendo omitidos.
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um dubleto de escalares ou sléptons () e um dubleto de campos auxiliares (f;). As compo-
nentes escalares dos supercampos de quarks e léptons sao chamadas de squarks e slép-
tons, enquanto as componentes fermiénicas dos supercampos de Higgs e dos supercampos
vetoriais G, V® e V' sao chamadas de higgsinos, gluinos, winos e binos, respectivamente.

A principal diferenca entre o conteado de campos do SM e o do MSSM (além da duplica-
cdo de graus de liberdade) é a existéncia de dois dubletos escalares de Higgs. Como discu-
tido anteriormente, o superpotencial F' ndao pode possuir termos do tipo <I>j<I>j<I>k = H:;UU c,
que geram massa para o quark u, assim como € feito no SM. Portanto, adiciona-se um novo
dubleto de Higgs com hipercarga oposta. Além disso, pode-se mostrar que o modelo s6 esta
livre de anomalias para um numero par de dubletos escalares [9].

Como nenhum supercampo € um singleto sob todos os grupos de gauge, nenhum termo
linear € permitido no superpotencial /. Impondo-se apenas invariancia de gauge e renor-
malizabilidade, temos o seguinte superpotencial:

F = peapHYHYG + eaplHG L] (M) BS — HYQ] (AU + HEQF (Ma)i; DY)

+eapl(c)in e LV ES + (ca)ij LY QDS + ¢; HS L] + (cu)ijrUS DS DY (3.3)

onde «, § sao indices do SU(2), i, j e k sao os indices de geragio, e,3 = —egqy € €12 = —€21 = 1.
Os indices referentes ao grupo SU(3) nao estdo mostrados, mas sdo contraidos de maneira
trivial.

3.2.1 Paridade R

Como discutido na Secao 2.2.1, para N = 1, a superalgebra admite uma simetria abeliana
(simetria R) que transforma os geradores (), da seguinte forma:

Qo — era € Q{z - B_M)Qa

Por nao comutar com os operadores supersimétricos, esta simetria permite que as compo-
nentes de um mesmo supercampo se transformem de maneira diferente sob R. Podemos
utilizar as representacoes dos operadores Q € (Q no superespaco para determinar como se
transformam as coordenadas # sob o operador R. Da Eq.(2.24) e da Eq.(2.25):

Qu — €9Q, = 0% — '%0% e ¢ — 92
Logo, se um supercampo quiral possui carga Rg:

> — e e
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suas componentes deverdo se transformar como (ver Eq.(2.34))
¢ — e PRog v €7i¢(R¢71)X ef— e’w(R‘I”Q)f

Ou seja, as componentes escalar, fermionica e auxiliar deverdo ter cargas Ry, Ry—1 € Ry —2,
respectivamente. Ja para um supercampo vetorial (usando a Eq.(2.41)):

V=VI=Ry=0

:>VH4>V#,)\—>67’L-¢>\CD*>D

Logo, a invariancia por uma simetria R impede termos de massa de Majorana para os
gauginos, pois
MOX+AN) — M(e 29AN 4 e2PA))

No MSSM a possibilidade de gauginos sem massa ja foi completamente descartada. Por-
tanto a simetria R ndo pode ser uma simetria a baixas energias. Por outro lado, a imposicao
de uma simetria R impede os termos da segunda linha da Eq.(3.3). Isto € desejavel, ja que
tais termos resultam em um rapido decaimento do préton e em outros processos com vi-
olacdo de numero lepténico e bariénico muito superiores aos limites experimentais [9, 21]
(ver Apéndice C).

No entanto, existe uma outra maneira de impedir os termos indesejaveis do superpo-
tencial e ao mesmo tempo permitir termos de massa para os gauginos: basta restringir a
simetria R para uma simetria discreta com ¢ = 7, chamada de Paridade R [15]. Assim:

MOXN+AX) — M (e 2™AN + ™ AN) = M(AX + AN),

€i¢R(I) s (_1)R([)

’

(Q(MQ&) - _(Qaan) € (97§) - _(970)
Para os supercampos do MSSM defini-se:

Q, U, D¢, L, E® - Rp = —1 (3.4)

H,, Hi — Rp = +1

Se usarmos as definicées acima para calcular a paridade das componentes dos supercam-
pos, veremos que podemos definir a Paridade R para estas componentes como:

R= (_1)3(B—L)+2s

onde B e L sao os numeros bariénico e leptonico (definidos de maneira analoga ao SM) e s é
o spin do campo. Note que a paridade R diferencia campos escalares e fermioénicos perten-
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centes 4 um mesmo supercampo: as componentes escalares possuem a mesma paridade do
supercampo e as componentes fermionicas possuem paridade oposta. Com esta definicdo
todas as particulas do SM possuem paridade +1 e todas as superparticulas paridade —1.

Impondo-se paridade R quaisquer termos cubicos nos supercampos da Eq.(3.4) sao proi-
bidos no superpotencial, assim como o termo H, L. Portanto:

F = peapHyHy + eapHL] N)i Ef = H; Q) (N3 U + Hi Q] (Ma)i; Df ] (3.5)

Note que o unico parametro de massa em £ € o termo u, que gera uma massa em nivel de
arvore para os Higgs e os higgsinos. Outra importante conseqtiéncia da imposicao de Pari-
dade R € a producao de superparticulas em pares, ja que qualquer processo que contenha
apenas particulas no estado inicial tera paridade +1. Além disso, a superparticula mais
leve nao podera decair na particulas do Modelo Padrao, o que a torna estavel.

Por completeza, listamos aqui o potencial de Kahler (ver Secao 2.5.2) e o tensor de forca
para o MSSM (omitindo os indices de geracao) [11]:

o

K = LTBQ(gVa 5] Jrglvl%)L_'_ECTng/V/%EC

_|_QT62(gsG“¥+9V“§+9’V’§)Q 4+ UCte2(-9:G* A5+ VI ) C _~_DCT62(—gsG“¥+g’V’§)DC (3.6)

FHEROV TV g 4 H;e2(gva%+g/V/%)Hd

€
1 ] c~C L =c T7a L Tra STy B
Wl = 5[(D{’,’V)2 + (DE&)? + D3] +ig°ot D, gc + iW " D, ,W* + iBo" D, B (3.7)
]‘ (& Ccuv 1 a apv 1 v
- o g — ZFWWFW” - ZFBWFg

3.2.2 Quebra Espontanea de Simetria no MSSM

Como nenhum termo linear é permitido no superpotencial, o tiinico mecanismo possivel
para a quebra espontanea de supersimetria é um termo £D’ com £ # 0, onde D’ é o campo
auxiliar D associado ao grupo de gauge U(1). Como discutido anteriormente, este termo
permite que os campos D adquiram vevs nao nulos, resultando na seguinte relacdo entre
as massas dos férmions e bésons:

STr(m?) = Tr(m%)su — 2Tr(m}mp)“- +3Tr(m3 ) an = —2gZTT(TA)<DA>
A

Para que carga elétrica e cor sejam conservados, os tinicos campos D que podem ter (D) # 0
sdo campos neutros (sem carga elétrica ou de cor). Portanto apenas os geradores 302 e 1Y
podem contribuir para o lado direito da Eq.(2.68). Pode-se mostrar que a Eq.(2.68) é valida
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separadamente para todas as particulas de mesma carga, cor e geracao [15]. Portanto:
2 3 1 / / 1 2 3 / /
STr(m2) = ~29(D)[(~3)] - 26 (D) (~5 + 3)] = 9{D*) - ¢'(D')

onde m,. € a matriz de massa para os supercampos E e E¢. Analogamente para os quarks
do tipo u, d e para os léptons neutros:

STr(m}) = —g(D%) + ¢'(D')

STr(m?2) = —g(D?) + ¢'(D’)
STr(m?2) = g(D?) — ¢(D')

Logo
STr(m2) + STr(m3) =0

= Tr(m) + Tr(mfj)“- —2Tr(mlmy)i — 2Tr(m2md)ii =0 (3.8)
= Tr(m)ii + Tr(m3)s; ~ 120 MeV?

ja que os gluons nao sao massivos. Obviamente a equacao acima resulta em massas
muito pequenas para os squarks, que, neste caso, ja teriam sido detectados experimental-
mente. Portanto a quebra espontanea de supersimetria nao é fenomenologicamente viavel
no MSSM.

3.2.3 Quebra Soft de Simetria

Os argumentos acima mostram que para que ocorra a quebra espontanea precisamos in-
cluir novos supercampos de tal forma a evitar o vinculo da Eq.(3.8). Assim a quebra de
supersimetria pode ser realizada com o auxilio dos novos campos, sendo transmitida para
os campos do MSSM através de novas interacdées. Uma grande variedade de modelos possi-
bilitam este tipo de quebra indireta de simetria, dentre os quais podemos destacar modelos
com Supergravidade (SUGRA) e os de quebra mediada por interacoes de gauge (GMSB). No
entanto, independentemente do modelo adotado, sua lagrangeana efetiva (a baixas ener-
gias) pode ser parametrizada pelos termos supersimétricos da lagrangeana do MSSM e por
termos que quebram explicitamente o grupo supersimétrico. Como estes ultimos surgem
de uma quebra espontanea em outro setor da teoria (ver Secdo 4), eles devem ser proporci-
onais a vevs nao nulos de supercampos. Portanto os termos de quebra explicita serdo soft
(de dimensao positiva).

Apesar de os termos soft serem gerados em teorias além do MSSM, o principal motivo
para se utilizar tais termos na lagrangeana efetiva € evitar divergéncias quadraticas, como
discutido na Secao 3.1. Pode-se mostrar [22] que os unicos termos de quebra explicita que
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nao introduzem divergéncias quadraticas sao3:
m?|6i)2, b(¢ich; + he), MaA M e Ag(did;dn + he)

onde ¢; € a componente escalar de um supercampo quiral e A € a componente espinorial de
um supercampo vetorial. Ja termos do tipo

myx e B(¢ + ¢')*

onde y € a componente espinorial de um supercampo quiral, reintroduzem divergéncias
quadraticas. Portanto, para o MSSM, os unicos termos de massa que podem ser introduzi-
dos na lagrangeana efetiva sdo para os bésons de Higgs, os sférmions e para os gauginos.
Desta forma a quebra soft permite gerar massas para sférmions e gauginos muito acima
das massas de seus parceiros. Caso os termos soft também permitissem termos de massas
para os férmions e bosons de gauge do SM, seria muito pouco natural que o setor escalar e
os gauginos fossem as particulas mais pesadas do modelo.

Como acima da escala eletrofraca a lagrangeana deve ser invariante por SU(3) x SU(2) x
U(1), os Unicos termos possiveis serao:

1, - -~ - -
Lioft = =5 (M3 + MyW.W + My BB + he) — mi, [hal* = miy [ha]” = mi |I” = mglal®

—mipl? —mb|d|* —mi || — beas(hihy + he)
—eap(q* A aChd — §* AgdCh — 1 A,;EhG + he) (3.9)
—((j]L uﬂchd - qTéd(iChu - ZTéléchu + hC)
onde m}, mg), my, mi, mg, Ay, Ay, Ay, C,, Cy e C; sao matrizes 3 x 3 nas geracoes. Na mai-
oria dos modelos que possibilitam a quebra espontanea de supersimetria (como mSUGRA),
os termos C sao extremamente suprimidos e, portanto, sdo descartados na grande maioria
das analises do MSSM. Aqui também assumiremos C,=Cy=0C,=0.

3.2.4 Parametros do MSSM

Como visto acima, os termos soft introduzem uma grande quantidade de novos parametros,
sobretudo as matrizes A. Porém, uma parte destes parametros nao sio fisicos e podem ser
eliminados através de redefinicoes dos campos.

O superpotencial e as interacoes de gauge introduzem os seguintes parametros:

9.99s—3

3Na verdade estes termos contribuem apenas com uma constante quadraticamente divergente para o potencial
efetivo.
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s ALy Ays Ag — 2+ 3 x 18 = 56

ja que o parametro p e as matrizes de Yukawa podem ser complexas. Como as massas Soft
para os escalares de Higgs devem ser reais e as matrizes de massa soft para os demais
escalares devem ser hermitianas, temos:

m%{d,m%,u,b—>2—|—2:4

m%, m¥, my, my, my —5x 9 =45
Ay, Ag, A — 3% 18 =54
Ml, MQ, M3—>6

pois podemos ter massas complexas para os gauginos. Logo, temos um total de 168 para-
metros, sendo 59 supersimétricos e 109 soft.

No limite em que as matrizes soft (Ae m?) e as matrizes de Yukawa ()\;) sdo nulas, a
lagrangeana do MSSM ¢ diagonal nas geracoes e portanto possui uma simetria global U(3)
para cada supercampo de matéria:

G=U@B)oxUB)uxUB)pxUB)LxUB)r

Logo, redefinicoes dos campos que sejam equivalentes as transformacgées do grupo G nao
afetam os termos cinéticos ou os acoplamentos de gauge e podem ser utilizados para ab-
sorver parametros nao fisicos das matrizes de mistura.

Cada fator do grupo G possui 3 parametros reais e 6 fases. No entanto, apesar desta
simetria global ser quebrada pelas matrizes de mistura, a imposicao de paridade R conser-
vada resulta em uma simetria residual:

GHG/:U(l)BXU(l)L

onde B e L sao os numeros barionico e lepténico, respectivamente. Ou seja, quaisquer
transformacodes de G pertencentes ao subgrupo G’ nao alteram a lagrangeana e nao podem
ser utilizadas para eliminar parametros. Desta forma temos um total de 9 x 5 — 2 = 43
parametros que podem ser absorvidos utilizando-se transformacées do grupo G.

Além disso, uma das fases das massas dos gluinos e uma das fases de b (ou p) podem ser
eliminadas redefinindo-se os campos de Higgs e dos gluinos. Portanto, apés a exclusao de
todas as fases nao fisicas, o MSSM possuira 168 —45+1 = 124 parametros (onde acrescentou-
se o parametro 6gcp). Enquanto o Modelo Padrao possui 19 parametros livres.

Por convencao os parametros nao fisicos eliminados da lagrangeana sao:

9 componentes reais e 17 fases de \,, Ay
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6 componentes reais e 9 fases de ),
1 fase de b e 1 fase de M;
2 fases de m?

Assim, as matrizes de Yukawa podem ser parametrizadas pelas massas dos férmions do
Modelo Padrao e por uma fase (da matriz de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa) [4].

3.3 Massas

Nesta secao obteremos as matrizes de massa do MSSM a partir da lagrangeana super-
simétrica e dos termos soft. Como aparecerao tanto termos de massa de Dirac como de
Majorana, € conveniente utilizar a notacado de 4-espinores. No entanto a notacao usada até
aqui utiliza campos quirais (de 2 componentes). A seguir mostraremos como se relacionam
os termos de massa de 4-espinores com os de 2-espinores.

3.3.1 Férmions de Majorana e de Dirac

Usando a notacado adotada, um 4-espinor pode ser escrito em termos de campos quirais da

=(¥)

onde V¥ sera um espinor de Majorana se 1)* = (y*)f, caso contrario sera um espinor de Dirac.

seguinte forma:

As componentes x, € ¥% sao identificadas como as componentes de mao esquerda e de méao
direita, respectivamente.
Os termos de massa para os 4-espinores podem ser reescritos como:

mUV = myy + myy

Note que o termo de massa para os espinores y € ¢ sao iguais. Porém, quando m nio é
diagonal, podemos ter:

mii X + Mijix;

onde m = M para que a lagrangeana seja real. Mas m e M sempre podem ser diagonaliza-
das por transformacodes biunitarias [15]:

mg =U'mV = My =VIMU
Logo devemos redefinir x e 1:

= (XY = (U e ¢, = VT, (3.10)
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Note que:
X =Ux" e (05)T = (a)TV = oMx = §'VIMUY = ¢/ Max'

Caso o 4-espinor seja de Majorana, teremos x, = ¢, € as transformacdes da Eq.(3.10)
sao inconsistentes (ja que em geral V # U). Porém, neste caso m e M devem ser simétricas,
entao U = V*. Assim:

)" ="V =X =Vixa

de tal forma que:
X" =VIx"e (xo)" = (xa)"V

Apos a diagonalizacao das matrizes de massa, obtemos:
(ma)ixivi + (Ma)ibixi’

que ainda nao pode ser comparado com o termo de massa usual m;V;¥;. No entanto, como
m = MT, temos my = Mg. Assim, definindo (my); = m;e'® (m; real):

(ma)ixitbs + (Ma)ibixi’ = muxaie™® + myabix;' e

Finalmente, as fases ¢, podem ser absorvidas fazendo-se uma ultima redefinicdo dos cam-
pos, resultando em um termo de massa real, que pode ser reescrito em termos de um
4-espinor:

mixihie’ + mpix' e — m B,

Note que a possibilidade de matrizes de massas arbitrarias para os férmions foi levada em
conta na Secao 3.2.4, quando consideramos matrizes arbitrarias para os acoplamentos de
Yukawa e massas soft complexas para os gauginos. A existéncia de fases fisicas (que nao
foram eliminadas através do procedimento da Secdo 3.2.4) nas matrizes de massa resulta
na maioria das vezes em termos com violacdo CP, ja que a redefinicao dos campos introduz
fases nos termos de interacéo.

Em alguns casos € comum encontrar termos de massa negativos para os férmions. No
entanto este € um caso particular do discutido acima (com ¢; = 7) e, conseqiientemente,
pode ser tratado da mesma forma. Pelos argumentos acima temos que os valores fisicos
das massas dos férmions serdo dados pelos autovalores da matriz de massa MM (ou mim)
e nao pelos autovalores de M (ou m).

3.3.2 Potencial Escalar Neutro

Como discutido anteriormente, os termos soft ndo geram massa para os quarks e léptons,
apenas para seus superparceiros. Portanto, de maneira analoga ao Modelo Padrao, o po-
tencial escalar deve permitir a quebra espontanea de simetria do grupo SU(2) x U(1). Para
que isto ocorra as componentes neutras dos dubletos escalares devem possuir vevs nao
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nulos:

() () (2) o)

Para obter a quebra eletrofraca precisamos minimizar o potencial escalar. Porém, devido
a existéncia de diversos novos termos no potencial escalar (provenientes dos termos F' e
D), faz-se necessaria uma analise cuidadosa das condi¢cdées para que se ocorra a quebra
eletrofraca. A necessidade de um potencial que gere a quebra espontanea SU(2) x U(1)/U(1)
impoe fortes vinculos a regido de parametros do MSSM.

O potencial para os escalares h, e hy € dado por [21]:

2 2
g i i g
V(R) = I (hal® + hal®) + & (o o + hio'ha)® + L= (IRl = [al?)?

hal? +m, |hal? + €asb(RERS + he)

2
+my,

Usando as identidades do Apéndice A.2, temos:

g2 + g/2

O = el B

V(h) = (Iu* + mir)|hal® + (Jul* + mE,) hal* + (

2
+ 5 hihal? + b(hhg — RS + he)
Para que ocorra a quebra SU(2) x U(1)/U(1), devemos ter:
(h) = (hg) =0 € (hg) = va. (hy) = vu
Portanto, no minimo:

g2+ g2
8

) (g, — v3)* = 2bvyvg

Vinin = (‘U|2 + m%[u)vi + (|M|2 + m%{d)vgl + (
ja que v, e vy sempre podem ser considerados reais.
O potencial V,,,;,, deve satisfazer algumas condicdes basicas para que ocorra a quebra
eletrofraca. Porém em geral também assume-se que V seja limitado inferiormente*. Para
Uy = Vg — 00 temos:
Vinin — (2|u* + milu + m%{d —2b)vg

Assumindo b positivo e real (ver Secao 3.2.4), para que V seja limitado inferiormente, o
seguinte vinculo deve ser satisfeito:

2|l +m3, +m3, >2b

4Esta condicdo pode ser relaxada no caso de um minimo local separado do minimo global (em +oco) por uma
barreira de potencial, de tal forma que o tempo de decaimento para o minimo global seja > a idade do universo
[21].
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Os minimos de V serdo soluc¢des das seguintes equacoes:

2 + 12
(Il + i, Yo+ (=) (w2 = v)vu = bva = 0 (3.12)
2 /2
+
(Il + miy, oa = (—=2=) (@2 = od)va = bo, = 0 (3.13)

Para que a soluc¢éao v, = vq4 = 0 seja uma solucgao instavel, a Hessiana de V neste ponto deve
ser negativa, ou seja:
(ll? +mE ) (ul? +mG,) < 0?

As condi¢des de minimo (Eq.(3.12) e Eq.(3.13)) podem ser reescritas como relacoes entre os
parametros da teoria:

m?%sin2 = 2b (8.14)
miy, —miy, = —(m + m})cos2f3 (3.15)
onde m?% = 2|u* +m¥ +my,, tanf = 7= e m? = 497 (12 4 42) ¢ a massa do boson Z (como

mostrado a seguir). Da Eq. (3.15) e da Eq.(3.14), temos:

2 2 _ 2 2
m2  miy, —my tan®f

2
= — 3.16
2 tan?3 — 1 a ( )
2 2
o My, —™Mu, 2b
= — 3.17
M= cos2f3 sin23 ( )

Como i € um parametro supersimétrico, espera-se que este reflita a escala supersimé-
trica ou escalas superiores, sendo portanto muito maior do que os parametros soft my, €
mp,,, que devem ser da ordem de alguns TeV, como visto na Secao 3.1. Logo, da Eq.(3.16),
temos m, ~ u. Ou seja, a existéncia de um parametro de massa supersimétrico resulta em
um novo problema de hierarquia (também conhecido como problema ). A solucao mais co-
mum para este problema € assumir que u seja gerado pela quebra de supersimetria, assim
como os parametros soft.

Outra maneira conveniente de escrever a Eq.(3.14) e a Eq.(3.15) é:

quu + |2 = %mi + %(mg +m?)cos2f3 (3.18)
miy, + |uf® = 3m% = 3(m2 + m%)cos2p '

O lado esquerdo da equacdes acima sdo parametros da teoria, enquanto o lado direito pode
ser facilmente medido experimentalmente®, exceto pelo valor de §.

Apesar de a quebra SU(2) xU(1)/U(1) ocorrer em apenas um subespaco do espaco de pa-
rametros do MSSM, geralmente a quebra eletrofraca € imposta, reduzindo assim o numero
de parametros da teoria. Posteriormente verifica-se se a imposicdo € consistente e se nao

5A seguir serd mostrado que m? € a massa de um dos escalares.
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necessita de um grande ajuste fino. Portanto, assumindo a quebra espontanea de simetria
SU(2) x U(1)/U(1) e deslocando os campos escalares neutros

hY — hY + v, e hY — hY + vg

obtemos o seguinte potencial escalar:

2 12
9’ +y
+ (I + mig,)hal® + (=) (1hul® = [hal*)*

V(h) = (Iul* +mi,)

T R+ (02 Re(h) (LI 2 a2 02 20 Re () ~20aBe(15)

2
—(¢? + g"*)Re(hy) Re(hg) + %[Ihtl%ﬁ + [ f P1hgl? + 2valhf |2 Re(hq) + [hg v} + [hg | hg)?
+20,|h7 [2Re(hY) 4+ 2Re(h WSRO hT) + 2v, Re(ht hSTh ) + 2vqRe(ht hOThY)
+2vqv, Re(hf hy )] + 2bRe(hth;) — 2bRe(hOhY)

Do potencial acima obtém-se as seguintes matrizes de massas para os escalares neutros e

carregados:
m—?“(l + cos283) + ™ (1 — cos2p) —1(m% 4+ m?)sin23 Re(h?)
hO , hO 2 2 e
(Relhy). Re(ha)) < —2(m? +m?)sin2p (1 — c0s2f3) + %= (1 + cos23) > ( Re(hY) )

(Im(hg). Im(hg)) <

1 2 in2 ht
Ly m2) it pgy (T2 sl %
2 sin2f3 1 — cos2f3 h,

A (14 cos28)  YmAsin2g ><1m<h3)>

im?sin2f3 %(1 — co0s23) Im(hY)

Note que, devido a conservacdo de carga elétrica, ndo ocorre mistura entre os escalares
carregados e neutros, como de fato mostram as matrizes acima. Além disso, devido a inva-
riancia CP do setor escalar neutro, também nao pode ocorrer mistura entre as componentes
reais e imaginarias dos campos neutros. A diagonalizacdo da matrizes acima resulta nas
seguintes massas:

2 _ 1p 2 2 2 N2 2 120522
(Re(h0), Re(nty) — ™1 = 2lmatme+ \/<m; ) amECos i (3.19)
mj, = 3[m?% +m2 — \/(m? +m2)% — 4m?%m2cos?2[3]
0 0 m%,, = m124
(Im(hy), Im(hy)) — )
mh’ - O

(it 1) — mZ = m?% + m? (escalar complexo)
v m2, = 0 (escalar complexo)
C/
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Os escalares nao massivos h' e C’ sdo bésons de Goldstone e através do mecanismo de
Higgs sao absorvidos pelos bésons Z e W, respectivamente. No gauge unitario (omitindo
os bosons de Goldstone) podemos definir os auto-estados de massa como:

hf = cosyH™, hy = —sinyH "~ (3.20)

hY = hecosa — Hsino + iAcosy e hy = Hcosa + hsina — i Asiny (3.21)

onde HT representa o auto-estado de massa carregado e os angulos « e v sdo dados em
termos dos parametros da matriz de massa dos escalares [15, 11].

Caso um dos escalares fisicos acima fosse ndo massivo, este ja teria sido facilmente
observado em diversos experimentos em aceleradores. Logo devemos ter (ver Eq.(3.14)):

ma#0=0>0

Além disso, para que v, € vy sejam realmente um ponto de minimo do potencial escalar,
devemos ter mi > 0. Mas, como b > 0, da Eq.(3.14) temos:

™
0<p< =
B3
Note que sobre estas restrigdes a condicdo para um potencial limitado inferiormente é au-

tomaticamente satisfeita:
m?% > m?sin2f

Da Eq.(3.19) e assumindo m, = 91 GeV podemos obter os valores (em nivel de arvore)
para as massas dos escalares neutros, tomando valores arbitrarios de my4 e (. As regioes
de parametros permitidas para as massas my € m; estao mostradas na Figura 3.1.
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Figura 3.1: Valores permitidos para as massas m;, € my em funcdo da massa m4 e de tang.

A Figura 3.1 demonstra claramente as seguintes desigualdades:
mpy > Max[ma,m;] e m, < Min[ma,m,]

Como espera-se my > m,, o escalar neutro h deve possuir uma massa inferior & do béson
Z, pelo menos em nivel de arvore. Calculos em 1-loop demonstram que correcdes radiativas
para my serao da forma [9]8:

mi ~m2(1 + cos?23) = my, =~ m,\/1 + cos?23

No entanto, medidas experimentais impoe m;, > 90 GeV” [24]. Portanto é desejavel termos
cos2f3 ~ —1 = [ = 7/2. Porém, como demonstrado anteriormente, as massas dos quark top
e bottom serao da ordem de \;v, € A\yvq, de tal forma que:
A

M~ —ttanﬂ ~ 40

my /\b
Como nao podemos ter A\; > A\, ou \; < A, para que o regime perturbativo ainda seja valido,
podemos estimar que tan( estara no intervalo:

1 <tanpB <60

6Calculos mais precisos resultam em m; < 152 GeV [23].

70 limite mais comumente usado para andliges fenomenolégicas € m;, > 114 GeV. No entanto este limite assume
que o Higgs do MSSM e o do Modelo Padrao possuem os mesmos acoplamentos com o béson Z, o que € valido
para m4 > m;, ja que neste limite os Higgs pesados do MSSM desacoplam a baixas energias. Ja para valores
arbitrarios de m 4, em particular se m 4 ~ my, o limite mj; > 90 GeV deve ser usado.
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Logo, um valor grande de tanf (ou equivalentemente de m;) € normalmente preferido, ja que
resulta em um Higgs mais pesado.

3.3.3 Quarks e Léptons

Assumindo a quebra espontanea do setor eletrofraco, os termos que geram massa para os
quarks e léptons serdo idénticos aos do Modelo Padrao:

ea[gHg‘L'B)\lEC + he — hZe,;(/\l)ije]C + he — vgehe® + Udéc)\;é

ea/;Han/\uUC + he — hzui(/\u)ijujc + he — vgurgu® + v, 78\ 0
capHG QP NaDC + he — hadi(Aa)ijdS + he — vadAgd® + vadC Aad

Considerando uma base em que as matrizes de Yukawa sao diagonais e eliminando todas
as fase nao fisicas (ver Secao 3.2.4) podemos definir o 4-espinor:

e
el

vaeheC + Udéckgé =va(\)i(eied +E9¢;) = va(\)ithe, e, = (M))ithe, e,

de tal forma que

ja que A; é real. No caso dos quarks as matrizes diagonais A, e A, possuem uma fase fisica
(assim como no SM), que pode ser eliminada redefinindo os campos. Portanto, de maneira
analoga aos léptons:

Vg€ + vy @€ Ayt = (Mu)ﬂ/;m Yu,

VadA\gd® + vgd®Nad = (My)itba, Y,

Entao:
Ml = ’Ud)\l, Mu = Uu)‘u € Md = Ud>\d

3.3.4 Bosons de Gauge

Os termos de massa para os bésons de gauge nio sao alterados pelos termos soft e, por-
tanto, sao dados por:

92 02 02 1g 312
S URGP w4 5B Wy

+ _ 1yl a2 ; _ 1 _ g 9B _ s .
onde W= = ﬁ(W FiW?). Definindo Z = ﬂW(QB W*), temos:
2 2 2 2
g Uy -+ . 9 Va 2 _ 2T+ 2 72
= wW—w =<t 7" = %" Z
2 sin2f3 + 2 cos2Bcos?0,, M tms
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sendo

/ 2

g 2 g
tanb, = =, ==
anby, g My, 9

3.3.5 Higgsinos e Gauginos

Em geral os férmions de mesma cor e carga serdo misturados pelas matrizes de massa.
Como o unico férmion neutro colorido é o gluino, seu unico termo de massa sera proveni-
ente dos termos soft (por convencao fez-se M; real):

Ms __
7399 + he = Mgluinos = M3

Os demais gauginos possuem matrizes de massa que os misturam com os férmions dos
dubletos H, e H;. Considerando apenas os gauginos e higgsinos carregados (ja que campos
carregados € neutros nao se misturam), temos os seguintes termos de massa:

Mo - - -
72(W1 W1 + WyWs) + he — Termos Soft

g(W=hH)RY + g(W*h )RS + he — Termos D
phi ﬁ; + hc — Termo do Superpotencial

onde W+ = (W, TiW,) . Entao®:

%
0 0 M2 guq I/i/—’_

1~ - = = 0 0 u hit
SWHRE W ) | g 1 g

2 M; gv, O 0 %%

gug p* 0 0 ﬁg

a matriz de massa pode ser simplificada através das defini¢oes:

+

“ b o~y B . e
X E(W7u>ex E(W 7hd)

>

= (XX + XY

N =

onde X é a matriz de mistura:

X — Moy V2sinmy,
—\ V2cospmy, [

sendo m,, = \/é’::n 5 Note que X nao € simétrica ou real e, portanto, deve ser diagonalizada

8Considerando os vevs reais, ja que as fases sempre podem ser absorvidas por transformacoes de gauge.
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por uma transformacao biunitaria de acordo com o procedimento da Secao 3.2.4:
VEXUL = Xg= Xt =VixT ex T =x""TUc (3.22)

Ap6s estas transformacoes:

1

1 _ - B 1 -~ L, .
SO+ X XTYT) = o (Xa)ix™ + ox0 (Xa)ixi

2

As duas fases fisicas da matriz X, devem ser absorvidas pelos campos e sdo possiveis fontes
de violacao CP. Apos esta ultima transformacdo podemos definir os 4-espinores de Dirac:

I+ 14+

- X ~ X
= Sl exs = L
X1 X2

Devido as matrizes Uc e Vi, os auto-estados de massa ;| serdo uma combinagao linear
dos gauginos e higgsinos carregados, sendo chamados de charginos.
Para os higgsinos e gauginos neutros temos os seguintes termos de massa:

My =~ My ~ -
TIBB + 72W3W3 + hc — Termos Soft
T 7043 0F T 70y 0 170y °0f 1757042, 0F
g(Wsh,)h, + g(Wshy)h, — g (Bhy)h, + g (Bhg)hg + he — Termos D
ph® kY + he — Termo do Superpotencial

Novamente, definindo ()7 = (B, W3, k9, hY), temos:

My 0 —mcosBsinb,,  m,sinBsinb,,
E(XO)T 0 Moy mycosfcost,  —m,sinfcosl,, XO +he
2 —m,cosf3sinb,,  m,cosBcost,, 0 — i
mysinfsinf,  —m,cosBsinb,, — i 0

Note que, como esperado, a mistura entre higgsinos e gauginos s6 ocorre com a quebra
do SU(2) x U(1), ou seja, para v, € vg # 0. Além disso, como a matriz acima € simétrica (mas
complexa), ela pode ser diagonalizada por uma unica matriz unitaria Z [11]:

Z*MZ" =My =" =2Zx" e Y° = x°Zf (3.23)
Assim: ) ) )
XM+ he = X (Ma)ixi” + 510 (Ma)i X7

Em muitos casos as duas possiveis fases de M (ja que M;, podem ser complexos) sao
ignoradas. No entanto, assim como no caso dos charginos, estas fases podem resultar em
interacdes com violacdo CP. Entao (apds a eliminacao das fases fisicas), podemos definir os
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seguintes 4-espinores de Majorana:

Os estados acima sido os auto-estados de massa, com autovalores de massa dados por MM
e sdao chamados de neutralinos.

3.3.6 Squarks

Em uma base arbitraria (sem diagonalizar as matrizes de Yukawa), temos os seguintes
termos de massa para os squarks (omitindo o indice de geracao):

V2 (AN N i + @A N aT) — vg(ptar, @) — Termos f

(Uﬁ_vg)(l ’2—92)|ﬂ|2 ( 2 2)1 /2|ac‘2

1 3 — oy —va)39 — Termos D

amya' + atmya + v,4A,u° — Termos Soft

e os termos analogos para os squarks d. Definindo U7 = (@,¢,7) e DT = (d, 3,b), obtemos as
seguintes matrizes de massa:

(@7, 7 ( VAP +md + 1Dy —pFcotBughy + vuAy ) ( (3.24)

—pcotBuy Ay, + UU/NXL vZ|A]? + m§ + 1Dge

ql Q:
S~

(DT, ECT) v3|Aa|® + mé + 1D~[~) —p*tanBughg + vaAq
—ptanBugig + vdAIl v3|Aal? +m3 + 1D pe

b? bz
N———

onde A, 4 , m?Q u.p € Au,q s80 matrizes de mistura entre as geragoes e:
1 2 2 2 5 2
Dy = écos2ﬁ(4mw —m3), Dge = 35in 0., cos28m?,

1 1
Dy = —600525(2771 +m?2) e Dpe = —gsm 20,,cos2m?

sdo provenientes dos termos D do potencial escalar e, portanto, sao diagonais nas geragoes.

Note que as matrizes que diagonalizam a matriz de massa para os quarks (ou seja, as
matrizes ), ¢) ndo necessariamente diagonalizam as matrizes de massa para os squarks,
devido a presenca dos termos soft. Como os termos de massa sao reais podemos reescrever
0s termos acima como:

anoonsit g ) = @noeny ()= e ()
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onde M7 é a matriz de massa, U, = U e U = U“*. Desta forma, como a matriz de massa é
hermitiana, podemos diagonaliza-la utilizando uma unica transformacao unitaria:

ﬂL _ VuL al
aR [eY - VuR at ’112 [

sendo V,, 1, r matrizes 3x6, o o indice de sabor e i o de massa. As matrizes V;, r sao definidas
de maneira analoga. Portanto os auto-estados de massa serao (em geral) misturas entre as

geracoes € os squarks (ur, up)

3.3.7 Sléptons

De maneira semelhante aos squarks do tipo d, temos:

(BT, BT v |2 +mE + 1D~E —prtanfug; + vad, ?*
’ —ptanfBugA; + vdAzr vAIN|Z 4+ mE + 1Djc EC€

ja para os sneutrinos nao temos contribuicées do superpotencial, apenas dos termos soft e
D:
NT(m3 + Dg)N*

sendo ET = (¢,1,7), N = (Ve, i, 7), Dp = 1cos2B(m? — 2m?2), Dye = —sin®0,c0s23m? e

1 2
Dy = 5cos2pBm3.

3.3.8 Limite Supersimétrico

Considerando o limite supersimétrico (termos soft— 0) para as matrizes de massa acima,
vemos que na maioria dos casos nao ha degenerescéncia entre as massas das particulas e
das superparticulas. Para o caso dos neutrinos, por exemplo:

N - 1 e~
NT(m} + Dg)N* — 5coswmﬁNTN*

Enquanto o neutrino nao possui massa no MSSM. Ou seja, o resultado acima aparenta
uma violagado do limite supersimétrico ja que neste caso m; # m,. Esta violagao resulta
de vevs nao nulos para os campos D e de termos proporcionais a u (no caso dos escalares
carregados), gerados da quebra espontanea de simetria SU(2) x U(1)/U(1). No entanto, no
limite supersimétrico, a Eq.(3.12) e a Eq.(3.13) se tornam:

2 /2
o+ ()02 = e =0

92 + gl2

1 )(vi — v3)va =0

|ul*va = (
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Das equacdes acima vemos que a solucgao v,,vq # 0 s6 € possivel se:
uw=0ewv, =vg=tanf =1= sinf = cosf3

Portanto obtemos cos23 = 0 e p = 0, o que restaura o limite supersimétrico, ja que todos
os termos D nas matrizes de massa sao proporcionais a cos28. Ou seja, apesar de aparen-
temente a quebra eletrofraca quebrar a supersimetria, isso s6 ocorre devido a presenca de
termos soft no potencial escalar.

3.4 Interacoes do MSSM

Como mostrado anteriormente, uma lagrangeana supersimétrica possuira os seguintes ter-
mos de interacao:

- 1
L = (D.¢:) D" ¢; +ix;:6" Dyx; + ix*o" DA — EF:\VFAW — (V2g¢](Ta)ijA*x; + he)

1
_i(minin + NijeXiXj®r + he) — V(¢) + termos soft (3.25)

onde ) ) )
V(p) = fif] + §(DA)2 = |mijo; + §>\ijk¢j¢k|2 + 5[9¢I(TA)U¢A2

Para o MSSM temos:
Mij = [ € Nijk = Al Au, € Ag

Para se obter as interacoes em termos dos auto-estados de massa € necessario diagona-
lizar as matrizes obtidas na Secao 3.3 e reescrever todos os termos de interacao incluindo
as matrizes de rotagcdo. Como mostrado nas Figuras 4.3 e 4.13, na maioria dos casos a
primeira e segunda geracoes de sléptons e squarks sao praticamente degeneradas. Por-
tanto em muitos casos ¢ uma boa aproximacao supor que os efeitos da diagonalizacdo das
matrizes soft s6 sejam relevantes para a terceira geracao (obviamente esta suposicdo nao é
valida para parametros soft arbitrarios).

A seguir apresentaremos alguns dos principais termos de interacdo na base de auto-
estados de massa. As interacoes serao apresentadas de acordo com sua origem na lagran-
geana supersimétrica (potencial de Kahler, superpotencial, tensor de forca ou potencial
escalar). Uma lista completa dos acoplamentos e as respectivas regras de Feynman pode
ser encontrada em [11, 15, 21].

3.4.1 Potencial de Kiahler

Usando a Eq.(3.6) e a Eq.(3.25) podemos obter as interacoes entre os bésons de gauge, os
gauginos e as demais particulas do MSSM.

90



Para as interagdes de gauge entre os quarks e os gluons, por exemplo:

)\a c )\a* c
S a _ :Cnp a
igsuot - ugy, — im0t ——ur gy

¢ sao os espinores de mao esquerda dos su-

onde \* sao as matrizes de Gell-Mann, u € u
percampos @ (componente up) € U e g, € o gluon. Note que, como U¢ se transforma pela
representacdo conjugada (ver Tabela 3.1) temos —iA\* no segundo termo. Explicitando os

indices de cor, podemos reescrever o segundo termo como

)\(l* )\a* )\a
(@) XD (105 = ()0 XD 0, = () por N ey,
onde foi usada a hermiticidade das matrizes A e a identidade yo*¢ = —&o*y. Portanto,
definido-se o espinor de Dirac e as matrizes v* como
Ug 0 ot
= ) (&4 = =
(s ) o= (0 7))
temos
) a ] ax* ] a ) 2@ c
zgﬁ&“?ugz - zggacc?“TuCgZ = zgsﬂé“?ugﬁ + zgsuca“?a g,
- T A A? a
= 1gsPuY 71%9”

de maneira analoga ao Modelo Padrao. Todas as demais interacdes entre os léptons e
quarks e os bosons de gauge também sdo idénticas as do SM. Logo os efeitos da matriz de
mistura dos quarks so6 serao relevantes para as correntes carregadas.

Para os sférmions e sléptons temos as seguintes interacdées com os bésons de gauge:

b -

_ _ , A o ‘ Y. - . A 5,0 Y
(D)D" f — (9, + 1991 +igV),. 5 T zg'Vé;)f]T[(a“ + zgsg“§ + ng“.§ +zg’V’“§)f] (3.26)

Portanto, teremos acoplamentos do tipo ffveffvv:

| Qy

9f V50" F e gf' (V)2

Além dos termos acima, também temos acoplamentos que misturam os bésons de gauge:

ggsJﬁ(gM )f

N >
N | Qy

) (V-

Todas as interacdes acima estdo escritas em termos dos auto-estados de sabor (e por-
tanto sdo diagonais nas geracgdes). Apos transformar para os auto-estados de massa, todas
as interacoes que misturem sférmions diferentes sentirdo os efeitos das matrizes de mis-
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tura. A partir da Eq.(3.26), temos por exemplo que, na base de massa [15, 21]:

Limy = —ZWFatV], Va0 d + he)

fiw NG

A T R e ) et grd=atord — (9rat)d
,&C* o ﬂ/R o VuR i ﬂ/2 i

sendo V,,;, r matrizes 3 x 6 de rotacao da base de massa para a base de sabor . As matrizes
Var,r sdo definidas de maneira andloga. Para os acoplamentos com o béson Z também
teremos efeitos de mistura, ja que o Z se acopla diferentemente com as componentes iy, €
R € estas se misturam nas matrizes de massa. Logo:

ie

1 it A 2ie JU— S~
Fiz = —5(cot9w - gta,nﬁu,)(ZMu Vi Vur 0 1) — ?tanﬁw(Z,tu VigVur 0 1)

L
jaque VJ 1 Vur # 1. Como o foton (glion) se acopla da mesma forma com os squarks af e @,

estes acoplamentos néo serao alterados apos a rotacao para a base de massa:
2e e . A
’CffA = —ng”uT dHrue Effg = —zgnguTE o "u

Acoplamentos analogos sdo obtidos para os demais squarks e sléptons.
Os acoplamentos com dois fétons ou dois glions também serdo diagonais:
2 2 s 9; Ftyayb 7 b
ﬁf”fAA =€ QfA;LA“fi fie ﬁf”fgg = Zsfz )‘a)‘)figzgu
onde ﬂ representam sférmions nos auto-estados de massa e ¢y suas respectivas cargas.
Todos os outros acoplamentos incluem matrizes de rotagdo. A seguir mostraremos alguns
dos acoplamentos mistos que envolvem as matrizes de mistura. Uma relacdao completa dos

acoplamentos pode ser encontrada em [11, 15, 21]. Para os acoplamentos do tipo ffVV
proveniente dos acoplamentos com squarks left (ir):

2e e  tanf - -
Lipy, = gng[gA“ + 5( 3 Y cotf,) ZMat AV Vi
2e e  tanf,,

9 e+
Lipvw = 5Wil5 A% + 5

99s

2V2

2
Ly = %WJW‘“&TVJLVM{L

( — cotly,) Z*)a' VI Vard + he

+ W g at AV Vard + he

Ja para as componentes right (ir) temos acoplamentos analogos, exceto pelos termos en-
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volvendo W=:

—4e? . ~

Lifza = —5 tanbuA,Z" itV Vuri
Lor = 995 amb. 70— AP ANV YV A
fivg = =3 (tanbu 2" — AM)g at AV, Vi

As componentes escalares dos supercampos H, € H; também se acoplarao com os bo-
sons de gauge através das derivadas covariantes geradas pelo potencial de Kahler. Para
acoplamentos hhW W, por exemplo:

2 2
2 W+t 2 Wt 2
9~ .+ 0 L 9” .t 0 w 9 v+ — +12 02 -2 02
—h hy + =h hg==W W™H(|h h h h

Reescrevendo os escalares em termos dos auto-estados de massa (ver Eq.(3.20) e Eq.(3.21)):
92
= ZW;W‘“(HJFH‘ + A%+ h% + H?)

Assim como no caso dos squarks, também teremos acoplamentos cuibicos € acoplamentos
mistos (que misturam bésons de gauge carregados € neutros).

Além das interacées citadas acima, o potencial de Kdhler também fornece as interacoes
entre gauginos, férmions e sférmions. Como os primeiros se misturam com os higgsinos
para formar neutralinos e charginos, é necessario decompor os auto-estados de massa em
termos dos gauginos. Da Eq.(3.25), temos que os acoplamentos gaugino-férmion-sférmion
sao do tipo:

V291 (Ta)i A f (3.27)

Para o supercampo de quarks left, por exemplo:

IS W- 2W+ .
Waa! o g + ;y( \/ﬁjf fw ) + ég'B] ( Z ) (3.28)
- 3

Logo temos as seguintes interacées com os gluinos:

@ A
iv2g.at St V29,V Uur, Situ (3.29)
onde o segundo termo esta na base de massa e U, 1, (4.) € @ matriz que diagonaliza a matriz
de massa dos quarks up (down). Para as intera¢des envolvendo charginos temos termos do
tipo:
igutWtd + ..

Para reescrever o termo acima na base de massa temos que transformar tanto o wino (W)
como os quarks e squarks:

o 1—9°_
’LgUTVJLUdL(Vc)M 27 X:'_d
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onde, conforme definido na Eq.(3.22), Vo e Uc sdo as matrizes que diagonalizam a matriz
de massa dos gauginos e higgsinos carregados e sz sdo os 4-espinores dos charginos.
Da Eq.(3.28) temos os seguintes acoplamentos com neutralinos:

=T R 1 - o1 1
Z\/ﬁuT(ég/B * §gW3)“ - Z?”TVJLUuL[*Q/(ZT)MXQO + 9(ZN2xu

V2 6
onde Z é a matriz de rotacdo definida pela Eq.(3.23) e x/° sdo os quatro neutralinos.
Além dos acoplamentos com quarks, squarks e sléptons, a Eq.(3.27) também resulta em
acoplamentos do tipo hA“%h, onde h e h representam higgs e higgsinos. Para o dubleto up,
por exemplo:

g = 1~ ~
i\@hz(ig%.w+ig’53)hu

Considerando apenas os termos com gauginos carregados:

9 (Ot 4+ pH RO
V2

Usando a Eq.(3.22), a Eq.(3.23) e as defini¢coes da Eq.(3.20) e da Eq.(3.21), podemos escrever

a expressao acima na base de massa:

——_[(hcosa — Hsina — iAcosy)(UL)1i(Ve)aj (X)) PLx}]

Sle

_9
V2

5
onde P g = “FT” Portanto os charginos possuirdao acoplamentos com os escalares neutros

e com o escalar carregado e neutralinos. Como termos cubicos nos supercampos H, e

[H’cosv(Vc)zi(ZT)4j>~<3_PL>~C?]

H,; nao sao permitidos no superpotencial, o potencial de Kihler é a unica fonte destes
acoplamentos.

Os unicos termos provenientes do potencial K que ainda nao foram citados sdo os aco-
plamentos entre os bosons de gauge e os higgsinos. No entanto como os higgsinos se com-
binam com os gauginos para formar neutralinos e charginos, existem duas possiveis fontes
para o acoplamento entre neutralinos (ou charginos) e os bésons de gauge: o potencial de
Kahler (com acoplamentos higgsino-boson de gauge) e o tensor de forca (gaugino-béson de
gauge). A contribuicao dos higgsinos (proveniente do potencial de Kahler) é da forma:

= 7 - / ~ = 7 - ! ~
ihuﬁ“(ig%.Wu + i%BM)hu + ihdﬁ“(ig%.Wu - i%Bu)hd
Considerando apenas a corrente carregada:
9 = (70 =pui+ | 7 =pmi0
———=W, (h,d"h} + hqo"hy) + hc 3.30
\/5 " ( d d) ( ]
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Ja para a contribuicédo proveniente do tensor de forca®:
INTH (=g fape VN — —gieijkWia“Wgﬁ/k
Novamente, agrupando apenas os termos que envolvem let:
—gieijkWia”Wgﬁ/k — —gW;(VNV?’U“ViV_ + ﬁ/?’&”W"’) + he (3.31)
Juntando as contribuicoes da Eq.(3.30) e da Eq.(3.31):

— T = _ T o~ 1 = o~ 1 =
Lwsg = —gWy (WPorW™ + W2ah W™ + Tﬁhﬂauht K "hG) + he
Usando a Eq.(3.22) e a Eq.(3.23), podemos reescrever os acoplamentos acima na base de

massa: .
Lwsz = 9W, X" [Zi2(Ve)ri — E(Z)jzl(vc)%]PL)N(:r
1

V2

onde Y’ e Y sdo os 4-espinores dos neutralinos e charginos definidos na Secao 3.3.5. De

+gW XV Z7) 52U i + —=(27)3(UE)2il PrXT

maneira analoga, os bosons Z,, e A, se acoplardao com os neutralinos e charginos, porém
sem que haja mistura entre estes, devido a conservacao de carga elétrica. Por exemplo,
para acoplamentos com o campo do féton:

Lagz = —eA XTIV j2(Ve)2i + (V) (Ve)ul PLXT

—eAu XM (UE)j2(UE)2i + (US) j1 (Uil PrX

Usando a unitariedade das matrizes Ug e V:
Lagy = —eA X (PL+ Pr)XT = —e A X%

como esperado, ja que os acoplamentos com A, devem ser diagonais na base de massa.

Como mostrado aqui o potencial de Kéhler define praticamente todos os acoplamentos
que envolvem as constantes de acoplamento de gauge. Além dos termos discutidos aqui,
o potencial de Kahler também contribui com termos f e D para o potencial escalar (ver
Eq.(2.42)). Estes acoplamentos serao discutidos na Secao 3.4.4.

3.4.2 Tensor de Forca

Conforme mostrado na Secao 2.6.1, os acoplamentos entre gauginos e bésons de gauge,
assim como os vértices triplos e quarticos entre os bosons de gauge sao gerados através do

9Como o bino pertence a um grupo abeliano, ele nio se acopla com os bésons de gauge.
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tensor de forca nao abeliano. Da Eq.(2.53):
- 1
L=iMa" DAY — S Fo A

Os tensores F),, sdo iguais aos tensores de for¢ca do Modelo Padrao. Logo acoplamentos en-
volvendo apenas bésons de gauge sao idénticos aos do SM. Ja para os termos que envolvem
gauginos e bosons de gauge temos:

—Z'ngBcAAO'MVHB;\A

Os termos envolvendo binos e winos ja foram discutidos no final da Secao 3.4.1. Para
os gluinos as interacoes podem ser diretamente escritas na base de massa (ja que pelas
nossas convencoes M3 € real):

—igs fabeG 0" 95"
3.4.3 Superpotencial
O superpotencial do MSSM ¢é dado pela Eq.(3.5):
F = peagH Y + eap[HG LT ()i B — HZ Q7 (M) Uy + HG Q7 (Aa)i; D
e resulta em acoplamentos cubicos do tipo

1
*iAiijz'XjQﬁk + he

Para ¢, = h, 4, temos os acoplamentos de Yukawa usuais:
hoeie€ + hdulu® + hGdAgd®

Além dos acoplamentos com as componentes carregadas (h;) e h;). Como exemplo podemos
considerar apenas os acoplamentos entre os quarks up e os escalares h,:

C 10 c
Lhgqg = —hfdM\u® + hdul,u
Reescrevendo os quarks em termos dos auto-estados de massa, assim como os escalares:
Lhgq = —cosyH AUz A\ Ugru€ + (icosyA + cosah — sinozH)uUuL)\uUuRuC

sendo U,r.r as matrizes que diagonalizam os acoplamentos de Yukawa dos quarks up.
Portanto: )
uUuL)\uUuRuC = —uMuuC = g Muuc
Uy

_—u
V2, sinf3
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AU MUy ru€ = AU Ul Up AU = —2—— U, U, Mu®

B \/ﬁmwsinﬁ
onde M, € a matriz de massa (diagonal) dos quarks up e UdLUlL = Veokm € a matriz de
Cabibbo-Kobayashi-Maskawa. Entao:

Lhgq = L'[—COS’}/H-FCZVCKMMUUC + (icosyAu + cosah — sinaH)uMuuC]
\/imwsmﬂ

Logo temos acoplamentos entre quarks e todos os escalares de Higgs. Além disso, os ter-

mos de acoplamento com o escalar carregado H™ resultardo em interacoes nao diagonais,

que misturam geracoes de maneira analoga as correntes carregadas no SM. Acoplamentos

semelhantes também sao obtidos para os léptons.

Além de acoplamentos do tipo hqq (¢ = h,.q4), 0 superpotencial também resulta em
acoplamentos entre squarks (ou sléptons) e higgsinos (¢, = ¢, ]). Portanto teremos termos
do tipo

Liaq = Pour,a€ + har,u® + hid\,a® + hfd\,u®

Escrevendo os higgsinos em termos de seus auto-estados de massa (neutralinos e chargi-
nos), assim como os quarks e squarks:

‘C)ch] - (ZT)4’I:PL>2?U’UMLAUVJR€L + (ZT)4iPL>~(?ﬂVuL)\uUuRuC

+(Ve)2iPLXT dUar MVt + (Vo) 2 PLX dVar AuUuru®

9

3.4.4 Potencial Escalar

Os termos f e D do superpotencial e do potencial de Kahler formam o potencial escalar,
dado por:

1 1 1
V(p) = fifl + Q(DA)Q = |mi;jo; + §>\ijk¢j¢k|2 + §[Q¢I(TA)ij¢j]2 (3.32)

onde ¢ sdo todos os escalares do MSSM. Da Eq.(3.32) vemos que além dos termos de massa,
V(¢) também contém termos cubicos e quarticos nos escalares. Os termos envolvendo
apenas os escalares neutros £, ; ja foram discutidos na Secao 3.3.2. A seguir discutiremos
alguns dos outros possiveis termos de interacao.

Devido ao pequeno valor das constantes de acoplamento de Yukawa (se comparadas com
a constante de acoplamento forte), os termos quarticos predominantes para os squarks
serdo aqueles gerados pelo termo D do potencial escalar:

Lot A

Lgap = —59:10 761]2 + .

onde \* sao as matrizes de Gell-Mann. Como os termos acima sao diagonais nas geragoes,
eles nao sofrem efeitos das matrizes de mistura. Isto ocorrera em todos os acoplamentos
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provenientes de termos D. No entanto, para os termos provenientes do superpotencial:
Loy —op L ~C2
Lgay = 1|u/\uu |© — Z\uVuL/\uVuRu |

onde o ultimo termo esta escrito na base de massa. Da Eq.(3.32) vemos que os squarks
(e sléptons) também possuirao acoplamentos com os escalares de Higgs provenientes dos
termos f do potencial escalar:

Liany: = | — bl ii(Aa)ij + S di( M) i |* + ...
Reescrevendo o termo acima na base de massa:
Liany: = cos>yHYH=a VI [\, [* Vi
+(cos*yA% + cos®ah® + sin*aH? — sin2ahH)JTVJL|Au|2VdLCZ

—cosyHJr(ZTVJL|AU\2VuLﬁ[(—iCOS’yA + cosah — sinaH) + hc]

Finalmente, podemos obter os termos quarticos envolvendo apenas os escalares de Higgs.
Para isto basta transformar para a base de massa a Eq.(3.11):

92 +g/2

V(h) = (F—

2
g
J(hul* = [hal*)? + = [hlhal® + ...

Considerando apenas o segundo termo:

2
V(h) = %H+H7 [h%sin?(a — ) + H?*cos*(a — ) + hHsin2(a — )] + ...

Apesar de nao terem sido discutidos aqui, os termos cubicos também estardo presentes.
Estes sdo gerados pelos termos cruzados que envolvem o parametro u:

1 1 ~ 1
\uh — §éAléC - 5a/\ddc|2 - —§u*hfé>\léc + ... (3.33)
e apos o deslocamento dos escalares neutros h, ;:
9 g’ 9° 0
?|h5hd|2 - ?|hﬁ(”d +ha) + (v + hoDhg [ = ?UuhjthhJ +o

Existe ainda uma terceira fonte de acoplamentos cubicos entre os escalares, que sao os
termos soft trilineares (ver Eq.(3.9)):

Looft = —€ap(q* A aChl — G Agd®hl — 1 A4eC 5 + he) + ..

Estes termos sdo semelhantes aos da Eq.(3.33), pois acoplam os sférmions com os escalares
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de higgs.

3.4.5 Violacao de Sabor

Como vimos cima, diversos acoplamentos do MSSM envolvem mistura entre sabores, so-
bretudo no setor escalar. Estes termos contribuem para novos processos com violacdo de
sabor e para processos ja existentes no Modelo Padrao. Neste, em nivel de arvore, so-
mente as correntes carregadas violam sabor. No entanto, em diagramas de ordem superior,
€ possivel gerar processos com violacao de sabor em correntes neutras. Em geral estes
diagramas envolvem caixas ou loops como os da Figura 3.2.

W— §L dL d
G ———(] St A
u,c,t u,c,t 9 "9
W+ d—<—Lo-n--l—¢—s
d——>~" " ~—<« 5 s d, §L =

Figura 3.2: Contribuicoes do Modelo Padrao (esquerda) e do MSSM (direita) para a oscilacéao
K% — KO,

Para o calculo das contribuicdes dos diagramas tipo caixa existe uma maneira de rela-
cionar diretamente a contribuicdao do diagrama aos elementos nao diagonais da matriz de
massa. Se considerarmos diagramas semelhantes aos da Figura 3.2, podemos escrever a
amplitude resultante como:

M = C(Voi VE Vs Vil I (m2, m3,m?))

onde C' é uma constante numeérica, V' € a matriz de mistura e m;, m; € my sdo as massas
das particulas que participam do loop. Uma expressao geral para a funcdo / pode ser
encontrada em [25]. No entanto esta pode ser expandida em torno de uma massa média

Crn(2) m n

onde Am?, = m;; —m> e x = mj,/m*. Portanto, podemos reescrever a amplitude acima

M=C Z = 2(1+m+n [Vai(Am2) ™V E][Vs; (Am2)"V] | (3.34)
Se as massas m; e m; forem aproximadamente degeneradas, ou seja, se m; ;& m?, entao

podemos manter apenas os primeiros termos da expansao acima. Porém, assumindo uma
matriz de mistura V unitaria, todos os termos com m = 0 ou n = 0 serdao nulos exceto para
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a = oud=-~. Supondo a # 3 € § # ~, o primeiro termo nao nulo sera:

011()

M=C Vs (Am2 )V [Vs; (Am3) V]

jv]
Mas, devido a unitariedade de V:

Vai(Am2)VE = Vai(m? + Am?)V,], = Vai(mD)Vi = (M?)ap
onde M? é a matriz de massa (nédo diagonal) na base de sabor. Portanto, nesta aproximacao,
a matriz de amplitude sera proporcional aos elementos nao diagonais da matriz de massa
(ja que assumimos « # [ ou § # 7):

M = C——2(M?),5(M?)s,

Ch 1( )
m
Logo, vinculos experimentais para processos representados por M podem ser diretamente
transformados em vinculos para os elementos de matriz ndo diagonais da matriz de massa.

Um exemplo bem conhecido do tipo de processo calculado acima é a oscilacao K° — K°.
No Modelo Padrao, este processo ocorre através de diagramas como os mostrados na Figura
3.2. A diferenca de massa entre os estados K e K¢ é dada por [26, 24]:

Amp = 2Re(K°|H|K") < 3.5 x 1072 MeV (valor experimental)

Usando o acoplamento da Eq.(3.29) e aplicando a Eq.(3.34) para a contribuicdo do MSSM,
temos [25]:

mn( )

Amy o Re| OZ iy (UL V)1 ()™ (VI U s2) (U] Vs )y (A (Vi Un ) ]

Assumindo que a matriz V,; € unitaria (ou seja, ndo existe mistura entre os squarks left
e right), o que em geral € uma boa aproximacao para a primeira e segunda geracao de
squarks, podemos utilizar os resultados acima:

AmK X %6 Re[(Mé)lg(M?])lg] (335]

Note que a matriz M}? é a matriz de massa dos squarks U, na base em que a matriz de
massa dos quarks é diagonal, ja que:

ME = U} VoV, Uyt

Para m = 500 GeV e usando o limite experimental para Amg, o resultado acima implica em
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[26]: R
Re[%&)?ﬂ <102
Logo, uma das formas de suprimir as contribui¢cées do MSSM € assumir squarks pe-
sados, de tal forma que (M?);2/m? < 1. Algumas analises mostram que para evitar os
vinculos experimentais deveriamos ter /m 2> 40 TeV [27]. Como esta escala de massas s é
necessaria para os squarks da primeira e segunda geracao e estes se acoplam fracamente
com o Higgs, é possivel que estes tenham massas acima de 1 TeV sem desestabilizar o
potencial escalar.
Outra possibilidade, conhecida como universalidade, é assumir squarks degenerados

(m; = My para todo i), de tal forma que:
(M3)ij = mg(US L Var Vi Uus )ij = M3y

excluindo, assim, qualquer contribuicao de termos fora da diagonal. Porém, se a matriz de
massa dos squarks for proporcional a matriz de massa dos quarks:

Vo2V, = aM?

= (M2)i; = a(U} , MEU,L)i; = am?dy;

onde My € a matriz de massa dos quarks (nao diagonal) e m; sdao as massas dos quarks.
Logo, o alinhamento entre as matrizes dos quarks e squarks anula as contribui¢cées dos
termos nao diagonais.

BL.--%-~_6 ~y
_,, ‘,‘u“«_fﬂ
! L
b Y i L
r

- >
EH :_,u‘l-il.rl EL

Figura 3.3: Contribuicao do MSSM para o momento de dipolo elétrico do elétron.

Uma grande variedade de processos também permite vincular os elementos nao diago-
nais tanto das matrizes de massa dos squarks e sléptons quanto das matrizes soft A. Em
particular, processos envolvendo violacdo CP e contribuicdes para o momento de dipolo
elétrico (ver Figura 3.3) impde vinculos para as fases destas matrizes [26]. A alternativa
mais comum para evitar tais vinculos é simplesmente assumir que os parametros soft se-
jam reais e universais. Apesar desta suposicao restringir consideravelmente o espaco de
parametros do MSSM, alguns modelos de quebra de supersimetria geram parametros soft
reais e aproximadamente universais (ver Secao 4).
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3.4.6 Unificacao das Constantes de Acoplamento

Com as novas interacées entre os bosons de gauge e os sférmions e gauginos do MSSM,
podemos indagar como estas interacdées modificardo a evolucdo das constantes de acopla-
mento de gauge para altas energias. Como todas as novas superparticulas do MSSM devem
possuir massas da ordem ou acima da escala GeV, as constantes g,, g € ¢’ se comportarao
de maneira idéntica ao Modelo Padrao para energias inferiores a 1 GeV.

Em uma teoria de gauge nao abeliana, a constante de acoplamento de gauge (g) evoluira
de acordo com a expressao [6, 11]: )

W~ o) (3.36)

onde § € a funcao beta, t = In(Q/Qo) € @y € uma escala de referéncia. Para o grupo SU(N),
com férmions e escalares na representacdao fundamental, temos (em 1-loop) [11, 15]:

1
Blg(t)) = @9465
11 1 1

sendo ny o niumero de férmions (onde as componentes left e right sdo contadas indepen-
dentemente) e n;, o nimero de escalares complexos. Ja para o grupo abeliano U(1):

2 Y, 1, Yan
bg/—3;<2>+32aj<2> (3.38)
onde a soma em ¢ € sobre todos os férmions e em « sobre todos os escalares. Logo, para o
Modelo Padrao:

by, = —11+4=-7

22 12 1 19

b——— _ =

g 3+3+6 6

2 10 1 1 1 41
bg/_§><3><§+§x(1+i)_€

Para o MSSM devemos adicionar as contribuicoes dos gauginos que pertencem a represen-
tacao adjunta e dos sléptons, squarks e higgsinos, além de duplicar o niimero de dubletos
escalares de Higgs. Portanto a Eq.(3.37) e a Eq.(3.38) se tornam [11]

Yo

1
bg:—3N+§n¢eb9/:Z( 5 )

P

onde ¢ indica soma nos supercampos quirais e ng € o namero destes. Entao:

1
by :—9+§><4><3:—3

s
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1 1
bg:—6+§><4><3+§><2=1

20 1
bg/:3><€+§><2:11

Resolvendo a Eq.(3.36) nos dois casos (SM e MSSM), podemos calcular como as cons-
tantes de acoplamento evoluem para altas energias. A Figura 3.4 mostra claramente que a
convergéncia das constantes de acoplamento é muito mais satisfatéria no MSSM do que no
SM. Isto poderia indicar que para altas energias ocorre a unificacdo do grupo de gauge do
MSSM. Usando os valores das constantes de acoplamento a baixas energias é possivel cal-
cular qual a escala de grande unificacao (Mgpr). Da Figura 3.4 temos Mgyr ~ 2.6 <1016 GeV.
No entanto, este resultado pode ser radicalmente alterado caso existam novas particulas

com massa inferior a Mgy € que se acoplem ao grupo de gauge do Modelo Padrao.

TTTIT | TTTIT | TTTIT | TTTIT | TTTIT | TTTIT | TTTIT | TTTIT
o & SM
RN --- MSSM
1= \\\\\\\\ ]
e ; —:EE:—}"=
05 . & T -
| L1l | L1l | L1 | LIl | L1l | L1l | L1l | IIIII_
1x10° 1x10* 1x10° 1x10° 1x10  1x10”  1x10™  1x10"®

WGeV)

Figura 3.4: Evolucao das constantes de acoplamento de gauge no Modelo Padrdo e no
MSSM, calculada utilizando-se a Eq.(3.36) em 1-loop. No grafico g1 = ¢’1/5/3 (ver comenta-

rio na Secao 4.2).
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Capitulo 4

Quebra de Supersimetria

Na Secao 3.4 vimos que para calcular os acoplamentos do MSSM ¢é necessario conhecer
(na maioria dos casos) as matrizes de mistura dos squarks, charginos, neutralinos, etc.
Portanto, sem nenhuma hipétese sobre os parametros soft, andlises fenomenoldgicas se
tornam praticamente inviaveis. Muitos modelos tentam explicar a origem dos termos soft
através da quebra espontanea de supersimetria, o que, em principio, permite reduzir con-
sideravelmente o nimero de parametros.

No entanto, os argumentos apresentados na Secdo 3.2.2 mostram a dificuldade de
uma quebra espontanea de supersimetria utilizando apenas os supercampos presentes
no MSSM. Logo, diversos modelos propostos visam obter os termos soft através de uma
extensao do MSSM com novos supercampos e interacées. Estes permitiriam quebrar a su-
persimetria e obter os termos soft, evitando que a identidade STr(m?) = 0 (ver Eq.(2.68))
implique, necessariamente, em superparticulas leves.

Mas para que isto seja possivel, o setor onde ocorre a quebra espontanea de supersime-
tria deve possuir massas em uma escala muito superior a escala TeV, de tal forma que este
setor desacople do MSSM. Por este motivo, o setor de quebra é chamado de setor escon-
dido. Obviamente, em alguma escala de energia, o setor escondido deve se acoplar (direta
ou indiretamente) com os supercampos do MSSM (setor visivel), permitindo que a quebra
de supersimetria seja sentida pelas particulas do setor visivel. Além disso, como os termos
soft devem estar na escala TeV, estes ndo podem refletir diretamente a escala do setor es-
condido. Portanto, o setor escondido e o setor visivel devem interagir através de um terceiro
setor, chamado de setor mensageiro. Estas interacoes devem ser relativamente fracas, de
tal forma a gerar termos soft na escala TeV.

O mecanismo descrito acima é muito semelhante a quebra espontanea de simetria do
Modelo Padrao, onde as particulas mais leves (elétron, quark up, etc) possuem massas
muito inferiores a escala da quebra eletrofraca. Isto é possivel devido as constantes de
acoplamento de Yukawa, que suprimem a escala eletrofraca. Neste caso, o setor escalar
(b6son de Higgs) faz o papel do setor escondido, enquanto os férmions leves representariam
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o setor visivel. No entanto, diferentemente do MSSM, estes dois setores podem se acoplar
diretamente, ja que nao existe um analogo a Eq.(2.68) para o SM.

Da discussao acima, podemos afirmar que os termos soft serao tipicamente [9]:

L o
Msoft X gmmAs (4.1)
onde A; reflete a escala do setor invisivel, M,, a escala do setor mensageiro e g,, € uma
constante de acoplamento tipica entre o setor mensageiro e o visivel. Portanto, da Eq.(4.1)
vemos que as interacdes do setor mensageiro com o setor visivel constituem o fator mais
importante para a determinacado dos parametros soft. Teorias com quebra mediada por
interacdes de gauge (GMSB) sao exemplos tipicos dos modelos citados acima.

Uma outra possibilidade é o uso de teorias com invariancia por transformacdes super-
simétricas locais (supergravidade ou SUGRA), que invalidam a Eq.(2.68) e possuem inte-
racoes nao renormalizaveis entre o setor visivel e o escondido. Nestes modelos, os termos
soft serao naturalmente pequenos (quando comparados a escala de quebra), jA que sao
proporcionais a constante de acoplamento gravitacional (ou ao inverso da massa de Planck)
[9]:

A2 A3
Mo ft X \/GAE = —% 00U Mygort X GA;)’ =2
I Mp 1t M2

onde Mp é a massa de Planck.

A necessidade de um setor escondido e de um setor mensageiro! para a obtencdo de
uma teoria realista € um importante aspecto de modelos supersimétricos, que os distingue
radicalmente do Modelo Padrao. Este, apesar de ser considerado uma teoria efetiva, foi
extremamente bem sucedido na explicacdo dos dados experimentais das ultimas décadas,
sem a necessidade de nenhuma suposicao sobre escalas superiores de energia. Esta carac-
teristica de modelos supersimétricos realistas, apesar de introduzir novos parametros de
dificil acesso experimental, permite uma conexao mais direta entre a fisica atual (de baixas
energias) e a fisica proxima da escala de Planck (ou da escala de Grande Unificacio).

4.1 Quebra via SUGRA

Apesar de o setor escondido interagir fracamente com o setor visivel, espera-se que a in-
teracdo gravitacional acople diretamente os dois setores. Portanto, independentemente de
como seja a quebra de supersimetria no setor escondido, espera-se que esta seja transmi-
tida pelo setor visivel através de interacoes gravitacionais. No entanto, devido a natureza da
gravidade, tal interacéo € suprimida (pelo menos em uma teoria efetiva, nao renormalizavel)
pela massa de Planck (Mp ~ 10*° GeV) e, em geral, espera-se que nao influa na fisica de
baixas energias. Porém, se a escala da quebra de supersimetria estiver proxima da escala

1 Alguns modelos recentes (de quebra mediada por interacdes de gauge) conseguiram eliminar a necessidade de
um setor mensageiro [28].
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de Planck, as interacdes gravitacionais podem ser as principais mensageiras da quebra de
supersimetria.

Se as simetrias do espaco-tempo forem representadas pelo supergrupo de Poincaré, as
interacoes gravitacionais também devem ser supersimétricas e sio chamadas de super-
gravidade (ou SUGRA). A lagrangeana da supergravidade pode ser obtida impondo-se a
invariancia por transformacdes supersimétricas locais. No entanto precisamos abrir mao
da renormalizabilidade da teoria, ja que a Relatividade Geral por si s6 ndo € renormalizavel.

Por se tratar de uma teoria nao renormalizavel, a lagrangeana da supergravidade sera
da forma [15]:

L= K@ VT, ®)]|p — [F(®) + helly — 5 [Fan(@)WA WA

onde K, F' e fip sdo fungdes arbitrarias dos supercampos. Obviamente estas funcoes
devem manter a invariancia de gauge da teoria. A funcao f,p é chamada de funcao cinética
de gauge e, no caso usual é dada por:

fap(®) =daB

Ja as funcées K e F sdo a generalizacao do potencial de Kahler e do superpotencial para
teorias nao renormalizaveis. Em geral a lagrangeana dependera destas duas funcées e da
funcao f4p. Porém, pode-se mostrar [11] que a invariancia por transformacées supersimeé-
tricas locais reduz esta dependéncia a funcao f4p € a combinacao:

1
_MI%

[F(2)?
M

G K +1in] ] (Funcao de Kahler)

Além de todos os termos cinéticos e de interacoes de uma teoria supersimétrica global, a
lagrangeana Lsycra também envolve termos de interagdes com o supercampo gravitacional
e novos termos de interacao (ndo renormalizaveis) entre os supercampos quirais. O super-
campo gravitacional compreende o graviton e o gravitino, sendo este ultimo um campo de
spin 3/2. O supercampo gravitacional pode ser interpretado como a versao supersimétrica
do béson de gauge, que surge quando impomos a invariancia por transformacées supersi-
métricas locais. A construcao de uma teoria com supersimetria local sera omitida aqui, ja
que apenas um esbo¢o do mecanismo de quebra mediada por supergravidade sera apresen-
tado. A lagrangeana geral da supergravidade pode ser encontrada em diversas referéncias
[15, 21, 11].

O termo de Lsycra Mais relevante para a discussao da quebra mediada por supergravi-
dade é a parte do potencial escalar que no limite Mp — o0 e fap — dap resulta no potencial
escalar usual. Este termo é dado por:

2
Vsuara = eMp e%[Gy(G™);G7 — 3] + e%Re(szla)[(Gi(TA)ijﬁbj)(Gk(TB)kz@)] (4.2)
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onde g,,, € a métrica de Minkowski, e = \/—det(g,. ), T4 sao os geradores do grupo de gauge

€
0%G(9)

000}

Note que este termo permite (dependendo da fun¢ao G) acoplamentos entre todos os campos

G _ 96()

P =

_ )1
00! 9p;

e (G, = (

escalares, inclusive entre campos do setor visivel e do escondido.

Outra importante caracteristica da Eq.(4.2) € que o potencial ndo é necessariamente
positivo, ja que temos pelo menos um termo negativo (—3eM3 ). Logo, diferentemente do
caso global, podemos ter quebra espontanea de supersimetria com V >0, V <0ouV =0
(em geral este ultimo caso requer grande ajuste fino). Além disso, podem existir minimos
supersimétricos que nao sejam minimos globais.

De maneira analoga ao caso global, para que a supersimetria local seja quebrada espon-
taneamente, devemos ter:

(016x]0) # 0 ou (0]8A[0) # 0

onde x e A sdo as componentes fermidnicas dos supercampos quirais e dos supercampos
vetoriais, respectivamente. No entanto, as transformacdes locais dos campos x e A diferem
do caso global. As condi¢oes acima podem ser reescritas como [15]:

(0e72(G1)5G410) # 0 ou (0| Re(f43)G"(T)i;0;10) # 0 (4.3)

que sao os analogos locais para as condigées (f) # 0 ou (D) # 0. Na maioria dos casos
as condi¢des acima implicam (G) # 0, de tal forma que o gravitino (¢,) adquire massa m,,
através do acoplamento:

) - 7 _
§MP€G/2’¢MO'#V’¢V — §MP€<G>/2qu#VwV

= mg = Mpe<G>/2 (4.4)

Como citado anteriormente, o gravitino é o analogo supersimétrico dos bésons de gauge.
Portanto o resultado acima nada mais € do que o analogo supersimétrico do mecanismo
de Higgs, que neste caso gera massa para uma particula de spin 3/2. Ou seja, o goldstino
resultante da quebra espontanea de supersimetria € absorvido pelo gravitino, que se torna
massivo.

Uma importante propriedade da quebra de supersimetria local € que a Eq.(2.68) nao ¢é
mais valida, sendo modificada da seguinte forma [15]:

STr(m®) =Y _[=2gTr(Ta){D*) +2(N — 1)(2m; — (%)

(4.5)
] P

onde N € o numero de supermultipletos quirais da teoria. A Eq.(4.5) ndo mais resulta nos
fortes vinculos impostos no caso de quebra de supersimetria global, permitindo diferencas
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da ordem de m, entre os férmions e seus superparceiros.

4.1.1 mSUGRA

Como discutido na sec¢do anterior, por se tratar de uma teoria nao renormalizavel, a lagran-
geana da supergravidade permite um numero arbitrario de interacdes, que sao definidas
pelas escolhas das funcgdes G e f4p. O caso mais simples e que resulta em teorias realistas
€ conhecido como Minimal Supergravity (ou mSUGRA). Neste modelo assume-se a seguinte

funcao de Kahler:
1 . F (@)
- = P 2 P 2

onde
F = Fy(®) + Fu(®)

e ® e & sao os supercampos do setor visivel e escondido, respectivamente. Note que o
potencial de Kahler (K) nao possui nenhum termo de mistura entre os dois setores. Isto
pode ser justificado impondo-se uma simetria U(1) e atribuindo-se cargas opostas para os
campos P e ®. Da Eq.(4.2), temos que o potencial escalar resultante desta escolha sera
[15, 29]:

g (1317

V(6,6) = 5 ¢ i

[l

2 P60 + %Re(f;é)[w*TAw(wTB@] + LR Tad) (S Tp)
P

onde foram omitidos os indices dos campos e assumiu-se que os campos do setor escondido
sao singletos sob o grupo de gauge do setor visivel. Para a obtencao da equacio acima foi
utilizada a invariancia de gauge do superpotencial:

oF oF

99, (Ta)ij; =0

Do potencial acima vemos que no limite Mp — co € fap — d4p temos:

3Fo( ) OF(¢ )|z

2
PR

Vo(o,d) = |

(DA)2 + %(DA)2

que representa o potencial do setores visivel e escondido desacoplados?. Logo todos os

termos de interacdo entre os campos ¢ e ¢ sdo transmitidos via interacao gravitacional e,

portanto, sdo suprimidos por um fator da ordem da massa de Planck (~ 10'° GeV).
Assume-se que o potencial para os campos ¢ possua um minimo local de tal forma que

20nde D4 sido os termos D para o setor escondido. A separagao dos termos D em D4 e D4 ¢é valida, ja que &,
sdo singletos sob SU(3) x SU(2) x U(1).
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a supersimetria local seja espontaneamente quebrada. Além disso, para que os efeitos da
quebra espontanea sejam significativos, devemos ter vevs comparaveis a Mp, ou seja, a
quebra espontanea deve ocorrer proximo a escala de Planck. Assim:

~ OFu(9)

(¢) = aMp, ( 9 Y =m? e (Fy(¢)) = bm>Mp
2m4
= (G)=a?+ zn[bMé ]

onde a e b sdo constantes da ordem de 1 e m representa outra escala de massa. Portanto,
da Eq.(4.4):

bm? )

Mp

Substituindo os campos do setor escondido por seus vevs e considerando apenas os

my = ea2/2(

campos do setor visivel, teremos:

OF 1
Ver(9) = | Z 2 4 (D2
w2101+ mfox Zgh ) 4 Fo0)(a — 3+ ) + b (4.6

. . 1,2 .
onde o superpotencial F| foi reescalonado (Fy — e 2% Fy), fez-se Mp — oo com m, mantido
constante e f4p — d4p. Para que o limite a baixas energias coincida com o MSSM, devemos
fazer:

Fo(¢) = Frrssm (9)

onde Fi;ssa € o superpotencial do MSSM. Portanto, da Eq.(4.6), temos os seguintes termos
soft:
mzoft = mf}

A; = my(a® + %))\z‘

b= pmg(a® + 5~ 1)
sendo \; os acoplamentos de Yukawa e m,, s as massas escalares soft. Portanto, compa-
rando com a lagrangeana soft da Eq.(3.9):

2 2 2 2 2 2
=My, =My =mg =mg=mp=my =m, 4.7)

Au = )\uA(), Ad = )\dA(), Al = )\lA() eb= /L(A(] — mg)

onde Ay = my(a* + ¢) € da ordem da massa do gravitino. As propriedades acima sao usual-
mente conhecidas como universalidade® dos parametros soft € é uma das conseqiiéncias

3Um dos argumentos essenciais para a obtencdo da universalidade é a suposi¢do de um potencial de Kahler
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favoraveis do mSUGRA. Como discutido anteriormente, a universalidade dos parametros
soft inibe processos com violacdo de sabor. Como a relacdo entre os parametros b e A
nao € valida para casos mais gerais (sobretudo em GUTs supersimétricas), costuma-se
considera-los como parametros independentes.

Até agora as modificagdes resultantes da imposicdo de uma supersimetria local s6 foram
analisadas para o setor escalar. Porém, pode-se mostrar [15, 11] que a lagrangeana da
supergravidade também possuira termos do tipo:

;
Lear20lan (G GIANE + .

Lsuara = 1 ‘%3

onde M sdo gauginos. Logo, apos a quebra espontanea (com Mp — oo € m, constante):

L a20fhp o1y qiyaye L fhp \ 4y
€ aT)Z(G )LGIAAN Hzamg; 23] AN
Desta forma a quebra mediada por supergravidade gera todos os termos soft da lagrangeana
do MSSM*. Portanto, assim como os demais termos soft, a massa dos gauginos € da ordem
de m, ~m?/Mp.

Como a e b sdo da ordem de 1, para que os termos soft estejam na escala TeV devemos
ter:

m
1070
Mp

o que pode ser visto como um enorme ajuste fino. Porém, como m depende do superpo-
tencial do setor escondido, ndao temos como estimar o que seria um valor natural neste
caso.

Em muitas andlises fenomenolégicas simplificacdes adicionais sdo impostas, como a
universalidade das massas dos gauginos:

(Mx)aB = 6aBM; /o

Portanto, juntamente com os resultados anteriores, obtemos o seguinte espaco de parame-
tros:
{mga A07 bOa Ml/Q}

Resta ainda adicionar a lista acima o parametro ; da lagrangeana supersimétrica. Po-
rém, a imposicdo da quebra eletrofraca permite reduzir este espaco de parametros. Usando
a Eq.(3.14), a Eq.(3.15) e a Eq.(3.18), temos:

2b = (mj;, — m%d)tmﬂﬁ — m?2sin2f3 (4.8)

diagonal nos supercampos & e .
4Note que a funcao cinética de gauge (f4 ) nao pode ser trivial (f4p = 64 5), pPois neste caso teriamos gauginos
sem massa.
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1
(m;, sin®3 — m3; cos®3) — §m§ (4.9)

2 _
™= cos2(

Logo é possivel determinar |u| e by em termos de tanf e m,. Desta forma o conjunto de
parametros livres serao:
{sinal de y, mgy, Ao, tanf, M/} (4.10)

No entanto os parametros soft resultantes da quebra de supersimetria sdo validos em
uma escala proxima a escala de quebra (M;=Mp ou m), muito acima da escala eletrofraca.
Logo, para realizar previsoes para as energias acessiveis experimentalmente, € necessario
evoluir todos os parametros da escala de quebra (M) até a escala eletrofraca, utilizando
como condicdo de contorno a universalidade dos parametros (Eq.(4.7)). Esta evolucéo é
realizada pelas equacoes do grupo de renormalizacao (RGEs) [30, 31]. No entanto, se exis-
tirem novos campos e interacoes (além do MSSM) entre a escala eletrofraca e a escala de
quebra, as RGEs devem ser modificadas na escala dos novos campos. Como mostrado na
Secao 3.4.6, a unificacao das constantes de acoplamento de gauge sugere a existéncia de
novas particulas na escala Mgyr. Entdo, entre a escalas Mgy € Mp, as RGEs dependerao
especificamente do modelo de Grande Unificacdo. Mas, devido a proximidade destas esca-
las, € razoavel supor que as RGEs nao sofram alteracoes significativas entre Mqgyr e M.
Portanto podemos impor as seguintes condi¢coes de contorno:

(m1)i; = (my)ij = (m%)i; = (mB)i; = (MP)ij = mydislmeur

2 2 2
mpg, =My, = mO|MGUT

u

Ay = MAolmeors Ad = MaAolMours At = NAo| Mo
My = My = M3 = M 3| mepr

b= bO‘MGUT

onde |y, indica que estas condi¢coes de contorno sao validas na escala de Grande Unifi-
cacao. Esta relativa simplicidade justifica o nome desta classe de modelos (Minimal Super-
gravity).

A evolucao de alguns dos parametros acima esta representada nas Figuras 4.1 e 4.2.
O resultado apresentado corresponde a um calculo aproximado, onde todas as RGEs sao
calculadas em 1-loop, foram desprezados efeitos de limiar e foi utilizado o potencial escalar
em nivel de arvore para o calculo dos parametros u € b.
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Figura 4.1: Evolucédo de alguns parametros soft (plotados como sinal[m?, 7t |m?, +1) para

o modelo mSUGRA com tanf3 = 3, Mgur = 2.9 x 106 GeV, M, /5 = 400 GeV, my = 200 GeV,
Ao =0bo=0, u>0em; =178 GeV. A regido mostrada representa energias de Mqgyr até m,.
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Figura 4.2: Evolucao de alguns parametros soft (plotados como sinal[m?, rily/Im2, /) para

o modelo mSUGRA com tanf = 3, Mgur = 2.9 x 106 GeV, M, /5 = 400 GeV, my = 200 GeV,
Ag=0bo=0, u>0em; =178 GeV. A regido mostrada representa energias de Mgy até m,.

Da Figura 4.1 vemos que a massa soft quu se torna negativa para energias proximas a
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10! GeV, possibilitando assim a quebra eletrofraca (ver Eq.(3.16)). Ja as massas soft dos
gauginos (em geral os gauginos nao sao auto-estados de massa) obedecem a mesma evo-
lucao das constantes de acoplamento de gauge, mantendo assim a hierarquia de massas:
Ms > My 2 M. De fato pode-se mostrar que

d(Mi/g7) _
din[ ]

onde @ e Qo sao diferentes escalas de energia.

Para as massas dos sférmions vemos que apesar de a condicdo inicial impor universa-
lidade, esta degenerescéncia € perdida apds a evolucdo para baixas energias. Isto se deve
principalmente as diferencas entre as constantes de acoplamento de gauge e Yukawa. Em
1-loop, as constantes de Yukawa contribuem positivamente para a evolucao das massas,
enquanto as constantes de gauge contribuem negativamente [30, 11]:

2
% = A()A(t)? — Bg2|M?| + ...
onde t = In(Q/Qo) e A e B dependem dos demais parametros soft. Para os squarks, a
contribuicao proveniente dos acoplamentos de gauge € dominante e resulta em um aumento
das massas soft quando estas sao evoluidas para baixas energias. Como o acoplamento de
Yukawa é maior para a terceira geracdo, temos que as massas das geracdes terdo uma
hierarquia invertida, ou seja, a massa soft para o squark @ serda superior a do squark #,
como pode ser visto na Figura 4.2.

Ja para os sléptons a contribuicdo dos acoplamentos de gauge € proporcional apenas
as constantes g e ¢’ e apesar de ainda serem dominantes resultam em massas inferiores
as dos squarks. Esta contribuicdo é ainda mais desprezivel para o parametro m% que s6
recebe correcoes proporcionais as ¢’.

Apos a evolucao de todos os parametros até baixas energias (escala eletrofraca), devemos
diagonalizar as matrizes de massa (calculadas anteriormente) para obter os auto-estados
de massa da teoria. Assumindo um ponto no espaco de parametros (Eq.(4.10)) obtemos o
seguinte espectro de massas para o modelo mSUGRA:
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Figura 4.3: Espectro de massas para o modelo mSUGRA (desprezando o gravitino e a se-
gunda geracao) com {sinal de p,mq, Ao, tans, M2} = {> 0, 300 GeV, 0, 30, 400 GeV} e com
Mmiop = 178 GeV. Os valores foram obtidos utilizando o programa SuSpect [32].

Como visto acima apés o Higgs mais leve, temos o neutralino como a superparticula
mais leve do modelo. Apoés o primeiro neutralino, temos os sléptons e alguns charginos
e neutralinos com massas semelhantes. Os sléptons da primeira e segunda geracao sao
degenerados em massa, ja que seus acoplamentos de Yukawa sao despreziveis. Em seguida
temos outros neutralinos e charginos, além dos escalares de Higgs pesados (4, H e H™).
Mantendo a hierarquia entre sléptons e squarks, estes ultimos estdo entre os escalares
mais pesados da teoria. Como citado acima isto se deve as contribuicées dos acoplamentos
de gauge para a evolucao dos parametros soft. Portanto, sempre pode-se esperar que esta
hierarquia seja mantida.

Um dos principais vinculos sobre o MSSM € a massa do escalar de Higgs mais leve (h).
Como ja discutido na Secdo 3.3.2, os valores em nivel de arvore para m; sido inaceitaveis
experimentalmente, ja que teriamos m; < m,. Nas Figuras 4.4 e 4.5 temos os valores de
my, € da superparticula mais leve (y!) para diferentes valores de mg e tan3. Como ja citado,
os valores de m; obtidos sdo sempre superiores a m, quando sao incluidas as correcoes
radiativas, tanto para os parametros soft quanto para o potencial escalar neutro (que induz
correcdes nas matrizes de massa). Desta forma, evita-se que o MSSM seja completamente
eliminado pelos dados experimentais atuais.
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Figura 4.4: Valores para m; € myo em funcdao de mg . Os resultados foram obtidos
utilizando-se o programa SuSpect [32].
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Figura 4.5: Valores para mj; e m,o em funcao de tanf . Os resultados foram obtidos
utilizando-se o programa SuSpect [32]

Para os parametros da Figura 4.3, podemos calcular o valor de |u| através da imposicao
da quebra eletrofraca. Neste caso temos |u| = 526.9 GeV, valor préximo de mg. Como pode-se
ver nas Figuras 4.6 € 4.7, 1 € aproximadamente constante para todo o espaco de parametros
(impondo-se a quebra eletrofraca). Porém, por ser um parametro supersimétrico, espera-se
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que p reflita a escala supersimétrica. Ou seja, € natural supor que p ~ Mgyr > 500 GeV.
Mas, como discutido na Secdo 3.3.2 e mostrado nas Figuras 4.6 e 4.7, € essencial que o
parametro p seja ordem dos demais parametros soft (neste caso ~ 500 GeV) para que ocorra
a quebra eletrofraca com valores aceitaveis de m,.
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tanB=30, A;=0

3000 i
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2000 — - —

Massas (GeV)

1000 — 7 —

| | | |
00 1000 2000 3000 4000 5000

mo (GeV)

Figura 4.6: Valor do parametro ; € da massa do escalar de Higgs pesado (H) em funcao do
parametro mg . Os valores foram obtidos utilizando o programa SuSpect [32].
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Figura 4.7: Valor do parametro i € da massa do escalar de Higgs pesado (H) em funcao do
parametro tan(. Os valores foram obtidos utilizando o programa SuSpect [32].

Como o parametro p € praticamente constante quando evoluido pelas RGEs, a unica
maneira de gerar y ~ mg na escala eletrofraca é ter y ~ my na escala GUT. Para tal é
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comum impor que ; também seja gerado através da quebra espontanea de supersimetria.
No mSUGRA, isto pode ser resolvido facilmente se incluirmos acoplamentos do tipo:

1 ~ 1
K|y = MiPP[‘I)HquHf — T[Pp<f‘i>>huhd

6F;L£<23)> ~ m2.

resultando em y = I’V”T‘ip ~ myg, ja que (fz) = ( 99

4.2 Quebra Mediada por Interacoes de Gauge

Nos modelos do tipo SUGRA, apesar de haver quebra espontanea de supersimetria, os vin-
culos entre as massas escalares provenientes de STr(m?) = 0 sdo evitados abrindo-se méo
da renormalizabilidade. Como estes vinculos sdo derivados da lagrangeana supersimétrica
(renormalizavel) em nivel de arvore, eles também podem ser evitados se a quebra esponta-
nea no MSSM s6 ocorrer através de correcoées quanticas. Isto pode ser realizado se incluir-
mos novos supercampos (®, ) que nao sejam singletos sob o grupo SU(3) x SU(2) x U(1).
Desta forma a quebra no setor escondido pode ser transmitida através das interacées de
gauge, compartilhadas pelo setor mensageiro e os campos do MSSM. Em geral assume-se
que ¢ e ) pertencam a uma representacao vetorial (e sua adjunta), de tal forma que estes
campos possuam termos de massa muito acima da escala eletrofraca e ao mesmo tempo
nao alterem a unificacdo das constantes de acoplamento a altas energias. Além disso,
assumiremos o seguinte termo de interacao entre o setor escondido (S) e o mensageiro:

Frs = A5, ®,,
Apo6s a quebra espontanea de simetria, temos:

(fs) = fo € (¢ps) = do, com fy, ¢g # 0

onde fs e ¢g sdo as componentes f e escalar do supercampo S. Neste caso, as compo-
nentes escalares (¢,,,$,) € espinoriais (Y,,X») dos supercampos ®, ® possuirao as seguintes

matrizes de massa: )
0 Fms(¢£)a fO)

a(g'll 8&771

(m%) — |)\n¢0|2 f0>\n
¢ ff)k)‘jz ‘/\n¢0|2

A diagonalizacdo da matriz de massa para os escalares resulta em dois auto-estados com

(mf()"m = = A 900mn (4.11)

as massas:
M3y = [Angol® £ | fonl (4.12)
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Para que as massas acima sejam positivas, ¢, e fo devem satisfazer:

|)\n¢0|2 > |f0| (413]

Note que para os campos mensageiros o supertraco das massas deve ser nulo, ja que nao
ha quebra de supersimetria por termos de Fayet-Iliopoulos e que a quebra espontanea de
simetria ocorre em nivel de arvore. De fato, termos:

M7 + M3 —2m% =0

Devido a falta de um termo de interacao direta entre o setor escondido e o visivel, este ul-
timo nao sente os efeitos da quebra espontanea de simetria em nivel de arvore. No entanto
correcoes quanticas permitem que os efeitos da quebra no setor escondido sejam trans-
mitidos para o setor visivel através do setor mensageiro. Esta transmissao s6 € possivel
através dos bdsons de gauge e gauginos, ja que estes sdo os Unicos campos comuns entre
o setor mensageiro e os supercampos do MSSM. As interacoes entre o setor mensageiro e
0s gauginos ocorrem através de termos do tipo:

O (55T + gWTsq + ¢ BT %

onde §, W e B sao os gluinos, winos e bino do MSSM e T,E") € a representacao do grupo de
gauge (k =1,2,3, para U(1), SU(2), SU(3), respectivamente) a qual pertence os supercampos
®,. Estas interacoes geram as seguintes correcoes para a massa dos gauginos (ver Figura
4.8) [9]:

4 2
B = 3 ) @), [ L _ 9k e Ifol 1fol
MA — gk(TkA )”(TkA )jz/ (27T)4Zn(Q) - 167’[’2 — Tr[TkA ]|¢0|g(|An||¢0‘2)

n

onde

9(2) = o[+ 2)in(1 +2) + (1 - )in(1 — )] (4.14)

e MXC) ¢ a massa do gaugino A pertencente ao grupo k. Assumindo que os geradores de
cada grupo estdo normalizados, ou seja, Tr[T\ YT\ = N\ 6,5, temos:

2
M‘E‘k) _ Y9 N(")‘f0| ( ‘f0| )

= g
1672 2<% [

|)‘7LH¢0|2

Ou seja, as massas dos gauginos sao degeneradas entre gauginos do mesmo grupo (o que
€ esperado devido a simetria de gauge).
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Figura 4.8: Alguns dos diagramas de 1-loop e 2-loop que geram massas para 0s gauginos e

sférmions no mecanismo de GMSB
De maneira analoga, as massas dos sférmions do setor visivel sofrem correcoes devido a
suas interacdes com os gauginos, através de diagramas de 2-loop® (ver Figura 4.8). Como
estas correcoes devem ser proporcionais as massas dos gauginos (pois, no limite supersi-

métrico, M4 = 0):
dq 7 -
me = 3T [ @MY = 3 (P IRN [ atallo
k.l n,k,l

onde Tj; sao os geradores das representacdes dos sférmions e todos os fatores nao triviais

do loop foram absorvidos em f[n. Para as representacées do MSSM temos [9]

il 3
SU(Q) - Z(Tgl)aa = (55)% = 1
1
NPT 4
SU(3) — Z(T??l)aa = Z(??)aa -3
l c=1
Y2
u() — Z(Tfl)aa = (T)aa
1
© /d4qﬂ (0) 2| fol? £ | fol )
T 002 alléol?
onde ) )
f(m):%[ln(1+x)—2Li2(1+ )+ Lzz( —)l+e e —a (4.15)
¢ . Y In(1— 1)
Liz(y) = _/o —

5Note que as massas quadradas dos sférmions sao geradas em 2-loop, de tal forma que os gauginos e sférmions

tém massas da mesma ordem.
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Figura 4.9: Grafico das funcées f(x), g(x) e g(z)/+/ f(z), conforme definidas nas Eq.(4.15) e
(4.14).

As funcgédes f e g estdo mostradas na Figura 4.9, onde pode-se ver que f e g sO se
distanciam de 1 para = > 0.8, ou seja, para fy ~ ¢3. Por conveniéncia define-se:

M, ZN(n)'fO |f0| )

60" TrulTooT
e
=15 PZ n)fmlﬂow
Assim:

My =

16 2 (Tlgl)aami

Ou seja, os parametros (£)?M;, e (:)?m,, fornecem as escalas tipicas para as massas dos
gauginos e dos sférmions. Comparando estas escalas, obtemos:

ME ZNn)g

Mas, da Figura 4.9:

1< <1.65

:\/W< <165\/ZT

[ fol
Anlldol?

5 &

Logo o efeito do aumento da razao | € simplesmente aumentar as massas dos gluinos

121



e reduzir a dos sférmions. Assumindo f = g =1 (ou fy < ¢3) € definindo M = % obtemos

os seguintes termos soft:

2 2 2

2 2 9s 24 ) 9~ 23 \(n) 97 a1 2 )
=2M 5 _)2_N. ——)*—N. —Z _)¥(=)°N.

mly = 2 Ll PN + () TN + (g PPN

2 _ 92 g; N 9” 12,2 27 (n)
md = 22 (2 SN + (PG PN

1672 1672
2 2
g 3 n g 1 n
mi, = 2M Y (55 —5)" TN+ () (5PN

% = 2002 (2N

_ 9" (n)
My = <M zﬂ: Ny

2
_ 9 (n)
My =z M En NS

2
_9s (n)
M; = 167T2Mzn:N3

onde a soma é sobre as representacées do setor mensageiro (®,) e os termos soft seguem a
notacao da Eq.(3.9).

Em geral, a introducao de campos mediadores em representagcdes quaisquer do grupo
de gauge do MSSM influi na evolucao das constantes de acoplamento para altas energias.
Como resultado, a unificacao das mesmas na escala de Grande Unificacao é perdida. Por-
tanto é comum impor que o multipleto dos campos mediadores forme uma representacao
completa de um tnico grupo de gauge G, que € o grupo da GUT. Desta forma, mantém-se
a unificacdo das constantes de acoplamento para altas energias e, consequiientemente:

3 ng”) =S N =3 N =N

ja que todos os geradores pertencem a G. O fator multiplicativo na frente de Nl(") se deve
ao fato de que a definicao usual de hipercarga do Modelo Padrao possui uma normalizacao
diferente da dos geradores do SU(3) e SU(2). Portanto, para que todos os geradores do
SU(3) x SU(2) x U(1) se unifiquem em um unico grupo de gauge, € necessario redefinir a
hipercarga, o que equivale a redefinir a constante de acoplamento ¢'.

Uma das grandes vantagens da quebra mediada por interacoes de gauge € que as massas
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s6 dependem dos numeros quanticos das particulas, ou seja, ndao ha distincdo de geracao.
Obviamente este resultado ainda € valido apés a evolucdo das constantes de acoplamento
de gauge para a escala eletrofraca. No entanto correcdes radiativas também possuirdo
contribuicées proporcionais a matrizes de Yukawa \,, A\q € \;, que sdo responsaveis pela
distin¢cao entre geracoes.

As massas dos dubletos de Higgs sao geradas de maneira analoga as massas dos sférmi-
ons. Como os supercampos H, € H; possuem 0os mesmos numeros quanticos (exceto pelo
sinal da hipercarga) do dubleto leptonico L, temos:

) 2 2 9% 123 97 o Lo nim)

min, =i, = 2003 [ G + () () N

Finalmente, como os acoplamentos trilineares s6 sao gerados em diagramas com 3 loops

e como tém dimensao de massa, estes representam correcdes de ordem superior para os

termos soft, portanto é comum assumir A = 0. Desta forma todos os termos soft sao dados
pelos parametros:

{M, my;, N, tanf e sinal de pu}

ja que, assim como na quebra via SUGRA, os parametros p € b podem ser eliminados
impondo-se a Eq.(4.8) e a Eq.(4.9). A inclusao da escala do setor mensageiro (mys) € ne-
cessaria, ja que € nesta escala que sao validas as relacdes de massa obtidas acima. Este
numero reduzido de parametros € resultado do modelo simples adotado para o setor men-
sageiro e o escondido.

Apesar de a escala do setor mensageiro ser um dos parametros livres do GMSB, é simples
obter alguns limites sobre a escala m),;. Das Eq.(4.11), Eq.(4.12) e Eq.(4.13) vemos que

mar ~ [Ango|l € M = |£Z|| < [Ando]
= M < my

Portanto, se m,; for pequeno temos necessariamente superparticulas leves. A Figura 4.10
mostra que devemos ter m,; > 50 TeV para evitar um neutralino e um béson de Higgs muito
leves. Por outro lado, para escalas muito elevadas de energia, efeitos gravitacionais se tor-
nam relevantes. Como estes efeitos aumentam a mistura entre geracdes e a probabilidade
de processos com violacao de sabor, € desejavel impor que as contribui¢coées provenientes
das interagdes com o gravitino sejam pequenas. Supondo que estes efeitos sejam proporci-

onais a % e impondo contribuicées inferiores a 0.1%, temos [11]:
E\Z—()' <107°M = |¢o| < 107°Mp ~ 10'* GeV
P
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Figura 4.10: Valores das massas do Higgs (k) do neutralino e do selétron mais leve (€) em
funcao da escala do setor mensageiro (mys), com N5 = 1, tanf = 15, p > 0e M = my;/2. Os
resultados foram obtidos através do programa SuSpect [32].

= ma = Ao < 10 GeV

Portanto, de maneira aproximada:
5x 10" GeV < my; < 10" GeV (4.16)

Justamente por permitir uma escala de quebra muito inferior 4 massa de Planck, mo-
delos com GMSB implicam em um gravitino leve. Como discutido na Se¢ao 4.1, a massa do
gravitino dependera dos vevs responsaveis pela quebra da supersimetria. Portanto, para
quebra mediada por interac¢oes de gauge:

Ou seja, em modelos com GMSB o gravitino € a superparticula mais leve. Porém, como
o gravitino s6 interage através de interacdes gravitacionais, pode-se supor que decaimen-
tos do tipo neutralino—gravitino sao fortemente suprimidos. No entanto, pode-se mostrar
[11, 15] que as interagdes entre o gravitino e as outras particulas sdo proporcionais a
1/(mgMp) ~ 1/ fo e, portanto, podem se tornar relevantes se a escala de quebra supersimé-
trica for pequena.
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4.2.1 mGMSB

O modelo realista mais simples com quebra mediada por interacoes de gauge € conhecido
como mGMSB e consiste nas simplificacdes descritas anteriormente, assim como a supo-
sicdo de que os campos mensageiros formam uma representacao vetorial do grupo SU(5).
Desta forma preserva-se a unificacdo das constantes de acoplamento e tem-se N = Ns.
Logo o espaco de parametros do mGMSB ¢é dado por:

{M, mys, N5, tanf e sinal de pu}

Na escala do setor mensageiro (my,) temos as seguintes condi¢coes de contorno:

2 2 /2
2 2 gs 24 g 23 g 2 Y 99
2 _ o2 N[(-Is 22T, °T Ly22
My (for2) 3T+ (352) 12+ (162) (5)73]
i z
M, = MN,e A= 4.17
B = em2 M Nk € 0 (4.17)

onde, na Eq.(4.17), m; sao as massas dos sférmions, M, dos gauginos, 7; = 0(1) para
singletos (ndo singletos) sob o grupo i, Nj, = N5 para os grupos SU(3) e SU(2) e Nj, = 5N;
para U(1).

O valor de N5, que € basicamente o namero de pares (®,,, &)n) no setor mensageiro, esta
limitado pela imposicao de que o regime perturbativo seja mantido até a escala GUT. Como
o aumento de N5 resulta em um aumento do valor de g e ¢’ para altas energias, obtém-se
9, 11]:

9 (Mgur)

<1l=N;5;<5
47

Desta forma podemos ter no maximo cinco pares (i),(i)) na representacao fundamental (5 x
[5+ 5]) ou um par de decupletos e dois pares na representacao fundamental ([10 + 10] + 2 x
[5 + 5]).

Como discutido anteriormente, as condi¢cées de contorno da Eq.(4.17) devem ser evolui-
das da escala m,; até a escala eletrofraca para que seja possivel uma analise fenomenolo-
gica. No entanto, como m,; pode estar apenas algumas ordens de grandeza acima da escala
eletrofraca, os efeitos da evolucao serdo muito menores do que no modelo mSUGRA. Como
mostrado na Figura 4.11, apesar de termos my, = my, na escala do setor mensageiro e esta
ser muito menor do que a escala GUT, ainda € possivel obter a quebra eletrofraca radiativa.
Isto se deve ao acoplamento com os stops, pois [11]:

dm¥; 3

Como os stops ja sao muito mais pesados que os Higgs na escala m,s, temos que my, se
torna rapidamente negativa.
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Figura 4.11: Evolucédo de alguns parametros soft (plotados como sinallm?, ;] x \/|m2, )

para o modelo mGMSB com tanf = 3, my; = 5 x 10° GeV, M =4 x 10* GeV, N5 =1, u >0 e
me = 178 GeV. A regido mostrada representa energias de m,; até m,.
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Figura 4.12: Evolucao de alguns parametros soft (plotados como sinalm?, ] x \/ImZs 5

para o modelo mGMSB com tanf = 3, my; = 5 x 10° GeV, M =4 x 10* GeV, N5 =1, u >0 e
m; = 178 GeV. A regido mostrada representa energias de my, até m,.
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Figura 4.13: Espectro de massas para o modelo mGMSB (em preto, desprezando o gravitino
e a segunda geracao) com {sinal de u, my;, M, tanf, N5} = {> 0, 500 TeV, 120 TeV, 30, 1} e
com myep = 178 GeV. Para comparacao também estdo mostrados (em cinza) as massas da
Figura 4.3. Todos os valores foram obtidos através do programa SuSpect [32].

Das Figuras 4.11, 4.12, 4.1 e 4.2 vemos que os parametros soft obedecem aproximada-
mente a mesma hierarquia tanto no modelo mSUGRA como no mGMSB. Portanto € possivel
gerar espectros semelhantes para os dois modelos. A Figura 4.13 mostra um possivel es-
pectro para o mGMSB, onde os parametros foram ajustados de tal forma a gerar massas
para os sléptons semelhantes as da Figura 4.3. Apesar de os sléptons, neutralinos, chargi-
nos e escalares carregados possuirem praticamente a mesma massa nos dois modelos, no
mGMSB a diferenca entre as massas dos squarks e sléptons é bem maior do que no mSU-
GRA. Portanto, se fixarmos as massas dos squarks nos dois modelos, teremos sléptons
mais leves no mGMSB.

Até agora o termo soft b (ver Eq.(3.9)) foi ignorado. Por ser gerado em diagramas de
2-loop, o termo b pode ser considerado nulo na escala mj;. Com relacdo ao parametro p,
por ser um parametro supersimétrico, € natural assumir p ~ mjy,. Em modelos GMSB, esta
diferenca de escalas entre b, 1 e os demais parametros soft esta diretamente relacionado
com o Problema p discutido anteriormente (ver secoes 3.3.2 e 4.1.1). De maneira analoga
ao que foi discutido na Secéo 4.1.1, para que a quebra eletrofraca ocorra na escala GeV, é
necessario que p e b sejam da ordem dos demais parametros soft (ver Figuras 4.6 e 4.7). A
imposicado da quebra eletrofraca permite calcular os valores de p e b através da Eq.(4.8) e
da Eq.(4.9). Para realizar uma comparacao entre os valores "naturais” (u ~ my; e b = 0) e
os exigidos pela Eq.(4.8) e Eq.(4.9), € necessario evoluir todos os parametros para a escala
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eletrofraca, onde esta comparacao deve ser feita. A Figura 4.14 mostra a discrepancia entre
os valores "naturais” e aqueles calculados pela Eq.(4.8) e Eq.(4.9). Como esperado, eles
diferem de algumas ordens de grandeza.

1)(108 T T T T T T T

1x10°

b=0(M=0.1m,)

b=0(M=0.01m,

xi0'- T =

Parametros (GeV)

2
1x10
30x10°  6.0x10°  9.0x10°  12x10°  1.5x10  1.8x10°

m,; (GeV)

Figura 4.14: Valores dos parametros p e b (linha cheia) na escala eletrofraca impondo
uw=my €b=0 (em my) e dos mesmos parametros impondo-se a quebra eletrofraca na
escala GeV (linha tracejada) em funcado de mj,. As curvas foram calculadas para dois
diferentes valores de M (M = 0.1my; € M = 0.01my,). Assumiu-se tanf =30, N5 =1 e u > 0.

Assim como no mSUGRA, podemos tentar obter um valor de p razoavel supondo que o
termo pe g Ho H, 5 seja gerado através da quebra de supersimetria no setor escondido, assim
como o termo soft b. Isto pode ser feito supondo o seguinte acoplamento no superpotencial:

Wls = aphu(SHHY) 5
este termo pode ser reesctrito como:
Ws = caphufshih + eaphuds(HHY )

onde fs € ¢g sao as componentes f e escalar do supercampo S, respectivamente. Como
(ps) = ¢o € (fs) = fo, comparando os termos acima com os termos p e b, temos:

p=Audo € b= XAy fo
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Portanto, se impusermos p na escala dos demais parametros soft:

2 2 2
Ik gx | fol gx  |fol
P 16m2 1672 |go| T 1672 [go2 &
= b_ 1ol =M>1
©o ool

Ou seja, nao € possivel gerar termos ;. € b da mesma ordem. Logo, das Eq.(3.16) e Eq.(3.17),
obtemos uma massa para o béson Z em grande desacordo com os dados experimentais.
Outro problema € a necessidade de uma constante de acoplamento ), extremamente pe-
quena, o que nao € natural. Portanto a solucado para o problema ;. em modelos com GMSB
nao ¢ facilmente implementada, como no mSUGRA. Algumas extensées do mGMSB assu-
mem um superpotencial com mais supercampos S € novos acoplamentos, visando reduzir
o valor de b. Em geral, isto € possivel se b s6 for gerado em ordens superiores. No entanto,
para que isto ocorra novas simetrias discretas ad hoc devem ser impostas.

4.3 Vinculos Experimentais

Como discutido anteriormente, para que o Problema de Hierarquia seja resolvido pela su-
persimetria, as superpaticulas devem possuir massas inferiores a ~ 10 TeV. Portanto, nos
ultimos anos diversos grupos tém buscado sinais de superparticulas em aceleradores. Até
agora nenhum sinal positivo foi encontrado e os principais vinculos foram obtidos pelos
experimentos ALEPH, DELPHI, L3 e OPAL [33, 34, 35], no LEP 2 e pelas colaboracdées CDF
e D@ do Tevatron [36, 37].

A busca por superparticulas envolve analises dos novos processos permitidos pelo MSSM
e dos respectivos backgrounds do Modelo Padrdao. Em geral, estas analises assumem a con-
servacao de Paridade R, que implica a producéo de pares de superparticulas e a estabilidade
da superparticula mais leve (LSP). Logo, a principal assinatura de supersimetria € a falta de
uma grande quantidade de momento transversal, carregado pela superparticula mais leve,
que normalmente néo € detectada (ja que na maioria dos casos a LSP é o neutralino ou o
gravitino).

Como citado na Secao 3.4.5, além dos vinculos obtidos de buscas diretas, o espaco de
parametros do MSSM também pode ser vinculado através de processos presentes no Modelo
Padrao, mas que recebem contribuicdes significativas das novas interacdes presentes no
MSSM. A seguir apresentaremos alguns dos vinculos sobre o espaco de parametros do
MSSM, baseado no modelo mSUGRA. Os resultados apresentados aqui foram extraidos das
referéncias [38, 39, 33, 40].

De acordo com a Secao 4.1.1, se assumirmos o modelo mSUGRA com p > 0, temos um
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espaco de parametros 4-dimensional:
{mo, Ao, tcmﬂ, M1/2}

Porém, pequenas mudancas nos parametros do Modelo Padrao podem alterar de maneira
significativa os resultados. Logo, em muitas analises fenomenoldgicas é comum permitir
que alguns parametros do SM variem em torno do valor experimental. Normalmente o para-
metro mais relevante € a massa do quark top (m;), jA que este afeta de maneira significativa
a evolucao dos parametros soft e as correcoes radiativas do Modelo Padrao. No entanto, em
alguns casos também sao relevantes os seguintes parametros [39]:

{mb(mb)’ a(mz)’ as(mz)} (418)

onde my(my), a(m,) e as(m,) sdo a massa do quark bottom, as constantes de acoplamento
eletromagnética e a constante de acoplamento forte calculados nas escalas de energia in-
dicadas através do esquema de renormalizacao MS (modified minimal subtraction [6]). A
Tabela 4.1 mostra os valores destes parametros e seu erro experimental.

| Parametros do SM | Valor Médio [ Desvio |

me 1727 GeV | 2.9 GeV
my(my) 424 GeV | 0.11 GeV
s (m.) 0.1186 0.002
1/a(m.) 127.958 0.048

Tabela 4.1: Valores experimentais de alguns dos parametros do Modelo Padrao e suas
incertezas [38].

A Tabela 4.2 exibe os principais limites para as massas das superparticulas, proveni-
entes dos experimentos do LEP 2 e do Tevatron. Como visto na Figura 4.15, estes limites
podem ser relaxados para algumas regides do espaco de fase. A massa do selétron, por
exemplo, pode ser inferior 4 100 GeV caso o neutralino e o selétron tenham praticamente a
mesma massa. No entanto, assumiremos aqui que os vinculos da Tabela 4.2 sao validos.
Como esperado, os vinculos mais restritivos sdo sobre as superparticulas que interagem
fortemente (gluinos e squarks), enquanto os vinculos mais fracos sao sobre as particulas
neutras, que s6 interagem fracamente (neutralinos).
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| Superparticula | Limite Inferior |

L 50 GeV
X7 103.5 GeV
€1 100 GeV
i 95 GeV
1 87 GeV
v 94 GeV
t 95 GeV
bl 95 GeV
iy, 1, dy € 5 318 GeV
g 233 GeV

Tabela 4.2: Limites inferiores para algumas das massas das superparticulas, com 95% de
C.L., obtidos pelos experimentos LEP 2 e Tevatron [38].

ALEPH q— qx
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0 1004 Selectrons o ‘] X%
> | ALEPH : B o
&) 504 [ 1 Observed “‘f o
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= . g = =
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z 40

tan 3 =2

20 :
1L =-200 GeV/e

Excluded at 95% CL ‘ i
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Selectron mass (GeVﬁcz) gluino mass (GeV/c")

Figura 4.15: A esquerda, curvas de exclusdo (com 95% C.L.) no plano mg, —myo para buscas
diretas no LEP. A linha tracejada vertical mostra a regiao acessivel ao LEP 2 (/s = 209 GeV),
enquanto a linha tracejada diagonal delimita a regiao na qual o neutralino é a LSP [33]. A
direita, curvas de exclusao (com 95% C.L.) no plano mg3 —m; para buscas diretas de squarks
no LEP e no Tevatron [40].

Os vinculos da Tabela 4.2 podem ser reescritos para os parametros do mSUGRA. A
Figura 4.16 mostra a regido permitida no plano my — M, /, para dois valores de tan(3.
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Figura 4.16: Regiao excluida no plano mq = M, para tanf = 10 e 30. As linhas tracejadas
indicam as regioes excluidas para Ao =0 e 4y = —1 TeV [40].

Os limites mostrados na Figura 4.16 podem ser melhorados se considerarmos as contri-
buicdes do MSSM para outros observaveis, como o0 momento magnético anémalo do muon
(a, = (9. — 2)/2). A precisao experimental para a, € de cerca de 10 digitos e portanto € ex-
tremamente sensivel a correcoes radiativas que possam incluir particulas supersimétricas.
O valor medido experimentalmente € [24]:

affp = (11659208 + 6) x 10710 e/2my,
Ja a previsao tedrica do Modelo Padrao € [41]:

SM _
ap™ = (11659184 £ 8) x 10~ ¢/2m,,

Portanto:

as™ —ai™M = Aa, = (24£9) x 10710 ¢/2m,,

Ou seja, as contribuicdées do MSSM devem ser:
SapS5M <20 x 10710 e/2m),

0 que pode ser usado para limitar o espaco de parametros do mSUGRA.
Também ¢é possivel vincular o mSUGRA utilizando medidas de precisdo para massa do

boéson V. Esta pode ser calculada teoricamente usando os valores experimentais para a
constante de Fermi (G) e a massa do Z [42]:

GF 62
e — gy
V2 Smg(l—%)( )
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onde Jr representa correcoes radiativas. O valor experimental possui uma precisdo de
aproximadamente 0.04% (m.,, = 80.403+0.029 GeV [24]), ou seja, de 29 MeV. Ja as incertezas
teoricas sao dominadas pelo erro experimental da massa do quark top e sao estimadas em
~ 13 MeV, o que ainda nos possibilita excluir contribuicoes do mSUGRA acima de 40 MeV.

Além dos observaveis citados acima, analises fenomenolégicas normalmente incluem
ainda a massa do Higgs (my), o seno de Weinberg efetivo (sm296f t) e os braching ratios
BR(Bs; — X4v) € BR(Bs — ptu~) [43, 44, 45, 46, 42]. Nos ultimos anos todos estes vinculos
tém sido utilizados para calcular quais pontos do espaco de parametros do mSUGRA sao
favorecidos pelos dados experimentais. Usualmente as analises sdo feitas fixando-se dois
ou trés parametros e variando os demais. No entanto, trabalhos recentes [39, 38] utilizam
algoritmos MCMC (Markov Chain Monte Carlo) para varrer simultaneamente todo o espaco
de parametros. Desta forma, os resultados podem ser apresentados marginalizando-se
todos os parametros, exceto os de interesse.

Seguindo a referéncia [38], apresentaremos alguns mapas de likelihood para o espaco
de parametros do mSUGRA através de uma varredura realizada com o algoritmo MCMC.
Além dos parametros do mSUGRA também foram consideradas variagées nos parametros
do Modelo Padrao listados na Eq.(4.18). Para tal assumiu-se uma likelihood gaussiana sem
correlacdo entre os parametros. Os parametros do mSUGRA e do Modelo Padrao foram
variados nos seguintes intervalos:

{50 GeV, —7TeV, 2, 50 GeV} < {mq, Ao, tanf, My 5} < {4 TeV, 7 TeV, 62, 4 TeV}  (4.19)

{1275, 0.10} < {1/a(m.), as(m=)} < {128.5, 0.13}
{160 GeV, 4 GeV} < {my, my(ms)} < {190 TeV, 5 TeV} (4.20)

A Figura 4.17 mostra os mapas de likelihood para o mSUGRA, onde foram levados em
consideracdo os dados experimentais de todos os observaveis citados acima e os vinculos
proveniente de medidas cosmolégicas para a densidade de matéria escura®. A analise pode
ser transformada diretamente em um mapa de probabilidades relativas para os parametros
do mSUGRA, se assumirmos uma probabilidade a priori constante para os intervalos da
Eq.(4.19) e da Eq.(4.20). Todos os parametros que nao aparecem nos eixos (incluindo as
incertezas nos parametros do SM) foram marginalizados.

6Aqui assume-se que o neutralino seja o responsavel por toda a densidade de energia associada a matéria
escura. Os resultados apresentados podem ser alterados se esta hipétese for modificada.
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Figura 4.17: Mapas de likelihood para os parametros do mSUGRA construidos utilizando-
se o algoritmo MCMC. As curvas interna e externa representam as regides com 68% e
95% de probabilidade total, respectivamente. A escala de probabilidades relativas esta
representada a baixo, onde assumiu-se probabilidades a priori constantes para todos os
parametros [38].

Como visto na Figura 4.17, o ponto de maior probabilidade para os parametros mg e
M,/ (marginalizando os demais parametros) €:

{mo, My 5} = {0.8 TeV, 0.7 TeV}

Além disso, vemos que valores de M/, maiores que 1.5 TeV sao fortemente desfavorecidos.
Ja a regidao de 95% C.L. (na primeira figura) se estende até my = 4 TeV, que € o limite
superior imposto pelo a priori. Ou seja, os dados experimentais nao sao suficientemente
precisos para restringir significativamente m, e o limite superior obtido é simplesmente o
resultado da escolha do a priori.

Por outro lado, o parametro Ay demonstra claramente um maximo concentrado em torno
de 0.8 TeV, que é praticamente independente dos demais parametros. Isto mostra como
neste caso os resultados experimentais sdo suficientes para restringir o valor de 4, inde-
pendentemente da escolha do a priori. As duas ultimas figuras demonstram claramente
que os dados experimentais preferem um valor de tang préoximo de 60 (como discutido na
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Secao 3.3.2), ja que neste caso temos um Higgs mais pesado.

Os vinculos experimentais apresentados até aqui correspondem aos resultados do LEP e
do Tevatron, além de medidas de precisao e de processos com violacao de sabor. As energias
maximas alcancadas foram /s = 0.209 e 2 TeV para o LEP 2 e o Tevatron, respectivamente.
Como visto, com estas energias foi possivel excluir superparticulas com massas inferiores
a ~ 100 GeV. No entanto, como discutido na Secédo 3.1, andlises de ajuste fino sugerem
um limite superior de alguns TeV para as massas das superparticulas. A partir de 2008
o Large Hadron Collider (LHC) entrara em funcionamento com uma energia maxima no
centro de massa de 14 TeV, o que possibilitara investigar uma regiao bem mais ampla de
massas [47]. A Figura 4.18 mostra a regiao do plano mg — M/, coberta pelo LHC apés uma
luminosidade total de 100 fb™'. A regiao excluida para mg ~ 0 corresponde a um stau como
a superparticula mais leve, o que esta excluido pelas observacdes cosmolégicas. Ja a regido
a direita esta excluida por ser inconsistente com a quebra eletrofraca. Os limites de busca
direta mostrados na Figura 4.16 estao representados pela regiao cinza.

1500 ; 1500
1400 i 1400
1300 5 1300
1200 \LHC 1@0@1} 1200 G ( mﬂﬂji)
1100 1100
1000 1000
= 900 Ao - = 900 b
_\:?.Ir 800 H—lﬁ\\\\ m(g)=2 Tel’ ‘\:{ $00 i mig)e2 TeV
2700 2700
= 600 = 600
500 500
400 400 (u,)=2 Te L
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Figura 4.18: Regiao do mSUGRA investigada pelo LHC ap6s uma luminosidade integrada
total de 100 fb~', o que equivale a alguns anos de funcionamento. Na figura da esquerda
assumiu-se tan = 10, Ap = 0 e x> 0, enquanto na figura da direita tan =52, Ag=0e >0
[48].

A comparacéao entre as Figuras 4.16 e 4.18 nos permite ver como o LHC ampliara de ma-
neira muito significativa a regido de parametros verificada experimentalmente. No entanto,
até que ponto podemos afirmar que o LHC pode excluir o mSUGRA? O tunico argumento
para o MSSM na escala eletrofraca é o Problema de Hierarquia, que se baseia em uma
analise de ajuste fino. Portanto, mesmo que nenhuma superparticula seja detectada no
LHC, isto obviamente nao exclui o mSUGRA, mas este pode deixar de ser uma solucao para
o Problema de Hierarquia. A Figura 4.19 mostra a relacao entre o plano mg — M;/; € 0
ajuste fino necessario para estabilizar a escala eletrofraca. Para o calculo do ajuste fino foi
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utilizada a expressao [19]:
dlnm?

dlna |
onde a sao os parametros do mSUGRA. Os valores mostrados na Figura 4.19 se referem
a ¢ = max{c,}. Apesar de ndo existir um consenso sobre qual a quantidade maxima de

Cq = |

ajuste fino aceitavel, alguns autores utilizam ¢ < 50 para impor limites as massas das
superparticulas [49, 19]. Portanto, como mostrado pela curva tracejada, se nos primeiros
anos de funcionamento nao houver nenhum sinal positivo para o mSUGRA, o ajuste fino
necessario para que a escala eletrofraca seja da ordem de 100 GeV excedera em muito o
limite ¢ = 50. Por este motivo muitos consideram o LHC como o experimento decisivo para
o MSSM, se este pretende resolver o Problema de Hierarquia.
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Figura 4.19: Analise de ajuste fino no LHC para tang = 10, Ay = 0 e 4 > 0. As linhas brancas
mostram isocurvas de ajuste fino, enquanto a linha tracejada mostra a regido coberta pelo
LHC ap6s uma luminosidade total de 10 b, o que equivale a um ano de tomada de dados
com uma luminosidade de 1033 cm—2s~! [49].
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Conclusao

Assim como todas as teorias de sucesso, o Modelo Padrao deve ser encarado como uma
teoria efetiva valida em uma determinada escala de energia. Conforme discutido na Secao
3.1, argumentos de ajuste fino sugerem que este limite de validade seja a escala multi-TeV.
Pela primeira vez desde a proposta do Modelo Padrao, estamos proximos de atingir esta
escala com a proxima geracao de aceleradores. No entanto, qual sera a teoria fundamental
da escala multi-TeV? Como vimos, modificar o SM ¢é extremamente dificil, devido ao seu
enorme sucesso experimental e aos poucos indicios experimentais para a fisica além do
Modelo Padrao.

Nas ultimas décadas (e em especial nos ultimos anos) surgiu uma grande quantidade
de possiveis extensdes do SM. A abordagem apresentada aqui se baseou em revisar os
fundamentos do SM, buscando possiveis generalizacdes. Como mostrado nas Secdes 2.1.2
e 2.1.4, a supersimetria € a simetria espacial mais geral possivel em quatro dimensoes,
0 que a torna uma das mais importantes possibilidades de fisica além do Modelo Padrao.
No entanto, uma andlise superficial sugere que esta € uma possibilidade remota. O MSSM
possui mais que o dobro de particulas do SM, incluindo uma enorme quantidade de campos
escalares. Nao existe nenhuma evidéncia da existéncia destas novas particulas ou mesmo
da existéncia de uma particula escalar. Além disso, a possibilidade de supersimetria ser
uma simetria exata da natureza implicaria selétrons na escala MeV e esta completamente
excluida. Portanto, a primeira vista, o MSSM aparenta ser uma teoria pouco provavel.

Porém, como vimos na Secdo 3.2.3 e nos modelos das secoes 4.1 e 4.2, a propria quebra
de supersimetria permite gerar massas para sférmions e gauginos muito acima das massas
de seus parceiros. Esta hierarquia de massas €é gerada naturalmente, como mostramos
explicitamente nos modelos mSUGRA e mGMSB. Além disso, estes mesmos modelos forne-
cem mecanismos para suprimir efeitos de violacdo de sabor e violacdode CP, que em geral
superariam em muitas ordens de grandeza os dados experimentais.

Apesar de ser fortemente vinculado pelos dados experimentais e por argumentos de na-
turalidade, o MSSM nos permite abordar uma série de questdoes que nao eram possiveis no
Modelo Padrao. Vimos que o potencial escalar do SM € naturalmente estabilizado em teorias
supersimétricas, desde que as superparticulas estejam na escala TeV. Como consequéncia
direta da introducao destas superparticulas obtivemos a unificacdo das constantes de aco-
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plamento de gauge com grande precisao, permitindo-nos estimar qual a escala de grande
unificacdo. Além disso, a evolucao dos parametros soft nos modelos mSUGRA e mGMSB
explica de maneira mais satisfatéria a quebra eletrofraca, ja que esta é gerada radiativa-
mente. Finalmente, a existéncia de um neutralino estavel (ou quase estavel) em modelos
com conservacao de Paridade R fornece um forte candidato para a matéria escura.

Porém, assim como o SM, o MSSM também esta longe de ser uma teoria definitiva e
deixa uma série de questoes em aberto: um novo problema de hierarquia € introduzido
com o parametro p. Por qué a violacdo de CP e sabor sao tao suprimidas? Até que ponto
a Paridade R pode ser considerada uma simetria exata? Como devem ser introduzidos os
termos de massa para os neutrinos? A maioria destas questoes exige um conhecimento
detalhado dos parametros soft, ou seja, do mecanismo de quebra de supersimetria.

Como mostrado na Secao 3.2.3, a parametrizacdo mais geral desta quebra, introduz
cerca de 109 novos parametros. Apesar de existirem algumas excecdes (como o limite
superior para a massa do Higgs), o grande numero de parametros torna o MSSM pouco
preditivo. O mesmo nao ocorre com o Modelo Padrao, onde, mesmo sem nenhum conhe-
cimento sobre a origem das matrizes de Yukawa, € possivel parametriza-las e manter a
preditividade do modelo. Logo, para reduzir o numero de parametros do MSSM, temos que
realizar suposicoes sobre escalas de energia muito acima da escala TeV, através da introdu-
cao de um setor escondido e mensageiro ou de supergravidade. Esta conexao entre a fisica
da escala TeV e a fisica de altissimas energias (que € invisivel no SM), pode ser vista como
uma grande vantagem do MSSM, pois nos permite ter acesso indireto a energias muito
além daquelas alcancadas em laboratoério. Portanto, com esta extensao do Modelo Padrao
na escala eletrofraca, adquirimos também informacdes indiretas sobre escalas de energias
proximas a escala GUT ou a escala de Planck.

Além de todas estas vantagens, talvez a caracteristica mais relevante do MSSM seja a
sua testabilidade na proxima geracao de aceleradores. Como vimos na Secao 3.1, apesar
de ser possivel gerar sférmions e gauginos com massas muito além de 1 TeV, para que a
supersimetria resolva o problema de hierarquia €é necessario que as particulas do Modelo
Padrao e suas superparceiras possuam diferencas de massa menores ou da ordem de 1
TeV. De acordo com os resultados apresentados na Secao 4.3, em apenas alguns anos o
LHC ja podera nos fornecer dados suficientes para verificarmos se o MSSM ¢ a solucao para
o Problema de Hierarquia.

Como discutido acima, se 0 MSSM for de fato testado e confirmado na proxima década,
uma série de novas questdes serdo abertas. Com o ILC sera possivel ter um conhecimento
parcial sobre o setor de quebra de supersimetria, o que permitira investigar indiretamente
escalas de energia muito além da escala TeV. Além disso, se os modelos do tipo SUGRA
forem confirmados experimentalmente, estariamos pela primeira vez obtendo evidéncias
indiretas de uma teoria efetiva para a gravitacdo quantica.
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Apéndice A
Notacao e Convencoes

A seguir apresentaremos algumas das convec¢des utilizadas neste trabalho, assim como a
relacdo entre espinores de 2 e 4 componentes.

Matrizes de Pauli e Matrizes Gama:

Utilizaremos a representacao quiral, onde temos as seguintes expressoes para as matrizes

ok, vy e 75:

sendo

a0 1) el qu' egs_ (10
10 i 0 0 -1

Além disso, adotamos a seguinte métrica:

1 0 0 0
=g 0 -1 0 0
m 0 0 -1 0

0 0 0 -1

A.1 Espinores

Como em modelos supersimétricos os espinores fundamentais (presentes nos supermul-
tipletos) sdo 2-espinores (com apenas duas componentes), é conveniente trocar a notacao
usual (em termos de 4-espinores) para uma notacdao baseada em 2-espinores. A seguir
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listaremos algumas das propriedades destes 2-espinores e como estas se relacionam com a
notacao usual, em termos de espinores de quatro componentes. Assumiremos a represen-
tacado quiral das matrizes v, ja que esta € a representacdo mais natural para a definicao
dos 2-espinores.

As transformacées (infinitesimais) de Lorentz dos espinores com duas componentes é
dada de acordo com a seguinte convencao de indices:

N
0.

Indice Inferior: x, — Espinor left-handed = Y/, = (1 +i % + ﬁ.%)xa

Indice Superior: y* — Espinor right-handed Conjugado = x'* = (1 —i

Indice Superior: x* — Espinor right-handed = y'* = (1+1i6 .2 — ﬁ.%))‘("’

Os diferentes tipos de espinores acima se relacionam pelas seguintes transformacoes!:

Xa = eabXb sy Xa = eabXb

- R ab -

Xa =e€;X + X" =€e"X;

onde

. 0 -1
€ab — 6{1[) = —109 = 1 0

Usando os 2-espinores left-handed e right-handed e seus conjugados podemos construir

Uy = ( :gz ) (Dirac)
Uy = ( )EZ ) = < X:* > (Majorana)
X X

ja que nesta representacao a conjugacao de carga ¢ definida como:

—ig2
G = —i(*) v —( Y ) b= ( v )
10 0 X

= U, =) eV £T),

os seguintes 4-espinores:

1A notacao introduzida aqui para 2-espinores também é usada para os parametros das transformacées super-
simétricas (04, 0}).
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Produtos Invariantes

Usando as transformacdes dos 2-espinores, vemos que os seguintes produtos sdo invarian-
tes de Lorentz:

XE = X%a = e xpés = X261 — X1&2
PE = at® = e, e = ple? — y2¢l

Com todas estas definicoes é facil reescrever qualquer quantidade em termos de 4-
espinores ou 2-espinores. Para os termos de massa de Dirac, por exemplo:

A.2 Identidades

A seguir apresentaremos algumas identidades uteis para a manipulacao de 2-espinores e
de variaveis de Grassmann:

0°0° = — =00, 0,0, = %eabﬂﬁ
A TR 1
040" = 3¢ °00, 0,0; = — 5l
a(09) 2(09) _0(00) .
=20, ——t = —20,, —— = 20°
00 dha 90,
actl = —0c"a
0_20_;1,0_2 _ _eabagbei)d — (6_p,T)n,{1,

Tr(c"a") = 2g"¥
1
fo*00c"0 = 59999g‘“’

(fa) (00”5_) = — %990[{7"5—
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Apéndice B
Supermultipletos Massivos

A seguir, a partir da algebra supersimétrica serdo construidas os supermultipletos funda-
mentais para estados com massa.
Como mostrado na Secao 2.3.2, para particulas massivas temos que Q% € Q]:l aumen-
2

tam de % a componente z do spin, enquanto Q_% e QE diminuem de % Para construir os
2

supermultipletos devemos obter estados de spin total minimo e maximo, aplicando suces-
sivamente os operadores acima a um dado estado.
Para tal escolhe-se um conjunto de estados |j,0) (para o = —j,...j) de tal forma que

QLljo)=Q",lj0) =0 (B.1)
Isto é sempre possivel, pois para um estado qualquer [¢):
W) = QL Q" 1)

= Qi) =Q",[¥) =0
ja que {Q!, QZ} = 0. Além disso, se a Eq.(B.1) é satisfeita, entao, da Eq.(2.9):

-

. 1, .
Qijba O—> = 50-1)&@1“]5 J> =0

portanto os estados |j,0) (0 = —j,...j) sdo um conjunto que satisfazem a Eq.(B.1).
Sob rotagodes infinitesimais, temos:

(1+30.7) Qulji o) = (1L+i0.7) Qul1 = id.T)(1 +0.7)]j,0)
= @+ 17.Qul) (0.l 0) = 1+ 302)Qu (15l

= [1+i0.(56 + D7)] Qalj,0) (B.2)



onde Di é a representacao dos geradores J na representacao 2j + 1. Da Eq.(B.2) percebe-se
que Q,|j, o) se transforma de acordo com a representacdo produto j + %, ou seja [9]:

. o1 o1 o1 1
Qa|jao—> = Cj%(] + §,J+a;a,o)\] + 570-+a> +CJ%(] - §,J+a;a,0)|] - §’O'+CL> (BS]

onde C;.1(j’,0';a,0) € o coeficiente de Clebsch-Gordan para o acoplamento de duas particu-
las com spin j e % em termos dos estados com spins j' = j + % e o/ = o + a. Portanto, a

partir de |j, o) satisfazendo a Eq.(B.1), obtém-se os estados |j + 3,0'):
o1 1 .
lj+ §,O'> = ZCJ%(] + 5,0;&,0 —a)Qalj, o —a)
Os estados acima nao estao normalizados, ja que:

11 ‘ .
<]i§70|3i570>:<],U*G|Q2Qa‘%0*a>:2M

Portanto redefini-se:

1 1 1
i+ 500 = W;Cj%(ji§,U;G,U—G)Qa|j’0—a>

Aplicando-se novamente Q,:

QaQblj,0) = ear@1Q_1lj,0)

0 1
onde e¢ = ( Lo ) ja que {Q,,Q»} = 0. Como eabQ%Q_% representa um operador an-

tisimétrico e como este produto s6 pode resultar em duas representacoes: (0,0) (singleto)
ou (1,0) (tripleto), eabQ%Q,% € um escalar (momento angular total nulo), ja que somente
a representacao singleto é antisimétrica. Logo o produto Q,Qs|j, o) tera momento angular
total J =0+ j:

-

(14i0.7) Q1 Q_1lj,0) = (1 +i6.D7) ear@1Q_1lj,0)
Ou seja:
1 . .
meabQ%Q—%‘J7g> = |J7U>/

No entanto
Qalj o) =0 (B.4)

enquanto para o conjunto |j, o), satisfazendo a Eq.(B.1), temos a Eq.(B.3), que em geral é
diferente de zero. Logo |j,0)’ # |j, o). Portanto as relacoes de comutacao exigem a existéncia
de dois estados |j,0) de mesmo spin.
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A partir do estado |j,7)’ repete-se o procedimento para Q! sob a condi¢ao da Eq.(B.4):
Qilj,0) = —erQTQ 1Q_1lj,0)

Mas da Eq.(2.18):

2

R, Q1Q_1] =2M(5,1Q_1 —6,_1Q1) =2M > earQs
b

= Qllj, o) = eaQilio
b

ja que Q!|j,0) = 0. Usando a Eq.(B.3) normalizada:

. . ) 1
Qlli o) =Y earQolj, o) = V2M Y earCja (i + L0 +b;b,0)]j+ 5,0 +b)
b b

1
+v2 }:%¢7 a+bban — 50 +0)]

Aplicando Q novamente:
QZQZ‘% 0>/ = Z ebCQlQCUv U> = 2M€ba|jv U>

retornando, assim, para o estado inicial. Portanto, a partir de um estado |j) com autovalo-
res ¢/ =0 e |j)’ com autovalores ¢, = 0, obtém-se os seguintes estados:

, 1, = Q—1j)

—-Q—|jx

=@ty Z o
—-Q—0

N — Q2 — |§Y
7) = Q7 = 17) Qi

lj) = QT — 0

Usando os resultados anteriores temos que as relacoes corretas sao:

— 1 1 1
Qa‘j7g>: 2M[C%(]+2a+a;a7a)|j+§,0+a>—&-C'j%(j—§,U+a;a,o)\j—§,0+a>]
1 1 )
Qa|]ﬁ:§,o>:v2M;eaij%(jj:i,o;b,a—b)b,o—b)’

1
QT|]:I:70> V2MC;i(j+ 5,05a,0 —a)lj,o —b)
i 1 1 o1 1
Qhli) Zeab 10 o+b;b,a)|y+§,a+b>+cy%<y75,a+b;b,a>|yf§,o+b>]
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Apéndice C
Quebra Espontanea de Paridade R

Como discutido na Secao 3.2.1, o MSSM assume a existéncia de uma simetria R discreta
(Paridade R). O principal motivo por tras desta hipotese € a inibicao de processos que
levem ao rapido decaimento do préton. Caso a Paridade R nédo fosse imposta, teriamos os

seguintes termos adicionais no superpotencial do MSSM (ver Eq.(3.3)):
Fr = eaﬁ[(cl)ijka‘LfE,g + (Cd)ijkL?Qng + CiHSL?] + (Cu)iijicchDg (C.1)

Por violarem numero baridnico e leptonico, estes termos permitem processos tais como
p — et + 7% . Da Figura C.1 temos que este processo seria tipicamente proporcional a
(ca)itk(cu)11x. Pode-se mostrar [11] que para squarks na escala TeV e acoplamentos da
ordem de 107!, teriamos um tempo de decaimento do préton de ~ 107 s. Portanto o
presente limite experimental (1033 anos [24]) indica que os acoplamentos ¢4 ou ¢, devem ser
fortemente suprimidos.

@+

o
o

¢ (- 4
cl

w0

1

Figura C.1: Um dos processos que leva ao rapido decaimento do préton em modelos com
violacao de Paridade R.

A maneira mais simples de evitar tais processos € simplesmente supor que os termos
da Eq.(C.1) sao nulos, através da imposicdo de Paridade R. Porém, se apenas B (numero
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bariénico) ou L (niimero lepténico) forem conservados pelo superpotencial, temos ¢; = ¢, = 0
ou ¢ = cq = ¢; = 0, 0 que ja seria suficiente para impedir o rapido decaimento do préton!.
Portanto a Paridade R ndo é necessaria para satisfazer todos os vinculos experimentais.

Outro motivo para assumir quebra de Paridade R é a introducdo de massa para os
neutrinos. Caso estes sejam férmions de Majorana, teremos violacao de numero leptonico.
Modelos com quebra de Paridade R apresentam diversas alternativas para a geracao de
neutrinos leves.

Como a hipétese de conservacdo de Paridade R é muito importante para a fenomenologia
de producéo e decaimento de superparticulas, a possibilidade de violacdo de R tem sido in-
vestigada em diversos modelos. No entanto, os novos acoplamentos da Eq.(C.1) introduzem
cerca de 96 parametros reais no superpotencial (além dos novos termos soft). Além disso,
como vimos acima, alguns destes parametros devem ser arbitrariamente pequenos. Devido
a isto, na maioria dos casos, analises fenomenoldégicas assumem que os parametros sao
reais e que somente alguns deles sao diferentes de zero. Uma outra maneira de motivar
estas hipédteses € assumir que a Paridade R seja quebrada espontaneamente. Desta forma
apenas alguns dos termos de Fp seriam gerados.

Um dos modelos mais simples que possibilita a quebra espontanea de Paridade R ne-
cessita da introducao de um supercampo singleto ® (Rs = +1) e de trés pares de singletos
(Nic, S;) com numeros lepténicos (—1, 1) e Paridade R —1. Com estes novos campos, temos
os seguintes termos no superpotencial [50]:

Fpr = eapl(hoHEHY — €)® + HXLPh,N€] + ®NChS + MNCS + Mgd? + Ap®®

onde h, e h sdo matrizes 3x3. A quebra espontanea de R ocorrera se, no minimo do potencial
escalar, os campos 7, ¢, s ou ¢ possuirem vevs nao nulos. Comparando o superpotencial
acima com o da Eq.(C.1), seria gerado o termo:

F = cHYL] = HE L} (hy)i;(NY)

Enquanto os termos que violam nuimero barionico sdo nulos. Note que o superpotencial
Fpr introduz "apenas” 46 novos parametros supersimétricos e destes somente h,, (7F) €
(7;) comunicam a quebra espontanea para os campos do MSSM. Além destes parametros

temos ainda novos termos soft possiveis:

Lsott = Aphyhg + B — #°Ch,, — ¢7° Ds

—mg[7C[? = mls|* — m|gf?

onde C, D, mp € mg sao matrizes 3x 3 € s, ¢ sdo as componentes escalares dos supercampos

1 Apesar de outros processos onde ocorre violacido de niimero bariénico ou violacdo de ntimero lepténico tam-
bém vincularem os acoplamentos da Eq.(C.1), em geral estes limites sdo bem mais fracos.
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S e ®, respectivamente.

Devido ao grande numero de parametros, faremos algumas hipéteses sobre os acopla-
mentos e os termos soft, mantendo, porém, as principais caracteristicas do modelo. Pri-
meiramente assumiremos que todos os parametros sao reais e consideraremos apenas uma
geracdo de supercampos 7, 7¢ e s € de léptons. Os termos de massa MNYS e Mgs®2M, €
o termo A®? nido sao relevantes para a discussdo da quebra de Paridade R e serao despre-
zados. Com relacdo aos parametros soft, assumiremos condi¢cdes de universalidade tipicas
de modelos SUGRA (ver Secao 4.1.1), de tal forma que

A =amgho, B = bmg62, C =amgh,, D = amgh

2

em%:m%:mé:mg

Apesar destas condi¢oes s6 serem validas na escala de Planck, assumiremos que em baixas
energias apenas as massas soft diferirao de m,.
Adotando as simplificac6es acima, teremos o seguinte potencial escalar neutro:

V = |hos + hy vl |* + |hodhly |* + [hép |2 + |h, o by |2

+lhooh + phl — hy 97| + [hodhl, + phl)|* + |hohhG — hir¥s + €
+2mya(h¢p®s — hophdhG 4+ h,oChY) + (1 — a)phShd + (2 — a)e?¢]

7 (> +9?) .
+y mil)? + 5 (hal” = hgl* — [7%)”
7
~0
onde m; sdo as massas soft e ¢; sao todos os campos escalares neutros. A minimizagao do

potencial acima permite solucées onde os escalares 77, 7°, ¢ e s adquirem vevs nio nulos:
(7) = v, (79) = vr, (§) = vy € (s) = v,

Além disso, para algumas destas solucdes, os escalares de Higgs também adquirem vevs
possibilitando a quebra eletrofraca. Pode-se mostrar [50] que estas solu¢ées minimizam o
potencial. Além disso, das equacdoes de minimizacao, temos

% = avr + amgh,v,vg + hyhv,vpvg =0
sendo a um fator constante. Portanto, no limite h, — 0, teremos v;, = 0. Ou seja, v;, pode
ser feito arbitrariamente pequeno se escolhermos h, < 1 no superpotencial.

Como neste modelo a quebra de Paridade R ocorre simultaneamente com a quebra de
numero leptonico (ja que vy r s # 0) € esta € uma simetria global, um dos auto-estados de
massa sera um boéson de Goldstone, usualmente chamado de Majoron [51, 52]. Por ser
um estado sem massa, este escalar deve se acoplar fracamente com os bésons de gauge do
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Modelo Padréao, caso contrario ja teria sido detectado. Para encontrar a combinacao linear
dos escalares neutros que forma o Majoron (J), basta impor

M?J =0 (C.2)

onde M? é a matriz de massa. Como o potencial escalar s6 possui termos reais (devido as
nossas simplificacdes), as partes imaginarias e reais dos escalares nao se misturam, pois
CP é conservado. Logo podemos reescrever os termos de massa como:

1 ~ ~ 1 ~ ~
Vi = §Re(¢i)Mi2jRe(¢j) + §Im(¢i)Ni2jIm(¢j)
Impondo a Eq.(C.2), encontra-se uma unica solucao com:

1 v?
J = Vlm[v—é(vuhg —vghl) + v — vr + vys]
onde V = /vZ +v% e v = \/v2 + v +vi. Como discutido acima, pode-se escolher h, de tal
forma que v; < vy, v4, Vg € vs, de tal forma que

1
~ —Im[—vrp® + v,
v m[—vrP"™ + vgs]

Ou seja, o Majoron € praticamente um singleto. Desta forma diversos limites experimentais
sdo evitados, tais como o do decaimento invisivel do Z° [53, 54, 55].

Além da presenca de um boéson de Goldstone, outra importante caracteristica deste
modelo € a violacdao de nimero leptonico, que implica matrizes de massa que misturam os
léptons carregados com os charginos do MSSM e os neutrinos com os neutralinos. A matriz
para os férmions carregados na base (e*,fzg,—iW*) sera [56, 57, 58]

/\ﬂ}d —hU’UR 0
M, = 0 no V2gvq
0 ﬁgvu M2

onde foram desprezadas as contribuicoes de v;, e M, € a massa soft para os winos. A diago-
nalizacdo da matriz acima resulta em um férmion leve com massa \;v4, que € justamente a
massa do elétron. Os outros dois auto-estados de massa serao os charginos do MSSM. Ja
para os férmions neutros:

0 hyowr O 0 0
hyvr 0 —H —guu gy
M, = 0 —p 0 gva  —g'va

0 —gv. gug M 0
0 g vy —g'vg 0 M,y
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Novamente, o férmion mais leve sera o neutrino, cuja massa sera dada por (novamente

assumimos vy, = 0) [58]:
g*h2 MovEo?
m, =
w(2g2v,vg My — pMy Ms)

onde My = tan?6,Ms + M;. Como assumiu-se h, < 1, é possivel gerar neutrinos suficiente-
mente leves.

O modelo apresentado aqui possui outras caracteristicas importantes, relacionadas a
violacdo de Paridade R. Em particular, o neutralino, que continua sendo a superparticula
mais leve, pode decair em léptons e nos bosons W e Z, ou em neutrinos e Majorons. Além
disso, temos a possibilidade de criar neutralinos e charginos desacompanhados de outras
superparticulas, como nos decaimentos Z — Y* + 7% e Z — x° + v, [56, 50]. Ja para
baixas energias temos possiveis decaimentos envolvendo o Majoron. Como este € composto
basicamente de 7¢ e s, seus principais acoplamentos serio do tipo:

L =igoy°vJ
ja que o Majoron € um pseudo-escalar. Para o modelo apresentado acima temos:

9By,

TR (C.3)

g~
Note que o acoplamento acima € proporcional a massa do neutrino (m,). A seguir apresen-
taremos alguns dos possiveis efeitos que estes acoplamentos podem ter nos decaimentos
dos mésons e léptons do Modelo Padrao.

C.1 Novos Limites para Acoplamentos Neutrino-Majoron

No modelo discutido na secédo anterior diversas simplificacées foram feitas com relacido ao
modelo de quebra espontanea de Paridade R e assumiu-se apenas uma geracido de 1ép-
tons. Em geral, os acoplamentos entre Majorons e neutrinos podem ser parametrizados da
seguinte forma:

L= igagﬂa’ysng, o, B=e pu, T

onde g, € uma matriz de acoplamento complexa na base de sabor. Como visto acima, J
€ basicamente um singleto (evitando assim os limites impostos pelos resultados do LEP),
sendo os acoplamentos acima os mais relevantes para analises fenomenolégicas (pelo me-
nos a baixas energias). Na maioria dos modelos também devemos incluir acoplamentos
entre neutrinos e um novo escalar massivo (y) com os mesmos acoplamentos:

L :gaBDaVBX’ aaﬁ =eu,T
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Normalmente a matriz de massa e mistura dos neutrinos dependeriao dos vevs associados
a quebra espontanea de L e da matriz g (ver Eq.(C.3)). Neste contexto, o conhecimento dos
acoplamentos entre neutrinos e Majorons pode ajudar a compreender a escala de massa dos
neutrinos. No entanto, esta relacido depende fortemente do modelo e pode ser muito dificil
de se obter na pratica. Para tornar nossos resultados tao independentes de modelo quanto
possivel, ndo faremos nenhuma suposi¢cao sobre g,3 € apresentaremos nossos resultados
com e sem a existéncia de um escalar massivo Y.

Modelos com Majorons podem ser interessantes do ponto de vista cosmolégico, pois po-
dem afetar os limites nas massas dos neutrinos provenientes da formacao de estruturas
de larga escala [59]. Neutrinos vindos de fontes astrofisicas também podem ser significati-
vamente afetados se estes decairem rapidamente. O tnico mecanismo de decaimento que
ainda néo foi eliminado se deve a4 acoplamentos entre neutrinos e Majorons.

Atualmente sabemos que o papel dos acoplamentos entre neutrinos e Majorons é pouco
significativo em fenémenos envolvendo neutrinos solares e atmosféricos, portanto é possivel
impor limites para tais acoplamentos [60]

(C.4)

. L (Tx107° 2
19211 < 19apUsaUs|> < 4 x 107° ()

2
Amg,

A observacao da explosdo da supernova 1987A nos garante que uma grande parcela da
energia da supernova € liberada na forma de neutrinos, o que implica no limite [61]

|gee]® < (1 =20) x 1075, 1.5 x 107" < |genl?|guul® < 2.5 x 10710 (C.5)

Além disso, limites de espalhamentos e decaimentos de Majorons dentro de uma supernova
resultam nos limites [61]

3.0x 1077 < |gap| < 2.0 x 1077 (C.6)
Enquanto decaimentos 550v [62] nos fornece
|gee| < 2.0 x 107%(1.5) (C.7)

para Majorons com numero leptonico igual a L=0 e L=2, respectivamente. Como nenhuma
evidéncia da producao de Majorons foi vista em decaimentos de kaons e pions temos [63,
64, 65]

3 lgal? <30x107°, S [gulf <24 %107 (C.8)

l=e,pu,T l=e,p,T

Neste trabalho tentaremos melhorar estes limites ou torna-los mais independentes de mo-
delos através da analise de decaimentos tanto de mésons quanto de léptons. Discutiremos
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os limites obtidos dos decaimentos dos pions, kaons, D, D; e B, incluindo os decaimentos
de mésons em taus; em seguida incluiremos pela primeira vez limites obtidos dos decai-
mentos de léptons (tanto da taxa total de decaimento, quanto de distorcoées no espectro).
Finalmente, transformaremos os limites obtidos para a base de massa.

C.1.1 Resultados

Aqui tentaremos melhorar os limites para os acoplamentos neutrino-Majoron através da
analise dos possiveis efeitos nos decaimentos de mésons e léptons, assim como no espectro
do decaimento do muon. Também reescreveremos nossos resultados na base de massa,
que em muitos casos € mais relevante para analises de modelos. Os resultados obtidos aqui
foram calculados com o auxilio dos programas FeynArt, FeynCalc e FormCalc [66, 67, 68].

Taxa de Decaimento dos Mésons

O processo M — [ + v, ja foi extensamente estudado na literatura e possui a seguinte taxa
de decaimento total [24]:

G2 % /|2 m2 2
= F|87:q | frznmIQM (]- - l> frads (C.9)

onde f..,q representa correcoes radiativas. Na Eq.(C.9), G € a constante de Fermi, f,, € a
constante de decaimento do méson e V,, € o respectivo elemento da matriz de CKM. Exceto
quando afirmado o contrario, usaremos os valores experimentais listados no Particle Data
Group [24]. Também utilizaremos esta mesma fonte para o calculo das correcoes radiativas
para as taxas de decaimentos dos mésons. Uma importante propriedade da Eq.(C.9) é
que, por ser um decaimento em dois corpos, I' é proporcional & m?, como esperado pela
conservacao de momento angular.

Nos ultimos anos, diversas constantes de decaimentos dos mésons foram calculadas
utilizando-se QCD na Rede (lattice QCD) [69], que podem ser usadas para obter previsoes
tedricas mais significativas. Noés usaremos tanto os valores experimentais [24] como os
teéricos [70, 71, 72, 73] de f,, em nossos calculos. Mostraremos os dois resultados, onde
aqueles obtidos com os valores de lattice serdo mostrados em parénteses.

Devido aos acoplamentos entre neutrinos e Majorons, o seguinte processo também con-
tribui para as taxas de decaimento dos mésons:

M—l+o+J (C.10)

onde J representa o Majoron e v, pode ser um neutrino de qualquer sabor. Uma complexa
expressao analitica para a taxa total deste decaimento pode ser encontrada em [64]. Aqui
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mostraremos um resultado simples para o limite m; = m, = 0:

G|V 2
vy =Sl e an S g

a=e,ut

Este resultado mostra que quando incluimos Majorons, a taxa total de decaimento néo
€ mais proporcional a massa do lépton (pois agora temos um decaimento em trés corpos).
Portanto a contribuicdo do Majoron pode facilmente superar as predicdoes do Modelo Padrao
se g ~ 1. Assumindo que a taxa total de decaimento seja

Fiotar =Tsm + 17,

o decaimento em J sera o canal dominante, exceto para g pequeno. Como apenas pequenos
desvios do SM sdo permitidos pelos dados experimentais, devemos ter g < 1. A Tabela C.1
mostra os limites obtidos usando-se esta analise.

’ Mesons ‘ |gea|2 ‘ |g/m¢|2 ‘ ‘g‘ra|2 ‘
T 1.6 x 1073 (1.7 x 1073) | 2.1 x 1071 (2.2)
K 9.5 x 1077 (9.6 x 10~%) 9.3 (9.3)
D 1.6 x 1071 (1.4 x 107 1) 2.3 (2.3) 23 (19)
Dy 1(8.8x1071) 6.3 (8.1)
B 0.85 (0.65) 1.5 (1) 19 (17)

Tabela C.1: Limites para >_,_. , | gap|? (incluindo apenas a emissao de J) obtidos a partir
de decaimentos de mésons. Em parénteses estdo os resultados obtidos utilizando-se as
constantes de decaimento de lattice QCD.

Como esperado dos argumentos acima e dos resultados da Tabela C.1, os elementos de
matriz g,g mais vinculados serdo aqueles relativos ao v., ja que a aproximacio m; = 0 é
razoavel neste caso. Este limite pode ser melhorado se utilizarmos medidas recentes [74]

para a razao:

MKt — et +u,)

= (2.416 +0.043) x 107°
(KT — put +1,) ( ) X

onde o erro exibido € a quadratura dos erros estatistico e sistematico. Usando este resultado
obtemos, com 90% C.L:

D geal® <1.1x 1077

(03

Com relacdo aos elementos de matriz g,,, os melhores limites sdo obtidos do limite experi-
mental superior para o decaimento leptonico do kaon em trés neutrinos e um lépton [24]:

BR(KY -yt +v, +v+0)<6x107°
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Como a contribuicdo do SM para este decaimento € desprezivel, podemos assumir que:
BR(KT —» " 4+uvp+J)<6x107°

resultando em (em parénteses esta o resultado utilizando-se a constante de decaimento
tedrica fx = 156.6 =4 MeV [71]):

> lgual® <9 x107° (9 x 1077)

Finalmente, novas medidas experimentais para taxas de decaimento leptonicas dos mésons
pesados D, D: e B' [24, 75, 76, 77, 78] nos permite impor limites para os elementos de
matriz g,,, como mostrados na Tabela C.1. O melhor limite resulta do decaimento lepténico
do DI em 7t + v, (novamente, em parénteses esta o resultado calculado com a constante
de decaimento tedrica fp, = 278 + 21 MeV [72, 73]):

> lgral® < 6.3 (8.1)

Devido a grande incerteza experimental, o limite obtido € insignificante, como pode ser visto
acima.

Ressaltamos ainda que, diferentemente de [63, 65], os resultados mostrados até agora
nao incluem possiveis decaimentos em um escalar leve (chamado de x) e portanto séo
praticamente independentes de modelo. Se incluirmos as contribuicdées deste novo escalar
com uma massa de 1 KeV, os resultados anteriores sao basicamente melhorados por um
fator 2:

D geal® <55 %1070, Y T gual® <45 x107° (5x107°) e > [gral® < 3.2 (4.1)

Taxa de Decaimento dos Léptons

Por causa de sua grande precisdao experimental, decaimentos de léptons sao bons candida-
tos para se obter vinculos para os acoplamentos entre neutrinos e Majorons. Além disso,
neste caso nao existem incertezas tais como as constantes de decaimento dos mésons ou
os elementos da matriz CKM. Porém o termo dominante em I'(l; — [; + 7; + ;) nao € mais
proporcional a4 massa do lépton final (como era o caso nos decaimentos dos mésons), pois
o decaimento do SM ¢é um decaimento em 3 corpos. Isto resulta em uma reducao da taxa
de decaimento quando incluimos Majorons, ao invés de um aumento como no caso dos
mésons. Mas ainda € possivel obter bons limites para certos decaimentos.

Usando os valores experimentais para as taxas de decaimento do p e do 7 [24], os se-
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guintes limites foram obtidos, respectivamente sem e com as contribuicées do escalar y:

D lgual® <4x 1074 (27x107%) Y gral* <10x 1077 (5.5 x 1072).

Espectro do Decaimento de Léptons

Outro método que pode ser utilizado para melhorar os vinculos obtidos acima € a analise do
espectro do elétron emitido no decaimento do muon, que pode ser alterado pela inclusao de

Majorons. O espectro normalizado para o SM e para decaimentos com emissao de Majorons
estdo mostrados na Figura C.2.
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Y
/
/

total

dI(E)T

0.01—

| | | | |
0
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Electron Energy (MeV)

Figura C.2: Espectros normalizados do elétron para o decaimento do muon no SM (linha
cheia) e apenas com emissao de Majoron (linha tracejada).

Medidas precisas do espectro do elétron (utilizadas para vincular outros tipos de intera-
¢oes) podem vincular g se considerarmos as alteracdes no espectro do SM apés a inclusao

de Majorons. A analise padrao parametriza o espectro do elétron com dois parametros (p €
n) [24]:

dl'(z) GEmS,

2 me 1—x
2 e
= z°[3(1 — —p(dx —3)+3
d.l? 9671'3 I [ ( x) + 3P( v ) + nE’ma;v T ]
my, +mg ) o
onde x = i) e Eaz = g Para o Modelo Padrao, os valores preditos sao p = 0.75 e
max my
n=0:
2,5
dlsm () _ GFm# [§12 _ {E3]
dx 9673 2

154



Os valores experimentais atuais sao [24] p = 0.7509 £ 0.001 e n = 0.001 £ 0.024.

Como o espectro com Majorons é naturalmente suprimido (mesmo com g = 1), quando
consideramos o espectro total (SM mais Majoron), encontramos apenas pequenos desvios
do espectro do Modelo Padrao:

dltotar () o G%mi

3
2 - 2 2 2y2 _ 23
o = ogna 10:00669” —0.099% + (5 + 0.359%)a” — (1 +0.259%)2"]

Da expressao acima e da Figura C.2 vemos que a regido mais sensivel do espectro € a de

altas energias (x ~ 1), que pode ser usada para limitar g. A Figura C.3 mostra a regiao

permitida pelos dados experimentais (regido entre linhas cinzas) e a forma do espectro total

(incluindo as contribui¢cdes do SM e dos Majorons) para diferentes valores de Y [g.q/*.
Uma analise mais cuidadosa de todo o espectro resulta em (com 90% CL):

> lgual® <9 x 1073

0.0388

0.0387 +

0.0386
1 dlol

Tsu dE

0.0385

0.0384 ¢

50.5 51 515 52 52.5 53
Electron Energy (MeV)

Figura C.3: Regidao experimental permitida (entre linhas cheis) para o espectro do elétron e
o espectro total predito (SM mais Majorons) para trés valores de ¢°> = Y__ |gual*

Como pode ser visto na Figura C.4, a principais modifica¢cdes causadas pela inclusao do
Majoron ocorrem no espectro do neutrino, que foi recentemente medido pelo experimento
Karmen [79]. Porém, devido as incertezas experimentais, os limites para g obtidos neste
caso nao sao significativos.
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Figura C.4: A esquerda (direta) esta o espectro normalizado do neutrino do elétron (muon)
para o decaimento do muon no Modelo Padrao (curva cheia) e apenas com emissao do
Majoron (linha tracejada). Em ambos os casos assumimos uma matriz g.g diagonal.

Base de Massa

Todos os resultados obtidos até entao estdo expressos na base de sabor. No entanto, em
muitos casos, andlises fenomenolégicas sdo mais faceis na base de massa. Nesta secdo
assumiremos neutrinos de Majorana para transformar nossos limites para a base de massa.

Podemos traduzir nossos resultados anteriores para a base de massa utilizando a matriz
de transformacao U [24]:

0

C12C13 S12€13 S13€"
_ is is , jon )2 ias )2
U= | —si2c23 —c12523513€"  c12¢23 — S12523513€" 523C13 x diag(e'®/?, "2/ 1)
s s
512823 — C12€23513€" —C12823 — S12C23513€"°  C23C13

onde ¢;; = cos(6;;) e s;; = sin(6;;). Para calcular os limites na base de massa, assumimos
que a matriz de acoplamentos € proporcional a matriz de massa [80]:

G = diag(g1, g2, g3) < diag(mi, ma, m3) (C.11)
onde G € a matriz de acoplamentos na base de massa:

G=UTqU (C.12)
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Figura C.5: Curvas de exclusao no plano m; — g;. Estao exibidas as curvas para g;, g2 € gs.
Estas curvas foram obtidas para 6,3 = 0, valores nao-nulos de #;3 sdo mais restritivos.

Apesar desta suposicao nao ser valida em geral, muitos modelos tém estas propriedades
(pelo menos em algum limite). Usando a Eq.(C.11) e a Eq.(C.12), podemos escrever todos
os elementos de G em termos de g;, m; e das diferencas de massa [80]:

2

2 _ 2 _ A2 2 _ 2 2 _ A2
Amiy = my —mi = Amg € Amyz =m3z —my = Am

atm

Usando o limite conservativo
Z |gla|2 < Ll2a = |gla| < Lla
(e}
e impondo
9ap = (U*GU")ap < Lap

podemos vincular o plano m; — ¢g;. Apesar de as diferencas de massa e dos angulos de
mistura terem sido medidos experimentalmente [24], ndo temos nenhuma informacéao sobre
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as fases de Majorana ¢, a1 € as. Seguindo o que foi feito em [80], nés calculamos a regiao
permitida para diferentes valores de J, a; € a2 € entdo escolhemos a uniao destas regioes
como o resultado final, como pode ser visto na Figura C.5.

C.1.2 Conclusoes

Usando trés técnicas diferentes nés conseguimos obter os seguintes vinculos para a matriz

de acoplamentos neutrino-Majoron g.s (incluindo a contribui¢ao do escalar yx):

Z |geal? < 5.5 x 107% ( decaimento do K ) Z |gpa)? < 4.5 x 107° ( decaimento do K )

[e% [e%

Z |gral? < 5.5 x 1072 ( decaimento do 7 )

Considerando apenas os limites provenientes dos decaimentos de mésons, nés melhoramos
os limites anteriores para Y |geal? € D, [9ua|® [63, 64, 65] em uma ordem de magnitude .
Apesar dos melhores limites terem sido obtidos dos decaimentos dos mésons, nés mostra-
mos que limites independentes também podem ser obtidos do decaimento do i e do 7. Este
ultimo sendo o melhor para vincular os elementos g,.

A terceira alternativa utilizada foi a analise do espectro do decaimento do mion. Apesar
de seu potencial para vincular os elementos g,,,, 0s valores experimentais nao sao suficien-
temente precisos para tornar esta analise util.

Como os modelos citados aqui visam explicar a escala de massa dos neutrinos, € conve-
niente analisar os limites para os acoplamentos neutrino-Majoron na base de massa. Com
isso em mente, nés transformamos todos os nossos resultados da base de sabor para a
base de massa, usando os valores atuais para os angulos da matriz de mistura dos neutri-
nos. Como mostrado acima, os limites na base de massa sdo em geral mais fracos do que
na base de sabor.
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