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Resumo

O Modelo Padrao (MP) da fisica de particulas fornece uma descri¢do extre-
mamente bem sucedida de todos os dados experimentais atuais. No entanto,
temos razdes para esperar que ele nado seja valido até escalas de energia arbitra-
riamente altas. No MP a massa do béson de Higgs é quadraticamente sensivel a
corregdes radiativas, sofrendo de grandes problemas de ajuste fino. Isso gera o
chamado problema da hierarquia de gauge, cuja solu¢do natural requer nova fi-
sica na escala TeV. O MP também nao fornece nenhuma explicacdo para a grande
hierarquia de massas e angulos de mistura dos férmions.

Os problemas de hierarquia podem ser resolvidos naturalmente em teorias
com uma dimensao extra curva. No entanto, a sua versdo mais simples viola sa-
bor a nivel drvore, em conflito com os dados. Nesta tese investigaremos modelos
quadridimensionais que descrevem a fisica na escala TeV obtidos da discretizagao
de teorias em cinco dimensdes no espago AdSs, segundo o procedimento de des-
construcdo dimensional. As hierarquias de gauge e das massas dos férmions sdo
geradas naturalmente como no modelo extra-dimensional, satisfazendo ainda os
vinculos de sabor e de precisdo eletrofraca. Estudaremos também um modelo
desconstruido em que o Higgs é um pseudo béson de Nambu-Goldstone, a fim

de obter um Higgs naturalmente leve e dinamicamente localizado.
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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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Capitulo 1

Introducao

O Modelo Padrao das intera¢des fundamentais (MP) foi construido como uma
teoria de gauge SU(3)c x SU(2);, x U(1)y, onde SU(3)¢ sdo as interacdes fortes
e SU(2), x U(1)y é o setor eletrofraco, com simetrias de isospin fraco SU(2), e
hipercarga U(1)y. A matéria ocorre em trés geragdes de férmions: léptons que
sdo singletos de SU(3)¢ e quarks que pertencem a representacdo fundamental.
Todos os férmions do MP se dividem em dubletos de mdo esquerda e singletos
de méo direita sob SU(2);. O setor SU(3)¢ é responsavel pelo confinamento dos
quarks em hadrons. Ja o setor eletrofraco SU(2), x U(1)y é descrito pela quebra
espontanea de simetria SU(2), x U(1)y — U(1)g, onde U(1), é a simetria eletro-
magnética. Dessa maneira, os bésons de gauge responsaveis pelas interagdes fra-
cas absorvem os bésons de Nambu-Goldstone da quebra e adquirem uma massa,
tornando as interagdes fracas de curto alcance, enquanto que o fé6ton permanece

com massa nula [1].

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

ra¢des fundamentais e passou por testes de grande preciséo [2, 3, 4, 5]. A dltima
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peca faltante prevista pelo MP é o setor de Higgs, responsavel pela quebra da si-
metria eletrofraca (ElectroWeak Symmetry Breaking- EWSB). Com a descoberta de
um novo béson de massa my ~ 125 GeV que tem grandes chances de ser o bo-
son de Higgs do MP [6, 7], parece que a fisica de particulas estd completa. No
entanto, o MP nédo pode ser considerado uma teoria final. Toda teoria fisica, e em
particular as teorias quanticas de campos, possuem seu dominio de validade. No
MP, o limite menos restritivo é imposto pela gravitagdo. Corre¢des quanticas as
equagdes de Einstein tornam-se importantes em energias da ordem da escala de
Planck (Mp = 10" GeV), e invalidam a descrigdo consistente da gravitagdo como
teoria quantica de campos, requerendo nova fisica, como por exemplo a teoria de
cordas. !

Muito antes de atingir essa escala, existem outros problemas nido contempla-
dos pelo MP. Entre eles podemos citar a auséncia de candidatos a matéria escura
ndo baridnica, necessdria para explicar as curvas de rotagdes de galaxias, a forma-
¢do de estruturas do universo e o espectro das flutua¢des da radiacdo césmica de
fundo [9]. Também ndo hd uma explicagdo natural para o valor medido da densi-
dade de energia do vacuo pyq. S 1074 GeV* ou, equivalentemente, da constante
cosmoldgica [10, 11], que acredita-se compor aproximadamente 70% da densi-
dade de energia do universo e ser responsavel por sua expansdo acelerada.

De interesse particular para nds sdo os chamados problemas de hierarquia do
MP, pois eles sugerem a existéncia de nova fisica na escala TeV, como veremos.
No MP o setor de Higgs é representado por um dubleto escalar de SU(2);, com

hipercarga 1/2. Embora tal escolha seja minima, ela ndo pode ser considerada

'De fato, para energias E < Mp é possivel tratar a gravitagdo quantica como uma teoria de
campos efetiva, de maneira andloga a descri¢cdo de Fermi das interacdes fracas, que funciona bem
para E < Mgw ~ 100 GeV [8].



satisfatdria, pois escalares elementares sofrem do conhecido problema da hierar-

quia de escalas, ou hierarquia de gauge, descrito a seguir.
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Figura 1.1: Contribuigdo a 1-loop para a massa do escalar ¢ devida a interagao
com o férmion ). O momento livre no loop é indicado por &.

Em teoria de perturbacdes, escalares sofrem corregdes radiativas a sua massa
que divergem como o quadrado do corte de momento (A) que define a escala de
validade da teoria. Para ver isso, podemos considerar uma interagdo tipo Yu-
kawa, L;,; = gir.¢r que contribui para a massa do escalar conforme é represen-
tado no diagrama da figura (1.1). Fazendo a anélise dimensional, notamos que
cada propagador fermidnico no loop contribui um fator ~ 1/k do momento livre
no loop, que deve ser integrado, com um fator dk*. A dimensdo é entdo k?, o que
resulta em uma contribugdo para a massa dm? ~ A?, que é uma renormalizagdo
aditiva, quadraticamente divergente.

A mesma interacgdo contribui para a massa de Dirac do férmion segundo o di-
agrama da figura (1.2). Fazendo a mesma anélise, o propagador escalar contribui
um fator ~ 1/k?, o fermidnico ~ 1/k e a integragdo ~ dk*, portanto a dimensao de
momento é ~ k. Em contraste com o caso escalar, vemos que para mudar a qui-
ralidade do férmion (R — L) é necessaria uma inser¢do da massa do férmion my,

sendo assim, por andlise dimensional as corre¢des radiativas para a massa sao da
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Figura 1.2: Contribuicdo a 1-loop para a massa do férmion 1) devida a interagdo
com o escalar ¢. O momento livre no loop é indicado por k e a inser¢do da massa
por x.

forma om; ~ myIn ;\1—% Consideragdes andlogas se aplicam no caso de interagdes
de gauge [1].

Se o Higgs é um escalar elementar, devido as corre¢des quadraticas é na-
tural que a sua massa seja da ordem do corte da teoria. No entanto, a teoria
eletrofraca ndo é consistente a altas energias se a massa do béson de Higgs for
muito grande. O espalhamento de bésons longitudinais, por exemplo, no canal
W/}W, — W/ W, viola a unitariedade perturbativa a altas energias [12]. A te-
oria é unitarizada pelo béson de Higgs, desde que sua massa esteja abaixo de
710 GeV [12, 13]. Precisamos que a massa seja da ordem da escala eletrofraca
Mpgw, de centenas de GeVs, e assim, se assumirmos que o MP é valido até a es-
cala de Planck, onde esperamos que os efeitos da gravitagdo quantica se tornem
importantes, isso implica que necessitamos de um cancelamento finamente ajus-

tado entre o pardmetro de massa nua do Higgs m?,, e a corregdo radiativa dm3;:

Mgw/Mp = 107'7; om3 ~ M} =

2 2
m4, — 0m
2 2 2 a2 HO H
my = My —omy ~ Mgy = ———

~ 10734, (1.1)

2 2
My, + omy;

Esse cancelamento ndo é natural no sentido que ndo esperamos que a razao



Mp/Mpgw seja tdo pequena se ndo existe nenhuma simetria que proiba as corre-
¢Oes radiativas quadréticas [14]. Em contraste, para férmions, existe a simetria
quiral de rota¢des independentes para férmions de mao esquerda e direita. Essa
simetria garante a proporcionalidade da correcado radiativa com a massa do fér-
mion, fazendo com que ela desapareca no limite m; — 0, que restaura a simetria,
e seja logaritmicamente divergente, ndo sofrendo do problema de ajuste fino. A
existéncia do problema da hierarquia é um argumento para supormos que exista
nova fisica 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 A ~ 1 TeV, vemos que a correcdo quadratica é de ordem

dmz ~ (A/4m)? ~ (100 GeV)?, e ndo é necessério 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 vizinhanga
da transi¢do de fases por uma densidade de spins que é um campo escalar s(x)

invariante por rotagdes O(3):
1
G:/d3x {§(Vs)2—|—b(T—TC)s2+cs4+H~s+... ) (1.2)

onde H é um campo magnético externo e b e c sdo niimeros reais positivos. Es-
peramos que essa descri¢do macroscopica deixe de valer para um corte A = 1/a
onde a é da ordem da distancia interatdmica. Se considerarmos os temos quadra-
ticos em s, vemos que o analogo da massa do Higgs é o termo b(T — T¢) = 1/28%
Quando T' < T¢, a “massa” torna-se negativa, e ocorre a quebra espontanea da

simetria O(3) — O(2) (o material adquire uma orientacdo preferida, que dé a
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direcdo da magnetizagdo macroscépica do imd ou do dominio magnético). Con-
siderando H = 0, e desprezando termos de ordem superior, vemos que acima
de T, a energia livre é minimizada para magnetizagdo nula. O sistema é entdo
paramagnético. J4, abaixo de T, temos magnetizagdo ndo nula mesmo quando o

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

O parametro ¢ é uma medida das correlagdes entre os spins: (s(x)s(y)) ~
e~"/¢ /r (andlogo ao comprimento de onda Compton no potencial de Yukawa). No
ponto critico T' = T, a transi¢do de fases é de segunda ordem e os spins estardo
correlacionados a distancias macroscépicas, ou seja, £ > a. O andlogo disto para
o campo de Higgs seria a condigdo m% < A? ~ M3. Mas o sistema ferromagné-
tico s6 atinge essa situagdo por um ajuste fino na temperatura, 7' =~ T¢-. Enquanto
podemos facilmente ajustar a temperatura em nosso arranjo experimental, ndo
existe razdo para supor que seja possivel ajustar finamente a massa do campo de
Higgs na natureza. Assim, concluimos que deveria existir um mecanismo capaz
de explicar a condi¢do m3, < M} sem grandes ajustes finos. Esse é o problema
da hierarquia de gauge. >

Outro problema é a origem da hierarquia de massas dos férmions. No MP
as massas dos férmions estdo parametrizadas por acoplamentos de Yukawa que
assumem valores que vdo desde O(1) para o quark top até ~ 1079 para o elétron.
Embora as massas dos férmions sejam naturais no sentido técnico (sdo protegi-
das pela simetria quiral), ndo existe nenhum mecanismo dindmico no MP que

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

2A conclusdo depende da existéncia do corte A como uma escala fisica, onde o MP deixa de
ser consistente como teoria efetiva. Se assumirmos que o MP é vélido até escalas arbitrariamente
altas de energia, ndo ha ajuste fino, pois o corte nédo é fisico. No entanto como vimos isso néo é
razoavel pois a gravitagdo impde um corte A ~ Mp.



paz de explicar satisfatoriamente esse espectro de massas que a baixas energias
nos parece arbitrdrio. Da mesma forma, a matriz de mistura dos quarks também
apresenta uma estrutura hierdrquica (por exemplo, Vi, ~ 1 >> Vi >> V), que
do ponto de vista do MP nao possui nenhuma explicacdo mais fundamental.
Resolver o problema da hierarquia de gauge requer nova fisica na escala TeV,
que torne o Higgs naturalmente leve, e em geral os graus de liberdade associa-
dos a essa fisica nova afetardo as medidas de precisdo eletrofraca para energias
da ordem dessa escala. Apesar disso, os dados tem confirmado as previsdes do
MP, o que na linguagem de teorias efetivas implica que qualquer operador ndo-
renormalizdvel que se origine da fisica além do MP e afete as medidas de precisdo
estard suprimido por uma escala efetiva de varios TeV. O conflito entre a neces-
sidade de nova fisica para o setor de Higgs e sua aparente exclusdo por medidas
de precisdo constitui o chamado “paradoxo” do LEP [15]. Nosso trabalho con-
siste em estudar possiveis solugdes para os problemas de hierarquia do MP que
respeitem os vinculos de precisdo e da fisica de sabor, utilizando para isso a fe-
nomenologia e a constru¢do de modelos. Escolhemos como tema principal dessa
tese nossos estudos sobre modelos inspirados na descontru¢do dimensional de
teorias com dimensdes extras curvas. Antes de apresentar esse topico, faremos
uma descri¢do breve de nossos outros trabalhos, que sdo também exploragdes da

fenomenologia da fisica além do MP na escala TeV.

Qualquer medida que apresente uma discrepancia com as previsdes do MP,
se levada a sério, pode ser um guia para apontar as caracteristicas da nova fi-
sica. Naturalmente, de antemdo ndo sabemos se uma anomalia experimental é
apenas um efeito estatistico que desaparecerd com o acumulo de mais dados ou

se é um efeito genuino além do MP. A assimetria forward-backward na produgdo



8 Introducao

de pares de quarks top anti-top (A% p) foi recentemente medida no Tevatron e é
um exemplo de observével que pode impor vinculos para a fisica nova. O ex-
perimento CDF obteve o resultado de 0.150 & 0.055 no referencial do laboratério
e 0.158 & 0.075 no referencial partoénico [16]. Subsequentemente, DO reportou o
resultado de 0.142 4 0.038 e 0.196 % 0.065 no laboratério e nivel dos partons, res-
pectivamente [17].

Frente a esse resultado, devemos nos perguntar qual a origem dinamica dessa
assimetria. No MP, sabemos que as interac¢des fracas violam maximamente a pa-
ridade no acoplamento com os bésons W, que é puramente de mao esquerda. No
entanto, surpreendentemente, as interacdes fortes também apresentam uma con-
tribuicdo ndo nula para esse observédvel. A nivel arvore a interacdo forte possui
acoplamentos vetoriais e ndo apresenta, portanto, assimetria. No entanto célculos
a ordens mais altas de teoria de perturba¢do induzem uma assimetria ndo nula
na produgao de pares de quarks. Essa contribuigdo para a producado 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 A7¥ = 0.058 4 0.009 [18] no referencial de
repouso do par.

Os resultados do Tevatron sdo compativeis com o MP, mas seu valor central
estd discrepante por no minimo dois desvios padrdes (ao considerar a distribui-
¢do da assimetria com a massa invariante do par de tops, a discrepancia sobe
para 3.4 desvios padrdes para M; > 450 GeV no caso do CDEF, por exemplo).
Além disso, os excessos medidos pelo CDF e pelo DO apontam para a mesma di-

re¢do: uma assimetria grande e positiva. * Frente a isso, podemos nos questionar

SPodemos nos perguntar se o LHC também confirma esse resultado, mas devido ao estado
inicial simétrico pp e ao grande fundo devido aos gluons, observaveis de assimetria sdo dificeis
de medir [19, 20, 21], e a resposta ainda é inconclusiva.



se ndo existe uma contribuigdo de nova fisica para esse observével.

Com essa motivacdo, estudamos a fenomenologia de uma nova interacdo forte
na escala TeV, que seria responsavel por produzir A?b. Esse modelo se insere na
classe que busca obter a EWSB através de condensacdo de férmions fortemente
acoplados, nesse caso uma quarta geracdo. No entanto, o resultado ja é relevante
apenas como um estudo do espaco de parametros de uma teoria que busque mo-
delar esta assimetria através de um novo octeto de cor. Apresentamos um modelo
fenomenolégico de uma nova interagdo SU(3) quebrada espontaneamente e for-
temente acoplada na escala TeV. Essa intera¢do produziria a condensac¢do de uma
quarta geracdo de quarks na escala TeV, gerando assim a quebra espontanea da
simetria eletrofraca de forma dindmica. O estudo consistiu em determinar o es-
paco de parametros admissivel para esse modelo sem que ele entrasse em conflito
com vinculos impostos pela fisica de sabor e do quark top. Em particular, bus-
camos reproduzir os valores medidos da se¢do de choque de producao de pares
top anti-top e da assimetria forward-backward, bem como as respectivas distribui-
¢Oes com a massa invariante do par. Também foi feita uma estimativa do sinal

esperado da quarta geragdo 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 calculos perturbativos e satisfizessem os vinculos experimentais citados
acima. Uma vez impostos esses vinculos, determinamos que a regido favorecida
do espago de parametros é tal que o produto dos acoplamentos axiais do top e
do quark do estado inicial é negativo. A assimetria do top é entdo gerada es-
sencialmente pelo acoplamento de méao direita do top com a nova ressonancia.

Concluimos que é possivel 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 vinculos experimen-
tais da fisica de sabor e do top, para um acoplamento de méao direita do top com
o novo estado com um valor entre 0 < |g4| < 27 para Mg =1TeVed < |gh| <27
para Mg = 1.5 TeV. Os resultados foram publicados e podem ser encontrados em

[22].

Com a descoberta de uma nova ressonancia no LHC, candidata a ser o béson
de Higgs, uma questdo de grande relevancia é determinar o quao compativeis
sdo as taxas de produgdo e razdes de ramificagdo dessa particula com as previstas
para o Higgs do MP. Os dados mais recentes até a escrita deste texto sdo compa-
tiveis com o MP. No entanto, no canal de decaimento do Higgs em dois f6tons,
existe um excesso que é aproximadamente duas vezes a taxa esperada do MP,
com uma significancia de dois sigma [6, 7]. Embora o Higgs ndo se acople dire-
tamente ao féton, esse canal é gerado por loops de particulas carregadas. Como
o Higgs se acopla com uma intensidade proporcional a massa da particula, no
MP esse canal é dominado pelos loops do quark top e do béson W, que interfe-
rem destrutivamente, produzindo uma largura de I';}' ~ 0.008 MeV (ver figura
(1.3)).* Experimentalmente, o que se observa é o produto da secdo de choque de
producdo do Higgs (dominada pela fusdo de gltions no LHC) vezes a razdo de
ramificagdo em fétons. A presenga de novas particulas carregadas que recebem
uma contribui¢do para a sua massa através do seu acoplamento com o Higgs afeta
esse observavel, e suas consequéncias tem sido exploradas na literatura recente
[23, 24, 25, 26]. Para modelos em que as novas particulas ndo possuem cor, e por-

tanto, ndo afetam significativamente a taxa de produgao, a razdo de ramificagdo

*Oboson W contribui com um diagrama adicional (ndo representado) devido ao acoplamento
quértico ~ g*W W ~.
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Figura 1.3: Contribui¢do a 1-loop para a largura do Higgs em dois fétons 'S,

A esquerda (direita) temos a contribui¢do do quark top (béson W). Os diagramas
interferem destrutivamente.

em fétons é uma fonte importante de vinculos. Atualmente, estamos explorando
o efeito das novas particulas sem cor previstas por modelos de fisica além do
MP na modificagdo dos acoplamentos do Higgs para impor vinculos sobre esses

modelos. Esse trabalho esta atualmente em fase de preparacéo [27].

O tema que escolhemos desenvolver nesta tese diz respeito a construcdo de
modelos da EWSB que sdo capazes de gerar a hierarquia de massas dos férmions
e um Higgs leve, sem entrar em conflito com vinculos de precisdo eletrofraca e de
sabor, e que sdo inspirados em modelos com uma dimensao extra curva. O texto
estd estruturado da seguinte maneira: No segundo capitulo, faremos uma revi-
sdo do modelo de dimensdes 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 fisica de sabor. No terceiro capitulo apresentare-
mos a ferramenta de construcdo de modelos chamada Desconstru¢dao Dimensio-
nal [29, 30] e qual a sua relacdo com modelos de dimensdes extras curvas e estu-
daremos um modelo particular, obtido pela aplicagdo 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 vinculos de sabor. Esse estudo originou o trabalho [31].
No quarto capitulo apresentaremos os resultados obtidos até 0 momento sobre o
setor de Higgs. Nesse tipo de modelo, esperamos obter o Higgs como um pseudo
béson de Nambu-Goldstone, o que o torna naturalmente leve. Esse trabalho est4

em fase de preparacdo [32]. Finalmente, apresentamos nossas conclusoes.



Capitulo 2

O Modelo de Randall-Sundrum

2.1 Introducgao

Teorias com dimensdes extras fornecem uma ferramenta de contruc¢dao 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-
cricdo do modelo de dimensdes 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 capitulo (3) ao modelo de Descontru¢do Dimensional que
nos interessa. Nosso tratamento do presente tema é baseado nas referéncias
[35, 36, 37, 38, 39].

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

Sitter em cinco dimensdes (AdSs5), que pode ser escrita:

ds* = gynda™dz = e, datdz” — dy?, (2.1)



14 O Modelo de Randall-Sundrum

onde y é a coordenada da dimensdo extra, k¥ é a curvatura constante e 7,, =
diag(1, —1,—1,—1) é a métrica de Minkowski em quatro dimensdes. Convencio-
namos que indices gregos referem-se as coordenadas quadridimensionais (u, v =
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-espago plano de
Minkowski (3-brana).

Para escapar vinculos de deteccdo (por exemplo, mudancas mensurdveis no
potencial gravitacional estatico) a dimensdo extra deve ser compacta e muito pe-
quena.! A escolha mais simples é tomarmos a dimensdo extra compactificada em
um circulo de raio R (S').? Tomamos —7R < y < mR e portanto os campos devem

satisfazer condi¢oes de contorno periddicas:

O(z,y +27R) = P(z,y). (2.2)

Veremos adiante que o fato da dimensao extra ser compacta implica que a de-
pendéncia 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, corresponderdo as particulas do MP no ponto
de vista da teoria efetiva quadridimensional obtida pela integracdo da dimensao
extra.

Em alguns casos, ndo é desejavel que o campo cinco dimensional possua um
modo zero, pois ele ndo é observado no espectro do MP. Como exemplo, temos

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

INa realidade, o modelo de WED em AdSs admite uma dimensio extra infinita, o chamado
modelo RSII [34], mas ndo estamos interessados nesse limite.

2E necesséario um mecanismo para estabilizar dinamicamente o raio da dimens&o extra [36, 40].
Ndo trataremos desse problema aqui.



2.1 Introdugéo 15

escalar sem massa sob a simetria de Lorentz quadridimensional. Um mecanismo
que permite eliminar os modos zero indesejaveis é o chamado orbifolding, que
consiste em compactificar a dimenséo extra em um orbifold S*/Z,. A simetria
discreta Z, corresponde a transformacdo y — —y, de maneira que os pontos y
e —y do circulo sdo identificados (ver figura (2.1)). Assim, a coordenada y varia
dey = 0atéy = 7R. Os pontos y = 0 e y = 7R sdo pontos fixos, invariantes
sob Zj. Se tomarmos os campos cinco dimensionais com paridade Z, definida,
entdo teremos a liberdade de escolher quais campos terdo um modo zero. Em

particular, isso permitird obter férmions quirais, como veremos.

S1/Zy

Figura 2.1: Compactificagdo em orbifold.

Chamaremos as branas localizadas nos pontos y = 0 e y = 7R de branas UV
(ou Planck) e IR (ou TeV), respectivamente.> O espago entre as branas UV e IR é
chamado de bulk. Pode-se mostrar que a solugdo dada pela métrica AdS; implica

que o campo do graviton (modo zero) estd exponencialmente localizado na brana

UV [28, 40]:

B (z,y) = e *h,,(2). (2.3)

A intensidade da interac¢do gravitacional efetiva vista por um observador qua-

3Por brana, entendemos o subespaco plano quadridimensional localizado nos pontos fixos do
orbifold. Nao associamos a essas branas uma dinamica, seu papel serd apenas de impor condi¢des
de contorno aos campos.
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dridimensional pode ser obtida integrando a a¢do sobre a dimensdo extra.* Cla-
ramente, a maior contribuigdo vira de y = 0. Assim, observadores localizados no
UV sentirdo uma intera¢do gravitacional forte, enquanto que observadores loca-

lizados no IR perceberdo a gravidade como uma forga fraca.

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

y — y+A

r — e (2.4)

Dessa forma, vemos que deslocamentos em y correspondem a um aumento
das escalas de distancia por um fator exponencial (fator de warping), ou, equi-
valentemente, todas as escalas de energia diminuem exponencialmente (0, —
e *29,,). Associaremos a brana UV uma escala de energia de ordem Mp = 10" GeV'.
Se escolhermos k7R ~ 37 (correspondendo a um raio da dimensao extra de or-
dem R 2 10Lp, com Lp = M, o comprimento de Planck, para £ < Mp), vemos

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

Mg =e *BMp ~107Mp ~ 1 TeV. (2.5)

Isso permite resolver o problema da hierarquia de gauge, pois o valor es-
perado de vacuo do Higgs também serd naturalmente suprimido pelo warping,

desde que o Higgs esteja localizado préximo de y = mR. Podemos ver esse me-

“De fato, se a escala de energia fundamental da gravitagdo for Mx, integrando sobre a di-
mensdo extra obtemos a escala quadridimensional M3 = ”ﬁ:s [1 — e~2k7E] [28], que ndo é muito
sensivel ao tamanho da dimensao extra. Assim, estamos assumindo k& < Mx* ~ Mp, com a cur-
vatura suficientemente pequena para que a descri¢do classica da gravitagdo ainda seja uma boa

aproximacao.
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canismo atuar explicitamente se assumirmos que o campo de Higgs esteja locali-

zado na brana IR por uma funcao delta:

TR
Sy = /d%/ dy\/g 0(y — 7R) [¢" 0, H'0,H — \(|H|> — v3)?] , (2.6)
0

onde g = |det(gun)| = e **¥. Podemos obter a acdo efetiva quadridimensional

do Higgs efetuando a integral em y:
Sy = /d4x [e 2 B0, H1O, H — e "™ N(|H|* — vg)?] . (2.7)
O termo cinético pode ser canonicamente normalizado se redefinirmos:
e MR 5 H. (2.8)
Obtemos assim a agdo:

Sy = / d*z [0, H'0,H — N(|H> — e " 0g)?] . (2.9)

O valor esperado de vacuo efetivo do Higgs serd dado por v = e *fy,. De
fato, temos uma solucdo para o problema da hierarquia, pois mesmo que o vev
(valor esperado de vacuo) do Higgs seja da ordem de Mp, sua localizagdo na
brana IR implica que um observador quadridimensional verd um vev exponenci-
almente suprimido, de ordem TeV. E claro que localizar o Higgs utilizando uma
funcdo delta é apenas um artificio para demonstrar a supressdo, de modo que

modelos mais realistas necessitam obter um mecanismo dinamico de localizagao.
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Concluimos esta introdugdo comentando que modelos de WED possuem uma
descri¢do dual quadridimensional através da correspondéncia AdS/CFT [41].
Eles podem ser vistos como descrevendo uma teoria quadridimensional forte-
mente acoplada com dindmica quase conforme, que vive na fronteira do espago
AdSs. Um review dessa chamada descri¢do hologréfica 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 localizagdo na dimensdo extra.
Assim, do ponto de vista observacional, ndo existiria distingdo entre modelos
com dimensdes extras curvas e modelos quadridimensionais de quebra dinadmica
de simetria através de interagdes fortes quase conformes, como modelos de Wal-
king Technicolor [42]. Essa visdo ¢ ttil para obter intuicdo sobre como contruir
modelos realistas fortemente acoplados, além de servir como um método de cal-

culo poderoso para estes.

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

férmions em cinco dimensoes.

2.2 Boésons de Gauge

Vamos obter a teoria efetiva quadridimensional de modos de KK para um
campo de gauge em um fundo AdSs. Por simplicidade, trateremos o caso de uma

simetria de calibre U(1). A agdo cinco dimensional é dada por:
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TR 1

/ d*x / dy{ =~ F,F" + ;e%y (054, — 0, As5) } (2.10)

onde J; = 0, e o tensor intensidade do campo é dado por Fiyny = O Ay — OnAn.
Na segunda linha, as contracdes sado feitas com a métrica de Minkowski 7,,,,. Va-
mos tomar o campo A, como par sob a simetria Z,. Primeiramente vemos que
isso implica que a quinta componente A; tem de ser impar, para que o segundo
termo da acdo tenha paridade bem definida. Campos pares possuirdo modo zero
e campos impares ndo [35], o que mostra que o orbifold serve para projetar fora

modos zero ndo desejados.

A paridade implica também que as condi¢des de contorno que os campos obe-
decem devem ser do tipo Neumann, para campos pares ou Dirichlet, para os

impares, ou seja:

8514#(1'“, y)|y:0 = 6514“(1‘“, y)|y:7rR = 07 (211)

A5(1’“, y)’y:O = As(x“, y)’ysz =0. (2.12)

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

introduzimos as expansdes em modos de KK:

Ayt y) =

y) AW () (2.13)
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(n)
As(zt,y) = \/ﬁ Z O A(" (z"). (2.14)

TL

As £ (y) sdo chamadas “funcdes de onda” na dimensao extra. Para que A, seja

par sob Z, elas tem de satisfazer:

D) ==y, %M W)loxr = 0. (2.15)

E sua normalizacédo é dada por:
1 TR
[ W @y = 5 2.16)
0

Veremos que as fungdes de onda f™(y) sdo um conjunto completo de solu-
¢des que diagonalizam a equag¢do de movimento dos campos, e assim os estados
da torre de modos de KK terdo massas bem definidas. O termo de mistura na
agdo entre A, e A5 pode ser eliminado indo ao gauge A; = 0. Esse gauge é ana-
logo ao gauge unitario escolhido para eliminar modos de NG no mecanismo de
Higgs.” De fato, os modos de KK de A5 se comportam como escalares sob a si-
metria de Lorentz quadridimensional e podem ser vistos como bésons de NG,
que sdo absorvidos para dar massa aos modos de KK de A, [36]. Nesse gauge, as

equagdes de movimento de A, se escrevem:
[—0"0, + 6, (0% — D5¢**¥05)] A* = 0, (2.17)

onde 0% = n*90,0,. Todas as contragdes sdo feitas com 7),,. Introduzindo a ex-

De maneira mais cuidadosa, introduzimos a classe de gauges R através do termo de fixacdo
de gauge Lo = —/g/ETr[DM A], com Dy AN = 9y AN + T pAP + ig[Asr, AN]. Podemos
entdo desacoplar As no limite £ — oo [43, 44].
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pansdo de modos de KK, obtemos:
(0507 = 0"0,) A" ") () — Os (2" 05 f ™) () A" = 0. (2.18)
Para obter modos de KK com massas definidas, eles devem satisfazer:
(610% — 910, ) AV = 2 AFM), (2.19)

Tomando a divergéncia 0, dessa equagdo, vemos que ela implica a condigdo de

Lorenz, 6MA“(”) = 0, ou seja, os modos de KK satisfazem equagdes de Proca:
(0> + m2)AMY = 0. (2.20)
A equacgdo de movimento que determina as fun¢des de onda fica entdo:
M (y) =2k 05" (y) +mp e f(y) = 0. (2.21)

No caso ndo-abeliano, a diagonalizacdo da parte quadratica da ac¢do é idéntica,
resultando no mesmo perfil na dimensdo extra. No entanto, as intera¢des de
trés e quatro campos de gauge que vem do termo cinético de Yang-Mills ndo sdo
diagonalizadas por essa transformacao, resultando em intera¢des entre os modos
de KK [30].

Podemos obter a solu¢do para o modo zero my = 0:

02 fOy) — 2k 05 fO(y) = 0. (2.22)
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A solucdo geral é da forma:

fO(y) = Ae*™ + B. (2.23)

com A e B constantes arbitrarias. As condi¢des de contorno de Neumann (2.11)

implicam que A = 0. A normalizagdo (2.16) da entao:

fO@) =1. (2.24)

O modo zero de um campo de gauge tem portanto um perfil plano na dimensao
extra, garantindo universalidade dos seus acoplamentos. Isso é esperado, uma
vez que o modo zero ndo possui massa, e assim, a simetria de gauge associada a
ele ndo é quebrada.

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

m,erY

k Y

z =

fM(2) = zF™ (). (2.25)

Substituindo essas defini¢coes em (2.21), obtemos:

202 — 20, f) 4 2 =

Z2PFM 4+ 20, F™ + (22 = 1)F™ = 0. (2.26)

Vemos que F"(z) satisfaz uma equacdo de Bessel de ordem v = 1, e assim,
podemos escrever a solugdo de (2.21) em termos de fun¢des de Bessel e Neumann

[35]:

ek m,, ekv m,, ekv
) = 5 [ () e (] e
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onde (m,) e m, sdo constantes e podem ser determinados pelas condi¢des de
contorno (2.11) e N,, pela normalizacdo (2.16).

A condigdo de contorno em y = 0 da:

[2(J1(2) + B(mn)Yi1(2)) + 22(0:41(2) + B(my)0:Y1(2))] [y=0 = 0

= [2*(Jo(2) + B(mn)Yo(2))] ly=0 = 0, (2.28)
onde usamos a relagdo de recorréncia (valida para J,(z) e Y, (x)):
J(z) + an(x) = Jo 1 (2). (2.29)

A constante 5(m,,) vale entdo:

Jo (%3)

Almn) = =3y

(2.30)

s

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

¢do transcendental dada pela condi¢do de contorno em y = 7 R:

kmR kmR

Yo (52) o(F2—) = Jo () Yo(F—) = 0. (231)

No limite m,, < ke kR > 1 podemos aproximar a constante de normalizagao

por [35]:

~

N, ~ J
93V 2mkR

eﬂkRﬂ.R Mo, e™kR eﬂ'k‘R/2 R
) ( ; ) ~ -t (2.32)

2
g5 mp
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Nesse limite, o espectro de massas é dado por:

1
my, =~ (n — Z) ke ™R n > 0. (2.33)

Vemos que mesmo para uma curvatura grande, se aproximando de Mp, a pre-
senga do fator de warping gera um espectro de modos massivos com espagcamento

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

2.3 Férmions

A agdo fermidnica em cinco dimensdes pode ser escrita como:
TR B 3
SI = / d*x / dy\/g {i9TY VU + my DU} (2.34)
0

Para acoplar os espinores ao campo gravitacional, é necessario considerar sua
transformagao sob uma simetria de Lorentz local. Pelo principio da equivaléncia,
dado um ponto do espago-tempo, sempre é possivel 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 espago-tempo, com

auxilio do chamado vielbein e*,,.° Em termos do vielbein, a métrica se escreve:

gun = e e ynas, (2.35)

onde 745 é a métrica de Minkowski. Convencionamos que os indices do comego

®Do alemao, muitas pernas. Em quatro dimensoes, usa-se o nome vierbein (quatro pernas).
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do alfabeto (A, B, ...) se referem a transformacgdes de Lorentz locais, enquanto
que os indices (M, N, ...) se referem a transformacdes gerais de coordenadas. O

vielbein inverso pode ser obtido fazendo:

E M = g"Nnapey. (2.36)
E satisfaz:

eAMEBM = 5§7

E M, = 4. (2.37)

As matrizes ' (z,y) satisfazem a algebra de Clifford:
{TM TN} = 24MN, (2.38)

e podem ser escritas como:

™ =g, M)A, (2.39)

1~2~3 sdo escolhidas para satisfzer:

onde as matrizes 74 = (v*,i7°), v° = i7%y
{+*,74"} = 2" (2.40)
Finalmente, a derivada covariante espinorial é escrita:

Vo = 0m +wuy. (241)

. AB ~ .
O campo wy = w ABM 5~ € a chamada conexdo de spin, que se transforma
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como um campo de gauge sob transformagdes locais de Lorentz (grupo de gauge
SO(1,4)). Ela é composta dos geradores do grupo de Lorentz na representa-
¢do espinorial: ¢4 = 1[y* +#] e da conexdo de Levi-Civita I}, (que ndo
deve ser confundida com a matriz de Dirac I'") expressa na base ortonormal:

wapm = —gunEgM (O E N + T30 E4°). Para o caso especifico da métrica AdS;

(2.1), temos:

o = —he ™, Th, = —kdy,
EAM = diag(eky, eky, eky, eky, 1),
ko
oy — (56 ky,l%%o)‘ (2.42)

Com essas defini¢des, podemos escrever a agdo como:
TR B 3 B
s = /d4x/ dye M {ekyz'\lffy“ﬁulll + U(2ky° —7°05)0 + mg WV},  (243)
0

Como +° foi incluido na algebra de Clifford, e ndo existe outra matriz que an-
ticomute com as outras matrizes gama, ndo existem espinores quirais em cinco
dimensdes (por essa razdo, o termo de massa para os férmions ndo é proibido
por simetrias de gauge). No entanto, ainda podemos efetuar a decomposicao

1¥9° N ~
U, = UE1P, chegando a expressio:

TR
S5f = /d4l‘/ dy6_4ky {Bkyi\I[LR’}/MaN\PLR —|— (\I/L(Qk’ — 05)\111{ — L e R)+
0

‘|’m\p(qu\IfR + hC)} .
(2.44)
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Vemos que para que o termo com 05 seja invariante sob Z,, U, e ¥ devem ter pa-
ridades opostas, ou seja, ¥(y) = £7°¥(—y).” O campo que escolhermos como par
terd modo zero, e o outro ndo. Isso permite obter um modo zero quiral, embora
os acoplamentos de gauge cinco dimensionais sejam necessariamente vetoriais.
Novamente, vemos que a compatificagdo em um orbifold elimina um modo zero
indesejado.

Por outro lado, ¥ é impar sob Z,, o que proibiria a massa para o férmion. No
entanto, podemos supor que a massa se originou de um valor esperado de vacuo
de um campo escalar no bulk com um perfil impar na dimensao extra, gerando

um termo de massa da forma [35]:

my = cke(y),
e(y) = L 2.45
(%) i (2.45)

onde c é um parametro arbitrdrio, de ordem um. Notamos que a parametrizagao
my = ck é tecnicamente natural, uma vez que a massa serd da ordem da escala
de energia intrinseca da teoria, £ < Mp. Um termo de massas construido assim é
impar sob Z,, e portanto é permitido. Ele também ird modificar as condi¢des de
contorno de Neumann obedecidas pelos modos pares [35, 37], pois gera termos
de massa com sinais opostos nas branas my|o .z = *ck, que devem ser cancela-
dos.

E util definir: ¥ g = e 2V z. Em termos desses campos, escrevemos a agao

"Notamos que ainda resta o termo proibido 2kW ¥ z. Um tratamento mais cuidadoso requer
tomar o fator de warping e 2kl 0 < y < 27 R. Assim, as derivadas em y atuando na exponencial
serdo descontinuas em y = 0, 7R, gerando termos com fun¢des degrau invariantes sob Z,, assim
como na equagdo (2.45) [36, 35].
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(2.44) como:

TR _ 3 _ i
SEJ: = /d4x/ dy {ekyi\I’L,R’W‘OM\I’L,R —(Up0sWp — L+ R)+
0

(U0 p + h.c.)} . (2.46)
Obtemos dessa agdo as equagdes de movimento acopladas para os campos L e R:

ekyi’yuﬁu\i@ — 85\113 + ck\ifR = 0,

it 9, U g + 05V, + ck¥, = 0. (2.47)
Introduzimos aqui as expansdes em modos de KK:

T, ]— = n n
Vir= o RZ:O h(L,}z(?J) (Ll)q(fﬂ) : (2.48)

Normalizamos as fung¢des de onda como:

1 TR

=/ ) ()b (y)dy = 6™ (2.49)

Substituindo em (2.47) e impondo que os modos de KK satisfacam a equagdo de
Dirac:

V"9, )™ — mup™ = 0. (2.50)

Obtemos as equagdes para as fung¢des de onda:

M, b — 0sh(Y + ckh{ = 0,

em, b + 9shi 4 ckh = 0.
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Elas podem ser desacopladas, obtendo:

[m2 e + " (95 05) — c(c £ 1)k?] by =0, (2.51)

13

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

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

1
ezkv my, ek

ky
h(ﬁ%(’y) = N [J|ci; (T) + Brex 1 (M) Va1 (mnk,e )] : (2.52)

Podemos determinar as constantes f..1(m,) e N, pelas condigdes de contorno
e pela normalizacdo (2.49) das fun¢des de onda, respectivamente. Se supormos

que VU, é par sob Z,, obtemos de (2.51) a equacdo para o modo zero:
(05 + ck)hY =0, (2.53)

com a solucgdo:

RS = Aekv, (2.54)

Essa solucdo obedece automaticamente a condi¢do de contorno de Neumann mo-
dificada, que é identica a equagdo de movimento. Substituindo em (2.49), obte-

mos a soluc¢do normalizada:

o, [kTR(1—2c) _,

Analogamente, se tivessemos escolhido ¥ par, obteriamos o modo zero de méao
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(0) . /{Jﬂ'R(l + 20) ok
he'(¥) =\ Zmrasag 10 (2.56)

Vemos que o parametro c controla a localiza¢do do férmion na dimensao extra.

direita:

Como o Higgs esta localizado em y = 0, o acoplamento de Yukawa (ver a segdo
(2.4) serd grande para férmions localizados no IR e pequeno para férmions no
UV. Dessa forma, com a escolha de parametros de ordem um, somos capazes de
reproduzir a hierarquia de massas dos férmions. Para obter a dependéncia cor-
reta da localizagdo com o parametro ¢, consideramos o termo cinético dos modos

zero:

TR
Sl — / d'e / dy {2 Ay PO i o+ L 257)
0

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

a localizacdo é a exponencial:

ell/2=eL)k  para mao esquerda,

ell/2er)ky  para méo direita. (2.58)

Assim, para cj, > %, o modo zero estard localizado préximo da brana UV, e para
¢, < 3 proximo da brana IR. O caso ¢, = 1 gera um modo zero plano. Analo-
gamente, temos a localizagdo préxima do UV (IR) para cgp < —3 (> —3) para o
modo zero de mdo direita. Comportamentos tipicos para o caso de mao esquerda
estdo representados na figura (2.2).

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

no modelo de RS.
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Figura 2.2: Fungdo de onda do modo zero de mao esquerda em funcdo da posicdo na dimensao
extra, y. Os casos apresentados sdo ¢, = 0.5 (verde), ¢, = 1.1 (vermelho tracejado), ¢ = —0.1

(azul pontilhado). A normalizagdo do caso plano foi ajustada para permitir melhor visualizagéo.
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Introduzindo intera¢des de gauge para um férmion através da derivada cova-

riante Dy, = V) — igs Ay, geramos na agdo cinco dimensional o termo:
TR 3
Sga= / d'x / dy\/g gs U (", y)TH A, (2, y) W (2", y), (2.59)
0

onde g5 é o acoplamento de gauge 5-dimensional e trabalhamos no calibre A5 = 0.
Em geral, interagdes que sao renormalizdveis em quatro dimensdes deixam de
sé-lo em teorias com dimensdes extras. De fato, uma vez que as dimensdes cano-
nicas de massa dos campos sdo [V] = 2 e [A] = 3/2, a constante de acoplamento
g5 possui dimensdo candnica [g5] = —1/2, e portanto a interacdo de gauge é nao
renormalizével. Por essa razdo, teorias cinco dimensionais devem ser vistas como
teorias efetivas, com um corte A acima do qual a teoria é fortemente acoplada e o

espalhamento de modos de KK longitudinais (anédlogos a bésons de Goldstone)
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viola a unitariedade perturbativa [30]. Em teorias com dimensdes extras curvas,
a simetria de escala da métrica AdS; (equagdo (2.4)) faz com que a escala de fisica
fortemente acoplada varie com a posi¢do na dimensdo extra segundo o fator de
warping e " . Se o corte na brana UV for da ordem da escala de Planck, o cor-
respondente corte na brana IR serd de ordem A;z = e "™ BAyy ~ 1 TeV, que é a
escala de massas do primeiro modo de KK [45].

Uma vez que a teoria é ndo renormalizavel, devemos esperar a presenga de
operadores de dimensdo superior como por exemplo, a intera¢do de quatro fér-
mions ~ c;ji/ A2t No entanto, em geral tais operadores serdo suprimidos
por um corte efetivo A ~ Mp se a0 menos um dos férmions estiver localizado no
UV, o que garante a protecdo contra efeitos fenomenologicamente indesejaveis,
como o decaimento do préton (de fato essa é uma motivagdo para permitir a pro-
pagacdo dos férmions no bulk. Ver, por exemplo, [46]).

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

Soa= X i [0t [ duss [RWIHR@) v 1) AL @] 5
WA (WR)B/Z 0 5 |"L,R L,R 1

n,m,p

(2.60)

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

mion e 0 m-ésimo modo do campo de gauge escrevendo:

Sia =90, / Az P ()i AT () (), (2.61)
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onde definimos:

TR
, 95 m n
A = e RRUT A Tl 262

Para m = n = 0, devemos recuperar o acoplamento de gauge usual do MP, g.
Assim, utilizando f(”(y) = 1 e a normalizagdo das funcdes de onda dos férmions

(2.49):
gs

g(0,0) =g= ﬂ

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

(2.63)

que depende do tamanho da dimensdo extra, V7R em relagdo ao acoplamento
em cinco dimensdes. Essa é uma caracteristica genérica de teorias com dimensdes
extras. Como desejamos que os modos zero dos férmions sejam identificados com
os férmions do MP, estamos interessados nas modificacdes em sua fisica devido
ao acoplamento com os modos de KK dos bésons de gauge. O acoplamento de
maior relevancia para isso é com o primeiro modo, m = 1, j4 que sua massa é
menor e portanto as interacdes mediadas pela troca deste modo estardo menos

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

TR
) g
ot = | IRl (264)

A figura (2.3) mostra o comportamento desse acoplamento em unidades de g
quadridimensional como fungdo da localizagdo, para férmions de ambas as qui-

ralidades.

Para ¢, < 1/2oucg > —1/2 (localizagao no IR), a constante de acoplamento se

aproxima assintoticamente do valor g /g ~ 8,4, enquanto que para c¢;, > 1/2 ou
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Figura 2.3: Acoplamento de gauge dos modos zero com o primeiro modo de KK de um béson
de gauge, em unidades do acoplamento do MP. Em vermelho tracejado (azul) temos o acopla-

mento de mao esquerda (direita) em fungao da localizagdo cr,(g-

cr < —1/2 (localizagdo no UV), ocorre saturacdo rapida, no valor gfi /g ~ —0,2,
[35]. Essa saturagdo pode ser entendida do fato de a func¢do de onda do primeiro
modo de KK do béson de gauge ser pequena e aproximadamente constante no
UV.

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

3 ™R
5=y { / d's / dy /G Y2 T y)d(y — mR)H(2") U (2", )| . (2.65)

onde i,j = 1,2,3 sdo indices de geragdo e H(z") é o dubleto de Higgs do MP.
Como no caso do acoplamento de gauge, a interacdo é ndo-renormalizdvel, e os

acoplamentos de Yukawa Y?; terdo dimensao candnica de massa [Y};] = —1. As-

5

sim, podemos escrever Y7; = \);/k com \}; adimensional e k a curvatura de AdSs.
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Vamos assumir que |A};| ~ O(1), de maneira que a hierarquia de massas nao serd
gerada por esses parametros. Novamente, tomamos o modelo mais simples em
que a localizagdo do Higgs é dada por uma fungado 6(y — 7R). O acoplamento do
modo zero dos férmions com o Higgs pode ser obtido utilizando a decomposigao

em modos de KK:

M N n
Vin =" 2 Pinl) VR (2.66)
com n = 0. Fazendo isso, a lagrangiana (2.65) pode ser escrita como
LY TR _
=3 ok [ [ aysty—ar) {0 )] B>
= TR 0 i

[hﬁ? (y)ng”(x“)}j + h.c.} . 6Y)

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

o= {(3), (0), G

Ur = {ug, cr, tr},
Dr = {dg, Sr, br}, (2.68)

e efetuarmos a integral (trivial) em y, podemos escrever as intera¢des de Yukawa

dos quarks no modelo de RS como:
Ly=>" { / d's YU.QUVHUY + YEDWHQY) + h.c.} , (2.69)
ij=1

onde omitimos a dependéncia em z* dos campos quadridimensionais e defini-

mos o dubleto conjugado de carga H = —ioyH*, com a matriz de Pauli o,. Defi-
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nimos as matrizes:

)\5(U)

Y = “ e R (m Ry (xR). (2.70)

)\5(D)

Y = e (wR) )" (e R). (2.71)

Esses sdo os acoplamentos de Yukawa que devem corresponder aos do MP. Os fa-
tores adicionais de "™ surgem pois ap6s integrar sobre a dimensao extra, deve-
mos efetuar a redefini¢do (2.8) para obter o termo cinético candnico para o Higgs.
Se multiplicarmos os acoplamentos de Yukawa pelo valor esperado de H, v/v/2,
obteremos as correspondentes matrizes de massas, M, e M;). Ao substituirmos
as expressodes para as fun¢des de onda do modo zero (equagdes (2.55) e (2.56)),
vemos que o acoplamento de Yukawa tera a forma funcional:®

}/ij = /\15]\/ (1 — 2CL) \/ (1 + 2CR) ek:TrR(l—cL-i-cR). (272)

ekmR(1=2cr) _ 1\ ekmR(14+2cr) _ |

Embora os pardmetros \}; e cz,r sejam ndo hierarquicos, as matrizes de Yukawa

obtidas do modelo de WED sédo capazes de gerar a hierarquia de massas dos
2 . . ~ CA s 0

térmions, pois as fun¢des de onda dos modos zero fermidnicos, h(L)R dependem

exponencialmente da localizacao [35]. Como casos tipicos, tomando o limite:

6(1—2cL)k7rR > 1,

6(1+26R)k‘7TR > 17 (273)

8Na realidade, a presenca do Higgs na brana IR modifica as condigdes de contorno das equa-
¢des de movimento. Assim existe uma mistura entre os modos zero e os modos de KK, e as
expressdes (2.55) e (2.56) possuem correcdes de ordem O(m7 /M. i) [47, 48], que ignoramos aqui.
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temos o acoplamento de Yukawa de um férmion fortemente localizado no IR:

Vit = A/ (1= 2¢0) (1 + 2¢g). (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. Ja para a localizagao

no UV, tomamos o limite oposto:

6(1*2CL)’CTFR < 1

Y

€(1+2CR)’€7FR < 1. (275)

Obtemos o acoplamento da forma:

YV = A5/ (e —1)(2cp — 1)t zerten), (2.76)

que é exponencialmente suprimido, permitindo obter massas pequenas para fér-
mions localizados no UV, como o quark up.

A resolugdo do problema da hierarquia de massas dos férmions tem como
preco a geragdo de correntes neutras que trocam sabor (flavor changing neutral cur-
rents - FCNC) a nivel drvore. De fato, lembramos que no MP as correntes neutras

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

g _ _ _
E((]?l)arks == (Gup UrY"ur + gep, €LY cr + Goy tLYtL) 2 (2.77)
cos Oy

Os acoplamentos sdo universais: g,, = ge, = gr, = [1/2 — (2/3)sin® ] = g,

0 que torna a corrente neutra invariante por uma rota¢ao unitaria Ly para auto-
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estados de massa:

g, 0 0O u
E(O) _ g —/ = ) L*l L 1 / Z
quarks _COS QW u c t L U 0 gL 0 U c w =
/
0 0 qgr, t L
Lot = — gr (Wpyuy, + ey + ") Z.. (2.78)
cos Oy,

O mesmo ocorre para os outros quarks, caracterizando o chamado mecanismo
GIM [49], que proibe as FCNC a nivel drvore. Esses efeitos que s6 aparecem no
MP a ordem de 1-loop, através de diagramas de caixa. Por exemplo, a mistura

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

d W a d ’LL, Cvt S
——\/\NNN\—— > > >
v u,ct v Ut i w w
——"\NNNN—— < < <
5 w s 5 u,c,t d

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

No entanto, a universalidade dos acoplamentos que garante o mecanismo
GIM ¢ violada se tentarmos gerar a hierarquia de massas dos férmions em um
modelo de WED, pois necessitamos de localizagdes diferentes para cada sabor.
De fato, vemos da figura (2.3) que o acoplamento correspondente entre os quarks
de méo esquerda do MP e o primeiro modo de KK do gltion, por exemplo, ndo

serd em geral universal, mas sim caracterizado por uma matriz no espaco de sa-
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bor:
don O 0
Gh=Lg'| o ¢ o |Lu (2.79)
00 gay
onde o indice (i) = 1,2,3 representa a geracdo. Analogamente, definimos os

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

querda e os quarks de mao direita:

Gh = L} gfnLo.
G}g = RU g(Ol) RU,
GR = Rng) Rp, (2.80)

onde omitimos os indices de sabor e definimos as correspondentes transforma-
¢Oes para auto-estados de massa, Ly;, Ry e Rp.

Embora exista essa violacdo de sabor a nivel drvore, é possivel mostrar que
a estrutura hierdrquica 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 familias, consideramos por exemplo a violagdo

de sabor no setor down de méao esquerda:

Ly g
ch=1r;| T Lp.
0 L(2)



40 O Modelo de Randall-Sundrum

Como Lp é unitaria, seus elementos satisfazem:

|LD(11)|2 + |LD(12)|2 = 1,
\LD(22)|2 + ’LD(21)|2 = 1,
|Lpaz)|* = |Lpey? = 0,
|Loan|* = [Lpe > = 0,
L*D(ll)LD(Ql) + LE(lQ)LD@?) = 0,

LpanLpaz) + Lpenlpe:y = 0. (2.81)

O que permite escrever:

L(1) L) L@ ]
ab — 901) (901) ~ 901)) Lo Ly
D p—
L) L)\ 7 L(2)
(90.1) = 901 Lpan Loeny 9(0.1)

Vemos que os elementos fora da diagonal sdo proporcionais a diferenga g(LO(R —

g(%(?% Assim, se esses acoplamentos forem similares, a violagdo de sabor sera
suprimida. De fato, para a primeira e segunda familias, podemos localizar os du-
bletos no UV e portanto estamos na regido ¢, > 1/2 [35], e assim, como mostrado
na figura (2.3), o acoplamento é universal. Para a terceira familia, deveremos
ter ¢, < 1/2, para localizar o quark top no IR, mas nesse caso os vinculos ex-
perimentais sdo mais fracos [54] e permitem My > 2 TeV [35] para o primeiro
estado massivo do gltion. Dessa forma, através do mecanismo RS-GIM, a maior
parte dos processos de violagdo de sabor é suficientemente suprimida e nado gera

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

trado em [55] que a violagdo de CP no setor de kdons (exs0n) possui contribuigdes
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vindas de acoplamentos com modos de KK que sdo probleméticas. As contribui-
¢oes para o coeficiente de operadores do tipo dis’ d} s}, séo maiores do que os de
interacdes da forma di~"s’d},y*s) por um fator de aproximadamente 140 [56].
Isso gera um vinculo para a massa dos modos de KK dado por Mgx > 30 TeV,
que além de fenomenologicamente indesejavel, reintroduziria uma hierarquia em
relacdo a escala eletrofraca [55].

Através de novas simetrias globais no setor de sabor, é possivel reduzir o vin-
culo a Mgy > 3 TeV [57, 56]. No entanto, a necessidade de introduzir novas
simetrias de maneira ad hoc para eliminar a violagdo de sabor nos motiva a bus-
car novos modelos que permitam reproduzir a hierarquia de massas sem gerar as
FCNCs. Nesse espirito, introduziremos a técnica de Desconstru¢do Dimensional
para obter modelos quadridimensionais inspirados no modelo de RS que permi-
tem solucionar os problemas de hierarquia e que, a0 mesmo tempo, suprimem

naturalmente a violacdo de sabor a nivel arvore.
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Capitulo 3

Desconstru¢ao Dimensional

3.1 Introducao

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 violagado
de sabor. Além disso, teorias de gauge em mais de quatro dimensdes sempre pos-
suem acoplamentos com dimenséao dada por [g] = M~%2 onde d é o ntimero de
dimensdes extras e portanto, sdo teorias efetivas com um corte equivalente a um
nimero maximo de modos de KK que podemos incluir sem violar a unitariedade
perturbativa.

A baixas energias, podemos construir uma teoria efetiva quadridimensional
contendo intera¢des renormalizdveis, e cujo espectro seja semelhante ao espec-
tro de modos de KK, em um certo limite. No entanto, essa teoria ndo necessita
ter o mesmo comportamento a altas energias de uma teoria com dimensdes ex-
tras, e na verdade admite outros completamentos ultravioleta. Essa abordagem

se chama Desconstrugdo Dimensional (concebida independentemente por [29] e
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[30]) e com ela esperamos obter modelos que preservem as boas caracteristicas
das dimensdes extras, como a resolucdo dos problemas de hierarquia, mas evi-
tando alguns de seus problemas. Descreveremos a seguir como construir um
modelo deste tipo, seguindo basicamente a notacdo e o tratamento empregados
em [58] e [59].

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

gauge dado pelo produto:

G:ngGlx...xGN_leN, (31)

onde em geral temos diferentes grupos de gauge G; = SU(m), para cada sitio
Jj =0,1,...,N. Incluimos também um conjunto de campos escalares ®; que se

transformam na representacdo fundamental de G,_; e antifundamental de G;:

(I)j — Uj_lq)jU;. (32)

Esses campos se chamam campos de ligacdo 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 circulo representa um sitio com uma sime-
tria de calibre SU(m);, e as linhas tracejadas representam os campos de ligacao,
com a convengdo de que o campo de ligacdo pertence a representagdo fundamen-
tal do grupo de onde a seta estd saindo e antifundamental do circulo onde esta
entrando.

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

correspondem a dimensdes extras discretizadas, e assim, a energias muito meno-
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-— - mepmad SU(M)2 | == === - -
21 ) Dy

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

res que o espacamento da rede, ambas as teorias devem ser indistinguiveis. A
estrutura geométrica da cadeia linear lembra um segmento de reta, e de fato essa
configuragdo nos interessa pois desejamos que esse modelo se parega com o mo-
delo cinco-dimensional de Randall-Sundrum (que estd compactificado em um or-
bifold S* /Z) no limite de baixas energias e grande nimero de sitios. No entanto,
a estrutura dos campos de ligagdo é em principio arbitrdria e pode representar
qualquer tipo de variedade ou pode ainda ndo ter interpretacdo simples como

dimensao extra.

Nas se¢des seguintes construiremos a agdo 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 niimero pequeno de sitios, que apresentara
propriedades interessantes, bastante distintas da teoria extra-dimensional. Em
particular, mostraremos que as violagdes de sabor sdo naturalmente suprimidas
para poucos sitios. Em ultima andlise, 0 modelo de RS serd apenas uma inspi-
racdo e a teoria com poucos sitios deveréa ser vista como um modelo puramente

quadridimensional, sem interpretacdo como dimensao extra.
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3.2 Bdsons de Gauge

A acdo do setor de gauge da cadeia linear é escrita como:
L N N
S = /d4x {—5 > Tr[Fuy FIY 4> Tr [(Du®)) (D'e;)] — V(<I>)} . (3.3)
=0 j=1

1 1 3 — a a J—
Os tensores de intensidade dos campos de gauge sdo F),,; = Fj, ; T a =

1,2,...,m? —1com

Fo, = 0,A% — 0,A% 4 g; [ A AS (3.4)

N

A derivada covariante é dada por:

,D“(I)J = (9M q)] + Z-gjfl Aijil 7}‘-171 CI)J — Zg] (I)] AZJ ija (35)

Identificamos a a¢do dessa teoria com uma soma de modelos sigma [60]. Se
“desligarmos” os acoplamentos de gauge, a teoria exibird a simetria global
SU(m);j_1 x SU(m); para cada campo de ligacdo, andloga a simetria quiral da
QCD. Se assumirmos que o potencial é tal que os campos adquirem um vev dia-

gonal, podemos parametrizar, no limite ndo linear:

B, = vl T, (3.6)

onde 7} sdo os bésons de Nambu-Goldstone da quebra da correspondente “simetria
quiral” SU(m);_1 x SU(m),; ao subgrupo diagonal. A quebra de cada simetria

ocorre na repectiva escala v;. Escrevendo v; = v¢/, com 0 < ¢ < 1 temos uma
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sequéncia decrescente de vevs de 0 a N.! Esta escolha permitira efetuar a corres-
pondéncia com o modelo de RS adiante. Como no caso da QCD, os campos de
ligacdo sdo apenas uma descricdo 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 idénticos, ou
seja, para todos os sitios, T = T e g; = g, 0 que corresponde a impor uma sime-
tria de translagdo discreta j — j + 1. Antes de prosseguir, destacamos uma suti-
leza: a nivel quantico, devemos especificar a escala de energia em que avaliamos
as constantes de acoplamento. Para obter uma evolucdo do grupo de renorma-
lizacdo que é semelhante a do acoplamento de gauge na teoria com dimensdes

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

go(?)) = 91(1)1) =...= gN(’UN) =4. (37)
Expandindo o termo cinético de ®, obtemos:

Tr [(D,®;)"(D*®))] = Tr [(9,2;)"(0"®;)] + 9T [Z (0" @))7 (Apjmr®y — D5 AL ) + h'C-]
v3g*

+ (A2 A2 ) = 207 Tr | @14, 10AY (3.8)

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

de gauge expandindo o campo de ligacdo nos termos com o traco a ordem mais

baixa em 7;/v; e usando a normalizagdo Tr[T°T"] = §%°/2. Assim, obtemos:

T (D) (D"0,)] = 3 [ — vig(AL; — AL )]”. (3.9)

'Embora ndo tenhamos feito a analise do potencial escalar dos campos de ligagao, é possivel
obter os vevs com o perfil decrescente sem grande ajuste fino dos pardmetros do potencial [61].



48 Desconstruc¢do Dimensional

Essa mistura pode ser removida nos gauges R, introduzindo o termo de fixagao
de gauge:?

N
1

— Z 25 0, A" + &g (v] vj+17r?+1)]2 ) (3.10)
j

E suficiente tomar {; = { para todos os sitios. E fécil ver que o termo cruzado
cancela os termos de mistura apds uma integracdo por partes. Assim, no gauge

R¢, obtemos a Lagrangiana:

N N 9 9
v g v a a
Sy = /d4:c {__ ZTr [FHVJ Fyu } + Z 2J (Aw - Au,rl>2+
j=0 J=1
=1 = g% ;
+ Z 5(@1 T )(8# T ) - Z T(Ujﬁj U]+17T]+1) +0 (F?;) } (3.11)
J=0 j=1 J

Consideramos primeiro a Lagrangiana de massas dos bésons de NG:

N
1
Z 97 Uy = U T)t = —o M, (3.12)
onde 7 = {n¢, 7§, ..., 7% }. A matriz de massas dos bésons de NG ¢é dada por:
.0 .0 .0 e 2q2(}V—1) _q2.N—1
0 0 0 - —gN! 242N

2A introdugdo de L é acompanhada dos correspondentes fantasmas de Fadeev-Popov, que
ndo serdo necessarios em nossos cdlculos a nivel drvore.
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Para nossos propoésitos, é suficiente notar que Det[M?2] = (g?v26)N (N+1)gN N+
# 0 e assim, nos gauges R, todos os boésons de NG obtém uma massa depen-
dente do gauge (ndo fisica) proporcional a /¢. O gauge unitério é obtido no
limite £ — oo, desacoplando completamente os bésons de NG do espectro, o que
é consequéncia do fato de que todos os grupos de gauge sdo iguais, e assim cada
subgrupo diagonal contém exatamente os m? — 1 graus de liberdade para serem
absorvidos pelos respectivos m? — 1 bosons de gauge.> Como temos N campos
de ligacao para N + 1 sitios, restard uma simetria de gauge SU(m) ndo quebrada,
correspondente ao modo zero. Daqui em diante trabalharemos no gauge unitario,

por simplicidade.

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

grangiana de massas dos A’

g a a _
L, = 5 [Uj(Au,j - Au,jq)]z =-A

1

1
. 3 TN AR (3.14)

9 N
Jj=

com A = {A%,, A%, ..., A% v }'. A matriz de massas dos bosons de gauge é dada

0,00 £ 1 e
entao por:
q2 _q2 O PP O O
_q2 q2 +4q4 4_q4 ) L. O O
.O .0 .() .. q2(N—1). + q2N _q.QN
O 0 0 e _q2N qQN

SPoderfamos ter ido diretamente ao gauge unitério fazendo a transformagéo de gauge U; =
v;e = (@) T7)/% mas o gauge R serd ttil quando generalizarmos a cadeia linear para o caso em
que o Higgs é um pseudo béson de NG, no capitulo (4).
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Podemos diagonalizar essa matriz através da transformacgao unitaria:

N
Aug = find (3.16)
n=0

onde os A}, ,, sdo os auto-estados de massa.

Podemos extrair das equagdes de movimento de A% a equagdo que deve ser
satisfeita pelos f;, para diagonalizar (3.15). Por simplicidade, trataremos o caso
abeliano. O caso ndo abeliano possui interacdes entre diferentes modos massivos
que vem das equag¢des de movimento ndo lineares, mas o espectro e as autofun-
¢Oes sdo identicos ao caso U(1) e podem ser encontrados em [30].

As equacgdes de Euler-Lagrange

oL oL
o4, (a@Am) =0, (.17)

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

Maxwell acopladas pelos termos de massa:

(0PAY — 0"0,AY) + g*vf (AY —AY.)) + g*v7, (A —AY7,)=0. (3.18)

Jj—1 J

Substituindo a expansao (3.16), obtemos:
(07.0° = 8"0u) fin AL + g0 [(1+ ) fin — fimrn — @ fimalAy =0. (3.19)
Para que os A" sejam autoestados de massa, eles tem de satisfazer:

(6407 — 970,) AL + m2 AV = 0. (3.20)
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Tomando o gradiente 0, dessa equagédo, vemos que 0, A’ = 0 e assim ela é equi-

valente a equacdo de Proca:

O*AY +m2AY = 0. (3.21)

Substituindo esse resultado em (3.19), obtemos:

—m fjn + 92 2 QJ[(1+q2)fj,n - fj—l,n - q2fj+1,n] =0. (322)

Dividindo por ¢g*v?¢**! chegamos a equagao:

lg+q " — ¢ (@ng ) fim — afjs1n — ¢ fim1n =0, (3.23)

onde definimos x,, = m,,/gv. O fato de existir uma simetria SU(m) ndo quebrada
ou, equivalentemente, de o determinante de (3.15) ser nulo implica que a equagdo

acima sempre admite uma solugdo para my = 0, o modo zero. A equacao fica:

(g+qa ) fio—afiv10—q " fi—10=0. (3.24)

Podemos obter uma solugdo impondo condi¢gdes contorno tipo “Neumann” na

cadeia de sitios:

fO,n = f—l,na

fN—i-l,n = fN,n' (325)
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Essas condi¢des para n = 0 sobre (3.24) implicam que:

Jiv10= fio0: V7, (3.26)

ou seja, o0 modo zero tem o mesmo peso em todos os sitios, o que é andlogo
ao fato do modo zero na teoria de dimensdes extras ter um perfil plano (ver a
equacao (2.24)). Podemos determinar a constante f;, = f;, através da condigdo

de normalizagéo:

N
d =1 (3.27)
j=0

Para o modo zero:
N
2
d flo=1=
=0

1
VN +1

Surpreendentemente, também é possivel obter uma solugdo analitica para os

Jo= (3.28)

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

Tnq

¢ fin- (3.29)

~
=
Il

=
2
—~
~
()
=
Il

Substituindo essas defini¢des em (3.23) obtemos uma assim chamada equacao de

g-diferengas:

Esse tipo de equagdo é conhecida na literatura matematica por equagdo de
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Hahn-Exton [64, 65], e é um andlogo discreto de uma equagao de Bessel:

g 2(q" +1—qt®) T, (tq" % q) — J,(tq; q) — J,(t;q) = 0. (3.31)

Suas solugdes sdo conhecidas por fun¢des de g-Bessel e de g-Neumann.

A funcdo de g-Bessel , J,(t;¢), é dada pela série:

qy (4+1)/2

(3.32)

prdl QQ)

onde (p; q)x, chamados de fatoriais q-deslocados ou simbolos de g-Pochhammer,

sdo definidos por:

1, se k=0,
(0 = . : (3.33)
I[[_o(l—pg*) sek>1

parap € C, k € Zy = {0,1,2,...} e (p;q)oo = limg,0o(p; q)r. Por sua vez, a
fun¢do de g-Neumann Y, (¢; ¢), é definida por:
r,(wly,(1 -
Y, (t;q) = o)Ll V)q‘”Q/Q[COS(W)qV/QJu(t;Q) — T (tg"*q)],  (3.34)

™

para indice v ndo inteiro. O caso de indice inteiro é obtido no limite v — n e Z. A

funcao I'y(v) é definida por:

. (CEQ)OO  Nl-w
Fq(y)_(q”;q)m(l q) ", (3.35)

e satifaz o limite lim, ;- I';(v) = I'(v), onde I'(v) é a fun¢do gama de Euler.
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O limite do continuo é dado por:

lim J,(¢(1 = q); ¢%) = J, (1), (3.36)

q—1-

em que recuperamos as fungdes usuais continuas de Bessel e Neumann [66, 67].
A equagdo (3.30) corresponde ao caso v = 1 da equacdo de Hahn-Exton e sua
solucgéo é [66, 67]:
F™M(t) = AJi(t:¢°) + BYa(t: ¢°), (3.37)

onde A e B sdo constantes. Podemos obter os f;,, de (3.29):
Fim = Naq 7 [J1(20q 75 6%) + Bl@n; ) Ya(zng 71 4°)]; (3.38)

onde N,, pode ser determinada pela normalizac¢do (3.27). Pode-se mostrar que a

escolha da constante:
J 0 ("L‘ ns q2 )

B(xn:¢*) = “Yolen )

(3.39)

é tal que f;, satisfaz a condigdo de contorno (3.25) em j = 0 [66]. O espectro de

massas pode entdo ser determinado pela condigdo de contorno em j = N:
Jo(n: ) Yola™ " Vani ) — Yo(ww; ) Jola™ ;6% = 0. (3.40)

O limite ¢ — 17, N — oo e ¢~ fixo corresponde ao continuo, onde recupe-
ramos as solugdes 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]:

1
My (n — Z) mgv(l —q)¢, n>0. (3.41)
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Longe do continuo ¢ < 1, o espectro é exponencial, de maneira que apenas o
primeiro modo massivo é relevante para a fenomenologia.

A correspondéncia com o continuo para N grande pode ser estabelecida com-
parando as agdes da teoria desconstruida e do modelo de RS cinco dimensional

discretizado na dimensdo extra, e entdo identificando os parametros de ambas.

Primeiramente, tomamos a acdo dos campos de gauge no modelo de RS (equa-
¢do (2.10)) com a redefini¢ao Ay — Anr/gs (note que, por consisténcia, ao reesca-

lar o campo A); devemos mudar sua dimensao candnica para [Ay] = 1):

TR 1
A — /d4g;/ dy\/g{—FTr [Fﬁm}}
0 95

TR 1 1
= /d4l’/0 dy {—2—g2 Tr [F/“/F“V] —+ 2_92672@/ ((95142 — auAg)2} . (342)
5 5

Efetuamos a discretizagdo pelas substituigdes:*

N
foﬂR dy — Z a,
§=0

A — AL
8514“ — Wfﬂv]l’ (343)

onde a é o espacamento da rede. Obtemos assim:

N N i 2
a 1 . e 2kaj AT — AT .
5 " ~ (3.44)

O limite continuo é obtido quando a — 0, N — oo, Na = L fixo. Devemos

*Sempre existem ambiguidades na discretizagdo, por exemplo, poderfamos ter tomado
Apgir—Au
35/1# — u,ﬂrz Bod
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comparar essa a¢gdo com a ac¢do desconstruida:

A 1 4 1 al uv al U292q2j a a ﬂ-;'l 2
Sy = 2 /d L D T [Fuy FYT+ ) 5 (g = A =9 0)7|
j=0 J=1

(3.45)

J

onde reescalamos A — A!'/g por conveniéncia. Para que a agdo Sj' tenda ao

modelo de RS no continuo, vemos que precisamos fazer as identificagdes:

gz

— 927
a
1 1
v =,
ags ag
q < et (3.46)

Comparando as agdes, vemos que os bosons de NG 7; correspondem portanto
ao campo As, portanto o campo de ligacdo ®; = v;e"™/¥ é o andlogo discreto
da linha de Wilson ¢’ ST dyas [66]. Com essas identifica¢Oes, para N grande e
energias £ < 1/a, ambos os modelos devem ser indistinguiveis. Notamos que
uma vez que v = 1/ag, as massas dos bésons de gauge m ~ gv ndo dependem
do valor do acoplamento g. Isso garante que, no continuo, a torre de KK tenha
massas com origem puramente geométrica. Por outro lado, isso requer campos
de ligacdo independentes para cada grupo de gauge simples no quiver.

Se quisermos reproduzir a hierarquia de RS entre as escalas Mp = 10" GeV

e a escala Mgy = 1 TeV (2.5), precisamos que o sitio IV seja identificado com a

>Uma identificagdo alternativa, com v; = v igual para todos os sitios e g; e a; varidveis pode
ser encontrada em [68].
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brana IR (y = 7R), e o sitio zero com a brana UV (y = 0). Numericamente, temos:

Mpw
6—k7rR o e—kaN ~ — 10—16 =
P
_ _16ln10 81
g=ef ~ TN ~e W, (3.47)

Essa escolha permite reproduzir a solugdo do problema da hierarquia de gauge
obtida no modelo de RS. Tipicamente o modo massivo mais leve terd massa de
ordem guy = gug" ~ 1 TeV, com gv = 1/a ~ Mp = 10" GeV. O espagamento
da rede 1/a pode entdo ser identificado com o corte ultravioleta da teoria cinco-
dimensional, A ~ Mp. Passaremos agora a apresentar como se d4 a inclusao
dos férmions na desconstrucdo, e posteriormente, como obter a solugdo analoga
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 desconstruida. A acdo fermidnica no
gauge unitdrio serd dada por:
N
S = /d4$ {Z [Or; i@ Y+ VR i@ Yrj+ (100 ¥r, +he)] +
=0

=

N
+ Z A Uj(&R,jfle,j + hC)} s (34:8)
j=1

onde utilizamos a decomposicdo quiral usual ¢, p = £-¢ e v; vem do valor
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esperado de ®;, como anteriormente. Os acoplamentos de Yukawa )\ sempre sao
entre o férmion de mdo direita do sitio j com o férmion de mao esquerda do sitio
J + 1, o que define a chamada diregdo de salto (hopping direction) da teoria. Pode-

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

1:“51‘.,0 Vi Vi Vi, N-1 VN

YRo VR2

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 representacdo fundamental e a seta entrando a representagdo antifundamental
com respeito ao grupo do circulo. A linha tracejada na diagonal indica os aco-
plamentos de Yukawa com os campos de ligacdo. Notamos a auséncia do campo
Yr.n. Mais adiante veremos que essa ¢ uma condigdo de contorno que impde que
o modo zero da teoria seja um campo de mao esquerda. Alternativamente, pode-
riamos ter ¢;, o = 0, obtendo assim o modo zero de méo direita.

A Lagrangiana de massas dos férmions é:

N N
Log =Y (mthrjtor,; +he)+ > Avj(pjatbr;+he) =T M;PTp+he, (3.49)

=0 j=1
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onde ¥, = {¢,...,¢%r n}". Obtemos a matriz de massas para os férmions de
mao esquerda fazendo:

,ug A Lo v1 0 0 0
A o v1 )\211%—1—;1% A1 v2 0 0
0 A1 v A2v§+u§ 0 0
MfM} = (3.50)
0 0 0 )‘2012\1—1+“%V—1 AUN—1UN
0 0 0 AUN—1VUN )\21)]2\,

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

danca de base:

N
Yo=Y b, (3.51)
n=0
E analogamente, diagonalizamos M/ M; com a transformagao:
N
Vi = D Mt (3.52)
n=0

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

Para g ; : i@ Urj + Avjp1 Yrjp + py e =0, (3.53)

Para Q,EL,j : o, Vi + A\ Yrj1 + p; Yr; = 0. (3.54)

Os ¢z, e Y1, terdo massa bem definida se satisfizerem a equagéao de Dirac:

WUy — Mg, =0, (3.55)

PR, — M, =0, (3.56)
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obtemos de (3.53) e (3.54) que

My B+ g WY 4+ Mvoja hiy, =0, (3.57)
My b, + py bl 4+ vy b = 0. (3.58)
E simples desacoplar essas equagdes:
(12 + X203 — m2) hYy + Ajujahfyy , + Mggrvhl ) =0, (3.59)
(12 + X205 — m2) B+ Apjavia by, + Apgoshl L =0. (3.60)

Antes de prosseguir, gostariamos de identificar os parametros livres j; e A
com os correspondentes na Lagrangiana de RS, a fim de que ambas sejam equiva-

lentes no limite do continuo. Por conveniéncia, reproduzimos aqui a agdo (2.46):

TrR =~ ~ = ~
SE{ = /d%/ dy {ekyz'\IlL,Rfy“('?H\IlL,R — (\IjLafi‘I/R — L& R)+
0

(U0 + h.c.)} . (3.61)

Lembramos que U,z = e 2, . Antes de discretizar a acdo, definimos os

operadores de diferencas:

Yip1 — Y

a
Vi = Y1 : (3.62)

a

V5\I/ =

Viw

onde a mudanca ¥(z,y) — 1,;(z) é apenas uma notacdo para indicar que o campo
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1, é funcdo apenas de z*. Assim, tomando:

85\1’ —

V5 + vg\II _ Q/Jj+1 — %71
5 .

> (3.63)

Como V} = —V?, garantimos que a hermiticidade de 95 é preservada na discre-
tizagdo [69, 70, 71].° Tomando o pardmetro de massa em unidades da curvatura
AdS, my = ck, sendo c o parametro de localizagdo do férmion, a agdo discretizada

é escrita:

N
S = /d49€2 a{e" (Up i + Yrjidrtr;) + ck (Grjvr, +he.)
=0

Jr% (@/;RJ@bL,jH —Yr YR 41 + h.c.)} )
(3.64)

A agdo discretizada sofre de um problema tipico enfrentado em teorias de
gauge na rede, chamado problema de duplicagdo dos férmions. Para ver isso, é
atil considerar a agdo no espaco de momentos. Usamos a representac¢do integral
da delta de Kronecker:

Oin = / o @e”’@*k)a, (3.65)

—7/a 27

6 Alternativamente, poderfamos ter tomado 05 — V5, como foi feito para os bésons. Nesse
caso, devemos adicionar divergéncias totais a acdo cinco-dimensional para que ela seja hermiti-
ana, como ¢é feito em [39, 58].
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para escrever:

o s B = 8n)
/ dy¥in o050 — Z arh iy’ -2 2y
0

2a
J,k=0

al ™ dps o e sSen(psa)
= Y a 2 etps =Ry, ST . (3.66)
. —7/a 2m a
7,k=0
Vemos que o propagador fermidnico no espago de momentos possui um polo
adicional nos limites da zona de Brillouin, p5 = £7/a, dobrando o espectro fer-
midnico e, em particular, gerando dois modos zero (para m # 0 obtemos um polo
para p*> ~ m? e um para p* ~ (7/a)?). Uma maneira de resolver esse problema é

introduzindo o chamado termo de Wilson na acéo [69, 70, 71]:”

TR
SWilson = TZG/(#x/ dy\/gq]<85)2\1}
0

TrR ~ ~
~ na/d%/ dyW(05)* W, (3.67)
0

onde a igualdade da segunda linha é valida a menos de termos de ordem mais
alta em a. Tal termo tende a zero no limite do continuo a — 0 (ou, na linguagem
cinco-dimensional, é um operador irrelevante suprimido pelo corte A = 1/a),
mas permitird resolver o problema do espectro dobrado na teoria discretizada,
através da escolha do parametro 7). Para discretizar a agdo de Wilson, definimos

o Laplaciano discreto:

T 2%'.

a2

(95)20 — ViVsT = (3.68)

7 A introdugdo de Swiison €m 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:

N
Swilson = / d'z Y n {Pritr i+ Vritein
j=0

_2772L,ij,j + hC} . (369)

Somamos entdo este termo a (3.64)

SE{ + SWilson =
N _ B —kaj _
/d4$ > {¢L,ji@L¢L,j + R rtr + (cka — 2n) — (Ym0, +hc)
=0
e—kali+3) 1\ - 1\ -
t— [(77 — 5) Yr YR j+1 + (?7 + 5) YR VLj+1 + h.c} , (3.70)

_kaj
onde redefinimos v; — %%‘ para normalizar canonicamente o termo cinético.

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

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

N
si = / d4$2 {VLiPLr; + Vr;jidrYR
=0

e—ka(j+c) _ e*ka(jJr%)

_ T (¢R,j¢L,j + hC) —|— T (&R,j'@Z)L,j—H —|— hC)} s (371)

onde notamos que 1 — cka = e~

j& que mantemos termos até 1* ordem em a.
Podemos agora comparar essa agdo com a agdo da teoria desconstruida (3.48).

Impondo as condi¢des de identificacdo obtidas para os bésons de gauge (3.46),



64 Desconstruc¢do Dimensional

vemos que devemos identificar os parametros livres como [58]:

i < —guigc? Ao g (3.72)

Notamos que a identifica¢cdo do acoplamento de Yukawa A com o acoplamento de
gauge g é consequéncia do fato de que na teoria com dimensdes extras, o campo
de ligacdo esté relacionado ao campo de gauge A;. Do ponto de vista da teoria
desconstruida, esse é um ajuste dos parametros que deve ser feito para obter o
limite correto no continuo.

Substituindo essas condi¢des nas equagdes de movimento (3.59) e (3.60), che-
gamos a:

[q‘(”%) + gD — (g, q‘jﬁ)ﬂ ht, — qhfy, —qthi,, =0, (373)

—(e—1 e—1 —(e—1 _i_1 _
7D 4 D D g TP R =, 0T, = 0, BT

onde z,, = m,,/gv. Novamente, podemos relacionar essas equagdes a equagoes de
Hahn-Exton, e assim podemos escrever as correspondentes solugdes em termos

de fung¢des de g-Bessel e g-Neumann:

Py = NEGT T (@na 75503 + Boyy (@0 6) Yy (eag 7 Hi0D)] . (B75)

1

i, = Niq™? |:J|c—%|(xn 0772¢%) + Bieyy(@n ¢°) Yoy (zn q*j’%;q2)] , (3.76)

2

onde NI e N sgo fatores de normalizacdo e Blex %‘(xn; ¢*) é determinado pela
condicdo de contorno em j = 0. O espectro é obtido da condi¢do de contorno em

j=N.
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Para analizar o modo zero, retornamos as equacgdes (3.57) e (3.58). Para my =

0, elas serdo dadas por:

h §+1,0 Hj L—1/2
= — pu— CL— 5 3.77
s SO (3.77)

ujh +)\vjhj 10=0 =

hi .
=10 _ M5 ert1/2 3.78

A escolha das condigdes 1z y = 0 ou ¢y = 0 permite eliminar o modo zero
de mao direita, ou esquerda, respectivamente. A escolha do pardmetro c determi-
nara qual dos sitios possui maior contribui¢do para o modo zero. No caso de méao
esquerda, como 0 < ¢ < 1, , para ¢;, > 1/2 os coeficientes hfo decrescem do sitio
zero ao sitio N, e assim, analogamente ao caso continuo (sec¢do (2.3)), dizemos
que o modo zero de méo-esquerda estard “localizado” préximo ao sitio zero, cor-
respondente a brana UV, enquanto que para ¢;, < 1/2 estard localizado préximo
ao sitio IV, correspondente a brana IR. Para o modo zero de mao direita, teremos
para cg > —1/2 a localizagdo no sitio IV, e para cg < —1/2 a localizagdo no sitio
Zero.

Definimos a normaliza¢do dos modos massivos dos férmions por:

Z |h? = (3.79)



66 Desconstruc¢do Dimensional

Para o modo zero, as relagdes (3.77) e (3.78) implicam:

L.R

hﬁf = 7R, (3.80)
0,0

onde definimos Z;, = ¢°2~Y? e Zy = ¢~ (*rt1/2)_ Tterando sucessivas vezes, obte-
mos:

hjbR — zthgf. (3.81)

Dessa forma, a normaliza¢do do modo zero é dada por:
N N .
DI = 1 Y 2l =1 (3:82)
J=0 j=0

Efetuando a soma da série geométrica, concluimos que

1-z2, \"
LR —Z4LR
hojp” = (W) - (3.83)

LR

Passaremos agora a estudar os acoplamentos dos modos zero dos férmions aos
bésons de gauge e ao Higgs, e extrairemos consequéncias da teoria desconstruida

com poucos sitios para a viola¢do de sabor.

3.4 Acoplamentos

Vamos considerar os acoplamentos de gauge na teoria desconstruida. Para

um férmion de mao esquerda, eles serdo dados por:

N
Ly = Z@@LJ’Y“AW¢LJ7 (3.84)
=0
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onde g é o acoplamento de gauge, assumido universal para todos os sitios para
que obtenhamos a teoria de RS no continuo. Substituindo as expansées em mo-

dos massivos (3.16) e (3.51), obtemos:

N

Ly= > [3(h5) fimhk,) 0h AL (3.85)

j7n7m7p:O

Os acoplamentos na base de autoestados de massa podem entdo ser definidos
por:
N
Grmp =3O (h5)" fimhE,. (3.86)
=0

Estamos interessados no acoplamento com o modo zero do férmion, para estudar

modificacdes na fisica do MP. Assim, fazemos n = p = 0, obtendo:
N
Tom =3 DLl Fim- (3.87)
j=0

Podemos obter a normalizacdo correta do acoplamento fazendo m = 0, e substi-

tuindo fj,O = fo = 1/\/ N+ 1:

g

- N

g L |2
= 2N |nk P = 2, 3.88
oo N 11 j:0| ],0| N 11 ( )

onde usamos a condi¢do de normaliza¢do para o férmion, (3.82). Como gy = ¢

deve ser o acoplamento de gauge do MP, obtemos a relagao:

3
9= (3.89)
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Essa relagdo é analoga a que existe entre os acoplamentos de gauge 5-dimensional
e os do MP, g = g5/v7R ou seja, N + 1 faz o papel de “tamanho da dimens&o
extra” na teoria descontruida.® De agora em diante, escreveremos os acoplamen-
tos em fungdo de g.

Usando as expressdes obtidas anteriormente pra hﬁo, (3.81) e (3.83), chegamos

ao acoplamento com o m-ésimo autoestado de massa:

a 122
Gom = gVN +1)  (Z1)” (TQ(NLH)> Jim (3.90)
4L

onde Z; = ¢“c~/2). Estamos particularmente interessados no acoplamento com
o primeiro modo massivo, m = 1, j& que ele dard a maior contribui¢do para mo-

dificacoes a observaveis do MP. Assim,

N
, 1— 72
i = VN ETY (2" (W> b oo
7=0

1_L

Analogamente, para o férmion de méo direita, obtemos:

N
1— 7%
gt =gVN +1 Z (Zr)™" <Tw\ﬁl)> Jr1s (3.92)
k=0 — 4R

onde Zp = ¢~ (ert1/2),

O comportamento desses acoplamentos com os parametros de localizag¢do ¢y, r
para uma teoria de poucos sitios nos interessa, pois, assim como no modelo de
RS, ele esta relacionado a violagdo de sabor por FCNC. Como podemos ver na

figura (3.3), o acoplamento de gauge para pequenos valores de N se comporta

8Essa correspondéncia se refere apenas a defini¢do do acoplamento. Na realidade, no limite
do continuo devemos identificar a N com 7R, como na férmula (3.47).
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Figura 3.3: Acoplamentos de um férmion de méo esquerda com o primeiro es-
tado excitado de um béson de gauge, como funcdo do parametro de localizagdo
cr. Do lado esquerdo da figura e de baixo para cima, temos o grafico para N = 2,
N=4,N=15,N=30e N = 90.

de maneira bastante diferente do acoplamento obtido no continuo, exibido na fi-
gura (2.3) (no limite de N grande, ambos coincidem). E interessante notar que
ocorre a rapida saturacdo dos acoplamentos com ¢y, , formando dois platds dis-
tintos. Como vimos na secdo (2.4), a violagdo de sabor se faz presente devido a
ndo universalidade dos acoplamentos de gauge. Assim, como os acoplamentos
saturam-se rapidamente para poucos sitios, eles sdo pouco sensiveis a escolha da
localizacdo, desde que estejam todos no mesmo platd. Por esse mecanismo, es-
peramos suprimir as FCNC na teoria desconstruida de poucos sitios. 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),, no sitio N da teoria. Isso é andlogo a
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localizar o Higgs por uma funcado delta na brana IR no modelo de RS. No capitulo
seguinte, apresentaremos um mecanismo dindmico de localizagdo do Higgs que

permite obter modelos mais realistas.

Os acoplamentos de Yukawa serdo dados por:
EY = i}L,N YH wR,N + h.c. (393)

Assim como no MP, a matriz de acoplamentos Y ndo serd, em geral, diagonal na
base de interagdo, e assim, para obter as massas, deveremos efetuar transforma-
¢des unitdrias independentes nos v';, . Esperamos que todos os elementos de Y
sejam de ordem (1), pois desejamos obter a hierarquia de massas dos férmions
naturalmente, através de suas localiza¢des, como ocorre no modelo de RS. Ex-
pandindo o férmion em seus auto-estados de massa, obtemos a expressdo para

os acoplamentos de Yukawa com o modo zero:

/2 1/2
v, 1-23 1- 73 .
Ly =(Z1)" (Zr) (szm TN | YneYHirothe
= roYoH¢Rro + h.c, (3.94)

onde definimos a matriz de Yukawa que deve corresponder a do MP:

1—- 272 2 1—- 72 2
_ N N —4i — 4R
Embora os acoplamentos Y sejam ndo hierdrquicos, podemos obter a hierar-

quia de massas apenas escolhendo os pardmetros de localizac¢do c;, p, de maneira

andloga ao que ocorre no modelo de RS. Dado que os acoplamentos de gauge
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para poucos sitios saturam-se rapidamente com a localizacdo, esperamos que
seja possivel obter essa hierarquia sem gerar as grandes FCNC que ocorrem no
modelo de RS.

Na secdo seguinte exploraremos o espaco de parametros da teoria de cinco
sitios, e exibiremos solugdes 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 vinculos impostos pelos parametros de precisdo eletrofraca.

Esses estudos levaram a publicagdo do trabalho [31].

3.5 Violacao de Sabor

Para estudar quantitativamente as questdes da violacdo de sabor e dos para-
metros de precisdo eletrofraca, trabalhamos em um modelo de cinco sitios (N =
4). Esse valor de /N ndo é especial, mas é tomado apenas para tornar a discussao
concreta. Enquanto nos mantivermos em um modelo de poucos sitios, as carac-
teristicas serdo qualitativamente semelhentes.

Por simplicidade, tomaremos as matrizes Y, 4 reais. Sempre que uma fase
for importante, por exemplo, na violagdo CP no setor de Kaons, assumiremos o
valor que maximiza a contribui¢do. Efetuamos uma varredura do espago de pa-
rametros, tomando as localiza¢oes entre —1,5 e 1,5 e os acoplamentos de Yukawa
entre —3 e 3, buscando solugdes que resultam na hierarquia de massas e angulos
de mistura dos quarks, com acoplamentos de gauge quase universais para supri-
mir as FCNC. Com trés dubletos de quarks de méo esquerda, trés quarks tipo up
e trés tipo down de méo direita, temos dezoito entradas das matrizes de Yukawa

Y.,c € mais nove localizacdes a determinar. Esses parametros ndo sdo completa-
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mente independentes pois existem classes de equivaléncia no espago de parame-
tros cujos pontos definem as mesmas massas e dngulos de mistura [52, 48, 53].
Isso é intuitivamente claro se pensarmos que, para uma massa fixa, uma variagao
da localizagdo dos dubletos de mdo esquerda sempre pode ser compensada por
uma variagdo na localizagdo dos quarks de méao direita, e vice-versa. Analoga-
mente, se reescalarmos as fun¢des de onda dos quarks por um fator 1, podemos
compensar dividindo o acoplamento de Yukawa pelo mesmo fator, ¥ — Y/n.
Nosso propoésito nado é classificar essas equivaléncias, mas apenas exibir pontos
particulares do espaco de parametros que tem as caracteristicas desejadas.

Examinando o gréfico dos acoplamentos para N = 4 (figura (3.4)), temos
dois platds onde os acoplamentos sdo universais, minimizando portanto a vio-
lacdo de sabor, com uma pequena regido de transicdo aproximadamente entre
0.15 < ¢, < 0.6 (ou —0.15 > cg > —0.6). Para férmions no platod inferior a locali-
zagdo é proxima ao sitio j = N (UV) enquanto que o platd superior corresponde a
localizagdo no sitio j = 0 (IR). Comparando com o caso continuo (figura (2.3)), ve-
mos que no modelo de RS s6 existe um platd, ou seja, s6 obtemos universalidade
para localiza¢des no UV. As solugdes obtidas podem ser classificadas de acordo
com as caracteristicas qualitativas em dois casos, que chamaremos de caso A e
caso B.

Uma solugéo tipica 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
interacdo. Nesse caso, os quarks de mado esquerda estdo localizados no IR e os de
mao direita no UV. Vemos que a viola¢do de sabor é minima, pois mesmo para lo-
calizagOes bastante diferentes, os acoplamentos de gauge se encontram todos no

mesmo platd, com exce¢do de um dos quarks up de méo 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
béson de gauge para N = 4, em unidades do acoplamento do MP. Em vermelho tracejado (azul)
temos o acoplamento de méao esquerda (direita) em fungdo da localizagdo cr,(g)-

pois necessitamos obter a grande massa do quark top. Como tanto os quarks de
mao esquerda quanto os de méo direita tipo down tem acoplamentos universais,

nesse caso nao existe violacdo de sabor no setor down, e assim os vinculos da

-15 -10

-05
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Figura 3.5: Acoplamento de gauge dos modos zero dos dubletos de mao-esquerda de quarks
com o primeiro modo massivo de um béson de gauge para N = 5, em unidades do acoplamento
do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de interacdo. A
figura corresponde ao caso A.
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Figura 3.6: Acoplamento de gauge dos modos zero dos singletos de méao-direita de quarks

tipo down com o primeiro modo massivo de um béson de gauge para N = 5, em unidades do
acoplamento do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de
interacdo. A figura corresponde ao caso A.
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Figura 3.7: Acoplamento de gauge dos modos zero dos singletos de mao-direita de quarks
tipo up com o primeiro modo massivo de um béson de gauge para N = 5, em unidades do
acoplamento do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de
interagdo. A figura corresponde ao caso A.
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fisica de Kaons que exigem Mg i ~ 30 TeV no continuo [57] sdo evitados, como
veremos a seguir. Existe apenas uma violagdo de sabor pequena no setor up, de
maneira que os vinculos mais restritivos virdo da mistura de mésons D°.

Para o caso B, uma das solugdes é mostrada nas figuras (3.8), (3.9) e (3.10),
todos os quarks estdo localizados no platd UV, com excessdo de um dos dubletos
de mdo esquerda e um dos quarks up de méao direita, novamente devido a massa
do top. Esse caso é mais parecido com o que ocorre em modelos de dimensdes
extras curvas. Nesse caso, a violagdo de sabor é visivelmente maior do que no
caso A e, em particular, a ndo universalidade dos acoplamentos dos dubletos in-
duz violagdo de sabor para os quarks tipo down. No entanto, como veremos, as

contribui¢des para os parametros de precisdo eletrofraca sdo menores.

10}

Lo e c
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Figura 3.8: Acoplamento de gauge dos modos zero dos dubletos de mao-esquerda de quarks
com o primeiro modo massivo de um béson de gauge para N = 5, em unidades do acoplamento
do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de interagdao. A
figura corresponde ao caso B.

Se a nossa intengdo é apenas resolver os problemas de hierarquia associados
ao setor eletrofraco, ndo é estritamente necessario assumir que as interagdes for-

tes se propaguem no diagrama quiver, mas vamos considerar esse caso pois 0s
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Figura 3.9: Acoplamento de gauge dos modos zero dos singletos de méao-direita de quarks

tipo down com o primeiro modo massivo de um béson de gauge para N = 5, em unidades do
acoplamento do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de
interagdo. A figura corresponde ao caso B.
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Figura 3.10: Acoplamento de gauge dos modos zero dos singletos de mao-direita de quarks
tipo up com o primeiro modo massivo de um béson de gauge para N = 5, em unidades do
acoplamento do MP. Os pontos azul, verde e vermelho representam diferentes sabores na base de

interacdo. A figura corresponde ao caso B.

vinculos mais restritivos virdo de assumir que a violagdo de sabor é mediada
pelo boson de gauge de SU(3). e sdo esses vinculos que podem ser diretamente

comparados com os obtidos para os modelos em AdSs.
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Para estudar quantitativamente os efeitos de violagdo de sabor, precisamos

efetuar a rotagdo para a base de autoestados de massa na matriz de acoplamen-

tos, segundo a expressao:

ng

guL

L' 0

0

0 O
ey, 0 LU )
0 gtL

(3.96)

onde L é a matriz unitdria que roda para base de autoestados de massa os quarks

up de mdo esquerda e os acoplamentos g, , g, € g, sdo os definidos por (3.91).

Analogamente, definimos matrizes de rotacdo para Ry para os quarks up de méao

direita, e Rp e Lp para o setor down de mdo direita e esquerda, respectivamente,

como na equagdo (2.80). Os acoplamentos responsaveis pelas transi¢cdes que vio-

lam sabor serdo os elementos fora da diagonal dessas matrizes. Para as duas

solugdes exibidas, eles estdo 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,

drag(MM) ~ 1.

L R L R
[Goe[ [1Ix10° [ 22x 105 | [G*[ [ 5.7 x107° | 1.6 x 10~ °
(G 20X 1075 [23x10°° | [GH[[1.9x10% [21x 10
G [55%x10°0]68x10 %[ |G [59x 1077 | 2.5 x 10°°

Tabela 3.1: Caso A: Valores dos acoplamentos nao diagonais dos quarks ao pri-
meiro estado excitado do gluon.



78 Desconstruc¢do Dimensional
L R L R
|G%¢ | 2.8 x 1073 [ 29 x 1074 | |G%*] | 5.7 x 107 | 6.5 x 107°
|GW 142 %1072 [29%x 1073 | [G**] [ 5.9 x 1073 | 5.0 x 107>
|G [33%x107 2 [1.8x 10T [ [G*] [6.7x10° [1.2x 10 *

Tabela 3.2: Caso B: Valores dos acoplamentos ndo diagonais dos quarks ao pri-
meiro estado excitado do gluon.

A troca do primeiro modo massivo no canal s resulta na Hamiltoniana de

interacdo (valida para momentos ¢ < M, onde M é a massa do estado):

L i ij ij a 13N ij a
Har = oz (Do (G Py + GPRITS0) (03" (G Py + GHPRTAG),  (97)
G
onde T sdo os geradores de SU(3), P r = (1 F+°)/2 sdo os projetores quirais,
a, 3, 0, A sdo indices de cor e i, j, k, | de sabor. Podemos simplificar essa ex-

pressdo utilizando a relacdo de completeza para os geradores de SU(N):

N2-1 1 1
> TaT = 3 (%565 — Naaﬁaﬁ) . (3.98)
a=1
E as identidades de Fierz:
VLY VDT = VLY UL LYL,
VY URVR VR = VRV URVEY VR,
VLY L R R = — 20 Y RRYL. (3.99)

Chegamos assim a Hamiltoniana efetiva para transi¢des com AF = 2 (i = &,
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1 1 i G (T j 71 j
G
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onde M é amassa 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 A = M. Seguindo a convencdo adotada na literatura [72], as

contribuicdes resultam nos coeficientes:

1(G7)? GG} GGy
011\4(MG):6( MLQ) o On(Me) = =5, Ch(Me) = 555, (3101)
G G G

onde M = K, D, B, B; se refere aos mésons que participam da transi¢do (por
exemplo, se M = K, entdo i,j = d,s). Os ajustes feitos pela colaboragao UT-
Fit [72] resultam entdo em vinculos para os coeficientes de Wilson (para o caso
dos Kaons, utilizamos vinculos mais recentes vindos de calculos na rede [73]),
e consequentemente, para a massa )M, uma vez que fixamos os acoplamentos.
Alguns cuidados sdo necessdrios na interpretagdo desses vinculos. Em geral o
coeficiente de Wilson teréd a forma genérica C* = F'/A?, onde os F* sdo fungdes
dos acoplamentos e possiveis fatores de loop e A é o corte da teoria efetiva, que
déa a escala da fisica nova. O vinculo mais conservador vem de tomar os F' = 1
e, nesse caso, o vinculo sobre o coeficiente se traduz diretamente num valor mi-
nimo para o corte A. Por outro lado, em nosso modelo, os acoplamentos serdo
naturalmente suprimidos, e assim o corte, que corresponde a massa M, podera

ser consideravelmente mais baixo. Nos casos em que a escala assumida no vin-
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culo e a escala da massa M sdo muito diferentes, é necessario ainda considerar
corregdes que vem da evolugdo sob o grupo de renormalizacdo dos coeficientes
de Wilson. De maneira simplificada, os operadores serdo corrigidos por fatores
da forma 7; ~ (a,(A)/as(Mg))*, onde a4(r) é a constante de acoplamento forte e

a poténcia a; é diferente para cada C; [74].

Parametro Intervalo de 95% Limite inferior Vinculo para
de confianca (GeV~2) ara A (TeV Mg (TeV
p
ReCL [~9.6,9.6] - 1013 1.0-10° 0.2
ReCk [—3.6,3.6] - 1015 17 -10° 0.1
ReC%; [—1.0,1.0] - 107 10 - 103 0.1
ImCL [—2.6,2.8]-10 1.9- 107 2.6
ImC% [—4.1,3.6] - 10718 49 - 10 3.0
ImC?, [—1.2,1.1] - 10717 29 - 10* 1.0
ICL)] <72-10° 8 1.2-10° 1.0
4| <4.8-1071 46-103 2.9
C3)| <48.10713 1.4-10° 0.5
ICL] <23-101 0.21- 10° 0.3
C4 | <2.1-10713 2.2-103 0.3
1C3, <6.0-10713 1.3-103 0.1
&3 <11-10° 30 0.1
\048 <1.6-1071 250 0.1
IC3. <45-107H4 150 0.03

Tabela 3.3: Intervalo de 95% de confianga para C'(A) e correspondentes vinculos
para a escala de nova fisica A, obtidos das referéncias [72, 73]. A dltima coluna
corresponde ao vinculo para a massa do primeiro estado massivo do gltion para
o caso B descrito no texto.

Os resultados estdo 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 confianca. A terceira coluna d4 a escala de fisica nova obtida se assumirmos

C(A) ~ 1/A? e a quarta coluna o vinculo 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 sdo ordens de grandeza menores que no caso B, e assim, ndo
existe vinculo significativo nesse caso.
Como esperado, no setor down vemos que o vinculo mais restritivo para o

caso B vem da fisica de Kaons. O vinculo que vem de ImCY; resulta em:

Mg > 3 TeV. (3.102)

Outro vinculo similar vem de ImC},, que resulta em Mg > 2.6 TeV. No setor up,
o vinculo sobre |C},| requer Mg > 2.9 TeV. Nesse caso, a violagdo de sabor vem da
localizacdo do quark top préxima ao sitio N que é necessdria para gerar a massa
do top. Em comparagdo, vimos que os vinculos similares para o modelo de RS
requerem que o primeiro modo de KK do gluon tenha massa Mk 2 30 TeV [57].

Vemos entdo que a teoria desconstruida com poucos sitios permite manter as
solugdes para os problemas de hierarquia de gauge e de massas dos férmions, que
sdo caracteristicas atraentes do modelo de RS, com a possibilidade, no entanto, de
evitar as grandes FCNC geradas pela ndo universalidade dos acoplamentos. Pas-

samos a examinar os vinculos que vém dos parametros de precisdo eletrofraca.

3.6 Parametros de Precisao Eletrofraca

Uma fonte importante de vinculos para teorias além do MP é dada pelas medi-
das de precisdo da teoria eletrofraca [3, 4]. Usualmente, as corre¢des mais impor-
tantes sdo as que afetam a auto-energia dos bésons de gauge de maneira univer-
sal, chamadas corre¢des obliquas, que tém a forma do diagrama da figura (3.11),

onde somamos as contribui¢des dos processos irredutiveis de uma particula (one-
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Figura 3.11: Auto-energia de um béson de gauge V,,. A regido cinza representa a soma das
contribui¢des 1PI. O momento carregado pelo béson é g,,.

particle-irreducible - 1PI).” Antes de discutir as corre¢des obliquas propriamente,
vamos relembrar a interpretacdo da auto-energia, ou fungdo de polarizagdo do
VAacuo.

A auto-energia pode ser escrita como:
A1 (¢%) = i [y (62)g" — Avvr (6)d"q"] (3.103)

onde em geral V' # V'. Se assumirmos que o béson se acopla a férmions leves, o

termo Ay (¢?) pode ser desconsiderado, pela equacio de Dirac:
iq, J" = Yig = Ypmyp ~ 0. (3.104)

Podemos ressomar as inser¢des de Il (¢?) no propagador (gauge de Feynman):

_igm/ _ig/ux .
¢ — My ¢ — M

. 2
—t9uv vy ( Iy )
=—"— 11+ + + -
qQ—Ma( VRS VR

_iguu 1 _ig/w
= = . 3.105
¢ = Mi1— 2y ¢ = My —1Ilyv(e?) ( )
— My

“Um exemplo importante de correcdes ndo universais sdo as que afetam o vértice Zbb.
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Expandindo Iy (¢?) = Hyy (ME) + I, (M2)(¢* — M2) + - - -, obtemos as corre-

¢Oes para o polo e residuo do propagador:

—iGuw =g (1 + Ty (M7))
@ — Mg —Tyy(¢?) ¢ — M§ —Tlyv (M)

(3.106)

Portanto a massa é corrigida por 6 M7 = Il (M) e o residuo por 6Z = II,,, (M.
Notamos que Ilyy em geral ndo é uma fungdo real, e sua parte imagindria con-
tribuira para a largura da particula [1]. Para o f6ton, a auto-energia é transversa
(qHH%(qQ) = 0) pelas identidades de Ward e o polo ndo é deslocado [1]. Na
Lagrangiana efetiva que considera as corre¢des quanticas vindas de ITyy(¢?), po-

demos escrever:
1 / 102 1 2 11 VH
Ly = _1(1 + va)FuuF + §(MV + VV)V;A ) (3.107)

onde F),, é o tensor intensidade de campo de V.
No MP, temos quatro fun¢des de polarizacdo de vacuo para o setor eletro-

fraco, 1L, Hww, Ilzz, e Il,z. Um conjunto equivalente, que podemos adotar

por conveniéncia, é dado por [1]:

I, = €2HQQ’
HWW = 92H117
11, = (92 —+ 9/2) [Hgg — 23121,1_[362 + S?UHQQ] )

H'yZ = gg/ [HgQ - S?UHQQ} s (3108)
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onde e* = ¢*¢”/(g*+ ), s2, = ¢"*/(¢*+¢”*) define o seno do angulo de Weinberg,
1, 2, 3 denota os geradores de SU(2), e Q = 15 + Y é o operador carga elétrica.
As contribui¢des da fisica nova para essas auto-energias afetam quantidades ob-
servaveis, sujeitas a medidas de grande precisdo. Assumindo que a escala de
fisica nova A é muito maior do que o momento ¢ tipico dos processos, podemos

utilizar a aproximacao Iy (¢?) ~ Iy (0) + T} (0)g?, obtendo:

H’Y’Y(QQ) = q2ny'\/(O)a
H'yZ(q2> = QQHZ\/Z(O)a
Mww (¢%) = Myww (0) + ¢* Ty (0),

77(q°) = Mz2(0) + ¢°I154(0), (3.109)

onde lembramos que II,,(0) = II,2(0) = 0. Temos portanto, seis pardmetros,
trés dos quais podem ser determinados pelas condi¢des de renormalizacdo dos
parametros do MP. Usualmente sdo tomados os que sdo medidos com maior pre-
cisdo: a constante de estrutura fina, «, a constante de Fermi, G, e a massa do
béson Z, M. Os outros trés fornecem entdo previsdes mensurdveis. Nesse caso,

um conjunto de observdveis ttil para parametrizar as corre¢des obliquas sdo os
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parametros S, T e U de Peskin-Takeuchi [75], definidos por:

1671- / 92 - 9/2 / /
5= 207 (HZZ<0> _9 =9 ) -1 (0)

o 92 _'_ 9/2 gg/
= 16 (IT35(0) — I3, (0)) . (3.110)
o Ar (Lww(0)  1Iz2(0)
e\ My M3
16
= 2—7T2 (I111(0) — I33(0)), (3.111)
Vgw €
167 ,_, N ) -
= 167 (11}, (0) — I135(0)) , (3.112)

onde vgw = 246 GeV é a escala da quebra da simetria eletrofraca. Veremos a
seguir que S e T sdo gerados na Lagrangiana efetiva por operadores de dimensao
seis. Na pratica, o pardmetro U ndo é muito utilizado, pois contribuicdes a ele sdo
suprimidas em relacdo a S e T, pois vem de operadores de dimenséo oito. Esses
parametros sdo calculados para um valor de referéncia das massas do Higgs e
do quark top. Para m; = 173 GeV e m;, = 126 GeV o resultado é dado por [76]
SeP =0.03£0.10 e TP = 0.05£0.12, que deve ser comparado com as previsdes
da fisica nova.

Integrando fora os modos massivos de gauge, o modelo que consideramos

(assim como o modelo de RS) ird gerar operadores que contribuem para S e T.
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Eles serdo parametrizados pela Lagrangiana de dimensao seis [47, 77]:

'S, Tye?
Lo= 2920 gipeg e - -
8mviy TUEw

(D, H) H[*+

. n a a yY T V; T .
(ZUQJ AT (D, H)'T"H + 1252 L by (D, H) H + v;kl (CRUNTRIIES h.c.>
EW

EW EW

(3.113)

onde Y; ¢é a hipercarga do férmion v;, W, e B, s@o as intensidades de campo
de SU(2), e U(1l)y e H é o dubleto de Higgs. Assumimos que as constantes
So, To, xj, yj, Vijm sdo pequenas e trataremos seus efeitos até 1* ordem. Para
entender a modificagdo induzida por esses operadores, inserimos o valor es-
perado de vacuo do Higgs H' = (0,vpw/v2) e a derivada covariante D, =
O, +1igT*W* +ig'Y B,,. Consideramos primeiro os operadores que ndo involvem

férmions, da primeira linha de (3.113):

Tye? Tye?v? Tye?v?
~ 5 EW|(D WH)HI? = == B (—gW) +g'BY) = == B g7, 27,
'S, 'S,
. 8“;“71} " HIT*HB"W?*, — —g?f}%OBWW?f”. (3.114)
EW

Esses operadores contribuem para S e T precisamente com o valor dos pardmetros
So e Ty da Lagrangiana. De fato, comparando com (3.107), identificamos a essa

ordem:

Toe UEW 2412,

_—  yw =0
167 ww

HWW HZZ . Tge . T€

MZ M Am o 4w

1_[ZZ =
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Analogamente, o operador que mistura os termos cinéticos de B* e W4’ contribui
S = Sop.

Passamos a examinar os operadores que involvem correntes fermidnicas em
(3.113). As contribui¢des mais importantes dos operadores de quatro férmions
sdo os vinculos de sabor discutidos na sec¢do anterior, e eles ndo afetam signifi-
cativamente os parametros de precisdo [47, 77], assim, nos focaremos nos opera-
dores proporcionais a z; e y;, que ndo contribuem diretamente para S e T, mas

modificam as correntes neutra e carregada do MP:

Dy T (D, H)TH + h.c =
UEW
\/‘ 4

. y -
i 5" (DuH) H + he =
Vpw

S T Wik + (g%W“ — 9'B" )y Ty, (3.115)

= g0, — ¢ B0 (3.116)

Adicionando a contribui¢do do MP, vemos que essas contribui¢des correspondem

as modifica¢des nas correntes:

JEwEs = (14 20) T W

V2
JZZuI\/ﬁ[g (1+ 4(9 +4 ))T - g? <1+Zj(9 +9 )>YJ} Vi 24,

(3.117)

Vamos supor que z; e y,; tenham uma forma universal, independente do férmion
ao qual os bésons de gauge se acoplam. Isso serd o caso em nosso modelo quando

os férmions estiverem localizados no mesmo platoé do acoplamento de gauge com
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o primeiro modo massivo (figura (3.4)). Mais precisamente, impomos a condicao:

L_Y%_, para todo j. (3.118)

92 g/2
Nesse caso, é facil ver das equagdes (3.115) e (3.116) que a redefini¢do dos campos:

28
%

20’ /a’
- - 11
4)+ng T (3.119)

a a
B — B(1 —9’21)+W?’gg’1,

W= W*1-g

W3 = W31 —g

restaura as correntes neutra e carregada a sua forma no MP [77]. No entanto, essa
mudanga gera novas contribui¢des para S e T. Por exemplo, as massas dos bosons

W e Z sdao modificadas por:

2a

M2, — M2, (1 — %) = My, (1 + §Tlyw),

a

M§—>M§(1 .

(9% +97) = M3(1 + 0Tl z7).

Portanto, de (3.112), vemos que T é dado por:

27Tg/2

T="T,+ a (3.120)

e2

Analogamente, analizando a modificagdo nos tensores de intensidade de campo,

vemos que o parametro S sofre a mudanga:

S =Sy + 8ma. (3.121)
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Vemos que quando as corre¢des de vértice sdo universais, temos a liberdade de
redefini-las como correg¢des obliquas.

Tendo estabelecido o formalismo, vamos computar S e T para o modelo de
cinco sitios, assumindo um dubleto de Higgs localizado no sitio IV e o grupo no
quiver SU(2);, x U(1)y. As contribuicdes para S e T serdo geradas pelos modos
massivos de gauge. A Lagrangiana de interacdo com o Higgs é dada, ao substituir
o valor esperado de véacuo, por:

Ly = D =T (W (W) ()

~ o~ ~12

2 2
+ B (BN + BBV (3122)

onde omitimos os indices de Lorentz. Lembramos que os acoplamentos estdo

relacionados aos do MP por:
") = VN +14". (3.123)

Expandindo em auto-estados de massa:
N
Wi =" fnWwe o). (3.124)
=0

E analogamente para B}, vemos que, se tratarmos as insergdes do vev do Higgs
como uma perturbagdo, elas induzem mistura entre os modos massivos. Por essa
razdo, teremos contribuicdes para T e S ja a nivel arvore (0 mesmo ocorre em
AdSj5). A mistura dos modos zero dos bésons de gauge com os seus modos mas-

sivos estd representada pelos diagramas das figuras (3.12) e (3.13).
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Figura 3.13: Mistura a nivel drvore de W.” e BU).

Da Lagrangiana (3.122), vemos que o modo zero de W s6 se mistura com
os seus proprios modos massivos, enquanto que W4 se mistura também com os

modos massivos de B* e vice-versa. Podemos ler o vértice da mistura W B:

SV 1)gg' vy

1 fonfin,
e da mistura WIV:
(N + 1)g%0?
Z( ig EW fo,ij,N-

Lembrando que os vevs dos campos de ligacdo escalam como v; = v¢/, vemos
que, para cinco sitios, o vev do tltimo campo de ligacdo em j = 4 serd de ordem
TeV para ¢* = e "N = 10716, 0 que d4 a escala de massas do modo massivo mais
leve. O proximo auto-estado terd massa de ordem vg® ~ 10* TeV, de maneira que
suas contribui¢des podem ser ignoradas com seguranga.

Comparando as figuras (3.12) e (3.13) com a figura (3.11), vemos que a or-
dem mais baixa de teoria de perturbagdes, as polariza¢des de vacuo sdo dadas

pelo quadrado desses vértices de mistura vezes o propagador do primeiro modo
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massivo correspondente avaliado para o momento p* = 0. Assim, temos:

, (N + 1)g%0v? i (N +1)g*v?

zg2H11(0) :z< ig EW fonfin M(l)QZ< ig EW fonfin
2

. 9 (N+ l)gngW
— 19 (WfO,Nfl,N )

2 2 2

. 9 o (N + 1)“%1/1/ g g

ig°T33(0) = — ig (TfO,NfLN 102 + ICE R (3.125)

onde denotamos a massa do primeiro modo massivo por M. A contribuigdo
da mistura WW se cancela entre II;; e Il53, e assim, esses diagramas geram a
contribuicdo para T:

167 Vi T q”

T, = UEW@ [H11(0) _ H33(0)] = (N + 1)2 (fo,Nfl,N)2 Mm2

(3.126)

A correspondente contribui¢do para S dependerd da derivada da polarizagdo do
VAacuo:
d 1 1

H/\/V(()) ~ d_pzm p2:0 — —W (3127)

Que iremos desconsiderar, pois estd suprimida por um fator 1/M M4, As modifi-

cagdes das correntes fermidnicas sdo 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 0 modo zero sdo dados pela equacdo (3.91):

173
901 /72 Z1.r)” (1—Z—N“> fij, (3.128)

L,R

cr—1/2

onde Z; = ¢ e Zp = ¢ 1/ Quando consideramos a troca de WiV
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Figura 3.14: Contribuicdo para a modificacdo das correntes. X ) representa qualquer campo

que se acople com W(©),

entre o férmion e o modo zero de W3, obtemos o coeficiente proporcional a z; da
equagdo (3.113). Analogamente, a troca de B () resulta em uma contribuicao para

y;. Obtemos assim:

Ly Yj UEW 2 Jo, Nlegou

—= === N+1 . 3.129

92 g,2 4 ( + ) M(l g ( )
No caso em que as localizagdes sdo universais, go1; = go1, Obtemos entdo das
equagdes (3.120) e (3.121) uma contribui¢do para S e T que deve ser somada a j4
calculada para T (3.126) para chegarmos a expressao final para os parametros de

precisdo eletrofraca:

v2omd? (N + 1 1
T= EVZQQ ( >f0Nf1N(f0Nf1N+_%)a
2f0Nf1N901

o 2
S = 2mvgy (N +1) 0z g

(3.130)

Para avaliar S e T, precisamos saber o valor de fy v, fi,n € go1. Como a fungéo
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de onda do modo zero é plana, temos simplesmente fox = 1/v/N +1 = 1/V/5
da equacdo (3.28). Para férmions localizados nos platds, podemos ler o valor de
go1/g do gréfico do acoplamento para N = 4, mostrado na figura (3.4). Temos os
valores go1/gluv ~ —0.5 € go1/g|1r =~ 2. Podemos relacionar esses valores a f;  se

notamos que, para férmions localizados em j = 0:

L.R N 2
? - ]_ - Z
Jo1 — lim /N +1 Z (ZL7R)2J % fl,j =N —+ 1f170. (3131)
g UV ZL,r—0 =0 11— ZL,R

Similarmente, para férmions no sitio N:

LR N 2
El . 1 - Z

DL = lim VNL1Y . (Zeg)” ——oim | fu= VN + 1 iy
g R Z1,R—00 =0 1-— ZL R

(3.132)
Ou seja, fix ~ —2/+/5. Para calcular S e T, precisamos definir a parte universal
das correcdes de vértice que sera atribuida as corre¢des obliquas (naturalmente,
isso é uma convencdo, e o ajuste da teoria deve levar em conta também as cor-
re¢des ndo-obliquas). Escolhemos tomar a localizagdo do platd de méo esquerda
como a parte universal nos casos A e B. Como no caso A os dubletos estdo lo-
calizados no sitio j = N, e no caso B no sitio j = 0 (exceto a terceira geracgdo),
as contribuic¢des fermidnicas para S e T irdo diferir entre os dois casos pela razdo

96 l1r/ 98 vy ~ —4. O resultado obtido para o caso B é:

2
0.17 x (ﬂ) ,

N
12

M)

3TeV>
T ~ 0.16 x (M—(el)) , (3.133)

que deve ser comparado com o valor do ajuste experimental para m; = 173 GeV
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e my, = 126 GeV, dado por [76] S*P = 0.03 £ 0.10 e TP = 0.05 £ 0.12. Vemos
entdo que a massa M = 3 TeV estd dentro do intervalo de confianga de 95%.
Este valor é o bastante para satisfazer os vinculos de precisdo e também os de
sabor, como vimos. Em contraste, um célculo semelhante feito para o modelo
de RS resulta em contribui¢des muito grandes para o pardmetro T, que em geral
requerem a extensdo do grupo de gauge no bulk para SU(2);, x SU(2)r x U(1)x,
que é quebrado ao grupo eletrofraco do MP por condic¢des de contorno [77, 47,
48]. Contribui¢des adicionais para S e T virdo de loops envolvendo também os
modos massivos dos férmions, e sdo importantes especialmente para a terceira
geracdo. Estas corre¢des, bem como contribui¢des vindas dos campos de ligagdo
deverdo ser estudadas no futuro.

Iremos agora extender nosso modelo para um caso mais realista, onde o Higgs
é um pseudo béson de Nambu-Goldstone, e se localiza naturalmente préximo ao

sitio infravermelho.



Capitulo 4

O Higgs Como um Pseudo B6son de

Nambu-Goldstone

4.1 Motivagao

De maneira geral, como argumentamos no capitulo (1), um desafio enfrentado
por modelos de fisica além do MP que buscam resolver o problema da hierarquia
de gauge é o fato de que os vinculos de sabor e de precisdo eletrofraca reque-
rem que a escala de fisica nova Mpgs), seja elevada a varios TeV, enquanto que
a escala eletrofraca é de apenas Mgy ~ 100 GeV. De fato, o recém descoberto
candidato a béson de Higgs [6, 7] possui massa M}, ~ 125 GeV (um valor leve,
que ja era favorecido pelos ajustes dos parametros de precisdo [3]), enquanto que
ainda ndo hé evidéncias da existéncia de outras particulas preditas por extensoes
do MP, o que indica que, caso existam, suas massas deve estar perto ou acima
da escala TeV. Assim, mesmo para modelos que apresentam soluc¢des naturais do

problema da hierarquia de gauge, muitas vezes ainda é necessario um pequeno
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ajuste fino de ordem Mgy /Mpsy, que podemos chamar de um “pequeno pro-
blema da hierarquia” [78, 79, 80, 81].

Uma maneira de garantir que a separac¢do 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 quantica de
campos: o mecanismo de Goldstone. De fato, bésons de NG sdo escalares na-
turalmente sem massa mesmo a nivel quantico, pois sua massa é protegida por
uma simetria global. Na natureza encontramos exemplos de particulas escalares
cuja massa leve é explicada por corresponderem a bésons de NG. Os pions na
QCD podem ser vistos como bésons de NG da quebra espontanea da simetria
quiral, o que garante a separagdo de escalas entre a massa do pion e a dos outros
héadrons [8]. Como a simetria quiral é quebrada explicitamente pelas massas dos
quarks up e down e pela interacdo eletromagnética, os pions ndo sdo bésons de
NG exatos e adquirem uma pequena massa. Por essa razdo, eles sdo chamados
de pseudo bésons de Nambu-Goldstone. Nesta se¢do, veremos como o pequeno
problema da hierarquia se manifesta em modelos de dimensdes extras curvas, e
uma possivel solugdo, depois discutiremos a versdo desconstruida desse meca-

nismo e como ela se insere no contexto mais amplo do Higgs como um PBNG.

Para modelos em AdS5, vimos que é possivel gerar naturalmente uma hierar-
quia de escalas através da geometria da dimensao extra curva. Assim, desde que
o boson de Higgs esteja localizado préximo a brana IR, temos uma solugado para o
problema da hierarquia de gauge. No entanto, a solu¢do nao é completamente sa-
tisfatoria, pois ndo consideramos a razdo dinamica da localiza¢do do Higgs. Além
disso, como vimos, os vinculos de precisdo eletrofraca e de sabor exigem que a

escala de massas dos modos de KK esteja em torno de My ~ 10 TeV [57,48,77],



4.1 Motivagao 97

enquanto que a escala eletrofraca é de ordem Mgy ~ 100 GeV. Se tentamos expli-
car a origem dessas duas escalas através do fator de warping M;p = Myye * R,

vemos que ainda é necessario um ajuste fino de ordem Mgy /M ~ 1073

Tanto o pequeno problema da hierarquia quanto o problema da localizagao
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 unificacdo gauge-Higgs
(Gauge-Higgs Unification - GHU) [82, 83, 84, 85]. Nao iremos desenvolver esse
tema em detalhe aqui, mas apenas apontar as caracteristicas principais desse tipo
de modelo, para tornar mais intuitivo o que faremos na versdo desconstruida nas
proximas sessoes.

A primeira vista, pode parecer impossivel obter o Higgs, que é um escalar na
representacdo fundamental de SU(2),, de um campo de gauge, que é um vetor e
vive na representacdo adjunta. A questdo do spin é resolvida se lembramos que
o campo de gauge cinco dimensional se decompde como Ay, = (A,, As), onde
sob o ponto de vista quadridimensional, A, é um vetor e A5 é um escalar. De
fato, vimos na descri¢do de modos de KK do campo de gauge (segdo (2.2)) que
as componentes A; podém ser vistas como bésons de NG da quebra da simetria
translacional no orbifold, que sao absorvidos e ddo massa para os modos de KK.
Assim, poderemos obter o Higgs se o espectro contiver modos zero de A5, que sdo
escalares leves em quatro dimensdes. J& o problema da representacdo é resolvido
estendendo o grupo de gauge no bulk a um grupo maior, que contém o grupo
eletrofraco como subgrupo. Esse grupo maior é entdo quebrado por condi¢des
de contorno no orbifold, de maneira tal que as componentes A5 correspondentes a

um dubleto de SU(2), 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)xU(1), existem quatro bésons de NG, que é o namero de graus de liberdade
necessarios para o dubleto complexo de SU(2).! Expandimos o octeto de SU(3)
segundo Ay = A4, T4, e tomamos a base de geradores do grupo SU(3) como

T4 = M /2, em que A\ sdo as matrizes de Gell-Mann:

010 0 —i 0 1 00
M =1100], X=(i 00], X=[0-10], &1
000 0 00 0 0 0
00 1 00 —i 000
Mo =loo0o0], X=[0o0 0], X=[o0oo01],
1 00 i 0 0 010
0

Nessa base, uma escolha simples de orientacdo dos geradores do subgrupo
SU(2) x U(1) consiste em tomar o subgrupo SU(2) gerado pelos 7% = \'/2, i =
1, 2, 3, e o gerador de U(1) como T® (com uma possivel normalizagdo). 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 decomposicao da
adjunta de SU(3) no subgrupo SU(2): 8 = 3® 2 ® 2 @ 1. Assim, escolhemos as

condig¢des de contorno do octeto de gauge de SU(3) no orbifold segundo:

!Qutra possibilidade é a quebra SO(5) — SO(4), onde SO(4) = SU(2);, x SU(2)r contém o
grupo custodial SU(2)r. A hipercarga é entdo tomada como o gerador T'5.
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onde (++) se refere a condi¢gdes de contorno de Neumann nas branas UV e IR,
respectivamente, (0 que garante a existéncia de um modo zero) enquanto que
(——) se refere a condi¢des de Dirichlet (nesse caso, ndo ha modo zero). Lembra-
mos que para preservar a simetria Z,, quando A, obedece condi¢des de contorno
(++), A5 tem de ser (——) e vice versa. Vemos que sob essas condi¢oes de con-
torno, o espectro de baixa energia (modos zero) contera os bésons de gauge de
SU(2) x U(1), (A}, A% A% A%), mais um dubleto escalar (A3 + 1A, A% +iAf),
que vamos identificar com o Higgs.

Usando as equag¢des de movimento e a expansdo em modos de KK de A4,
de maneira andloga ao que fizemos na se¢do (2.2), pode-se mostrar que o modo
zero de A# é localizado segundo Aéo)’A(a:, y) = h(x)"e", ou seja, localizado no in-
fravermelho, como precisamos para resolver o problema da hierarquia de gauge
[86, 43, 44].

A nivel arvore, os modos zero tem massa nula, mas obviamente se quisermos
efetuar a EWSB precisamos de um potencial néo trivial para o Higgs. A questdo
mais importante a resolver nesse tipo de modelo é entdo como gerar uma massa e
um termo quartico para os modos zero de A;. Como A; é parte de um campo de
gauge, esperamos que sua massa seja protegida pela simetria de gauge. Porém,
surpreendentemente, é possivel adquirir uma massa para As por corre¢des radi-
ativas devido a geometria ndo trivial da dimensdo extra. Podemos considerar a
linha de Wilson, W = Pexp(i [ dyAs), que se enrola em torno do circulo S; em
que a dimensdo extra é compactificada. Esse loop de Wilson ndo pode ser con-
traido a um ponto, e o valor da fase de Aharonov-Bohm adquirida ao dar uma
volta em torno da dimensdo extra se torna uma varidvel dindmica. O valor da

fase é afetado por corre¢des radiativas, e determina o potencial de A; [43, 87, 44].
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De fato, se gerarmos o operador |Tr[IV]|?, que é invariante de gauge, vemos que
ele contém uma massa para o modo zero de A; em sua expansado. Além disso,
como esse operador é ndo local na dimensao extra, logo, ndo pode haver uma
divergéncia 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 serd da ordem da escala de compactificacdo, ~ Mk, dividida por um
tator de loop, o que garante a separacgdo das escalas Mk e m;, (pequena hierar-
quia) [87, 86, 43].

Estamos interessados na versao desconstruida desse mecanismo, que nos daré
um Higgs naturalmente leve e localizado no sitio N. Essa questdo foi analisada
para dimensdes extras planas compatificadas em um circulo em [87]. A versdo
desconstruida é entdo uma cadeia circular (identificamos os sitios 0 e V) em que
todos os campos de ligacdo adquirem um vev comum (geometria plana). Como
a linha de Wilson corresponde ao campo de ligacdo segundo nosso diciondrio
(3.46), o Higgs sera obtido como parte dos 7;, ou seja, ele sera um béson de NG.
O loop de Wilson que dé a volta na dimensdo extra corresponde na versdo des-
construida ao operador Tr[®;®,, ... ®y], que ndo pode ser removido por trans-
formagdes de gauge. Expandindo esse operador, vemos que o espectro da teoria
contém o béson h = 1/\/N(771 +mo+...7N), que ndo é absorvido. Uma vez que as
interacOes de gauge quebram explicitamente a simetria global, esse estado recebe
um potencial ndo trivial por corre¢des radiativas e é identificado com o Higgs.
De fato, pode-se mostrar que o potencial é livre de divergéncias quadraticas para

N > 1 e finito para trés sitios ou mais [87].
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A razdo da auséncia de divergéncias quadraticas para o potencial independe
da origem extra dimensional deste tipo de modelo. Em tiltima anélise, ela vem da
estrutura da quebra de simetria no quiver. A contribui¢do de diagramas de bésons
de gauge de qualquer um dos sitios individuais para a massa do Higgs seria qua-
draticamente divergente, no entanto, como os operadores gerados para o Higgs
envolvem toda a cadeia (sdo ndo lineares no quiver), O ~ |Tr[®1D,, ... Py]|* [87],
a contribuicdo para o potencial é proporcional ao produto dos acoplamentos de
gauge ¢192...gn. Se qualquer um dos acoplamentos for zero, a contribuicdo é
nula, e por essa razdo, uma divergéncia quadrética ndo 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 divergéncias
quadraticas pela quebra coletiva pode ser construida, e em sua grande maioria
eles ndo tem uma interpretacio como dimensdo extra. Tais modelos sdo cha-
mados de modelos de Little Higgs (review [89]) e sdo uma 4rea muito ativa de
pesquisa.

Apresentaremos na sessdo seguinte um modelo desconstruido de uma dimen-
sdo extra curva que contém no espectro um PBNG localizado naturalmente no
sitio N, que identificaremos com o béson de Higgs. Também mostraremos nossos
resultados preliminares para o seu potencial que é gerado por corre¢des radiati-

vas e finito a 1-loop para modelos de trés ou mais sitios.

4.2 O Modelo

Para obter um modelo desconstruido onde o Higgs é um PBNG, precisamos

estudar uma cadeia linear um pouco mais complexa do que no capitulo anterior.



102 O Higgs Como um Pseudo Béson de Nambu-Goldstone

Em geral os bésons de NG parametrizam o espago G/ H da quebra espontanea da
simetria global G — H, onde H é um subgrupo de G. No caso em que existem
bésons de gauge associados aos geradores de G/H, os bésons de NG sdo absor-
vidos e se tornam as suas componentes longitudinais, pelo mecanismo de Higgs.
No entanto, se ndo houver um campo de gauge correspondente, os modos de
NG permanecerdo no espectro. Em outras palavras, precisamos que a simetria
de gauge seja apenas um subgrupo da simetria global da teoria, para que alguns
dos bésons de NG sejam fisicos. Além disso, a simetria de gauge (assim como os
acoplamentos de Yukawa com férmions) deve quebrar explicitamente a simetria
global, para que os bésons de NG adquiram um potencial efetivo ndo trivial por
correcOes radiativas, como veremos.

O grupo de simetria global deve conter o grupo eletrofraco SU(2) x U(1) como
subgrupo. Como vimos na sessdo anterior, a escolha mais simples é SU(3). Li-
gando as intera¢oes de gauge SU(2), x U(1)y, a simetria global é explicitamente
quebrada pelos acoplamentos de gauge g e ¢/, permitindo gerar um potencial a
1-loop. Baseados nessas consideragdes, tomamos a cadeia linear com simetria glo-
bal SU(3);_1 x SU(3); para cada campo de ligagdo. Assim, os ®; sdo responsaveis
pela quebra SU(3);_1 x SU(3); = SU(3)iag., € portanto contém um octeto de bo-
sons de NG 774, onde T sao os geradores de SU(3).

Tomaremos como simetria de gauge nos sitios zero e N apenas o subgrupo
eletrofraco SU(2) x U(1), enquanto que nos sitios internos tornamos local todo
o grupo SU(3). Como os sitios nas extremidades ndo contém bésons de gauge
associados aos geradores de SU(3)/SU(2) x U(1), restardo alguns bésons de NG
que ndo poderdo 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) x U(1) nas extremidades do quiver, quebramos explicitamente a simetria
global, o que permitird gerar o potencial efetivo. Essa maneira de obter o Higgs
a partir dos campos de ligacdo é andloga a descrita em [87] para uma cadeia
circular, mas, no caso aqui apresentado, temos uma hierarquia de vevs que ge-
rard dinamicamente a localiza¢do do béson de Higgs préximo ao sitio V. O dia-
grama quiver correspondente a esse modelo esta exibido na figura (4.1). No limite
do continuo, essa cadeia corresponde a uma simetria SU(3) no bulk quebrada a

SU(2) x U(1) nas branas, em analogia com o modelo de GHU da se¢do anterior.

Figura4.1: Diagrama quiver para uma cadeia de grupos de gauge. Os grupos das extremidades,
sitios 0 e N, sdo SU(2) xU(1) e os demais sdo SU(3). A simetria global, ndo representada, é SU(3)
em todos os sitios.

Como na segdo anterior, tomamos a base de geradores dos grupos SU(3) como
T4 = M2, em que )\ sdo as matrizes de Gell-Mann (4.1). Denotaremos o con-
junto de geradores de SU(2) x U(1) por Y* = {T",T? T3, T®}, enquanto que os
outros quatro geradores serdo denotados por X® = {7*,75 7% T7}. Conven-
cionamos que os indices latinos a,b,c, ... assumem os valores 1,2, 3,8 e o0s in-
dices gregos «, 3,7, ... os valores 4,5,6,7. Por sua vez os indices capitalizados

A, B,C,...irdo de um a oito. As constantes de estrutura de SU(3) ndo nulas sdo:

f123 = 17
1
f147 = f165 = f246 = f257 = f345 = f376 = §a
V3
f458 = f678 = 5 (43)

2
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mais as que podem ser obtidas dessas por uma permutacdo dos indices. Assim,

observamos que a algebra de SU(3) se decompde em:

[Xav Xﬁ] = ifchYC7
Y XP) =ifus, X7,

YV = ifpYe. (4.4)

Denotamos os acoplamentos dos grupos SU(2) e U(1) dos sitios j =0ej =N
por go.n € go y, Tespectivamente. O acoplamento de gauge dos sitios internos
serd tomado independente de j, por simplicidade, e denotado como §. Lembra-
mos que para satisfazer as condi¢des de identificagdo com o continuo (equagdes
(3.46)), devemos ter o valor esperado de vacuo v = 1/ga, onde g é o acoplamento
de gauge. Estritamente, isso requer um conjunto de campos de ligagdo para cada
grupo de gauge no quiver e leva a um espectro de modos massivos independente
das constantes de acoplamento. Neste capitulo optamos por tomar v = 1/a inde-
pendente dos acoplamentos. Nesse caso, eliminamos a degenerecéncia entre os
modos associados aos geradores de SU(2) e aos de U(1).

Para obter o espectro de bésons de gauge e de NG a nivel arvore, prossegui-
mos como na se¢do (3.2). Expandindo o termo cinético dos ®;, até segunda ordem
em 7, obtemos a mistura entre os bésons de NG e os de gauge. Para os campos

associados aos geradores Y, a mistura é dada por:

2

(08 — w30, 4%, — g1 A% ) *.5)

N | —

>

Jj=1
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Ou seja, existe um modo de NG para cada béson de gauge. Assim, todos os
bésons de NG associados aos Y* sdo removidos no gauge unitdrio exatamente

como na se¢do (3.2), levando a matriz de massas do bésons de gauge de SU(2) =

Y1,2,3:
%7 —909¢ 0 0 0
—9009" G +4Y) —gh 0 0
0 —397q g (¢ +q) - 0 0
M, =v* ) . ( . ) . : :
0 0 0 . gQ(qZ(N—l) 4 q2N> _gNngN
0 0 0 xE —gnGg*N gna*N
(4.6)
Para U(1) = Y?¥, basta substituir goy — ¢jy. Como resta uma simetria

SU(2) x U(1) ndo quebrada, o determinante dessa matriz de massas é nulo, e

temos um modo zero, cuja fun¢do de onda f; satisfaz:

gofo,o = flfl,o,

g(QQ + Q4)f1,0 = goq2f0,0 + §q4f2,0,

gIN-10 = gn[No- (4.7)

Definindo f;o = g, f;0, temos a relacao de recorréncia f;o = f; 10, ¥ j como na
equacdo (3.26). Assim, impondo a condi¢do de normaliza¢do Zj.vzo |fiol? = 1,

temos a solugédo:

Je
fio = 24 (4.8)

9j
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onde definimos o acoplamento efetivo do grupo diagonal:

N
1 1 1 N-1 1
=y LN @9)
In
Vemos que o modo zero ndo é mais plano, sofrendo uma pequena deformacgado nos
sitios j = 0 e j = N. Vamos estudar o efeito dessa modificacdo no acoplamento
do modo zero a férmions. Considerando um férmion de méao esquerda no quiver,

o acoplamento deste ao béson de gauge é dado por:
N —
Ly = Zgﬂ/}L,ﬂ“Au,ﬂDL,p (4.10)
=0

— a a a ~ P . ) _
onde A, ; = Af Y, com Y/ o gerador na representacdo do férmion ¢, ;. O aco
plamento entre os modos zero é obtido fazendo as expansées em modos massivos

— L / _ / — —
VYrj = hip Vi, e Auy = find,, etomando m = n = 0. Para o grupo SU(2).,
vamos assumir que o gerador diagonal na representagdo do férmion é dado sim-

N
plesmente por 7¢ = > ", Y*. Nesse caso, obtemos:

N

g0 = Y _ gifiolhFol® = gess, (4.11)

=0

onde substituimos (4.8) e utilizamos a normalizagao Z;V:o |h%o|* = 1. Vemos que
podemos identificar g.rr com o acoplamento de SU(2);, do MP, g. Para a hiper-
carga, veremos mais adiante que essa escolha simples nado serd possivel se quiser-
mos obter a relagdo a nivel arvore M3, /M2 = ¢2 ~ 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) x U(1) ou adicionar termos cinéticos com acoplamentos diferen-



4.2 O Modelo 107

tes nas branas, que sdo permitidos pelo orbifold [90].> Nossa cadeia corresponde
ao segundo caso, ja que deixamos livres os acoplamentos nos sitios j = 0, N.

Para os geradores X%, os termos de mistura com os 7¢ sdo dados por:
J

2
L

1 a ~ fa 2 1 a ~( A a 2
5 [le — UlgA%l)} + 3 [@mj — Ujg(Aw- — Awfl)}
=2
1 (0% ~ a 2
+ 5 [0,y + ungAL v )] (4.12)

Notamos a auséncia das misturas ~ m Ay e ~ Ty Ay, devido a falta dos geradores
correspondentes nas extremidades da cadeia. Introduzimos o termo de fixagdo
de gauge:

N-1

1 o ~ o o
Lo = =) 2 (0,45 + €5 (v = vpnamiy)]” (4.13)

J=1

Como anteriormente, as misturas siao canceladas, por construgao. No entanto, as

matrizes de massa sdo diferentes. Para os bésons de gauge, temos:

¢+q" —¢ 0 - 0
4 4 6 6
¢ ¢+¢ —q¢ - 0
M?% = §%? . (4.14)
0 0 0 _q2N qQ(N—l) 4 q2N

Comparando essa matriz com o caso anterior, (4.6) vemos que faltam os termos

correspondentes aos bésons das extremidades. Isso é equivalente a impor o ana-

2Um problema semelhante ocorre em teorias de grande unificacdo. Por exemplo, para SU(5),
s2, = 3/8. Nesse caso, o problema ¢é resolvido notando que os acoplamentos sofrem uma corregéo
grande devida a evolugdo sob o grupo de renormalizagdo desde Mgy = 10'° GeV até a escala
eletrofraca.
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logo a condi¢des de contorno de Dirichlet no quiver para as fun¢des de onda,
f¢; = fn; = 0, eliminando 0 modo zero dos A5 X“. De fato, pode-se checar ex-
plicitamente que Det[M?3] # 0. Assim, o espectro dos bosons de gauge associados
aos geradores de SU(3)/SU(2) x U(1) corresponde a uma torre de N — 1 modos
massivos.

A matriz de massas dos bésons de NG por sua vez, sera dada por:

¢ -¢ 0 - 0 0
—q¢* 2¢* —¢° --- 0 0
0 —¢® 245 --- 0 0
ME=grore| LT . , . (4.15)
0 0 0o --. 2q2(N71) _q2N71
0 0 0 . _q2N—1 q2N

Nesse caso, Det[M?2] = 0, o que indica a presenga de um modo zero, como
esperdvamos da estrutura da cadeia. Esse modo é um estado fisico, que nédo se
desacopla no limite do gauge unitario, { — co. Os outros N — 1 modos massivos
associados aos X estdo em correspondéncia um a um com os modos de gauge,
e sdo absorvidos no gauge unitario, como requerido do mecanismo de Higgs.

Queremos associar o0 modo zero da matriz dos bésons de NG ao dubleto do
boson de Higgs. Expandindo H® = h;7$, vemos da equacdo de autovalores

M?2.H = 0.H, que os h; satisfazem a relagdo de recorréncia:
hj = th-i-l' (416)

Como 0 < ¢ < 1, vemos que o estado H* = Zjvzl h;m € um estado localizado em

J = N, exatamente como esperamos para resolver o problema da hierarquia de
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; x N 2 _ 5
gauge. Impondo a normalizagdo » _;_, |h;|* = 1, chegamos a expressao:

N o
H =Y A (4.17)
— N o-1)
Jj=1 Zj:lq

Podemos agora fixar o acoplamento do modo zero do grupo U(1) diagonal, g,
se expandirmos a derivada covariante D, ®; até a ordem mais baixa em 7; e subs-

tituirmos as expressdes dos modos zero (4.8) e (4.17):

[OP ) ) 71'2.
Duf = Oumj +igj1 Bpuj1 m5 — 195 7j By + @(U—é)
J J
~ 0, HOT* +igl,p [BY, H] =T (0,H" +igls; ifas, BYPHY) (4.18)

onde denotamos o bdson de gauge correspondente ao gerador 7® por B, ; e seu
modo zero por B,SO). O simbolo “ ~ ” na segunda linha indica que tomamos ape-
nas a parte que contém os modos zero da expressdo anterior. Das constantes de
estrutura, (4.3) vemos que o acoplamento serd proporcional a fs7s = V3 /2, assim,
devemos escolher os acoplamentos de gauge de maneira que g,;, = ¢’/ /3, onde
g' é o acoplamento de U(1)y do MP para que a hipercarga do béson de Higgs seja
Y, = 1/2. Como temos cinco acoplamentos de gauge, go, 9;, gn, gy € G, sempre
temos liberdade suficiente para obter g e ¢’ do MP.

Sem perda de generalidade, podemos usar a invariancia sob a simetria SU (2) x
U(1) nao quebrada para escolher uma das componentes de H“ como o béson de
Higgs que adquirird um vev, que denotaremos simplesmente por h e as outras
como os modos de NG que dardo as componentes longitudinais dos bésons W

e Z. Escolhendo por exemplo h = H® podemos checar que a EWSB se dara
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corretamente expandindo o termo quadratico nos modos zero de SU(2) x U(1):

1
> 2 (g5am A5 ;) — i Auym;)”

8
1
~ 2 2 (967 aas A ge gy Fars AP h)

2
2 {g%Wf“))? +g* (Wi + (g — ¢ BO) } . (4.19)

A expressdo acima representa a contribui¢do de ordem mais baixa para as
massas dos modos zero, e é idéntica a Lagrangiana de massas dos bésons de
gauge do MP. Portanto, a menos de pequenas corre¢des devidas a mistura com
os modos massivos (que discutiremos mais adiante), obteremos as massas dos
bésons W e Z corretas se h adquirir um vev: (h) ~ 246 GeV.

A nivel arvore, o estado H“ ndo possui massa e de fato todas as suas intera-
¢Oes involvem derivadas, ja que é um béson de NG. Para que esse estado seja
efetivamente o dubleto de Higgs serd necessario gerar radiativamente um poten-
cial com os acoplamentos corretos para que o Higgs tenha um vev ndo trivial,

capaz de efetuar a EWSB. Trataremos desse t6pico na se¢do seguinte.

4.3 Potencial Efetivo

Uma vez que os acoplamentos de gauge de SU(2) x U(1) nas extremidades
da cadeia quebram explicitamente a simetria global SU(3) diagonal, o estado H
ndo é um béson de NG verdadeiro, e pode adquirir um potencial nao trivial por

corregdes radiativas. Lembramos que a correcdo para a massa do escalar devida
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a bosons de gauge é positiva, enquanto que a que vem de férmions é negativa,
devido a estatistica de Fermi-Dirac [1]. Assim, se quisermos obter uma massa ta-
quidnica para o Higgs, para que ele adquira um vev e realize a quebra da simetria
eletro-fraca, as corre¢des radiativas para a sua massa que vém 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 bésons de gauge. Como este
trabalho ainda estd em produgdo [32], ainda ndo temos um modelo completo, que
requer escolher corretamente as representa¢des fermionicas 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 as corre¢des radiativas geradas pelos bésons de gauge.

Uma maneira conveniente de estudar o efeito dessas corre¢des radiativas é o
formalismo do potencial efetivo de Coleman-Weinberg [88]. Vamos revisar bre-
vemente como calcular a acdo efetiva a 1-loop e depois aplicar a técnica ao nosso
modelo para obter o efeito dos loops de bésons de gauge sobre o potencial do
Higgs.

Dada a fun¢ao de particdo do campo ¢(z) em presenca da fonte externa J(x):
7 = / D ' | H#Ll+T9), (4.20)

Podemos definir W|[.J] = —ilog Z. Esse funcional tem a interpretacdo de (menos)
a energia do vacuo em presenga da fonte externa J, ¢'"lVl = (0]e~*#7|0) ;. Dife-

renciando com respeito a fonte externa, obtemos o valor esperado de vacuo de
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¢(z) em presencga da fonte, que chamamos de “campo cléssico” ¢.(z):

SW[J]

log Z = {0]6()[0) = e(). (4.21)

572~ 5I@)

De fato, pode-se mostrar que sucessivas derivadas funcionais de W[.J] geram as

fung¢des conexas de n-pontos [1]. Efetuando a transformada de Legendre:

o]

Wl[J] — /d4a:J(x)¢c(1‘). (4.22)

Definimos a acdo efetiva, que é o funcional gerador de diagramas 1PI [1]. A agdo
efetiva pode ser interpretada fazendo uma analogia com a termodindmica: para
sistemas a temperatura nula, a configuracdo mais estdvel é aquela que minimiza a
energia interna, U. J4, em presenca de flutuagdes térmicas, o estado de equilibrio
termodindmico é aquele que minimiza a energia livre ¥ = U — T'S. Analoga-
mente, a nivel classico a configuracdo de campo mais estdvel é a que minimiza a
energia (o potencial cldssico, se consideramos campos constantes), enquanto que
em presenca de flutuacdes quanticas devemos minimizar a agdo efetiva I'[¢,].

De fato:

ol [¢c]
()

= —J(z). (4.23)

Assim, fazendo J = 0, vemos que o valor esperado de vdcuo de ¢ é obtido mini-
mizando a acdo efetiva.
Para calcular a agdo efetiva, seguimos o método da integral funcional, devido

a Jackiw [91]. Fazemos a mudanca de varidvel ¢(x) = ¢.(z) + n(z), onde n(z)
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representa as flutuagdes quanticas em torno do vev ¢., entdo expandimos:

£lo)+ 90 = Lo+ Jo.+ [ aten(a) (% L J(x)) +
b [ty Sl vout a

2!

Podemos eliminar o termo linear em 7(z) se escrevermos J(z) = Ji(z) 4+ dJ(x),

onde J;(z) é tal que ¢.(x) satisfaz a equagdo de movimento:

oL
()

+ Ji(z) = 0. (4.25)
P=¢c

Fazendo isso, §J(x) é interpretado como um contratermo que sempre pode ser
escolhido para que o vev de ¢ ndo seja deslocado por flutuagdes quanticas de-
vido a fung¢des de um ponto (tadpoles) [1]. Truncando a série no termo quadratico

em 7)(x), obtemos uma integral funcional quadratica, que podemos avaliar for-

malmente:
W] < di | dt 1 4 5L
e o /Dn e p{@/d x <5[¢C]+J¢c+ 2/d y n(x)n(y) 50(0)00w) |,
= exp {i/d4x (Llpe] + Jpe) — %ln Det L;zf(b} ¢C} , (4.26)

onde escrevemos Det[§2£] /2 = exp{—1/21In Det[62L]}. Essa aproximacdo é equi-
valente a avaliar a acdo efetiva a 1-loop [91]. Podemos entdo efetuar a transfor-

mada de Legendre, obtendo:

i 2
L[¢.] = / d'z (Llo.]) + 5 In Det { c;ibébh : (4.27)
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Antes de prosseguir, notamos que, para férmions, a integral de trajetéria gras-
smaniana (ou equivalentemente, o sinal negativo do loop fermionico) forneceria
exp{—iInDet[§>L]} e portanto férmions contribuem com o sinal oposto para a
acao efetiva, o que é crucial para a quebra espontanea de simetria. Se expandir-

mos a acao efetiva em poténcias do momento:

D[] = / 0 [~Vigle] + 216 060 + -] (4.28)

Vemos que, para configuragdes de campo constantes, correspondentes a valores
esperados de vacuo invariantes sob o grupo de Poincaré, o vev de ¢ é obtido

minimizando a funcgéo:

OVer(de) _ 0. (4.29)

Ie

Por essa razdo, a fungdo V,; é chamada de potencial efetivo e representa a den-
sidade de energia para campos constantes, levando em conta as corre¢des quan-
ticas. A questdo da quebra espontanea de simetria na presenca de flutuagdes
quanticas se reduz entdo ao calculo de V.. Para sermos mais concretos, para

uma teoria escalar £ = 1(9,¢)? — V[¢], obtemos, para campos constantes:

Tl6.] = — / B2V (6) + %m Det [62 + V"(6,)] (4.30)
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Como ¢. ndo depende de =, podemos avaliar o segundo termo no espago de mo-
mentos:

%m Det [0% + V" (¢.)] = %Tr In [0% + V" (¢.)] = % / g In [—k* + V"(4.)] ,

™
(4.31)
obtendo o potencial efetivo:
Vsl = V(o) — 5 [ 5[~ + V(6] 43)
O segundo termo tem a interpretacdo da energia de vacuo em presenca do campo
de fundo ¢., e em particular, V"'(¢.) é a massa efetiva nesse fundo. No caso de
muitos campos, naturalmente generalizamos para a matriz de massas V" (¢.) —
9;0;V (¢*)] g+ —41, cujos autovalores sdo as massas dos campos que sao adquiridas
devido ao vev de ¢. Devemos entdo somar as contribui¢des de todos os graus de
liberdade ao potencial.

Podemos agora aplicar esse formalismo para obter o efeito das corre¢des radi-
ativas dos bosons de gauge para o potencial do Higgs em nosso modelo. Traba-
lharemos no gauge 9, A" = 0, por razdes que ficardo claras em breve. A Lagran-
giana do modelo é dada por:

N
£= Y-yl F - FT(OA) - 10D+
J];O

+ {Tf[(auq’j)Ta“@j] +Tr [@ (0 )" (951405195 — 955 A5) + huc.

j=1

_{__](gj?Aﬁ 2 + 9]2_1AA 2 ) — 2gjgj_1TI' [éjAu,j—l(I)]Ay] } s (433)

2 J H/J_l
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onde £, = —ij1*0, D' zn? ¢é a Lagrangiana de Fadeev-Popov nesse gauge [1]. O
termo cinético dos ®; pode ser reescrito convenientemente como:

1
2
J

Tr[(0,®,) 0" ®;] = - Tr[(®0,0;) @lord)], (4.34)

()

que é uma forma equivalente, devido a ciclicidade do traco e a identidade QD; ¢, =
Uj

2
v?. Expandindo os ®; = v, (1 +i2— & (ﬂ—J> + - >, ap0s algum trabalho algé-

brico, obtemos:

) 1 1 1 1
®lo"d; = iv;0,m; + o7 (M Oug] = T (75, (5, Ourmyl] + 4y = [y g [, Qpueyl] + -
! L, L3
. 1 1 1 .
:ZU] 6AB+2HABJ+3HABJ+4HAB]+ c aﬂﬂ-j
(e 1) B _ . mApA B
= ZUJ'T H— AB 8#77']- = ZUjT FE B(Trj)allﬂ-j y (435)
J
onde definimos as matrizes fAC# =1lap,, e E45(m;) = (e“é;n. Similarmente:

Tr [q)}Ap,,j—l(PjA?] = U?TI‘[AHJ‘_lA?] + ivar[[AMj_l, WJ]AgL]—f—

1 11
+ §Tr[[z4u,j71, ml[A7, mill + gy =Tl ([ A1, ml, (A7, il +
Ui
1 1

] Af] 1 (5AB —ap; + EHiB,J‘ 3] H?ﬁlB] ) AP

= ]AA a5 ALY, (4.36)

w,j— 1€4B
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Substituindo essas expansdes em (4.33), e expandindo o termo cinético dos A4, ;,

obtemos:

N
1 Z 1 .

N
1
+) {§EAC<ﬂj)EAD(Wj)8#W?aMW;) + vt B () (951 ALy — g, AL )
=1
UJQ‘ 240A2 | 2 4A2 2 A T 4uB

onde o termo int. se refere as interagdes entre bésons de gauge. A matriz E*
é efetivamente um vielbein na variedade G/H, de maneira que podemos definir
uma métrica (em geral curva) nesse espago por gap = E° AEDBCSC p [92, 93, 94].
De fato, a Lagrangiana quiral que descreve os bésons de NG deve ser invariante
por transformagdes gerais das “coordenadas” m#'.

Podemos agora aplicar o formalismo expandindo a Lagrangiana em torno dos
valores esperados de vacuo dos campos e mantendo os termos até segunda or-
dem. Vamos assumir que apenas a combinacdo linear /7 adquire um veyv, ja que
outras combinagdes lineares sdo bésons de NG exatos e ndo podem adquirir um
potencial. Podemos usar a unitariedade da expansdo em autoestados de (4.15)
para escrever:

N—j

T = H* + outros estados. (4.38)
Z;,V: 20D

<
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Escrevemos entido H* = H* + (H®), com o vev independente de z, e calculamos

a derivada funcional:

1 s L
— [ d*zdy | A2 (2)AD, (y +
2! ( g () A )5Af’j(:v)5A5k(y)
. L L
+AA~.T7~TBy —|—~Ax7'f'By—> ,
s O W s o) O 5T @57 ) | e
(4.39)

onde estd implicita a soma em indices de gauge e do quiver. Notamos que £, ndo
contribui no gauge 9,A" = 0. Por simplicidade de notagdo, omitiremos as tildes
nos campos daqui adiante.

Vamos considerar primeiramente a contribui¢do do termo cinético dos .
Para que a integral funcional sobre os 7;' seja invariante por reparametrizagdes
dos bésons NG, devemos incluir o determinante da métrica ¢ = |Det[gap]| na

medida de integragdo [93, 94]. Assim, a contribui¢do do termo cinético a ordem

mais baixa (I-loop) sera:
/ Dt /Gl sra— ey € 720 30an (DRI, (4.40)

onde indicamos que a ordem mais baixa, a contribuigdo 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 expansdo em poténcias de h corres-
ponde a expansdo em loops [95], assim, se restaurarmos as dimensdes de h para a

acgdo e expandirmos S = Sy + hS; + ..., onde Sy é a contribui¢do a nivel arvore,
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RSy a corregdo a I-loop, etc, obtemos:
\/gei(%JrSﬁ...) _ e%lnDet[gAB]ei(s—}‘f]+S1+...)‘ (4.41)

Vemos que o determinante da métrica avaliado no vev contribui uma corregao
para a agéo efetiva a 1-loop dado por AS; = 1 1nDetlgap((H?))], 0 que é consis-

tente com a equagdo (4.27). Efetuamos a integral funcional gaussiana sobre os

A.
7T] .

/ Dt /g((H)) ¢ @' daan(omorny

JHY
N\/g((H“))Det[—kQ}_ Det[—k?] (4.42)

Observamos, portanto, que o termo cinético ndo ird contribuir a 1-loop, pois a
contribuicdo do determinante cancela exatamente a dependéncia em (H®) a essa
ordem [93, 94]. A contribui¢do dos bésons de gauge calculada a partir de (4.39)

serd dada por:
1 1
A v v A
La=5) Aylg"o® - (1 - Z) OO AL+
j=0

N
+ Y {v 0wt B ((H)) (9,1 A8 — g;AL))

7j=1
2 N—j
Uj A A A q" 7 fass B
+§J(912Au,j2 + 912'*114#,]'271) - szgjgj—lAu,jfl exp | — <Hﬂ> A;L

N i
Uj Zj:1q2(j b

(4.43)



120 O Higgs Como um Pseudo Béson de Nambu-Goldstone

Como trabalhamos no gauge J,A* = 0, o termo da segunda linha é nulo se
integrarmos por partes, j4 que E4;((H®)) é uma matriz constante.’> A terceira
linha é entdo a matriz de massas dos bésons de gauge em presenca do campo de
fundo (H®). Como na segdo anterior, vamos escolher a orienta¢do do vev de H

na dire¢do de 7%, (H%) = (h). Para simplificar a nota¢do, denotaremos:

, _H
q" 7 faen _
exp | — — : (h) | =eqg .
Uj ijl g*i=b
S 2D
ho_ J=
o=t (4.44)

Para obter a contribuicdo dos bésons de gauge para o potencial efetivo, esco-
lhemos ¢ = 1 (gauge de Feynman) e efetuamos a integral funcional quadrética

sobre 0s bésons de gauge:

(4.45)

N
1
/ DA exp lz / d'z (5 > A" 6aB0x0 + Mf,(h))Aﬁk>
3,k=0

Em analogia ao caso escalar, obtemos a expressdo para V.;(h) (lembrando que o
potencial é nulo a nivel drvore):
i3 [ d*k

Vislh) = = [ 5T I (=K 350). 446)

*Mais precisamente, nesse gauge o propagador dos bésons é transverso, ou seja, satisfaz
k,A* (k?) = 0, eliminando a contribui¢do dos diagramas com os vértices da segunda linha de
(4.43) para V. [88, 95].
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onde o fator de 3 corresponde as trés polariza¢des dos bésons de gauge massi-
vos. Para avaliar a integral, efetuamos a rotacdo de Wick ky — tky, k? — —k2,.
A integral é formalmente divergente, assim, devemos adotar um procedimento
de regularizagdo. Mostraremos adiante que para N > 2, o potencial é finito e
portanto o resultado independe da regularizagdo, assim, para mostrar o cancela-
mento da divergéncia quadratica de maneira intuitiva, regularizamos integrando

o momento euclidiano até um corte A. Obtemos assim o resultado cldssico de

Coleman-Weinberg [88]:
_ 3N 2 3 2one (1 Mi(h) 1
%f(h) = 327T2TI'[MA(}L)] + @TI‘ |:(MA(h)) <h’1 T — 5)‘| y (447)

onde omitimos termos independentes de h, que apenas definem o zero da energia
(constante cosmolégica) assim como termos que vao a zero no limite A — oo.
Podemos absorver o fator de 1/2 redefinindo o corte A — A2e!/2,

Explicitamente, vemos de (4.43) que a matriz de massas tem a forma:

M3(h)/v* =
—%
%% 04 —9gd’eap 0 o 0
,Hi}f H
—9090°e 5 T +4")0as  —GPdess e 0
Ht
- ]
0 —0qd'ess (¢t +¢%)0ap - 0
%
0 0 0 gz(qz(zv—l) + qu)(SAB —ng]qweA;N
Hf
B -
0 0 0 —gNngNeABN gjz\/quéAB
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Quando o indice de gauge for A = 8, devemos substituir go y — g; y Nas expres-
soes. E facil ver de (4.48) que Tr[M3(h)] ndo depende de h. Essa propriedade
implica na auséncia de divergéncias quadraticas para o potencial, resolvendo o
problema da hierarquia. Para N > 2, pode-se mostrar que Tr[(M3(h))?] também
independe do vev do Higgs [87], o que elimina a divergéncia logaritmica e torna
o potencial finito a 1-loop, como em modelos em AdSs.*

Obter um valor explicito para os termos de massa e quarticos requer diago-
nalizar a matriz de massas M?(h). Para modelos em AdS; é possivel re-escrever
o potencial efetivo em termos de um fator de forma que depende apenas de pro-
priedades analiticas das autofungdes (2.27) e pode ser calculado explicitamente
[86]. No nosso caso, é provével que seja possivel utilizar propriedades analogas
das fungdes de g-Bessel para obter uma expressdo analitica, mas até o momento,
s6 pudemos avaliar o espectro numericamente.

Vamos analizar em mais detalhe as caracteristicas qualitativas do espectro de
(4.48). Para uma teoria com N + 1 sitios, essa matriz possui 8N autovalores, que
se dividem em torres de modos massivos ap6s a EWSB. Como vimos na sessao
anterior, a escolha h = (H®) define a orienta¢do dos geradores de SU(2), x U(1)y
em SU(3). Utilizando a algebra de comutadores, (4.4), os geradores se dividem
em “carregados” T*, T% T* T° e “neutros” T° T T7,T®, que ndo se misturam
sob a acgdo das rotagoes exp(—%) Ap. Além disso, a matriz f4spH” possui dois
autovalores nulos, que ndo sdo afetados pelo vev de H. Um deles é o gerador
T°, pela nossa escolha da orientagdo do vev. Mais geralmente, uma combinagio

linear dos X ndo se mistura com outros modos massivos apés a EWSB. Como

“De maneira geral, para N + 1 sitios, a dependéncia em (H) comega na poténcia
Tr[(M3 ()],
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0s bésons desse setor ndo tem modo zero, esse gerador corresponde a uma torre
de estados pesados. A outra combinacao linear que ndo é afetada pelo vev per-
tence ao conjunto de geradores Y e sera identificada com o féton e seus modos
massivos, ji que a simetria U(1), permanece intacta, como vimos no fim da secéo
anterior.

Obtivemos o espectro e o potencial efetivo numericamente para o caso mais
simples que gera um potencial finito, o modelo de trés sitios (N = 2). Antes de
apresentar os resultados numéricos para o espectro e potencial, é interessante cal-
cular a massa dos bésons W e Z utilizando teoria de perturbagdes. Re-escrevemos

a matriz de massas como:

N 2 ih
Z 23 — g Al ) —vlgg 1 AL (eA | — 5AB> AP (4.49)

O primeiro termo é a matriz de massas (3.14) ndo perturbada, que pode ser diago-
nalizada exatamente, fornecendo o espectro de modos massivos antes da EWSB.
O segundo termo é a perturbagdo, que podemos expandir no parametro (h)/v,
que assumimos pequeno. Uma simplificacdo importante é obtida fazendo a se-
paracdo em termos pares e impares:

ol
J

H
B
— U?gjgj_lA;"jfl <€A — (5AB> AT =

H H
J J

(4.50)



124 O Higgs Como um Pseudo Béson de Nambu-Goldstone

Utilizando a algebra de Lie (4.4), vemos que as poténcias pares de comutadores
(termo cosh(H) — 1) sdo diagonais nos geradores, ou seja, acoplam os X“ com
0s X® e 0os Y* com os Y*, enquanto que as poténcias impares (termo senh(H))
misturam X“ e Y*. Uma vez que os bésons de gauge associados aos geradores
X ndo tém modo zero, eles adquirem massas grandes (de ordem jv\/q% + ¢* ~
107 TeV para N = 2), e podem ser integrados fora com seguranca.

Vamos considerar a expressdo para a matriz par no setor dos Y. O termo

~ (Aj(h))* por exemplo se escreve:

4
o1 (Uilj) (fies.f561) + 1 (%}) (fl65f561)2 +

J

h h
T (211;) 4] (é_v;> to=cos (%) - L (4.51)

onde usamos fi6; = 1/2. Notamos que a série passou de cosh (z) para cos (x/2).

Prosseguindo dessa maneira, a matriz par serd dada por:

H
cosh | — | 4 —0up =
i

coS <%) -1 0 0 0
0 coS (%) -1 0 0
0 0 i (cos (%) + 3) -1 _\/Tg (cos (%) — 1)
0 0 3 (cos (%) — 1) : <3 Cos <<v—];;1>) + 1) —1
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Nessa matriz vemos dois termos na diagonal correspondentes aos geradores T e
T? mais um bloco que mistura os geradores 7° e 7%, como esperamos da EWSB.
Seus autovalores sdo {O, cos (%) — 1, cos (%) — 1, cos (%) — 1}. O autova-
lor nulo corresponde a simetria U(1)g ndo quebrada.

Usando essa matriz, podemos escrever a matriz de massas dos bésons carre-

gados W;" = (A} ¥ iA?)/V/2, assim como a matriz dos bosons neutros A%, A%,

Para N = 2, por exemplo, a matriz dos bésons carregados é escrita:

M? =
2 2 =2 (h)
904 gogq- €08 (Q’U q2+1) 0
2 =9 (h) ~9( 2 4 o~ 4 _
v 9ogq- cos (21} q2+1> g°(¢* +q*) 9299 cos (%(12\/@)
g (h) 2. 4
0 9294" cos (—qu2\/m> 924

(4.53)

Usando a expressdao dos modos zero ndo perturbados (4.8), podemos avaliar a

massa dos bésons W e Z fisicos perturbativamente, obtendo as expressoes:

o (W ([, LM (P -1+ +¢*) [k
M =" (1 B vf (1+¢*+¢*)(¢*N - 1) +O<v4 ))
s _ (P (1@ - D+ + g [N
v = R (1 i e oy o ()

Podemos utilizar essas expressdes mais (3.112) para calcular a contribui¢do para

o parametro T (anédloga a obtida na equagéo (3.126)):

v4

P (LIRS i) o (1)),

e \16 o} (1+¢' + )@V - 1)
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Para N = 2, (h) = 246 GeV, vy = v¢® = 2.3 TeV, obtemos My, = 80.37 GeV, e o

(1) ~ 3 TeV. Para esses valores dos

primeiro modo massivo do W tem massa M,
parametros, obtemos 7" ~ 0.091 (%) 2. Notamos que esse resultado ndo varia
significativamente com N para poucos sitios (¢ < 1).

Avaliando numericamente o espectro no modelo de trés sitios (incluindo to-
dos 0os modos massivos), para os parametros acima, o espectro de 8N = 16 bo-
sons de gauge se divide em torres de NV + 1 = 3 modos massivos para os bosons
W#, Z e ~, totalizando doze modos, sendo as massas do primeiro modo do W
e”Z Mé&,)z ~ 3.2 TeV e do segundo modo Mé@?z ~ 2.0 - 10" GeV, enquanto que
para o foton temos M ~ 1 TeV e M{? ~ 9.5 - 10! GeV. Os outros quatro es-
tados formam a torre de N — 1 = 1 modos para os outros geradores, de massas
MY ~ 9110 GeV.

Avaliando numericamente o potencial para /N = 2, obtemos os valores:

2
V(h) = (25641 GeV)? (5 ?Zv) h2 +0.030h* + O(R®),

onde indicamos que o termo quadratico escala com v?, como esperamos por ana-
lise dimensional. Embora ainda ndo tenhamos calculado as contribuic¢oes fermi-
Onicas para o potencial para garantir a EWSB, podemos ver se o potencial gerado
pelos bésons de gauge estd dentro do que esperdvamos. Vemos que foi possivel
gerar radiativamente um potencial com um termo quadratico que é naturalmente
menor do que a escala de modos massivos, vy ~ 1 TeV. No entanto, obter um
Higgs com massa m; = 125 GeV requer um acoplamento qudrtico A >~ 0.25 em
nossa normalizagdo, assim vemos que o termo qudrtico gerado pelos bésons de

gauge é pequeno, o que é um problema genérico de teorias que geram o potencial
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radiativamente.

Outra questdo interessante é estudar como o potencial gerado muda com o
numero de sitios. Ainda ndo desenvolvemos ferramentas para efetuar esse es-
tudo de maneira sistemdtica com os métodos numéricos que temos disponiveis,
mas estamos trabalhando em desenvolver uma expansdo perturbativa tanto em ¢
quanto em (h) /v para as massas e autofun¢des em presenca do vev do Higgs (ver
[96]). Passamos a apresentar nossas conclusdes e considera¢des para trabalhos

futuros.
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Capitulo 5

Conclusoes e Perspectivas

Apesar do sucesso indiscutivel do MP, vimos na introducdo que ele ainda
apresenta vdrios problemas em aberto. Em particular, o setor responsavel pela
quebra espontanea da simetria eletrofraca ndo é bem compreendido, e o pro-
blema da hierarquia de escalas que surge nesse setor sugere que deve existir nova
fisica na escala TeV. Outro problema é a origem da grande hierarquia de massas
dos férmions. Nossos estudos se concentraram em buscar solu¢des para esses
problemas sem violar vinculos experimentais importantes na fisica de sabor e de

precisdo eletrofraca.

No segundo capitulo, fizemos uma revisdo do modelo de dimensdes 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 préximo da
chamada brana infravermelha e os férmions separados no bulk. No entanto, vi-
mos que essa solugdo sofre de problemas com vinculos da fisica de sabor, o que
nos motiva a estudar uma nova abordagem, chamada desconstru¢do dimensio-

nal [29, 30]. No capitulo trés estudamos o modelo de descontrucdo dimensional
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com poucos sitios e vimos que ele é capaz de resolver os problemas de hierarquia
de maneira similar ao modelo de RS sem, no entanto, violar os vinculos da fisica
de sabor e dos parametros de precisdo eletrofraca. No quarto capitulo apresenta-
mos um modelo desconstruido em que o Higgs é um pseudo béson de Nambu
Goldstone. Esse modelo fornece um mecanismo dindmico para localizar o Higgs
préoximo do N-ésimo sitio da teoria e garante um potencial finito.

Estudos futuros do modelo de desconstrucdo sdo necessédrios. Do ponto de
vista da constru¢do de modelos, ainda precisamos considerar a propagagdo dos
térmions 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 ntimero de sitios. Esses resultados serdo publicados em um traba-
lho atualmente em fase de preparagdo [32]. Outras questdes possiveis a estudar
sdo como obter as massas e matriz de mistura corretas para o setor de 1éptons, e
também estudar a fenomenologia dos modos massivos.

Considerando estudos mais teéricos, sabemos que modelos em AdS; sdo na
verdade uma descrigdo holografica de teorias quase conformes fortemente aco-
pladas, pela correspondéncia AdS/CFT [41]. Seria muito interessante estudar se
os modelos de descontrugdo de poucos sitios aqui apresentados também podem
ser pensados como uma ferramenta que descreve algum tipo de sistema forte-
mente acoplado.

Futuramente esperamos prosseguir nossos estudos na constru¢ao de modelos
e fenomenologia para a fisica na escala TeV. Com o LHC, temos a oportunidade
de explorar nova fisica e desvendar a origem da quebra de simetria eletrofraca, o

que torna essa uma época muito importante para a fisica de particulas.
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