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Resumo

O Modelo Padrão (MP) da física de partículas fornece uma descrição extre-

mamente bem sucedida de todos os dados experimentais atuais. No entanto,

temos razões para esperar que ele não seja válido até escalas de energia arbitra-

riamente altas. No MP a massa do bóson de Higgs é quadraticamente sensível a

correções radiativas, sofrendo de grandes problemas de ajuste fino. Isso gera o

chamado problema da hierarquia de gauge, cuja solução natural requer nova fí-

sica na escala TeV. O MP também não fornece nenhuma explicacão para a grande

hierarquia de massas e ângulos de mistura dos férmions.

Os problemas de hierarquia podem ser resolvidos naturalmente em teorias

com uma dimensão extra curva. No entanto, a sua versão mais simples viola sa-

bor a nível árvore, em conflito com os dados. Nesta tese investigaremos modelos

quadridimensionais que descrevem a física na escala TeV obtidos da discretização

de teorias em cinco dimensões no espaço AdS5, segundo o procedimento de des-

construção dimensional. As hierarquias de gauge e das massas dos férmions são

geradas naturalmente como no modelo extra-dimensional, satisfazendo ainda os

vínculos de sabor e de precisão eletrofraca. Estudaremos também um modelo

desconstruído em que o Higgs é um pseudo bóson de Nambu-Goldstone, a fim

de obter um Higgs naturalmente leve e dinamicamente localizado.



iv Resumo



Abstract

The Standard Model (SM) of particle physics provides an extremely successful

description of all current experimental data. However, we have reasons to expect

that it cannot be valid up to arbitrarily high energy scales. In the SM the Higgs

boson mass is quadratically sensitive to radiative corrections and, hence, suffers

from a severe fine-tunning problem. This creates the so-called gauge hierarchy

problem, the natural solution of which requires new physics at the TeV scale.

The SM also doesn‘t provide any explanation for the large hierarchy of fermion

masses and mixing angles.

The hierarchy problems can be naturally solved in theories with a warped

extra dimension. However, their simplest version violates flavor at tree level,

conflicting with experimental data. In this thesis we investigate four dimensional

models that describe physics at the TeV scale obtained from a coarse discretiza-

tion of five dimensional theories in AdS5 space, by the dimensional deconstruc-

tion procedure. The gauge as well as the fermion mass hierarchies are naturally

generated in the same manner as in the extra-dimensional model, while also sa-

tisfying bonds from flavor physics and precision electroweak data. We also study

a deconstructed model in which the Higgs is a pseudo Nambu-Goldstone boson,

with the motivation of obtaining a naturally light and localized Higgs.
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Capítulo 1

Introdução

O Modelo Padrão das interações fundamentais (MP) foi construído como uma

teoria de gauge SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y , onde SU(3)C são as interações fortes

e SU(2)L × U(1)Y é o setor eletrofraco, com simetrias de isospin fraco SU(2)L e

hipercarga U(1)Y . A matéria ocorre em três gerações de férmions: léptons que

são singletos de SU(3)C e quarks que pertencem à representação fundamental.

Todos os férmions do MP se dividem em dubletos de mão esquerda e singletos

de mão direita sob SU(2)L. O setor SU(3)C é responsável pelo confinamento dos

quarks em hádrons. Já o setor eletrofraco SU(2)L × U(1)Y é descrito pela quebra

espontânea de simetria SU(2)L ×U(1)Y → U(1)Q, onde U(1)Q é a simetria eletro-

magnética. Dessa maneira, os bósons de gauge responsáveis pelas interações fra-

cas absorvem os bósons de Nambu-Goldstone da quebra e adquirem uma massa,

tornando as interações fracas de curto alcance, enquanto que o fóton permanece

com massa nula [1].

Até então, o MP tem sido extremamente bem sucedido em descrever as inte-

rações fundamentais e passou por testes de grande precisão [2, 3, 4, 5]. A última
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peça faltante prevista pelo MP é o setor de Higgs, responsável pela quebra da si-

metria eletrofraca (ElectroWeak Symmetry Breaking- EWSB). Com a descoberta de

um novo bóson de massa mH ' 125 GeV que tem grandes chances de ser o bó-

son de Higgs do MP [6, 7], parece que a física de partículas está completa. No

entanto, o MP não pode ser considerado uma teoria final. Toda teoria física, e em

particular as teorias quânticas de campos, possuem seu domínio de validade. No

MP, o limite menos restritivo é imposto pela gravitação. Correções quânticas às

equações de Einstein tornam-se importantes em energias da ordem da escala de

Planck (MP = 1019 GeV), e invalidam a descrição consistente da gravitação como

teoria quântica de campos, requerendo nova física, como por exemplo a teoria de

cordas. 1

Muito antes de atingir essa escala, existem outros problemas não contempla-

dos pelo MP. Entre eles podemos citar a ausência de candidatos a matéria escura

não bariônica, necessária para explicar as curvas de rotações de galáxias, a forma-

ção de estruturas do universo e o espectro das flutuações da radiação cósmica de

fundo [9]. Também não há uma explicação natural para o valor medido da densi-

dade de energia do vácuo ρvac . 10−46 GeV4 ou, equivalentemente, da constante

cosmológica [10, 11], que acredita-se compor aproximadamente 70% da densi-

dade de energia do universo e ser responsável por sua expansão acelerada.

De interesse particular para nós são os chamados problemas de hierarquia do

MP, pois eles sugerem a existência de nova física na escala TeV, como veremos.

No MP o setor de Higgs é representado por um dubleto escalar de SU(2)L com

hipercarga 1/2. Embora tal escolha seja miníma, ela não pode ser considerada

1De fato, para energias E � MP é possível tratar a gravitação quântica como uma teoria de
campos efetiva, de maneira análoga a descrição de Fermi das interações fracas, que funciona bem
para E �MEW ∼ 100 GeV [8].
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satisfatória, pois escalares elementares sofrem do conhecido problema da hierar-

quia de escalas, ou hierarquia de gauge, descrito a seguir.

k

φ φ

ψL

ψR

Figura 1.1: Contribuição a 1-loop para a massa do escalar φ devida a interação
com o férmion ψ. O momento livre no loop é indicado por k.

Em teoria de perturbações, escalares sofrem correções radiativas à sua massa

que divergem como o quadrado do corte de momento (Λ) que define a escala de

validade da teoria. Para ver isso, podemos considerar uma interação tipo Yu-

kawa, Lint = gψ̄LφψR que contribui para a massa do escalar conforme é represen-

tado no diagrama da figura (1.1). Fazendo a análise dimensional, notamos que

cada propagador fermiônico no loop contribui um fator ∼ 1/k do momento livre

no loop, que deve ser integrado, com um fator dk4. A dimensão é então k2, o que

resulta em uma contribução para a massa δm2 ∼ Λ2, que é uma renormalização

aditiva, quadraticamente divergente.

A mesma interação contribui para a massa de Dirac do férmion segundo o di-

agrama da figura (1.2). Fazendo a mesma análise, o propagador escalar contribui

um fator∼ 1/k2, o fermiônico∼ 1/k e a integração∼ dk4, portanto a dimensão de

momento é ∼ k. Em contraste com o caso escalar, vemos que para mudar a qui-

ralidade do férmion (R→ L) é necessária uma inserção da massa do férmion mf ,

sendo assim, por análise dimensional as correções radiativas para a massa são da
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φ

ψL ψL ψRψR

k

mf

Figura 1.2: Contribuição a 1-loop para a massa do férmion ψ devida a interação
com o escalar φ. O momento livre no loop é indicado por k e a inserção da massa
por ×.

forma δmf ∼ mf ln Λ2

m2
f
. Considerações análogas se aplicam no caso de interações

de gauge [1].

Se o Higgs é um escalar elementar, devido as correções quadráticas é na-

tural que a sua massa seja da ordem do corte da teoria. No entanto, a teoria

eletrofraca não é consistente a altas energias se a massa do bóson de Higgs for

muito grande. O espalhamento de bósons longitudinais, por exemplo, no canal

W+
LW

−
L → W+

LW
−
L viola a unitariedade perturbativa a altas energias [12]. A te-

oria é unitarizada pelo bóson de Higgs, desde que sua massa esteja abaixo de

710 GeV [12, 13]. Precisamos que a massa seja da ordem da escala eletrofraca

MEW , de centenas de GeVs, e assim, se assumirmos que o MP é válido até a es-

cala de Planck, onde esperamos que os efeitos da gravitação quântica se tornem

importantes, isso implica que necessitamos de um cancelamento finamente ajus-

tado entre o parâmetro de massa nua do Higgs m2
H0 e a correção radiativa δm2

H :

MEW/MP = 10−17; δm2
H ≈M2

P ⇒

m2
H = m2

H0 − δm2
H ≈M2

EW ⇒
m2
H0 − δm2

H

m2
H0 + δm2

H

' 10−34. (1.1)

Esse cancelamento não é natural no sentido que não esperamos que a razão
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MP/MEW seja tão pequena se não existe nenhuma simetria que proíba as corre-

ções radiativas quadráticas [14]. Em contraste, para férmions, existe a simetria

quiral de rotações independentes para férmions de mão esquerda e direita. Essa

simetria garante a proporcionalidade da correção radiativa com a massa do fér-

mion, fazendo com que ela desapareça no limite mf → 0, que restaura a simetria,

e seja logaritmicamente divergente, não sofrendo do problema de ajuste fino. A

existência do problema da hierarquia é um argumento para supormos que exista

nova física na escala TeV que elimine a necessidade do ajuste fino e permita ob-

ter assim um Higgs, ou seu equivalente, que seja naturalmente leve. De fato,

se o corte do MP for Λ ∼ 1 TeV, vemos que a correção quadrática é de ordem

δm2
h ∼ (Λ/4π)2 ' (100 GeV)2, e não é necessário o ajuste fino.

A realidade do problema da hierarquia se torna mais clara se considerarmos

uma analogia simples com um sistema de matéria condensada [1]. A energia

livre de Gibbs em um sistema ferromagnético pode ser descrita na vizinhança

da transição de fases por uma densidade de spins que é um campo escalar s(x)

invariante por rotações O(3):

G =

∫
d3x

[
1

2
(∇s)2 + b(T − TC)s2 + cs4 + H · s + . . .

]
, (1.2)

onde H é um campo magnético externo e b e c são números reais positivos. Es-

peramos que essa descrição macroscópica deixe de valer para um corte Λ = 1/a

onde a é da ordem da distância interatômica. Se considerarmos os temos quadrá-

ticos em s, vemos que o análogo da massa do Higgs é o termo b(T − TC) ≡ 1/2ξ2.

Quando T < TC , a “massa” torna-se negativa, e ocorre a quebra espontânea da

simetria O(3) → O(2) (o material adquire uma orientação preferida, que dá a
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direção da magnetização macroscópica do imã ou do domínio magnético). Con-

siderando H = 0, e desprezando termos de ordem superior, vemos que acima

de TC , a energia livre é minimizada para magnetização nula. O sistema é então

paramagnético. Já, abaixo de TC , temos magnetização não nula mesmo quando o

campo externo é nulo, o sistema está na fase ferromagnética.

O parâmetro ξ é uma medida das correlações entre os spins: 〈s(x)s(y)〉 ∼

e−r/ξ/r (análogo ao comprimento de onda Compton no potencial de Yukawa). No

ponto critico T = TC , a transição de fases é de segunda ordem e os spins estarão

correlacionados a distâncias macroscópicas, ou seja, ξ � a. O análogo disto para

o campo de Higgs seria a condição m2
H � Λ2 ∼ M2

P . Mas o sistema ferromagné-

tico só atinge essa situação por um ajuste fino na temperatura, T ≈ TC . Enquanto

podemos facilmente ajustar a temperatura em nosso arranjo experimental, não

existe razão para supor que seja possível ajustar finamente a massa do campo de

Higgs na natureza. Assim, concluímos que deveria existir um mecanismo capaz

de explicar a condição m2
H � M2

P sem grandes ajustes finos. Esse é o problema

da hierarquia de gauge. 2

Outro problema é a origem da hierarquia de massas dos férmions. No MP

as massas dos férmions estão parametrizadas por acoplamentos de Yukawa que

assumem valores que vão desde O(1) para o quark top até ∼ 10−6 para o elétron.

Embora as massas dos férmions sejam naturais no sentido técnico (são protegi-

das pela simetria quiral), não existe nenhum mecanismo dinâmico no MP que

gere essa grande hierarquia, e assim esperamos que a física além do MP seja ca-

2A conclusão depende da existência do corte Λ como uma escala física, onde o MP deixa de
ser consistente como teoria efetiva. Se assumirmos que o MP é válido até escalas arbitrariamente
altas de energia, não há ajuste fino, pois o corte não é físico. No entanto como vimos isso não é
razoável pois a gravitação impõe um corte Λ ∼MP .
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paz de explicar satisfatoriamente esse espectro de massas que a baixas energias

nos parece arbitrário. Da mesma forma, a matriz de mistura dos quarks também

apresenta uma estrutura hierárquica (por exemplo, Vtb ∼ 1 >> Vts >> Vtd), que

do ponto de vista do MP não possui nenhuma explicação mais fundamental.

Resolver o problema da hierarquia de gauge requer nova física na escala TeV,

que torne o Higgs naturalmente leve, e em geral os graus de liberdade associa-

dos a essa física nova afetarão as medidas de precisão eletrofraca para energias

da ordem dessa escala. Apesar disso, os dados tem confirmado as previsões do

MP, o que na linguagem de teorias efetivas implica que qualquer operador não-

renormalizável que se origine da física além do MP e afete as medidas de precisão

estará suprimido por uma escala efetiva de vários TeV. O conflito entre a neces-

sidade de nova física para o setor de Higgs e sua aparente exclusão por medidas

de precisão constitui o chamado “paradoxo” do LEP [15]. Nosso trabalho con-

siste em estudar possíveis soluções para os problemas de hierarquia do MP que

respeitem os vínculos de precisão e da física de sabor, utilizando para isso a fe-

nomenologia e a construção de modelos. Escolhemos como tema principal dessa

tese nossos estudos sobre modelos inspirados na descontrução dimensional de

teorias com dimensões extras curvas. Antes de apresentar esse tópico, faremos

uma descrição breve de nossos outros trabalhos, que são também explorações da

fenomenologia da física além do MP na escala TeV.

Qualquer medida que apresente uma discrepância com as previsões do MP,

se levada a sério, pode ser um guia para apontar as características da nova fí-

sica. Naturalmente, de antemão não sabemos se uma anomalia experimental é

apenas um efeito estatístico que desaparecerá com o acumulo de mais dados ou

se é um efeito genuíno além do MP. A assimetria forward-backward na produção
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de pares de quarks top anti-top (AtFB) foi recentemente medida no Tevatron e é

um exemplo de observável que pode impor vínculos para a física nova. O ex-

perimento CDF obteve o resultado de 0.150 ± 0.055 no referencial do laboratório

e 0.158 ± 0.075 no referencial partônico [16]. Subsequentemente, D0 reportou o

resultado de 0.142± 0.038 e 0.196± 0.065 no laboratório e nível dos partons, res-

pectivamente [17].

Frente a esse resultado, devemos nos perguntar qual a origem dinâmica dessa

assimetria. No MP, sabemos que as interações fracas violam maximamente a pa-

ridade no acoplamento com os bósons W, que é puramente de mão esquerda. No

entanto, surpreendentemente, as interações fortes também apresentam uma con-

tribuição não nula para esse observável. A nível árvore a interação forte possui

acoplamentos vetoriais e não apresenta, portanto, assimetria. No entanto cálculos

a ordens mais altas de teoria de perturbação induzem uma assimetria não nula

na produção de pares de quarks. Essa contribuição para a produção de pares top

anti-top vinda do MP é estimada a NLO (next to leading order) através de méto-

dos de Monte Carlo (MC@NLO) em ASMFB = 0.058 ± 0.009 [18] no referencial de

repouso do par.

Os resultados do Tevatron são compatíveis com o MP, mas seu valor central

está discrepante por no mínimo dois desvios padrões (ao considerar a distribui-

ção da assimetria com a massa invariante do par de tops, a discrepância sobe

para 3.4 desvios padrões para Mtt > 450 GeV no caso do CDF, por exemplo).

Além disso, os excessos medidos pelo CDF e pelo D0 apontam para a mesma di-

reção: uma assimetria grande e positiva. 3 Frente a isso, podemos nos questionar

3Podemos nos perguntar se o LHC também confirma esse resultado, mas devido ao estado
inicial simétrico pp e ao grande fundo devido aos gluons, observáveis de assimetria são difíceis
de medir [19, 20, 21], e a resposta ainda é inconclusiva.
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se não existe uma contribuição de nova física para esse observável.

Com essa motivação, estudamos a fenomenologia de uma nova interação forte

na escala TeV, que seria responsável por produzir Attfb. Esse modelo se insere na

classe que busca obter a EWSB através de condensação de férmions fortemente

acoplados, nesse caso uma quarta geração. No entanto, o resultado já é relevante

apenas como um estudo do espaço de parâmetros de uma teoria que busque mo-

delar esta assimetria através de um novo octeto de cor. Apresentamos um modelo

fenomenológico de uma nova interação SU(3) quebrada espontaneamente e for-

temente acoplada na escala TeV. Essa interação produziria a condensação de uma

quarta geração de quarks na escala TeV, gerando assim a quebra espontânea da

simetria eletrofraca de forma dinâmica. O estudo consistiu em determinar o es-

paço de parâmetros admissível para esse modelo sem que ele entrasse em conflito

com vínculos impostos pela física de sabor e do quark top. Em particular, bus-

camos reproduzir os valores medidos da seção de choque de produção de pares

top anti-top e da assimetria forward-backward, bem como as respectivas distribui-

ções com a massa invariante do par. Também foi feita uma estimativa do sinal

esperado da quarta geração no LHC.

Consideramos as massas MG = 1 TeV e MG = 1.5 TeV para o octeto de cor

e buscamos os acoplamentos vetoriais e axiais deste com os quarks que permi-

tissem cálculos perturbativos e satisfizessem os vínculos experimentais citados

acima. Uma vez impostos esses vínculos, determinamos que a região favorecida

do espaço de parâmetros é tal que o produto dos acoplamentos axiais do top e

do quark do estado inicial é negativo. A assimetria do top é então gerada es-

sencialmente pelo acoplamento de mão direita do top com a nova ressonância.

Concluímos que é possível gerar a assimetria através de um octeto de cor com
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massa entre MG = 1 TeV e MG = 1.5 TeV, em acordo com os vínculos experimen-

tais da física de sabor e do top, para um acoplamento de mão direita do top com

o novo estado com um valor entre 0 < |gtR| . 2π para MG = 1 TeV e 4 . |gtR| . 2π

para MG = 1.5 TeV. Os resultados foram publicados e podem ser encontrados em

[22].

Com a descoberta de uma nova ressonância no LHC, candidata a ser o bóson

de Higgs, uma questão de grande relevância é determinar o quão compatíveis

são as taxas de produção e razões de ramificação dessa partícula com as previstas

para o Higgs do MP. Os dados mais recentes até a escrita deste texto são compa-

tíveis com o MP. No entanto, no canal de decaimento do Higgs em dois fótons,

existe um excesso que é aproximadamente duas vezes a taxa esperada do MP,

com uma significância de dois sigma [6, 7]. Embora o Higgs não se acople dire-

tamente ao fóton, esse canal é gerado por loops de partículas carregadas. Como

o Higgs se acopla com uma intensidade proporcional à massa da partícula, no

MP esse canal é dominado pelos loops do quark top e do bóson W, que interfe-

rem destrutivamente, produzindo uma largura de ΓSMγγ ' 0.008 MeV (ver figura

(1.3)).4 Experimentalmente, o que se observa é o produto da seção de choque de

produção do Higgs (dominada pela fusão de glúons no LHC) vezes a razão de

ramificação em fótons. A presença de novas partículas carregadas que recebem

uma contribuição para a sua massa através do seu acoplamento com o Higgs afeta

esse observável, e suas consequências tem sido exploradas na literatura recente

[23, 24, 25, 26]. Para modelos em que as novas partículas não possuem cor, e por-

tanto, não afetam significativamente a taxa de produção, a razão de ramificação

4O bóson W contribui com um diagrama adicional (não representado) devido ao acoplamento
quártico ∼ g2W+W−γγ.
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Figura 1.3: Contribuição a 1-loop para a largura do Higgs em dois fótons ΓSMγγ .
A esquerda (direita) temos a contribuição do quark top (bóson W). Os diagramas
interferem destrutivamente.

em fótons é uma fonte importante de vínculos. Atualmente, estamos explorando

o efeito das novas partículas sem cor previstas por modelos de física além do

MP na modificação dos acoplamentos do Higgs para impor vínculos sobre esses

modelos. Esse trabalho está atualmente em fase de preparação [27].

O tema que escolhemos desenvolver nesta tese diz respeito a construção de

modelos da EWSB que são capazes de gerar a hierarquia de massas dos férmions

e um Higgs leve, sem entrar em conflito com vínculos de precisão eletrofraca e de

sabor, e que são inspirados em modelos com uma dimensão extra curva. O texto

está estruturado da seguinte maneira: No segundo capítulo, faremos uma revi-

são do modelo de dimensões extras curvas de Randall-Sundrum (RS) [28], que

é capaz de resolver os problemas de hierarquia de massas e de gauge, mas que

para isso encontra problemas na física de sabor. No terceiro capítulo apresentare-

mos a ferramenta de construção de modelos chamada Desconstrução Dimensio-

nal [29, 30] e qual a sua relação com modelos de dimensões extras curvas e estu-

daremos um modelo particular, obtido pela aplicação dessa técnica ao modelo de

RS, que é capaz de resolver os problemas de hierarquia de maneira similar a esse
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sem, no entanto, violar os vínculos de sabor. Esse estudo originou o trabalho [31].

No quarto capítulo apresentaremos os resultados obtidos até o momento sobre o

setor de Higgs. Nesse tipo de modelo, esperamos obter o Higgs como um pseudo

bóson de Nambu-Goldstone, o que o torna naturalmente leve. Esse trabalho está

em fase de preparação [32]. Finalmente, apresentamos nossas conclusões.



Capítulo 2

O Modelo de Randall-Sundrum

2.1 Introdução

Teorias com dimensões extras fornecem uma ferramenta de contrução de mo-

delos que permite solucionar alguns dos problemas do MP (ver, por exemplo,

[33]) e geram uma fenomenologia interessante. Faremos aqui uma breve des-

crição do modelo de dimensões extras curvas (Warped Extra Dimensions - WED)

de Randall-Sundrum (RS) [28, 34], e de como ele é capaz de resolver os proble-

mas da hierarquia de gauge e das massas dos férmions. Por analogia a esse mo-

delo chegaremos no capítulo (3) ao modelo de Descontrução Dimensional que

nos interessa. Nosso tratamento do presente tema é baseado nas referências

[35, 36, 37, 38, 39].

O modelo de RS é formulado em um fundo dado por uma métrica anti-de

Sitter em cinco dimensões (AdS5), que pode ser escrita:

ds2 = gMNdx
MdxN = e−2kyηµνdx

µdxν − dy2, (2.1)
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onde y é a coordenada da dimensão extra, k é a curvatura constante e ηµν =

diag(1,−1,−1,−1) é a métrica de Minkowski em quatro dimensões. Convencio-

namos que índices gregos referem-se as coordenadas quadridimensionais (µ, ν =

0, 1, 2, 3) e indices latinos capitalizados referem-se a todas as cinco coordenadas

(M, N = 0, 1, 2, 3, 5). Para cada valor fixo de y, temos um sub-espaço plano de

Minkowski (3-brana).

Para escapar vínculos de detecção (por exemplo, mudanças mensuráveis no

potencial gravitacional estático) a dimensão extra deve ser compacta e muito pe-

quena.1 A escolha mais simples é tomarmos a dimensão extra compactificada em

um círculo de raioR (S1).2 Tomamos−πR ≤ y < πR e portanto os campos devem

satisfazer condições de contorno periódicas:

Φ(x, y + 2πR) = Φ(x, y). (2.2)

Veremos adiante que o fato da dimensão extra ser compacta implica que a de-

pendência em y dos campos pode ser expressa em um conjunto completo de mo-

dos ortonormais, chamados modos de Kaluza-Klein (KK). Os modos de energia

mais baixa, chamados modos zero, corresponderão às partículas do MP no ponto

de vista da teoria efetiva quadridimensional obtida pela integração da dimensão

extra.

Em alguns casos, não é desejável que o campo cinco dimensional possua um

modo zero, pois ele não é observado no espectro do MP. Como exemplo, temos

a quinta componente de um campo de gauge, A5, que se transformaria como um

1Na realidade, o modelo de WED em AdS5 admite uma dimensão extra infinita, o chamado
modelo RSII [34], mas não estamos interessados nesse limite.

2É necessário um mecanismo para estabilizar dinamicamente o raio da dimensão extra [36, 40].
Não trataremos desse problema aqui.
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escalar sem massa sob a simetria de Lorentz quadridimensional. Um mecanismo

que permite eliminar os modos zero indesejáveis é o chamado orbifolding, que

consiste em compactificar a dimensão extra em um orbifold S1/Z2. A simetria

discreta Z2 corresponde a transformação y → −y, de maneira que os pontos y

e −y do círculo são identificados (ver figura (2.1)). Assim, a coordenada y varia

de y = 0 até y = πR. Os pontos y = 0 e y = πR são pontos fixos, invariantes

sob Z2. Se tomarmos os campos cinco dimensionais com paridade Z2 definida,

então teremos a liberdade de escolher quais campos terão um modo zero. Em

particular, isso permitirá obter férmions quirais, como veremos.

0 πR

S1/Z2

0 πR

Figura 2.1: Compactificação em orbifold.

Chamaremos as branas localizadas nos pontos y = 0 e y = πR de branas UV

(ou Planck) e IR (ou TeV), respectivamente.3 O espaço entre as branas UV e IR é

chamado de bulk. Pode-se mostrar que a solução dada pela métrica AdS5 implica

que o campo do gráviton (modo zero) está exponencialmente localizado na brana

UV [28, 40]:

hµν(x, y) = e−2kyh̄µν(x). (2.3)

A intensidade da interação gravitacional efetiva vista por um observador qua-
3Por brana, entendemos o subespaço plano quadridimensional localizado nos pontos fixos do

orbifold. Não associamos a essas branas uma dinâmica, seu papel será apenas de impor condições
de contorno aos campos.
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dridimensional pode ser obtida integrando a ação sobre a dimensão extra.4 Cla-

ramente, a maior contribuição virá de y = 0. Assim, observadores localizados no

UV sentirão uma interação gravitacional forte, enquanto que observadores loca-

lizados no IR perceberão a gravidade como uma força fraca.

De fato, a métrica (2.1) é invariante sob a transformação:

y → y + λ

x → ekλx. (2.4)

Dessa forma, vemos que deslocamentos em y correspondem a um aumento

das escalas de distância por um fator exponencial (fator de warping), ou, equi-

valentemente, todas as escalas de energia diminuem exponencialmente (∂µ →

e−kλ∂µ). Associaremos à brana UV uma escala de energia de ordemMP = 1019 GeV .

Se escolhermos kπR ' 37 (correspondendo a um raio da dimensão extra de or-

dem R & 10LP , com LP ≡ M−1
P o comprimento de Planck, para k . MP ), vemos

que a correspondente escala de energia da brana IR será suprimida por um fator:

MIR = e−kπRMP ' 10−16MP ' 1 TeV. (2.5)

Isso permite resolver o problema da hierarquia de gauge, pois o valor es-

perado de vácuo do Higgs também será naturalmente suprimido pelo warping,

desde que o Higgs esteja localizado próximo de y = πR. Podemos ver esse me-

4De fato, se a escala de energia fundamental da gravitação for M∗, integrando sobre a di-
mensão extra obtemos a escala quadridimensional M2

P = M∗3
k [1 − e−2kπR] [28], que não é muito

sensível ao tamanho da dimensão extra. Assim, estamos assumindo k . M∗ ∼ MP , com a cur-
vatura suficientemente pequena para que a descrição clássica da gravitação ainda seja uma boa
aproximação.
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canismo atuar explicitamente se assumirmos que o campo de Higgs esteja locali-

zado na brana IR por uma função delta:

SH =

∫
d4x

∫ πR

0

dy
√
g δ(y − πR)

[
gµν∂µH

†∂νH − λ(|H|2 − v2
0)2
]
, (2.6)

onde g ≡ |det(gMN)| = e−4ky. Podemos obter a ação efetiva quadridimensional

do Higgs efetuando a integral em y:

SH =

∫
d4x

[
e−2kπRηµν∂µH

†∂νH − e−4kπRλ(|H|2 − v2
0)2
]
. (2.7)

O termo cinético pode ser canonicamente normalizado se redefinirmos:

e−kπRH → H. (2.8)

Obtemos assim a ação:

SH =

∫
d4x

[
ηµν∂µH

†∂νH − λ(|H|2 − e−2kπRv2
0)2
]
. (2.9)

O valor esperado de vácuo efetivo do Higgs será dado por v ≡ e−kπRv0. De

fato, temos uma solução para o problema da hierarquia, pois mesmo que o vev

(valor esperado de vácuo) do Higgs seja da ordem de MP , sua localização na

brana IR implica que um observador quadridimensional verá um vev exponenci-

almente suprimido, de ordem TeV. É claro que localizar o Higgs utilizando uma

função delta é apenas um artifício para demonstrar a supressão, de modo que

modelos mais realistas necessitam obter um mecanismo dinâmico de localização.
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Concluímos esta introdução comentando que modelos de WED possuem uma

descrição dual quadridimensional através da correspondência AdS/CFT [41].

Eles podem ser vistos como descrevendo uma teoria quadridimensional forte-

mente acoplada com dinâmica quase conforme, que vive na fronteira do espaço

AdS5. Um review dessa chamada descrição holográfica pode ser encontrado em

[37, 38]. O espectro de modos de KK corresponde a estados compostos na teoria

quadridimensional, enquanto que os modos zero podem ser vistos como estados

compostos ou elementares, dependendo de sua localização na dimensão extra.

Assim, do ponto de vista observacional, não existiria distinção entre modelos

com dimensões extras curvas e modelos quadridimensionais de quebra dinâmica

de simetria através de interações fortes quase conformes, como modelos de Wal-

king Technicolor [42]. Essa visão é útil para obter intuição sobre como contruir

modelos realistas fortemente acoplados, além de servir como um método de cál-

culo poderoso para estes.

Passamos agora a obter o espectro de modos de KK para campos de gauge e

férmions em cinco dimensões.

2.2 Bósons de Gauge

Vamos obter a teoria efetiva quadridimensional de modos de KK para um

campo de gauge em um fundo AdS5. Por simplicidade, trateremos o caso de uma

simetria de calibre U(1). A ação cinco dimensional é dada por:
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SA5 =

∫
d4x

∫ πR

0

dy
√
g

{
−1

4
FMNF

MN

}
=

∫
d4x

∫ πR

0

dy

{
−1

4
FµνF

µν +
1

2
e−2ky (∂5Aµ − ∂µA5)2

}
, (2.10)

onde ∂5 ≡ ∂y e o tensor intensidade do campo é dado por FMN = ∂MAN − ∂NAM .

Na segunda linha, as contrações são feitas com a métrica de Minkowski ηµν . Va-

mos tomar o campo Aµ como par sob a simetria Z2. Primeiramente vemos que

isso implica que a quinta componente A5 tem de ser ímpar, para que o segundo

termo da ação tenha paridade bem definida. Campos pares possuirão modo zero

e campos ímpares não [35], o que mostra que o orbifold serve para projetar fora

modos zero não desejados.

A paridade implica também que as condições de contorno que os campos obe-

decem devem ser do tipo Neumann, para campos pares ou Dirichlet, para os

ímpares, ou seja:

∂5Aµ(xµ, y)|y=0 = ∂5Aµ(xµ, y)|y=πR = 0, (2.11)

A5(xµ, y)|y=0 = A5(xµ, y)|y=πR = 0. (2.12)

Para poder efetuar a integral em y e obter a ação efetiva quadridimensional,

introduzimos as expansões em modos de KK:

Aµ(xµ, y) ≡ 1√
πR

∞∑
n=0

f (n)(y)A(n)
µ (xµ) , (2.13)
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A5(xµ, y) ≡ 1√
πR

∞∑
n=0

∂5f
(n)(y)

mn

A
(n)
5 (xµ) . (2.14)

As f (n)(y) são chamadas “funções de onda” na dimensão extra. Para que Aµ seja

par sob Z2 elas tem de satisfazer:

f (n)(y) = f (n)(−y), ∂5f
(n)(y)|0,πR = 0. (2.15)

E sua normalização é dada por:

1

πR

∫ πR

0

f (n)(y)f (m)(y)dy = δnm. (2.16)

Veremos que as funções de onda f (n)(y) são um conjunto completo de solu-

ções que diagonalizam a equação de movimento dos campos, e assim os estados

da torre de modos de KK terão massas bem definidas. O termo de mistura na

ação entre Aµ e A5 pode ser eliminado indo ao gauge A5 = 0. Esse gauge é aná-

logo ao gauge unitário escolhido para eliminar modos de NG no mecanismo de

Higgs.5 De fato, os modos de KK de A5 se comportam como escalares sob a si-

metria de Lorentz quadridimensional e podem ser vistos como bósons de NG,

que são absorvidos para dar massa aos modos de KK de Aµ [36]. Nesse gauge, as

equações de movimento de Aµ se escrevem:

[−∂ν∂µ + δνµ(∂2 − ∂5e
2 k y∂5)]Aµ = 0, (2.17)

onde ∂2 ≡ ηµν∂µ∂ν . Todas as contrações são feitas com ηµν . Introduzindo a ex-

5De maneira mais cuidadosa, introduzimos a classe de gauges Rξ através do termo de fixação
de gauge LG = −√g/ξTr[DMA2

M ], com DMA
N = ∂MA

N + ΓNM,PA
P + ig[AM , A

N ]. Podemos
então desacoplar A5 no limite ξ →∞ [43, 44].
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pansão de modos de KK, obtemos:

(δµν ∂
2 − ∂µ∂ν)Aν(n)f (n)(y)− ∂5(e2 k y∂5f

(n)(y))Aµ(n) = 0. (2.18)

Para obter modos de KK com massas definidas, eles devem satisfazer:

(δµν ∂
2 − ∂µ∂ν)Aν(n) = m2

nA
µ(n). (2.19)

Tomando a divergência ∂µ dessa equação, vemos que ela implica a condição de

Lorenz, ∂µAµ(n) = 0, ou seja, os modos de KK satisfazem equações de Proca:

(∂2 +m2
n)A(n)

µ = 0. (2.20)

A equação de movimento que determina as funções de onda fica então:

∂2
5f

(n)(y)− 2 k ∂5f
(n)(y) +m2

n e
2 k yf (n)(y) = 0 . (2.21)

No caso não-abeliano, a diagonalização da parte quadrática da ação é idêntica,

resultando no mesmo perfil na dimensão extra. No entanto, as interações de

três e quatro campos de gauge que vem do termo cinético de Yang-Mills não são

diagonalizadas por essa transformação, resultando em interações entre os modos

de KK [30].

Podemos obter a solução para o modo zero m0 = 0:

∂2
5f

(0)(y)− 2 k ∂5f
(0)(y) = 0 . (2.22)
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A solução geral é da forma:

f (0)(y) = Ae2ky +B. (2.23)

com A e B constantes arbitrárias. As condições de contorno de Neumann (2.11)

implicam que A = 0. A normalização (2.16) dá então:

f (0)(y) = 1. (2.24)

O modo zero de um campo de gauge tem portanto um perfil plano na dimensão

extra, garantindo universalidade dos seus acoplamentos. Isso é esperado, uma

vez que o modo zero não possui massa, e assim, a simetria de gauge associada a

ele não é quebrada.

Para obter a solução geral de (2.21) para todo n, definimos:

z ≡ mne
ky

k
, f (n)(z) ≡ zF (n)(z). (2.25)

Substituindo essas definições em (2.21), obtemos:

z2∂2
zf

(n) − z∂zf (n) + z2f (n) =

z2∂2
zF

(n) + z∂zF
(n) + (z2 − 1)F (n) = 0. (2.26)

Vemos que F (n)(z) satisfaz uma equação de Bessel de ordem ν = 1, e assim,

podemos escrever a solução de (2.21) em termos de funções de Bessel e Neumann

[35]:

f (n)(y) =
ek y

Nn

[
J1

(
mn e

ky

k

)
+ β(mn)Y1

(
mn e

ky

k

)]
, (2.27)
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onde β(mn) e mn são constantes e podem ser determinados pelas condições de

contorno (2.11) e Nn pela normalização (2.16).

A condição de contorno em y = 0 dá:

[z(J1(z) + β(mn)Y1(z)) + z2(∂zJ1(z) + β(mn)∂zY1(z))] |y=0 = 0

⇒ [z2(J0(z) + β(mn)Y0(z))] |y=0 = 0, (2.28)

onde usamos a relação de recorrência (válida para Jn(x) e Yn(x)):

J ′n(x) +
n

x
Jn(x) = Jn−1(x). (2.29)

A constante β(mn) vale então:

β(mn) = −J0

(
mn
k

)
Y0

(
mn
k

) . (2.30)

O espectro de massas pode ser determinado grafica ou numericamente da equa-

ção transcendental dada pela condição de contorno em y = πR:

Y0

(mn

k

)
J0(

mne
k πR

k
)− J0

(mn

k

)
Y0(

mne
k πR

k
) = 0. (2.31)

No limite mn � k e kR � 1 podemos aproximar a constante de normalização

por [35]:

Nn '
eπkRπR

g2
5

√
2πkR

J1

(
mn e

πkR

k

)
' eπkR/2

g2
5

√
R

mn

. (2.32)
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Nesse limite, o espectro de massas é dado por:

mn '
(
n− 1

4

)
πke−πkR, n > 0. (2.33)

Vemos que mesmo para uma curvatura grande, se aproximando deMP , a pre-

sença do fator dewarping gera um espectro de modos massivos com espaçamento

de ordem TeV. Iremos agora descrever o espectro de férmions do modelo.

2.3 Férmions

A ação fermiônica em cinco dimensões pode ser escrita como:

Sf5 =

∫
d4x

∫ πR

0

dy
√
g
{
iΨ̄ΓM∇MΨ +mΨ Ψ̄Ψ

}
. (2.34)

Para acoplar os espinores ao campo gravitacional, é necessário considerar sua

transformação sob uma simetria de Lorentz local. Pelo princípio da equivalência,

dado um ponto do espaço-tempo, sempre é possível encontrar um conjunto de

coordenadas tal que a métrica nesse ponto seja a métrica de Minkowski. Isso

permite definir referenciais ortonormais em cada ponto do espaço-tempo, com

auxílio do chamado vielbein eAM .6 Em termos do vielbein, a métrica se escreve:

gMN = eAMe
B
NηAB, (2.35)

onde ηAB é a métrica de Minkowski. Convencionamos que os índices do começo

6Do alemão, muitas pernas. Em quatro dimensões, usa-se o nome vierbein (quatro pernas).
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do alfabeto (A, B, . . .) se referem a transformações de Lorentz locais, enquanto

que os índices (M, N, . . .) se referem a transformações gerais de coordenadas. O

vielbein inverso pode ser obtido fazendo:

E M
A = gMNηABe

B
N . (2.36)

E satisfaz:

eAME
M

B = δAB,

E M
A eAN = δMN . (2.37)

As matrizes ΓM(x, y) satisfazem a algebra de Clifford:

{
ΓM ,ΓN

}
= 2gMN , (2.38)

e podem ser escritas como:

ΓM ≡ E M
A γA, (2.39)

onde as matrizes γA = (γµ, iγ5), γ5 ≡ iγ0γ1γ2γ3 são escolhidas para satisfzer:

{
γA, γB

}
= 2ηAB. (2.40)

Finalmente, a derivada covariante espinorial é escrita:

∇M = ∂M + ωM . (2.41)

O campo ωM ≡ iωABM
σAB

2
é a chamada conexão de spin, que se transforma
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como um campo de gauge sob transformações locais de Lorentz (grupo de gauge

SO(1,4)). Ela é composta dos geradores do grupo de Lorentz na representa-

ção espinorial: σAB ≡ i
4

[
γA, γB

]
e da conexão de Levi-Civita ΓNMO (que não

deve ser confundida com a matriz de Dirac ΓM ) expressa na base ortonormal:

ωABM = −gMNE
M

B (∂ME
N

A + ΓNMOE
O

A ). Para o caso específico da métrica AdS5

(2.1), temos:

Γ5
µν = −ke−2kyηµν , Γµ5ν = −kδµν ,

E M
A = diag(eky, eky, eky, eky, 1),

ωM =

(
k

2
e−kyiγ5γµ, 0

)
. (2.42)

Com essas definições, podemos escrever a ação como:

Sf5 =

∫
d4x

∫ πR

0

dye−4ky
{
ekyiΨ̄γµ∂µΨ + Ψ̄(2kγ5 − γ5∂5)Ψ +mΨΨ̄Ψ

}
. (2.43)

Como γ5 foi incluído na álgebra de Clifford, e não existe outra matriz que an-

ticomute com as outras matrizes gama, não existem espinores quirais em cinco

dimensões (por essa razão, o termo de massa para os férmions não é proibido

por simetrias de gauge). No entanto, ainda podemos efetuar a decomposição

ΨL,R = (1∓γ5)
2

Ψ, chegando à expressão:

Sf5 =

∫
d4x

∫ πR

0

dye−4ky
{
ekyiΨ̄L,Rγ

µ∂µΨL,R + (Ψ̄L(2k − ∂5)ΨR − L↔ R)+

+mΨ(Ψ̄LΨR + h.c.)
}
.

(2.44)
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Vemos que para que o termo com ∂5 seja invariante sob Z2, ΨL e ΨR devem ter pa-

ridades opostas, ou seja, Ψ(y) = ±γ5Ψ(−y).7 O campo que escolhermos como par

terá modo zero, e o outro não. Isso permite obter um modo zero quiral, embora

os acoplamentos de gauge cinco dimensionais sejam necessariamente vetoriais.

Novamente, vemos que a compatificação em um orbifold elimina um modo zero

indesejado.

Por outro lado, Ψ̄Ψ é ímpar sob Z2, o que proíbiria a massa para o férmion. No

entanto, podemos supor que a massa se originou de um valor esperado de vácuo

de um campo escalar no bulk com um perfil ímpar na dimensão extra, gerando

um termo de massa da forma [35]:

mΨ = ckε(y),

ε(y) ≡ y

|y| , (2.45)

onde c é um parâmetro arbitrário, de ordem um. Notamos que a parametrização

mΨ = ck é tecnicamente natural, uma vez que a massa será da ordem da escala

de energia intrínseca da teoria, k .MP . Um termo de massas construído assim é

ímpar sob Z2, e portanto é permitido. Ele também irá modificar as condições de

contorno de Neumann obedecidas pelos modos pares [35, 37], pois gera termos

de massa com sinais opostos nas branas mΨ|0,πR = ±ck, que devem ser cancela-

dos.

É útil definir: Ψ̃L,R ≡ e−2kyΨL,R. Em termos desses campos, escrevemos a ação

7Notamos que ainda resta o termo proibido 2kΨ̄LΨR. Um tratamento mais cuidadoso requer
tomar o fator de warping e−2k|y|, 0 < y < 2πR. Assim, as derivadas em y atuando na exponencial
serão descontínuas em y = 0, πR, gerando termos com funções degrau invariantes sob Z2, assim
como na equação (2.45) [36, 35].
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(2.44) como:

Sf5 =

∫
d4x

∫ πR

0

dy
{
ekyi ¯̃ΨL,Rγ

µ∂µΨ̃L,R − ( ¯̃ΨL∂5Ψ̃R − L↔ R)+

+mΨ( ¯̃ΨLΨ̃R + h.c.)
}
. (2.46)

Obtemos dessa ação as equações de movimento acopladas para os campos L e R:

ekyiγµ∂µΨ̃L − ∂5Ψ̃R + ckΨ̃R = 0,

ekyiγµ∂µΨ̃R + ∂5Ψ̃L + ckΨ̃L = 0. (2.47)

Introduzimos aqui as expansões em modos de KK:

Ψ̃L,R ≡
1√
πR

∞∑
n=0

h
(n)
L,R(y)ψ

(n)
L,R(xµ) . (2.48)

Normalizamos as funções de onda como:

1

πR

∫ πR

0

ekyh
∗(n)
L,R (y)h

(m)
L,R(y)dy = δnm. (2.49)

Substituindo em (2.47) e impondo que os modos de KK satisfaçam a equação de

Dirac:

iγµ∂µψ
(n) −mnψ

(n) = 0. (2.50)

Obtemos as equações para as funções de onda:

ekymnh
(n)
L − ∂5h

(n)
R + ckh

(n)
R = 0,

ekymnh
(n)
R + ∂5h

(n)
L + ckh

(n)
L = 0.
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Elas podem ser desacopladas, obtendo:

[
m2
n e

2ky + eky(∂5e
−ky∂5)− c(c± 1)k2

]
h

(n)
L,R = 0, (2.51)

com o sinal “ + ” para o campo L e “ − ” para o R. Analogamente ao caso do

campo de gauge, a solução geral é dada por [35]:

h
(n)
L,R(y) =

e
1
2
k y

Nn

[
J|c± 1

2
|

(
mn e

ky

k

)
+ β|c± 1

2
|(mn)Y|c± 1

2
|

(
mn e

ky

k

)]
. (2.52)

Podemos determinar as constantes β|c± 1
2
|(mn) e Nn pelas condições de contorno

e pela normalização (2.49) das funções de onda, respectivamente. Se supormos

que ΨL é par sob Z2, obtemos de (2.51) a equação para o modo zero:

(∂5 + ck)h0
L = 0, (2.53)

com a solução:

h0
L = Ae−cky. (2.54)

Essa solução obedece automaticamente a condição de contorno de Neumann mo-

dificada, que é identica à equação de movimento. Substituindo em (2.49), obte-

mos a solução normalizada:

h
(0)
L (y) =

√
kπR(1− 2c)

ekπR(1−2c) − 1
e−cky. (2.55)

Analogamente, se tivessemos escolhido ΨR par, obteríamos o modo zero de mão
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direita:

h
(0)
R (y) =

√
kπR(1 + 2c)

ekπR(1+2c) − 1
ecky. (2.56)

Vemos que o parâmetro c controla a localização do férmion na dimensão extra.

Como o Higgs está localizado em y = 0, o acoplamento de Yukawa (ver a seção

(2.4) será grande para férmions localizados no IR e pequeno para férmions no

UV. Dessa forma, com a escolha de parâmetros de ordem um, somos capazes de

reproduzir a hierarquia de massas dos férmions. Para obter a dependência cor-

reta da localização com o parâmetro c, consideramos o termo cinético dos modos

zero:

Sf5 =

∫
d4x

∫ πR

0

dy
{
ekye±2cky|AL,R|2ψ̄(0)

L,Riγ
µ∂µψ

(0)
L,R + · · ·

}
, (2.57)

com o sinal “− ” para o campo L e “ + ” para o R. Vemos que o fator que controla

a localização é a exponencial:

e(1/2−cL)ky para mão esquerda,

e(1/2+cR)ky para mão direita. (2.58)

Assim, para cL > 1
2
, o modo zero estará localizado próximo da brana UV, e para

cL < 1
2

próximo da brana IR. O caso cL = 1
2

gera um modo zero plano. Analo-

gamente, temos a localização próxima do UV (IR) para cR < −1
2

(> −1
2
) para o

modo zero de mão direita. Comportamentos típicos para o caso de mão esquerda

estão representados na figura (2.2).

Passaremos agora a estudar os acoplamentos de gauge e a violação de sabor

no modelo de RS.
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37
y

hL
0 e

ky

2

Figura 2.2: Função de onda do modo zero de mão esquerda em função da posição na dimensão

extra, y. Os casos apresentados são cL = 0.5 (verde), cL = 1.1 (vermelho tracejado), cL = −0.1

(azul pontilhado). A normalização do caso plano foi ajustada para permitir melhor visualização.

2.4 Acoplamentos e Violação de Sabor

Introduzindo interações de gauge para um férmion através da derivada cova-

riante DM = ∇M − ig5AM , geramos na ação cinco dimensional o termo:

S5
ΨA =

∫
d4x

∫ πR

0

dy
√
g g5 Ψ̄(xµ, y)ΓµAµ(xµ, y)Ψ(xµ, y), (2.59)

onde g5 é o acoplamento de gauge 5-dimensional e trabalhamos no calibreA5 = 0.

Em geral, interações que são renormalizáveis em quatro dimensões deixam de

sê-lo em teorias com dimensões extras. De fato, uma vez que as dimensões canô-

nicas de massa dos campos são [Ψ] = 2 e [A] = 3/2, a constante de acoplamento

g5 possui dimensão canônica [g5] = −1/2, e portanto a interação de gauge é não

renormalizável. Por essa razão, teorias cinco dimensionais devem ser vistas como

teorias efetivas, com um corte Λ acima do qual a teoria é fortemente acoplada e o

espalhamento de modos de KK longitudinais (análogos a bósons de Goldstone)
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viola a unitariedade perturbativa [30]. Em teorias com dimensões extras curvas,

a simetria de escala da métrica AdS5 (equação (2.4)) faz com que a escala de física

fortemente acoplada varie com a posição na dimensão extra segundo o fator de

warping e−ky. Se o corte na brana UV for da ordem da escala de Planck, o cor-

respondente corte na brana IR será de ordem ΛIR = e−kπRΛUV ' 1 TeV, que é a

escala de massas do primeiro modo de KK [45].

Uma vez que a teoria é não renormalizável, devemos esperar a presença de

operadores de dimensão superior como por exemplo, a interação de quatro fér-

mions∼ cijkl/Λ
2ψ̄iψjψ̄kψl. No entanto, em geral tais operadores serão suprimidos

por um corte efetivo Λ ∼ MP se ao menos um dos férmions estiver localizado no

UV, o que garante a proteção contra efeitos fenomenologicamente indesejáveis,

como o decaimento do próton (de fato essa é uma motivação para permitir a pro-

pagação dos férmions no bulk. Ver, por exemplo, [46]).

Vamos expandir os campos em modos de KK, usando (2.13) e (2.48), obtendo:

S5
ΨA =

∑
n,m,p

1

(πR)3/2

∫
d4x

∫ πR

0

dy g5

[
h
∗(n)
L,R (y)ψ̄

(n)
L,R(xµ)

]
iγµ
[
f (m)(y)A(m)

µ (xµ)
]
×[

h
(p)
L,R(y)ψ

(p)
L,R(xµ)

]
.

(2.60)

Podemos definir o acoplamento efetivo entre o n-ésimo modo de KK do fér-

mion e o m-ésimo modo do campo de gauge escrevendo:

S5
ΨA = gL,R(n,m)

∫
d4x ψ̄

(n)
L,R(xµ)iγµA(m)

µ (xµ)ψ
(n)
L,R(xµ), (2.61)
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onde definimos:

gL,R(n,m) =
g5

(πR)3/2

∫ πR

0

dy ekyf (m)(y)|h(n)
L,R(y)|2. (2.62)

Para m = n = 0, devemos recuperar o acoplamento de gauge usual do MP, g.

Assim, utilizando f (0)(y) = 1 e a normalização das funções de onda dos férmions

(2.49):

g(0,0) ≡ g =
g5√
πR

. (2.63)

Vemos que o acoplamento de gauge quadridimensional é suprimido por um fator

que depende do tamanho da dimensão extra,
√
πR em relação ao acoplamento

em cinco dimensões. Essa é uma característica genérica de teorias com dimensões

extras. Como desejamos que os modos zero dos férmions sejam identificados com

os férmions do MP, estamos interessados nas modificações em sua física devido

ao acoplamento com os modos de KK dos bósons de gauge. O acoplamento de

maior relevância para isso é com o primeiro modo, m = 1, já que sua massa é

menor e portanto as interações mediadas pela troca deste modo estarão menos

suprimidas. Reescrevendo o acoplamento em termos de g, ele será dado por:

gL,R(0,1) =
g

(πR)

∫ πR

0

dy ekyf (1)(y)|h(0)
L,R(y)|2. (2.64)

A figura (2.3) mostra o comportamento desse acoplamento em unidades de g

quadridimensional como função da localização, para férmions de ambas as qui-

ralidades.

Para cL < 1/2 ou cR > −1/2 (localização no IR), a constante de acoplamento se

aproxima assintoticamente do valor gR01/g ' 8, 4, enquanto que para cL > 1/2 ou
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Figura 2.3: Acoplamento de gauge dos modos zero com o primeiro modo de KK de um bóson

de gauge, em unidades do acoplamento do MP. Em vermelho tracejado (azul) temos o acopla-

mento de mão esquerda (direita) em função da localização cL(R).

cR < −1/2 (localização no UV), ocorre saturação rápida, no valor gR01/g ' −0, 2,

[35]. Essa saturação pode ser entendida do fato de a função de onda do primeiro

modo de KK do bóson de gauge ser pequena e aproximadamente constante no

UV.

Os acoplamentos de Yukawa, por sua vez, são definidos por:

L5
Y =

3∑
i,j=1

[∫
d4x

∫ πR

0

dy
√
g Y5

ij Ψ̄i(x
µ, y)δ(y − πR)H(xµ)Ψj(x

µ, y)

]
, (2.65)

onde i, j = 1, 2, 3 são índices de geração e H(xµ) é o dubleto de Higgs do MP.

Como no caso do acoplamento de gauge, a interação é não-renormalizável, e os

acoplamentos de Yukawa Y5
ij terão dimensão canônica de massa [Y5

ij] = −1. As-

sim, podemos escrever Y5
ij ≡ λ5

ij/k com λ5
ij adimensional e k a curvatura deAdS5.
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Vamos assumir que |λ5
ij| ∼ O(1), de maneira que a hierarquia de massas não será

gerada por esses parâmetros. Novamente, tomamos o modelo mais simples em

que a localização do Higgs é dada por uma função δ(y − πR). O acoplamento do

modo zero dos férmions com o Higgs pode ser obtido utilizando a decomposição

em modos de KK:

ΨL,R ≡
e2 k y

√
πR

∞∑
n=0

h
(n)
L,R(y)ψ

(n)
L,R(xµ), (2.66)

com n = 0. Fazendo isso, a lagrangiana (2.65) pode ser escrita como

L5
Y =

3∑
i,j=1

Y5
ij

πR

∫
d4x

∫ πR

0

dy δ(y − πR)
{[
h

(0)
L (y)ψ̄

(0)
L (xµ)

]
i
H(xµ)×

[
h

(0)
R (y)ψ

(0)
R (xµ)

]
j

+ h.c.

}
. (2.67)

Devemos escrever todos os acoplamentos de Yukawa permitidos pelas simetrias
de gauge. Em particular, se definirmos os campos dos quarks como:

QL =

{(
u
d

)
L

,

(
c
s

)
L

,

(
t
b

)
L

}
,

UR = {uR, cR, tR} ,
DR = {dR, sR, bR} , (2.68)

e efetuarmos a integral (trivial) em y, podemos escrever as interações de Yukawa

dos quarks no modelo de RS como:

L4
Y =

∑
i,j=1

{∫
d4x YU

i,jQ̄
(0)
LiHU

(0)
Rj + YD

i,jD̄
(0)
Rj H̃Q

(0)
Li + h.c.

}
, (2.69)

onde omitimos a dependência em xµ dos campos quadridimensionais e defini-

mos o dubleto conjugado de carga H̃ ≡ −iσ2H
∗, com a matriz de Pauli σ2. Defi-
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nimos as matrizes:

Y U
ij ≡

λ
5(U)
ij

πRk
ekπRh

(0)Q
Li (πR)h

(0)U
Rj (πR), (2.70)

Y D
ij ≡

λ
5(D)
ij

πRk
ekπRh

(0)Q
Li (πR)h

(0)D
Rj (πR). (2.71)

Esses são os acoplamentos de Yukawa que devem corresponder aos do MP. Os fa-

tores adicionais de ekπR surgem pois após integrar sobre a dimensão extra, deve-

mos efetuar a redefinição (2.8) para obter o termo cinético canônico para o Higgs.

Se multiplicarmos os acoplamentos de Yukawa pelo valor esperado de H , v/
√

2,

obteremos as correspondentes matrizes de massas, MU
ij e MD

ij . Ao substituirmos

as expressões para as funções de onda do modo zero (equações (2.55) e (2.56)),

vemos que o acoplamento de Yukawa terá a forma funcional:8

Yij ≡ λ5
ij

√
(1− 2cL)

ekπR(1−2cL) − 1

√
(1 + 2cR)

ekπR(1+2cR) − 1
ekπR(1−cL+cR). (2.72)

Embora os parâmetros λ5
ij e cL,R sejam não hierárquicos, as matrizes de Yukawa

obtidas do modelo de WED são capazes de gerar a hierarquia de massas dos

férmions, pois as funções de onda dos modos zero fermiônicos, h(0)
L,R dependem

exponencialmente da localização [35]. Como casos típicos, tomando o limite:

e(1−2cL)kπR � 1,

e(1+2cR)kπR � 1, (2.73)

8Na realidade, a presença do Higgs na brana IR modifica as condições de contorno das equa-
ções de movimento. Assim existe uma mistura entre os modos zero e os modos de KK, e as
expressões (2.55) e (2.56) possuem correções de ordemO(m2

f/M
2
KK) [47, 48], que ignoramos aqui.
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temos o acoplamento de Yukawa de um férmion fortemente localizado no IR:

Y IR
ij ≡ λ5

ij

√
(1− 2cL)(1 + 2cR). (2.74)

Esse acoplamento é de ordem O(1), portanto, para férmions localizados no IR,

como por exemplo o top, devemos obter massas de ordem v. Já para a localização

no UV , tomamos o limite oposto:

e(1−2cL)kπR � 1,

e(1+2cR)kπR � 1. (2.75)

Obtemos o acoplamento da forma:

Y UV
ij ≡ λ5

ij

√
(2cL − 1)(2cR − 1)ekπR(1−cL+cR), (2.76)

que é exponencialmente suprimido, permitindo obter massas pequenas para fér-

mions localizados no UV , como o quark up.

A resolução do problema da hierarquia de massas dos férmions tem como

preço a geração de correntes neutras que trocam sabor (flavor changing neutral cur-

rents - FCNC) a nível árvore. De fato, lembramos que no MP as correntes neutras

para os quarks de mão esquerda e carga positiva tem a forma:

L(0)
quarks = − g

cos θW
(guL ūLγ

µuL + gcL c̄Lγ
µcL + gtL t̄Lγ

µtL)Zµ. (2.77)

Os acoplamentos são universais: guL = gcL = gtL = [1/2 − (2/3) sin2 θW ] ≡ g
(up)
L ,

o que torna a corrente neutra invariante por uma rotação unitária LU para auto-
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estados de massa:

L(0)
quarks = − g

cos θW

(
ū′ c̄′ t̄′

)
L
L−1
U

 gL 0 0

0 gL 0

0 0 gL

LUγ
µ

 u′

c′

t′


L

Zµ ⇒

L(0)
quarks = − g

cos θW
gL (ū′Lγ

µu′L + c̄′Lγ
µc′L + t̄′Lγ

µt′L)Zµ. (2.78)

O mesmo ocorre para os outros quarks, caracterizando o chamado mecanismo

GIM [49], que proíbe as FCNC a nível árvore. Esses efeitos que só aparecem no

MP a ordem de 1-loop, através de diagramas de caixa. Por exemplo, a mistura

entre os mésons K0 e K0 é dada pelos diagramas da figura (2.4).

d

s d

sW

W

u, c, t u, c, t

u, c, t

u, c, t

WW

d

s s

d

+

Figura 2.4: Diagramas de caixa que contribuem para a violação de sabor no MP
a 1-loop, no setor de Kaons.

No entanto, a universalidade dos acoplamentos que garante o mecanismo

GIM é violada se tentarmos gerar a hierarquia de massas dos férmions em um

modelo de WED, pois necessitamos de localizações diferentes para cada sabor.

De fato, vemos da figura (2.3) que o acoplamento correspondente entre os quarks

de mão esquerda do MP e o primeiro modo de KK do glúon, por exemplo, não

será em geral universal, mas sim caracterizado por uma matriz no espaço de sa-
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bor:

GL
U ≡ L−1

U


g
L(1)
(0,1) 0 0

0 g
L(2)
(0,1) 0

0 0 g
L(3)
(0,1)

LU , (2.79)

onde o índice (i) = 1, 2, 3 representa a geração. Analogamente, definimos os

correspondentes matrizes de acoplamento para os quarks tipo down de mão es-

querda e os quarks de mão direita:

GL
D ≡ L†D g

L
(0,1)LD,

GR
U ≡ R†U g

R(U)
(0,1) RU ,

GR
D ≡ R†D g

R(D)
(0,1) RD, (2.80)

onde omitimos os índices de sabor e definimos as correspondentes transforma-

ções para auto-estados de massa, LU , RU e RD.

Embora exista essa violação de sabor a nível árvore, é possível mostrar que

a estrutura hierárquica dos acoplamentos de Yukawa suprime grande parte dos

processos de FCNC. Por analogia, esse novo mecanismo é chamado RS-GIM [50,

51, 52, 53]. Descreveremos de maneira simples como ele atua, segundo [38]. As-

sumindo por simplicidade duas famílias, consideramos por exemplo a violação

de sabor no setor down de mão esquerda:

GL
D ≡ L−1

D

 g
L(1)
(0,1) 0

0 g
L(2)
(0,1)

LD.
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Como LD é unitária, seus elementos satisfazem:

|LD(11)|2 + |LD(12)|2 = 1,

|LD(22)|2 + |LD(21)|2 = 1,

|LD(12)|2 − |LD(21)|2 = 0,

|LD(11)|2 − |LD(22)|2 = 0,

L∗D(11)LD(21) + L∗D(12)LD(22) = 0,

L∗D(11)LD(12) + L∗D(21)LD(22) = 0. (2.81)

O que permite escrever:

GL
D ≡

 g
L(1)
(0,1) (g

L(1)
(0,1) − g

L(2)
(0,1))LD(11)L

∗
D(21)

(g
L(1)
(0,1) − g

L(2)
(0,1))L

∗
D(11)LD(21) g

L(2)
(0,1)

 .

Vemos que os elementos fora da diagonal são proporcionais a diferença gL(1)
(0,1) −

g
L(2)
(0,1). Assim, se esses acoplamentos forem similares, a violação de sabor será

suprimida. De fato, para a primeira e segunda famílias, podemos localizar os du-

bletos no UV e portanto estamos na região cL > 1/2 [35], e assim, como mostrado

na figura (2.3), o acoplamento é universal. Para a terceira família, deveremos

ter cL < 1/2, para localizar o quark top no IR, mas nesse caso os vínculos ex-

perimentais são mais fracos [54] e permitem MKK > 2 TeV [35] para o primeiro

estado massivo do glúon. Dessa forma, através do mecanismo RS-GIM, a maior

parte dos processos de violação de sabor é suficientemente suprimida e não gera

vínculos muito restritivos para as massas dos modos de KK. No entanto, foi mos-

trado em [55] que a violação de CP no setor de káons (εkáon) possui contribuições
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vindas de acoplamentos com modos de KK que são problemáticas. As contribui-

ções para o coeficiente de operadores do tipo d̄iRs
i
Ld̄

j
Ls

j
R são maiores do que os de

interações da forma d̄iLγ
µsiLd̄

j
Lγ

µsjL por um fator de aproximadamente 140 [56].

Isso gera um vínculo para a massa dos modos de KK dado por MKK > 30 TeV,

que além de fenomenologicamente indesejável, reintroduziria uma hierarquia em

relação a escala eletrofraca [55].

Através de novas simetrias globais no setor de sabor, é possível reduzir o vín-

culo a MKK > 3 TeV [57, 56]. No entanto, a necessidade de introduzir novas

simetrias de maneira ad hoc para eliminar a violação de sabor nos motiva a bus-

car novos modelos que permitam reproduzir a hierarquia de massas sem gerar as

FCNCs. Nesse espírito, introduziremos a técnica de Desconstrução Dimensional

para obter modelos quadridimensionais inspirados no modelo de RS que permi-

tem solucionar os problemas de hierarquia e que, ao mesmo tempo, suprimem

naturalmente a violação de sabor a nível árvore.



42 O Modelo de Randall-Sundrum



Capítulo 3

Desconstrução Dimensional

3.1 Introdução

Embora o modelo de RS seja capaz de resolver os problemas de hierarquia de

gauge e das massas dos férmions, vimos que ele sofre de problemas com violação

de sabor. Além disso, teorias de gauge em mais de quatro dimensões sempre pos-

suem acoplamentos com dimensão dada por [g] = M−d/2 onde d é o número de

dimensões extras e portanto, são teorias efetivas com um corte equivalente a um

número máximo de modos de KK que podemos incluir sem violar a unitariedade

perturbativa.

A baixas energias, podemos construir uma teoria efetiva quadridimensional

contendo interações renormalizáveis, e cujo espectro seja semelhante ao espec-

tro de modos de KK, em um certo limite. No entanto, essa teoria não necessita

ter o mesmo comportamento a altas energias de uma teoria com dimensões ex-

tras, e na verdade admite outros completamentos ultravioleta. Essa abordagem

se chama Desconstrução Dimensional (concebida independentemente por [29] e
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[30]) e com ela esperamos obter modelos que preservem as boas caracteristicas

das dimensões extras, como a resolução dos problemas de hierarquia, mas evi-

tando alguns de seus problemas. Descreveremos a seguir como construir um

modelo deste tipo, seguindo basicamente a notação e o tratamento empregados

em [58] e [59].

Consideramos uma teoria de calibre em quatro dimensões com o grupo de

gauge dado pelo produto:

G = G0 ×G1 × . . .×GN−1 ×GN , (3.1)

onde em geral temos diferentes grupos de gauge Gj = SU(m)j para cada sítio

j = 0, 1, . . . , N . Incluímos também um conjunto de campos escalares Φj que se

transformam na representação fundamental de Gj−1 e antifundamental de Gj :

Φj → Uj−1ΦjU
†
j . (3.2)

Esses campos se chamam campos de ligação e definem a estrutura da teoria,

convenientemente representada em diagramas chamados de moose ou quiver. O

tipo mais simples de diagrama quiver que podemos construir é a cadeia linear da

figura (3.1). Nesses diagramas, cada círculo representa um sítio com uma sime-

tria de calibre SU(m)j , e as linhas tracejadas representam os campos de ligação,

com a convenção de que o campo de ligação pertence a representação fundamen-

tal do grupo de onde a seta está saindo e antifundamental do círculo onde está

entrando.

No limite de N muito grande, mostraremos que certas teorias desconstruídas

correspondem a dimensões extras discretizadas, e assim, a energias muito meno-
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SU(m)0

Φ1

SU(m)1

Φ2

SU(m)2

ΦN

SU(m)N−1 SU(m)N

Figura 3.1: Diagrama quiver para uma cadeia linear de grupos de gauge.

res que o espaçamento da rede, ambas as teorias devem ser indistinguíveis. A

estrutura geométrica da cadeia linear lembra um segmento de reta, e de fato essa

configuração nos interessa pois desejamos que esse modelo se pareça com o mo-

delo cinco-dimensional de Randall-Sundrum (que está compactificado em um or-

bifold S1/Z2) no limite de baixas energias e grande número de sítios. No entanto,

a estrutura dos campos de ligação é em principio arbitrária e pode representar

qualquer tipo de variedade ou pode ainda não ter interpretação simples como

dimensão extra.

Nas seções seguintes construiremos a ação desse tipo de modelo para o se-

tor de gauge e de férmions, e iniciaremos o estudo do setor de Higgs. Estamos

interessados em uma teoria com um número pequeno de sítios, que apresentará

propriedades interessantes, bastante distintas da teoria extra-dimensional. Em

particular, mostraremos que as violações de sabor são naturalmente suprimidas

para poucos sítios. Em última análise, o modelo de RS será apenas uma inspi-

ração e a teoria com poucos sítios deverá ser vista como um modelo puramente

quadridimensional, sem interpretação como dimensão extra.
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3.2 Bósons de Gauge

A ação do setor de gauge da cadeia linear é escrita como:

SA4 =

∫
d4x

{
−1

2

N∑
j=0

Tr[Fµν,j F
µν
j ] +

N∑
j=1

Tr
[
(DµΦj)

†(DµΦj)
]
− V (Φ)

}
. (3.3)

Os tensores de intensidade dos campos de gauge são Fµν,j = F a
µν,j T

a, a =

1, 2, . . . ,m2 − 1 com

F a
µν,j = ∂µA

a
ν,j − ∂νAaµ,j + gj f

abc
j Abµ,j A

c
ν,j. (3.4)

A derivada covariante é dada por:

DµΦj = ∂µ Φj + igj−1 A
a
µ,j−1 T

a
j−1 Φj − igj Φj A

a
µ,j T

a
j . (3.5)

Identificamos a ação dessa teoria com uma soma de modelos sigma [60]. Se

“desligarmos” os acoplamentos de gauge, a teoria exibirá a simetria global

SU(m)j−1 × SU(m)j para cada campo de ligação, análoga a simetria quiral da

QCD. Se assumirmos que o potencial é tal que os campos adquirem um vev dia-

gonal, podemos parametrizar, no limite não linear:

Φj = vje
(iπaj (x) Taj )/vj , (3.6)

onde πaj são os bósons de Nambu-Goldstone da quebra da correspondente “simetria

quiral” SU(m)j−1 × SU(m)j ao subgrupo diagonal. A quebra de cada simetria

ocorre na repectiva escala vj . Escrevendo vj ≡ vqj , com 0 < q < 1 temos uma
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sequência decrescente de vevs de 0 a N .1 Esta escolha permitirá efetuar a corres-

pondência com o modelo de RS adiante. Como no caso da QCD, os campos de

ligação são apenas uma descrição efetiva a baixas energias, e requerem comple-

tamentos ultravioleta, como por exemplo, condensados quirais de férmions [29].

A partir deste ponto, vamos tomar todos os grupos de gauge idênticos, ou

seja, para todos os sítios, T aj ≡ T a e gj ≡ g, o que corresponde a impor uma sime-

tria de translação discreta j → j + 1. Antes de prosseguir, destacamos uma suti-

leza: a nível quântico, devemos especificar a escala de energia em que avaliamos

as constantes de acoplamento. Para obter uma evolução do grupo de renorma-

lização que é semelhante a do acoplamento de gauge na teoria com dimensões

extras curvas, a escolha adequada é [62, 63]:

g0(v) = g1(v1) = . . . = gN(vN) = g. (3.7)

Expandindo o termo cinético de Φ, obtemos:

Tr
[
(DµΦj)

†(DµΦj)
]

= Tr
[
(∂µΦj)

†(∂µΦj)
]

+ gTr
[
i (∂µ Φj)

† (Aµ,j−1Φj − ΦjAµ,j) + h.c.
]

+
v2
j g

2

2
(Aa 2

µ,j + Aa 2
µ,j−1)− 2g2Tr

[
Φ†jAµ,j−1ΦjA

µ
j

]
. (3.8)

Podemos entender mais facilmente a mistura entre os bósons de NG e os campos

de gauge expandindo o campo de ligação nos termos com o traço a ordem mais

baixa em πj/vj e usando a normalização Tr[T aT b] = δab/2. Assim, obtemos:

Tr
[
(DµΦj)

†(DµΦj)
]

=
1

2

[
∂µπ

a
j − vjg(Aaµ,j − Aaµ,j−1)

]2
. (3.9)

1Embora não tenhamos feito a análise do potencial escalar dos campos de ligação, é possível
obter os vevs com o perfil decrescente sem grande ajuste fino dos parâmetros do potencial [61].
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Essa mistura pode ser removida nos gauges Rξ, introduzindo o termo de fixação

de gauge:2

LG = −
N∑
j=0

1

2ξj

[
∂µA

µ,a
j + ξjg

(
vjπ

a
j − vj+1π

a
j+1

)]2
. (3.10)

É suficiente tomar ξj = ξ para todos os sítios. É fácil ver que o termo cruzado

cancela os termos de mistura após uma integração por partes. Assim, no gauge

Rξ, obtemos a Lagrangiana:

SA4 =

∫
d4x

{
−1

2

N∑
j=0

Tr
[
Fµν,j F

µν
j

]
+

N∑
j=1

g2v2
j

2
(Aaµ,j − Aaµ,j−1)2+

+
N∑
j=0

1

2
(∂µ π

a
j )(∂

µ πaj )−
N∑
j=1

g2ξ

2
(vjπ

a
j − vj+1π

a
j+1)2 +O

(
π3
j

v3
j

)}
. (3.11)

Consideramos primeiro a Lagrangiana de massas dos bósons de NG:

Lmπ = −
N∑
j=1

g2ξ

2
(vjπ

a
j − vj+1π

a
j+1)2 ≡ −1

2
πa†M2

ππ
a, (3.12)

onde πa ≡ {πa1 , πa2 , . . . , πaN}t. A matriz de massas dos bósons de NG é dada por:

M2
π = g2v2ξ



2q2 −q3 0 · · · 0 0
−q3 2q4 −q5 · · · 0 0

0 −q5 2q6 · · · 0 0
...

...
... . . . ...

...
0 0 0 · · · 2q2(N−1) −q2N−1

0 0 0 · · · −q2N−1 2q2N


. (3.13)

2A introdução de LG é acompanhada dos correspondentes fantasmas de Fadeev-Popov, que
não serão necessários em nossos cálculos a nível árvore.
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Para nossos propósitos, é suficiente notar que Det[M2
π ] = (g2v2ξ)N(N+1)qN(N+1)

6= 0 e assim, nos gauges Rξ todos os bósons de NG obtém uma massa depen-

dente do gauge (não física) proporcional a
√
ξ. O gauge unitário é obtido no

limite ξ →∞, desacoplando completamente os bósons de NG do espectro, o que

é consequência do fato de que todos os grupos de gauge são iguais, e assim cada

subgrupo diagonal contém exatamente os m2 − 1 graus de liberdade para serem

absorvidos pelos respectivos m2 − 1 bósons de gauge.3 Como temos N campos

de ligação para N + 1 sítios, restará uma simetria de gauge SU(m) não quebrada,

correspondente ao modo zero. Daqui em diante trabalharemos no gauge unitário,

por simplicidade.

Para estabelecer o espectro de modos de gauge massivos, consideramos a La-

grangiana de massas dos Aµj :

LmA =
g2

2

N∑
j=1

[vj(A
a
µ,j − Aaµ,j−1)]2 ≡ 1

2
Aa†µ M

2
AA

µ,a, (3.14)

comAaµ ≡ {Aaµ,0, Aaµ,1, . . . , Aaµ,N}t. A matriz de massas dos bósons de gauge é dada
então por:

M2
A = g2v2



q2 −q2 0 · · · 0 0
−q2 q2 + q4 −q4 · · · 0 0

0 −q4 q4 + q6 · · · 0 0
...

...
... . . . ...

...
0 0 0 · · · q2(N−1) + q2N −q2N

0 0 0 · · · −q2N q2N


. (3.15)

3Poderíamos ter ido diretamente ao gauge unitário fazendo a transformação de gauge Uj =

vje
(−iπaj (x) T

a
j )/vj , mas o gauge Rξ será útil quando generalizarmos a cadeia linear para o caso em

que o Higgs é um pseudo bóson de NG, no capítulo (4).
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Podemos diagonalizar essa matriz através da transformação unitária:

Aµ,j =
N∑
n=0

fj,nA
′
µ,n, (3.16)

onde os A′µ,n são os auto-estados de massa.

Podemos extrair das equações de movimento de Aµj a equação que deve ser

satisfeita pelos fj,n para diagonalizar (3.15). Por simplicidade, trataremos o caso

abeliano. O caso não abeliano possui interações entre diferentes modos massivos

que vem das equações de movimento não lineares, mas o espectro e as autofun-

ções são identicos ao caso U(1) e podem ser encontrados em [30].

As equações de Euler-Lagrange

∂L
∂Aν,j

− ∂µ
(

∂L
∂(∂µAν,j)

)
= 0, (3.17)

aplicadas a Lagrangiana da teoria U(1) resultam em um conjunto de equações de

Maxwell acopladas pelos termos de massa:

(∂2Aνj − ∂ν∂µAµj ) + g2v2
j (Aνj − Aνj−1) + g2v2

j+1 (Aνj − Aνj+1) = 0. (3.18)

Substituindo a expansão (3.16), obtemos:

(δνµ∂
2 − ∂ν∂µ)fj,nA

′µ
n + g2v2q2j[(1 + q2)fj,n − fj−1,n − q2fj+1,n]A′νn = 0. (3.19)

Para que os A′µn sejam autoestados de massa, eles tem de satisfazer:

(δνµ∂
2 − ∂ν∂µ)A′µn +m2

nA
′ν
n = 0. (3.20)
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Tomando o gradiente ∂ν dessa equação, vemos que ∂νA′νn = 0 e assim ela é equi-

valente a equação de Proca:

∂2A′νn +m2
nA
′ν
n = 0. (3.21)

Substituindo esse resultado em (3.19), obtemos:

−m2
nfj,n + g2v2q2j[(1 + q2)fj,n − fj−1,n − q2fj+1,n] = 0. (3.22)

Dividindo por g2v2q2j+1 chegamos a equação:

[q + q−1 − q−1(xnq
−j)2]fj,n − qfj+1,n − q−1fj−1,n = 0, (3.23)

onde definimos xn ≡ mn/gv. O fato de existir uma simetria SU(m) não quebrada

ou, equivalentemente, de o determinante de (3.15) ser nulo implica que a equação

acima sempre admite uma solução para m0 = 0, o modo zero. A equação fica:

(q + q−1)fj,0 − qfj+1,0 − q−1fj−1,0 = 0. (3.24)

Podemos obter uma solução impondo condições contorno tipo “Neumann” na

cadeia de sítios:

f0,n = f−1,n,

fN+1,n = fN,n. (3.25)
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Essas condições para n = 0 sobre (3.24) implicam que:

fj+1,0 = fj,0, ∀ j, (3.26)

ou seja, o modo zero tem o mesmo peso em todos os sítios, o que é análogo

ao fato do modo zero na teoria de dimensões extras ter um perfil plano (ver a

equação (2.24)). Podemos determinar a constante fj,0 ≡ f0 através da condição

de normalização:
N∑
j=0

f 2
j,n = 1. (3.27)

Para o modo zero:
N∑
j=0

f 2
j,0 = 1 ⇒

f0 =
1√
N + 1

. (3.28)

Surpreendentemente, também é possível obter uma solução analítica para os

outros estados massivos. Para isso, definimos (comparar com (2.25)):

t[j] ≡ xnq
−j,

F (n)(t[j]) ≡ qjfj,n. (3.29)

Substituindo essas definições em (3.23) obtemos uma assim chamada equação de

q-diferenças:

(q + q−1 − q−1t2)F (n)(t)− F (n)(tq−1)− F (n)(tq) = 0. (3.30)

Esse tipo de equação é conhecida na literatura matemática por equação de
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Hahn-Exton [64, 65], e é um análogo discreto de uma equação de Bessel:

q−
ν
2 (qν + 1− qt2)Jν(tq

1/2; q)− Jν(tq; q)− Jν(t; q) = 0. (3.31)

Suas soluções são conhecidas por funções de q-Bessel e de q-Neumann.

A função de q-Bessel , Jν(t; q), é dada pela série:

Jν(t; q) = tν
(qν+1; q)∞

(q; q)∞

∞∑
j=0

(−1)jqj(j+1)/2

(qν+1; q)j(q; q)j
t2j, (3.32)

onde (p; q)k, chamados de fatoriais q-deslocados ou símbolos de q-Pochhammer,

são definidos por:

(p; q)k =

 1 , se k = 0,∏k−1
n=0(1− pqn) se k ≥ 1

, (3.33)

para p ∈ C, k ∈ Z+ = {0, 1, 2, . . .} e (p; q)∞ ≡ limk→∞(p; q)k. Por sua vez, a

função de q-Neumann Yν(t; q), é definida por:

Yν(t; q) =
Γq(ν)Γq(1− ν)

π
q−ν

2/2[cos(πν)qν/2Jν(t; q)− J−ν(tq−ν/2; q)], (3.34)

para índice ν não inteiro. O caso de índice inteiro é obtido no limite ν → n ε Z. A

função Γq(ν) é definida por:

Γq(ν) =
(q; q)∞
(qν ; q)∞

(1− q)1−ν , (3.35)

e satifaz o limite limq→1− Γq(ν) = Γ(ν), onde Γ(ν) é a função gama de Euler.
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O limite do contínuo é dado por:

lim
q→1−

Jν(t(1− q); q2) = Jν(t), (3.36)

em que recuperamos as funções usuais contínuas de Bessel e Neumann [66, 67].

A equação (3.30) corresponde ao caso ν = 1 da equação de Hahn-Exton e sua

solução é [66, 67]:

F (n)(t) = AJ1(t; q2) +BY1(t; q2), (3.37)

onde A e B são constantes. Podemos obter os fj,n de (3.29):

fj,n = Nnq
−j[J1(xnq

−j; q2) + β(xn; q2)Y1(xnq
−j; q2)], (3.38)

onde Nn pode ser determinada pela normalização (3.27). Pode-se mostrar que a

escolha da constante:

β(xn; q2) = −J0(xn; q2)

Y0(xn; q2)
, (3.39)

é tal que fj,n satisfaz a condição de contorno (3.25) em j = 0 [66]. O espectro de

massas pode então ser determinado pela condição de contorno em j = N :

J0(xn; q2)Y0(q−(N+1)xn; q2) − Y0(xn; q2)J0(q−(N+1); q2) = 0. (3.40)

O limite q → 1−, N → ∞ e qN fixo corresponde ao contínuo, onde recupe-

ramos as soluções da teoria extra-dimensional (2.27) e o espectro de massas de

modos de KK. Nesse limite, o espectro é dado por (comparar com (2.33)) [66]:

mn '
(
n− 1

4

)
πgv(1− q)qN , n > 0. (3.41)
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Longe do contínuo q � 1, o espectro é exponencial, de maneira que apenas o

primeiro modo massivo é relevante para a fenomenologia.

A correspondência com o contínuo para N grande pode ser estabelecida com-

parando as ações da teoria desconstruída e do modelo de RS cinco dimensional

discretizado na dimensão extra, e então identificando os parâmetros de ambas.

Primeiramente, tomamos a ação dos campos de gauge no modelo de RS (equa-

ção (2.10)) com a redefinição AM → AM/g5 (note que, por consistência, ao reesca-

lar o campo AM devemos mudar sua dimensão canônica para [AM ] = 1):

SA5 =

∫
d4x

∫ πR

0

dy
√
g

{
− 1

2g2
5

Tr
[
F 2
MN

]}
=

∫
d4x

∫ πR

0

dy

{
− 1

2g2
5

Tr [FµνF
µν ] +

1

2g2
5

e−2ky
(
∂5A

a
µ − ∂µAa5

)2
}
. (3.42)

Efetuamos a discretização pelas substituições:4

∫ πR
0

dy →
N∑
j=0

a,

∂5Aµ → Aµ,j − Aµ,j−1

a
, (3.43)

onde a é o espaçamento da rede. Obtemos assim:

SA5 =
a

g2
5

∫
d4x

{
−1

2

N∑
j=0

Tr
[
Fµν,jF

µν
j

]
+

N∑
j=1

e−2kaj

2

(
Aaµ,j − Aaµ,j−1

a
− ∂µAa5,j

)2
}
.

(3.44)

O limite contínuo é obtido quando a → 0, N → ∞, Na = L fixo. Devemos

4Sempre existem ambiguidades na discretização, por exemplo, poderíamos ter tomado
∂5Aµ → Aµ,j+1−Aµ,j

a .
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comparar essa ação com a ação desconstruída:

SA4 =
1

g2

∫
d4x

[
−1

2

N∑
j=0

Tr
[
Fµν,j F

µν
j

]
+

N∑
j=1

v2g2q2j

2
(Aaµ,j − Aaµ,j−1 − ∂µ

πaj
vj

)2

]
,

(3.45)

onde reescalamos Aµj → Aµj /g por conveniência. Para que a ação SA4 tenda ao

modelo de RS no contínuo, vemos que precisamos fazer as identificações:5

g2
5

a
↔ g2,

v ↔ 1√
ag5

=
1

ag
,

q ↔ e−ka. (3.46)

Comparando as ações, vemos que os bósons de NG πj correspondem portanto

ao campo A5, portanto o campo de ligação Φj = vje
iπj/vj é o análogo discreto

da linha de Wilson ei
∫ a(j+1)
aj dyA5 [66]. Com essas identificações, para N grande e

energias E � 1/a, ambos os modelos devem ser indistinguíveis. Notamos que

uma vez que v = 1/ag, as massas dos bósons de gauge m ∼ gv não dependem

do valor do acoplamento g. Isso garante que, no contínuo, a torre de KK tenha

massas com origem puramente geométrica. Por outro lado, isso requer campos

de ligação independentes para cada grupo de gauge simples no quiver.

Se quisermos reproduzir a hierarquia de RS entre as escalas MP = 1019 GeV

e a escala MEW = 1 TeV (2.5), precisamos que o sítio N seja identificado com a

5Uma identificação alternativa, com vj = v igual para todos os sítios e gj e aj variáveis pode
ser encontrada em [68].



3.3 Férmions 57

brana IR (y = πR), e o sítio zero com a brana UV (y = 0). Numericamente, temos:

e−kπR ↔ e−kaN ∼ MEW

MP

= 10−16 ⇒

q = e−ka ∼ e−
16 ln 10
N ' e−

37
N . (3.47)

Essa escolha permite reproduzir a solução do problema da hierarquia de gauge

obtida no modelo de RS. Tipicamente o modo massivo mais leve terá massa de

ordem gvN = gvqN ∼ 1 TeV, com gv = 1/a ∼ MP = 1019 GeV. O espaçamento

da rede 1/a pode então ser identificado com o corte ultravioleta da teoria cinco-

dimensional, Λ ∼ MP . Passaremos agora a apresentar como se dá a inclusão

dos férmions na desconstrução, e posteriormente, como obter a solução análoga

a do modelo de RS para o problema da hierarquia de massas, sem gerar grandes

FCNC.

3.3 Férmions

Vamos incluir os férmions na teoria desconstruída. A ação fermiônica no

gauge unitário será dada por:

Sf4 =

∫
d4x

{
N∑
j=0

[
ψ̄L,j i/∂ ψL,j + ψ̄R,j i/∂ ψR,j + (µjψ̄L,jψR,j + h.c.)

]
+

+
N∑
j=1

λ vj(ψ̄R,j−1ψL,j + h.c.)

}
, (3.48)

onde utilizamos a decomposição quiral usual ψL,R ≡ 1∓γ5

2
ψ e vj vem do valor



58 Desconstrução Dimensional

esperado de Φj , como anteriormente. Os acoplamentos de Yukawa λ sempre são

entre o férmion de mão direita do sítio j com o férmion de mão esquerda do sítio

j + 1, o que define a chamada direção de salto (hopping direction) da teoria. Pode-

mos representar tal situação no diagrama quiver, mostrado na figura (3.2).

SU(m)0

Φ1

SU(m)1

Φ2

SU(m)2

ΦN

SU(m)N−1 SU(m)N

ψL,NψL,N−1ψL,2ψL,1ψL,0

ψ̄R,0 ψ̄R,1 ψ̄R,2 ψ̄R,N−1

Figura 3.2: Diagrama quiver para uma cadeia linear de grupos de gauge incluindo os férmions.

As setas verticais representam os férmions. Novamente, a seta saindo indica

a representação fundamental e a seta entrando a representação antifundamental

com respeito ao grupo do círculo. A linha tracejada na diagonal indica os aco-

plamentos de Yukawa com os campos de ligação. Notamos a ausência do campo

ψ̄R,N . Mais adiante veremos que essa é uma condição de contorno que impõe que

o modo zero da teoria seja um campo de mão esquerda. Alternativamente, pode-

riamos ter ψL,0 = 0, obtendo assim o modo zero de mão direita.

A Lagrangiana de massas dos férmions é:

Lmf =
N∑
j=0

(µjψ̄L,jψR,j + h.c.) +
N∑
j=1

λ vj(ψ̄R,j−1ψL,j + h.c.) ≡ ΨLMfΨR + h.c, (3.49)
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onde ΨL ≡ {ψL,0, . . . , ψL,N}t. Obtemos a matriz de massas para os férmions de
mão esquerda fazendo:

MfM
†
f =



µ2
0 λµ0 v1 0 · · · 0 0

λµ0 v1 λ2v2
1 + µ2

1 λµ1 v2 · · · 0 0

0 λµ1 v2 λ2v2
2 + µ2

2 · · · 0 0

...
...

...
. . .

...
...

0 0 0 · · · λ2v2
N−1 + µ2

N−1 λµN−1 vN

0 0 0 · · · λµN−1 vN λ2v2
N


. (3.50)

Como no caso dos bósons de gauge, podemos diagonalizar essa matriz pela mu-

dança de base:

ψL,j =
N∑
n=0

hLj,nψ
′
L,n. (3.51)

E analogamente, diagonalizamos MT
f Mf com a transformação:

ψR,j =
N∑
n=0

hRj,nψ
′
R,n. (3.52)

As equações de movimento podem ser obtidas de (3.48):

Para ψ̄R,j : i /∂ ψR,j + λvj+1 ψL,j+1 + µj ψL,j = 0, (3.53)

Para ψ̄L,j : i /∂ ψL,j + λvj ψR,j−1 + µj ψR,j = 0. (3.54)

Os ψ′R,n e ψ′L,n terão massa bem definida se satisfizerem a equação de Dirac:

i/∂ψ′L,n −mnψ
′
R,n = 0, (3.55)

i/∂ψ′R,n −mnψ
′
L,n = 0, (3.56)
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obtemos de (3.53) e (3.54) que

mn h
R
j,n + µj h

L
j,n + λvj+1 h

L
j+1,n = 0, (3.57)

mn h
L
j,n + µj h

R
j,n + λvj h

R
j−1,n = 0. (3.58)

É simples desacoplar essas equações:

(
µ2
j + λ2v2

j −m2
n

)
hLj,n + λµjvj+1h

L
j+1,n + λµj−1vjh

L
j−1,n = 0, (3.59)

(
µ2
j + λ2v2

j+1 −m2
n

)
hRj,n + λµj+1vj+1h

R
j+1,n + λµjvjh

R
j−1,n = 0. (3.60)

Antes de prosseguir, gostaríamos de identificar os parâmetros livres µj e λ

com os correspondentes na Lagrangiana de RS, a fim de que ambas sejam equiva-

lentes no limite do contínuo. Por conveniência, reproduzimos aqui a ação (2.46):

Sf5 =

∫
d4x

∫ πR

0

dy
{
ekyi ¯̃ΨL,Rγ

µ∂µΨ̃L,R − ( ¯̃ΨL∂5Ψ̃R − L↔ R)+

+mΨ( ¯̃ΨLΨ̃R + h.c.)
}
. (3.61)

Lembramos que Ψ̃L,R = e−2kyΨL,R. Antes de discretizar a ação, definimos os

operadores de diferenças:

∇5Ψ ≡ ψj+1 − ψj
a

,

∇∗5Ψ ≡ ψj − ψj−1

a
, (3.62)

onde a mudança Ψ(x, y)→ ψj(x) é apenas uma notação para indicar que o campo
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ψj é função apenas de xµ. Assim, tomando:

∂5Ψ→ ∇5 +∇∗5
2

Ψ =
ψj+1 − ψj−1

2a
. (3.63)

Como∇†5 = −∇∗5 , garantimos que a hermiticidade de i∂5 é preservada na discre-

tização [69, 70, 71].6 Tomando o parâmetro de massa em unidades da curvatura

AdS,mΨ ≡ ck, sendo c o parâmetro de localização do férmion, a ação discretizada

é escrita:

Sf5 =

∫
d4x

N∑
j=0

a
{
ekaj

(
ψ̄L,ji/∂LψL,j + ψ̄R,ji/∂RψR,j

)
+ ck

(
ψ̄R,jψL,j + h.c.

)
+

1

2

(
ψ̄R,jψL,j+1 − ψ̄L,jψR,j+1 + h.c.

)}
.

(3.64)

A ação discretizada sofre de um problema típico enfrentado em teorias de

gauge na rede, chamado problema de duplicação dos férmions. Para ver isso, é

útil considerar a ação no espaço de momentos. Usamos a representação integral

da delta de Kronecker:

δj,k =

∫ π/a

−π/a

dp

2π
eip(j−k)a, (3.65)

6Alternativamente, poderíamos ter tomado ∂5 → ∇5, como foi feito para os bósons. Nesse
caso, devemos adicionar divergências totais a ação cinco-dimensional para que ela seja hermiti-
ana, como é feito em [39, 58].



62 Desconstrução Dimensional

para escrever:

∫ πR

0

dyΨ̄iγ5∂5Ψ →
N∑

j,k=0

aψ̄jiγ
5 (δj,k+1 − δj,k−1)

2a
ψk

=
N∑

j,k=0

a

∫ π/a

−π/a

dp5

2π
eip5(j−k)aψ̄jγ

5 sen(p5a)

a
ψk. (3.66)

Vemos que o propagador fermiônico no espaço de momentos possui um polo

adicional nos limites da zona de Brillouin, p5 = ±π/a, dobrando o espectro fer-

miônico e, em particular, gerando dois modos zero (para m 6= 0 obtemos um polo

para p2 ∼ m2 e um para p2 ∼ (π/a)2). Uma maneira de resolver esse problema é

introduzindo o chamado termo de Wilson na ação [69, 70, 71]:7

SWilson = η a

∫
d4x

∫ πR

0

dy
√
gΨ̄(∂5)2Ψ

' η a

∫
d4x

∫ πR

0

dy ¯̃Ψ(∂5)2Ψ̃, (3.67)

onde a igualdade da segunda linha é válida a menos de termos de ordem mais

alta em a. Tal termo tende a zero no limite do contínuo a → 0 (ou, na linguagem

cinco-dimensional, é um operador irrelevante suprimido pelo corte Λ = 1/a),

mas permitirá resolver o problema do espectro dobrado na teoria discretizada,

através da escolha do parâmetro η. Para discretizar a ação de Wilson, definimos

o Laplaciano discreto:

(∂5)2Ψ→ ∇∗5∇5Ψ =
ψj+1 + ψj−1 − 2ψj

a2
. (3.68)

7A introdução de SWilson em teorias quirais involve sutilezas com respeito a anomalias e sime-
tria quiral. Nosso tratamento é incompleto, mas o leitor interessado pode encontrar mais detalhes
em [69, 70, 71, 58].
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Assim, chegamos ao termo de Wilson discretizado:

SWilson =

∫
d4x

N∑
j=0

η
{
ψ̄R,jψL,j+1 + ψ̄L,jψR,j+1

−2ψ̄L,jψR,j + h.c.
}
. (3.69)

Somamos então este termo a (3.64)

Sf5 + SWilson =∫
d4x

N∑
j=0

{
ψ̄L,ji/∂LψL,j + ψ̄R,ji/∂RψR,j + (cka− 2η)

e−kaj

a

(
ψ̄R,jψL,j + h.c.

)
+
e−ka(j+ 1

2
)

a

[(
η − 1

2

)
ψ̄L,jψR,j+1 +

(
η +

1

2

)
ψ̄R,jψL,j+1 + h.c.

]}
, (3.70)

onde redefinimos ψj → e−
kaj
2√
a
ψj para normalizar canonicamente o termo cinético.

A escolha η = ±1/2 permite eliminar um dos dois modos zero. Assim, para obter

o modo zero de mão esquerda, optamos por η = 1/2, obtendo:

SfL =

∫
d4x

N∑
j=0

{
ψ̄L,ji/∂LψL,j + ψ̄R,ji/∂RψR,j

− e
−ka(j+c)

a

(
ψ̄R,jψL,j + h.c.

)
+
e−ka(j+ 1

2
)

a

(
ψ̄R,jψL,j+1 + h.c.

)}
, (3.71)

onde notamos que 1 − cka = e−cka já que mantemos termos até 1a ordem em a.

Podemos agora comparar essa ação com a ação da teoria desconstruída (3.48).

Impondo as condições de identificação obtidas para os bósons de gauge (3.46),
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vemos que devemos identificar os parâmetros livres como [58]:

µj ↔ −gvjqc+1/2, λ↔ g. (3.72)

Notamos que a identificação do acoplamento de Yukawa λ com o acoplamento de

gauge g é consequência do fato de que na teoria com dimensões extras, o campo

de ligação está relacionado ao campo de gauge A5. Do ponto de vista da teoria

desconstruída, esse é um ajuste dos parâmetros que deve ser feito para obter o

limite correto no contínuo.

Substituindo essas condições nas equações de movimento (3.59) e (3.60), che-

gamos a:

[
q−(c+ 1

2
) + q(c+ 1

2
) − q−(c+ 1

2
)(xn q

−j+ 1
2 )2
]
hLj,n − q hLj+1,n − q−1 hLj−1,n = 0 , (3.73)

[
q−(c− 1

2
) + q(c− 1

2
) − q−(c− 1

2
)(xn q

−j− 1
2 )2
]
hRj,n − q hRj+1,n − q−1 hRj−1,n = 0 , (3.74)

onde xn = mn/gv. Novamente, podemos relacionar essas equações a equações de

Hahn-Exton, e assim podemos escrever as correspondentes soluções em termos

de funções de q-Bessel e q-Neumann:

hLj,n = NL
n q
−j
[
J|c+ 1

2
|(xn q

−j+ 1
2 ; q2) + β|c+ 1

2
|(xn; q2)Y|c+ 1

2
|(xn q

−j+ 1
2 ; q2)

]
, (3.75)

hRj,n = NR
n q
−j
[
J|c− 1

2
|(xn q

−j− 1
2 ; q2) + β|c− 1

2
|(xn; q2)Y|c− 1

2
|(xn q

−j− 1
2 ; q2)

]
, (3.76)

onde NL
n e NR

n são fatores de normalização e β|c± 1
2
|(xn; q2) é determinado pela

condição de contorno em j = 0. O espectro é obtido da condição de contorno em

j = N .



3.3 Férmions 65

Para analizar o modo zero, retornamos às equações (3.57) e (3.58). Para m0 =

0, elas serão dadas por:

µj h
L
j,0 + λvj+1h

L
j+1,0 = 0 ⇒

hLj+1,0

hLj,0
= − µj

λvj+1

= qcL−1/2, (3.77)

µj h
R
j,0 + λvjh

R
j−1,0 = 0 ⇒

hRj−1,0

hRj,0
= − µj

λvj
= qcR+1/2. (3.78)

A escolha das condições ψ̄R,N = 0 ou ψL,0 = 0 permite eliminar o modo zero

de mão direita, ou esquerda, respectivamente. A escolha do parâmetro c determi-

nará qual dos sítios possui maior contribuição para o modo zero. No caso de mão

esquerda, como 0 < q < 1, , para cL > 1/2 os coeficientes hLj,0 decrescem do sítio

zero ao sítio N , e assim, analogamente ao caso contínuo (seção (2.3)), dizemos

que o modo zero de mão-esquerda estará “localizado” próximo ao sítio zero, cor-

respondente a brana UV, enquanto que para cL < 1/2 estará localizado próximo

ao sítio N , correspondente a brana IR. Para o modo zero de mão direita, teremos

para cR > −1/2 a localização no sítio N , e para cR < −1/2 a localização no sítio

zero.

Definimos a normalização dos modos massivos dos férmions por:

N∑
j=0

|hL,Rj,n |2 = 1. (3.79)
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Para o modo zero, as relações (3.77) e (3.78) implicam:

hL,R1,0

hL,R0,0

= ZL,R, (3.80)

onde definimos ZL ≡ qcL−1/2 e ZR ≡ q−(cR+1/2). Iterando sucessivas vezes, obte-

mos:

hL,Rj,0 = Zj
L,Rh

L,R
0,0 . (3.81)

Dessa forma, a normalização do modo zero é dada por:

N∑
j=0

|hL,Rj,0 |2 = |hL,R0,0 |2
N∑
j=0

Z2j
L,R = 1. (3.82)

Efetuando a soma da série geométrica, concluímos que

hL,R0,0 =

(
1− Z2

L,R

1− Z2(N+1)
L,R

)1/2

. (3.83)

Passaremos agora a estudar os acoplamentos dos modos zero dos férmions aos

bósons de gauge e ao Higgs, e extraíremos consequências da teoria desconstruída

com poucos sítios para a violação de sabor.

3.4 Acoplamentos

Vamos considerar os acoplamentos de gauge na teoria desconstruída. Para

um férmion de mão esquerda, eles serão dados por:

Lg =
N∑
j=0

g̃ψ̄L,jγ
µAµ,jψL,j, (3.84)
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onde g̃ é o acoplamento de gauge, assumido universal para todos os sítios para

que obtenhamos a teoria de RS no contínuo. Substituindo as expansões em mo-

dos massivos (3.16) e (3.51), obtemos:

Lg =
N∑

j,n,m,p=0

[
g̃
(
hLj,n
)∗
fj,mh

L
j,p

]
ψ̄′L,nγ

µA′µ,mψ
′
L,p. (3.85)

Os acoplamentos na base de autoestados de massa podem então ser definidos

por:

gLn,m,p ≡ g̃
N∑
j=0

(
hLj,n
)∗
fj,mh

L
j,p. (3.86)

Estamos interessados no acoplamento com o modo zero do férmion, para estudar

modificações na física do MP. Assim, fazemos n = p = 0, obtendo:

gL0m ≡ g̃
N∑
j=0

|hLj,0|2fj,m. (3.87)

Podemos obter a normalização correta do acoplamento fazendo m = 0, e substi-

tuindo fj,0 = f0 = 1/
√
N + 1:

g00 =
g̃√
N + 1

N∑
j=0

|hLj,0|2 =
g̃√
N + 1

, (3.88)

onde usamos a condição de normalização para o férmion, (3.82). Como g00 ≡ g

deve ser o acoplamento de gauge do MP, obtemos a relação:

g =
g̃√
N + 1

. (3.89)
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Essa relação é análoga a que existe entre os acoplamentos de gauge 5-dimensional

e os do MP, g = g5/
√
πR ou seja, N + 1 faz o papel de “tamanho da dimensão

extra” na teoria descontruída.8 De agora em diante, escreveremos os acoplamen-

tos em função de g.

Usando as expressões obtidas anteriormente pra hLj,0, (3.81) e (3.83), chegamos

ao acoplamento com o m-ésimo autoestado de massa:

gL0m = g
√
N + 1

N∑
j=0

(ZL)2j

(
1− Z2

L

1− Z2(N+1)
L

)
fj,m, (3.90)

onde ZL = q(cL−1/2). Estamos particularmente interessados no acoplamento com

o primeiro modo massivo, m = 1, já que ele dará a maior contribuição para mo-

dificações a observáveis do MP. Assim,

gL01 = g
√
N + 1

N∑
j=0

(ZL)2j

(
1− Z2

L

1− Z2(N+1)
L

)
fj,1. (3.91)

Analogamente, para o férmion de mão direita, obtemos:

gR01 = g
√
N + 1

N∑
k=0

(ZR)2k

(
1− Z2

R

1− Z2(N+1)
R

)
fk,1, (3.92)

onde ZR = q−(cR+1/2).

O comportamento desses acoplamentos com os parâmetros de localização cL,R

para uma teoria de poucos sítios nos interessa, pois, assim como no modelo de

RS, ele está relacionado a violação de sabor por FCNC. Como podemos ver na

figura (3.3), o acoplamento de gauge para pequenos valores de N se comporta

8Essa correspondência se refere apenas à definição do acoplamento. Na realidade, no limite
do contínuo devemos identificar aN com πR, como na fórmula (3.47).
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N ! 4
N ! 15
N ! 30
N ! 90

N ! 2

!5. !4. !3. !2. !1. 1. 2. 3. 4. 5.
cL

!0.5

1.

2.5

4.

5.5

7.

g01L

g

Figura 3.3: Acoplamentos de um férmion de mão esquerda com o primeiro es-
tado excitado de um bóson de gauge, como função do parâmetro de localização
cL. Do lado esquerdo da figura e de baixo para cima, temos o gráfico para N = 2,
N = 4, N = 15, N = 30 e N = 90.

de maneira bastante diferente do acoplamento obtido no contínuo, exibido na fi-

gura (2.3) (no limite de N grande, ambos coincidem). É interessante notar que

ocorre a rápida saturação dos acoplamentos com cL,R, formando dois platôs dis-

tintos. Como vimos na seção (2.4), a violação de sabor se faz presente devido a

não universalidade dos acoplamentos de gauge. Assim, como os acoplamentos

saturam-se rapidamente para poucos sítios, eles são pouco sensíveis à escolha da

localização, desde que estejam todos no mesmo platô. Por esse mecanismo, es-

peramos suprimir as FCNC na teoria desconstruída de poucos sítios. Passaremos

agora a obter os acoplamentos de Yukawa.

A maneira mais simples de incluir o setor de Higgs é assumir que existe um

escalar elementar H dubleto de SU(2)L no sítio N da teoria. Isso é análogo a
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localizar o Higgs por uma função delta na brana IR no modelo de RS. No capítulo

seguinte, apresentaremos um mecanismo dinâmico de localização do Higgs que

permite obter modelos mais realistas.

Os acoplamentos de Yukawa serão dados por:

LY = ψ̄L,N YH ψR,N + h.c. (3.93)

Assim como no MP, a matriz de acoplamentos Y não será, em geral, diagonal na

base de interação, e assim, para obter as massas, deveremos efetuar transforma-

ções unitárias independentes nos ψL,R. Esperamos que todos os elementos de Y

sejam de ordem O(1), pois desejamos obter a hierarquia de massas dos férmions

naturalmente, através de suas localizações, como ocorre no modelo de RS. Ex-

pandindo o férmion em seus auto-estados de massa, obtemos a expressão para

os acoplamentos de Yukawa com o modo zero:

LY = (ZL)N (ZR)N
(

1− Z2
L

1− Z2(N+1)
L

)1/2(
1− Z2

R

1− Z2(N+1)
R

)1/2

ψ̄L,0YHψR,0 + h.c

≡ ψ̄L,0Y0HψR,0 + h.c, (3.94)

onde definimos a matriz de Yukawa que deve corresponder a do MP:

Y0 ≡ (ZL)N (ZR)N
(

1− Z2
L

1− Z2(N+1)
L

)1/2(
1− Z2

R

1− Z2(N+1)
R

)1/2

Y. (3.95)

Embora os acoplamentos Y sejam não hierárquicos, podemos obter a hierar-

quia de massas apenas escolhendo os parâmetros de localização cL,R, de maneira

análoga ao que ocorre no modelo de RS. Dado que os acoplamentos de gauge



3.5 Violação de Sabor 71

para poucos sítios saturam-se rapidamente com a localização, esperamos que

seja possível obter essa hierarquia sem gerar as grandes FCNC que ocorrem no

modelo de RS.

Na seção seguinte exploraremos o espaço de parâmetros da teoria de cinco

sítios, e exibiremos soluções que geram a hierarquia de massas dos quarks e a

matriz de mistura CKM, com acoplamentos de gauge quase universais e que sa-

tisfazem também os vínculos impostos pelos parâmetros de precisão eletrofraca.

Esses estudos levaram a publicação do trabalho [31].

3.5 Violação de Sabor

Para estudar quantitativamente as questões da violação de sabor e dos parâ-

metros de precisão eletrofraca, trabalhamos em um modelo de cinco sítios (N =

4). Esse valor de N não é especial, mas é tomado apenas para tornar a discussão

concreta. Enquanto nos mantivermos em um modelo de poucos sítios, as carac-

terísticas serão qualitativamente semelhentes.

Por simplicidade, tomaremos as matrizes Yu,d reais. Sempre que uma fase

for importante, por exemplo, na violação CP no setor de Kaons, assumiremos o

valor que maximiza a contribuição. Efetuamos uma varredura do espaço de pa-

râmetros, tomando as localizações entre−1, 5 e 1, 5 e os acoplamentos de Yukawa

entre −3 e 3, buscando soluções que resultam na hierarquia de massas e ângulos

de mistura dos quarks, com acoplamentos de gauge quase universais para supri-

mir as FCNC. Com três dubletos de quarks de mão esquerda, três quarks tipo up

e três tipo down de mão direita, temos dezoito entradas das matrizes de Yukawa

Yu,d e mais nove localizações a determinar. Esses parâmetros não são completa-
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mente independentes pois existem classes de equivalência no espaço de parâme-

tros cujos pontos definem as mesmas massas e ângulos de mistura [52, 48, 53].

Isso é intuitivamente claro se pensarmos que, para uma massa fixa, uma variação

da localização dos dubletos de mão esquerda sempre pode ser compensada por

uma variação na localização dos quarks de mão direita, e vice-versa. Analoga-

mente, se reescalarmos as funções de onda dos quarks por um fator η, podemos

compensar dividindo o acoplamento de Yukawa pelo mesmo fator, Y → Y/η.

Nosso propósito não é classificar essas equivalências, mas apenas exibir pontos

particulares do espaço de parâmetros que tem as características desejadas.

Examinando o gráfico dos acoplamentos para N = 4 (figura (3.4)), temos

dois platôs onde os acoplamentos são universais, minimizando portanto a vio-

lação de sabor, com uma pequena região de transição aproximadamente entre

0.15 < cL < 0.6 (ou −0.15 > cR > −0.6). Para férmions no platô inferior a locali-

zação é próxima ao sítio j = N (UV) enquanto que o platô superior corresponde a

localização no sítio j = 0 (IR). Comparando com o caso contínuo (figura (2.3)), ve-

mos que no modelo de RS só existe um platô, ou seja, só obtemos universalidade

para localizações no UV. As soluções obtidas podem ser classificadas de acordo

com as características qualitativas em dois casos, que chamaremos de caso A e

caso B.

Uma solução típica do caso A é exibida nas figuras (3.5), (3.6) e (3.7). Os pontos

azuis, verdes e vermelhos representam diferentes sabores de quarks na base de

interação. Nesse caso, os quarks de mão esquerda estão localizados no IR e os de

mão direita no UV. Vemos que a violação de sabor é mínima, pois mesmo para lo-

calizações bastante diferentes, os acoplamentos de gauge se encontram todos no

mesmo platô, com exceção de um dos quarks up de mão direita, o que é esperado,
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Figura 3.4: Acoplamento de gauge dos modos zero com o primeiro modo massivo de um
bóson de gauge para N = 4, em unidades do acoplamento do MP. Em vermelho tracejado (azul)
temos o acoplamento de mão esquerda (direita) em função da localização cL(R).

pois necessitamos obter a grande massa do quark top. Como tanto os quarks de

mão esquerda quanto os de mão direita tipo down tem acoplamentos universais,

nesse caso não existe violação de sabor no setor down, e assim os vínculos da

-1.5 -1.0 -0.5 0.5 1.0 1.5
cL
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0.5

1.0
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2.0
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g

Figura 3.5: Acoplamento de gauge dos modos zero dos dubletos de mão-esquerda de quarks
com o primeiro modo massivo de um bóson de gauge para N = 5, em unidades do acoplamento
do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de interação. A
figura corresponde ao caso A.
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Figura 3.6: Acoplamento de gauge dos modos zero dos singletos de mão-direita de quarks
tipo down com o primeiro modo massivo de um bóson de gauge para N = 5, em unidades do
acoplamento do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de
interação. A figura corresponde ao caso A.
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Figura 3.7: Acoplamento de gauge dos modos zero dos singletos de mão-direita de quarks
tipo up com o primeiro modo massivo de um bóson de gauge para N = 5, em unidades do
acoplamento do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de
interação. A figura corresponde ao caso A.



3.5 Violação de Sabor 75

física de Kaons que exigem MKK ∼ 30 TeV no contínuo [57] são evitados, como

veremos a seguir. Existe apenas uma violação de sabor pequena no setor up, de

maneira que os vínculos mais restritivos virão da mistura de mésons D0.

Para o caso B, uma das soluções é mostrada nas figuras (3.8), (3.9) e (3.10),

todos os quarks estão localizados no platô UV, com excessão de um dos dubletos

de mão esquerda e um dos quarks up de mão direita, novamente devido a massa

do top. Esse caso é mais parecido com o que ocorre em modelos de dimensões

extras curvas. Nesse caso, a violação de sabor é visivelmente maior do que no

caso A e, em particular, a não universalidade dos acoplamentos dos dubletos in-

duz violação de sabor para os quarks tipo down. No entanto, como veremos, as

contribuições para os parâmetros de precisão eletrofraca são menores.

-1.5 -1.0 -0.5 0.5 1.0 1.5
cL

-0.5

0.5

1.0

1.5

2.0

g01
L

g

Figura 3.8: Acoplamento de gauge dos modos zero dos dubletos de mão-esquerda de quarks
com o primeiro modo massivo de um bóson de gauge para N = 5, em unidades do acoplamento
do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de interação. A
figura corresponde ao caso B.

Se a nossa intenção é apenas resolver os problemas de hierarquia associados

ao setor eletrofraco, não é estritamente necessário assumir que as interações for-

tes se propaguem no diagrama quiver, mas vamos considerar esse caso pois os
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Figura 3.9: Acoplamento de gauge dos modos zero dos singletos de mão-direita de quarks
tipo down com o primeiro modo massivo de um bóson de gauge para N = 5, em unidades do
acoplamento do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de
interação. A figura corresponde ao caso B.

-1.5 -1.0 -0.5 0.5 1.0 1.5
cR

-0.5

0.5

1.0

1.5

2.0

g01
uR

g

Figura 3.10: Acoplamento de gauge dos modos zero dos singletos de mão-direita de quarks
tipo up com o primeiro modo massivo de um bóson de gauge para N = 5, em unidades do
acoplamento do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de
interação. A figura corresponde ao caso B.

vínculos mais restritivos virão de assumir que a violação de sabor é mediada

pelo bóson de gauge de SU(3)c e são esses vínculos que podem ser diretamente

comparados com os obtidos para os modelos em AdS5.
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Para estudar quantitativamente os efeitos de violação de sabor, precisamos

efetuar a rotação para a base de autoestados de massa na matriz de acoplamen-

tos, segundo a expressão:

GU
L ≡ L−1

U


guL 0 0

0 gcL 0

0 0 gtL

LU , (3.96)

ondeLU é a matriz unitária que roda para base de autoestados de massa os quarks

up de mão esquerda e os acoplamentos guL , gcL e gtL são os definidos por (3.91).

Analogamente, definimos matrizes de rotação para RU para os quarks up de mão

direita, e RD e LD para o setor down de mão direita e esquerda, respectivamente,

como na equação (2.80). Os acoplamentos responsáveis pelas transições que vio-

lam sabor serão os elementos fora da diagonal dessas matrizes. Para as duas

soluções exibidas, eles estão nas tabelas (3.1) para o caso A e (3.2) para o caso

B. Esses valores devem ser comparados com o acoplamento forte na escala de

massas do primeiro modo massivo,
√

4παS(M (1)) ≈ 1.

L R L R
|Gu,c| 1.1× 10−5 2.2× 10−8 |Gd,s| 5.7× 10−5 1.6× 10−9

|Gu,t| 2.0× 10−4 2.3× 10−6 |Gd,b| 1.9× 10−4 2.1× 10−8

|Gc,t| 5.5× 10−6 6.8× 10−4 |Gs,b| 5.9× 10−5 2.5× 10−6

Tabela 3.1: Caso A: Valores dos acoplamentos não diagonais dos quarks ao pri-
meiro estado excitado do gluon.
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L R L R
|Gu,c| 2.8× 10−3 2.9× 10−4 |Gd,s| 5.7× 10−4 6.5× 10−6

|Gu,t| 4.2× 10−3 2.9× 10−3 |Gd,b| 5.9× 10−3 5.0× 10−5

|Gc,t| 3.3× 10−2 1.8× 10−1 |Gs,b| 6.7× 10−3 1.2× 10−4

Tabela 3.2: Caso B: Valores dos acoplamentos não diagonais dos quarks ao pri-
meiro estado excitado do gluon.

A troca do primeiro modo massivo no canal s resulta na Hamiltoniana de

interação (válida para momentos q �MG, onde MG é a massa do estado):

Heff =
1

2M2
G

(ψ
i

αγµ(Gij
LPL +Gij

RPR)T aαβψ
j
β)(ψ

k

δγ
µ(Gij

LPL +Gkl
RPR)T aδλψ

l
λ), (3.97)

onde T a são os geradores de SU(3), PL,R = (1 ∓ γ5)/2 são os projetores quirais,

α, β, δ, λ são índices de cor e i, j, k, l de sabor. Podemos simplificar essa ex-

pressão utilizando a relação de completeza para os geradores de SU(N):

N2−1∑
a=1

T aαβT
a
δλ =

1

2

(
δαλδβδ −

1

N
δαβδδλ

)
. (3.98)

E as identidades de Fierz:

ψ̄1
Lγ

µψ2
Lψ̄

3
Lγµψ

4
L = ψ̄1

Lγ
µψ4

Lψ̄
3
Lγµψ

2
L,

ψ̄1
Rγ

µψ2
Rψ̄

3
Rγµψ

4
R = ψ̄1

Rγ
µψ4

Rψ̄
3
Rγµψ

2
R,

ψ̄1
Lγ

µψ2
Lψ̄

3
Rγµψ

4
R = −2ψ̄1

Lψ
4
Rψ̄

3
Rψ

2
L. (3.99)

Chegamos assim a Hamiltoniana efetiva para transições com ∆F = 2 (i = k,
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j = l):

Heff =
1

M2
G

[
1

6
Gij
LG

ij
L (ψ̄iαL γ

µψjLα)(ψ̄iβL γ
µψjLβ) + (L↔ R)

−Gij
LG

ij
R

(
(ψ̄iαR ψ

j
Lα)(ψ̄iβL ψ

j
Rβ)− 1

3
(ψ̄iαR ψ

j
Lβ)(ψ̄iαL ψ

j
Rβ)

)]
, (3.100)

ondeMG é a massa do primeiro modo do gluon. Os coeficientes de (3.100) devem

ser identificados com os coeficientes de Wilson da Hamiltoniana efetiva a baixas

energias na escala Λ = MG. Seguindo a convenção adotada na literatura [72], as

contribuições resultam nos coeficientes:

C1
M(MG) =

1

6

(Gij
L )2

M2
G

, C4
M(MG) =

Gij
LG

ij
R

M2
G

, C5
M(MG) =

Gij
LG

ij
R

3M2
G

, (3.101)

onde M = K,D,Bd, Bs se refere aos mésons que participam da transição (por

exemplo, se M = K, então i, j = d, s). Os ajustes feitos pela colaboração UT-

Fit [72] resultam então em vínculos para os coeficientes de Wilson (para o caso

dos Kaons, utilizamos vínculos mais recentes vindos de cálculos na rede [73]),

e consequentemente, para a massa MG, uma vez que fixamos os acoplamentos.

Alguns cuidados são necessários na interpretação desses vínculos. Em geral o

coeficiente de Wilson terá a forma genérica Ci = F i/Λ2, onde os F i são funções

dos acoplamentos e possíveis fatores de loop e Λ é o corte da teoria efetiva, que

dá a escala da física nova. O vínculo mais conservador vem de tomar os F i = 1

e, nesse caso, o vínculo sobre o coeficiente se traduz diretamente num valor mí-

nimo para o corte Λ. Por outro lado, em nosso modelo, os acoplamentos serão

naturalmente suprimidos, e assim o corte, que corresponde à massa MG, poderá

ser consideravelmente mais baixo. Nos casos em que a escala assumida no vín-
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culo e a escala da massa MG são muito diferentes, é necessário ainda considerar

correções que vem da evolução sob o grupo de renormalização dos coeficientes

de Wilson. De maneira simplificada, os operadores serão corrigidos por fatores

da forma ηi ∼ (αs(Λ)/αs(MG))ai , onde αs(µ) é a constante de acoplamento forte e

a potência ai é diferente para cada Ci [74].

Parâmetro Intervalo de 95% Limite inferior Vínculo para
de confiança (GeV−2) para Λ (TeV) MG (TeV)

ReC1
K [−9.6, 9.6] · 10−13 1.0 · 103 0.2

ReC4
K [−3.6, 3.6] · 10−15 17 · 103 0.1

ReC5
K [−1.0, 1.0] · 10−14 10 · 103 0.1

ImC1
K [−2.6, 2.8] · 10−15 1.9 · 104 2.6

ImC4
K [−4.1, 3.6] · 10−18 49 · 104 3.0

ImC5
K [−1.2, 1.1] · 10−17 29 · 104 1.0

|C1
D| < 7.2 · 10−13 1.2 · 103 1.0
|C4

D| < 4.8 · 10−14 4.6 · 103 2.9
|C5

D| < 4.8 · 10−13 1.4 · 103 0.5

|C1
Bd
| < 2.3 · 10−11 0.21 · 103 0.3

|C4
Bd
| < 2.1 · 10−13 2.2 · 103 0.3

|C5
Bd
| < 6.0 · 10−13 1.3 · 103 0.1

|C1
Bs
| < 1.1 · 10−9 30 0.1

|C4
Bs
| < 1.6 · 10−11 250 0.1

|C5
Bs
| < 4.5 · 10−11 150 0.03

Tabela 3.3: Intervalo de 95% de confiança para C(Λ) e correspondentes vínculos
para a escala de nova física Λ, obtidos das referências [72, 73]. A última coluna
corresponde ao vínculo para a massa do primeiro estado massivo do glúon para
o caso B descrito no texto.

Os resultados estão sumarizados na tabela (3.3). Na segunda coluna, temos os

valores obtidos do ajuste para os coeficientes de Wilson, em um intervalo de 95%

de confiança. A terceira coluna dá a escala de física nova obtida se assumirmos

C(Λ) ∼ 1/Λ2 e a quarta coluna o vínculo obtido para a massa do octeto de cor no

caso B. Comparando as tabelas (3.1) e (3.2), vemos que os acoplamentos fora da
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diagonal no caso A são ordens de grandeza menores que no caso B, e assim, não

existe vínculo significativo nesse caso.

Como esperado, no setor down vemos que o vínculo mais restritivo para o

caso B vem da física de Kaons. O vínculo que vem de ImC4
K resulta em:

MG > 3 TeV. (3.102)

Outro vínculo similar vem de ImC1
K , que resulta em MG > 2.6 TeV. No setor up,

o vínculo sobre |C4
D| requerMG > 2.9 TeV. Nesse caso, a violação de sabor vem da

localização do quark top próxima ao sítio N que é necessária para gerar a massa

do top. Em comparação, vimos que os vínculos similares para o modelo de RS

requerem que o primeiro modo de KK do gluon tenha massa MKK & 30 TeV [57].

Vemos então que a teoria desconstruída com poucos sítios permite manter as

soluções para os problemas de hierarquia de gauge e de massas dos férmions, que

são características atraentes do modelo de RS, com a possibilidade, no entanto, de

evitar as grandes FCNC geradas pela não universalidade dos acoplamentos. Pas-

samos a examinar os vínculos que vêm dos parâmetros de precisão eletrofraca.

3.6 Parâmetros de Precisão Eletrofraca

Uma fonte importante de vínculos para teorias além do MP é dada pelas medi-

das de precisão da teoria eletrofraca [3, 4]. Usualmente, as correções mais impor-

tantes são as que afetam a auto-energia dos bósons de gauge de maneira univer-

sal, chamadas correções oblíquas, que têm a forma do diagrama da figura (3.11),

onde somamos as contribuições dos processos irredutíveis de uma partícula (one-
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Vµ V ′
µ

q

Figura 3.11: Auto-energia de um bóson de gauge Vµ. A região cinza representa a soma das
contribuições 1PI. O momento carregado pelo bóson é qµ.

particle-irreducible - 1PI).9 Antes de discutir as correções oblíquas propriamente,

vamos relembrar a interpretação da auto-energia, ou função de polarização do

vácuo.

A auto-energia pode ser escrita como:

iΠµν
V V ′(q

2) ≡ i
[
ΠV V ′(q

2)gµν −∆V V ′(q
2)qµqν

]
, (3.103)

onde em geral V 6= V ′. Se assumirmos que o bóson se acopla a férmions leves, o

termo ∆V V ′(q
2) pode ser desconsiderado, pela equação de Dirac:

iqµJ
µ = ψ̄i/qψ = ψ̄mψ ' 0. (3.104)

Podemos ressomar as inserções de ΠV V ′(q
2) no propagador (gauge de Feynman):

−igµν
q2 −M2

V

+
−igµα
q2 −M2

V

iΠV V (q2)gαβ
−igβν
q2 −M2

V

+ · · ·

=
−igµν
q2 −M2

V

(
1 +

ΠV V

q2 −M2
V

+

(
ΠV V

q2 −M2
V

)2

+ · · ·
)

=
−igµν
q2 −M2

V

1

1− ΠV V
q2−M2

V

=
−igµν

q2 −M2
V − ΠV V (q2)

. (3.105)

9Um exemplo importante de correções não universais são as que afetam o vértice Zbb̄.
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Expandindo ΠV V ′(q
2) = ΠV V (M2

V ) + Π′V V (M2
V )(q2 −M2

V ) + · · · , obtemos as corre-

ções para o polo e resíduo do propagador:

−igµν
q2 −M2

V − ΠV V (q2)
' −igµν(1 + Π′V V (M2

V ))

q2 −M2
V − ΠV V (M2

V )
. (3.106)

Portanto a massa é corrigida por δM2
V = ΠV V (M2

V ) e o resíduo por δZ = Π′V V (M2
V ).

Notamos que ΠV V em geral não é uma função real, e sua parte imaginária con-

tribuirá para a largura da partícula [1]. Para o fóton, a auto-energia é transversa

(qµΠµν
γγ(q

2) = 0) pelas identidades de Ward e o polo não é deslocado [1]. Na

Lagrangiana efetiva que considera as correções quânticas vindas de ΠV V ′(q
2), po-

demos escrever:

LV = −1

4
(1 + Π′V V )FµνF

µν +
1

2
(M2

V + ΠV V )VµV
µ, (3.107)

onde Fµν é o tensor intensidade de campo de Vµ.

No MP, temos quatro funções de polarização de vácuo para o setor eletro-

fraco, Πγγ, ΠWW , ΠZZ , e ΠγZ . Um conjunto equivalente, que podemos adotar

por conveniência, é dado por [1]:

Πγγ = e2ΠQQ,

ΠWW = g2Π11,

ΠZZ = (g2 + g′2)
[
Π33 − 2s2

wΠ3Q + s4
wΠQQ

]
,

ΠγZ = gg′
[
Π3Q − s2

wΠQQ

]
, (3.108)
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onde e2 = g2g′2/(g2 +g′2), s2
w = g′2/(g2 +g′2) define o seno do ângulo de Weinberg,

1, 2, 3 denota os geradores de SU(2)L e Q = T3 + Y é o operador carga elétrica.

As contribuições da física nova para essas auto-energias afetam quantidades ob-

serváveis, sujeitas a medidas de grande precisão. Assumindo que a escala de

física nova Λ é muito maior do que o momento q2 típico dos processos, podemos

utilizar a aproximação ΠV V ′(q
2) ' ΠV V ′(0) + Π′V V ′(0)q2, obtendo:

Πγγ(q
2) ' q2Π′γγ(0),

ΠγZ(q2) ' q2Π′γZ(0),

ΠWW (q2) ' ΠWW (0) + q2Π′WW (0),

ΠZZ(q2) ' ΠZZ(0) + q2Π′ZZ(0), (3.109)

onde lembramos que Πγγ(0) = ΠγZ(0) = 0. Temos portanto, seis parâmetros,

três dos quais podem ser determinados pelas condições de renormalização dos

parâmetros do MP. Usualmente são tomados os que são medidos com maior pre-

cisão: a constante de estrutura fina, α, a constante de Fermi, GF , e a massa do

bóson Z, MZ . Os outros três fornecem então previsões mensuráveis. Nesse caso,

um conjunto de observáveis útil para parametrizar as correções oblíquas são os
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parâmetros S, T e U de Peskin-Takeuchi [75], definidos por:

S =
16π

g2 + g′2

(
Π′ZZ(0)− g2 − g′2

gg′
Π′γZ(0)− Π′γγ(0)

)
= 16π

(
Π′33(0)− Π′3Q(0)

)
, (3.110)

T =
4π

e2

(
ΠWW (0)

M2
W

− ΠZZ(0)

M2
Z

)
=

16π

v2
EW e

2
(Π11(0)− Π33(0)) , (3.111)

U =
16π

g2

(
Π′WW (0)− c2

wΠ′ZZ(0)− 2swcwΠ′γZ(0)− s2
wΠ′γγ(0)

)
= 16π (Π′11(0)− Π′33(0)) , (3.112)

onde vEW = 246 GeV é a escala da quebra da simetria eletrofraca. Veremos a

seguir que S e T são gerados na Lagrangiana efetiva por operadores de dimensão

seis. Na prática, o parâmetro U não é muito utilizado, pois contribuições a ele são

suprimidas em relação a S e T, pois vem de operadores de dimensão oito. Esses

parâmetros são calculados para um valor de referência das massas do Higgs e

do quark top. Para mt = 173 GeV e mh = 126 GeV o resultado é dado por [76]

Sexp. = 0.03±0.10 e T exp. = 0.05±0.12, que deve ser comparado com as previsões

da física nova.

Integrando fora os modos massivos de gauge, o modelo que consideramos

(assim como o modelo de RS) irá gerar operadores que contribuem para S e T.
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Eles serão parametrizados pela Lagrangiana de dimensão seis [47, 77]:

L6 ≡ −
gg′S0

8πv2
EW

H†T aHBµνW a
µν −

T0e
2

2πv2
EW

|(DµH)†H|2+(
i
xj
v2
EW

ψ̄jγ
µT aψj(DµH)†T aH + i

yjYj
2v2

EW

ψ̄jγ
µψj(DµH)†H +

Vijkl
v2
EW

ψ̄iψjψ̄kψl + h.c.

)
,

(3.113)

onde Yj é a hipercarga do férmion ψj , W a
µν e Bµν são as intensidades de campo

de SU(2)L e U(1)Y e H é o dubleto de Higgs. Assumimos que as constantes

S0, T0, xj, yj, Vijkl são pequenas e trataremos seus efeitos até 1a ordem. Para

entender a modificação induzida por esses operadores, inserimos o valor es-

perado de vácuo do Higgs H t = (0, vEW/
√

2) e a derivada covariante Dµ =

∂µ + igT aW a + ig′Y Bµ. Consideramos primeiro os operadores que não involvem

férmions, da primeira linha de (3.113):

− T0e
2

2πv2
EW

|(DµH)†H|2 = −T0e
2v2
EW

32π
(−gW µ

3 + g′Bµ)2 = −T0e
2v2
EW

32π
g2g′2ZµZ

µ,

− gg′S0

8πv2
EW

H†T aHBµνW a
µν = −gg

′S0

32π
BµνW

µν
3 . (3.114)

Esses operadores contribuem para S e T precisamente com o valor dos parâmetros

S0 e T0 da Lagrangiana. De fato, comparando com (3.107), identificamos a essa

ordem:

ΠZZ = −T0e
2v2
EW

16π
g2g′2; ΠWW = 0

⇒ ΠWW

M2
W

− ΠZZ

M2
Z

=
T0e

2

4π
=
Te2

4π
.
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Analogamente, o operador que mistura os termos cinéticos de Bµ e W µ
3 contribui

S = S0.

Passamos a examinar os operadores que involvem correntes fermiônicas em

(3.113). As contribuições mais importantes dos operadores de quatro férmions

são os vínculos de sabor discutidos na seção anterior, e eles não afetam signifi-

cativamente os parametros de precisão [47, 77], assim, nos focaremos nos opera-

dores proporcionais a xj e yj , que não contribuem diretamente para S e T, mas

modificam as correntes neutra e carregada do MP:

i
xj
v2
EW

ψ̄jγ
µT aψj(DµH)†T aH + h.c =

g√
2

xj
4
ψ̄jγ

µT±ψjW
±
µ +

xj
4

(gψjW
µ
3 − g′Bµ)ψ̄jγµT

3ψj, (3.115)

i
yjYj

2v2
EW

ψ̄jγ
µψj(DµH)†H + h.c =

− yj
4

(gψjW
µ
3 − g′Bµ)ψ̄jγµYjψj. (3.116)

Adicionando a contribuição do MP, vemos que essas contribuições correspondem

as modificações nas correntes:

J±µW
±µ =

g√
2

(
1 +

xj
4

)
ψ̄jγ

µT±ψjW
±
µ ,

JµZZµ =
1√

g2 + g′2

[
g2
(

1 +
xj
4

(g2 + g′2)
)
T 3
j − g′2

(
1 +

yj
4

(g2 + g′2)
)
Yj

]
ψ̄jγ

µψjZµ.

(3.117)

Vamos supor que xj e yj tenham uma forma universal, independente do férmion

ao qual os bósons de gauge se acoplam. Isso será o caso em nosso modelo quando

os férmions estiverem localizados no mesmo platô do acoplamento de gauge com
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o primeiro modo massivo (figura (3.4)). Mais precisamente, impomos a condição:

xj
g2

=
yj
g′2

= a para todo j. (3.118)

Nesse caso, é fácil ver das equações (3.115) e (3.116) que a redefinição dos campos:

W± → W±(1− g2a

4
),

W 3 → W 3(1− g2a

4
) +B g g′

a

4
, (3.119)

B → B(1− g′2a
4

) +W 3 g g′
a

4
,

restaura as correntes neutra e carregada a sua forma no MP [77]. No entanto, essa

mudança gera novas contribuições para S e T. Por exemplo, as massas dos bósons

W e Z são modificadas por:

M2
W →M2

W

(
1− g2a

2

)
= M2

W (1 + δΠWW ),

M2
Z →M2

Z

(
1− a

2
(g2 + g′2)

)
= M2

Z(1 + δΠZZ).

Portanto, de (3.112), vemos que T é dado por:

T = T0 +
2πg′2

e2
a. (3.120)

Analogamente, analizando a modificação nos tensores de intensidade de campo,

vemos que o parâmetro S sofre a mudança:

S = S0 + 8πa. (3.121)
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Vemos que quando as correções de vértice são universais, temos a liberdade de

redefini-las como correções oblíquas.

Tendo estabelecido o formalismo, vamos computar S e T para o modelo de

cinco sítios, assumindo um dubleto de Higgs localizado no sítio N e o grupo no

quiver SU(2)L × U(1)Y . As contribuições para S e T serão geradas pelos modos

massivos de gauge. A Lagrangiana de interação com o Higgs é dada, ao substituir

o valor esperado de vácuo, por:

Lgh =
1

2
|DµH|2 =

g̃2v2
EW

8

(
(WN

1 )2 + (WN
2 )2 + (WN

3 )2
)

+
g̃g̃′v2

EW

4

(
WN

3 B
N
)

+
g̃′2v2

EW

8
(BN)2, (3.122)

onde omitimos os índices de Lorentz. Lembramos que os acoplamentos estão

relacionados aos do MP por:

g̃(′) =
√
N + 1g(′). (3.123)

Expandindo em auto-estados de massa:

W aN
µ =

N∑
j=0

fj,NW
a (j)
µ . (3.124)

E analogamente para BN
µ , vemos que, se tratarmos as inserções do vev do Higgs

como uma perturbação, elas induzem mistura entre os modos massivos. Por essa

razão, teremos contribuições para T e S já a nível árvore (o mesmo ocorre em

AdS5). A mistura dos modos zero dos bósons de gauge com os seus modos mas-

sivos está representada pelos diagramas das figuras (3.12) e (3.13).
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W (0) W (0)W (j)

Figura 3.12: Mistura a nível árvore de W (0)
a e W (j)

a .

W
(0)
3 W

(0)
3B(j)

Figura 3.13: Mistura a nível árvore de W (0)
3 e B(j).

Da Lagrangiana (3.122), vemos que o modo zero de W±
µ só se mistura com

os seus próprios modos massivos, enquanto que W µ
3 se mistura também com os

modos massivos de Bµ e vice-versa. Podemos ler o vértice da mistura WB:

i
(N + 1)gg′v2

EW

4
f0,Nfj,N ,

e da mistura WW :

i
(N + 1)g2v2

EW

4
f0,Nfj,N .

Lembrando que os vevs dos campos de ligação escalam como vj = vqj , vemos

que, para cinco sítios, o vev do último campo de ligação em j = 4 será de ordem

TeV para q4 = e−kaN = 10−16, o que dá a escala de massas do modo massivo mais

leve. O próximo auto-estado terá massa de ordem vq3 ' 104 TeV, de maneira que

suas contribuições podem ser ignoradas com segurança.

Comparando as figuras (3.12) e (3.13) com a figura (3.11), vemos que a or-

dem mais baixa de teoria de perturbações, as polarizações de vácuo são dadas

pelo quadrado desses vértices de mistura vezes o propagador do primeiro modo
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massivo correspondente avaliado para o momento p2 = 0. Assim, temos:

ig2Π11(0) =i
(N + 1)g2v2

EW

4
f0,Nf1,N

i

M (1) 2
i
(N + 1)g2v2

EW

4
f0,Nf1,N

=− ig2

(
(N + 1)gv2

EW

4M (1)
f0,Nf1,N

)2

,

ig2Π33(0) =− ig2

(
(N + 1)v2

EW

4
f0,Nf1,N

)2(
g2

M (1) 2
+

g′2

M (1) 2

)
, (3.125)

onde denotamos a massa do primeiro modo massivo por M (1). A contribuição

da mistura WW se cancela entre Π11 e Π33, e assim, esses diagramas geram a

contribuição para T:

T0 =
16π

v2
EW e

2
[Π11(0)− Π33(0)] =

v2
EWπ

e2
(N + 1)2 (f0,Nf1,N)2 g′2

M (1) 2
. (3.126)

A correspondente contribuição para S dependerá da derivada da polarização do

vácuo:

Π′V V (0) ∼ d

dp2

1

p2 −M (1) 2

∣∣∣∣
p2=0

= − 1

M (1) 4
. (3.127)

Que iremos desconsiderar, pois está suprimida por um fator 1/M (1) 4. As modifi-

cações das correntes fermiônicas são geradas por sua vez por diagramas como os

da figura (3.14).

Lembramos que os acoplamentos dos férmions com o primeiro modo massivo

em unidades do acoplamento com o modo zero são dados pela equação (3.91):

gL,R01

g
=
√
N + 1

N∑
j=0

(ZL,R)2j

(
1− Z2

L,R

1− Z2(N+1)
L,R

)
f1,j, (3.128)

onde ZL = qcL−1/2 e ZR = q−(cR+1/2). Quando consideramos a troca de W
(1)
3
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〈H〉 〈H〉

X(j) W a(0)

Figura 3.14: Contribuição para a modificação das correntes. X(j) representa qualquer campo

que se acople com W a(0).

entre o férmion e o modo zero de W3, obtemos o coeficiente proporcional a xj da

equação (3.113). Analogamente, a troca de B(1) resulta em uma contribuição para

yj . Obtemos assim:

xj
g2

=
yj
g′2

=
v2
EW

4
(N + 1)2f0,Nf1,N

M (1) 2

g01 j

g
. (3.129)

No caso em que as localizações são universais, g01 j = g01, obtemos então das

equações (3.120) e (3.121) uma contribuição para S e T que deve ser somada a já

calculada para T (3.126) para chegarmos a expressão final para os parâmetros de

precisão eletrofraca:

T =
v2
EWπg

′2

e2

(N + 1)2

M (1) 2
f0,Nf1,N

(
f0,Nf1,N +

1

2

g01

g

)
,

S = 2πv2
EW (N + 1)2f0,Nf1,N

M (1) 2

g01

g
. (3.130)

Para avaliar S e T, precisamos saber o valor de f0,N , f1,N e g01. Como a função
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de onda do modo zero é plana, temos simplesmente f0,N = 1/
√
N + 1 = 1/

√
5

da equação (3.28). Para férmions localizados nos platôs, podemos ler o valor de

g01/g do gráfico do acoplamento para N = 4, mostrado na figura (3.4). Temos os

valores g01/g|UV ' −0.5 e g01/g|IR ' 2. Podemos relacionar esses valores a f1,N se

notamos que, para férmions localizados em j = 0:

gL,R01

g

∣∣∣∣∣
UV

= lim
ZL,R→0

√
N + 1

N∑
j=0

(ZL,R)2j

(
1− Z2

L,R

1− Z2(N+1)
L,R

)
f1,j =

√
N + 1f1,0. (3.131)

Similarmente, para férmions no sítio N:

gL,R01

g

∣∣∣∣∣
IR

= lim
ZL,R→∞

√
N + 1

N∑
j=0

(ZL,R)2j

(
1− Z2

L,R

1− Z2(N+1)
L,R

)
f1,j = −

√
N + 1f1,N .

(3.132)

Ou seja, f1,N ' −2/
√

5. Para calcular S e T, precisamos definir a parte universal

das correções de vértice que será atríbuida às correções oblíquas (naturalmente,

isso é uma convenção, e o ajuste da teoria deve levar em conta também as cor-

reções não-oblíquas). Escolhemos tomar a localização do platô de mão esquerda

como a parte universal nos casos A e B. Como no caso A os dubletos estão lo-

calizados no sítio j = N , e no caso B no sítio j = 0 (exceto a terceira geração),

as contribuições fermiônicas para S e T irão diferir entre os dois casos pela razão

gL01|IR/gL01|UV ' −4. O resultado obtido para o caso B é:

S ' 0.17×
(

3 TeV

M (1)

)2

,

T ' 0.16×
(

3 TeV

M (1)

)2

, (3.133)

que deve ser comparado com o valor do ajuste experimental para mt = 173 GeV
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e mh = 126 GeV, dado por [76] Sexp. = 0.03 ± 0.10 e T exp. = 0.05 ± 0.12. Vemos

então que a massa M (1) = 3 TeV está dentro do intervalo de confiança de 95%.

Este valor é o bastante para satisfazer os vínculos de precisão e também os de

sabor, como vimos. Em contraste, um cálculo semelhante feito para o modelo

de RS resulta em contribuições muito grandes para o parâmetro T, que em geral

requerem a extensão do grupo de gauge no bulk para SU(2)L × SU(2)R × U(1)X ,

que é quebrado ao grupo eletrofraco do MP por condições de contorno [77, 47,

48]. Contribuições adicionais para S e T virão de loops envolvendo também os

modos massivos dos férmions, e são importantes especialmente para a terceira

geração. Estas correções, bem como contribuições vindas dos campos de ligação

deverão ser estudadas no futuro.

Iremos agora extender nosso modelo para um caso mais realista, onde o Higgs

é um pseudo bóson de Nambu-Goldstone, e se localiza naturalmente próximo ao

sítio infravermelho.



Capítulo 4

O Higgs Como um Pseudo Bóson de

Nambu-Goldstone

4.1 Motivação

De maneira geral, como argumentamos no capítulo (1), um desafio enfrentado

por modelos de física além do MP que buscam resolver o problema da hierarquia

de gauge é o fato de que os vínculos de sabor e de precisão eletrofraca reque-

rem que a escala de física nova MBSM seja elevada a vários TeV, enquanto que

a escala eletrofraca é de apenas MEW ∼ 100 GeV. De fato, o recém descoberto

candidato a bóson de Higgs [6, 7] possui massa Mh ' 125 GeV (um valor leve,

que já era favorecido pelos ajustes dos parâmetros de precisão [3]), enquanto que

ainda não há evidências da existência de outras partículas preditas por extensões

do MP, o que indica que, caso existam, suas massas deve estar perto ou acima

da escala TeV. Assim, mesmo para modelos que apresentam soluções naturais do

problema da hierarquia de gauge, muitas vezes ainda é necessário um pequeno
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ajuste fino de ordem MEW/MBSM , que podemos chamar de um “pequeno pro-

blema da hierarquia” [78, 79, 80, 81].

Uma maneira de garantir que a separação entre as escalas ocorra natural-

mente, é fazer com que a massa do Higgs seja protegida por uma simetria. Co-

nhecemos uma maneira natural de obter escalares leves na teoria quântica de

campos: o mecanismo de Goldstone. De fato, bósons de NG são escalares na-

turalmente sem massa mesmo a nível quântico, pois sua massa é protegida por

uma simetria global. Na natureza encontramos exemplos de partículas escalares

cuja massa leve é explicada por corresponderem a bósons de NG. Os píons na

QCD podem ser vistos como bósons de NG da quebra espontânea da simetria

quiral, o que garante a separação de escalas entre a massa do píon e a dos outros

hádrons [8]. Como a simetria quiral é quebrada explicitamente pelas massas dos

quarks up e down e pela interação eletromagnética, os píons não são bósons de

NG exatos e adquirem uma pequena massa. Por essa razão, eles são chamados

de pseudo bósons de Nambu-Goldstone. Nesta seção, veremos como o pequeno

problema da hierarquia se manifesta em modelos de dimensões extras curvas, e

uma possível solução, depois discutiremos a versão desconstruída desse meca-

nismo e como ela se insere no contexto mais amplo do Higgs como um PBNG.

Para modelos em AdS5, vimos que é possível gerar naturalmente uma hierar-

quia de escalas através da geometria da dimensão extra curva. Assim, desde que

o bóson de Higgs esteja localizado próximo a brana IR, temos uma solução para o

problema da hierarquia de gauge. No entanto, a solução não é completamente sa-

tisfatória, pois não consideramos a razão dinâmica da localização do Higgs. Além

disso, como vimos, os vínculos de precisão eletrofraca e de sabor exigem que a

escala de massas dos modos de KK esteja em torno deMKK ∼ 10 TeV [57, 48, 77],
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enquanto que a escala eletrofraca é de ordem MEW ∼ 100 GeV. Se tentamos expli-

car a origem dessas duas escalas através do fator de warping MIR = MUV e
−kπR,

vemos que ainda é necessário um ajuste fino de ordem MEW/MKK ∼ 10−3.

Tanto o pequeno problema da hierarquia quanto o problema da localização

do Higgs podem ser resolvidos em modelos de WED se considerarmos os graus

de liberdade que constituem o dubleto do Higgs como parte do campo de gauge

que se propaga no bulk cinco dimensional, na chamada unificação gauge-Higgs

(Gauge-Higgs Unification - GHU) [82, 83, 84, 85]. Não iremos desenvolver esse

tema em detalhe aqui, mas apenas apontar as características principais desse tipo

de modelo, para tornar mais intuitivo o que faremos na versão desconstruída nas

próximas sessões.

A primeira vista, pode parecer impossível obter o Higgs, que é um escalar na

representação fundamental de SU(2)L, de um campo de gauge, que é um vetor e

vive na representação adjunta. A questão do spin é resolvida se lembramos que

o campo de gauge cinco dimensional se decompõe como AM = (Aµ, A5), onde

sob o ponto de vista quadridimensional, Aµ é um vetor e A5 é um escalar. De

fato, vimos na descrição de modos de KK do campo de gauge (seção (2.2)) que

as componentes A5 podém ser vistas como bósons de NG da quebra da simetria

translacional no orbifold, que são absorvidos e dão massa para os modos de KK.

Assim, poderemos obter o Higgs se o espectro contiver modos zero deA5, que são

escalares leves em quatro dimensões. Já o problema da representação é resolvido

estendendo o grupo de gauge no bulk a um grupo maior, que contém o grupo

eletrofraco como subgrupo. Esse grupo maior é então quebrado por condições

de contorno no orbifold, de maneira tal que as componentes A5 correspondentes a

um dubleto de SU(2)L obtenham um modo zero.
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A escolha mais simples de grupo no bulk é SU(3). De fato, na quebra SU(3)→

SU(2)×U(1), existem quatro bósons de NG, que é o número de graus de liberdade

necessários para o dubleto complexo de SU(2).1 Expandimos o octeto de SU(3)

segundo AM = AAMT
A, e tomamos a base de geradores do grupo SU(3) como

TA = λA/2, em que λA são as matrizes de Gell-Mann:

λ1 =

 0 1 0
1 0 0
0 0 0

 , λ2 =

 0 −i 0
i 0 0
0 0 0

 , λ3 =

 1 0 0
0 −1 0
0 0 0

 , (4.1)

λ4 =

 0 0 1
0 0 0
1 0 0

 , λ5 =

 0 0 −i
0 0 0
i 0 0

 , λ6 =

 0 0 0
0 0 1
0 1 0

 ,

λ7 =

 0 0 0
0 0 −i
0 i 0

 , λ8 = 1√
3

 1 0 0
0 1 0
0 0 −2

 . .

Nessa base, uma escolha simples de orientação dos geradores do subgrupo

SU(2) × U(1) consiste em tomar o subgrupo SU(2) gerado pelos τ i ≡ λi/2, i =

1, 2, 3, e o gerador de U(1) como T 8 (com uma possível normalização). Os ou-

tros quatro geradores se transformam sob o subgrupo SU(2) como um dubleto

complexo (quatro graus de liberdade), o que é garantido pela decomposição da

adjunta de SU(3) no subgrupo SU(2): 8 → 3 ⊕ 2 ⊕ 2̄ ⊕ 1. Assim, escolhemos as

condições de contorno do octeto de gauge de SU(3) no orbifold segundo:

Aµ =


(++) (++) (−−)

(++) (++) (−−)

(−−) (−−) (++)

 , A5 =


(−−) (−−) (++)

(−−) (−−) (++)

(++) (++) (−−)

 , (4.2)

1Outra possibilidade é a quebra SO(5) → SO(4), onde SO(4) ∼= SU(2)L × SU(2)R contém o
grupo custodial SU(2)R. A hipercarga é então tomada como o gerador T 3

R.
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onde (++) se refere a condições de contorno de Neumann nas branas UV e IR,

respectivamente, (o que garante a existência de um modo zero) enquanto que

(−−) se refere a condições de Dirichlet (nesse caso, não há modo zero). Lembra-

mos que para preservar a simetria Z2, quando Aµ obedece condições de contorno

(++), A5 tem de ser (−−) e vice versa. Vemos que sob essas condições de con-

torno, o espectro de baixa energia (modos zero) conterá os bósons de gauge de

SU(2) × U(1), (A1
µ, A

2
µ, A

3
µ, A

8
µ), mais um dubleto escalar (A4

5 + iA5
5, A

6
5 + iA7

5),

que vamos identificar com o Higgs.

Usando as equações de movimento e a expansão em modos de KK de A5,

de maneira análoga ao que fizemos na seção (2.2), pode-se mostrar que o modo

zero de AA5 é localizado segundo A(0),A
5 (x, y) = h(x)Aeky, ou seja, localizado no in-

fravermelho, como precisamos para resolver o problema da hierarquia de gauge

[86, 43, 44].

A nível árvore, os modos zero tem massa nula, mas obviamente se quisermos

efetuar a EWSB precisamos de um potencial não trivial para o Higgs. A questão

mais importante a resolver nesse tipo de modelo é então como gerar uma massa e

um termo quártico para os modos zero de A5. Como A5 é parte de um campo de

gauge, esperamos que sua massa seja protegida pela simetria de gauge. Porém,

surpreendentemente, é possível adquirir uma massa para A5 por correções radi-

ativas devido a geometria não trivial da dimensão extra. Podemos considerar a

linha de Wilson, W ≡ P exp(i
∫
dyA5), que se enrola em torno do círculo S1 em

que a dimensão extra é compactificada. Esse loop de Wilson não pode ser con-

traído a um ponto, e o valor da fase de Aharonov-Bohm adquirida ao dar uma

volta em torno da dimensão extra se torna uma variável dinâmica. O valor da

fase é afetado por correções radiativas, e determina o potencial de A5 [43, 87, 44].
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De fato, se gerarmos o operador |Tr[W ]|2, que é invariante de gauge, vemos que

ele contém uma massa para o modo zero de A5 em sua expansão. Além disso,

como esse operador é não local na dimensão extra, logo, não pode haver uma

divergência ultravioleta associada a ele, o que garante que o potencial efetivo é

finito [87, 86]. Tanto os acoplamentos de gauge quanto os de Yukawa geram um

potencial a 1-loop para o Higgs, que pode ser calculado utilizando o formalismo

de Coleman-Weinberg [88]. Naturalmente, a massa adquirida por esse meca-

nismo será da ordem da escala de compactificação, ∼ MKK , dividida por um

fator de loop, o que garante a separação das escalas MKK e mh (pequena hierar-

quia) [87, 86, 43].

Estamos interessados na versão desconstruída desse mecanismo, que nos dará

um Higgs naturalmente leve e localizado no sítio N . Essa questão foi analisada

para dimensões extras planas compatificadas em um círculo em [87]. A versão

desconstruída é então uma cadeia circular (identificamos os sítios 0 e N ) em que

todos os campos de ligacão adquirem um vev comum (geometria plana). Como

a linha de Wilson corresponde ao campo de ligação segundo nosso dicionário

(3.46), o Higgs será obtido como parte dos πj , ou seja, ele será um bóson de NG.

O loop de Wilson que dá a volta na dimensão extra corresponde na versão des-

construída ao operador Tr[Φ1Φn . . .ΦN ], que não pode ser removido por trans-

formações de gauge. Expandindo esse operador, vemos que o espectro da teoria

contém o bóson h ≡ 1/
√
N(π1 +π2 + . . . πN), que não é absorvido. Uma vez que as

interações de gauge quebram explicitamente a simetria global, esse estado recebe

um potencial não trivial por correções radiativas e é identificado com o Higgs.

De fato, pode-se mostrar que o potencial é livre de divergências quadráticas para

N > 1 e finito para três sítios ou mais [87].
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A razão da ausência de divergências quadráticas para o potencial independe

da origem extra dimensional deste tipo de modelo. Em última análise, ela vem da

estrutura da quebra de simetria no quiver. A contribuição de diagramas de bósons

de gauge de qualquer um dos sítios individuais para a massa do Higgs seria qua-

draticamente divergente, no entanto, como os operadores gerados para o Higgs

envolvem toda a cadeia (são não lineares no quiver), O ∼ |Tr[Φ1Φn . . .ΦN ]|2 [87],

a contribuição para o potencial é proporcional ao produto dos acoplamentos de

gauge g1g2 . . . gN . Se qualquer um dos acoplamentos for zero, a contribuicão é

nula, e por essa razão, uma divergência quadrática não pode ser gerada, o que é

chamado de mecanismo de quebra de simetria coletiva. Uma grande variedade

de modelos em que Higgs é um PBNG cuja massa é protegida de divergências

quadráticas pela quebra coletiva pode ser construída, e em sua grande maioria

eles não tem uma interpretacão como dimensão extra. Tais modelos são cha-

mados de modelos de Little Higgs (review [89]) e são uma área muito ativa de

pesquisa.

Apresentaremos na sessão seguinte um modelo desconstruído de uma dimen-

são extra curva que contém no espectro um PBNG localizado naturalmente no

sítio N, que identificaremos com o bóson de Higgs. Também mostraremos nossos

resultados preliminares para o seu potencial que é gerado por correções radiati-

vas e finito a 1-loop para modelos de três ou mais sítios.

4.2 O Modelo

Para obter um modelo desconstruído onde o Higgs é um PBNG, precisamos

estudar uma cadeia linear um pouco mais complexa do que no capítulo anterior.
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Em geral os bósons de NG parametrizam o espaçoG/H da quebra espontânea da

simetria global G → H , onde H é um subgrupo de G. No caso em que existem

bósons de gauge associados aos geradores de G/H , os bósons de NG são absor-

vidos e se tornam as suas componentes longitudinais, pelo mecanismo de Higgs.

No entanto, se não houver um campo de gauge correspondente, os modos de

NG permanecerão no espectro. Em outras palavras, precisamos que a simetria

de gauge seja apenas um subgrupo da simetria global da teoria, para que alguns

dos bósons de NG sejam físicos. Além disso, a simetria de gauge (assim como os

acoplamentos de Yukawa com férmions) deve quebrar explicitamente a simetria

global, para que os bósons de NG adquiram um potencial efetivo não trivial por

correções radiativas, como veremos.

O grupo de simetria global deve conter o grupo eletrofraco SU(2)×U(1) como

subgrupo. Como vimos na sessão anterior, a escolha mais simples é SU(3). Li-

gando as interações de gauge SU(2)L × U(1)Y , a simetria global é explicitamente

quebrada pelos acoplamentos de gauge g e g′, permitindo gerar um potencial a

1-loop. Baseados nessas considerações, tomamos a cadeia linear com simetria glo-

bal SU(3)j−1×SU(3)j para cada campo de ligação. Assim, os Φj são responsáveis

pela quebra SU(3)j−1× SU(3)j → SU(3)diag., e portanto contêm um octeto de bó-

sons de NG πAj T
A, onde TA são os geradores de SU(3).

Tomaremos como simetria de gauge nos sítios zero e N apenas o subgrupo

eletrofraco SU(2) × U(1), enquanto que nos sítios internos tornamos local todo

o grupo SU(3). Como os sítios nas extremidades não contém bósons de gauge

associados aos geradores de SU(3)/SU(2)× U(1), restarão alguns bósons de NG

que não poderão ser absorvidos, correspondentes aos quatro graus de liberdade

do dubleto de Higgs. Além disso, como tornamos local apenas um subgrupo
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SU(2) × U(1) nas extremidades do quiver, quebramos explicitamente a simetria

global, o que permitirá gerar o potencial efetivo. Essa maneira de obter o Higgs

a partir dos campos de ligação é análoga a descrita em [87] para uma cadeia

circular, mas, no caso aqui apresentado, temos uma hierarquia de vevs que ge-

rará dinamicamente a localização do bóson de Higgs próximo ao sítio N . O dia-

grama quiver correspondente a esse modelo está exibido na figura (4.1). No limite

do contínuo, essa cadeia corresponde a uma simetria SU(3) no bulk quebrada a

SU(2)× U(1) nas branas, em analogia com o modelo de GHU da seção anterior.

SU(2)× U(1)

Φ1

SU(3)

Φ2

SU(3)

ΦN

SU(3) SU(2) × U(1)

Figura 4.1: Diagrama quiver para uma cadeia de grupos de gauge. Os grupos das extremidades,
sítios 0 eN , são SU(2)×U(1) e os demais são SU(3). A simetria global, não representada, é SU(3)
em todos os sítios.

Como na seção anterior, tomamos a base de geradores dos grupos SU(3) como

TA = λA/2, em que λA são as matrizes de Gell-Mann (4.1). Denotaremos o con-

junto de geradores de SU(2) × U(1) por Y a ≡ {T 1, T 2, T 3, T 8}, enquanto que os

outros quatro geradores serão denotados por Xα ≡ {T 4, T 5, T 6, T 7}. Conven-

cionamos que os índices latinos a, b, c, . . . assumem os valores 1, 2, 3, 8 e os in-

díces gregos α, β, γ, . . . os valores 4, 5, 6, 7. Por sua vez os índices capitalizados

A,B,C, . . . irão de um a oito. As constantes de estrutura de SU(3) não nulas são:

f123 = 1,

f147 = f165 = f246 = f257 = f345 = f376 =
1

2
,

f458 = f678 =

√
3

2
, (4.3)
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mais as que podem ser obtidas dessas por uma permutação dos índices. Assim,

observamos que a álgebra de SU(3) se decompõe em:

[Xα, Xβ] = ifαβcY
c,

[Y a, Xβ] = ifaβγX
γ,

[Y a, Y b] = ifabcY
c. (4.4)

Denotamos os acoplamentos dos grupos SU(2) e U(1) dos sítios j = 0 e j = N

por g0,N e g′0,N , respectivamente. O acoplamento de gauge dos sítios internos

será tomado independente de j, por simplicidade, e denotado como g̃. Lembra-

mos que para satisfazer as condições de identificação com o contínuo (equações

(3.46)), devemos ter o valor esperado de vácuo v = 1/ga, onde g é o acoplamento

de gauge. Estritamente, isso requer um conjunto de campos de ligação para cada

grupo de gauge no quiver e leva a um espectro de modos massivos independente

das constantes de acoplamento. Neste capítulo optamos por tomar v = 1/a inde-

pendente dos acoplamentos. Nesse caso, eliminamos a degenerecência entre os

modos associados aos geradores de SU(2) e aos de U(1).

Para obter o espectro de bósons de gauge e de NG a nível árvore, prossegui-

mos como na seção (3.2). Expandindo o termo cinético dos Φj , até segunda ordem

em πj , obtemos a mistura entre os bósons de NG e os de gauge. Para os campos

associados aos geradores Y a, a mistura é dada por:

N∑
j=1

1

2

[
∂µπ

a
j − vj(gjAaµ,j − gj−1A

a
µ,j−1)

]2
. (4.5)
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Ou seja, existe um modo de NG para cada bóson de gauge. Assim, todos os

bósons de NG associados aos Y a são removidos no gauge unitário exatamente

como na seção (3.2), levando a matriz de massas do bósons de gauge de SU(2) =

Y 1,2,3:

M2
W = v2



g2
0q

2 −g0g̃q
2 0 · · · 0 0

−g0g̃q
2 g̃2(q2 + q4) −g̃2q4 · · · 0 0

0 −g̃2q4 g̃2(q4 + q6) · · · 0 0
...

...
... . . . ...

...
0 0 0 · · · g̃2(q2(N−1) + q2N) −gN g̃q2N

0 0 0 · · · −gN g̃q2N g2
Nq

2N


.

(4.6)

Para U(1) = Y 8, basta substituir g0,N → g′0,N . Como resta uma simetria

SU(2) × U(1) não quebrada, o determinante dessa matriz de massas é nulo, e

temos um modo zero, cuja função de onda fj,0 satisfaz:

g0f0,0 = g̃f1,0,

g̃(q2 + q4)f1,0 = g0q
2f0,0 + g̃q4f2,0,

...

g̃fN−1,0 = gNfN,0. (4.7)

Definindo f̃j,0 ≡ gjfj,0, temos a relação de recorrência f̃j,0 = f̃j−1,0, ∀ j como na

equação (3.26). Assim, impondo a condição de normalização
∑N

j=0 |fj,0|2 = 1,

temos a solução:

fj,0 =
geff
gj

, (4.8)
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onde definimos o acoplamento efetivo do grupo diagonal:

1

g2
eff

≡
N∑
j=0

1

g2
j

=
1

g2
0

+
N − 1

g̃2
+

1

g2
N

. (4.9)

Vemos que o modo zero não é mais plano, sofrendo uma pequena deformação nos

sítios j = 0 e j = N . Vamos estudar o efeito dessa modificação no acoplamento

do modo zero a férmions. Considerando um férmion de mão esquerda no quiver,

o acoplamento deste ao bóson de gauge é dado por:

Lg =
N∑
j=0

gjψ̄L,jγ
µAµ,jψL,j, (4.10)

onde Aµ,j = Aaµ,jY
a
j , com Y a

j o gerador na representação do férmion ψL,j . O aco-

plamento entre os modos zero é obtido fazendo as expansões em modos massivos

ψL,j = hLj,mψ
′
L,m e Aµ,j = fj,nA

′
µ,n e tomando m = n = 0. Para o grupo SU(2)L,

vamos assumir que o gerador diagonal na representação do férmion é dado sim-

plesmente por τa =
∑N

j=0 Y
a
j . Nesse caso, obtemos:

g00 =
N∑
j=0

gjfj,0|hLj,0|2 = geff , (4.11)

onde substituimos (4.8) e utilizamos a normalização
∑N

j=0 |hLj,0|2 = 1. Vemos que

podemos identificar geff com o acoplamento de SU(2)L do MP, g. Para a hiper-

carga, veremos mais adiante que essa escolha simples não será possível se quiser-

mos obter a relação a nível árvore M2
W/M

2
Z = c2

w ' 0.8. De fato, em modelos de

GHU, obter o angulo de Weinberg correto requer estender a simetria de gauge no

bulk para SU(3)× U(1) ou adicionar termos cinéticos com acoplamentos diferen-
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tes nas branas, que são permitidos pelo orbifold [90].2 Nossa cadeia corresponde

ao segundo caso, já que deixamos livres os acoplamentos nos sítios j = 0, N .

Para os geradores Xα, os termos de mistura com os παj são dados por:

1

2

[
∂µπ

α
1 − v1g̃A

α
µ,1)
]2

+
N−1∑
j=2

1

2

[
∂µπ

α
j − vj g̃(Aαµ,j − Aαµ,j−1)

]2
+

1

2

[
∂µπ

α
N + vN g̃A

a
µ,N−1)

]2
. (4.12)

Notamos a ausência das misturas∼ π1A0 e∼ πNAN , devido a falta dos geradores

correspondentes nas extremidades da cadeia. Introduzimos o termo de fixação

de gauge:

LG = −
N−1∑
j=1

1

2ξ

[
∂µA

µ,α
j + ξg̃

(
vjπ

α
j − vj+1π

α
j+1

)]2
. (4.13)

Como anteriormente, as misturas são canceladas, por construção. No entanto, as

matrizes de massa são diferentes. Para os bósons de gauge, temos:

M2
A = g̃2v2



q2 + q4 −q4 0 · · · 0

−q4 q4 + q6 −q6 · · · 0

...
...

... · · · ...

0 0 0 −q2N q2(N−1) + q2N


. (4.14)

Comparando essa matriz com o caso anterior, (4.6) vemos que faltam os termos

correspondentes aos bósons das extremidades. Isso é equivalente a impor o aná-

2Um problema semelhante ocorre em teorias de grande unificação. Por exemplo, para SU(5),
s2w = 3/8. Nesse caso, o problema é resolvido notando que os acoplamentos sofrem uma correção
grande devida a evolução sob o grupo de renormalização desde MGUT = 1016 GeV até a escala
eletrofraca.
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logo a condições de contorno de Dirichlet no quiver para as funções de onda,

fα0,j = fαN,j = 0, eliminando o modo zero dos AαµXα. De fato, pode-se checar ex-

plicitamente que Det[M2
A] 6= 0. Assim, o espectro dos bósons de gauge associados

aos geradores de SU(3)/SU(2) × U(1) corresponde a uma torre de N − 1 modos

massivos.

A matriz de massas dos bósons de NG por sua vez, será dada por:

M2
π = g2v2ξ



q2 −q3 0 · · · 0 0
−q3 2q4 −q5 · · · 0 0

0 −q5 2q6 · · · 0 0
...

...
... . . . ...

...
0 0 0 · · · 2q2(N−1) −q2N−1

0 0 0 · · · −q2N−1 q2N


. (4.15)

Nesse caso, Det[M2
π ] = 0 , o que indica a presença de um modo zero, como

esperávamos da estrutura da cadeia. Esse modo é um estado físico, que não se

desacopla no limite do gauge unitário, ξ →∞. Os outros N − 1 modos massivos

associados aos Xα estão em correspondência um a um com os modos de gauge,

e são absorvidos no gauge unitário, como requerido do mecanismo de Higgs.

Queremos associar o modo zero da matriz dos bósons de NG ao dubleto do

bóson de Higgs. Expandindo Hα = hjπ
α
j , vemos da equação de autovalores

M2
π .H = 0.H , que os hj satisfazem a relação de recorrência:

hj = qhj+1. (4.16)

Como 0 < q < 1, vemos que o estado Hα =
∑N

j=1 hjπ
α
j é um estado localizado em

j = N , exatamente como esperamos para resolver o problema da hierarquia de
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gauge. Impondo a normalização
∑N

j=1 |hj|2 = 1, chegamos a expressão:

Hα =
N∑
j=1

qN−j√∑N
j=1 q

2(j−1)

παj . (4.17)

Podemos agora fixar o acoplamento do modo zero do grupo U(1) diagonal, g′eff ,

se expandirmos a derivada covariante DµΦj até a ordem mais baixa em πj e subs-

tituirmos as expressões dos modos zero (4.8) e (4.17):

Dµ
Φj

vj
= ∂µπj + igj−1 Bµ,j−1 πj − igj πj Bµ,j +O(

π2
j

v2
j

)

∼ ∂µH
αTα + ig′eff

[
B(0)
µ , H

]
= Tα

(
∂µH

α + ig′eff ifα8γB
(0),8
µ Hγ

)
, (4.18)

onde denotamos o bóson de gauge correspondente ao gerador T 8 por Bµ,j e seu

modo zero por B(0)
µ . O símbolo “ ∼ ” na segunda linha indica que tomamos ape-

nas a parte que contém os modos zero da expressão anterior. Das constantes de

estrutura, (4.3) vemos que o acoplamento será proporcional a f678 =
√

3/2, assim,

devemos escolher os acoplamentos de gauge de maneira que g′eff = g′/
√

3, onde

g′ é o acoplamento de U(1)Y do MP para que a hipercarga do bóson de Higgs seja

Yh = 1/2. Como temos cinco acoplamentos de gauge, g0, g
′
0, gN , g

′
N e g̃, sempre

temos liberdade suficiente para obter g e g′ do MP.

Sem perda de generalidade, podemos usar a invariância sob a simetria SU(2)×

U(1) não quebrada para escolher uma das componentes de Hα como o bóson de

Higgs que adquirirá um vev, que denotaremos simplesmente por h e as outras

como os modos de NG que darão as componentes longitudinais dos bósons W

e Z. Escolhendo por exemplo h ≡ H6, podemos checar que a EWSB se dará
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corretamente expandindo o termo quadrático nos modos zero de SU(2)× U(1):

N∑
j=1

1

2

(
gj−1πjA

a
µ,j−1 − gjAµ,jπj

)2

∼
8∑

A=1

1

2

(
gaefffAa6A

(0),a
µ h gbefffAb6A

(0),b
µ h

)
=

1

8
h2

[
g2(W

(0)
1 )2 + g2(W

(0)
2 )2 +

(
gW

(0)
3 − g′B(0)

)2
]
. (4.19)

A expressão acima representa a contribuição de ordem mais baixa para as

massas dos modos zero, e é idêntica a Lagrangiana de massas dos bósons de

gauge do MP. Portanto, a menos de pequenas correções devidas a mistura com

os modos massivos (que discutiremos mais adiante), obteremos as massas dos

bósons W e Z corretas se h adquirir um vev: 〈h〉 ' 246 GeV.

A nível árvore, o estado Hα não possui massa e de fato todas as suas intera-

ções involvem derivadas, já que é um bóson de NG. Para que esse estado seja

efetivamente o dubleto de Higgs será necessário gerar radiativamente um poten-

cial com os acoplamentos corretos para que o Higgs tenha um vev não trivial,

capaz de efetuar a EWSB. Trataremos desse tópico na seção seguinte.

4.3 Potencial Efetivo

Uma vez que os acoplamentos de gauge de SU(2) × U(1) nas extremidades

da cadeia quebram explicitamente a simetria global SU(3) diagonal, o estado H

não é um bóson de NG verdadeiro, e pode adquirir um potencial não trivial por

correções radiativas. Lembramos que a correção para a massa do escalar devida
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a bósons de gauge é positiva, enquanto que a que vem de férmions é negativa,

devido a estatística de Fermi-Dirac [1]. Assim, se quisermos obter uma massa ta-

quiônica para o Higgs, para que ele adquira um vev e realize a quebra da simetria

eletro-fraca, as correções radiativas para a sua massa que vêm dos loops de férmi-

ons (essencialmente o quark top, devido a seu acoplamento de ordem um com o

Higgs) devem ser maiores do que as geradas pelos bósons de gauge. Como este

trabalho ainda está em produção [32], ainda não temos um modelo completo, que

requer escolher corretamente as representações fermiônicas no quiver para obter

uma teoria com os acoplamentos corretos e livre de anomalias, como em [58].

Ainda assim, achamos relevante expor aqui os nossos resultados preliminares,

que dizem respeito às correções radiativas geradas pelos bósons de gauge.

Uma maneira conveniente de estudar o efeito dessas correções radiativas é o

formalismo do potencial efetivo de Coleman-Weinberg [88]. Vamos revisar bre-

vemente como calcular a ação efetiva a 1-loop e depois aplicar a técnica ao nosso

modelo para obter o efeito dos loops de bósons de gauge sobre o potencial do

Higgs.

Dada a função de partição do campo φ(x) em presença da fonte externa J(x):

Z =

∫
Dφ ei

∫
d4x(L[φ]+Jφ). (4.20)

Podemos definir W [J ] ≡ −i logZ. Esse funcional tem a interpretação de (menos)

a energia do vácuo em presença da fonte externa J , eiW [J ] = 〈0|e−iHT |0〉J . Dife-

renciando com respeito à fonte externa, obtemos o valor esperado de vácuo de
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φ(x) em presença da fonte, que chamamos de “campo clássico” φc(x):

δW [J ]

δJ(x)
= −i δ

δJ(x)
logZ = 〈0|φ(x)|0〉J ≡ φc(x). (4.21)

De fato, pode-se mostrar que sucessivas derivadas funcionais de W [J ] geram as

funções conexas de n-pontos [1]. Efetuando a transformada de Legendre:

Γ[φc] ≡ W [J ]−
∫
d4xJ(x)φc(x). (4.22)

Definimos a ação efetiva, que é o funcional gerador de diagramas 1PI [1]. A ação

efetiva pode ser interpretada fazendo uma analogia com a termodinâmica: para

sistemas a temperatura nula, a configuração mais estável é aquela que minimiza a

energia interna, U . Já, em presença de flutuações térmicas, o estado de equilibrio

termodinâmico é aquele que minimiza a energia livre F = U − TS. Analoga-

mente, a nível clássico a configuração de campo mais estável é a que minimiza a

energia (o potencial clássico, se consideramos campos constantes), enquanto que

em presença de flutuações quânticas devemos minimizar a ação efetiva Γ[φc].

De fato:

δΓ[φc]

δφc(x)
= −J(x). (4.23)

Assim, fazendo J = 0, vemos que o valor esperado de vácuo de φ é obtido mini-

mizando a ação efetiva.

Para calcular a ação efetiva, seguimos o método da integral funcional, devido

a Jackiw [91]. Fazemos a mudança de variável φ(x) = φc(x) + η(x), onde η(x)
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representa as flutuações quânticas em torno do vev φc, então expandimos:

L[φ] + Jφ = L[φc] + Jφc +

∫
d4x η(x)

(
δL
δφ(x)

∣∣∣∣
φ=φc

+ J(x)

)
+

+
1

2!

∫
d4xd4y η(x)η(y)

δ2L
δφ(x)φ(y)

∣∣∣∣
φ=φc

+O(η3). (4.24)

Podemos eliminar o termo linear em η(x) se escrevermos J(x) = J1(x) + δJ(x),

onde J1(x) é tal que φc(x) satisfaz a equação de movimento:

δL
δφ(x)

∣∣∣∣
φ=φc

+ J1(x) = 0. (4.25)

Fazendo isso, δJ(x) é interpretado como um contratermo que sempre pode ser

escolhido para que o vev de φ não seja deslocado por flutuações quânticas de-

vido a funções de um ponto (tadpoles) [1]. Truncando a série no termo quadrático

em η(x), obtemos uma integral funcional quadrática, que podemos avaliar for-

malmente:

eiW [J ] '
∫
Dη exp

{
i

∫
d4x

(
L[φc] + Jφc +

1

2

∫
d4y η(x)η(y)

δ2L
δφ(x)φ(y)

∣∣∣∣
φc

)}

= exp

{
i

∫
d4x (L[φc] + Jφc)−

1

2
ln Det

[
δ2L
δφδφ

]
φc

}
, (4.26)

onde escrevemos Det[δ2L]−1/2 = exp{−1/2 ln Det[δ2L]}. Essa aproximação é equi-

valente a avaliar a ação efetiva a 1-loop [91]. Podemos então efetuar a transfor-

mada de Legendre, obtendo:

Γ[φc] =

∫
d4x (L[φc]) +

i

2
ln Det

[
δ2L
δφδφ

]
φc

. (4.27)
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Antes de prosseguir, notamos que, para férmions, a integral de trajetória gras-

smaniana (ou equivalentemente, o sinal negativo do loop fermiônico) forneceria

exp{−i ln Det[δ2L]} e portanto férmions contribuem com o sinal oposto para a

ação efetiva, o que é crucial para a quebra espontânea de simetria. Se expandir-

mos a ação efetiva em potências do momento:

Γ[φc] =

∫
d4x

[
−Vef [φc] + Z[φc](∂µφc)

2 + · · ·
]
. (4.28)

Vemos que, para configurações de campo constantes, correspondentes a valores

esperados de vácuo invariantes sob o grupo de Poincaré, o vev de φ é obtido

minimizando a função:

∂Vef (φc)

∂φc
= 0. (4.29)

Por essa razão, a função Vef é chamada de potencial efetivo e representa a den-

sidade de energia para campos constantes, levando em conta as correções quân-

ticas. A questão da quebra espontânea de simetria na presença de flutuações

quânticas se reduz então ao cálculo de Vef . Para sermos mais concretos, para

uma teoria escalar L = 1
2
(∂µφ)2 − V [φ], obtemos, para campos constantes:

Γ[φc] = −
∫
d4xV (φc) +

i

2
ln Det

[
∂2 + V ′′(φc)

]
. (4.30)
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Como φc não depende de x, podemos avaliar o segundo termo no espaço de mo-

mentos:

i

2
ln Det

[
∂2 + V ′′(φc)

]
=
i

2
Tr ln

[
∂2 + V ′′(φc)

]
=
i

2

∫
d4k

2π4
ln
[
−k2 + V ′′(φc)

]
,

(4.31)

obtendo o potencial efetivo:

Vef (φc) = V (φc)−
i

2

∫
d4k

2π4
ln
[
−k2 + V ′′(φc)

]
. (4.32)

O segundo termo tem a interpretação da energia de vácuo em presença do campo

de fundo φc, e em particular, V ′′(φc) é a massa efetiva nesse fundo. No caso de

muitos campos, naturalmente generalizamos para a matriz de massas V ′′(φc) →

∂i∂jV (φk)|φk=φkc
, cujos autovalores são as massas dos campos que são adquiridas

devido ao vev de φ. Devemos então somar as contribuições de todos os graus de

liberdade ao potencial.

Podemos agora aplicar esse formalismo para obter o efeito das correções radi-

ativas dos bósons de gauge para o potencial do Higgs em nosso modelo. Traba-

lharemos no gauge ∂µAµ = 0, por razões que ficarão claras em breve. A Lagran-

giana do modelo é dada por:

L =
N∑
j=0

{
−1

2
Tr[Fµν,j F

µν
j ]− 1

ξ
Tr[
(
∂µA

µ
j

)2
]− η̄Aj ∂µDµ

ABη
B
j

}
+

+
N∑
j=1

{
Tr[(∂µΦj)

†∂µΦj] + Tr
[
i (∂µ Φj)

† (gj−1Aµ,j−1Φj − gjΦjAµ,j) + h.c.
]

+
v2
j

2
(g2
jA

A 2
µ,j + g2

j−1A
A 2
µ,j−1)− 2gjgj−1Tr

[
Φ†jAµ,j−1ΦjA

µ
j

]}
, (4.33)
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onde Lη = −η̄Aj ∂µDµ
ABη

B
j é a Lagrangiana de Fadeev-Popov nesse gauge [1]. O

termo cinético dos Φj pode ser reescrito convenientemente como:

Tr[(∂µΦj)
†∂µΦj] =

1

v2
j

Tr[(Φ†j∂µΦj)
†Φ†j∂

µΦj], (4.34)

que é uma forma equivalente, devido à ciclicidade do traço e à identidade Φ†jΦj =

v2
j . Expandindo os Φj = vj

(
1 + i

πj
vj
− 1

2!

(
πj
vj

)2

+ · · ·
)

, após algum trabalho algé-

brico, obtemos:

Φ†j∂
µΦj = ivj∂µπj +

1

2!
[πj, ∂µπj]−

i

3!

1

vj
[πj, [πj, ∂µπj]] +

i

4!

1

v2
j

[πj [πj, [πj, ∂µπj]]] + · · ·

= ivjT
A

(
δAB +

1

2!
ΠAB,j +

1

3!
Π2
AB,j +

1

4!
Π3
AB,j + · · ·

)
∂µπ

B
j

= ivjT
A (eΠj − 1)

Πj
AB ∂µπ

B
j ≡ ivjT

AEA
B(πj)∂µπ

B
j , (4.35)

onde definimos as matrizes
fACBπ

C
j

vj
≡ ΠAB,j , e EA

B(πj) ≡ (eΠj−1)
Πj

. Similarmente:

Tr
[
Φ†jAµ,j−1ΦjA

µ
j

]
= v2

jTr[Aµ,j−1A
µ
j ] + ivjTr[[Aµ,j−1, πj]A

µ
j ]+

+
1

2
Tr[[Aµ,j−1, πj][A

µ
j , πj]] +

i

3!

1

vj
Tr[πj[[Aµ,j−1, πj], [A

µ
j , πj]]] + · · ·

=
v2
j

2
AAµ,j−1

(
δAB − ΠAB,j +

1

2!
Π2
AB,j −

1

3!
Π3
AB,j + · · ·

)
Aµ,Bj

=
v2
j

2
AAµ,j−1e

−Πj
AB Aµ,Bj . (4.36)
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Substituindo essas expansões em (4.33), e expandindo o termo cinético dos Aµ,j ,

obtemos:

L =
1

2

N∑
j=0

{
AAν,j(g

µν∂2 −
(

1− 1

ξ

)
∂µ∂ν)AAµ,j + int.+ Lη

}
+

+
N∑
j=1

{
1

2
EA

C(πj)E
A
D(πj)∂µπ

C
j ∂

µπDj + vj∂
µπAj E

A
B(πj)(gj−1A

B
µ,j−1 − gjABµ,j)

+
v2
j

2
(g2
jA

A 2
µ,j + g2

j−1A
A 2
µ,j−1)− v2

j gjgj−1A
A
µ,j−1e

−Πj
AB Aµ,Bj

}
, (4.37)

onde o termo int. se refere as interações entre bósons de gauge. A matriz EA
B

é efetivamente um vielbein na variedade G/H , de maneira que podemos definir

uma métrica (em geral curva) nesse espaço por gAB ≡ EC
AE

D
BδCD [92, 93, 94].

De fato, a Lagrangiana quiral que descreve os bósons de NG deve ser invariante

por transformações gerais das “coordenadas” πAj .

Podemos agora aplicar o formalismo expandindo a Lagrangiana em torno dos

valores esperados de vácuo dos campos e mantendo os termos até segunda or-

dem. Vamos assumir que apenas a combinação linear Hα adquire um vev, já que

outras combinações lineares são bósons de NG exatos e não podem adquirir um

potencial. Podemos usar a unitariedade da expansão em autoestados de (4.15)

para escrever:

παj =
qN−j√∑N
j=1 q

2(j−1)

Hα + outros estados. (4.38)
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Escrevemos então Hα = H̃α + 〈Hα〉, com o vev independente de x, e calculamos

a derivada funcional:

1

2!

∫
d4xd4y

(
ÃAµ,j(x)ÃBν,k(y)

δ2L
δAAµ,j(x)δABν,k(y)

+

+ÃAµ,j(x)π̃Bk (y)
δ2L

δAAµ,j(x)δπBk (y)
+ π̃Aj (x)π̃Bk (y)

δ2L
δπAj (x)δπBk (y)

)∣∣∣∣
Hα=〈Hα〉

,

(4.39)

onde está implicita a soma em índices de gauge e do quiver. Notamos que Lη não

contribui no gauge ∂µAµ = 0. Por simplicidade de notação, omitiremos as tildes

nos campos daqui adiante.

Vamos considerar primeiramente a contribuição do termo cinético dos πAj .

Para que a integral funcional sobre os πAj seja invariante por reparametrizações

dos bósons NG, devemos incluir o determinante da métrica g ≡ |Det[gAB]| na

medida de integração [93, 94]. Assim, a contribuição do termo cinético a ordem

mais baixa (1-loop) será:

∫
DπAj
√
g|Hα=〈Hα〉 e

i
∫
d4x

∑N
j=1

1
2
gAB(〈Hα〉)∂µπAj ∂µπBj , (4.40)

onde indicamos que a ordem mais baixa, a contribuição para o potencial efetivo

que vem do determinante da métrica é obtido avaliando a métrica no vev dos

campos. De fato, a essa ordem, o determinante contribui a 1-loop. Isso pode ser

visto mais facilmente se lembrarmos que a expansão em potências de ~ corres-

ponde a expansão em loops [95], assim, se restaurarmos as dimensões de ~ para a

ação e expandirmos S = S0 + ~S1 + . . ., onde S0 é a contribuição a nível árvore,
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~S1 a correção a 1-loop, etc, obtemos:

√
gei(

S0
~ +S1+...) = e

1
2

ln Det[gAB ]ei(
S0
~ +S1+...). (4.41)

Vemos que o determinante da métrica avaliado no vev contribui uma correção

para a ação efetiva a 1-loop dado por ∆S1 ≡ 1
2

ln Det[gAB(〈Hα〉)] , o que é consis-

tente com a equação (4.27). Efetuamos a integral funcional gaussiana sobre os

πAj :

∫
DπAj

√
g(〈Hα〉) ei

∫
d4x

∑N
j=1

1
2
gAB(〈Hα〉)∂µπAj ∂µπBj

∼
√
g(〈Hα〉)√

g(〈Hα〉)Det[−k2]
=

1√
Det[−k2]

. (4.42)

Observamos, portanto, que o termo cinético não irá contribuir a 1-loop, pois a

contribuição do determinante cancela exatamente a dependência em 〈Hα〉 a essa

ordem [93, 94]. A contribuição dos bósons de gauge calculada a partir de (4.39)

será dada por:

LA =
1

2

N∑
j=0

AAν,j(g
µν∂2 −

(
1− 1

ξ

)
∂µ∂ν)AAµ,j+

+
N∑
j=1

{
vj∂

µπAj E
A
B(〈Hα〉)(gj−1A

B
µ,j−1 − gjABµ,j)

+
v2
j

2
(g2
jA

A 2
µ,j + g2

j−1A
A 2
µ,j−1)− v2

j gjgj−1A
A
µ,j−1 exp

− qN−jfAβB

vj

√∑N
j=1 q

2(j−1)

〈Hβ〉

Aµ,Bj

 .

(4.43)
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Como trabalhamos no gauge ∂µAµ = 0, o termo da segunda linha é nulo se

integrarmos por partes, já que EA
B(〈Hα〉) é uma matriz constante.3 A terceira

linha é então a matriz de massas dos bósons de gauge em presença do campo de

fundo 〈Hα〉. Como na seção anterior, vamos escolher a orientação do vev de H

na direção de T 6, 〈H6〉 ≡ 〈h〉. Para simplificar a notação, denotaremos:

exp

− qN−jfA6B

vj

√∑N
j=1 q

2(j−1)

〈h〉

 ≡ e
− H

vh
j

AB ,

vhj ≡ vj

√∑N
j=1 q

2(j−1)

qN−j
. (4.44)

Para obter a contribuição dos bósons de gauge para o potencial efetivo, esco-

lhemos ξ = 1 (gauge de Feynman) e efetuamos a integral funcional quadrática

sobre os bósons de gauge:

∫
DAµj exp

[
i

∫
d4x

(
1

2

N∑
j,k=0

AAν,j(g
µνδABδj,k∂

2 +M2
A(h))ABµ,k

)]
. (4.45)

Em analogia ao caso escalar, obtemos a expressão para Vef (h) (lembrando que o

potencial é nulo a nível árvore):

Vef (h) = −i3
2

∫
d4k

2π4
Tr
[
ln
(
−k2 +M2

A(h)
)]
, (4.46)

3Mais precisamente, nesse gauge o propagador dos bósons é transverso, ou seja, satisfaz
kµ∆µν(k2) = 0, eliminando a contribuição dos diagramas com os vértices da segunda linha de
(4.43) para Vef [88, 95].



4.3 Potencial Efetivo 121

onde o fator de 3 corresponde às três polarizações dos bósons de gauge massi-

vos. Para avaliar a integral, efetuamos a rotação de Wick k0 → ik4, k2 → −k2
E .

A integral é formalmente divergente, assim, devemos adotar um procedimento

de regularização. Mostraremos adiante que para N ≥ 2, o potencial é finito e

portanto o resultado independe da regularização, assim, para mostrar o cancela-

mento da divergência quadrática de maneira intuitiva, regularizamos integrando

o momento euclidiano até um corte Λ. Obtemos assim o resultado clássico de

Coleman-Weinberg [88]:

Vef (h) =
3Λ2

32π2
Tr[M2

A(h)] +
3

64π2
Tr

[
(M2

A(h))2

(
ln
M2

A(h)

Λ2
− 1

2

)]
, (4.47)

onde omitimos termos independentes de h, que apenas definem o zero da energia

(constante cosmológica) assim como termos que vão a zero no limite Λ → ∞.

Podemos absorver o fator de 1/2 redefinindo o corte Λ2 → Λ2e1/2.

Explicitamente, vemos de (4.43) que a matriz de massas tem a forma:

M2
A(h)/v2 =

g2
0q

2δAB −g0g̃q
2e
− H

vh1
AB 0 · · · 0 0

−g0g̃q
2e
−Ht
vh1

AB g̃2(q2 + q4)δAB −g̃2q4e
− H

vh2
AB · · · 0 0

0 −g̃2q4e
−Ht
vh2

AB g̃2(q4 + q6)δAB · · · 0 0

...
...

... . . . ...
...

0 0 0 · · · g̃2(q2(N−1) + q2N)δAB −gN g̃q2Ne
− H

vh
N

AB

0 0 0 · · · −gN g̃q2Ne
−Ht
vh
N

AB g2
Nq

2NδAB


.

(4.48)
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Quando o índice de gauge for A = 8, devemos substituir g0,N → g′0,N nas expres-

sões. É fácil ver de (4.48) que Tr[M2
A(h)] não depende de h. Essa propriedade

implica na ausência de divergências quadráticas para o potencial, resolvendo o

problema da hierarquia. Para N ≥ 2, pode-se mostrar que Tr[(M2
A(h))2] também

independe do vev do Higgs [87], o que elimina a divergência logaritmica e torna

o potencial finito a 1-loop, como em modelos em AdS5.4

Obter um valor explícito para os termos de massa e quárticos requer diago-

nalizar a matriz de massas M2
A(h). Para modelos em AdS5 é possível re-escrever

o potencial efetivo em termos de um fator de forma que depende apenas de pro-

priedades analíticas das autofunções (2.27) e pode ser calculado explicitamente

[86]. No nosso caso, é provável que seja possível utilizar propriedades análogas

das funções de q-Bessel para obter uma expressão analítica, mas até o momento,

só pudemos avaliar o espectro numericamente.

Vamos analizar em mais detalhe as características qualitativas do espectro de

(4.48). Para uma teoria com N + 1 sítios, essa matriz possui 8N autovalores, que

se dividem em torres de modos massivos após a EWSB. Como vimos na sessão

anterior, a escolha h = 〈H6〉 define a orientação dos geradores de SU(2)L×U(1)Y

em SU(3). Utilizando a álgebra de comutadores, (4.4), os geradores se dividem

em “carregados” T 1, T 2, T 4, T 5 e “neutros” T 3, T 6, T 7, T 8, que não se misturam

sob a ação das rotações exp(−H
vhj

)AB. Além disso, a matriz fAβBHβ possui dois

autovalores nulos, que não são afetados pelo vev de H . Um deles é o gerador

T 6, pela nossa escolha da orientação do vev. Mais geralmente, uma combinação

linear dos Xα não se mistura com outros modos massivos após a EWSB. Como

4De maneira geral, para N + 1 sítios, a dependência em 〈H〉 começa na potência
Tr[(M2

A(h))N+1].
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os bósons desse setor não tem modo zero, esse gerador corresponde a uma torre

de estados pesados. A outra combinação linear que não é afetada pelo vev per-

tence ao conjunto de geradores Y a e será identificada com o fóton e seus modos

massivos, já que a simetria U(1)Q permanece intacta, como vimos no fim da seção

anterior.

Obtivemos o espectro e o potencial efetivo numericamente para o caso mais

simples que gera um potencial finito, o modelo de três sítios (N = 2). Antes de

apresentar os resultados numéricos para o espectro e potencial, é interessante cal-

cular a massa dos bósonsW eZ utilizando teoria de perturbações. Re-escrevemos

a matriz de massas como:

N∑
j=1

[
v2
j

2
(gjA

A
µ,j − gj−1A

A
µ,j−1)2 − v2

j gjgj−1A
A
µ,j−1

(
e
− H

vh
j

AB − δAB
)
Aµ,Bj

]
. (4.49)

O primeiro termo é a matriz de massas (3.14) não perturbada, que pode ser diago-

nalizada exatamente, fornecendo o espectro de modos massivos antes da EWSB.

O segundo termo é a perturbação, que podemos expandir no parâmetro 〈h〉/v,

que assumimos pequeno. Uma simplificação importante é obtida fazendo a se-

paração em termos pares e ímpares:

− v2
j gjgj−1A

A
µ,j−1

(
e
− H

vh
j

AB − δAB
)
Aµ,Bj =

− v2
j gjgj−1

(
AAµ,j−1

(
cosh

(
H

vhj

)
AB − δAB

)
Aµ,Bj − AAµ,j−1senh

(
H

vhj

)
AB A

µ,B
j

)
.

(4.50)
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Utilizando a álgebra de Lie (4.4), vemos que as potências pares de comutadores

(termo cosh(H) − 1) são diagonais nos geradores, ou seja, acoplam os Xα com

os Xα e os Y a com os Y a, enquanto que as potências ímpares (termo senh(H))

misturam Xα e Y a. Uma vez que os bósons de gauge associados aos geradores

Xα não têm modo zero, eles adquirem massas grandes (de ordem g̃v
√
q2 + q4 ∼

107 TeV para N = 2), e podem ser integrados fora com segurança.

Vamos considerar a expressão para a matriz par no setor dos Y a. O termo

∼ (A1
j〈h〉)2 por exemplo se escreve:

cosh

(
H

vhj

)
11 − 1 =

1

2!

(
〈h〉
vhj

)2

(f165f561) +
1

4!

(
〈h〉
vhj

)4

(f165f561)2 + · · ·

= − 1

2!

(
〈h〉
vhj

)2

f 2
165 +

1

4!

(
〈h〉
vhj

)4

f 4
165 + · · ·

= − 1

2!

(
〈h〉
2vhj

)2

+
1

4!

(
〈h〉
2vhj

)4

+ · · · = cos

(
〈h〉
2vhj

)
− 1, (4.51)

onde usamos f165 = 1/2. Notamos que a série passou de cosh (x) para cos (x/2).

Prosseguindo dessa maneira, a matriz par será dada por:

cosh

(
H

vhj

)
AB − δAB =

cos
(
〈h〉
2vhj

)
− 1 0 0 0

0 cos
(
〈h〉
2vhj

)
− 1 0 0

0 0 1
4

(
cos
(
〈h〉
vhj

)
+ 3
)
− 1 −

√
3

4

(
cos
(
〈h〉
vhj

)
− 1
)

0 0 −
√

3
4

(
cos
(
〈h〉
vhj

)
− 1
)

1
4

(
3 cos

(
〈h〉
vhj

)
+ 1
)
− 1


.

(4.52)
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Nessa matriz vemos dois termos na diagonal correspondentes aos geradores T 1 e

T 2 mais um bloco que mistura os geradores T 3 e T 8, como esperamos da EWSB.

Seus autovalores são
{

0, cos
(
〈h〉
vhj

)
− 1, cos

(
〈h〉
2vhj

)
− 1, cos

(
〈h〉
2vhj

)
− 1
}

. O autova-

lor nulo corresponde à simetria U(1)Q não quebrada.

Usando essa matriz, podemos escrever a matriz de massas dos bósons carre-

gados W±
j = (A1

j ∓ iA2
j)/
√

2, assim como a matriz dos bósons neutros A3
j , A

8
j .

Para N = 2, por exemplo, a matriz dos bósons carregados é escrita:

M2
c =

v2


g2

0q
2 −g0g̃q

2 cos

(
〈h〉

2v
√
q2+1

)
0

−g0g̃q
2 cos

(
〈h〉

2v
√
q2+1

)
g̃2(q2 + q4) −g2g̃q

4 cos

(
〈h〉

2vq2
√
q2+1

)
0 −g2g̃q

4 cos

(
〈h〉

2vq2
√
q2+1

)
g2

2q
4

 .

(4.53)

Usando a expressão dos modos zero não perturbados (4.8), podemos avaliar a

massa dos bósons W e Z físicos perturbativamente, obtendo as expressões:

M2
W =

g2〈h〉2
4

(
1− 1

48

〈h〉2
v2
N

(q2 − 1)(1 + q2N + q4N)

(1 + q4 + q2)(q2N − 1)
+O

(〈h〉4
v4

))
,

M2
Z =

(g2 + g′2)〈h〉2
4

(
1− 1

12

〈h〉2
v2
N

(q2 − 1)(1 + q2N + q4N)

(1 + q4 + q2)(q2N − 1)
+O

(〈h〉4
v4

))
.

Podemos utilizar essas expressões mais (3.112) para calcular a contribuição para

o parâmetro T (análoga a obtida na equação (3.126)):

T =
4π

e2

(
1

16

〈h〉2
v2
N

(q2 − 1)(1 + q2N + q4N)

(1 + q4 + q2)(q2N − 1)
+O

(〈h〉4
v4

))
.
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Para N = 2, 〈h〉 = 246 GeV, vN = vq2 = 2.3 TeV, obtemos MW = 80.37 GeV, e o

primeiro modo massivo do W tem massa M (1)
W ' 3 TeV. Para esses valores dos

parâmetros, obtemos T ' 0.091
(

2.3TeV
vN

)2

. Notamos que esse resultado não varia

significativamente com N para poucos sítios (q � 1).

Avaliando numericamente o espectro no modelo de três sítios (incluindo to-

dos os modos massivos), para os parâmetros acima, o espectro de 8N = 16 bó-

sons de gauge se divide em torres de N + 1 = 3 modos massivos para os bósons

W±, Z e γ, totalizando doze modos, sendo as massas do primeiro modo do W

e Z M
(1)
W,Z ' 3.2 TeV e do segundo modo M

(2)
W,Z ' 2.0 · 1011 GeV, enquanto que

para o fóton temos M (1)
γ ' 1 TeV e M (2)

γ ' 9.5 · 1010 GeV. Os outros quatro es-

tados formam a torre de N − 1 = 1 modos para os outros geradores, de massas

M
(2)
X ' 9.1 · 1010 GeV.

Avaliando numericamente o potencial para N = 2, obtemos os valores:

V (h) = (256.41 GeV)2
( vN

1 TeV

)2

h2 + 0.030h4 +O(h6),

onde indicamos que o termo quadrático escala com v2, como esperamos por aná-

lise dimensional. Embora ainda não tenhamos calculado as contribuições fermi-

ônicas para o potencial para garantir a EWSB, podemos ver se o potencial gerado

pelos bósons de gauge está dentro do que esperávamos. Vemos que foi possível

gerar radiativamente um potencial com um termo quadrático que é naturalmente

menor do que a escala de modos massivos, vN ∼ 1 TeV. No entanto, obter um

Higgs com massa mh = 125 GeV requer um acoplamento quártico λ ' 0.25 em

nossa normalização, assim vemos que o termo quártico gerado pelos bósons de

gauge é pequeno, o que é um problema genérico de teorias que geram o potencial
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radiativamente.

Outra questão interessante é estudar como o potencial gerado muda com o

número de sítios. Ainda não desenvolvemos ferramentas para efetuar esse es-

tudo de maneira sistemática com os métodos numéricos que temos disponíveis,

mas estamos trabalhando em desenvolver uma expansão perturbativa tanto em q

quanto em 〈h〉/v para as massas e autofunções em presença do vev do Higgs (ver

[96]). Passamos a apresentar nossas conclusões e considerações para trabalhos

futuros.



128 O Higgs Como um Pseudo Bóson de Nambu-Goldstone



Capítulo 5

Conclusões e Perspectivas

Apesar do sucesso indiscutível do MP, vimos na introdução que ele ainda

apresenta vários problemas em aberto. Em particular, o setor responsável pela

quebra espontânea da simetria eletrofraca não é bem compreendido, e o pro-

blema da hierarquia de escalas que surge nesse setor sugere que deve existir nova

física na escala TeV. Outro problema é a origem da grande hierarquia de massas

dos férmions. Nossos estudos se concentraram em buscar soluções para esses

problemas sem violar vínculos experimentais importantes na física de sabor e de

precisão eletrofraca.

No segundo capítulo, fizemos uma revisão do modelo de dimensões extras

curvas de Randall-Sundrum [28], que é capaz de resolver os problemas de hie-

rarquia de massas e de gauge desde que o Higgs esteja localizado próximo da

chamada brana infravermelha e os férmions separados no bulk. No entanto, vi-

mos que essa solução sofre de problemas com vínculos da física de sabor, o que

nos motiva a estudar uma nova abordagem, chamada desconstrução dimensio-

nal [29, 30]. No capítulo três estudamos o modelo de descontrução dimensional
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com poucos sítios e vimos que ele é capaz de resolver os problemas de hierarquia

de maneira similar ao modelo de RS sem, no entanto, violar os vínculos da física

de sabor e dos parâmetros de precisão eletrofraca. No quarto capítulo apresenta-

mos um modelo desconstruído em que o Higgs é um pseudo bóson de Nambu

Goldstone. Esse modelo fornece um mecanismo dinâmico para localizar o Higgs

próximo do N-ésimo sítio da teoria e garante um potencial finito.

Estudos futuros do modelo de desconstrução são necessários. Do ponto de

vista da construção de modelos, ainda precisamos considerar a propagação dos

férmions no quiver para gerar um potencial para o Higgs capaz de realizar corre-

tamente a quebra da simetria eletrofraca, assim como estudar como o potencial

varia com o número de sítios. Esses resultados serão publicados em um traba-

lho atualmente em fase de preparação [32]. Outras questões possíveis a estudar

são como obter as massas e matriz de mistura corretas para o setor de léptons, e

também estudar a fenomenologia dos modos massivos.

Considerando estudos mais teóricos, sabemos que modelos em AdS5 são na

verdade uma descrição holográfica de teorias quase conformes fortemente aco-

pladas, pela correspondência AdS/CFT [41]. Seria muito interessante estudar se

os modelos de descontrução de poucos sítios aqui apresentados também podem

ser pensados como uma ferramenta que descreve algum tipo de sistema forte-

mente acoplado.

Futuramente esperamos prosseguir nossos estudos na construção de modelos

e fenomenologia para a física na escala TeV. Com o LHC, temos a oportunidade

de explorar nova física e desvendar a origem da quebra de simetria eletrofraca, o

que torna essa uma época muito importante para a física de partículas.
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