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Zusammenfassung

Die Renormierung supersymmetrischer Eichtheorien in der Wess-Zumino Eichung
flhrt auf zwei Probleme: Zum einen existiert kein Regularisierungsverfahren, das die
geforderten Symmetrien manifest erhélt, so dal3 zur Wiederherstellung der Symmetri-
en im allgemeinen Counterterme berechnet werden mussen, die nicht aus Parameter-
oder Feldrenormierung hervorgehen. Zum anderen ist bereits die Formulierung der
Symmetrien an sich schwierig, da in der Wess-Zumino Eichung die Supersymmetrie
gebrochen ist und die Supersymmetrietransformationen nichtlinear sind und nicht die
Supersymmetriealgebra erfiillen.

In dieser Arbeit werden Methoden zur Formulierung und Renormierung solcher
Theorien erarbeitet und angewendet. Unser Ziel ist dabei, eine in allen Ordnungen
gultige Definition und Renormierungsvorschrift fiir das minimale supersymmetrische
Standardmodell (MSSM) zu finden, und die zugrundegelegten Symmetrieidentitaten
zur Berechnung oben genannter Counterterme zu benutzen.

Im Hinblick auf das MSSM werden die aus der Literatur bekannten Methoden
zun&chst auf abelsche Eichtheorien und die Beschreibung sanfter Supersymmetrieb-
rechung erweitert. Hauptbestandteil ist jeweils eine Slavnov-Taylor-ldentitéat, die
samtliche Aspekte der Symmetrien mathematisch beschreibt.

Die erhaltenen Identitdten werden in der supersymmetrischen QED und QCD ange-
wendet, um die zur Herstellung der Symmetrien notwendigen Counterterme zu ermit-
teln. Dazu missen sowohl zu physikalischen Greenfunktionen als auch zu den Sym-
metrietransformationen Schleifenkorrekturen und Counterterme berechnet werden.
Um eindeutige Ergebnisse zu erhalten, ist es notwendig, die Slavnov-Taylor-ldentitat
zu benutzen, da diese die Symmetriealgebra beschreibt und dariiber die Counterterme
zu den Symmetrietransformationen bestimmt. Als Ergebnis erhalten wir in dimensio-
naler Regularisierung eindeutige, nicht-verschwindende Werte fiir die Counterterme,
wéhrend in dimensionaler Reduktion keine Counterterme zur Wiederherstellung der
Symmetrien notig sind. Fir die betrachteten Falle stellt letzteres Ergebnis einen de-



i
finitiven Beweis der Supersymmetrie und Eichinvarianz des Schemas dar.

Zur Renormierung des MSSM miissen weitere Komplikationen geltst werden, die
mit der spontanen Symmetriebrechung, der Eichfixierung und dem erweiterten
Higgssektor zusammenhangen. Zur Definition stellen wir einen Satz von Symmetrie-
und Eichbedingungen auf, die die spontan gebrochene SU (2) x U (1)-Eichinvarianz
und die sanft gebrochene Supersymmetrie beschreiben, und wir fordern volle on-
shell-Normierungsbedingungen, die jedem physikalischen Masseneigenzustand ge-
nau ein Quantenfeld zuordnen. Dann wird gezeigt, dal alle diese der Anschauung
entsprechenden Bedingungen simultan erfillbar sind und dal? das MSSM infraro-
tendlich und multiplikativ renormierbar ist.
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Kapitel 1 Einleitung 1

Kapitel 1
Einleitung

Die heutige Teilchenphysik steht vor einigen fundamentalen offenen Fragen: Wo-
her kommt die spezifische Struktur der elektromagnetischen, schwachen und starken
Wechselwirkung? Woher kommt die Struktur der drei Generationen von Elementar-
teilchen? Was ist die Ursache der Teilchenmassen und wie erkléren wir deren Werte?
Was ist die Ursache der C' P-Verletzung? Warum sind die elektrischen Ladungen —
Im Gegensatz zu den Teilchenmassen — gequantelt? Wie verhélt sich die Gravitation
im Mikrokosmos? Warum ist die Vakuumenergiedichte so ungeheuer klein? Warum
nehmen wir gerade drei Raumdimensionen wahr?

Teilweise gibt das Standardmodell der Elementarteilchenphysik auf einige dieser
Fragen eine Antwort: Die Teilchenmassen werden durch spontane Symmetrieb-
rechung beschrieben; die drei Generationen sind gerade notwendig fir die CP-
Verletzung der schwachen Wechselwirkung; die speziellen Werte der elektrischen
Ladungen sind gerade so, dal3 das Standardmodell eine anomaliefreie Theorie ist.

Es ist denkbar, daB tber die Beschreibung durch das Standardmodell hinaus auch
Ursachen und Griinde fiir die Struktur der Elementarteilchenphysik und Antworten
auf weitere der obigen Fragen gefunden werden kdnnen. Dementsprechend wird all-
gemein angenommen, dal in hinreichend genauen Experimenten Effekte gefunden
werden, die nicht mehr durch das Standardmodell beschrieben werden kénnen, son-
dern nur noch durch verbesserte Theorien. Eine denkbare Mdglichkeit stellen Effekte
dar, die auf eine zugrundeliegende Supersymmetrie der Natur schlie3en lassen. Die
Supersymmetrie ordnet jedem Fermion ein Boson mit gleichen Wechselwirkungen
zu und umgekehrt. Die mathematischen Eigenschaften der Supersymmetrie sind so
reichhaltig, dal} es moglich erscheint, Fragen wie die obigen im Rahmen supersym-
metrischer Theorien zu beantworten.



2 Kapitel 1 Einleitung

Im Rahmen supersymmetrischer Quantenfeldtheorien wurden viele Modelle ent-
wickelt (fiir einen Uberblick s. [1]). Zur Beschreibung der Physik an der elek-
troschwachen Skala reduzieren sich diese Modelle aber auf wenige effektive Theo-
rien, und deren kleinster gemeinsamer Nenner ist das minimale supersymmetrische
Standardmodell (MSSM). Die Vorhersagen des MSSM unterscheiden sich in zwei
Aspekten von denen des Standardmodells: durch das Auftreten der supersymme-
trischen Partner der bekannten Teilchen, deren Wechselwirkungen im MSSM be-
rechenbar sind, und durch modifizierte Wirkungsquerschnitte von Reaktionen von
Standardmodellteilchen.

Da das Standardmodell quantitativ sehr gut mit den Experimenten tbereinstimmt [2],
kdnnen Effekte von Physik jenseits des Standardmodells nur sehr klein sein. Daher
ist es unumganglich, sowohl das Standardmodell als auch die konkurrierenden Alter-
nativen rechnerisch genau zu beherrschen. Somit missen bei storungstheoretischen
Betrachtungen hohere Ordnungen beriicksichtigt werden.

Die Klasse von Theorien, die die Gesetze der speziellen Relativitat und der Quanten-
mechanik verknipfen, ist die Klasse der relativistischen Quantenfeldtheorien. Dazu
gehoren alle Elementarteilchentheorien, insbesondere das Standardmodell und das
MSSM.

Die Storungstheorie in Quantenfeldtheorien ist dquivalent zu einer Entwicklung in
dem Planckschen Wirkungsquantum #A. Die niedrigste Ordnung entspricht deshalb
dem klassischen Grenzfall, das Quantenniveau wird durch die hGheren Ordnungen
gebildet. Erst durch die héheren Ordnungen erfillt die Theorie die fundamentalen
physikalischen Eigenschaften wie die Kausalitat und die Unitaritét der S-Matrix, also
die Tatsache, dal’ die Gesamtwahrscheinlichkeit aller mdglichen Mel3ergebnisse sich
immer als Eins ergibt. Damit ist klar, daR die hoheren Ordnungen nicht nur wegen
der Rechengenauigkeit wichtig, sondern von grundlegender Bedeutung sind.

Ein Studium der grundlegenden Eigenschaften Unitaritat und Kausalitét zeigt aber,
dal’ die hoheren Ordnungen eine intrinsische Vieldeutigkeit aufweisen, die insbeson-
dere zu divergenten Zwischenergebnissen fiihren kann. Diese Vieldeutigkeit und die
Divergenzen werden durch die Renormierung beseitigt.

Renormierung besteht darin, die Divergenzen durch Counterterme zu absorbieren,
die mit der Unitaritat und Kausalitat vertraglich sind. Die Vieldeutigkeit der hoheren
Ordnungen dulRert sich darin, daR die endlichen Anteile der Counterterme zunéchst
unbestimmt sind. Diese Vieldeutigkeit wird beseitigt, indem bestimmte Symmetrie-



Kapitel 1 Einleitung 3

und Normierungsbedingungen an die Theorie gestellt werden. Solche Bedingungen
aufzufinden ist ein wichtiger und haufig anspruchsvoller Schritt. Diese Bedingungen
bilden einen Bestandteil der Definition der Theorie, und sie bringen die gewiinschten
physikalischen Eigenschaften der Theorie zum Ausdruck. In einem néchsten Schritt
mul gezeigt werden, dal die gestellten Bedingungen erfiillbar sind und zu eindeuti-
gen und endlichen Ergebnissen fihren.

Renormierung hat damit technische und prinzipielle Aspekte. Zum einen liefert die
Renormierung eine Vorschrift, wie die in Zwischenschritten auftretenden divergenten
Integrale zu eindeutigen und endlichen physikalischen Vorhersagen zu kombinieren
sind. Zum anderen vervollstdndigt erst die Angabe einer Renormierungsprozedur,
d.h. der Symmetrie- und Normierungsbedingungen, die Definition einer Quanten-
feldtheorie. Renormierung ist somit unerlailich fiir ein grundlegendes Verstandnis
von Quantenfeldtheorien und deren physikalischer Bedeutung.

In dieser Arbeit wird die Renormierung supersymmetrischer Eichtheorien und ins-
besondere des MSSM studiert. Unser Ziel ist dabei zum einen, die Renormierung
des MSSM im Detail und in allen Ordnungen zu verstehen, und zum anderen, die
formalen Methoden nutzbar fiir konkrete Schleifenrechnungen zu machen.

In der Literatur wurden bisher zum einen supersymmetrische Eichtheorien im Rah-
men einer manifest supersymmetrischen Formulierung renormiert [3]. Zum anderen
wurde die Renormierung im Rahmen der in konkreten Rechnungen meist verwen-
deten Wess-Zumino-Eichung fiir Modelle mit einfacher Eichgruppe ausgearbeitet
[4, 5]. Diese bekannten Ergebnisse stellen wir in Kapitel 2 kurz zusammen.

Im Hinblick auf das MSSM sind zuné&chst einige Erweiterungen der in der Literatur
benutzten Methoden notwendig. In Kapitel 3 geben wir die Erweiterungen fiir abel-
sche Eichgruppen an, und in Kapitel 4 stellen wir einen zu [5] alternativen Ansatz
zur Beschreibung sanfter Supersymmetriebrechung vor. Unser Ansatz hat den \Vor-
teil, dal3 die physikalische Bedeutung aller auftretenden Parameter ermittelt werden
kann.

Die Renormierung supersymmetrischer Modelle fiihrt auf eine technische Schwie-
rigkeit, weil in Zwischenschritten eine Regularisierung eingeftihrt werden muf3, aber
keine mathematisch konsistente Regularisierung bekannt ist, die die Supersymmetrie
und Eichinvarianz respektiert. Im allgemeinen verursacht die Regularisierung eine
Symmetriebrechung, die durch geeignete Counterterme kompensiert werden muf3.
Zu einer praktischen Berechnung von Observablen gehort deshalb unweigerlich ent-
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weder die Bestimmung solcher Counterterme oder die Gewahrleistung, dal solche
Counterterme nicht notig sind. Die Kriterien zu dieser Bestimmung werden von den
Symmetriebedingungen der Kapitel 2 bis 4 geliefert — daher sind die Symmetriebe-
dingungen auch fiir konkrete Schleifenrechnungen wichtig.

In Kapitel 5 ziehen wir einige allgemeingltige und fir praktische Rechnungen niitz-
liche Folgerungen. Zum einen wird gezeigt, wie die Slavnov-Taylor-Identitéten, die
zur Definition der supersymmetrischen Eichtheorien benutzt werden, ausgewertet
werden kdnnen. Und zum anderen geben wir einen Uberblick iiber die unterschied-
lichen Versionen der dimensionalen Regularisierung und diskutieren die von der Re-
gularisierung verursachten Symmetriebrechungen.

Die dabei vorgestellten allgemeinen Verfahren werden in den Kapiteln 6, 7 in zwei-
erlei Weise angewandt. Zum einen werden mathematisch einfach handhabbare, aber
trotzdem in allen Ordnungen glltige Symmetrieidentitaten abgeleitet. Zum anderen
werden die verschiedenen Regularisierungen im Rahmen der supersymmetrischen
QED und QCD daraufhin tberprift, inwieweit sie die Symmetrien respektieren, und
die passenden Counterterme, die die Symmetrien wiederherstellen, werden bestimmt.

Kapitel 8 dient als Vorbereitung fiir die Untersuchung des MSSM. Darin wird die
spontane Symmetriebrechung im Zusammenhang mit den hier verwendeten Symme-
trieidentitaten dargestellt. Aus den Ward- und Slavnov-Taylor-Identitdten werden das
Goldstone-Theorem und der Higgsmechanismus, sowie die Masselosigkeit der Frei-
heitsgrade flr ungebrochene Symmetrien hergeleitet. Diese Ergebnisse bilden eine
wichtige Grundlage fir die Renormierung des MSSM.

Die Renormierung des MSSM flihren wir in Kapitel 9 durch. Dabei muB ein kompli-
ziertes Geflecht aus Problemen gelOst werden, die mit der spontanen Symmetriebre-
chung, der Eichfixierung und dem erweiterten Higgssektor zusammenhangen. Im Er-
gebnis wird gezeigt, dal’ sich das MSSM so renormieren 1aRt, dal3 alle der Anschau-
ung entsprechenden Normierungs-, Symmetrie- und R¢-Eichbedingungen erflllbar
sind sowie dalR das MSSM infrarotendlich und multiplikativ renormierbar ist.

In der Diskussion in Kapitel 10 geben wir noch einen ausfiihrlichen und kommentier-
ten Uberblick tber die neu entwickelten Methoden und die erhaltenen Ergebnisse.

In den Anhédngen stellen wir unsere Konventionen zusammen und geben die Feynm-
anregeln der supersymmetrischen QCD an. Im verbleibenden Teil des Anhangs sind
die Grundlagen der Renormierung und der supersymmetrischen Eichtheorien darge-
stellt.
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Kapitel 2

Grundlagen

2.1 Supersymmetrieund ihre Motivation

Supersymmetrie ist in einer relativistischen Quantenfeldtheorie nach [6] die einzig
mdogliche nichttriviale Erweiterung der Poincarégruppe. Ob diese Symmetrie zwi-
schen Fermionen und Bosonen in der Natur realisiert ist, stellt eine naheliegende und
bis heute offene Frage dar.

Die Erzeugenden der Supersymmetrie sind Spinoroperatoren @, @, die bei Hinter-
einanderausfiihrung Translationen ergeben und mit Translationen vertauschen:?

{Qa,aa} = 2UZaPu=
[P1Q4] = [P", Q] = 0. 2.1)

Die Supersymmetrie-Algebra hat weitreichende Konsequenzen: Als Spinoroperator
bildet ¢ Fermionen auf Bosonen ab und umgekehrt. Da der Impulsoperator auf Ein-
teilchenzustanden invertierbar ist, mu® auch ) invertierbar sein, und es muf3 gleich-
viele bosonische und fermionische Freiheitsgrade geben. Die Algebra erlaubt zu-
dem, den Hamiltonoperator als Quadrat der Supersymmetriegeneratoren darzustel-
len, so daR3 ein supersymmetrischer Vakuumzustand, der also Q|0) = 0 und damit
(0]QQ|0) = 0 erfiillt, verschwindende Energiedichte haben muB. Dies gibt Anlaf
zu der Hoffnung, dal? die in den MaRstdben der Teilchenphysik extrem kleine Vaku-
umenergiedichte des Universums im Rahmen supersymmetrischer Theorien verstan-
den werden kdnnte. Wegen der Verknipfung von Supersymmetrie und Translationen

11.a. kann auch mehrfache Supersymmetrie mit Generatoren Q ¢,,i = 1, ... , N betrachtet werden. Wir beschranken
uns auf die einfache (/N = 1) Supersymmetrie.
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flhrt lokale Supersymmetrie zudem zur Invarianz unter lokalen Koordinatentrans-
formationen. Deshalb besteht die Mdglichkeit, dal} die lokale Supersymmetrie einen
Rahmen liefert, in dem sich die Gravitation konsistent quantisieren laRt.

Diese Uberlegungen zeigen, wie leicht sich eine Verbindung der Supersymmetrie zu
grundlegenden Fragen der heutigen Physik finden laRt. Sie zeigen allerdings noch
in keiner Weise, dal} die Supersymmetrie eine Eigenschaft der Natur ist. Vielmehr
ist eine weitere Konsequenz der Supersymmetrie-Algebra vom Experiment wider-
legt. Aus [P?, Q] = 0 folgt, daR zu jedem Boson ein Fermion mit gleicher Masse
existieren muf, wobei in einer supersymmetrischen Theorie beide in gleicher Weise
wechselwirken. Solche Teilchenpaare sind in der Natur nicht beobachtet.

Die Natur konnte sich bestenfalls in einem Zustand gebrochener Supersymmetrie
befinden, in dem Massengleichheit nicht gilt und die Superpartner der bekannten
Teilchen eine unbestimmte Masse der Ordnung O(Mssy) besitzen.

Fir die Annahme, die Natur befinde sich in einem Zustand gebrochener Supersym-
metrie, lassen sich eine ganze Reihe von theoretischen und experimentellen Indizien
anfiihren. Neben obigen prinzipiellen Uberlegungen fallen in supersymmetrischen
Theorien alle quadratischen Divergenzen in den Schleifenkorrekturen zu den Massen
der Higgsbosonen weg, und es gelten sogar noch machtigere Nichtrenormierungs-
theoreme [7]. Dies kann als ein Anzeichen gedeutet werden, daR supersymmetrische
Theorien einen nattirlichen Rahmen darstellen, die Hierarchie der Higgsmasse ge-
geniiber der Planckskala My : Mpjanck == 10717 zu erklaren [8].

In supersymmetrischen Theorien ist aul3erdem eine Vereinigung der effektiven Kopp-
lungen der starken, schwachen und elektromagnetischen Wechselwirkungen bei ho-
hen Energien mdglich, wie es die Idee einer groRen vereinigten Wechselwirkung
nahelegt. Eingabe der experimentellen Werte der Kopplungen bei niedrigen Energi-
en erlaubt einen Fit der Skala Ms,s, und der Vereinigung der Kopplungen Mgyr. Es
ergibt sich dabei interessanterweise Mgsy ~1TeV, was im Bereich der nachsten Be-
schleunigergeneration liegt, und Mgyt ~ 10'%GeV, was mit den Schranken an die
Lebensdauer des Protons vertraglich ist [9].2

Experimentell gut belegt ist die Existenz von dunkler Materie im Universum, die
nicht aus den bisher bekannten Teilchen bestehen kann. In einer groRen Klasse su-
persymmetrischer Theorien ist ein Superpartner der neutralen Vektor- und Higgsbo-
sonen stabil und damit ein guter Kandidat ftir einen Bestandteil der dunklen Materie.
Selbst die von der Supersymmetrie bestimmten Produktions- und Zerfallsraten die-

2Die groRe vereinigte Wechselwirkung induziert Zerfille des Protons in leichtere, nicht-baryonische Teilchen.
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ser Teilchen passen quantitativ gut zu der Annahme, daR sie kurz nach dem Urknall
im thermischen und chemischen Gleichgewicht erzeugt wurden, dann aber aufgrund
ihrer schwachen Wechselwirkung aus dem Gleichgewicht herausgefallen sind und
heute als Reliktteilchen die dunkle Materie ausmachen [10].

2.2 Quantisierung supersymmetrischer Eichtheorien; Wess
Zumino-Eichung

Halten wir uns die Uberragende Rolle der Eichtheorien in der Beschreibung der Ele-
mentarteilchenphysik und die Mdglichkeiten der Supersymmetrie vor Augen, liegt es
nahe, supersymmetrische Eichtheorien als aussichtsreiche Kandidaten fiir zuktinftige
Elementarteilchentheorien zu betrachten.

Zur Quantisierung supersymmetrischer Eichtheorien gibt es grundséatzlich zwei ver-
schiedene Mdoglichkeiten. Die erste Mdglichkeit bietet der Superfeldformalismus
[11]. Die Quantentheorie wird darin durch eine manifest supersymmetrische Eich-
fixierung und darauf zugeschnittene Ward- und Slavnov-Taylor-Identitaten definiert;
die Renormierbarkeit ist in diesem Rahmen vollstandig bewiesen [3]. Dieser Zugang
hat den Vorteil, dal’ die Supersymmetrie in einer sehr tbersichtlichen Weise als linea-
re Transformation behandelt wird. Der Nachteil ist zum einen, daf} Felder der Dimen-
sion 0 in beliebiger Potenz in der Lagrangedichte auftauchen, und zum anderen dal}
alle unphysikalischen Freiheitsgrade des Vektorsuperfeldes in den Greenfunktionen
beitragen, so daR der physikalische Gehalt der Theorie nur schwer zugénglich ist.
Insbesondere werden praktische Berechnungen von Teilchenreaktionen erschwert.

Die Alternative besteht darin, auf den Superraumformalismus zu verzichten und
in der klassischen Lagrangedichte bereits mdglichst viele unphysikalische Felder
vollstdndig zu eliminieren. Diese Elimination geschieht einerseits durch die Wahi
der Wess-Zumino-Eichung, in der einige im Superraum auftretende Eichfreiheitsgra-
de auf Null gesetzt werden. Andererseits werden die sogenannten D- und F'-Felder,
fir die keine kinetischen Terme existieren, durch die Lésungen ihrer Bewegungs-
gleichungen ersetzt. Dann taucht in der Lagrangedichte eine minimale Anzahl un-
physikalischer Felder auf, mit dem Vorteil, dal3 der physikalische Gehalt offensicht-
licher wird. Daflr aber sind die Supersymmetrietransformationen in diesem Zugang
nichtlinear und eng mit den Eichtransformationen verkntipft, und es war lange Zeit
nicht klar, wie in diesem Zugang eine Quantentheorie definiert und die Renormier-
barkeit bewiesen werden kann [12] (vgl. auch Anhang E.2.4). Eine Ldsung wurde
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erst in [13, 4] gefunden. Der entscheidende Schritt zu dieser Losung war die in [14]
dargelegte Kombination des BRS-Formalismus [15] mit der Idee von Batalin und
Vilkovisky [16], hohere Ordnungen in den Quellen Y; der BRS-Transformationen
zuzulassen.

Fir die praktische Auswertung von Schleifenkorrekturen zu Elementarteilchenpro-
zessen Uberwiegen die Vorteile des zweiten Zugangs. Deshalb beschréanken wir uns
in dieser Arbeit darauf.

Obwohl im Rahmen beider Zugange die Renormierbarkeit bewiesen ist und beide
die selbe klassische Lagrangedichte als Ausgangspunkt benutzen, ist nicht bewiesen,
dal’ die beiden entstehenden Quantentheorien physikalisch dquivalent sind. Es gibt
lediglich Indizien, wie die Tatsache, dal} die Zahl der physikalischen Freiheitsgrade
Ubereinstimmt und dal? sich die Greenfunktionen eichinvarianter Operatoren jeweils
linear unter Supersymmetrie transformieren [17].

2.3 Renormierung supersymmetrischer Eichtheorien

2.3.1 Definition

Zur Definition supersymmetrischer Eichtheorien mit einfacher Eichgruppe in der
Wess-Zumino Eichung wird die Kombination von BRS- und Batalin-Vilkovisky-
Formalismus aus [14, 13] zugrundegelegt. Diese zeigt, wie eine Symmetrieidentitat
konstruiert werden kann, die einerseits alle getinschten Symmetrieeigenschaften be-
schreibt und andererseits in allen Ordnungen eine wohldefinierte Gleichung ist. Sie
laRt sich schematisch wie folgt zusammenfassen:

1. Gegeben sei eine klassische Wirkung, die unter Symmetrietransformationen
0 — © — 1o, T%; mit Generatoren 7" und Transformationsparametern «,,
invariant ist. Zu allen Symmetriegeneratoren werden passende Geistfelder ¢,
eingefiihrt und die BRS-Transformationen der Felder ¢ durch

sp = —ic,T% (2.2)

definiert. Dabei ist der Spin der ¢, durch die 7 bestimmt und die Statistik der
Geistfelder ist der tblichen, aus dem Spin-Statistik-Theorem folgenden, entge-
gengesetzt.
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2. Die BRS-Transformationen der Geister sind durch die Strukturkonstanten ge-
geben: Gilt [T, T%] = i f.».T¢ + eventuelle Bewegungsgleichungen, dann wird

scq(z) = %fabccb(x)cc(x) (2.3)

gewdhlt. Aus dieser Wahl folgt zusammen mit der Statistik der Geistfelder, daf3
s? = 0+ eventuelle Bewegungsgleichungen, die Nilpotenz des BRS-Operators.

3. Eine BRS-invariante Eichfixierung mit Eichfunktion F, kann durch Addition
der totalen BRS-Variation s(c, F},) zur klassischen Wirkung eingefiihrt werden,
wobei Antigeister ¢, und Hilfsfelder B, mit solchen BRS-Transformationen
s¢, = B, + ..., sB, = ... auftauchen, dal} die Nilpotenz von s nicht zerstort
wird.

4. Wir unterscheiden nun zwischen Feldern ;, deren BRS-Transformationen
nichtlinear in den dynamischen Feldern sind, und den ubrigen Feldern ¢/. Zu
den nichtlinearen Transformationen sy; werden Quellen Y; eingeftihrt und die
Terme f d*zY;sp; zur klassischen Wirkung addiert. Die Quantenzahlen von Y;
sind so, daR Y;s¢; neutral ist.

5. Bestimmung und Addition von Termen héherer Ordnung in den Y;, so daB die
klassische Wirkung die Slavnov-Taylor-ldentitdt S(I'¢;) = 0 mit

5T 6T 6T
S0 = [ (555 +ovizy) 2

erflllt, wobei ¢; die nichtlinear und ¢/ die linear BRS-transformierenden Felder
durchlauft. Das Zulassen hoherer Ordnungen in den Y; war die entscheidende
Neuerung von [16], die die Anwendung auf Theorien in der Wess-Zumino Ei-
chung ermaglicht.

6. Die bisherige Konstruktion betrifft nur die klassische Néherung der Theorie.
Mit der Slavnov-Taylor-ldentitat ist aber eine Charakterisierung der Symmetri-
en gefunden, die unverédndert auch in hoheren Ordnungen als S(I") = 0 fiir die
effektive Wirkung I' gefordert werden kann (s. Kapitel D.3.3). Sie ist damit eine
der Definitionsgleichungen der Theorie. In klassischer N&herung entspricht sie
der Invarianz unter den durch die T'® erzeugten Transformationen; in héheren
Ordnungen ist sie nach Anhang D.3.3 eine wohldefinierte Gleichung, die — wie
noch zu besprechen sein wird — alle Aspekte der Symmetrien ausdriickt.

Nun sind zuné&chst die Felder supersymmetrischer Eichtheorien anzugeben. Die phy-
sikalischen Felder sind zum einen die Eichvektorfelder A*, deren Superpartner, die
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Gauginos A%, A4, und zum anderen die skalaren und die fermionischen Komponen-
ten ¢;, v chiraler Supermultipletts und die komplex konjugierten Felder qﬁj, Via.
GemaR obigem Formalismus werden zur Beschreibung der Eichinvarianz und Super-
symmetrie, zu deren Algebra untrennbar auch die Translationen gehéren, drei Sor-
ten von Geistfeldern eingefiihrt: Zum einen die skalaren Faddeev-Popov-Geister c,,
zum anderen vektorielle Translations- und spinorielle Supersymmetriegeister w”, €.,
€,. Dabei sind nur die Faddeev-Popov-Geister ¢, dynamische, x-abhdngige Felder;
die anderen Geister sind Raumzeit-unabhangige Konstanten, da die entsprechenden
Transformationen global sind.

Zur Eichfixierung werden die Antigeister ¢, und die B-Hilfsfelder B, eingeftihrt.

Die dynamischen Felder sind all die bisher genannten Felder mit Ausnahme von w*,
€a, E4. Die einzigen in den dynamischen Feldern hochstens linearen BRS-Transfor-
mationen sind diejenigen von ¢,, B,, w", €., €;. Damit werden zur Formulierung der
Symmetrien nach obigem Schema noch duf3ere Quellen Y; firr die BRS-Transforma-
tionen aller physikalischen Felder und der ¢, eingeftihrt.

Allen Geistfeldern wird die Geistzahl +1, den Antigeistern -1, und den Y -Feldern
eine solche Geistzahl zugeordnet, daR Y;; die Geistzahl —1 hat. Die Statistik aller
Felder mit Geistzahl +1 ist gerade der Ublichen, aus dem Spin-Statistik-Theorem
folgenden, entgegengesetzt.

Nach [4] konnen supersymmetrische Eichtheorien mit einfacher Eichgruppe in der
Wess-Zumino Eichung durch folgenden Satz von Bedingungen an die effektive Wir-
kung I" definiert werden:

e Slavnov-Taylor-ldentitat
ST) = 0. (2.5)

Diese Identitdt kombiniert die Informationen tber die Symmetriealgebra und
die Invarianz unter den renormierten Symmetrietransformationen. Der Slavnov-
Taylor-Operator ist dabei durch
0F OF 0F OF  OF OF
S(F) = [ d* -
() / ”3(51{45 SAL 3V 0 | OV Sheg
OF 0F  OF O0F 0F O0F  O0F OF
+ + + + e
5Y¢i d¢p; (5Y¢{r 5@51 5Y¢ia (S’(ﬂ;l 5Y£ 5¢id
0OF OF _OF 0F )

N a ¢ — Ba
TS, 5es T %%%e, T P5B,
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N L OF s oF + s oOF
S€ —— S€aT— SW

Oe® O0¢, ow?
fur ein allgemeines bosonisches Funktional F gegeben, und die hierin explizit
auftauchenden BRS-Transformationen lauten:

(2.6)

s¢, = B, —1iw"0,¢,, (2.7)
sB, = 2iec"e0,c, —iw"0,B, , (2.8)
se* = 0, (2.9)
se = 0, (2.10)
sw” = 2eo0"€. (2.11)

Dal} durch diese Slavnov-Taylor-ldentitat die Supersymmetrie und Translati-
onsinvarianz beschrieben wird, folgt geméall dem oben beschriebenen BRS-
Batalin-Vilkovisky-Formalismus aus den Eigenschaften der Geister €, €4, w".
Diese haben die gleichen Lorentztransformationseigenschaften wie die entspre-
chenden Generatoren Q,, Q,, P* und in den BRS-Transformationen sind die
Strukturkonstanten der Symmetriealgebra implementiert, insbesondere enthélt
swh genau den Faktor 20 aus der Vertauschungsrelation {Q,, Q,} = 208 P,.
Die Felder ¢, B, sind fir die Eichfixierung notwendig.

e Eichfixierungsbedingung

hy
0B,

Diese Bedingung bestimmt den B-abhdngigen Anteil der effektiven Wirkung
vollstandig und legt fest, daR dieser in allen Ordnungen durch die Eichfixierung
gegeben ist. Wie in Anhang D.3.2, D.3.3 diskutiert, ist es im Einklang mit dem
Quantenwirkungsprinzip [18, 19], diese Gleichung in allen Ordnungen zu for-
dern, da der Ausdruck auf der rechten Seite lokal und linear in den dynamischen
Feldern ist. Daraus folgt insbesondere, daR B nur in bilinearen Termen in der
Lagrangedichte auftaucht und damit zu keinen Einteilchen-irreduziblen (1PI)
Schleifendiagrammen beitragt.

= 0,A"+¢B, . (2.12)

e Translations-Geistgleichung

o = [ )i, 213)
Pi

dwh

wobei die (y;,Y;) die Paare aus dynamischen Feldern und zugehorigen Y-
Feldern durchlaufen und G P; die Statistik von ¢; angibt. Die Bedingung (2.13)
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legt die Abhdngigkeit von w* in allen Ordnungen fest. Sie kann aus dem selben
Grund wie die Gleichung fur 5‘% gefordert werden.

e Globale Symmetrien: Zusatzlich zur Slavnov-Taylor-ldentitdat wird Invarianz
unter globalen Eichtransformationen, Geistzahlerhaltung und weitere globale
Symmetrien wie CP-Invarianz und R-Invarianz gefordert. Diese werden hier
nicht ndher spezifiziert.

2.3.2 Renormierbarkeit
Zum Beweis der Renormierbarkeit missen zwei Punkte untersucht werden: die An-
omaliefreiheit und die multiplikative Renormierbarkeit [13, 4].

Zum Beweis, dal3 obige Bedingungen in allen Ordnungen erfillbar sind und die
Theorie damit anomaliefrei ist, wurde die Nilpotenzbeziehung

sS([) = OfiralleI’, (2.14)
s2 = 0falls S(I') =0 (2.15)

benutzt. s ist dabei der linearisierte Slavnov-Taylor-Operator

o' o ) ) )
— 4 A 2.1
o / ' (519- Soi | 01 0Y, “%M) | (2.16)

wobei (p;, Y;) die Felder mit passenden Y'-Feldern und die ! die Felder ohne zu-
gehorige Y-Felder durchlaufen. Gilt die Slavnov-Taylor-ldentitat bis zur Ordnung
"1 dann folgt aus dem Quantenwirkungsprinzip (vgl. Gl. (D.60), (D.64)):

S(T) = A"A+ O(R") (2.17)

wobei A ein lokales Produkt der Felder ist. Wegen (2.14) gilt spA"A = O(R"*h),
also

SrclA = 0, (218)

wobei 'y = I'|;-0 die klassische Wirkung ist. Dies ist das Analogon zu den Wess-
Zumino-Konsistenzbedingungen [20], die jede Anomalie erfiillen muB. Falls A sich
in der Form

~

A = sp,A (2.19)
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mit lokalem A darstellen l4ft, dann wird die Brechung der Slavnov-Taylor-Identitat
durch die Subtraktion I' — I" — A" A absorbiert, so dal} dann

S(I) = O™ (2.20)

gilt. LaRkt sich A dagegen nicht als totale sp_-Variation darstellen, kann die Slavnov-
Taylor-ldentitét nicht restauriert werden und es liegt eine Anomalie vor. Die Frage
nach der Existenz von Anomalien IaRt sich also durch Untersuchung der allgemeinen
Losung der Konsistenzbedingung beantworten. Nach [13, 4] ist die einzige Losung
von sp, A = 0, die nicht als A = s, A geschrieben werden kann und damit die ein-
zig mogliche Anomalie ist, eine supersymmetrische Erweiterung der Adler-Bardeen
Anomalie. Diese verschwindet aber in Theorien mit passender Multiplettstruktur der
Materiefelder. Setzen wir das voraus, ist die Slavnov-Taylor-ldentitat also in allen
Ordnungen erfillbar. In [4] wurde in dhnlicher Weise gezeigt, daR die tibrigen Defi-
nitionsbedingungen zugleich erfillbar sind.

Nachdem die Slavnov-Taylor-ldentitdt und die tibrigen Bedingungen durch Addition
eventueller Counterterme hergestellt sind, kénnen weiterhin in jeder Ordnung sym-
metrische Counterterme zu I" addiert werden, die diese Bedingungen nicht verletzen.
Gilt S(I') = O(R"), so sind symmetrische Counterterme I's,, der Ordnung A" durch
S(T + T'syym) = O(A™) oder dquivalent

Srclrsym == 0 (2.21)
charakterisiert.

In [4] wurde gezeigt, dal} die symmetrischen Counterterme, also alle Lésungen von
styl'sym = 0, die auch die weiteren Symmetrien nicht verletzen, als infinitesimale
Feld- und Parameterrenormierung verstanden werden kdnnen.

Zusammen mit der Anomaliefreiheit zeigt dies die multiplikative Renormierbarkeit
von supersymmetrischen Eichtheorien in der Wess-Zumino-Eichung.

Obwohl in der Slavnov-Taylor-ldentitat Schleifenkorrekturen zu den Transforma-
tionen auftauchen, und obwohl die Transformationen selbst nicht die eigentliche
Supersymmetrie-Algebra erfiillen, kann gezeigt werden, dal die Slavnov-Taylor-
Identitédt zu den erwiinschten physikalischen Konsequenzen fiihrt: Es lassen sich ei-
chinvariante Operatoren definieren, und auf diesen Operatoren laRt sich eine Dar-
stellung der Supersymmetrie-Algebra (2.1) definieren. Auflierdem lassen sich auf den
physikalischen Zustdnden erhaltene Supersymmetrieladungen definieren, die loka-
le Supersymmetrietransformationen induzieren [21]. Diese Resultate rechtfertigen
letztlich die Verwendung der Slavnov-Taylor-ldentitét als definierende Gleichung.
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2.3.3 Klassische Wirkung

Als Referenz fiir spater geben wir noch die klassische Wirkung I'qy = I'|;0 an.
Diese ergibt sich als Losung der definierenden Bedingungen in Form eines lokalen,
power-counting-renormierbaren Funktionals aller Felder:

Lo = Dsusy + Trix, gh + Text + Dot - (2.22)
Der erste Bestandteil ist der supersymmetrische Anteil

Fsusy — / d4$£ y (2.23)

L = /:'min.KoppI. + /:'Eiciielder + »CSuperpot. + ED + EF ) (2-24)
Emin.KoppI. = (Du¢)T(Du¢) + ¢EuiDu¢

—V2g(ipAp — ¢liAy) (2.25)
ﬁSuperpot. = —%Wﬂ] - %wzwﬂﬁk + h.c.
_ 1 W (g)
= —§¢Z¢Jw+h.c., (2.26)
LEichfelder = —E(F,j‘y)?
X TDA + SN D) @21)
Lo = —5(é'gT"0), (2.28)
_|ow(@)[*
Lr = —‘ 5, (2.29)

Hierbei ist W (¢) das Superpotential, ein Polynom dritten Grades in den Skalarfel-
dern ¢;. Die Feldstarketensoren und die kovariante Ableitung sind durch

Fl'" = OMFY — 0"F! — gfucF}'FY (2.30)
D, = 0,+119T"Aqp, (2.31)
gegeben, wobei bei Anwendung von D,, auf Felder in der adjungierten Darstellung

(hier die Gauginos A,) die adjungierte Darstellung 7}>. — — fu5. €ingesetzt werden
mui.

Die Eichfixierung und der zugehorige Geistanteil der klassischen Wirkung ist mit der
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Eichfunktion f, =

gegeben.

Lix, gp =

15

/ 0z s[éa(fu + S B,)

_ / a's(Bufo + ng) + T,

(0,A") und dem Eichparameter ¢ durch die totale BRS-Variation

(2.32)

Wahrend die linearen BRS-Transformationen explizit durch die Slavnov-Taylor-
Identitdt vorgegeben sind, ergeben sich die nichtlinearen als Ergebnis der Losung
der Symmetrieidentitaten. Zusammengefalt lauten die BRS-Transformationen:

sA,

sA?

duc —igle, A, +ieo N —ido,€
—w"0,A, ,

—ig{c, \*} + %(dea)ang + ie* D
— w0\,
—igle,Ra} = 5(@")aFp + 7 D

- Z‘wya,/Ad 9

= —igcdi +V2e; —iw’ O,

+ig(¢'e)i + V2 e — iw” Vcﬁj ,

—ige? + V2 Fy — V2i(ed")" D,
—w" Oy,

~ig(Ys)i — V2% F] +V2i(e0™)a(Duti)!
— iw O ;g

—igc? + 2iecVEA, — iw"d,c,

0,

0,

2e0”€ ,

B - iwyayéa 9

S e
= 2ie0”€d, e, — 1w 0,B, .

(2.33)

(2.34)

(2.35)
(2.36)
(2.37)

(2.38)

(2.39)
(2.40)
(2.41)
(2.42)
(2.43)
(2.44)
(2.45)

Hierbei wurden A, = T“A,, und entsprechende Gleichungen fir alle Felder in
der adjungierten Darstellung benutzt. Die Hilfsfelder D und F; stehen hier nur als
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Abkiirzungen fiir die Losungen ihrer Bewegungsgleichungen

D" = —¢'gT"¢, (2.46)
(L aW(9)
F' = 59, . (2.47)

Die Eigenschaften dieser BRS-Transformationen spiegeln das Schema des BRS-
Batalin-Vilkovisky-Formalismus wieder: Fir die Felder A, X, ¢, v ist

s = €'Qy+ @dEd + / d4xca(:t)55ich,a(x) —iw” 0, , (2.48)

also die Summe der einzelnen Transformationen, wobei jeweils der entsprechende
Geist die Rolle des Transformationsparameters einnimmt. Die Supersymmetriege-
neratoren Q,, @, erfiillen wegen der Wahl der Wess-Zumino-Eichung nicht die
Supersymmetrie-Algebra (2.1). Welche Algebra sie erfiillen, driicken die BRS-Trans-
formationen der Geister c, €%, €, w" aus, indem sie die Strukturkonstanten der Sym-
metriealgebra enthalten [15]. Die BRS-Transformationen sind ferner nilpotent bis auf
Bewegungsgleichungen:

s> = 0+ Feldgleichungen . (2.49)

Mit diesen BRS-Transformationen lautet der Anteil I'g der klassischen Wirkung, in
dem die BRS-Transformationen der ¢; an die Y; gekoppelt werden, wie folgt:

FeXt = / d4$ (YAZLSAQL + Y)\O;S)\aa + YXGQSXS
+ Y¢,i8¢i + Y¢IS¢;-[ + Yﬁs¢ia + YEZ»C.YSE?
+ Ycasca) . (2.50)

Der verbleibende Anteil ist bilinear in den Y -Feldern:
1
Dpit = /d433 (§(Y)\a€ + YXGE)Q + 2(Y¢i€) (Y%E)) . (2.51)

Die Einfiihrung eines solchen Terms im Rahmen supersymmetrischer Eichtheori-
en war die entscheidende Neuerung von [14, 13]. Er ist entscheidend daftir, dal}
die klassische Wirkung die Slavnov-Taylor-ldentitat erfiillt, obwohl die D- und F'-
Hilfsfelder eliminiert sind und die BRS-Transformationen nur bis auf Bewegungs-
gleichungen nilpotent sind.
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Kapitel 3

Definition abelscher supersymmetrischer
Eichtheorien

In [13, 4] wurde ein Formalismus zur Behandlung supersymmetrischer Eichtheorien
in der Wess-Zumino Eichung vorgestellt und die méglichen Anomalien berechnet.
Darauf basierend wurde in [4] eine vollstandige Definition der Theorien im Falle
nichtabelscher, einfacher Eichgruppen angegeben. Im Hinblick auf das minimale su-
persymmetrische Standardmodell ist eine analoge Definition fiir den Fall abelscher
Eichgruppen notwendig. Wir geben hier eine solche an. Dabei spezialisieren wir uns
auf die supersymmetrische Erweiterung der QED, dies stellt aber keine wesentliche
Einschréankung dar. Die hier dargelegten Ergebnisse finden sich auch in [22].

Der Unterschied zum nichtabelschen Fall ist, daR die Forderung nach abelscher Ei-
chinvarianz zu weniger starken Einschrankungen an die Theorie fiihrt, weshalb die
Slavnov-Taylor-ldentitdt um weitere Symmetriebedingungen erganzt werden muR.
Andererseits ist auch die Struktur der Wechselwirkung weniger komplex als im
nichtabelschen Fall, so daB einige weitergehende Folgerungen (ber die Korrekturen
hoherer Ordnung gezogen werden konnen.

3.1 Allgemeiner Rahmen

3.1.1 Klassische Lagrangedichte

Die QED beschreibt die elektromagnetische Wechselwirkung von Elektronen mit
Photonen. Ihre supersymmetrische Erweiterung SQED erganzt den Teilchengehalt
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um die entsprechenden Superpartner, die skalaren Elektronen (Selektronen) und Pho-
tinos, wobei deren Wechselwirkungen durch die Supersymmetrie festgelegt sind. Der
Feldgehalt der supersymmetrischen QED ist gegeben durch:

e Ein \ektorsupermultiplett (A“,)\C“,Xd), bestehend aus dem Photon und dem
Photino.

e Zwei chirale Multipletts (¢7, ¢r) und (%, ¢r) mit den Ladungen Qr = —1,
Qr = +1, wobei jedes aus einem Weylspinor und einem Skalarfeld besteht.
Diese Felder beschreiben den links- und rechtshandigen Anteil des Elektrons
und die zugehorigen Selektronen.

Das Elektron wird durch einen Diracspinor ¥ und das Photino durch einen Majora-
naspinor 7 beschrieben, die durch

%) = ()
U=1_4, ) = SO 3.1
( 7 gl B (3.1)

gegeben sind. Die Lagrangedichte der SQED enthalt kinetische, Massen- und Wech-
selwirkungsterme fir alle Felder:
1

1-. N
Lseep = —7 u ”+§7W“ el

IDubLl” + |Duoly* + Tin D, ¥
—V2eQr, (TPR:)@L — Py + oLAPLY — ¢rA P R‘I’)

— % (eQrl¢r]* + 6@1@1|¢R|2)2

—mWW —m?(|¢r]* + |¢r[*) (3.2)

mit der kovarianten Ableitung und Feldstérke
D, = 0,+1eQA,, (3.3)
F. = 0,A, —0A,. (3.4)

Wie im Falle allgemeiner Eichtheorien sind die Wechselwirkungen der Photonen
mit allen anderen Feldern durch die kovarianten Ableitungen gegeben, wéhrend die
Wechselwirkungen mit den Photinos und die quartischen Skalarwechselwirkungen
durch die Supersymmetrie festgelegt sind.

In dieser Lagrangedichte wurde die Wess-Zumino Eichung verwendet, und die un-
physikalischen D- und F-Felder wurden eliminiert. Daher ist diese Lagrangedichte



Abschnitt 3.1 Allgemeiner Rahmen 19

nur unter modifizierten Supersymmetrie-Transformationen invariant, die die offene
Algebra

{Qa, @a} = 2Pu05a + Ogich + Feldgleichungen, (3.5)

erfillen (vgl. [4] und Kapitel E.2.4). Hierbei sind die abelschen Eichtransformationen
Okich durch

o(r) = o(r) —ieQa(r)p(z) = p(x) + dEiche(z) (¢ = ¢r,R, V1L,R)(3.6)
AM(z) = AMz)+ 0"a(z) = A + Seen AP (3.7)

mit der Eichfunktion oo = —2i A, 0%, gegeben.

3.1.2 Savnov-Taylor-ldentitat

Die Verschrankung von Supersymmetrie und Eichinvarianz zeigt sich anhand der Al-
gebra (3.5) und anhand der Supersymmetriebrechung der Eichfixierung —%g(auA”)Q.
Um trotz dieser Komplikation eine giiltige Slavnov-Taylor-Identitat zu finden, gehen
wir analog zu [13, 4] (vgl. Kapitel 2.3.1) vor. Die BRS-Transformationen lauten

sA, = 0,c+teoy ) —ihoye — w0, A, , (3.8)
X' = (e0") Fyy — i€ eQu(|g1l® — gnl’) — it AN (3.9)
SX@ = ;(Epa)dea — 1€, 6QL(|¢L‘2 — |¢R|2) — z’w”&ja , (310)
spr, = —ieQrcor + V2epr —iw 0,y (3.11)
s¢l = +ieQued) + V29 e —iw’d,P (3.12)
sYf = —ieQref — V2 meh — V2i(ea")* Dygr — iw” 9,45 , (3.13)
s, = +ieQre, + V2& mop + V2i(ea")a(Duor)’

- Z‘WV&/JL@ ) (314)

sc = 2iec”€A, —iw"0,c, (3.15)
st = 0, (3.16)
se* = 0 : (3.17)
sw” = 2e0"€, (3.18)
s¢c = B—iw"0,¢, (3.19)

sB = 2iec"€0,¢c — iw"0,B (3.20)
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und analog fiir die rechtshandigen Felder. Hier wurden ein Faddeev-Popov-Geist c,
Supersymmetrie- und Translationsgeister ¢, €, w” sowie der Antigeist ¢ und das Hilfs-
feld B eingefiinhrt, die fiir die Eichfixierung nétig sind. In den BRS-Transformationen
der Geister sc, sw” tauchen die Strukturkonstanten der Algebra (3.5) als die Vorfak-
toren 2¢A,,0” und 20" explizit auf.

Werden Quellen fiir die nichtlinearen BRS-Transformationen eingefihrt, l1ai3t sich
der zu s korrespondierende Slavnov-Taylor-Operator als

/ d%( §F  6F  6F  _6F

S(F) = SA'—— + sc— + s¢c— + sB—

O AH oc oc 0B
N 0OF OF N OF OF
§Yra 0N | 6V 60,
OF OF oF OF oF OF OF OF
- - + R
5Y¢7L 5¢L 5Y¢TL (Sng 5Y¢La 5¢L 5YEL (Sde
+ aa_f + s€. a_f + v 8f
S€ e Sea(%d Sw W
oF OFOF
= !
- /(8%5% "oy, (M) (3.21)

schreiben, wobei in der letzten Zeile eine Abkirzung definiert wurde, bei der die ¢;
die nichtlinear, und die ¢/ die sich linear transformierenden Felder durchlaufen. Die
Quantenzahlen der Quellen sind generell so, dal’ die Produkte Y;¢; die Dimension 4,
Geistzahl (-1) und Fermistatistik haben, und ansonsten neutral sind.

+ (L—>R))

Fir spétere Zwecke ist es nutzlich, die Elektronbeitrage in der Slavnov-Taylor-lden-
titdt in 4-Spinoren zu schreiben:

Tewlo = / d*z (Yys¥ + YgsU) | (3.22)
S(F)ly = / d%(;s;; ‘;f; + ;;; g) (3.23)

mit den 4-Spinoren aus (3.1) und
Yo = (Y%a7y%d) Yy = (j%f%j) (3.24)

5
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Der Quellenanteil der klassischen Wirkung ist
Cexi = / dz (Y)\as)\a + YdeXd
+ Yo, 501 + Yy s0h + Vi stbpa+ Yo a5ty + (L%R)) . (3.26)

Da der Operator s wegen der Bewegungsgleichungen in (3.5) nicht nilpotent ist,
ist I'ext Nicht BRS-invariant. Dementsprechend erfllt die Summe I'sgep + L'exe Mit
I'soep = | Lsoep hicht die Slavnov-Taylor-1dentitét:

$(Tsoed + Tox) = sTex = / Yisoi £ 0. (3.27)

Die klassische Wirkung muB noch bilineare Terme in den Y; enthalten, damit sie die
Slavnov-Taylor-ldentitat erfllt. Mit

Dot = /d4x (%(Y)\G + Y56)? — 2(Yy,€) (€Y5,) — 2(Yye) (EY@R)> (3.28)

gilt
S(Csoep + Lext + T'hit) = 0. (3.29)
Zur Quantisierung ist noch die Addition einer Eichfixierung zur Lagrangedichte not-

wendig. Die Ubliche £-abhangige Eichfixierung und korrespondierende Geistterme
erhalten wir durch die totale BRS-Variation

FfiX’ gh = /d4$ S[E(@“AM + gB)]

— / d'z (B(?“Au + gBQ —¢0ec

— c0"(iea A — ido,E) + fz’ea”E(@ﬁ)E) : (3.30)

Die vollstandige klassische Wirkung ist durch die Summe
Lo = D'sgep + Ifix, gh + Text + il (3.31)

gegeben. Sie erfiillt die Slavnov-Taylor-Identitdt S(I'q) = O trotz der Supersym-
metriebrechung der Eichfixierung, da diese Brechung von den Termen ~ ¢ in I'g,
kompensiert wird.
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3.2 Abelsche Besonder heiten

3.2.1 Nilpotenz der Slavhov-Taylor-Operatoren

Im Unterschied zum nichtabelschen Fall ist die BRS-Transformation des Pho-
tons sA* linear in den dynamischen Feldern. Daher erhdlt sA* keine Schleifen-
korrekturen, und der Erwartungswert (sA*); der als Operator aufgefaiten BRS-
Variation ist mit dem klassischen Ausdruck sA* identisch. Dementsprechend gibt
es im abelschen Fall keine Quelle Y4.. Dasselbe gilt fiir die BRS-Transformation sc,
so daR auch keine Quelle Y, existiert.

In diesem Abschnitt wird daraus eine Konsequenz abgeleitet, die eine gewisse Kom-
plikation gegeniber dem nichtabelschen Fall darstellt. Allgemein gilt mit dem linea-
risierten Slavnov-Taylor-Operator

) o0F o oF o
— !
SF = /<S('0Z5cp;- + 5Y. 50 + 5o 5Yi) (3.32)

aufgrund der (Anti-)Vertauschbarkeit der Ableitungen die Gleichung

) \ OF
- [l ()
i j

OF (0 ,\ OF
— - : 3.33
Y (MWJ) 59@}) 539
Im nichtabelschen Fall folgt daraus zusammen mit den beiden Gleichungen
o , 0
— s = L = 34
5Y SP; 5o SP; 0, (3.34)
3290;- =0 (3.35)

die Nilpotenz (2.14). Im abelschen Fall ist die Menge der sich linear transformieren-
den Felder nicht invariant unter BRS-Transformationen, da A* sich linear transfor-
miert, s A" aber das sich nichtlinear transformierende A enthalt. Die Voraussetzungen
(3.34), (3.35) sind daher nicht erflillt, und es ergibt sich statt der Nilpotenz (2.14) nun

spS(F) = / (sgog(;;{ (0%c —iw"0,AH) %

L0
0Y; d¢p;

o~ .\ OF
(zea“)\ — 2)\0“6) cSAN)
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— / [z’wyay (i — i\o"€) — 2ieq, e F"H

— Z'(S_falig + Z'(S_fglie 5_‘;E
oY, oYy | 0AM
oOF
_ 2 Ay
_ / (A" 2 (3.36)

Die Nilpotenzrelation sxS(F) = 0 ist also aquivalent zur Nilpotenz s% A" = 0, die
die lineare Gleichung

J ) _
iea“&?f — i(ST]:U“E + iw" 0, (ied”\ — iAd"€) — 2iec,eF"F =0,  (3.37)
By A

darstellt. Im allgemeinen ist die Nilpotenz nicht gegeben.

Die Gleichung (3.37) wird aber von der klassischen Wirkung F = I'y erfillt. Somit
folgt auch

s1,S(Ta) = 0. (3.38)

Aber die zweite Nilpotenzrelation (2.15) wird selbst von I'; verletzt. Zum Beispiel
gilt

5 or
2V, = (55,4“) ; 70 (3.39)

Die Nilpotenzrelationen sind Dbei der Herleitung der Wess-Zumino-
Konsistenzbedingungen fir mdogliche Anomalien und der Struktur der sym-
metrischen Counterterme wichtig. Bei diesen Ableitungen ergeben sich daher
Modifikationen im Vergleich zum nichtabelschen Fall.

3.2.2 Ward-lIdentitat und Geistgleichung

In einer nichtabelschen einfachen Eichgruppe sind die Generatoren 7'® durch Angabe
der Darstellung eindeutig festgelegt; sie enthalten keine kontinuierliche Freiheit. Die
Kopplungen der Materiefelder an die Eichfelder ¢7* sind deshalb bis auf eine ge-
meinsame Eichkopplung g festgelegt. In einer abelschen Eichgruppe dagegen bildet
jede Diagonalmatrix 7'* eine Darstellung der zugehorigen Lie-Algebra. Daher sind
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die den T entsprechenden Ladungen ) in der SQED formal beliebig: I'¢ 16st die
Slavnov-Taylor-Identitat fir jeden Wert von Q1. r.

Die elektrischen Ladungen missen durch Bedingungen an die effektive Wirkung I"
in allen Ordnungen vorgegeben werden. Diese Festlegung kann durch die Geistglei-
chung

dc¢ e
erfolgen. In den hier auftauchenden Termen ‘TW = 1Y;(—ieQ;p;), die von den
an die Quellen gekoppelten BRS- Transformatlonen herriihren taucht die elektrische

Ladung aller Felder explizit auf (das negative Vorzeichen gilt fiir fermionische Y;).
Damit legt (3.40) die Ladungen der einzelnen Felder in allen Ordnungen fest.

= +Yj(~ieQipi) + Oe (3.40)

Gleichung (3.40) kann nur in einer abelschen Eichtheorie gefordert werden. Wie in
Kapitel D.3.3 ausgeftihrt, muf3 51; nach dem Quantenwirkungsprinzip immer eine
Einsetzung (5FC') I" sein, aber die Gleichung fordert, dal die rechte Seite ein expli-
zites, lokales Polynom in den Feldern ist. Nur in einer abelschen Eichtheorie ist dies
kein Widerspruch: Denn dort ist der Faddeev-Popov-Geist ¢ ein freies Feld und die
rechte Seite ist linear in den propagierenden Feldern, so dal die Einsetzung mit %
selbst Ubereinstimmt.

Falls die Geistgleichung (3.40) und die Slavnov-Taylor-Identitat gelten, folgt die
Ward-ldentitit der SQED.! Zunichst gilt

) 0F 0F 0F

= R YO, 41

505(}—) SF5 o+ S iw”0, 5 (3.41)
fur beliebige Funktionale F aufgrund der Struktur der explizit c-abhéngigen Terme
im Slavnov-Taylor-Operator. Fir 7 = I' und S(I") = 0 folgt daraus die als Ward-
Identitat bezeichnete Relation

3“% = —iewen — OB + O(w), (3.42)
) ) )
Wem = . + — Yy, =
em QL (¢L 5o Yy 5V, ¢L S0 1Y 5.,
) ) — 9 0
T

L(SQSTL oL 5Y¢TL ¢L (S¢L 2 5YEL)

+ (1=R) - (3.43)

IDer hier verwendete Sprachgebrauch fiir den Unterschied zwischen Ward- und Slavnov-Taylor-ldentitéten ist in
Anhang D.3.3 erlautert.
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Die w-abhéngigen Terme erscheinen in (3.42), weil die Terme Y;(—iwdy;) in der
klassischen Wirkung nicht eichinvariant sind, da Translationen nicht mit lokalen
Eichtransformationen kommutieren. Ferner tritt der Term OB als Folge der Eich-
fixierung auf.

Die Ward-ldentitat beschreibt die Kopplung des elektromagnetischen Stroms an das
Photon, wobei in dem Strom jedes Materiefeld mit der vorgegebenen Ladung Q1 r
auftaucht.

3.2.3 Definition der SQED

Die supersymmetrische QED kann mittels folgender Bedingungen an die effektive
Wirkung I' definiert werden:

e Slavnov-Taylor-ldentitat und Nilpotenz auf A*:
ST =0, (3.44)
sEAP = 0. (3.45)

Die zweite Bedingung ist dquivalent zu der linearen Gleichung (3.37) fir 7 =T’
und hinreichend fur die Nilpotenz sp.S(I") = 0.

e Eichfixierung, Geistgleichungen:
6B 6B’ ¢ bc’  Swr  Swr  SE  6¢
Die Antigeistgleichung fiir ‘;—E gilt, da die Faddeev-Popov-Geister nicht mit an-
deren Feldern wechselwirken und somit ‘(55—1; linear in dynamischen Feldern ist.
Aus der Geistgleichung ‘;—E = % folgt insbesondere die Ward-Identitat (3.42).

(3.46)

e Globale Symmetrien: Wir verlangen zusatzlich, daR I" unter den diskreten Sym-
metrien R, C, C P invariant, sowie elektrisch und bezuglich der Geistladung
neutral, Lorentzinvariant und bosonisch ist. Die entsprechenden Quantenzahlen
der Felder sind in Tabelle 3.1, 3.2 angegeben. Es ist zu beachten, daB die hier
geforderte Invarianz unter R stérker als die tbliche R-Paritét ist.

Der Unterschied zum nichtabelschen Fall besteht in den zuséatzlichen Gleichungen fir

sEAH, ‘fs—E und ‘fs—E Diese Gleichungen driicken aus, daf es in der SQED zu bestimmten

Termen keine Schleifenkorrekturen gibt.
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Wie im Falle der Geistgleichung erklart, ist es nur moglich, die Gleichungen (3.46)
sowie (3.45) zu fordern, weil die auftauchenden Terme linear in den propagierenden
Feldern sind.

X xh Ar =X 9 or YT Y ¢ &€& W ¢ B
Rx ax# AH —A* —i¢r, —i9pr Y7 Y c¢ —ie* W ¢ B
Cxy o —Ar AN 9 ¢ YR YF —c € W —
CPx (Px)* —(PAF —Xy @, ok s ihps —c —ics (Pw)’ —¢ —

Tabelle 3.1: Diskrete Symmetrien: Die Transformationsregeln fiir die Quellen Y;
kann von der Bedingung abgeleitet werden, dal} I'ey invariant ist. Die Transforma-
tionsregeln fiir komplex konjugierte Felder sind offensichtlich, auer fir die C'P-
Konjugation der Spinoren. Fir x € {\, ¥, ¥R, €} definieren wir:

0 CP _ _ CP 4 4 CP  _4 —aCP
X 70Xy = Xa 7 X 5 Xa 7 —ax , X —7 a4 Xa -

x ozt AY —I\Y ¢ or YT YE ¢ € W o c
Q 0 0 0 -1 41 -1 +1 0 0 0 O
Q. 0 0 0 o o0 o o0 41 41 +1 -1
GP 0 O 1 o o0 1 1 1 0 1 1
dim -1 1 3/2 1 1 3/23/2 0 -1/2 -1 2

(SNl lvy

Tabelle 3.2: Quantenzahlen. @, )., G P, dim bezeichnen die elektrische und Geist-
ladung, die Grassmann-Paritdt und die Massendimension. Die Quantenzahlen der
Quellen Y; kann von der Bedingung abgeleitet werden, dalR I'ey neutral, boso-
nisch und von der Dimension 4 ist. Die \Vertauschungsrelation zweier Felder ist

xixz = (=1)“ P xox4.

3.2.4 Symmetrische Counterterme

Die Symmetriebedingungen des letzten Abschnitts fixieren I' Ordnung fiir Ordnung
eindeutig bis auf die Addition symmetrischer Counterterme I'sym. Symmetrische
Counterterme zerstoren die Giltigkeit der Symmetrien in gegebener Ordnung nicht.
Sie erfiillen deshalb zum einen S(T¢ + (Tsym) = O(¢?) mit einem infinitesimalen
Entwicklungsparameter ¢ und damit (s.a. Gleichung (2.21))

SFCIFsym — 0 , (3.47)
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und sie hdngen zum anderen wegen (3.46) nicht von B, ¢, w”, ¢ ab.

Die allgemeine Losung fiir die symmetrischen Counterterme lautet

0
Tom = [0Zum
0
+ 5527( o+ 25—E

- / d'z (A“(S% + A 5% - 552@ Xd% B YX@(S}%
+C%_C%_Bc§;))

* %‘%/ d%(méjx Yo 5; " ¢RéiR Y¢R53§¢R
+¢TL(:71L Y(bL(siT +¢ ¢R5§i )

iz [as(ud - w% e Y@&)] a0

mit vier freien Konstanten 0 2,,, 6Z,, 0 Z4, 6 Zy.

Die symmetrischen Counterterme entsprechen einer multiplikativen Renormierung
der Parameter und Felder der klassischen Wirkung. Wenn alle Symmetrien Ordnung
fir Ordnung durch entsprechende Counterterme hergestellt werden, folgt hieraus,
daf? alle verbleibenden Divergenzen der Schleifenintegrale durch Renormierung der
klassischen Lagrangedichte absorbiert werden kdnnen. Da nach [13] die SQED ge-
nauso wie die QED anomaliefrei ist, zeigt dies, dal die SQED multiplikativ renor-
mierbar ist.

Die hier dargestellten symmetrischen Counterterme unterliegen einigen Ein-
schrankungen, die fir den Fall einer abelschen Eichgruppe speziell sind. Als Kon-
sequenz der Geistgleichung (3.40) bzw. der Ward-Identitét (3.42), in der die elektri-
sche Ladung e explizit auftaucht, kann e nicht unabhéngig renormiert werden. Wie
in Kapitel 6.1 gezeigt werden wird, ist die Ward-ldentitdt dquivalent zur Definition
von e als effektiver Ladung im Thomsonlimes. Andere Renormierungsschemata fir
die Ladungsrenormierung erfordern eine Modifikation von (3.40), (3.42).

Da die BRS-Transformation sA* linear ist und keine Schleifenkorrekturen erfahrt,
ist die Renormierung von A*, c und A, die alle in sA* auftauchen, gleich. Im Ein-
klang damit steht GI. (3.39), wegen der S%d(YA)‘) = 0 ist und die letztlich auch auf
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die Linearitat von sA* zurlickgeht. Zum Vergleich ist im nichtabelschen Fall dage-
gen si_(YaA) = 0 und daher s, (Y\A) ein symmetrischer Counterterm, der einer
unabhéngigen Feldrenormierung von \ entspricht.

3.2.5 Normierungsbedingungen

Um die in jeder Ordnung auftretenden symmetrischen Counterterme zu fixieren und
damit die Definition der Theorie zu vervollstandigen, stellen wir Normierungsbe-
dingungen. Wir wahlen die blichen On-Shell-Bedingungen fiir die Elektronmasse
und die Photonselbstenergie sowie Bedingungen an einer beliebigen Skala « fir die
Residuen der Materiefeld-Propagatoren:

Lyg(p, —p)u(p) = 0firp* =m?, (3.49)
1
m — T auar (=P, P)|g,, —Anteil = —Guv (3.50)
pP?=0p
a e
a2l one, (TPP) = Lfur p* = &*, (3.51)
Ty (p?) + 2m2 (T4 (p?) — Ts(p?)) = 1firp? = &2, (3.52)

Zur Definition der Vertexfunktionen I', . siehe Anhang D.2.1. In GI. (3.49) ist u(p)
ein Spinor, der die Diracgleichung (p — m)u(p) = 0 erfillt, und es wurde folgende
Kovariantenzerlegung fiir die Elektronselbstenergie benutzt:

Tyg(p,—p) = v (p®) — mls(p?) (3.53)
mit skalaren Funktionen I'y s.

Die klassische Wirkung (3.31) ist die eindeutige LOsung der Symmetrie- und Nor-
mierungsbedingungen. Daraus folgt nach [15], daR diese Bedingungen auch die sym-
metrischen Counterterme in jeder Ordnung eindeutig festlegen.

Weitere Normierungsbedingungen sind wegen der Struktur der symmetrischen Coun-
terterme nicht notwendig.

Fir den On-Shell-Fall k = m liefern die Normierungsbedingungen infrarotdivergen-
te Counterterme. Um dies zu vermeiden, kann x # m gewahlt werden. In diesem
Fall ist es nitzlich, die Funktionen

Zy(p*) = (amrémg(—p,p))_l, (3.54)

Zy(p®) = (Tv(p?) +2m* (T (p?) — Ts(p?)) (3.55)
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zu definieren. Diese Faktoren tauchen in den LSZ-Reduktionsformeln

Sy = lim (¢Z¢—1/2(p2)(—p2+m2)...<0\T¢...|o>(p,...)) (3.56)
pZ_)mZ

als Wellenfunktionsrenormierung auf, gehen also gegen die gewdéhnlichen (hier aber

infrarotdivergenten) Z-Faktoren. Sie stellen aber auch eine nutzliche Abklrzung

bei der Herleitung weiterer Symmetrieeigenschaften der SQED, die wir spater

durchfiihren, dar.
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Kapitel 4

Ber Gicksichtigung der sanften
Supersymmetriebrechung

Supersymmetrische Erweiterungen des Standardmodells sind nicht exakt supersym-
metrisch, sondern enthalten sogenannte sanfte Brechungsterme [23]. Diese Bre-
chungsterme sind dadurch charakterisiert, dal} sie keine quadratischen Divergenzen
in den Schleifenintegralen erzeugen.

In diesem Kapitel stellen wir eine Erweiterung des bisher vorgestellten Formalismus
auf supersymmetrische Eichtheorien mit sanfter Brechung vor. Unser Zugang bietet
eine Alternative zu dem Ansatz von [5], der im Abschnitt 4.5.1 vergleichend darge-
legt wird und folgenden Nachteil hat: Im Zuge der Konstruktion tauchen Parameter
in der Lagrangedichte auf, die sich weder als supersymmetrische noch als sanfte Bre-
chungsparameter interpretieren lassen. Es ist deshalb unklar, welche freien Parameter
die in [5] konstruierten Theorien tatsachlich haben.

Die Motivation, Modelle mit sanfter Brechung zu betrachten, riihrt einerseits da-
her, dall Modelle mit exakter oder durch storungstheoretische Effekte spontan gebro-
chener Supersymmetrie dem Experiment widersprechen. Modelle mit einer sponta-
nen Brechung durch nichtstérungstheoretische Effekte sind andererseits zwar nicht
vom Experiment ausgeschlossen, rechnerisch aber schwer zu kontrollieren. Die aus
solchen Modellen mit dynamischer Supersymmetriebrechung abgeleiteten effekti-
ven Theorien fir Physik an der elektroschwachen Skala reduzieren sich im allge-
meinen auf supersymmetrische Eichtheorien mit sanfter Brechung. Im Hinblick auf
den Vergleich von Theorie und Experiment ist es daher einfacher und ausreichend,
von vorneherein Theorien mit sanfter Supersymmetriebrechung zu betrachten. Hy-
pothetische Brechungsmechanismen konnen in einem solchen Rahmen durch Ein-
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schrankungen an die Werte der Brechungsparameter beriicksichtigt werden.

Der Aufbau dieses Kapitels ist wie folgt: Zundchst zeigen wir, dal} die oben ange-
gebene Charakterisierung sanfter Brechungsterme nicht genau genug ist und geben
eine bessere an. Daraus ergibt sich dann die Definition von Theorien mit sanfter Bre-
chung in natirlicher Weise — aber wie in [5] ergeben sich zusatzliche Parameter in
der Lagrangedichte. Der zentrale Teil unserer Untersuchung ist deshalb der Beweis,
dal} diese Zusatzparameter alle unphysikalisch sind und S-Matrixelemente nicht von
ihnen abhangen.

Obwohl in supersymmetrischen Erweiterungen des Standardmodells meist nur die
sanften Brechungsterme aus [23] betrachtetet werden, gibt es im allgemeinen wei-
tere Brechungsterme, die keine quadratischen Divergenzen erzeugen. Daher geben
wir in Abschnitt 4.5.2 einen Ausblick, wie Theorien mit solchen Brechungstermen
renormiert werden kdnnen.

4.1 Girardédlo-Grisaru-Termevs. andere Brechungsterme

In [23] wurden Terme untersucht, die die Supersymmetrie brechen, ohne ihre at-
traktiven Eigenschaften zu zerstoren. Als Kriterium wurde dabei verwendet, dal die
Terme keine quadratischen Divergenzen in den Schleifenintegralen erzeugen sollen.
Die Liste der Girardello-Grisaru (GG)-Terme enthalt

e Massenterme fiir Skalarfelder: — M2 ¢l ¢;,

e holomorphe lineare, bilineare und trilineare Terme in den Skalarfeldernt
—(Cipi+Bijpidj+Aijrdidipr+h.c.), wobei die ¢; die skalaren Komponenten
chiraler Multipletts sind,

e Massenterme fir die Gauginos: 5 (MA,\, + h.c.).

GG-Terme konnen in keinem Modell zu quadratischen Divergenzen fiihren, aber in
vielen speziellen Modellen gibt es weitere Terme, die keine quadratischen Divergen-
zen erzeugen (s. z.B. [24]). Dies sind Terme der Form );7); und gb;fgbjgbk, wenn die
1 die Fermionkomponenten der chiralen Multipletts bezeichnen. Ein Beispiel bil-
det das minimale supersymmetrische Standardmodell. Die GG-Terme der Form ¢¢¢

LC; # 0 ist nur moglich, falls die Theorie Eichsingletts enthilt. Wir werden diese Moglichkeit spater ignorieren.



Abschnitt 4.1 Girardello-Grisaru-Terme vs. andere Brechungsterme 33
lauten (in den Konventionen von [24])
mlo)\tHQQLT+ mg)\leQB + mﬁ)\TH1L7_' . (41)

Dies sind die sogenannten A-Terme, wobei hier die Kopplungskonstanten als Pro-
dukte aus Massenparametern und Yukawa-Kopplungen A;; - geschrieben wurden.
Folgende Terme der Form ¢ $¢ brechen jedoch ebenfalls die Supersymmetrie, ohne
quadratische Divergenzen zu erzeugen:

mo A\ HiQt + mz\yHi Qb + ms\, Hi LT . (4.2)
In diesen Termen wurde lediglich H{ <> H, vertauscht. Die quadratischen Diver-
genzen sind also nicht zur exakten Charakterisierung der GG-Terme geeignet.

Die GG-Terme haben eine zweite entscheidende Eigenschaft: Sie kdnnen als Teil von
power-counting-renormierbaren und supersymmetrischen Wechselwirkungen mit ei-
nem externen Supermultiplett (Spurion) angesehen werden. Das notige Supermulti-
plett ist ein chirales Multiplett der Dimension 0 und einem Vakuumerwartungswert
in der f-Komponente:2

n(y,0) = aly)+ v20x(y) + 00f(y), (4.3)
fly) = fly)+ fo (4.4)

Hierbei wurde die fir chirale Superfelder giinstige Schreibweise mit y* = z# —
10ct6 benutzt. Mit diesem Superfeld n konnen die GG-Terme im Superraum wie
folgt geschrieben werden:

Ton = _/d4xd29d2§M5.nT(x,e,é)n(x,e,é)éj(x,e,e)qu(:c,e,e)
_ /d4:1: 42 (Bijn(x,9,5)@@,9,5)@@,9,5)
+ Az, 0,8)®;(z, 0,8)D;(x, 0, 8) iz, 9,5)) +he.
1 - _ _ _
—/d4:)3d29 §M>\n(x,0,9)W£‘($,9,9)Waa($,9,9)—|—h.c. (4.5)

Solange n und seine Komponentenfelder als externe Felder mit beliebigen Werten be-
handelt werden, sind diese Wechselwirkungsterme manifest supersymmetrisch. Nur

2Dje f-Komponente des externen Supermultipletts wird nicht eliminiert, da f kein dynamisches Feld ist und keine
Bewegungsgleichung erfiillen muk.
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in dem Grenzfall

a(z) = 0,
x(z) =0,
flz) = 0;
n(m,@,?) = 60, (4.6)

in dem 7 auf eine Konstante gesetzt wird, reduzieren sie sich auf die GG-Terme mit
M3\ fol> = MZ, Bijfo = Bij, Aijifo = Aijr, Mxfo = M.

Die aus der GG-Klasse ausgeschlossen v)- und ¢¢¢p’-Terme produzieren in man-
chen Modellen quadratische Divergenzen und in anderen nicht. Dagegen ist es gene-
rell unmadglich, sie zu power-counting-renormierbaren supersymmetrischen Wech-
selwirkungen wie in (4.5) zu erweitern.

Daraus folgt, daR die genauere Charakterisierung der GG-Terme nicht durch die qua-
dratischen Divergenzen, sondern durch die mdgliche Kopplung an das Spurion n ge-
geben ist. Diese Charakterisierung fhrt tberdies zu weitreichenden Konsequenzen:
Unter Benutzung von (4.5) wurde in [25] gezeigt, dal3 die GG-Terme die Grundstruk-
tur der UV-Divergenzen nicht dndern. Damit kdnnen die Divergenzen im Fall mit
sanfter Brechung aus denen im Fall ohne Brechung hergeleitet werden, und die maR-
geblichen Nichtrenormierungstheoreme lassen sich tbertragen. Zudem ist es genau
der Spurionmechanismus, der sich als Niederenergie-Limes von vielen Modellen mit
dynamischer Supersymmetriebrechung ergibt [26]. In solchen Modellen erscheint
das Feld n nicht nur als technischer Kunstgriff, sondern n bekommt eine physikali-
sche Interpretation.

4.2 Definition supersymmetrischer Eichtheorien mit sanfter
Brechung

4.2.1 Slavnov-Taylor-ldentitat

Unser Ziel ist nun, eine Definition fiir supersymmetrische Eichtheorien mit sanf-
ter Brechung anzugeben. Analog zum Fall ohne Brechung soll die sanft gebrochene
Supersymmetrie zusammen mit der Eichinvarianz durch eine kombinierte Slavnov-
Taylor-Identitéat beschrieben werden. Da die sanften Brechungterme durch die mogli-
che supersymmetrische Kopplung an das duf3ere chirale Multiplett n charakterisiert
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sind, ergibt sich folgendes Mdglichkeit: Die Slavnov-Taylor-ldentitat hat die gleiche
Form wie im Fall ohne Brechung, enthélt aber auch das n-Multiplett. Dadurch wird
zun&chst ein supersymmetrisches Modell beschrieben. Dann wird n auf seinen Vaku-
umerwartungswert 66 f, gesetzt, wodurch die sanften Brechungsterme entstehen.

Die Slavnov-Taylor-ldentitat hat also folgende Form (vgl. (2.6)):
SI) =0 (4.7)
mit dem Slavnov-Taylor-Operator
S(F) = So(F) + Ssort(F) , (4.8)
0F oOF OF O0F  O0F OF
= [ -
50(F) / x((SYAg §AL i OY), 0 02 i OV §Xge
OF 0F  OF OF 0F OF
+ + +
5Y¢¢ 5¢z (5Y¢{r 5¢;r (SY%Q (S’(ﬂza

n OF OF
2 50
L OT0F ety M)
oY, dcq “5c, “5B,
8F oF oF
+ se” g—l—seaae + sw” PR (4.9)
oF OF o OF
Ssoft(f) = /d4 (Saé,—a/ + SCI/T(SGI]L + SX 5 o
OF
X f 4.10
g+l s ) (4.10)

Hierbei wurde eine nichtabelsche einfache Eichgruppe angenommen, so dal3 die
BRS-Transformationen der Eichbosonen und Geister nichtlinear sind und an Quellen
Yu, Y., gekoppelt werden missen. Dagegen sind die BRS-Transformationen des 7-
Multipletts linear — und enthalten keine dynamischen Felder, da n ein Eichsinglett
ist und die f—Komponente nicht eliminiert wurde:

sa = V2ey —iwd,a, (4.11)
sal = V2xe— iw'd,al (4.12)
sxX® = V2 f —V2i(e")*d,a — iw"d,x" (4.13)
Xy = —V2&f +V2i(e0")30,a" — iw’d, X, (4.14)
sf = V2ied"d,x —iw"d,f, (4.15)

sfl = —v2i0,x0"e —iw’ 0, f' . (4.16)
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Da diese Transformationen keine dynamischen Felder enthalten, werden sie nicht an
Quellen gekoppelt und tauchen explizit im Slavnov-Taylor-Operator auf.

4.2.2 Definierende Bedingungen

Analog zum Fall ohne Brechung ist die Definition supersymmetrischer Eichtheorien
mit sanfter Brechung durch folgende Bedingungen gegeben:

e Slavnov-Taylor-Identitat:

ST) = 0. (4.17)
e Eichfixierung:
e Translationsgeistgleichung:
or 4 GPiy/;
il EEDDCIE L (4.19)

wobei die (p;,Y;) die dynamischen Felder mit zugehdrigen Y'-Feldern durch-
laufen und G'P; die Grallmann-Paritat von ¢; bezeichnet. Diese Gleichung be-
sagt insbesondere, dal} der Translationsanteil der BRS-Transformationen sich
gegentiber dem ungebrochenen Fall nicht &ndert.

e Globale Symmetrien: Wir verlangen CP-Invarianz, R-Invarianz mit passend
gewdhlten R-Gewichten (s. Tab. 4.1) sowie Geistzahlerhaltung. Zusatzlich sind
weitere Symmetrien moglich, die hier nicht weiter spezifiziert werden. Wir neh-
men allerdings an, dal die globalen Symmetrlen Mischungen zwischen den 1);
und \,, sowie zwischen den ¢; und gb und zwischen den Kombinationen fgbZ

und (f¢,)! verbieten.

e Physikalischer Anteil des Modells: Der physikalische Anteil der effektiven Wir-
kung sei durch den in Gl. (4.6) eingefiihrten Grenzfall

[g=y=f=0 (4.20)

gegeben. In diesem Grenzfall ist die Supersymmetrie durch sanfte Brechungs-
terme gebrochen.
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Fir spatere Zwecke fiihren wir die Abkiirzung
Sym(T') =0 < (4.17) A (4.18) A (4.19) A Globale Symmetrien  (4.21)

ein.

@ W e B,

x AL 9 Y a X f e e
R 0 1 n nm—-10-1-20 1 0 0 0
Q. 0 0 0 0 0 0 0 +1 +1 +1 -1 0
GP 0 1 0 1 01 0 1 0 1 1 o0

/ 0

dim 1 3/2 1 3/2 1/2 1 0 —-1/2 -1 2 2

Tabelle 4.1: Quantenzahlen.R, )., GP, dim bezeichnen R-Gewicht, Geistzahl,
Grassmann-Paritat und die Massendimension. Die R-Gewichte n; der chiralen Multi-
pletts werden offen gelassen. Die Quantenzahlen der &uReren Quellen Y; ergeben sich
aus der Bedingung, daB I'ext = f Y;sp; neutral, bosonisch und von der Dimension
dim = 4 ist. Die Vertauschungsrelation zweier Felder ist y1x2 = (—1)%7¢ 2 yoyy.

4.2.3 Kanonische klassische L 6sung

Die im letzten Abschnitt aufgestellten Bedingungen sollen in allen Ordnungen gelten,
insbesondere flir die klassische Naherung, die den Ausgangspunkt jeder Rechnung
darstellt. Die kanonisch normierte klassische LOosung erhalten wir folgendermafen:
Im Superraum ist (fir die Komponentenzerlegungen der Superfelder ®, V' siehe Ka-
pitel E.2.1):

4 2 1 «
+ (/ A5 d? W Woo + W (@) + h.c.) | (4.22)

und ['sof; ist durch GI. (4.5) gegeben. I'six und I'ey: haben die gleiche Form wie im Fal-
le ohne sanfte Brechung. Werden nun die Superraumausdriicke in der Wess-Zumino-
Eichung ausgewertet und die D- und F'-Felder eliminiert, erhalten wir die kanonische
klassische LOosung der Symmetrien. Wir geben sie nun in dem Grenzfalla = x = 0
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an:3

Fcl, kanonisch ‘a:X:O

= Tgusy + Teore + Tfix, gn + Dexe + Dot (4.23)
My = / d'z (—i(ng)Q
+ %XGE“(DM)\)G + %AGJH(DHX)G
+ (D*¢)'(Dygp) + ¢5"iDy

— V2g(ipAd — ip" M)
0°W(¢)
0

1
_ (5%%7@8@ —|—h.c.>

Lostoragy? _ [IW @[
— 5@l = |55 ), (424)
M = [ ate(-013' ol

_ (Bijfgbigbj + Aijkf¢i¢j¢k + h'c')

1/~ .
+5 (MA Faane 4 h.c.)) , (4.25)

_ £
9 = / de sfealfu+ SBa)] (4.26)

0 — Dy—— ¢TTa¢
Tea = Tenl - Gw 00 (4.27)
1

o = /d4$ (§(Yxa€ + Y5 e+ Q(Ywﬁ)(YEiE)) : (4.28)

Hierbei sind ['ey aus Gl. (2.50) und die BRS-Transformationen aus (2.33)-(2.45) ein-
zusetzen. Die Elimination der dort auftauchenden Hilfsfelder D, F' fuhrt auf Terme,

die zu T'Y,, und beitragen und auf die Terme '}y, die bilinear in den Y; sind.

Diese klassische Wirkung ist mit derjenigen aus dem ungebrochenen Fall (2.22) bis
auf den Anteil T'Y;, identisch.

3Auf die zum physikalischen Grenzfall gehdrende Ersetzung f = 0 bzw. f = fo verzichten wir, um das unter-
schiedliche Auftreten von f und f1 sichtbar werden zu lassen.
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4.3 Renormierung|: Grundlagen

Zum Beweis der Renormierbarkeit muf} einerseits die Anomaliefreiheit gezeigt wer-
den, und andererseits, daR alle symmetrischen Counterterme durch multiplikative Re-
normierung aus I'¢; hervorgehen.

Die Anomaliefreiheit setzen wir hier ohne Beweis voraus. Dies ist begriindet, da die
verwendete Slavnov-Taylor-ldentitét die einer exakt supersymmetrischen Theorie ist,
lediglich mit zusétzlichem chiralen Multiplett der Dimension 0. Fir exakt supersym-
metrische Theorien ist die einzig mogliche Anomalie aber eine supersymmetrische
Erweiterung der Adler-Bardeen-Anomalie [3, 13, 4]. Die Anomaliestruktur hangt da-
her insbesondere nicht von den chiralen Multipletts ab, und es ist zu erwarten, daf3
dieses Ergebnis auch bei Vorhandensein chiraler Multipletts der Dimension 0 gultig
Ist.

Um die allgemeinen symmetrischen Counterterme zu finden, muf} die allgemeine
LOsung von

Sym(Te + (Toym) = O((?) (4.29)

oder aquivalent die allgemeine Losung der Symmetrie-Identitdaten durch ein lokales,
power-counting-renormierbares Funktional gefunden werden.

In diesem Abschnitt werden wir einen bestimmten Satz solcher klassischer Lésungen
konstruieren, der von unendlich vielen Parametern abhangt. Wie mit diesen Parame-
tern umgegangen werden kann, wird dann in Abschnitt 4.4 gezeigt.

Zunéchst ist offensichtlich, dal die Symmetrien es erlauben, alle Felder und Parame-
ter zu renormieren. Lediglich die Renormierung von B, ¢, & ist durch die Eichfixie-
rungsbedingung in Relation zur Renormierung der Vektorfelder festgelegt.

Eine Mdglichkeit, weitere klassische Losungen neben (4.23) zu erhalten, ist folgende.
Da 7 neutral beziiglich aller Quantenzahlen und von der Dimension 0 ist, kann es
uneingeschrankt in der klassischen Wirkung auftauchen:

Tousy = /d4x d*0 d*0 ry(n, nT)CI)Te2gV®
+ (/ d'z d*0 ro(n)WoWae + W (@, 1) + h.c.) :

Fsoft = —/d4£lj‘ d29d2§ Tgij(n,nT)q);r(I)j
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- / d'z d*0 (ryij(n)®;®;
+ 75i1(1) PP Pr) + h.c.
- / d'z d*0 re(n)WeWaa + h.c. (4.30)

mit beliebigen reellen Funktionen 7, r3 und holomorphen Funktionen 7o, r4, 5, 76
fihren genauso zu klassischen Losungen wie die urspringlichen Ansétze (4.22),
(4.5). Werden die r; in Taylorreihen entwickelt, erhalten wir unendlich verschiedene
Terme in der klassischen Wirkung. Dal? diese Terme in der allgemeinen klassischen
LOsung auftauchen, heif3t, dal3 im Prinzip zu all diesen Termen divergente Schleifen-
korrekturen auftauchen kdnnen. Um die effektive Wirkung eindeutig zu definieren,
ist zu all diesen Termen eine Normierungsbedingung nétig und die Renormierbarkeit
der Theorie ist in Frage gestellt.

Es gibt eine weitere, kompliziertere Mdglichkeit, einen Satz klassischer Lésungen zu
konstruieren. Es konnen die Superfelder ® und V" aus (E.38), (E.39) durch a, , f-
abhéngige Terme umdefiniert werden. Wenn diese Umdefinitionen durch geeignete
Anderungen der BRS-Transformationen in I'e,; kompensiert werden, ergeben sich
wieder Kklassische Ldsungen. Eine spezielle Moglichkeit ist, chirale Superfelder wie
folgt umzudefinieren:

®; = uyj(a,a)d; + V2(uruz)ij(a, al)By;
— V2(uiu3)ij(a, a")Oxp; + O0F; (4.31)
wobei diese Definition durch drei Funktionen wy, us, us von a, al parametrisiert ist.
Damit das so definierte ®; als chirales Superfeld transformiert, ist eine Modifikation

der BRS-Transformationen nétig, wodurch der entsprechende Anteil von ey die
Form

Doy A = / d'z (Y(bi [\/5’&2@‘]'6"%' — (uysewr)ij9;
- \/§U3ijex¢j]

-1 -1
— Yy [_(U2 Uy SeUIU2)ij Y]

+ V2(uj tugug)ijed; X — V2(us 'ugus)ijexd;x
+ (ug 'uy (seurus) — ug tuguy ! (seur))ijdix”
— V2i(e0") u;; (Du;

+ (uy ' Ouw) jer + usjedrdpa)
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A

+ V26 (urup);} Fy + V26" (ug us)ijd; f
+ h.c. + Terme mit c, w”) (4.32)

annimmt. Hierbei bezeichnet s, den ¢, e-anhangigen Anteil der BRS-Transforma-
tionen. Setzen wir (4.31) in I'sysy soft €iN Und verwenden das hier definierte I'ey,
erhalten wir einen weiteren Satz klassischer Lésungen.

In analoger Weise kann das Vektorsuperfeld und der entsprechende Anteil von ey
modifiziert werden:

V = wvi(a,a’)(0c"0A,

+i060(Avs(a, a') + 7" x Ayv3(a, al))

— i006(Mva(a, a) — o"x A v3(a,a)))

+ —00_0D : (4.33)

A, A—Part

s / dz (YAW [ieau(X'Ug—l—nyAayvg)

— i(Agu2 + X0 Agyv3)0 € — Aau(vflsevl)]

+ ( Y)\aa [260’0 (Ulvg)_lFapg(’UlA)

+i(v1v9) 'eD, + V2v305 ! et Ay

— (v vy tsevive) Ay — [ieau (Aa + v305 10 Y Aw)

— i(X + v3vy X0 Auy )0 E| XTH V3

— v3vy 'V2iea” (9,07 )" Agy

— (sevg)'UQ_lW“Aau] + h.c.)

+ Terme mit c, w”) , (4.34)
wobei hier auch ein modifizierter Feldstarketensor Fi,,,(viA) = 0,(vidus) —
0y (v1A4,) — gf v} Ay, A,y eingefuhnrt wurde.

Die Funktionen w;, us aus (4.31) und vy, v, aus (4.33) sind a, a'-abhéngige Verallge-
meinerungen der Feldrenormierungen der Materie- und Eichfelder. Auf der anderen
Seite sind u3, v3 neue Parameter, die Feldrenormierungen der Form

Y = P —usxo, (4.35)
)‘a — )‘a _7)3(0”%)0414;; (436)
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entsprechen.

Die Supersymmetriealgebra ist also in dem Sinne instabil, dal in den BRS-Trans-
formationen beliebige Funktionen w;, v; mit unendlich vielen Taylorkoeffizienten
zulait. Selbst ohne Beweis, daB die bisher gefundenen Ldsungen bereits alle klas-
sischen Lésungen der Symmetrien darstellen, ist klar, da unendlich viele Parameter
auftauchen und daher unendlich viele Normierungsbedingungen notwendig sind.

In dem physikalischen Limes a = xy = f = 0 oder bereits fiir a = x = 0 reduzieren
sich die hier gefundenen Funktionen r;, u;, v; allerdings auf gewohnliche Feldrenor-
mierungen sowie zwei neue Parameter u3(0), v3(0). Nehmen wir diese Parameter in
der kanonisch normierten klassischen Wirkung mit auf, andert sich I'¢ kanonisch aus
(4.23) zu

1—wcl, kanonisch |a:X:0

= Fgusy + Fgoft + ngt + ngl + Ly (4.37)
D = Thet [ do(-Yiu(V2e fu0)6)
— Y,V 203(0) flEF Ay, + h.c.) . (4.38)

Die neuen Parameter u3(0), v3(0) beeinflussen im physikalischen Limes also nur den
aulleren Feld-Anteil der klassischen Wirkung.

4.4 Renormierungll: Physikalischer Antell des Modells

Im allgemeinen hat ein Modell, das von unendlich vielen Parametern abhangt, keine
\orhersagekraft. In dem hier betrachteten Fall aber hangt zwar die volle effektive
Wirkung I'" von unendlich vielen Parametern ab, physikalisch relevant ist aber nur
der Anteil I'|,—, = s=o.

In diesem Abschnitt werden zwei Theoreme bewiesen, die die Renormierung des
physikalischen Anteils betreffen. Wir zeigen, da dieser nur von endlich vielen Para-
metern abhangt.

Die wesentlichen Aussagen dieser Theoreme seien hier vorweggenommen:

1. Die einzigen Parameter, von denen I',—, -, abhangt, sind
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e Feldrenormierungskonstanten Z4, 2y, Z., Zy, Zy,
e Eichkopplung g,
e Parameter des Superpotentials m;;, gi;x,

e Parameter der sanften Brechung M7, B;;, Aiji, M.

Der Beweis dieses Theorems findet sich in Abschnitt 4.4.2.

2. In praktischen Rechnungen reicht es aus, die Symmetrie-ldentitdten im Limes
a=yx =0,

Sym(I')|a=x=0 = 0, (4.39)

zu ldsen. Jede dieser Losungen kann zu einer vollen Losung T = T +
O(a, x) erweitert werden, die

Sym(I'®&y = 0, (4.40)

1—‘|a:><:0 — Fexakt‘azxzo (441)

erfllt und somit dieselbe Physik beschreibt. Dieses Theorem wird in Abschnitt
4.4.1 fir die klassische Naherung und in Abschnitt 4.4.3 fiir die Quantentheorie
bewiesen.

Fir praktische Rechnungen haben diese Theoreme eine wichtige Konsequenz: Es
ist moglich und ausreichend, nur die Symmetriebedingung (4.39) zu fordern und
nur Normierungsbedingungen an die physikalisch relevanten Parameter aus Theo-
rem 1 zu stellen. Jede Lésung dieser Bedingungen ist physikalisch dquivalent zu
einer vollen Losung der Symmetriebedingungen, und zwei verschiedene Ldsungen
unterscheiden sich nur im physikalisch irrelevanten Anteil.

Die Theoreme werden nun in der Reihenfolge ihrer logischen Abhéngigkeit bewie-
sen. Zundchst wird eine verallgemeinerte Version von Theorem 2 auf dem klassi-
schen Niveau bewiesen. Daraus wird dann Theorem 1 und schlieRlich Theorem 2 auf
dem Quantenniveau hergeleitet.
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4.4.1 Klassische Losung und invariante Counterterme

Sei R der folgende Operator fiir eine Renormierungstransformation aller Parameter
Und Felder in Fc|7 kanonisch (S. GI. (4.37))

R :
PaRr .

B, ¢ ¢ V74 'B,NTZa E 7€
-1
{)‘a YA} — {\/ Z)\)‘a V Z)\ }
(oY) = {VZe, V7 Y}
-1
{¢Z7Y¢z} — {\/ Z¢’w¢]’ V sz'] Y¢)J
{¢Z)Y¢z} — {\/ ¢zg¢]’ V ¢z] Y¢J}
{gamz]igijk} — {g +597m1j + 5mzyagwk +5gijk}
{ M3, Byj, } { M, + §MZ, Bij + 6Byj, }
_>
Azgka M/\ Azgk + (SAmka M/\ + 5M/\
{usi5(0),v3(0)} — {us;(0) + dusi;(0), vs3(0) + dv3(0)}

(4.42)

mit reellen Konstanten v/ Zu, V' 2x, vV Zes \/Zgijs \/ Zuij» 09, 0Mijy 0k 5sz
0Bij, 6 Aiji, OM), dus;;(0), dvs(0), die mit den globalen Symmetrien kompatibel
seien.

Sei weiterhin § R der entsprechende Operator fiir eine infinitesimale Renormierungs-
transformation:

51 = 52 [ e (s~ Ve
_B”(si& 0“55) 555]

1 ) 5 5
+§5Z/\/d $( a(S)\a a(S_Xa

o o
~ gy T YXaCsTL)

+%5Zc/d4 (c%—y(s‘;)
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+ %(5Z¢ij/ (%5—@ + ¢] 5¢T

) )
- Y¢i— — Tyt

1 L5
+§5Zwij/d (¢]5¢a+¢jd_'

5wia
) )
—ye 'y 2
1/12' a Z,Ot .
oy Y 5Y¢ja>
0 0 0
+ 598 + (szg am + 592]k agmk
+ 6 M 0 = A S Aijp—— J -2
2 8BU 0 Aij1 oM,
+ Stz (0)—2— + Sy (0)—> (4.43)
34 8U3U(0) 3 (%3(0) ‘ .

Die durch R, § R definierten Operatoren sind in folgendem Sinne kompatibel mit den
Symmetrien, wie die Untersuchungen in Abschnitt 4.3 mit der Identifikation

V Zpij = Uiij
V Zyii = (uiua)ij
\/ZA — U1,

VZy — v1vs (4.44)
zeigen: Falls T'y eine klassische Losung von Sym(I') = 0 ist, dann gilt
Sym(RTq) = 0, (4.45)

und 0 R erzeugt symmetrische Counterterme (vgl. Gl. (4.29)):

Fsym - 5RF(;|
= Sym(Ta+ (Tgym) = 0+0((?). (4.46)

Nun betrachten wir die Symmetrie-ldentitaten und ihre klassischen Ldsungen in dem
Limes
a = x = 0, f beliebig. (4.47)

Dieser Limes ist nicht identisch mit dem physikalischen Limes (4.6), aber fiir unsere
Untersuchungen besser geeignet.
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Lemma: Als Voraussetzung seien I'y und I'syy, eine klassische Lésung und eine
Wirkung fiir symmetrische Counterterme im Limes a = y = 0,

Sym(I'g)|a=y=0 = 0, (4.48)
Sym(Tei + (Coym) la=y=0 = 0+ O(¢?). (4.49)
Dann erfillen I'g und I'sy, die Gleichungen
Fcl‘a:X:O = [R Fcl, kanonisch”a:X:O ) (4-50)
1—\sym‘a:X:O - [5R FC|, kanonisch”a:x:O (4-51)

mit passenden Renormierungskonstanten.

Beweis. Die allgemeine klassische Ldsung von (4.48), (4.49) kann durch eine
strukturell einfache Rechnung erhalten werden. Die Rechnung ist zwar lang, bie-
tet aber keine prinzipiellen Schwierigkeiten. Wir setzen einen allgemeinen Ansatz
in die Symmetrie-ldentitdten ein und bestimmen die notwendigen Relationen fiir die
Koeffizienten in dem Ansatz.

Wir prasentieren nun eine kurze Skizze der Rechnung und richten dabei das Hauptau-
genmerk auf die Terme der (’)(f, fT). Diese Terme sind von den sanften Brechungs-
termen die interessantesten, da sie die GG-Terme der Form ¢3, A\, ¢? unfassen, und
sie liefern die Begriindung fiir die Notwendigkeit des Limes (4.47) anstatt (4.6) in
diesem Lemma.

Der allgemeine Ansatz fiir 'y kann nach den Potenzen von a,x und f = f + fo
zerlegt werden:

FCI — FO + Ff"“n + Ff’ rest + FX,Iln + Fl‘est . (4'52)

Hierbei hdangt I'y nicht von a, Y, f ab,I'; ., T sind linear bzw. von héherer Ord-

N folins L f rest .
nung in f aber unabhangig von a, x; L'y iin ist linear in x und unabhangig von a, f;
['rest SChlieBlich enthalt die restliche Abhéngigkeit von , f und die volle Abhangig-
keit von a.

Da alle Symmetrie-ldentitdten den Grad in a, Y, f entweder konstant lassen oder
erhohen, muf3

0 = Sym(I)| = Sym(ly) (4.53)

a:X:fZO
sein. [y ist also eine klassische Ldsung der Identitdten im Falle ohne sanfte Brechung

[4].
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Weiterhin folgt aus den Symmetriebedingungen (4.48), daR I'; . global invariant

ist, nicht von B,, w" abhangt und non
0 = S(T)lazy=0,nearn f
= 59y T i + Sy (T, in) (4.54)
erfiillt, wobei sy, die linearisierte Version von S,
So(To +¢T1) = So(To) + ¢sp, T+ O(C) (4.55)

und .S, fogender linearer Operator ist:

or or
ST = [ dz(sx"— Xot—
X( ) / ZU(SX 5Xa a=x=0 + SXa(SYd a:XZO)
—IA . I
— / 4433(\@ fead— —V2 szd‘ST ) . (4.56)
(SXa a=x=0 5Xd a=x=0
Wegen der konkreten Form von S, erhalten wir

st Tim = Olef) + OES) . (4.57)

Da s%o bis auf Feld- und Parameterrenormierung und bis auf Zusatzterme aus I'y;
mit dem klassischen BRS-Operator s Ubereinstimmt, ist leicht zu sehen, daB die all-
gemeine Losung fir I'; |, durch

Fiiin = f(Aijk¢i¢j¢k + Bijidj + MyxAgAa
+ uzijV2Yy,eh; + vgﬂYxaE“eAau)

gegeben ist. Alle hier auftauchenden Terme werden in dem Operator R beriicksich-
tigt, so daB fuir diesen Teil der klassischen Wirkung GlI. (4.50), (4.51) bewiesen ist.

An dieser Stelle ist der Limes (4.47) wichtig. Hatten wir an Stelle von (4.48) nur
Sym(I'¢i)|q=y=f=0 = 0 verlangt, wéren auf der rechten Seite von (4.57) beliebige
Terme der O(e) + O(€) und in der Losung fir I'; . beliebige nicht-GG-Terme der

7, lin
Art ¢ do, 1) aufgetaucht.

Die Einschrankungen an die tbrigen Anteile von I'¢; kdnnen entsprechend hergeleitet
werden.
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4.4.2 Physkalische Parameter

Wenn die Symmetrien in dem Limes (4.47) erfillt sind, konnen immer noch Di-
vergenzen auftreten, die durch symmetrische Counterterme I'sy, absorbiert werden
mussen. Nach dem Lemma wird Iy, durch eine infinitesimale Renormierungstrans-
formation erzeugt:

1—Wsym|a:)<:0 = [5R FCI]‘a:XZO . (459)

Damit lassen sich die symmetrischen Counterterme nach folgender Hierarchie glie-
dern:

1. Counterterme, die in physikalischen Prozessen auftauchen, zu denen nur das
Vertexfunktional

Fsym ‘a:x:f:O, Yi=e=wt=0 (460)

beitragt, in dem nicht nur a = y = f = 0, sondern auch Y¥; = ¢ =
w” = 0. Diese erste Klasse enthélt die durch die Feldrenormierungskonstanten
Za, Zny Zey Zg, Zoy und die Parameter g, mij, gijr, M, Bij, Aijr,, M) parame-
trisierten Counterterme.

2. Zusatzliche Counterterme fir f,Y;, e, w” #£ 0:
Lsym|a=y=o0 - (4.61)
Diese Klasse enthalt die durch ug, v3 parametrisierten Counterterme.
3. Rest der Counterterme, die fiir a, y # 0 auftauchen:
Lsymla, =0 - (4.62)

Diese Klasse enthdlt unendlich viele unterschiedliche Counterterme.

Die Normierungsbedingungen, die diese Counterterme jeweils festlegen, bezeichnen
wir entsprechend als Normierungsbedingungen der ersten, zweiten und dritten Klas-
se.

Das nun folgende Theorem besagt, in wie weit die Normierungsbedingungen der
ersten Klasse bereits die Theorie festlegen.
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Theorem 1. Zwei LOsungen I'¢, I'y der selben Klasse-1-Normierungsbedingungen
und der Symmetrie-ldentitdten im Limes (4.47),

Sym(I';) = Sym(I'y) = 0, (4.63)
konnen sich maximal um lokale Terme der Ordnung Yy, Y\ unterscheiden:

(P2 = I't)la=x=0
= Ay (u&](O) + (5U3ij(0), ’U3(0) + (5’03(0))

= / d4x(—Y¢ia\/§€a]E(U3ij(0) + 6us;j(0)) @

Y aV2(03(0) + Gu3(0)) f*aﬂaAw) + hee. (4.64)

Beweis. Das Lemma zeigt, daB diese Aussage auf dem klassischen Niveau richtig
ist. Um nun eine vollstandige Induktion nach der Schleifenordnung durchzufiihren,
nehmen wir an, daB in der Ordnung O(R" 1) gilt:

(T2 = T)|umymo = Ay (uy™ ", 08"

+0O(1"), (4.65)
(F2,ct - Fl,ct)‘azxzo = AY(CSU;(),H_I), 5v§n_1))

Unter dieser Voraussetzung unterscheiden sich die Feynmanregeln fiir Graphen oh-
ne dulere a, x-Felder nur um die Terme Ay, die aber linear in den propagierenden
Feldern sind und daher nicht zu 1Pl Graphen beitragen kdnnen. Folglich sind in der
O(h") alle 1PI Graphen ohne duRere a, x-Felder gleich, egal ob die Feynmanregeln
von I'; oder I's zugrundeliegen.

Der schwierige Punkt ist, nun zu zeigen, daR die Counterterme Ff)ct bzw. Fg’f)ct der
O(h") die Gleichungen (4.65)-(4.66) nicht zerstoren. Wir wissen, daf

(Ty = T)lamyeo = AT 4+ Ay (@™, u{" ™)

+ O(R"*Y) | (4.67)
ATY = (T8 = TV lamyeo (4.68)

Daraus lassen sich Symmetriebedingungen an AF&?) ableiten. Zunachst gilt fir alle
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Symmetrie-ldentitdten Sym(I") auBer der Slavnov-Taylor-Identitat:
0 = Sym(I3)|u=y=0
= Sym(I's]q=y=0)
= Sym(Ty|amy—o + ALY
+ Ay (g0 )
= 0+ Sym(ATY)), (4.69)

wobei die Symmetrieeigenschaften von Ay und die Linearitat der betrachteten
Symmetrie-ldentitdten benutzt wurde.

Fur die Slavnov-Taylor-ldentitét ergibt sich in der Ordnung 2™ mit dem Operator S,
aus (4.56):

0 = S(I'2)la=y=0
= So(I'2]amy=0) + Sy(I'2)
= So(T'1]a=y=0 + AF&?) + Ay) + 5, (T2)
= S(T1 + ALY + Ay)|amy0
+ S (Ty — Ty + AT + Ay))
= S(Ty+ ATG)]uzym0
s / " (5F1 + AT 5A

0Y; dp;
L OAyOT + Arg’;)) |
Y] dp; X0

+ 8, (T3 — (1 + ALY + Ay))
= Sy + ALE)la=ymo
+ V2 X f — e X fTY . (4.70)
Die letzten beiden Umformungen gelten wegen der speziellen Form von Ay, wenn

das Funktional X, passend gewahlt wird. Da I'y die Slavnov-Taylor-ldentitat erftillt,
kann der erste Term dieses Ergebnisses unter Benutzung von

S(C1+ ATY)) = ST+ ATY) + O™ (4.71)

umgeformt werden. Damit sind beide Terme im Ergebnis (4.70) lokale, power-
counting-renormierbare Funktionale der Ordnung #", und es laRt sich eine Coun-
tertermwirkung

Fsym = AF&?) + (XaXa + YdXd) (4.72)
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definieren, die

S(Fl,cl + Fsym) ‘a:XZO — S(Fl + AF&?)) ‘a:sz
+V2(" X, f — € X fT)
= 0+ O™ (4.73)

erfullt. Dadurch wurde AF&?) durch Terme der O(x) zu einer Wirkung symmetri-
scher Counterterme erweitert. Nach dem Lemma gilt also

1—Wsym|a:)<:0 = [5RF1,CIH(1:X:0- (474)

Auf der anderen Seite steckt die relevante, d.h. flir a = x = 0 Ubrig bleibende
Differenz von I';y und 'y in der O(R") vollstandig in I'sym und Ay

(T2 = T)lamyx=0 = Tsymlamy=o + Ay (ug' ™, 0§" ")
+0(""). (4.75)

Da aber I'; » die selben Klasse-1-Normierungsbedingungen erfillen, kann I'syy, kei-
ne Beitrdge von Countertermen der Klasse 1 enthalten. Dies sind aber die einzigen
Counterterme im Limesa = x = Y; = 0, so dal

Wegen der konkreten Form von ¢ R folgt hieraus die Struktur der Y;-abhangigen Ter-
me in Dgym bzw. AT

AFE?”OL:)(:O = Dsymla=y=0 = Ay((sui(),n), 5U§n)) . 4.77)

Zusammen mit Gl. (4.67) zeigt dies die Gultigkeit der Gleichungen (4.65)-(4.66) in
der nachsthoheren Ordnung. Damit ist die vollstandige Induktion durchgeftihrt.

4.4.3 Vereinfachte Symmetrie-ldentitaten

Nach Theorem 1 sind die Parameter der Klassen 2 und 3 physikalisch irrelevant. In
diesem Abschnitt wird ein zweites, ergdnzendes Theorem bewiesen. Dieses Theorem
2 zeigt, dal? die unendlich vielen Klasse-3-Parameter in der Praxis ignoriert werden
konnen, da es ausreicht, die Symmetrie-ldentitaten im Grenzfall (4.47) zu etablieren,
in dem diese Parameter nicht vorkommen. Die beiden Parameter us, v der Klasse 2
sind zwar unphysikalisch, tauchen in diesem Grenzfall aber auf.
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Auf dem klassischen Niveau folgt diese Aussage direkt aus dem Lemma zusammen
mit Gl. (4.45): Jede klassische Losung I'; der Symmetrie-ldentitaten (4.48) ist physi-
kalisch dquivalent zu einer Losung [RL¢i, kanonisch] der vollen Symmetrie-Identitéten.
In diesem Abschnitt beweisen wir die analoge Aussage auf dem Quantenniveau. Die
Aussage und der Beweis werden dabei in zwei Teile, die Existenz einer Losung und
ihr Zusammenhang mit einer vollen Ldsung, aufgetrennt.

Existenz einer L osung

Nach dem Quantenwirkungsprinzip und wegen der angenommenen Anomaliefreiheit
folgt aus

Sym(I'®) = 04 A"A + O(R"*) (4.78)

daB A lokal ist und durch Counterterme zu I'® absorbiert werden kann. Wir zeigen
nun die analoge Aussage fir die Symmetrie-Identitdten im Grenzfall (4.47),a = x =
0, f beliebig.

Theorem 2a: I sei eine LOsung der Symmetrie-ldentitdten im Limes (4.47) und
bis zur Ordnung "1,

Sym(I')|a=y=0 = 0+ O(R"), (4.79)
und T'®@! sej eine Erweiterung zu einer vollen Lésung,

Sym(I'®* = 04+ O(h"), (4.80)
(T —T)|omy=0 = 0+ O(R"). (4.81)

Dann konnen T, ['®3t so durch Counterterme der Ordnung A" renormiert werden,
dal die Gleichungen (4.79), (4.81) auch in der nachten Ordnung gelten.

Mit vollstandiger Induktion folgt hieraus, dall aufbauend auf jeder klassischen
Losung (n = 1) von (4.79) die Schleifenkorrekturen so durch Counterterme renor-
miert werden kénnen, dal3 (4.79) in allen Ordnungen gilt.

Beweis: T'®@! kann so renormiert werden, dal

Sym(T® = 04 O(R") . (4.82)
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Da die durch I'®@ T definierten Feynmanregeln bis zur Ordnung A" ! sich nur
in Termen ~ a, x unterscheiden, sind alle Schleifendiagramme zu Fexa"t\azxzo und
I'|4=y=0 in der Ordnung 2" identisch. Addieren wir daher passende Counterterme der
Ordnung A" zu T', so erhalten wir

(T — ) |ozy=0 = 0+ O(R"). (4.83)

Mit diesen Countertermen folgt jedoch noch nicht, dal} T" die Identitéat (4.79) in der
Ordnung n + 1 erfillt. Insbesondere erhalten wir fiir die in (4.79) enthaltene Slav-
nov-Taylor-ldentitét unter Vernachlassigung von Termen der Ordnung 7"

S(F)|a=x=0 - SO(F‘aZXZO) +SX(F)
- SO(Fexakt|a=X:0) + SX(F)
S(Fexakt)‘azxzo + SX(F . Fexakt)
SX(F o Fexakt)
— WA (4.84)

Wegen der konkreten Form von S, und des Quantenwirkungsprinzips muf die nied-
rigste Ordnung von A ein lokales, power-counting-renormierbares Funktional der
Form

A = / V2 X f — V2, X4+ O(h) (4.85)

sein. Addition der Counterterme
I -T — / A" (x* Xy + X3 X9 (4.86)
restauriert daher die Slavnov-Taylor-ldentitdt, ohne GI. (4.83) wieder zu zerstoren.

Die weiteren in (4.79) enthaltenen Symmetrie-ldentitaten sind linear und homogen
in a, x. Daher und wegen (4.82) erfiillt I" diese Identitaten ebenfalls, und wir erhalten

Sym(T)|a=y=0 = 0+ O(R"*). (4.87)

Erweiterung zu einer vollen L dsung

Theorem 2b: I sei eine Losung der Symmetrie-ldentitaten im Limes (4.47),

Sym(D)fazy—o = 0. (4.88)



54 Kapitel 4 Beriicksichtigung der sanften Supersymmetriebrechung

Dann existiert eine Erweiterung zu einer vollen Lésung T'®@, die folgende Bedin-
gungen erfullt:

Sym(T®y = 0, (4.89)
(T — T)|4=y=0 = 0. (4.90)

Beweis. Nach dem Lemma existiert eine klassische Losung I'$<, die (4.89)-(4.90)

in der Ordnung #° erfiillt. Nun nehmen wir an, das Entsprechende gelte in der Ord-
nung A", das heit, es existiere eine effektive Wirkung Tt mit

Sym(I®) = 0+ O("), (4.92)
(T2 T)|omymo = 0+ O(R™). (4.92)

Dann sind die Voraussetzungen von Theorem 2a erfillt, und es existieren Counter-
terme der Ordnung O(A™), mitdenen I' = T' + O(R"), &t = &kt L O (K" s0
definiert werden konnen, dal}

SyM(D)|azy—o = 0+ QA" (4.93)
Sym(ITey = 0+ OK"), (4.94)
(L2 _TY|imymo = 0+ O(E™Y. (4.95)

Wegen Gl. (4.88), (4.93) mul} die Differenz T — I aber einem symmetrischen Coun-
terterm im Sinne von (4.49) entsprechen. Nach dem Lemma hat die Differenz also
die Form

(0 = D)lamy=0 = [6RTel]|azy=0 - (4.96)

Daher konnen wir T®t in der Ordnung A" durch T'exekt — Texakt | 5 prexckt gefinje-

cl
ren. Tt erfiillt dann

Sym(ISe) = Sym(T5™ + GRIg™)

= 04+ O(R"h, (4.97)
(O3 = Dlla=y=0 = T3 = T)lazy=0
= 04 O(R"*h). (4.98)

Mit vollstandiger Induktion folgt die Behauptung.
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4.5 Alternative Zugange zur sanften Super symmetriebrechung

45.1 Alternative Slavnov-Taylor-Identitat

Eine Slavnov-Taylor-ldentitat zur Beschreibung sanft gebrochener Supersymmetrie
wurde bereits von Maggiore, Piguet, Wolf in [5] eingefiihrt. Wie in unserer Kon-
struktion werden die sanften Brechungsterme an dul3ere Felder gekoppelt. Die BRS-
Transformationen dieser Felder enthalten einen konstanten Anteil, der einem Vakuu-
merwartungswert entspricht, und dieser konstante Anteil liefert die Brechungsterme
im Grenzfall verschwindender duf3erer Felder. Im Detail unterscheidet sich die Kon-
struktion in [5] von unserer, und daher ist a priori nicht klar, daR beide Konstruktionen
zu physikalisch dquivalenten Theorien fiihren.

Der Hauptunterschied resultiert aus den verschiedenen zugrundeliegenden Ideen und
der entsprechenden Struktur der auBeren Felder. In [5] werden die Brechungsterme
nicht an ein chirales Multiplett (a, x, f), sondern an ein BRS-Dublett (u, ©) mit*

su = 0 —iw'ou, (4.99)
sv = 2iec’ed,u —iw’o, v, (4.100)
o(z) = v(z)+ kK, (4.101)

gekoppelt, wobei  eine Konstante ist. Der Hauptvorteil dieser Vorgehensweise ist,
dal} die Anomaliestruktur gegentiber dem Fall ohne Brechung nicht gedndert wird
und ein direkter Beweis der Anomaliefreiheit mdglich ist. Im Gegensatz zu dem Mul-
tiplett (a, x, f) kann das BRS-Dublett (u, ©) nicht als Supersymmetriemultiplett auf-
gefalst werden: Einerseits entsprechen die BRS-Transformationen von « und v keinen

Supersymmetrietransformationen, und andererseits sind » und v beides Skalarfelder.

Im Grenzfall verschwindender duRBerer Felder nimmt die klassische Wirkung in bei-
den Zugangen die gleiche Form an, aber fir nichtverschwindende &uRRere Felder tau-
chen in beiden Féllen neue Parameter auf: In unserem Fall mit »-Multiplett sind
dies neben ug, v unendlich viele weitere Parameter der Klasse 3, im Fall von [5]
mit BRS-Dublett sind dies endlich viele Parameter. Als Beispiel fiir die zusétzlichen
Parameter von [5] flhren wir die Parameter p,, p4 an, die folgendermalen in der
klassischen Wirkung auftauchen:

Pl = [ @' (paViua (66, = Vauet

4Die Transformationen wurden an unsere Konventionen angepasst.
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+ p4ab@fae¢a¢g) o (4.102)

Die physikalische Bedeutung dieser Parameter ist unklar und wird in [5] nicht disku-
tiert. Insbesondere fehlt ein Theorem analog zu Theorem 1, welches zeigt, dal3 diese
Parameter unphysikalisch sind. Da es in der Phdanomenologie darauf ankommt, von
welchen Eingabeparametern eine Vorhersage abhéangt, ist ein solcher Zugang dort
problematisch.

Trotz dieser Unterschiede gibt es auch einen bemerkenswerten Zusammenhang zwi-
schen beiden Zugangen. Zundchst sind die Quantenzahlen von v und f gleich, und
uberdies kann der Supersymmetriegeist e so mit « kombiniert werden, dal} ein Feld
eu mit denselben Quantenzahlen wie x entsteht. Es ist daher folgende Identifikation
moglich:

a — 0,
X = u,

V2f = 0. (4.103)

Diese Korrespondenz gilt nicht nur fir die Felder, sondern bleibt auch fiir die BRS-
Transformationen guiltig:

sa — V2eeu=0 ,
sx* = V2 — iw”0,e%u = se®u
sﬂf — 21€0” 0 eu — 1w" 0,0 = sv . (4.104)

Hierbei konnte ¢, = 0 benutzt werden, da e bosonisch ist. Wegen der Korrespon-
denz (4.103) kdnnen u und v als Bestandteil unseres Multipletts (a, X, f) angesehen
werden. Terme, die  nur in der Kombination eu enthalten, kénnen deshalb in natirli-
cher Weise mit Termen ~  in unserem Zugang identifiziert werden. Dies trifft zum
Beispiel auf den po-Term in (4.102) zu, der mit dem ug-Term in (4.32) mit ug — —po
identifiziert werden kann.

Dagegen tauchen in der klassischen Wirkung von [5] auch Terme auf, in denen u oh-
ne begleitendes e auftaucht, wie zum Beispiel der p4-Term in (4.102). Solche Terme
haben in unserem Zugang keine Entsprechung. Auf der anderen Seite haben unsere
Terme ~ a keine Entsprechung in [5]. Daher sind beide Zugénge tatséchlich ver-
schieden, und keiner ist lediglich eine stérkere oder schwachere Version des anderen.

Trotzdem gilt folgende Aussage: Angenommen, I'(a, ¥, f.. .) ist eine Ldsung un-
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serer Symmetrie-ldentitaten. Dann ist
F]V[pw(u, ’lA), .. )
= T(a=0,x=eu, f=0/V2,...) (4.105)

eine Losung der Symmetrie-ldentitdten von [5].

Jede Ldsung in unserem Zugang erzeugt also eine Losung fiir die Identitéten aus [5],
die von u nur in der Kombination y = eu abhangt. Daraus lassen sich zwei Schliisse
ziehen: Zum einen lassen sich die Parameter wie p,4 konsistent in allen Ordnungen auf
Null setzen. Und zum anderen kann in diesem Fall Theorem 1 auf I'; py- angewandt
werden, nach dem der physikalisch relevante Anteil von I';; py nicht von Parametern
wie po abhangt.

4.5.2 Renormierung zusatzlicher sanfter Brechungsterme

Wie in Abschnitt 4.1 diskutiert wurde, sind die GG-Terme im allgemeinen nicht die
einzigen Supersymmetriebrechungsterme, die keine quadratischen Divergenzen er-
zeugen. Nachdem nun die Renormierbarkeit von Modellen mit GG-Brechungstermen
gezeigt ist, stellt sich die Frage, ob Modelle mit zusatzlichen Brechungstermen eben-
falls renormierbar sind. Die zusatzlichen Terme sind Terme der Art®

hijrbidi b, - (4.106)

Solche Terme lassen sich nicht zu power-counting-renormierbaren Wechselwirkun-

A

gen mit dem Multiplett (a, x, f) erweitern. Technisch 4Bt sich dies in unserem in
den Abschnitten 4.2-4.4 vorgestellten Zugang dadurch belegen, dal solche Terme in
der klassischen Wirkung zu Beitrdgen in S(I'¢))|q==0 der Art

s / d*z hz’jk¢z¢j¢£ + Sy (Tar)
= /d433\/§(hijk + hjik)6¢i¢j¢£
+ V2hijrgidiE + O(ef) + O(Ef) (4.107)

fuhren wirden, die aber flir keine Wahl von h;j;, = hijk(f, fT) wegfallen konnten.
Daher sind in unserem Zugang solche Terme ausgeschlossen.

5Massenterme fiir die chiralen Fermionen lassen sich im Superpotential absorbieren.
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Eine einfache Mdglichkeit, solche Brechungsterme im Rahmen einer Slavnov-Tay-
lor-ldentitat zuzulassen, besteht in einer geringfligigen Modifikation des Zugangs
aus [5]. Dort wird R-Invarianz einerseits als Bestandteil der BRS-Transformationen
behandelt, andererseits aber auch explizit als globale Invarianz gefordert. Dadurch
sind Terme der Form suM nur in der Wirkung erlaubt, wenn «/ invariant unter
R-Transformationen ist. Wird die Forderung nach globaler R-Invarianz aufgegeben,
so sind Terme der Art suM = kM + ... auch mdglich, wenn M nicht R-invariant
ist. Damit kann jeder Brechungsterm der Dimension 3 erzeugt werden. Insbesondere
ergibt sich (4.106) aus

sudididl = Kpid;pl + ... . (4.108)

Andererseits sind Brechungsterme der Dimension 4 nach wie vor verboten. Damit
lassen sich mit einer solchen Symmetrieforderung Modelle konstruieren, in denen die
Supersymmetrie und R-Invarianz durch beliebige Brechungsterme der Dimension 3
gebrochen ist.

Konsistent renormierbar sind damit sowohl solche Modelle als auch Modelle, die
nur GG-Terme enthalten. Aus phanomenologischer Sicht sind die letzteren Modelle
interessanter, da sie starker eingeschrankt sind und daher weniger freie Parameter und
eine starkere Vorhersagekraft besitzen. Die Frage, welchen Modellen letztendlich der
\Vorzug zu geben ist, mul3 aber das Experiment entscheiden.
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Kapitel 5
Allgemeine Folgerungen

Die Renormierung supersymmetrischer Modelle flihrt auf eine technische Schwie-
rigkeit. In Zwischenschritten muf} eine Regularisierung eingefiihrt werden, aber es
ist keine mathematisch konsistente Regularisierung bekannt, die die Supersymmetrie
und Eichinvarianz respektiert. Im allgemeinen verursacht die Regularisierung eine
Symmetriebrechung, die durch geeignete Counterterme kompensiert werden muf3.
Die Symmetriebedingungen der Kapitel 2 bis 4 liefern die Kriterien zur Bestimmung
solcher Counterterme und sind deshalb auch fiir konkrete Schleifenrechnungen wich-

tig.

In diesem Kapitel ziehen wir einige allgemeingltige und ftr praktische Rechnungen
nitzliche Folgerungen. Zum einen wird dargelegt, wie sich in den Slavnov-Taylor-
Identitdten die einzelnen Aspekte der Symmetrien zeigen und wie ldentitdten mit
direkterer physikalischer Bedeutung extrahiert werden kdonnen. Und zum anderen
geben wir einen Uberblick {iber die unterschiedlichen Versionen der dimensionalen
Regularisierung und diskutieren die von der Regularisierung verursachten Symme-
triebrechungen. Die hier vorgestellten allgemeinen Verfahren werden in den spateren
Kapiteln in expliziten Schleifenrechnungen angewandt und illustriert.

5.1 Spezialfalleder Slavnov-Taylor-ldentitaten

Slavnov-Taylor-ldentitaten sind komplexe, nichtlineare Gleichungen fir die effektive
Wirkung mit grolRem Informationsgehalt. Es wird zugleich die Invarianz der Theorie
unter verschiedenen Symmetrie-Transformationen und die Symmetriealgebra zum
Ausdruck gebracht. Eine Anschauung flir die Slavnov-Taylor-ldentitéten liefert die
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Umformung von S(I") = 0 in die Invarianzbeziehung

wobei 6 hier einen beliebigen infinitesimalen Parameter und sr den linearisierten
Slavnov-Taylor-Operator bezeichnet:

SF()O;' = S(P; ) (52)
or
TP = Gy = (sT90i) 7 (5.3)
O L bl
STypi = Spi+ 5Y;-I : (5.4)
sr; entspricht dem Erwartungswert des zusammengesetzten Operators st p; in Ge-
genwart der Quellen J = —g—z. Damit beschreiben diese Ausdriicke Quantenkorrek-

turen zu den BRS-Transformationen.

Um die Slavnov-Taylor-Identitaten fiir praktische Zwecke zu benutzen, missen ein-
fachere Identitdten abgeleitet werden, die einzelne Aspekte beschreiben.

In diesem Abschnitt werden die verschiedenen Spezialfélle der Slavnov-Taylor-lden-
titaten filr supersymmetrische Eichtheorien — der Ubersichtlichkeit halber firr einfa-
che Eichgruppen, s. (2.6), (4.8) — abgeleitet und diskutiert. Dies sind vier Arten von
Identitédten, die die Eichinvarianz, Supersymmetrie sowie die Eich- und Supersym-
metriealgebra einzeln beschreiben.

Eichinvarianz der effektiven Wirkung wird von der Ableitung der Slavnov-Taylor-
Identitdt nach einem Faddeev-Popov-Geist beschrieben:

0 = 5?(@ . (5.5)

Wenn wir alle Felder mit nichtverschwindender Geistzahl, also alle Geister, Antigei-
ster und Y;, auf Null setzen (*gh=0"), erhalten wir daraus
0 or 5F+5s¢; 5F+ _or
= SC
0ca0Y; 0pi | bcq 00, U8cadc

(5.6)

gh=0

Die Funktionen 6I'/dc,dY; Ubernehmen hierbei die Rolle von renormierten
Eichtransformationen. Die Gleichung (5.6) beschreibt die Invarianz von I'|g,—o unter
diesen Transformationen, die nur durch den letzten Term, der von der Eichfixierung
herriihrt, gebrochen ist. Im Falle einer abelschen Eichgruppe ist 6T /éc in allen Ord-
nungen bekannt, und dementsprechend gilt dann eine Ward-ldentitat wie (3.42), in
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der die explizit bekannten, linearen Eichtransformationen der klassischen N&herung
auftauchen.

In analoger Weise kann aus der Slavnov-Taylor-ldentitat eine Identitét fiir die Super-
symmetrie extrahiert werden. Wir bilden daftir die Ableitung nach einem Supersym-
metriegeist und erhalten

6S(T)
0 =
Oe
oI 6T dsyl o or
= 0 — L _C— 5.7
(565Y; S | o ol | C 5asac> oy D
In dieser Gleichung stellen die Funktionen 5?TF} die Supersymmetrie-

Transformationen inklusive der Schleifenkorrekturen dar. Im Falle sanfter Brechung
enthalt der zweite Term dabei insbesondere den Summanden %% wobei y die
Spinorkomponente des Spurionmultipletts » ist. In dem physikalischen Grenzfall
a = x = f = 0 reduziert sich diese Ableitung auf die Konstante /2f,. Damit
driickt der Term ‘?—fg—i genau die sanfte Supersymmetriebrechung im Rahmen der
Slavnov-Taylor-ldentitat aus. Abgesehen von dem Brechungsterm wurden solche
Identitdten in der Literatur gelegentlich verwendet und als supersymmetrische

Ward-ldentitdten bezeichnet (s. z.B. [27, 28]).

Da die Symmetrie-Transformationen Quantenkorrekturen erhalten, ist es wich-
tig, dal3 die Slavnov-Taylor-ldentitat auch die Symmetriealgebra beschreibt, denn
darliber kénnen die Counterterme der Symmetrie-Transformationen bestimmt wer-
den. Die Eichalgebra wird durch folgende Ableitung der Slavnov-Taylor-Identitét
beschrieben:

o BS(T)
N dca0cp0Y
or or dspl O
0 = ! — b
<5mca SV 00— Deq bVl 0 )>
R ) Y Y. Y 1)
Scadcy0Yo 0Y 0, | COeadcy0Y 00, | 0cadcydY;0Y; 0

(5.8)
gh=0

(das +-Zeichen gilt fiir fermionisches bzw. bosonisches ). Die erste Zeile in die-
ser Identitét entspricht dem Kommutator der beiden Eichtransformationen fir ¢, ¢,
und der erste Term der zweiten Zeile entpricht der Eichtransformation fir c., mul-
tipliziert mit den Strukturkonstanten. Die beiden brigen Terme stammen von der
Eichfixierung und von Bewegungsgleichungen in der Algebra.
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Die Supersymmetriealgebra wird folgendermalien beschrieben:

. #s()
5e0edY,
or or dspt o _
- 0= (5@55@565Y;5¢i+ 5 565Y;¢;+(6H6)>
T ST 6T 6T T
e S 5eaY 0e, | 5ede0Y,0Y, 00 | 5ededYy Y 00k
82swt 6T

(5.9)

ST V0w | g

Die erste Zeile entspricht wiederum dem Antikommutator zweier Supersymmetrie-

Transformationen, der néchste Term der Eichfixierung, und die tbrigen Terme ent-
sprechen der rechten Seite der Supersymmetriealgebra

{Q,Q} = Bewegungsgleichungen + Eichtransformationen
+20"P, . (5.10)

Dabei ist hervorzuheben, daR der Koeffizient des Translationsanteils in (5.9) durch
die Identitat

= 20" (5.11)

eindeutig festgelegt ist.

In weiteren Anwendungen werden solche Identitdten verwendet und weiter nach
physikalischen Feldern abgeleitet, um Bestimmungsgleichungen fiir konkrete Ver-
texfunktionen zu erhalten.

Wie in [22, 32] genau ausgefihrt, ist es von hochster Bedeutung fiir die Eindeutig-
keit der Renormierung, daR die Slavnov-Taylor-Identitdt auch die Symmetriealge-
bra enthalt. Dadurch liefert sie selbst die Vorschrift, wie die in den Identitdten fir
die Eichinvarianz und Supersymmetrie auftauchenden Schleifenkorrekturen zu den
Symmetrie-Transformationen zu renormieren sind.

Ahnliche Identitaten wie die hier abgeleiteten wurden auch in [33] im Rahmen des
Standardmodells angewendet.
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5.2 Dimensionale Regularisierung

5.2.1 Versionen der dimensionalen Regularisierung

Das in storungstheoretischen Rechnungen gebrauchlichste Regularisierungsverfah-
ren ist die dimensionale Regularisierung [29]. Dieses Verfahren erhdlt in einfachen
Theorien die wichtigsten Symmetrien wie Lorentz- und Eichinvarianz, und die regu-
larisierten Ausdriicke nehmen in ihm eine mathematisch relativ einfache Form an.
In der Praxis sind mehrere im Detail verschiedene Formen der dimensionalen Re-
gularisierung tblich, insbesondere wird fiir supersymmetrische Theorien hdufig ein
modifiziertes Schema benutzt, die dimensionale Reduktion [35]. Da wir all diese
Verfahren in den spater folgenden Rechnungen verwenden, geben wir hier die wich-
tigsten Eigenschaften und Unterschiede dieser Schemata an.

Allen dimensionalen Schemata ist gemeinsam, dal3 die Impulsintegrale in den Schlei-
fenkorrekturen nicht als 4-dimensionale, sondern als D-dimensionale Integrale auf-

gefalt werden:
/ dp — / dPp . (5.12)

Fir D < 4 verringert diese Ersetzung den Divergenzgrad; fir grof3e Integrationsim-
pulse ist der Integrand gegeniiber dem 4-dimensionalen Fall um den Faktor 1/p*~?
unterdriickt. Es ist moglich, den Parameter D als beliebige komplexe Zahl aufzufas-
sen, so dal} die Schleifenintegrale analytische Funktionen von D bzw.vone =4 — D
werden. Die Divergenzen der urspriinglichen Integrale entsprechen dann Polstellen
der regularisierten Ausdriicke fir D — 4. Ein Beweis dafiir und fir die Tatsache,
dal das regularisierte Integral fiir D = 4 alle tiblichen Integraleigenschaften besitzt,
findet sich in [34].

Abgesehen von den Integrationsimpulsen enthalten Feldtheorien und damit die
Schleifenintegrale noch weitere GroRien, die von der Raumzeitdimension abhangen,
etwa Vektorfelder und deren Propagatoren, g#”-Tensoren sowie y-Matrizen. In der
Behandlung dieser GroRen unterscheiden sich die verschiedenen Versionen der di-
mensionalen Regularisierung und dimensionalen Reduktion. Es werden nun drei
\ersionen angegeben, namlich die von ’t Hooft-Veltman und Breitenlohner-Maison
[29, 30], ein vereinfachtes (“naives”) Schema, und die dimensionale Reduktion
gemal [35].

1. Das Schema aus [30] ist strenggenommen das einzig mathematisch sauber for-
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mulierte. Alle kovarianten Grolien wie p#, g"”, v*, e/*VP? kdnnen in der tblichen
Weise addiert, multipliziert und kontrahiert werden. Die D-Dimensionalitat tritt
einzig in der Gleichung

g, = D (5.13)

auf. Zusatzlich zu g" werden allerdings noch symmetrische Tensoren g,
g’ = g — g" postuliert, die formal auf die (D — 4)-dimensionalen bzw.
4-dimensionalen Unterraume projizieren. Dies driickt sich durch folgende Glei-
chungen aus:

gMVng = gﬂ”gl/p = gﬂp ) (5-14)
6[[1/1...[1446111...1/4 - - Z Sign(ﬂ-)g,ull/ﬁ(l)gquﬁ(g)guguﬂ-@)gp/;ﬂ/ﬂ-@) ) (515)
TES,

aus denen insbesondere

f]“u = D—-4, (5.16)
g“u = 4, (5.17)
gMVng = guygvp = gup (5.18)

folgen. Wichtig ist, daf} durch (5.18) der 4-dimensionale Raum formal als Teil-
raum des D-dimensionalen aufgefal3t wird. Die Matrix ~; kann dann wie im
4-dimensionalen Fall als

1

Y5 = @%...uﬂ’“ e (5.19)
definiert werden. Hieraus folgen die Vertauschungsrelationen
175 = 3w st = 2% (5.20)

mit v, = g, 7". Die y-Matrizen antikommutieren also nicht vollstandig mit s,
sondern nur in dem 4-dimensionalen Teilraum.

Diese Eigenschaft fir die y-Matrizen flihrt zu einer Verletzung der Lorentzin-
varianz im vollen D-dimensionalen Raum und auch zu einer Verletzung der
Eichinvarianz in chiralen Eichtheorien.

. Ein abgewandeltes und vereinfachtes Schema besteht darin, fiir v; nicht die De-

finition (5.19) zu verwenden, sondern stattdessen die Antivertauschungsrelation

175t = {5t =0 (5.21)
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zu benutzen. Diese Relation fihrt allerdings zu einer Schwierigkeit. Fiur die
Spurty, ., = Tr(Vu - - - YuYs) Oilt ndmlich

Dty e = T0(YYa Vs -+ - VuiV5)
= Tr((27"9a" Y — 77" Ya) - - - Yuu¥5)

= 8ty + (Y Vs - - - Vs VaVs)
(8 = D)ty oy (5.22)

wobei die letzte Umformung auf der Antikommutativitat beruht. Es mul3 also
(4—D)ty, .u = 0 (5.23)

gelten. Fir D = 4 erlaubt diese Gleichung den bekannten Wert der Spur, der
nichtverschwindend und ~ ¢, ,, ist, fir D # 4 aber mul} die Spur ver-
schwinden. Daher ist kein kontinuierlicher Ubergang von D — 4 Dimensionen
moglich. Wird die Spur in regularisierten Ausdriicken tatsachlich auf Null ge-
setzt, werden dadurch nichtlokale Beitrdge und Imaginarteile von Schleifenkor-
rekturen falsch berechnet, was einer Verletzung von Kausalitat und Unitaritat
gleichkommt. Die Alternative, Gl. (5.21) nur zu benutzen, solange keine sol-
che Spur auftaucht, und die Spur selbst aber durch ihren 4-dimensionalen Wert
zu ersetzen, ist mathematisch inkonsistent, da die obige Herleitung von (5.23)
trotzdem verwendet werden kann und damit auf die Gleichung ¢, _,, = 0 flhrt.

Wegen (5.21) ist dieses Schema technisch einfacher zu handhaben als das
Breitenlohner-Maison-Schema. In konkreten Anwendungen dieses Schemas
muf allerdings gewdhrleistet werden, dal3 die Inkonsistenz keine Rolle spielt
und keine Verletzung von Unitaritat oder Kausalitét stattfindet.

3. Das dritte Schema ist die dimensionale Reduktion. In diesem Schema wer-
den nur die Impulse bzw. die Ortsableitungen in den Lagrangedichten als
D-dimensional aufgefalst, wohingegen alle \ektorfelder, v-Matrizen und e-
Tensoren als 4-dimensional behandelt werden. Im Unterschied zur dimensio-
nalen Regularisierung wird hierbei der D-dimensionale Raum als Unterraum
des 4-dimensionalen behandelt. Mit den Bezeichnungen von oben fiir die me-
trischen Tensoren gilt daher!

Q'Wgup = 0, (5.24)
guygup = gup (5.25)

!Diese Bezeichnungen sind allerdings denen aus [35] entgegengesetzt, wo die Bedeutungen von ¢ #¥ und g~ gerade
vertauscht sind.
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im Unterschied zu (5.14), (5.18). Dies fuhrt wiederum zu einer mathemati-
schen Inkonsistenz, da folgende Gleichungen fiir den 4-dimensionalen e-Tensor
€,,..u, UN seine D- bzw. e-dimensionalen Anteile hergeleitet werden kdnnen
[36]:

Ty = 4321, (5.26)
"€ = —D(D—1)(D—2)(D—3), (5.27)
€ = —€le—1)(e—2)(e—3). (5.28)

Da aber andererseits auch wegen der 4-Dimensionalitét

e e0ps = —g"ag"55",3 s + (tot. antisymm. in (a3v6)), (5.29)
éyupaeaﬂryé = 0 (530)

gilt, folgt die Gleichung

0 = " enps€upoe™’
= D(D —1)(D —2)(D — 3)e(e — 1)(e — 2)(e — 3)
= D(D-1)*D -2)*D —-3)*D —4). (5.31)

Daher sind in dimensionaler Reduktion strenggenommen nur ganzzahlige Werte
fir D moglich, und ein kontinuierlicher Ubergang zu D = 4 ist ausgeschlossen.

Da in dimensionaler Reduktion wegen GIl. (5.24) effektiv D < 4 qilt,
erfillen die v-Matrizen alle Gblichen Vertauschungsrelationen, insbesondere
auch (5.21).

In einfachen Fallen wurde gezeigt, dal dimensionale Reduktion die Supersym-
metrie intakt 18Rt [35, 27], aber wegen der mathematischen Inkonsistenz kann
dieses Schema im Prinzip zu Fehlern fihren.

5.2.2 Regularisiertes Quantenwirkungsprinzip

In [30] wurde neben der konsistenten Formulierung der dimensionalen Regularisie-
rung auch ein Beweis des Quantenwirkungsprinzips auf dem regularisierten Niveau
aufgestellt. Dieses Theorem ist eine genauere Form des in Abschnitt D.3.2 dargeleg-
ten allgemeinen Quantenwirkungsprinzips. Es gibt Auskunft dartiber, ob Symmetrien
von der Regularisierung erhalten werden oder nicht. Fiir das D-dimensional regula-
risierte Pfadintegral Z = [ Dpexp(i [ Les), wobei Ler sowohl alle Counterterme
als auch den Quellterm J;¢; enthalte, kann es folgendermaRen formuliert werden:
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1. Infinitesimale Variationen eines Quantenfeldes d¢(xz) = P(z)e(z), die zu
Let (¢ + 00) — Lei(p) = I Lesre + O(€?) fuihren, lassen Z invariant:

0 = /ng((SEeff exp(ifﬁeff)>. (5.32)
2. Variationen &uRRerer Felder Y (z) liefern
_i5Z/8Y (z) = / Do ((5f La/8Y (2)) expli[ Lor) ). (5.39)

3. Variationen von Parametern \ liefern

i85\ = / D¢((5 [ Lest/SN) exp(i fceﬁ)). (5.34)

Diese Identitdten gelten fir D # 4 im Sinne formaler Potenzreihen Ordnung fiir
Ordnung in einer Entwicklung nach h.

Falls die Feldtransformationen ¢ einer Symmetrie-Transformation entsprechen, ist
die Bedeutung der ersten dieser Identitaten die einer regularisierten Ward- oder Slav-
nov-Taylor-ldentitét. Fir Legr = £ + J;¢; gilt dann

/ DJ:op; exp(i [Letr) = — / ng(M exp(i fﬁeﬁ)) . (5.35)

Wenn die rechte Seite verschwindet, entspricht diese Gleichung einer umgeform-
ten Symmetrie-ldentitét, allerdings auf dem regularisierten Niveau. Eine hinreichen-
de Bedingung dafiir, daB die rechte Seite verschwindet und damit die regularisierte
Symmetrie-ldentitat gilt, ist also, daB die regularisierte Lagrangedichte invariant ist,

5L = 0. (5.36)

Es ist leicht, sich davon zu tiberzeugen, daB dies fiir Eichtransformationen in Theori-
en wie der QED oder QCD der Fall ist. Die Regularisierung erhélt also die zugrunde-
liegenden Symmetrien, und bei der Renormierung brauchen nur symmetrische Coun-
terterme zur Lagrangedichte addiert werden. Hingegen ist 6L # 0 bei Eichtransfor-
mationen in chiralen Eichtheorien und fiir Supersymmetrie-Transformationen. Die-
se Symmetrien werden also von dimensionaler Regularisierung im Breitenlohner-
Maison-Schema gebrochen.
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5.2.3 Konsequenzen fur die Einschleifenordnung

Obwonhl die dimensionale Regularisierung im allgemeinen Symmetrien bricht, laft
sich fir die Divergenzen in Einschleifenordnung eine wichtige Konsequenz ableiten.

Ist die klassische Lagrangedichte fliir D = 4 invariant unter einer Symmetrie-
Transformation, so gilt

5L = O(D—4)+0(h), (5.37)

wobei die Terme O(D — 4) auch Beitrage wie ¢"” mit einschlieRen, die fur D = 4
verschwinden. Die Feynmandiagramme, die der rechten Seite von (5.35) entspre-
chen, enthalten alle genau eine Einsetzung des Terms ¢ L.

Da die regularisierten Einschleifendiagramme hdchstens Divergenzen der Ordnung
ﬁ liefern, kann die rechte Seite von (5.35) damit in der Ordnung % keine Diver-
genzen fir D — 4 enthalten.

In Gleichungen gilt: Ist in klassischer N&herung eine Ward- oder Slavnov-Taylor-
Identitét gltig,

WIy = 0bzw. S(I'y) =0, (5.38)

(1) dieselben lden-

so erflllen die divergenten Beitrdage in Einschleifenordnung Iy,

titaten:

WIS = 0bzw. S(Tg +T4)) = 0 4+ O(h2) . (5.39)

div div

Um die Divergenzen zu absorbieren, reichen daher symmetrische Counterterme aus,
und nicht-symmetrische Counterterme sind in Einschleifenordnung immer endlich.
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Kapitel 6
Anwendungen in der SQED

In Kapitel 3 wurde eine Slavnov-Taylor-ldentitat und erganzende Identitaten zur De-
finition der supersymmetrischen QED (SQED) angegeben. Diese Definition wird nun
konkret angewandt. Zum einen wird gezeigt, daf? sich aus den Definitionsgleichungen
strukturell recht einfache Symmetrie-Identitaten ableiten lassen, die exakt gtiltig sind
und unmittelbare physikalische Bedeutung haben. Falls die Kompatibilitat der ver-
wendeten Regularisierung mit den Symmetrien nicht a priori gewéhrleistet ist, wie
zum Beispiel im Falle dimensionaler Regularisierung, lassen sich diese Identitéten
direkt benutzen, um die fiir bestimmte Vertexfunktionen notwendigen symmetriewie-
derherstellenden Counterterme zu bestimmen. Im zweiten Teil dieses Kapitels wer-
den wir eine solche Bestimmung im Rahmen des 't Hooft-Veltman/Breitenlohner-
Maison-Schemas vornehmen.

Uber die Beispiele hinaus geben wir in Abschnitt 6.2 auch einige allgemeingiiltige
Anmerkungen zu Schleifenrechnungen in supersymmetrischen Eichtheorien. Wir eli-
minieren das B-Feld, diskutieren die Schleifenkorrekturen zu den Supersymmetrie-
Transformationen, und wir untersuchen die nicht-symmetrischen Counterterme.

6.1 Symmetriebedingungen fir Vertexfunktionen

Um aus der Slavnov-Taylor-ldentitat einfachere Identaten herzuleiten, gehen wir fol-
gendermalien vor. Wir bilden die Ableitung der Slavnov-Taylor-ldentitét nach be-
stimmten Feldern, 6S(T") /éx1...dx, = 0, und setzen dann alle Felder auf Null.
Daraus ergibt sich eine Summe von Produkten der Form

FX1---Xin (pl’ -+« s Pm, _p)FXm+1---Xn<Pi (pm+1’ st =pn=p) (6'1)
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mitp = p1~+...4+pm = —Pms1—- . .— Py, Wegen der Impulserhaltung. Die einzelnen
Faktoren sind renormierte Vertexfunktionen, und die Summe muR als Konsequenz
der Slavnov-Taylor-Identitét verschwinden. Je nach Wahl der Felder ; ergeben sich
auf diese Weise Identitdten mit anschaulicher physikalischer Bedeutung.

Nach den Uberlegungen in Kapitel 5.1 lassen sich verschiedene Sorten von Iden-
titdten herleiten, die der Eichinvarianz, der Supersymmetrie oder der Symmetrieal-
gebra entsprechen, je nachdem, nach welchen Geistfeldern abgeleitet wird.

Wir zeigen hier exemplarisch fr die SQED, dal sich fiir alle Vertexfunktionen, zu
denen divergente Counterterme moglich sind, auch entsprechende ldentitdten aus der
Slavnov-Taylor-ldentitat herleiten lassen.

6.1.1 Elektron-Selektron-Massengleichheit

Als erste Folgerung der Slavnov-Taylor-Identitat wird die Gleichheit von Elektron-
und Selektronmasse in der SQED ohne sanfte Brechung bewiesen.

Die On-Shell-Bedingung (3.49),

Cyg(p, —p)u(p) = Ofirp* =m? (6.2)
definiert m als die physikalische Elektronmasse. Unter Benutzung der Slavnov-Tay-
lor-1dentitat wird nun die Gleichung

F¢L¢E(_p’p) = 0 flr p? = m? (6.3)

daraus hergeleitet. Dies bedeutet physikalisch, daB auch die Selektronmasse den Wert
m hat.

Um dies zu beweisen, benutzen wir die Ableitung der Slavnov-Taylor-Identitat nach
einem Elektron-, einem Selektronfeld und einem Supersymmetriegeist:

0 52
ocsa(—pou(p) ")

Diese Identitat korrespondiert also der Supersymmetrie. Auswertung der Ableitung
liefert wegen Ladungserhaltung nur zwei nichtverschwindende Terme:

pi=vie0 = 0. (6.4)

F‘I—'GY¢L (p7 _p)F¢TL¢L(_p7p) + F¢}5Y3(_p7p)rllli(p’ _p) =0. (65)

Wihlen wir p? gleich der (noch unbekannten) Selektronmasse mé, SO ist F¢>E¢>L =

0, und damit muB der zweite Summand in dieser Gleichung verschwinden. Da
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F(ﬂzeyﬁ(—p,p) # 0ist, hat Ty (p, —p) fir p* = m7 den Eigenwert Null. Die Selbst-
energie I' g (p, —p) ist aber in der niedrigsten Ordnung nur fiir genau einen Wert
von p singuldr, und in hoheren Ordnungen kann sich die Zahl der Singularitéten nicht
erhohen. Mit der Normierungsbedingung (3.49) folgt daher, dal I' ;5 (p, —p) in allen
Ordnungen genau bei p? = m? singuldr ist. Damit muB m4 = m gelten, und damit
folgt auch Gl. (6.3).

6.1.2 Supersymmetrie-Transfor mationen

In Gleichungen wie (6.5) tauchen h&ufig Vertexfunktionen auf, die renormierten
Supersymmetrie-Transformationen entsprechen. Wie in Kapitel 5.1 diskutiert, erhal-
ten die Transformationen zwar Schleifenkorrekturen, die Slavnov-Taylor-ldentitét
enthélt aber in Form der Symmetriealgebra die notige Information, um die Renor-
mierung dieser Vertexfunktionen zu bestimmen. In diesem Abschnitt leiten wir exakt
gultige Identitaten fur die renormierten Supersymmetrie-Transformationen ab.

Wir beginnen mit der Supersymmetrie-Transformation des Photinos, also den Ver-
texfunktionen, die Y\ und e enthalten. Es gibt vier power-counting-renormierbare
Terme, die beziglich aller erhaltener Quantenzahlen neutral sind, namlich Y),eA*,
Yye|dr.r|?, YaeYse, YaeYye und die CP-konjugierten. Die Vertexfunktionen, die die-
sen Termen entsprechen, kdnnen divergente Korrekturen erhalten, die renormiert
werden mussen. Der erste dieser Terme laRt sich durch die Nilpotenzgleichung (3.45)
einschranken:

2 5,
= ———sh A 6.6
9ede 6 AP T (6.6)
=0 = 'LFApEBYMUZB + ZUZdFAPEBYXd
+ Ql)ﬁﬂ'gpu — 219“0/)5,3 . (67)

Wie in (6.4) werden hier und in allen folgenden analogen Identitaten alle Felder
auf Null gesetzt. Die erste Zeile von (6.7) enthélt Produkte der Transformation des
Photons ins Photino und umgekehrt, die zweite Zeile enthdlt eine Summe einer
Eichtransformation und einer Translation. Die Transformation des Photons liegt da-
bei durch sA* in allen Ordnungen fest. Obige Gleichung kann nun benutzt werden,
um I' 4,5y, . explizit zu gewinnen. Benutzen wir CP-Invarianz sowie die Konsequenz
T 40ey, = 0 der Ward-ldentitat, folgt

L anesyy, (0s —p) = PP (0pu) 5" - (6.8)
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Als néchstes benutzen wir die Supersymmetriealgebra, angewandt auf )\,

92§52
0 = S(T 6.9
GedesroY, L) (6.9)
=0 = a(‘)(iggu)rd’}\/l“ + FeeYAY F)\)\ + a(:g:) F)\Y)\w” . (610)

Hier ist die einzige Unbekannte die Vertexfunktion mit zwei Y -Feldern, die den Be-
wegungsgleichungen in der Algebra entspricht. Auflosen liefert

Leeoviyy (P, =p)0y 3, (=0, p) = 5" p" . (6.11)
Eine &hnliche Gleichung laBt sich auch fir Iy, y, herleiten.

Fir die Supersymmetrie-Transformation des Photinos in ¢  laBt sich folgende
Gleichung herleiten:

0 53
0 = F-——=5(T) (6.12)
e Spr.oN
_ 0%(sAm) 3 o
=0 = e Totopar T gt enlan T gt Lpnw - (6.13)

Fir py = 0 kann diese Gleichung zur Bestimmung von I, g benutzt werden (s.
(6.40)), fur py # 0 dagegen stellt sie eine Bestimmungsgleichung flr F¢TL¢L€YA dar.

Wenden wir uns nun den Materiefeldern zu. Wéhrend die Massenidentitéat (6.5) das
Verhéltnis der Transformationen zwischen ¢ <> W bestimmt, bestimmt folgende
Identitat das Produkt der beiden Transformationen:

0? 52
0 = S(T 6.14
0€0e dpr.0Yy, () ( )
= 0 — FY¢LEGY¢T F ¢Jf + F¢L6Y\IIF6Y¢ g + a(:g:) F¢LY¢L0J“ . (615)

Fiir p> = m? verschwindet der Bewegungsgleichungsterm ~ Fther und es ergibt
sich ’
255 = Ty oy, (p, =p)Tesy, w(—p,p) flr p?=m?. (6.16)
Benutzen wir die Kovariantenzerlegung
Doy (p=p) = —V2OL(p))md"; (6.17)
Loy, o0 —P) = —V202(p"),; (6.18)
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mit ©1(m?) = Oy(m?) = © wegen der Selbstenergie-ldentititen (6.5), (6.2), so
erhalten wir folgende Bedingungen:

fur p> = m? -
Loy, «(P—P) = —V2b,;0, (6.19)
Loy, (P —p) = —v2mé%; 0, (6.20)
baglvraer,, (0, —0) = —mly sy, (,—p) — V2 % 5. (621
O = lim \/Z,(%)/Z,(0?) 622

Damit sind die Supersymmetrie-Transformationen zwischen ¢ <> 1 einzeln be-
stimmt.

Indem wir diese Ergebnisse zusammen mit der Eichkovarianz der Supersymmetrie-
Transformation von vy,

0 = 0 & S(T) (6.23)
e 0coproY [ ’ '
benutzen, erhalten wir die Gleichung
0T g, iy (62,7 = V2eQrd,; © firp* = p? = m? (6.24)

welche die Vertexfunktion I’ bestimmt. Schliel3lich bestimmen wir noch die

Argrefyy
Vertexfunktion Fegy%y%, die BewegLungsgIeichungstermen in der Supersymmetrie-

algebra auf v 7, entspricht:

02 52
0 = S(T 6.25
dede sunovy, L) (6:25)
= 0 - FEBEBYJLYE&L F"/}LaEL('; + FGﬁE’BYJLY¢R5F¢La¢%

F¢La65Y¢L FYJLE’B¢L + F¢LQEBY¢,}z FYJLeﬁfbk
_ 2]36657 . (6.26)

In dieser Identitat sind namlich alle Vertexfunktionen auRer Feeyw Y5, bereits durch
andere Gleichungen bestimmt.

In diesem Abschnitt wurden Bestimmungsgleichungen fiir alle power-counting-
renormierbaren Vertexfunktionen mit dulBerem e-Geist abgeleitet. Zusatzlich legt
(3.46) alle Vertexfunktionen mit &uBerem c(z), w* fest. Damit ist insgesamt also
die Renormierung aller Symmetrie-Transformationen bestimmt.
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6.1.3 Physkalische Bedingungen

Uber die Massengleichheit (6.5) hinaus gibt es noch weitere Symmetrie-Identitaten,
die physikalische Vertexfunktionen direkt miteinander in Beziehung setzen. Diese
werden wir nun herleiten. Die Ergebnisse des letzten Abschnitts fir die Renormie-
rung der Symmetrie-Transformationen werden dabei eine wichtige Rolle spielen.

Die Supersymmetrie setzt die Photon- und Photino-Selbstenergie folgendermafen in
Relation:

0= 2.9 s (6.27)
 OegArSA |
=0 = %FAPAH‘FFA%YAFX)\- (6.28)

Der Vorfaktor I 4.y,, der die Supersymmetrie-Transformation des Photinos aus-
drickt, ist durch (6.8) in allen Ordnungen bestimmt, und daher gilt

O'ngAPAu (p, —p) = —ipV(o'l/p)BaFXd)\a(—p,p) . (629)

Diese ldentitat kann zusammen mit der Normierungsbedingung des Photons (3.50)
und der Symmetriebedingung (6.11) benutzt werden, um einfachere Bedingungen zu
erhalten:

anka(—p,p) = j)o.éd firp* =0, (6.30)
Lzov,,v,7 (0, —p) = 675657 fr p* = 0. (6.31)

Wir haben also die Photonselbstenergie und die Funktion FEBGBYMYx* fir on-shell-
Impulse exakt bestimmt.

Durch passende Ableitungen der Ward-Identitat (3.42) finden wir Einschrankungen
an die Longitudinalteile aller weiteren Photon/Photino-Wechselwirkungen:

0 = p'Taran(—p,p), (6.32)
0 = p'Tasonn(p,—p—0,p), (6.33)
0 = p'Tarsoaan(®,p",—p—p —0",p), (6.34)
0 = pTyxu@,—p—1,p). (6.35)

In analoger Weise liefert die Ward-ldentitdt auch eine Symmetriebedingung fiir die
Elektron-Photon-Wechselwirkung:

' Tygu(@v,q) = —eQr(Tyg(—p,0) —Tyglp, —p)) . (6.36)



Abschnitt 6.1 Symmetriebedingungen fiir Vertexfunktionen 75

Dies ist die bekannte Ward-1dentitdt der QED. Die Ableitung nach ¢* bei ¢ = 0 und
p? — m? liefert die Thomson-Bedingung

U(p) Zol ygau(p, —p, 0)u(p) = u(p) (—eQrv,) w(p)
fir p?> = m?, (6.37)

wenn noch mit Spinoren, die die Diracgleichung (p — m)u(p) = 0 erfillen, multi-
pliziert wird. Diese Bedingung bedeutet, dal} die im Thomsonlimes gemessene elek-
trische Ladung in allen Ordnungen den Wert e hat. Eine entsprechende Bedingung
kann auch fir die Selektronen hergeleitet werden:

ZsL g 5 an(p =1 0) = —2eQrp, furp? =m?, (6.38)
Z¢F¢L¢TLA"AM (p’ —p, 0, 0) - Q(GQL)ZQW/ fur p2 =m?. (639)
Die Funktionen Zy (p?), Z4(p?) wurden in GI. (3.54), (3.55) definiert.

Fir die Wechselwirkung von Materiefeldern mit dem Photino kdnnen ebenfalls
Thomsonbedingungen abgeleitet werden, allerdings unter Benutzung der Supersym-
metrie statt der Eichinvarianz. Benutzen wir obige Gl. (6.13) fiir p;y = 0 zusammen
mit (6.38) und (6.19), (6.20) erhalten wir die Relation

\/m(rdﬁﬂ/ma)\ﬁ(_pa P, O)ijaﬁ
£ T 50 (opp,0)mds) = —iv2eQupy; firp? =m?, (640)

in der die Greenfunktionen durch 2-Spinoren ausgedriickt sind. In 4-Spinoren nimmt
diese Gleichung die Form

ZsZaT 41 45 (=0, 0, 0)ulp) = —V2eQrPru(p) furp® =m* (6.41)
an.

Zusatzlich zu den bisherigen Wechselwirkungen mit Photon- und Photinofeldern gibt
es noch die 4-Skalar-Wechselwirkungen, in denen vier Selektronfelder aneinander
koppeln. Diese Wechselwirkung enthélt zwar nur Materiefelder, aber durch Super-
symmetrie steht sie mit den Photinowechselwirkungen und damit auch mit der Eich-
kopplung in Zusammenhang:

) 5
0 = o — ——S(I) (6.42)
865¢L5¢L5¢L5¢L
=0 = 2L v Vgtwn T2 6t ven, Loton

T lgbvnary Voo, T lume, Lojoiio,
Tl onstanlv® T2l g a0l g o0 (6.43)
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0 5
(A S—Y (6.44)
865¢R(5¢R5¢L5¢L
= Lyt onenilstor T Vopotuners, Lotor T Lonsiuners,

+ F¢2¢LWY¢E Conaly, T Tvrers, Uotongt o

r r

Phonr

r o, (6.45)

T Uyt onotevst vi® T Vgl Lot ® T Uotevy Lol opus
0 54 s
0edPLOPrOPROVL,

=0 = 2Wo0me5L x4 Wononvnery To o), + Tononvnar s Tg, o)

(I) (6.46)

+ F¢L€Y¢L F¢L¢R¢R¢L + F¢L¢R¢R€Y3F¢LT . (6.47)

Die Impulsargumente ergeben sich hierbei aus der allgemeinen Form der hier auftre-
tenden Produkte, die in (6.1) angegeben wurde. Entsprechend impliziert der mehr-
fach auftretende Faktor 2 jeweils noch Symmetrisierung beziiglich der Impulse der
ngL- und ¢g-Felder. In diesen ldentitdten tauchen zum einen Vertexfunktionen auf,
die bereits in anderen Symmetrie-ldentitaten bestimmt wurden oder die ohnehin end-
lich sind, und zum anderen die 4-Skalar-Verte>ffunktionen F%m(bz%, F(bk(bmﬁ}gm und
L yronone: - Daher werden letztere Vertexfunktionen durch die Identitaten bestimmit.

Wenn wir die Gl. (3.46) beriicksichtigen, stehen nunmehr fiir alle power-counting-
renormierbaren Vertexfunktionen Symmetrie-ldentitaten zur Verfiigung. Diese Iden-
titdten flhren alle Vertexfunktionen sukzessive auf diejenigen Vertexfunktionen
zurlick, die in den Normierungsbedingungen auftauchen. Damit ermdglichen sie,
die einzelnen Counterterme leicht zu bestimmen. In der Tat ist die Form einiger
Symmetrie-ldentitaten wie (6.3), (6.8), (6.19)-(6.21), (6.30), (6.37), (6.38), (6.40)
der Form von Normierungsbedingungen sehr @hnlich. Diese Identitdten kGnnen un-
mittelbar physikalisch interpretiert werden, und erlauben, die nétigen Counterterme
direkt abzulesen. Eine Zusammenfassung findet sich in [22].

6.2 Symmetriebedingungen auf dem Einschleifenniveau und
Bestimmung der Counterterme

In diesem Abschnitt zeigen wir einige Beispielrechnungen zu Schleifenkorrek-
turen und der Bestimmung derjenigen Counterterme, die die Supersymmetrie
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der SQED wiederherstellen. Als Regularisierung benutzen wir das ’t Hooft-
\eltman/Breitenlohner-Maison-Schema der dimensionalen Regularisierung [29, 30].
Uber die Beispiele hinaus geben wir einige allgemeingiiltige Anmerkungen zu
Schleifenrechnungen in supersymmetrischen Eichtheorien und zu den Konsequen-
zen der Slavnov-Taylor-ldentitét. Insbesondere untersuchen wir den Effekt, den das
“nicht Berlicksichtigen” eines notwendigen symmetriewiederherstellenden Counter-
terms hat, und wir diskutieren die Schleifenkorrekturen zu den Supersymmetrie-
Transformationen.

Eine ideale Regularisierung wirde alle Symmetrien einer Theorie manifest erhalten,
so dal’ auf dem regularisierten Niveau bereits alle mal3geblichen Ward- und Slavnov-
Taylor-ldentitaten gelten und zur Renormierung nur symmetrische Counterterme (s.
Kapitel 3.2.4) nétig sind. Fir supersymmetrische Eichtheorien ist keine konsistente
Regularisierung mit dieser Eigenschaft bekannt. Im allgemeinen Fall miissen daher
Symmetrieverletzungen durch die Regularisierung bei der Berechnung von Korrektu-
ren hoherer Ordnung beriicksichtigt werden. Es ergibt sich damit folgendes Schema
flir solche Rechnungen:

e Berechnung der Schleifendiagramme mit einer beliebigen (aber mdglichst kon-
sistenten) Regularisierung. Zu jeder power-counting-renormierbaren Wechsel-
wirkung kann dann ein Counterterm addiert werden.

e Bestimmung der symmetriebrechenden Counterterme durch die Forderung, daf
nach deren Addition alle definierenden Symmetrie-ldentitaten gelten.

e Bestimmung der symmetrischen Counterterme durch die Normierungsbedin-
gungen.

Durch die im vorigen Abschnitt hergeleiteten Symmetrie-ldentitdten vereinfachen
sich die beiden letzten Schritte stark aufgrund ihrer allgemeinen Struktur

regularisiert

I 4Bc|on—shen = Uy5e + FCA}BC = Wert. (6.48)

Damit steht fiir jeden zu bestimmenden Counterterm genau eine passende Identitat
zur Verfuigung, anhand derer der korrekte Wert abgelesen werden kann.

6.2.1 Elimination des B-Feldes

Das Nakanishi-Lautrup-Hilfsfeld B ist fiir die theoretischen Uberlegungen niitzlich,
aber praktische Rechnungen lassen sich leichter ausfiihren, wenn B eliminiert ist.
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Dies ist moglich, indem die Bewegungsgleichungen benutzt werden, die nach (3.46)
in allen Ordnungen durch

or
5B

gegeben sind. Die Losung der Bewegungsgleichung ist damit durch B = —%(814)
gegeben. Schreiben wir fir die effektive Wirkung

0 = —— =0"A, +¢B (6.49)

wobei der erste Term nicht von B abhangt und
. o 4 % E 2

ist, und setzen fiir B die Losung der Bewegungsgleichung ein, erhalten wir eine neue
effektive Wirkung

T(A,,...) = Tommen(Ay,.. )+Fm,tB (B = —-(aA) AL)

die nicht mehr von B abhéngt. Durch eine Legendretransformation &3t sich zeigen,
daR T dieselben zusammenhéangenden Greenfunktionen erzeugt wie I'. Die einzige
1PI Vertexfunktion, die sich beim Ubergang von I" nach " dndert, ist I 4. 4+, die einen
longitudinalen Anteil erhalt. Graphisch entspricht der Ubergang der Aufsummation
aller Graphen, die B-Propagatoren enthalten.

Im Rest dieses Abschnitts benutzen wir nur noch I, und daher werden wir ab jetzt
die ~ weglassen, und die effektive Wirkung mit eliminiertem B ebenfalls mit I" be-
zeichnen. Dies furt auf die Gleichung

1
PT aoau(—p,p) = —gﬁpp (6.53)

anstatt (6.32) fur den Photonpropagator, wahrend alle {ibrigen ldentitdten aus Ab-
schnitt 6.1 unverandert gultig bleiben.

6.2.2 Photon- und Photino-Selbstenergien

Die Einschleifendiagramme fir die Photon- und Photinoselbstenergien sind in Abb.
6.1 dargestellt. Ausgedrtickt durch die iblichen Einschleifenintegrale (s. Anhang C)
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Abbildung 6.1: Einschleifendiagramme fiir die Photon- und Photinoselbstenergien.

lauten die Ergebnisse (o = %)

regularisiert
T g

1
AbAp (=p,p) = (—gupr + pupp) (1+ Hv(pQ)) - gpupp , (6.54)

T p) = a1+ TD () (6.55)

wobei die Einschleifenbeitrage

(07

47r2Bo(p?, m?, m?) (6.56)

(p?) =7 (p?)

sich als gleich erweisen, so dal} die Identitat (6.29) bereits auf dem regularisierten
Niveau erflllt ist — es ist hierbei allerdings der zusatzliche Longitudinalteil von
[" 4u40 zu beachten. Bei der Renormierung missen solche Counterterme gefunden
werden, dal} die Gleichungen (3.50), (6.30) erfillt sind. Die richtige Wahl ist also

1 1. -
Lo = 5Z7(—ZFWF’“’ + 5727’“‘(%7) (6.57)

mit
6Z, = —-11"(0) , (6.58)

was in der O(«) zu

1
FAMAP(_pap) = (_gupp2 "‘pupp) (1 + HV(pZ) + 527) - gpupp , (6.59)
Piopa(=0,0) = bog(1+ 117 467, (p%)) (6.60)
fihrt. Dal? hier kein Massen- oder Eichfixierungscounterterm notwendig war, zeigt,

daf? die fur diesen Sektor maRgeblichen Symmetrien von der Regularisierung respek-
tiert wurden.
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Abbildung 6.2: Einschleifendiagramme zur Elektron- und Selektron-Selbstenergie.

6.2.3 Elektron- und Selektron-Selbstenergie

Die Einschleifenbeitrdge zu den Selbstenergien der Materiefelder werden folgender-
malien zerlegt:

P (o, —p) = p* = m’ +Tu(p) (6.61)
Dy, —p) = b m+ S () - mSs(?) . (662)
Fir spatere Zwecke ist noch die Abkirzung
S (p?) = Sv(p°) + 2m* (1 (p%) - Ss(p%)) (6.63)
niitzlich. Die entsprechenden Diagramme sind in Abb. 6.2 abgebildet und liefernt
o) = L [-4m’Bo(p’,0.m”) +4(D — 4)Bp(p’,0,m")],  (6.64)
s
Sv(p?) = (D= 2)Bo(p’,0,m?) + (D = 4)Bi(p*,0,m?)] ,  (6:65)
(0
Ys(p?) = E[DBO(pQ, 0,m?)] . (6.66)

Die allgemeine Struktur der Counterterme zu den Selbstenergien lautet
Lo = 0Z4(10u¢rl” — m*|6L]" + (1~r)) — 2mémg(|6L]* + |6rl")
+ 6 Zg VU (iv" 0, — m)¥ — dmg VU . (6.67)

Fir jeden dieser Counterterme ist eine der Bedingungen (6.3), (3.49), (3.51), (3.52)
anwendbar. Ausgedrtickt durch die regularisierten Selbstenergien und die Koeffizi-
enten aus L nehmen diese Bedingungen die Form

Yg(m?) —2mdmy, = 0, (6.68)

mYy (m?) — mSs(m?) —dmg = 0, (6.69)
(kY +6Zy = 0, (6.70)

Sy(kY) +6Zy = 0, (6.71)

LAb hier verwenden wir im Rest des Kapitels die Eichwahl £ = 1.
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an, wodurch sich die Counterterme sofort bestimmen lassen:
2
Smy = %m[—zBo(m{o,m?) _ g] , (6.72)
dmy = %m[—QBO(mQ,O,mQ) +1], (6.73)
m
Q 2
62y = [4m236(li2,0,m2) _ g] , (6.74)
_ 2 2 250 (.2 2
0y = 4—[—2Bo(/§ ,0,m?) + 4m°B(k*,0,m?) + 1] , (6.75)
m

wobei in den endlichen Termen der Limes D — 4 genommen wurde.

Der hier auftauchende Unterschied dmg — dmy ist unser erster Fall eines nicht su-
persymmetrischen Counterterms. Dieser Counterterm ist notwendig, weil die dimen-
sionale Regularisierung ihrerseits die Supersymmetrie in Form der Massenidentit&t
(6.3) bzw. (6.5) verletzt. Genau obige Wahl der Counterterme restauriert diese Glei-
chungen und damit die Gleichheit der physikalischen Elektron- und Selektronmasse.

6.2.4 Photon- und Photinowechselwirkungen mit Elektron und Selektron

Wir definieren zundchst skalare Formfaktoren fiir die regularisierten Einschleifenbei-
trage zu den Photon- und Photinowechselwirkungen mit Elektron und Selektron:

D (0, =p.0) = Appa(p’) (—2eQrpy) | (6.76)

a(p) DLy —p O)u(p) = Awwa(p?) alp)(—eQry)ulp), (6.77)
Do (—p,p, 0)u(p) = Agus(p) (—V2eQrPL)u(p) . (6.78)
L
Zu jeder dieser Vertexfunktionen gibt es einen unabhdngigen Counterterm. Die
Counterterme parametrisieren wir als

1 .
Lo = (6Zy+ 5527 + 5Z¢¢A)Z€QLA“(¢TL(9M¢L — ¢L3M¢TL) + (L=g)

1 —
+ ((SZq; + 5527 + (SZq;\pA)\IJ(—eQLA'u’)/H)\IJ
874+ 067y + 067,

( > + 6 Zy55) (—V2eQ1) (4L FPLY — ppFPRY + h.c.)

(6.79)

Diese Parametrisierung ist so gewahlt, dald der Vergleich mit der Situation einer sym-
metrischen Regularisierung und symmetrischer Counterterme mdoglichst transparent
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ist. Nach Kapitel 3.2.4 sind die Counterterme genau dann symmetrisch, wenn 6 Z 4
= 0Zwya = 0Zgwsy . Ihre Werte sind durch die Identitdten (6.37)-(6.41) bestimmt,
wobei die Funktionen Z4, Z, in Einschleifenordnung durch

Zy*) = 1-%,(p*) — 67, (6.80)
Zy(p®) = 1-34(p°) —6Zu (6.81)

gegeben sind. Daher fallen die Feldrenormierungskonstanten 67, 6 Zy aus (6.37)-
(6.41) heraus, und diese Identitaten reduzieren sich auf

A )
Nsoa(p’) = Z4(p") + =57 + 6Zsa = 0 firp’ = m” (6.82)
VA )
Agwa(p®) — S5 (p%) + T’Y +0Zgys = 0 fiirp?> = m?,(6.83)
62,

1 §
Agws (p?) — 5(2;)(192) + Y5 (p?) + o+ 6 Zsps = 0 fur p* = m®.(6.84)

Wiederum konnen die Counterterme leicht von den entsprechenden Bedingungen
abgelesen werden, sobald die Schleifenkorrekturen bestimmt sind. Betrachtung der
Feynmanintegranden zeigt, dal’ beide Bedingungen fiir die Photonwechselwirkungen
von der Regularisierung nicht verletzt werden, so dal3 wir

1
6Zs0a = Zwus = =502, (6.85)

wahlen missen. Die physikalische Bedeutung der entsprechenden Identitéaten ist die
Eichinvarianz der renormierten Theorie, und dieses Ergebnis zeigt, daB die Regulari-
sierung in diesem Sektor die Eichinvarianz erhalt.

Die Einschleifenkorrektur zur Photinowechselwirkung lautet
o
Apuws (p°) = E[BO(Z?Z, 0,m?) +4m*(Co + C1 + C2) + O(p* — m?)] (6.86)

mit C; = C;(p?, 0, p?, 0, m?, m?); die Ableitungen der Materieselbstenergien sind

Q0 2
Se(p?) = | Am Byt 0,m%) + 5] (6.87)
Z(p') = -2Bo(p"0,m) — 4m’ By’ 0.m) 1] (6.89)
T
Benutzen wir By = —Cyy — C7 — (5, so folgt die korrekte Wahl der Counterterme:
1 1l o
Zowy = =504y — 27— 6.89
0Zpv7 = =307 ~ G o (6.89)
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Abbildung 6.3: Vertexkorrekturen auf Einschleifenniveau.

Dieses Resultat zeigt drei wichtige Aspekte auf. Zundchst ist festzuhalten, daB die
nichtlokalen Anteile in (6.84) einander aufheben. Dies ist eine Tatsache, die nach
dem Quantenwirkungsprinzip in jeder Regularisierung gelten muf, und zwar als Fol-
ge der Supersymmetrie der Lagrangedichte. Zweitens ist (6.84) auf dem regulari-
sierten Niveau durch lokale Terme verletzt. Diese Supersymmetriebrechung muf da-
durch aufgehoben werden, daB der Counterterm 0Z,y5, der der Photinokopplung
entspricht, anders als die Counterterme der Photonwechselwirkungen 6 Z 4, 0 Zyy4
gewdhlt wird. Der physikalische Effekt dieser Wahl ist, dal} die Universalitat der
renormierten Kopplungen gemal (6.37)-(6.41) wiederhergestellt wird. Drittens hat
sich gezeigt, dal} die Bestimmung dieses Counterterms strukturell genauso einfach
war wie die Bestimmung der symmetrischen Counterterme zu den Photonwechsel-
wirkungen. Dies gilt trotz der Supersymmetriebrechung der Regularisierung, weil die
Hauptarbeit auf die Herleitung der Symmetrie-ldentitaten verlagert wurde.

Die Photino-Materie-Wechselwirkung stellt auch ein Beispiel dar, bei dem eine
Schleifenrechnung zu einem numerisch groRRen Fehler fiihrt, wenn die Symmetriebre-
chung der Regularisierung ignoriert wird. “Naiv” kdnnte gedacht werden, dal die ge-
forderte Supersymmetrie und Eichinvarianz die Counterterme generell auf die Form
aus Kapitel 3.2.4 einschrankt, also auf Parameter- und Feldrenormierungscounterter-
me, die die Symmetrien respektieren. Nach einer solchen Uberlegung wiirde immer
die Wahl Z495 = 0Zs44 = 0Zwya getroffen werden. In diesem Abschnitt ha-
ben wir aber gesehen, dal} dies darauf hinauslauft, den notwendigen Term (_EE)
Wegzulassen und dadurch die Ladungsuniversalitat zu brechen. Da alle Beitrége zu
Agws(p*) grundsatzlich von der Ordnung - sind, ist der numerische Fehler, der da-

durch entsteht, nicht vernachlassigbar.
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Abbildung 6.4: Einschleifendiagramme zu den Supersymmetrie-Transformationen
von ¢, und vy,

6.2.5 Supersymmetrie-Transformationen auf dem Einschleifenniveau

Wie in Kapitel 5.1 kann die Slavnov-Taylor-Identitét als Invarianzrelation geschrie-
ben werden:

wobei 6 hier einen beliebigen infinitesimalen Parameter und sp; dem Erwartungs-

: _ 4T
wert des zusammengesetzten Operators st ; in Gegenwart der Quellen J = — %

entspricht. Die Ausdriicke sp¢; beschreiben Quantenkorrekturen zu den BRS-Trans-
formationen. Diese Quantenkorrekturen sind nicht-trivial, werden aber dennoch
durch die Symmetriebedingungen aus Abschnitt 6.1.2 eingeschrankt.

Als konkrete Beispiele betrachten wir nun die Quantenkorrekturen zu den Transfor-
mationen der Elektron- und Selektronfelder:

sr¢r(z) = —ieQre(z) or(z) — iw" 0, pr(w)
- /d4y EB wLa(y) F1/1La65Y¢L (y7 CE)

_ /d4y 0 (y) Loy, (W o)+, (6.91)
srvr(e) = —ieQre(z) Yi(z) — w oL (x)
+/d4y Eﬁ' ¢L(y) FbeEﬁ-YwLa(yax)

[T, @)+ (692)

wobei die Punkte fiir weitere Terme stehen, die von hoherer Ordnung in den Feldern
sind. Wir sehen, dal} die renormierten Supersymmetrie-Transformationen zwischen
¢ <» 1 durch Vertexfunktionen vom Typ I'y.y, und I'sy, gegeben sind.

Auf dem Einschleifenniveau tragen zu diesen Vertexfunktionen die Graphen aus Abb.
6.4 bei; die maligeblichen Counterterme sind durch (6.19)-(6.21), (6.24) mit© = 1+
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£ (Bo(k*,0,m*) — By(m?,0, m2)) bestimmt. Im Impulsraum lauten die Ergebnisse

S «
F¢La€’BY¢L = —\/55/3 1+ 47TBO + = (5Z¢ — 02y — 3 47T> , (6.93)
FERde’BYd)L - 0 y (694)
Ba 5 «
LoresYora = — 21% L= 4_30 —\0% =% —g ] (699
ng%eﬁY,pLa = _\/im(sﬂ

5 « dmg 2 o
1 By——-\64, —064y — — — — 4 - —
[+4 0 <5¢ 5¢ 347r>+m+34](696)

Hierbei sind wiederum nicht-supersymmetrische Counterterme notwendig.

Diese Ergebnisse zeigen, daR die Supersymmetrie-Transformationen der Felder
tatsachlich nichtlokale Korrekturen erhalten. Dafiir lassen sich zwei Ursachen ding-
fest machen: Eine Ursache ist die Nichtlinearitit der BRS-Transformationen, die da-
zu fuhrt, dal’ es tberhaupt Tripel- oder hohere Vertizes mit Y-Feldern (s. Abb. 6.4)
gibt. DaR die Nichtlinearitdat zu Schleifenkorrekturen flihren kann, ist aufgrund der
Darstellung (5.3) von spp; klar, da dort ein Erwartungswert auftaucht, der fir einen
zusammengesetzten Operator nicht-trivial mit den Erwartungswerten der einzelnen
Faktoren zusammenhéngt. Eine zweite Ursache der Korrekturen ist die Eichfixie-
rung, die durch die Eichfunktion ' = ¢(0*A,, + %B) gegeben ist. Da F' die Super-
symmetrie bricht, enthalten die korrespondierenden Geistterme sr [’ die e-Geister,
insbesondere die ceA-Vertizes, die in den meisten der Graphen in Abb. 6.4 auftau-
chen.

Die renormierten Supersymmetrie-Transformationen héngen Uber Identitdten wie
(6.5), (6.13) eng mit physikalischen Vertexfunktionen zusammen. Dadurch ftihren
die Schleifenkorrekturen zu den Transformationen auch zu gewissen Aussagen tber
die Selbstenergien und Vertexkorrekturen. Eine direkte Konsequenz ist die Tatsa-
che, dal’ in der Wess-Zumino-Eichung unterschiedliche Feldrenormierungskonstan-
ten fur Elektron und Selektron verwendet werden missen. Im Superraumformalis-
mus ist dies nicht so, weshalb der Gedanke naheliegt, die Supersymmetrie erzwinge
allgemein einheitliche Feldrenormierungskonstanten innerhalb von Supermultipletts.
Die Gleichung (6.5), die die Supersymmetrierelation im Elektron-Slektron-Sektor
darstellt, zeigt aber, dal® die unterschiedlichen Feldrenormierungen genau von den
Schleifenkorrekturen zu den Supersymmetrie-Transformationen erzwungen werden.
Letztere driicken also insbesondere eine Korrektur zu der relativen Normierung der
Elektron- und Selektronfelder aus.
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6.2.6 Zusammenfassung der nicht-super symmetrischen Counterterme

In vielen Fallen waren nicht-supersymmetrische Counterterme notwendig, um die
Symmetrie-ldentitdten zu erfiillen. Der Ubersicht halber geben wir nun die erhalte-
nen Counterterme komplett an. Bedenken wir, dal? die Aufspaltung der Counterterme
IN 't = I'sym + T'non—sym Nicht eindeutig ist, kdnnen wir die Form von I'yon_sym Opti-
mieren. Die einfachste Form erhalten wir, indem wir die Feldrenormierungskonstan-
ten in gym aus (3.48) als (02, + 3 ), (6 Zy — ) statt als §Z4, § Zg wahlen und den
Massencounterterm md Z,, = (dmy + %%) einsetzen. Damit ergibt sich folgender
Ausdruck fur die nicht-symmetrischen Counterterme:

a [—. . 2
I'; = /d4x E (\IJ(’LD — 2m)\If — g‘DugbL‘Z + 2m2\¢L|2 + (L—>R)> . (697)
Hierin sind die nicht-symmetrischen Counterterme auf die Materieselbstenergien und
die Photon-Wechselwirkungen eingeschrankt.

6.3 Zusammenfassung

In diesem Kapitel haben wir die Slavnov-Taylor-ldentitat der SQED ausgewertet und
einfache Symmetrie-ldentitaten algebraisch hergeleitet, die in ihrer mathematischen
Struktur den Normierungsbedingungen dhneln. Diese Identitaten stellen zum einen
exakt gultige physikalische Aussagen dar, wie etwa die Gleichheit von Elektron- und
Selektronmasse oder die Universalitat der Ladung in den Photon- und Photinowech-
selwirkungen.

Zum anderen konnen diese ldentitdten als Werkzeug zur Bestimmung von Coun-
tertermen benutzt werden, die zur Etablierung der Supersymmetrie notig sind. Wir
haben gesehen, dal in dimensionaler Regularisierung mehrere symmetriewiederher-
stellende Counterterme addiert werden miissen, aber dal deren Berechnung genauso
einfach war wie die Berechnung der iblichen symmetrischen Counterterme.

Weiterhin haben wir diskutiert, daB und warum Schleifenkorrekturen zu den
Supersymmetrie-Transformationen berechnet werden mussen. Es ist wichtig, dal? die
entsprechenden Counterterme wiederum durch passende Symmetriebedingungen be-
stimmt werden kdonnen. Wir haben dies explizit am Beispiel der Supersymmetrie-
Transformationen von Elektron und Selektron gezeigt.



Kapitel 7 Anwendungen in der SQCD 87

Kapitel 7

Anwendungen in der SQCD

In diesem Kapitel werden die bereitgestellten Methoden im Rahmen der supersym-
metrischen QCD (SQCD) angewandt, einem phanomenologisch wichtigen Modell
mit in vielen Féllen groRen Quantenkorrekturen. Im Unterschied zu den Beispielen
aus der SQED im vorigen Kapitel wird die sanfte Supersymmetriebrechung durch-
weg beriicksichtigt, und wir geben ein Renormierungsschema an, das auf den allge-
meinen Ergebnissen aus Kapitel 4 aufbaut. Im zugehérigen Anhang B.2 geben wir
eine vollstéandige Liste aller Feynmanregeln an, die insbesondere die Supersymme-
triegeister und die Y -Felder bertcksichtigt. Mit Hilfe dieser Feynmanregeln wird die
Slavnov-Taylor-1dentitét in Einschleifenordnung ausgewertet, und alle notwendigen
Counterterme werden bestimmt. Die hier dargestellten Ergebnisse finden sich auch
in [32].

Unser Vorgehen hier unterscheidet sich dabei in zwei Punkten von dem in der
SQED. Zum einen verwenden wir nicht das 't Hooft-Veltman/Breitenlohner-Maison-
Schema, sondern das naive Schema der dimensionalen Regularisierung und die di-
mensionale Reduktion im Vergleich. Dal’ dies hier nicht zu Inkonsistenzen fiihrt,
zeigt die konkrete Analyse der einzelnen beitragenden Feynmandiagramme, deren
Werte sich in den drei verschiedenen Verfahren nur in lokalen Beitrdgen unterschei-
den. Diese lokalen Unterschiede werden aber durch die Counterterme absorbiert und
stellen keine Fehler oder Inkonsistenzen dar. Ein zweiter Unterschied zur SQED
ist der Verzicht auf eine Herleitung allgemeingiiltiger vereinfachter Symmetrie-
Identitdten analog zu Kapitel 6.1. Obwonhl diese Identitaten physikalisch direkt an-
schauliche Bedeutung haben, zeigen wir, dal} solche Identitdten nicht zwingend er-
forderlich sind, um die symmetrie-restaurierenden Counterterme zu bestimmen. In
der Tat werden wir samtliche Counterterme zu den trilinearen Wechselwirkungen
und den dafiir relevanten Supersymmetrie-Transformationen direkt aus der Slavnov-
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Taylor-ldentitét erhalten.

7.1 Grundlagen und Definition der SQCD

7.1.1 DasModdll

Die supersymmetrische QCD (SQCD) ist eine supersymmetrische Eichtheorie mit
der Eichgruppe SU (3). Da die SQCD allein keine Ubergénge zwischen verschiede-
nen Quarks beschreibt, beschranken wir uns auf eine Quarksorte. Das Modell enthalt
damit ein SU(3) Vektorsupermultiplett, bestehend aus den Gluonen G¥ (a = 1. ..8)

und den Gluinos
- - <_i)‘aa> (7 1)
Jo = i, '

mit den Weylspinoren A, \, und zwei chirale Multipletts (gz,%z), (q}g,%) in den
SU (3)-Darstellungen 3 bzw. 3*. Die Weylspinoren v, 1§ werden folgendermafen
zu dem Diracspinor q des Quarks kombiniert:

/‘pLa
! <¢La> (7.2

Es gibt nur einen eichinvarianten Superpotentialterm
W = mghdr, . (7.3)

Die allgemeine eichinvariante Form der sanften Brechungsterme lautet:*
4 1~ = A A-I— ~
Lot = | d'x _§m§ga(PLf + Prf")ga

. FI2M2 mftM 7
- (qE q}%) ( 1Mz SMer ) (e | (7.4)

meLR |f‘ MR qRr
wobei das chirale Multiplett n aus Kapitel 4 benutzt, aber bereits a = x = 0 gesetzt
wurde. Die tatséchlichen Brechungsterme ergeben sich hieraus wie in Kapitel 4.1

durch f = fo bzw. f = 0. Die R-Gewichte der beiden chiralen Multipletts setzen
wir auf n; = 1, wodurch die gesamte Lagrangedichte R-invariant wird.

YIn der SQCD sind dariiberhinaus keine nicht-GG-Brechungsterme méglich.
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Die SQCD kann dann durch den in Kapitel 4.2.2 angegebenen Satz von Identitaten
definiert werden, wobei flr die dort auftauchenden Felder die oben angegebenen ein-
zusetzen sind.

In Anhang B.1 werden die wichtigsten Grundgleichungen der SQCD und die sich
ergebenden Feynmanregeln in 4-Spinorschreibweise angegeben.

7.1.2 Renormierungsschema

Wie in Kapitel 4.2.2 gezeigt wurde, wird der physikalisch relevante Anteil des Mo-
dells, also der Anteil fira = x = f = Y; = ¢ = w* = 0, bereits durch Normie-
rungsbedingungen der Klasse 1 eindeutig festgelegt. Wir geben nun eine vollstandige
Liste solcher Normierungsbedingungen an. Die relevanten Parameter der SQCD sind
die Elchkopplung g, der Massenparameter m und die Brechungsparameter 1, M%,
MR, M7 r. Uber diese Parameter hinaus missen die Normierungsbedingungen der
Klasse 1 noch die Feldrenormierungskonstanten Z., Z;, Zy, Zye, Zgy,, Zy, festle-
gen.

Den QCD-Anteil des Modells legen wir iiber M S-Bedingungen fest:

FquNTGH . MS, (75)
382 e, @ MS, (7.6)
0 _
a—p2réacb . MS, (77)
Fqg . M—S, (78)
0 _

Dies bedeutet, dal? die Counterterme zu diesen Grolien in jeder Ordnung genau die
Divergenzen in der Kombination A = == — v + log 47 mit der Raumzeitdimensi-
on D und der Euler-Mascheroni- Konstante ~ absorbieren. Fir die Counterterme zu
anderen Vertexfunktionen wie I',z; ist aber nicht zu erwarten, dal3 sie lediglich eine
reine Divergenz enthalten. Denn diese Counterterme sind durch die Slavnov-Taylor-
Identitdt bestimmt und missen im allgemeinen symmetrie-wiederherstellende Antei-
le enthalten.
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Die Gluino-Selbstenergie wird on-shell renormiert:

Rergg(ﬁ = mg) = 0, (710)

1
Rel = = 1. 7.11
(ﬁ—mg gg) ng (7.10)

Dies definiert m; als die physikalische Gluinomasse.

Durch die genannten Bedingungen werden die Counterterme 6g, 0 Z¢, 6 Z., dm, 6 Zy,
0 Zye, 0y, 0 Z5 bestimmt. Die Normierungsbedingungen flr die tibrigen Counterter-
me werden im néchsten Abschnitt angegeben.

7.1.3 Renormierung des Squarksektors

Die verbleibenden finf symmetrischen Counterterme 6Z,,, 6Z,,, §M?Z, §M?2,
6 M1, entstammen dem Squarksektor. Um diese Counterterme festzulegen, sind fiinf
Normierungsbedingungen notwendig. Nach Kapitel 4.4 reichen diese Counterterme
gerade aus, um alle Divergenzen zu absorbieren. Aber wir werden sehen, dal} sie
nicht ausreichen, um vollstandige on-shell-Bedingungen zu erfillen.

Eine Mdoglichkeit, die fiinf Bedingungen zu stellen, ist folgende. Als Eingabepara-
meter wahlen wir zwei Massen m;, m und einen Winkel 6;, und wir definieren die

Felder
(‘{1> - S(?L> , (7.12)
q2 qr

costy sinb;

S = (—sin@d cos95> ' (7.13)

In den Selbstenergien ng dieser Felder driicken wir dann die Normierungsbedingun-
gen wie folgt aus:

Rel'Y, (p> =m?) = 0, (7.14)
SaReTh 0 = md) = 1. (7.15)
Rel'},(p* =mj) = 0, (7.16)
%Rerg(ﬁ:mg) = 1, (7.17)
Rel'l,(p> =m3) = 0. (7.18)
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Diese Bedingungen definieren ¢; als einen Masseneigenzustand mit der Masse
my. Demgegentber ist go kein Masseneigenzustand, und my entspricht keiner
physikalischen Masse, da auf dem Quantenniveau Rel'Y,(m3) # 0 und damit
det(ReF?j(mg)) # 0 ist.

Es ist zu bemerken, daR die Definition von g; » hierbei einzig und allein eine Substitu-
tion der R-Eigenzustandsfelder ¢, r durch andere Felder bedeutet. Dadurch werden
keine neuen Counterterme in die Lagrangedichte eingeftihrt. Die Substitution hat le-
diglich den Zweck, eine bequeme Parametrisierung der Wirkung und der durch die
Renormierungstransformation entstehenden symmetrischen Counterterme zu erlau-
ben.

7.1.4 Vergleich: Renormierung des Squar kmischungswinkels

Es ist instruktiv, obiges Renormierungsschema mit den Schemata aus [37] zu ver-
gleichen, die die ersten Vorschlage zur Renormierung des Squarkmischungswinkels
enthalten. In [37]?> werden q12-Felder eingefihrt, die allgemeine (auf dem Quan-
tenniveau nicht-orthogonale) Linearkombinationen der gy, r sind. In diesen Feldern
geschrieben hat die Lagrangedichte mehr freie Parameter als in unserem Fall, der
Im vorigen Abschnitt besprochen wurde. A priori ist denkbar, dal? durch diese Pro-
zedur Symmetrien gebrochen werden konnen und Normierungsbedingungen gestellt
werden, die der Slavnov-Taylor-ldentitat widersprechen. Wir werden jedoch durch
Vergleich der Schemata aus [37] mit unserem zeigen, dal3 sie im Einklang mit den
Symmetrien stehen. Dieser Vergleich lait sich leicht auf andere Falle von Teilchen-
mischungen Ubertragen.

In [37] wird die Counterterm-Lagrangedichte durch folgende Renormierungstrans-
formation aus der klassischen Lagrangedichte, parametrisiert durch die g, », erzeugt:

<Q1> - (1+152> <QI> , (7.19)
02 2 P

1 VAR VAL,

—0/ = 2 7.20

2 ( 62y 30725 ) (7.20)
6; — 6;+ 06, . (7.21)
m; — m; +om;, 1=1,2. (7.22)

Somit werden tatsdachlich sieben unabhéngige Renormierungskonstanten im Squark-

2 Ahnliche Schemata wurden in der Folge haufig angewandt, vgl. [38].



92 Kapitel 7 Anwendungen in der SQCD

sektor statt unserer finf erzeugt. Es ist moglich, die Normierungsbedingung
T9(p? =my) = 0 (7.23)

zusatzlich zu (7.14)-(7.18) zu erzeugen. Diese Bedingung definiert ¢, ebenfalls als
Masseneigenzustand und ms als die zugehdrige Masse.

Um die Relation zwischen den verschiedenen Schemata deutlich zu machen, ge-
ben wir die relevanten Anteile der Counterterm-Lagrangedichte explizit an. In den
Zugangen aus [37] lauten sie:

g 1
an ~ (atal) |- o062

1
— 5((sZTMD + MpéZ) — 5Mp

(@). (7.24)
q2

Hierbei sind Mp, d Mp die diagonalisierte Massenmatrix und die diagonale Counter-
termmatrix. a, da sind Matrizen, die die Wechselwirkung von zwei Squarks mit dem
Z-Boson und die zugehdrigen Counterterme beschreiben.® Die Anteile der schwa-
chen Wechselwirkung in a werden nicht renormiert, und somit ist die Struktur des
Counterterms da allein durch die Renormierung des Squarkmischungswinkels gege-
ben:

1
+ 5(5ZTCL +adZ) + da

(5&11 = —5&22 = 2&1259@ ) (725)
(5&12 = (5&21 = (CLQQ — a11)59@ . (726)

Die entsprechende Counterterm-Lagrangedichte lautet in unserem Zugang des vori-
gen Abschnitts:

chier — (q{ q;) [—WauSTcSZDS

1
— 5ST((SZDM + M&Zp)S — SToMS

(@>, (7.27)
q2

3Die Wechselwirkung mit dem Z-Boson ist natiirlich kein Bestandteil der SQCD, aber in [37] werden zu dieser
Wechselwirkung SQCD-Korrekturen berechnet, und diese werden im Rahmen der SQCD renormiert.

1
+ 5(:s*Tazpzs*a +aST6ZpS)
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wobei §Zp = diag(6Z,,,6Z,,) und M, § M die symmetrische Squarkmassenmatrix
in (7.4) und die entsprechende Countertermmatrix bezeichnen. Diese Counterterm-
Lagrangedichte enthélt nur die fiinf Renormierungskonstanten des vorigen Ab-
schnitts, insbesondere keinen Mischungswinkel-Counterterm.

Wir wissen, dal’ (7.27) alle Divergenzen absorbiert. Wenn dies auch fir (7.24) gelten
soll, kann der Unterschied beider Lagrangedichten nur endliche Terme enthalten, und
wir kdnenn bestimmte Einschrankungen an die sieben Renormierungskonstanten in
(7.24) ableiten. So erhalten wir fiir die Counterterme des kinetischen Terms

1

[5(5Z+5ZT)] = [ST6ZpS]gw (7.28)
div

wobei [. .. ]qv den divergenten Anteil bezeichnet. Hieraus folgt, daf8 der symmetri-

sche Anteil (§Z + §ZT) auf der linken Seite nur zwei unabhangige Divergenzen

enthalten kann. In Einschleifenordnung ist in der Tat die Kombination d 715 + 0 Zy;

endlich.
In den Massencountertermen in £ tauchen drei unabhingige Parameter om; und
0719 — 0 Z9 auf, die genau den drei unabhangigen Parametern in M in L*C‘t'er ent-

sprechen.

Die Wechselwirkungsterme wiederum liefern eine nicht-triviale Gleichung:

1
5(5ZTa +adZ) + da

1
o §(STéZDSa +aST67p8) . (7.29)
Mit der Abkiirzung 6Z;. = 3(6Z + §Z") kann die linke Seite in die Form
1
5(5Z+CI, + CI,(SZ_|_)
1
+§(—5Z_a +adZ_) + da (7.30)

gebracht werden. Wegen (7.28) enthélt die erste Zeile genau die vollstandige Diver-
genz der rechten Seite von (7.29), und daher muR} die zweite Zeile endlich sein. Als
Folge muB sich die Divergenz des Mischungswinkel-Counterterms als eine Funktion
der 07 ausdriicken lassen. Fir das (1, 2)-Element von da liefert dies

1
5(5212 — 5221)(—CL22 + CL11) + daqs = 0. (7.31)

div
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Auf dem Einschleifenniveau mu wegen der Endlichkeit von 6 Z15 + § Z5; auch die
Kombination 6 Z1sa11 + 0 Zs1a99 + dai2 = 0 sein. Damit kann, wie in [37] gesche-
hen, der Mischungswinkel-Counterterm durch die Normierungsbedingung festgelegt
werden, dal} dieser Ausdruck exakt verschwindet.

Uber die Gleichungen fiir die divergenten Anteile hinaus I4Rt sich eine exakte Re-
lation zwischen den Schemata des vorigen Abschnitts und aus [37] angeben. Wenn
namlich g; » gemal unserer Vorschrift renormiert sind, dann ist eine weitere, nicht-
orthogonale Substitution

G\ 1 0 a1
(c}a) N (521 1+522> (Q’g) (7.32)

mit zwei UV-endlichen Parametern dz;, dz; mdglich. Da dies nur eine Umparame-
trisierung der Theorie darstellt, werden keine Symmetrien gebrochen. Durch diese
Substitution wird das Feld ¢, aber so umdefiniert, daR die mit den neuen Feldern
ausgedriickten Selbstenergien die vollstandigen on-shell-Bedingungen (7.14-7.18),
(7.23) erfiillen. Die Renormierungskonstanten in [37] stellen nichts anderes dar, als
eine glinstige Parametrisierung von unseren, die um dz1, dzo erganzt wurden. Auf
diese Weise ist gezeigt, daB die Schemata aus [37] korrekt sind, und die Endlichkeit
von zwei Kombinationen der sieben Renormierungskonstanten ist manifest.

7.2 Bestimmung symmetrie-restaurierender Counterterme

Im allgemeinen brechen Regularisierungsverfahren die definierenden Symmetrien.
Da die SQCD anomaliefrei ist, ist es immer moglich, solche Brechungen durch Ad-
dition geeigneter Counterterme I'yon_sym, die ihrerseits die Symmetrien brechen, zu
kompensieren. In diesem Abschnitt bestimmen wir solche Counterterme in der Ein-
schleifenordnung.

Ein Punkt von grundsétzlicher Bedeutung ist die Eindeutigkeit der Counterterme.
Es reicht nicht aus, symmetriewiederherstellende Counterterme nur anhand einer
Symmetrie-ldentitdt zu bestimmen, da alle Symmetrie-ldentitdten simultan gelten
sollen. Wenn ein Counterterm aber durch einen bestimmten Satz von Identitdten be-
reits eindeutig bestimmt ist, dann muR die entsprechende L6sung auch unter Beriick-
sichtigung aller Identitaten giltig bleiben.

Die Strategie ist folgende:
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Berechnung der Counterterme zu den Supersymmetrie-Transformationen von
Gluon und Gluino, indem passende Identitaten fiir die Supersymmetrie und die
Supersymmetriealgebra benutzt werden.

Analoge Bestimmung der Counterterme zu den Supersymmetrie-
Transformationen der Quarks und Squarks.

Bestimmung des Counterterms zu der ggg-Wechselwirkung, indem eine
Supersymmetrie-ldentitat in Verbindung mit den vorher berechneten renormier-
ten Supersymmetrie-Transformationen benutzt wird.

Berechnung der Counterterme zu allen trilinearen Eichwechselwirkungen und
der relevanten Eichtransformationen, indem Identitdten fir die Eichinvarianz
und die SU(3)-Algebra benutzt werden.

Nicht-trivialer Test der Resultate fir die Eichwechselwirkungen durch eine
Supersymmetrie-ldentitat, die die G,G, G ,- und ggG ,-Wechselwirkungen ver-
knupft.

7.2.1 Parametrisierung der Counterterme

Die Counterterme zerfallen allgemein in symmetrische und nicht-symmetrische,

F(:t = 1—\sym + Fnon—sym . (7-33)

Die symmetrischen Counterterme I'sy, zerstoren keine Symmetrie-Identitat. Sie wer-
den nach Kapitel 4.4 durch eine infinitesimale Renormierungstransformation

F(:I — FcI + Fsym (7-34)

aus der klassischen Wirkung erzeugt. Die Renormierungstransformation betrifft alle
Felder und Parameter:

Gl s \/Za G, B—+\/Za B,
¢ — ZG_lé, £ — Za€,
i = /74, ¢ =7,
Prrq — \/Zg, n PLRY, qr.r — \/ ZL,RAL.R

1
}/i — V ZZ Yé)
g—g+9g, m; — m; + om;, (7.35)
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wobei m; alle Massenparameter des Modells bezeichnet. Aufgrund dieser Struktur
haben die Beitrage von I'syy, zu allen Selbstenergien und zu dem Wechselwirkungs-
vertex ggG , beliebige Koeffizienten, die durch eine beliebige Wahl der Normierungs-
bedingungen festgelegt werden. Alle tbrigen Beitrége sind durch diese Wahl dann
bestimmt. Formal kann dieser Zusammenhang als

Tym = Y ym O+ dymi O (7.36)

ausgedriickt werden, wobei die Operatoren oW den Selbstenergien und dem ¢¢G -

Vertex entsprechen und die Koeffizienten 6sym-2) Funktionen der 5sym§1) sind.

AN~

~

Der zweite Beitrag in I'¢; sind die nicht-symmetrischen, symmetriewiederherstellen-
den Counterterme I'non—sym. Da die Beitrage von I'sym zu den Koeffizienten der 02(1)
bereits vollkommen beliebig ist, kann ohne Beschrankung der Allgemeinheit ange-
nommen werden, dal I'yon—sym die Form

Cnon—sym = Z5§2)0§2) (7.37)

hat, also dal I'yon—sym keine Beitrage zu den Selbstenergien und dem Vertex ggG,
enthalt.

Diese Parametrisierung der Counterterme werden wir ab jetzt benutzen. Da sie die
Allgemeinheit nicht einschrankt, gelten all unsere Ergebnisse unabhéngig von der
Wahl der symmetrischen Counterterme, insbesondere also fiir alle Renormierungs-
schemata, nicht nur fiir das aus Abschnitt 7.1.2. Da die gewahlte Parametrisierung
aber keine Redundanzen enthélt, erlaubt sie eine besonders transparente Rechnung.
Die symmetrischen Counterterme fallen aus allen Symmetrie-ldentitaten per Kon-
struktion heraus, und somit ist die Zahl der Unbekannten auf ein Minimum reduziert.

Als einzige Einschrankung nehmen wir an, daB I'hon—sym Nur global SU(3)- und R-
invariante Counterterme enthalt, was fir die verwendeten Regularisierungen auch
ausreicht.

7.22 Gluon- und Gluino-Selbstenergien und  Supersymmetrie-
Transformationen

Indem wir die Ableitung

3
0Gh0€69,
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der Slavnov-Taylor-ldentitat bilden und alle Felder auf Null setzen, erhalten wir eine
Identitit, die die Gluon- und Gluino-Selbstenergie verkniipft,*

0 = FegaYGlg(_Q7 Q)FGWGCU (Q) _Q)
o Fgcga (q’ _q)FGbueg_gC (q7 _Q)
dsx
+=-T6,5.(0—4) - (7.39)

In dieser ldentitdt tauchen die Supersymmetrie-Transformationen von Gluon und
Gluino auf, und die Identitat legt effektiv das Verhaltnis beider Transformationen
fest. Der letzte Term entspricht der sanften Supersymmetriebrechung. In der SQED
gibt es mit (6.29) eine analoge Identitat, mit dem Unterschied, dal} dort die auftau-
chenden Supersymmetrie-Transformationen exakt bekannt sind.

Um die Counterterme zu bestimmen, reicht es, den Grenzfall fir grof3e Impulse zu
betrachten. Dann ist der sanfte Brechungsterm vernachldssigbar, und die Ergebnisse
aus Anhang B.3 liefern (s. Anhang B.1.5, C fiir die GroRen C(A), T'(F) und die
Einschleifenfunktion By)

0 = (="¢" + ") x
asC(A) 1
([1 + Oy, e + y (—Bo — §'9DReg + Bo)
T (F
()
41

— [1 + (SG% +
asT(F)

i 4 2Bo]>

= (—7"¢* + hg") x

asC(A)2
(8vee = dagy + == 500reg) (7.40)

Also ist die ldentitat in dimensionaler Regularisierung (6prey = 1) Vverletzt, und
nicht-verschwindende Werte

230]

asC(A)
4

(Bo — 16pReg — Bo)

_205,C0(4)
3 4w

mussen fur die Counterterme zu den Supersymmetrie-Transformationen gewahlt
werden.

4Im Rest dieses Kapitels bezeichnet I' die effektive Wirkung bis zur Einschleifenordnung inklusive der Beitrige
aus I'non—sym. Symmetrische Counterterme fallen aus allen Symmetrie-ldentitéten heraus.

5Yg§e - 5Gegjg QDReg (741)
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Um die Counterterme einzeln zu bestimmen, leiten wir eine ldentitat ab, die der
Supersymmetriealgebra entspricht:

. 545(T)
T SGscoe0Y !
= 0 = Tevymverleve,

+ Uvargel aregs, — Vaygpel vine,
+ FG VeeY, FYchC

62 sw” dsx
+ Sede FG"YC”wP + 2—= Se FG”eYnga (742)
die im Grenzfall groRer Impulse folgendes liefert:
0 = _2((];/)/1/ - ég,w/)(sab(l + 5Geg§ + 5Yg§e)
+ 2(qu7V)5ab (1 + 5cYG + 5G6EYC)
— 249,04 - (7.43)

Diese Identitat driickt die Supersymmetriealgebra {Q,@}Gﬂ angewandt auf das
Gluon aus. Dementsprechend wird das Produkt der Gluon- und Gluinotransforma-
tionen bzw. die Summe der entsprechenden Counterterme bestimmt. Zum Vergleich
bestimmt die Gleichung (7.39) das Verhaltnis beider Transformationen und damit die
Differenz der Counterterme.

Zusammengenommen bestimmen beide ldentitaten die Counterterme dy;ge, dGeg,
eindeutig:

asC(A)1
_5Gegjg = - e §9DReg ) (7-44)

= —Ocvy - (7.45)

5Yg§€

5G6EYC
Die Counterterme dgey, und d.v,, werden wir nicht mehr bendétigen.

Dieses Ergebnis illustriert die Diskussion am Anfang dieses Abschnitts 7.2 iber die
Eindeutigkeit der Counterterme. Offenbar gibt es zwar unendlich viele LGsungen von
(7.41) oder aquivalent (7.39), die also die Gluon-Gluino-Identitét restaurieren. Aber
nur eine einzige Wahl der Counterterme fiihrt simultan zu einer Losung von (7.42).
Nur diese Wahl ist damit auch eine simultane Losung aller Symmetrie-ldentitéten.
Daher ist es zwingend erforderlich, die Identitdten, die der Supersymmetriealgebra
entsprechen, zu berlcksichtigen.
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7.2.3 Quark- und Squark-Selbstenergien und  Supersymmetrie-
Transformationen

Mit folgender Ableitung der Slavnov-Taylor-ldentitat erhalten wir eine Identitat, die
die Quark- und Squark-Selbstenergien verknipft:

0 §3S(T)
8q8q be
= 0 = > TyTas —Tpyelu
j=12
0sY
&X iz (7.46)

Im Limes grofRer Impulse reduziert sich dies auf (die GroRe C(F) ist in Anhang
B.1.5 definiert)

o ,C(F
0 = V2¢*(SizPr — SiRPR)(1+5geq+ 475 )Bo)
— V2¢*(Si P — SirPr) X

a;C(F
(1 + Oyge + 475 )(2BO — 10pReg — (Bo))) , (7.47)
was genau dann erfillt ist, wenn die fir die Counterterme gilt:
o, C(F
Ojeq — Oyge = _%QDReg - (7.48)

Analog zum Fall im Eichsektor korrespondieren diese Counterterme zu
Supersymmetrie-Transformationen, und diese ldentitét fixiert nur ihre Differenz.

Wie im vorigen Abschnitt ist eine zweite Gleichung nétig, um die Summe der Coun-
terterme festzulegen. Eine solche Gleichung ist folgende, der Supersymmetriealgebra
entsprechende:

s
N (S(L(SE(SE(S%
= 0= "Tgulaq
52300/’
+ ngqgrdjﬁﬂ - F yCe Fy €q¢ 56(5@ Fdjﬂiw’)

dsx 55)(
+ Se queyzx + SE FQngiX . (7.49)
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Im Grenzfall groRBer Impulse tragen nur der zweite, dritte und vierte Term bei, so dal}
sich folgendes Ergebnis ergibt:

0 = 20681 (1+ Ojeq + 8y ) — 24055 (7.50)
Die eindeutige Ldsung flr die beiden auftauchenden Counterterme ist damit
asC(F)1
5geq = _5qu6 = - A §9DReg . (751)

7.2.4 Gluino-Quark-Squark-Vertex

Eine direkte Konsequenz der Supersymmetrie ist die Relation zwischen den Wech-
selwirkungen der Quarks und Squarks mit Gluonen und Gluinos. Sie ist vergleichbar
mit der in Kapitel 6.1.3 hergeleiteten Ladungsuniversalitdt in der SQED, die sich
auch auf die Photinowechselwirkungen erstreckt. Diese Relation kommt in folgen-
der Gleichung zum Ausdruck:

§1S(I)
341,64} 6Garde
= 0 = Fg REYGe (k’_k)Fqu 'a. (p _pl k)
_FML@ =P, -7, k)Fg AGI)

+ Z( gonzini; (K, 0, =0 )Tt 0 (=1 ')
7=1,2

N FgaReq il 1(k, —p' p)Fq qT( p))
N qu ye( 0,0 )4guma (D, K, —1')
+ Lt ( p/, k’p)rﬁLEy(p, —p)

dr,9aRrq

5% ,
+ e T gunx (s —P 5, 0) - 7.5

In dieser Gleichung wéhlen wir Wechselwirkungseigenzustande fiir die duf3eren
Squarks und betrachten nur den rechsthandigen Anteil des Gluinos gz = Pgrg. Die-
se Wahl vereinfacht die Rechnung, reicht aber wegen der (sanft gebrochenen) C-
und P-Invarianz aus, um die symmetriewiederherstellenden Counterterme zu allen
Ggq-Wechselwirkungen zu bestimmen.

0 =

Die Identitat (7.52) mul3 fir beliebige duRere Impulse gelten. Da die Counterter-
me zu den Wechselwirkungen impulsunabhéngig sind, ist es bequem, den Grenzfall
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m; < |k, < |pul = |(p" — k),| zu betrachten, wobei m; die Massen der Theorie
bezeichnen. In diesem Grenzfall konnen alle Massen vernachlassigt werden, und &
kann gegeuber p Uberall vernachlassigt werden, aufer in den Termen, die fir £ — 0
infrarotdivergent werden. Die Identitat lautet in diesem Grenzfall

0 = FgaREYG?(ka _k)FquNEGw (p, -, k)
+ Z (FgaREQNng(k’p’ _p,)qugj(_p/apl)

j=1,2
- FﬁaRE(j}gj} (k7 _pl) p)Fqu”;f (p) _p))
— Lyt (=P, P aygura(p: by —1) - (7.53)

Die physikalische Bedeutung des ersten und des letzten Terms ist folgende: Die-
se Terme beschreiben die ¢gG/,- und die ggg-Wechselwirkung, jeweils multipliziert
mit der Supersymmetrie-Transformation des Gluons bzw. des Quarks. Die (brigen
Terme beschreiben Supersymmetrie-Transformationen der Squarks in Produkte der
Form €gq — solche Transformationen existieren auf dem klassischen Niveau nicht,
konnen aber durch Schleifenkorrekturen erzeugt werden. Die entsprechenden Dia-
gramme sind alle endlich, enthalten also keine Vieldeutigkeit und hédngen nicht vom
Regularisierungsschema ab. Im oben definierten Grenzfall lauten die Resultate

0 — _2ngRT“(1+5nge

o 3
+ C(A)[Bo(k?) + By + 5p°C1] )

. 20s (C(A)
+ bgPTp 2 (5= [2C0 + C1]
C(A
- % 2C, — C1] + C(F) [201])
+ 2pg PrT" (1 + Oyge 1 Odgq
+ 2 [C(F) (- B+ By - p°Ch)
C(A
+ S4B, 170 2or)]) . (154

Die Argumente der Einschleifenintegrale sind wie in Gl. (B.29), wo nicht explizit
anders angegeben. Die meisten dieser Terme fallen weg; tibrig bleibt

s
0 = 213gPRTa(—5nge + Z20(A) [pCo — By(k?)

+ 2p201 + B() — 19DReg} + (Syq% + 5(j§q) . (755)
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Fur die Funktionen Cy und By(k?), die fur \%\ — 0 infrarotdivergent sind, 1aRt sich
folgende Identitat verifizieren:

lim (pQCO(p27 (p+k)2)k2707070) T BO(kQ)O)O)) =
k—0
— 2p*C, — By . (7.56)

Damit heben sich alle By, C;-Funktionen gegeneinander weg, und wir erhalten eine
Gleichung, in der nur noch lokale Terme auftreten:

A5
0 = dagq — Ovage = C(A)oreg + dyie , (7.57)
die eine eindeutige Losung fur die Counterterme zu der ggq-Wechselwirkung haben,
ag (2 1
Oag = - (gC(A) - §C(F)> ObReg (7.58)

die in einer Counterterm-Lagrangedichte so auftaucht:
Lnon—sym, ggq = _5q~§q\/§9 X
(13Pa+ aPagir — ah3Pra — aPLGin) - (7.59)

Hier wurde das Ergebnis fir die q¢Prgqr-Wechselwirkung auf die tbrigen ¢gq-
Wechselwirkungen dbertragen. Die entsprechenden Rechnungen kénnen in dersel-
ben Weise ausgefiihrt werden und liefern dasselbe Resultat wegen der Hermitezitat
und (sanft gebrochenen) C'- und P-Invarianz. Da die R-Invarianz hier von der Regu-
larisierung nicht gebrochen wird, sind keine R-verletzenden Counterterme notig.

Damit ist in dimensionaler Regularisierung (6preg = 1) ein zusatzlicher Counterterm
erforderlich, um die Supersymmetriebrechung der Regularisierung zu kompensieren.
In dimensionaler Reduktion dagegen wird kein solcher Counterterm gebraucht. Beide
Ergebnisse wurden bereits in [39] angegeben, und so stellt Gl. (7.58) eine Bestatigung
dar, die direkt auf der Definition des Modells durch die Slavnov-Taylor-ldentitat ful3t.

Wir betonen, dal das Ergebnis fiir den Counterterm 4,5, eindeutig ist. Die Eindeu-
tigkeit garantiert, daR &5, nicht nur (7.52) lst, sondern alle Symmetrie-ldentitaten.>
Um dieses Resultat zu erhalten, war die eindeutige Berechnung der Counterterme
zu den Supersymmetrie-Transformationen in den vorangehenden Abschnitten nétig.
Insbesondere ist erst die Kombination aller Ergebnisse dieses und der vorigen Ab-
schnitte ein Beweis, dall dimensionale Reduktion die Supersymmetrie in dem be-
trachteten Sektor intakt laf3t.

SDie weiteren Symmetrie-ldentititen kdnnen selbstverstandlich noch erfordern, daR zu anderen Vertices auRer Ggq
noch nicht-symmetrische Counterterme auftreten.
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7.2.5 Eichwechselwirkungen

Im vorangehenden Abschnitt wurde der Counterterm zu der ggg-Wechselwirkung
unter Benutzung der Supersymmetrie bestimmt. Alle Gbrigen trilinearen Wech-
selwirkungen der SQCD sind Eichwechselwirkungen: ¢¢G,, q¢G,, ¢g9G, und
G,G,G),. Wir haben explizit Gberprift, dak alle mit diesen Wechselwirkungen zu-
sammenhangenden Wechselwirkungen automatisch in beiden Regularisierungssche-
mata gelten, obwohl ~5-Vertizes auftauchen. Da die erwéhnten Identitaten nicht der
Supersymmetrie entsprechen und die Eichinvarianz beider Regularisierungen allge-
mein bekannt ist, fassen wir uns in diesem Abschnitt sehr kurz.

Die Identitaten, die die Counterterme der Eichwechselwirkungen bestimmen, werden
von folgenden Ableitungen der Slavnov-Taylor-Identitdt bestimmt:

°S(r) 0 ST 0

0qtégoc, ’ 8Gc,0cy0y ’
?S(r) ST 0
8qdgdc, ’ 8qdcadcydy ’

#S(r) 0 sts(ry

03:0G40Ca 0Ge0caderdiza

§3S(T) §4S(T)

6GY8G e, 0 ScaderdYaly 0. (7.60)

Der erste Satz von Ableitungen liefert Identitédten, die die Eichinvarianz ausdriicken,
wohingegen der zweite Satz der SU(3)-Algebra entspricht. Aufgrund unserer Wahl
der Parametrisierung (vgl. Abschnitt 7.2.1) existiert kein nicht-symmetrischer Coun-
terterm zur ggG ,-Wechselwirkung. Vielmehr ist diese Wechselwirkung ja gerade die
Definition der Eichkopplung und bestimmt so die anderen Counterterme.® Die Aus-
wertung dieser Identitdten auf dem Einschleifenniveau zeigt, dal} sie alle bereits auf
dem regularisierten Niveau erfillt sind, was fiir die Counterterme folgende Konse-

®Diese Wechselwirkung ist in keiner Weise ausgezeichnet; jede andere Eichwechselwirkung eignete sich genauso
zur Definition der Eichkopplung.
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quenz nach sich zieht:”

devy = Ogejs Ogeij = Oceys,

50YG + 5qu = 5qcy, 5qcy = 5chC,

Ocve + 059G = Ogey Ogegy = Oce
Ocve + 0666 = devsa 0¥ = Ocev.. (7.61)

Diese Gleichungen haben als eindeutige Losung

dg9G¢ = 053¢ = 0cac = 0,
devy s (7.62)

Ogej = Ogey = Ogejy = OcYuG

wobei die einzige Freiheit der Wert von ¢y, ist, der zu dem Residuum des Geist-
propagators korreliert ist und durch eine Normierungsbedingung fiir dieses bestimmt
werden kann. Das wichtige Ergebnis ist aber, dal} alle nicht-symmetrischen Counter-
terme sich eindeutig als Null ergeben. Um dieses Ergebnis zu erhalten, war essenti-
ell, insbesondere den zweiten Satz von ldentitaten aus (7.60) zu verifizieren, der der
Eichalgebra entspricht.

7.2.6 Gluon-Gluino-Gluino-Wechselwirkung

Im vorigen Abschnitt wurde das Resultat
0596 = dgee = 0 (7.63)

als Ergebnis der Eichinvarianz hergeleitet. Auf der anderen Seite sind die Wechsel-
wirkungen ggG,, und G,G, G, aber auch Uber die Supersymmetrie verknipft. Kon-
sistenz der Theorie verlangt, dal? die Supersymmetrierelation nun automatisch erfuillt
ist. Diese Folgerung stellt einen wichtigen Test obiger Ergebnisse dar. Wir fiihren
diesen Test nun durch, indem wir die Supersymmetrie benutzen, um die Counterter-
me unabhangig herzuleiten. Wir miissen dabei ein zu (7.63) dquivalentes Ergebnis
erhalten.

"Inshesondere erhalten wir das bereits nicht-triviale Ergebnis, daR die Lorentz- und SU (3)-Strukturen der Counter-

terme zu der der entsprechenden Terme in I identisch sein missen. Im allgemeinen kénnten ansonsten beispielsweise
zwei linear unabhéngige Counterterme zu der GG G-Wechselwirkung auftreten:

1
Enonfsym GGG = 6GGG§fachZGlb/auch
+ (5GGG2TY(GMGM8VGV) s

aber es zeigt sich, daB nur d ;¢ beitragen kann.
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Folgende Identitat driickt die Supersymmetrierelation zwischen der Tripel-Gluon-
und der Gluon-Gluino-Gluino-Wechselwirkung aus:

;s
~ GL6GY6G e
= 0 = [Pargawlaorc, + (aows)]

+ UjeverLarara,,
- [FGZﬂngFGﬁgcgd + ((u,a)(—)(u,b))]
- FGgGggﬁdEFgCEd

g a bﬁe? : (764)
Die Vertexfunktionen ~ ¢ driicken dabei die maligeblichen Transformationen aus.

Die Identitat (7.64) muf’ zwar fir alle Impulse gelten, die Counterterme aber kénnen
bereits im Grenzfall m; < |py| < |pa| @anhand der filhrenden Terme in p, bestimmt
werden. In diesem Grenzfall tragen der sanfte Brechungsterm und alle Massen nicht
bei, und alle Terme nehmen eine einfache analytische Form an, in der alle nicht-
lokalen Terme wegfallen:

. 2C(A) ay
0 = 29%%((#59%@

+ dcaa + Ovyge — 5g§eGG)13a9W

+ ( — 0Gg5 — OGeg; + 5g§eGG) YuYvba

20(A) o
( ?E )EQDReg — a5 + dgaa

- 5Gegg + 5Yg§e> (’Yupau - 27upay)> . (765)

Aus dem Longitudinalteil, der sich aus der Kontraktion mit p” ergibt, folgt

2C(A) ay
3 EQDReg + dcaa + Ovgge - (7.66)

Dieses Ergebnis fixiert den Counterterm fir die Vertexfunktion I'gugv ;. 7 als Funk-
tion der anderen Counterterme. Setzen wir das Ergebnis in (7.65) ein, so erhalten
wir

0j,eGG =

2C(A) ay
; )EQDReg +0aaa — OGey; + Ovgge - (7.67)

0Gzg =
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Der Counterterm der Gluon-Gluino-Gluino-Wechselwirkung wird hier als Funktion
des Counterterms der Tripel-Gluon-Wechselwirkung und von d¢.j,, dy,, 5 dargestellt.
In Abschnitt 7.2.2 aber wurden d¢.g, und dy, 5. aber berechnet, und die Resultate sind
gerade derart, dal3 diese beiden Summanden den ersten Term auf der rechten Seite
von Gl. (7.67) ausldschen. Daher folgt

dcizs = Ocaa (7.68)

das gewtischte Ergebnis, welches tatséachlich im Einklang mit (7.63) steht.

7.3 Zusammenfassung

In diesem Kapitel haben wir eine zu Kapitel 6 alternative Moglichkeit dargelegt, wie
die Counterterme berechnet werden konnen, die zur Wiederherstellung der Symme-
trien notig sind.

In dimensionaler Reduktion brauchten wir keine nicht-symmetrischen Counterterme,
weder fir die Wechselwirkungen noch fiir die Symmetrie-Transformationen. lden-
titdten wie (7.41) wurden bereits in der Literatur Gberprift [27]. Ein neues Ergebnis
ist dagegen, daR die Symmetrie-Transformationen inklusive ihrer Schleifenkorrek-
turen automatisch die richtige Algebra erftillen. Beide Ergebnisse zusammen sind
notig, um zu zeigen, dal} die dimensionale Reduktion ein supersymmetrisches \er-
fahren ist.

Die Schleifenkorrekturen zu den Symmetrie-Transformationen und deren Renormie-
rung muBten generell berechnet werden, um eindeutige Ergebnisse zu erhalten —
wobei der Grund fiir das Auftreten dieser Korrekturen in Kapitel 6.2.5 besprochen
wurde. Es ist deshalb ein wesentlicher Vorteil der Slavnov-Taylor-ldentitat, daB sie
die SU(3)- und die Supersymmetriealgebra beschreibt und dadurch die Counterterme
zu den Symmetrie-Transformationen bestimmt.

Die Eindeutigkeit garantiert, dal die aus wenigen Symmetrie-ldentitdten abgeleiteten
Ergebnisse auch gultig bleiben, wenn alle Identitaten simultan in Betracht gezogen
werden. Daher stellen unsere Ergebnisse definitive Beweise dafiir dar, dal? die dimen-
sionale Reduktion die Supersymmetrie in den betrachteten Féllen erhélt.

Ebenso zeigen unsere Rechnungen, wie im Falle dimensionaler Regularisierung die
notigen Counterterme berechnet werden kénnen, um alle Symmetrien zu etablie-
ren. Dabei ist erwdhnenswert, dal3 die Berechnungen der Schleifenkorrenturen zu
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Symmetrie-Transformationen mit den im Anhang dargelegten Feynmanregeln leicht
durchgefiihrt werden kénnen. Die dabei entstehenden Diagramme haben sogar eine
wesentlich einfachere Struktur als die Diagramme zu den Wechselwirkungen.
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Kapitel 8

Allgemeine Folgerungen aus spontaner
Symmetriebrechung

Als Vorbereitung zur Behandlung des minimalen supersymmetrischen Standardmo-
dells werden in diesem Kapitel die wesentlichen Eigenschaften von Theorien mit
spontaner Symmetriebrechung allgemein hergeleitet. Zunachst charakterisieren wir
die spontan gebrochenen und die ungebrochenen Symmetrien. Ungebrochenen Eich-
symmetrien korrespondieren masselose Vektorbosonen und zugehotrige Faddeev-
Popov-Geister, was sich als essentiell fiir die Infrarotendlichkeit des MSSM erwei-
sen wird. Fir den Fall spontan gebrochener Symmetrien leiten wir das Goldstone-
Theorem und den Higgsmechanismus ab. Die dabei gewonnen Ergebnisse werden
wir spater bei der Eichfixierung und den Normierungsbedingungen des MSSM be-
nutzen. Der Nutzen der folgenden Herleitungen rihrt daher, daR sie nur auf den
Ward- und Slavnov-Taylor-ldentitdten beruhen und damit stérungstheoretisch exakt
gelten. Ahnliche Herleitungen wurden zum Teil auch in [40] durchgefiihrt.

In Abschnitt 8.6 fiihren wir eine explizite Einschleifenrechnung und -Renormierung
des abelschen Higgsmodells vor. Dieses Beispiel illustriert folgendes: Zur Definiti-
on von Eichtheorien mit spontaner Symmetriebrechung werden eine Ward- und ei-
ne Slavnov-Taylor-Identitat zugrundegelegt, wobei die Ward-ldentitét die Eichgrup-
pe und die Multiplettstruktur der Materiefelder festlegt. Die haufig verwendete f2;-
Eichung bricht die Ward-Identitét aber explizit. In [42, 43] wurde daher vorgeschla-
gen, Hintergrund-Higgsfelder mit passender Multiplettstruktur so einzuftihren und
an die Eichfixierung zu koppeln, dal dadurch die Ward-Identitat wiederhergestellt
wird. Dabei stellt sich heraus, daB fiir den Vakuumerwartungswert v des Higgsfeldes
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eine Art “mikroskopische” Zerlegung
v = vy+ v (8.1)

angegeben werden kann, wobei vy und v die explizit in der Ward-Identitat auf-
tauchenden konstanten Anteile des dynamischen bzw. Hintergrund-Higgsfeldes be-
zeichnen und z ein freier Parameter der Theorie ist. Daraus folgt, dal} zu vy und ©
keine divergenten Counterterme existieren konnen, und dal? die Divergenz des Coun-
terterms dv einzig von dem Counterterm dx herriihrt. Dieser Zusammenhang wird in
Abschnitt 8.6 explizit vorgefiihrt.

8.1 Spontane Brechung einer globalen Symmetrie —
Goldstone-Theorem

Wir betrachten zundchst den Fall einer Skalarfeldtheorie, die unter globalen, aber
nicht unter lokalen Transformationen invariant ist. Diese Invarianz wird durch die
Ward-Identitat

or

)]Z(S—hz’ a=1,...,n (8.2)

0 = W, = /d4x[Ta(h +
beschrieben, wenn h; 4+ v; die Skalarfelder inklusive der Vakuumerwartungswerte v;
bezeichnen.

Wir nehmen an, dal der Grundzustand durch ~ = 0 gegeben ist. Dies bedeutet, dad
die effektive Wirkung stationar ist:

or

Eh:o — 0 (83)

Nun stellt sich die Frage nach der Invarianz des Grundzustandes (h = 0) unter den
Symmetrietransformationen:

W,.h

=T,v. 8.4
=T (8.4)
Genau dann, wenn der Vakuumerwartungswert von dem entsprechenden Symmetrie-
generator nicht annihiliert wird, T, v # 0, ist der Grundzustand nicht unter der durch
W, erzeugten Symmetrie invariant. Diese Symmetrie wird als spontan gebrochen
bezeichnet.
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Die Ausdriicke T,v bilden n Vektoren (¢ = 1...n) im Raum der Skalarfelder, und
die Zahl n — m der unabhéngigen spontan gebrochenen Symmetrien ist gleich der
Zahl der linear unabhéngigen Vektoren T,,v. Aquivalent gibt es dann m unabhéngige
Linearkombinationen der Generatoren, die den Vakuumerwartungswert annihilieren.

Das Goldstone-Theorem besagt, dal3 zu jeder spontan gebrochenen Symmetrie ein
masseloses Goldstoneboson existiert. Diese Aussage folgt aus der Ableitung der
Ward-Identitat

ow,I'
0 = 8.5
(Shj h=0 ’ ( )
die im Impulsraum zu
0 = (Tav)ithhi(p: 0) (86)

flihrt. Da die T;,v genau n — m linear unabhéngige Eigenvektoren von I'y, . (p = 0)
bilden, folgt die Existenz von n — m masselosen Feldern, wie behauptet.

8.2 Fall einer Eichtheorie

Unser eigentliches Interesse gilt quantisierten Eichtheorien mit spontan gebroche-
ner Symmetrie. Obwohl lokale Invarianz wie eine natirliche Verallgemeinerung von
globaler Invarianz erscheinen mag, sind ihre Konsequenzen vollig anders, und die
Herleitung des vorigen Abschnitt ist ungdiltig.

Im Unterschied zu globalen Symmetrien fiihren lokale (Eich-)Symmetrien zur EXi-
stenz unphysikalischer Freiheitsgrade in der Theorie. Um Eichtheorien zu quanti-
sieren, muf} eine Eichfixierung und Faddeev-Popov-Geister eingefiihrt werden, so
dal? die unphysikalischen Freiheitsgrade eine Dynamik besitzen, die physikalische
S-Matrix aber trotzdem unitér ist. Diese Zusammenhénge werden von der Slavnov-
Taylor-ldentitat

S(T) = 0 (8.7)

ausgedriickt. Fir die Form der Slavnov-Taylor-ldentitét und der zugehdrigen BRS-
Transformationen kann dabei jede der bisher vorgestellten Slavnov-Taylor-ldenti-
taten flr supersymmetrische oder allgemeine Eichtheorien zugrundegelegt werden.
Die folgenden Uberlegungen gelten ganz allgemein.
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Oft, insbesondere im MSSM, zerstort die Eichfixierung die Gultigkeit einer Ward-
Identitat wie (8.2), die die globale Invarianz beschreibt. Daher kann diese Ward-
Identitdt nicht mehr wie im vorigen Abschnitt benutzt werden. Es ist moglich, den
Eichfixierungsterm mit Hilfe zusatzlicher Hintergrund-Higgsfelder gb Zu konstruie-
ren, die selbst einen Vakuumerwartungswert tragen. Dies ist niitzlich, denn damit l1ait
sich eine modifizierte Ward-1dentitat etablieren, die die Hintergrundfelder enthélt (¢;
durchlaufe alle Felder auBer den Hintergrundfeldern):

or
0 = WaF:/d4$[Ta(<,0—i—Uo)]i

I
5o T [Tu(9 + @)]i:;A + Transf. der Y;(8.8)
Pi

trotzdem bleibt die Ward-Identitat des vorigen Abschnitts (8.2) ungiltig und mit der
modifizierten Ward-ldentitat 1ait sich die Herleitung des Goldstone-Theorems nicht
unverandert durchfihren.

Die Konsequenzen hiervon werden in Abschnitt 8.6 anhand expliziter Rechnungen
illustriert.

8.3 Charakterisierungder spontan gebrochenen Symmetrien

Obwohl die Ward-Identitét (8.2) in Eichtheorien i.a. nicht gilt, gibt es ein Analogon
zu den Vektoren (T,v);, die die spontane Symmetriebrechung charakterisieren. Statt
der Ward-Identitat benutzen wir die Ableitung der Slavnov-Taylor-ldentitdt 0 = 5?—0(”

(vgl. Gl. (5.1)) und setzen alle duf3eren Felder und Geistfelder auf Null. Dies liefert

60 oT  dsgiol 4T
5cadY;0p; | 8ca 0 | VSe0aylgh=0"

(8.9)

Werten wir diese Invarianzrelation bei p = 0 aus, so erhalten wir ein Analogon zu Gl.
(8.4). Als Gegenstiicke zu (T,v); erscheinen dabei die Vertexfunktionen I'.,y,(p =
0):

(Ta’U)Z‘ — FCaYz' (p = 0) . (810)

Die Generatoren a, fur die die Vertexfunktion ', y.(p = 0) = 0 ist, fihren zu un-
gebrochenen Symmetrien, und die Generatoren mit I, y.(p = 0) # 0 fihren zu
spontan gebrochenen Symmetrien. Die Zahl der spontan gebrochenen Symmetrien
ist gleich der Zahl der linear unabhéngigen Funktionen I y,(p = 0) (als Vektoren
Im Raum der Felder ¢; aufgefalit).
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8.4 Konseguenzen der ungebrochenen Symmetrien

Zur weiteren Auswertung zerlegen wir die Felder ¢; der Eichtheorie in vier Grup-
pen: die Eichbosonen V*, die Faddeev-Popov-Geister c,, die B-Felder B, sowie alle
ubrigen Felder h;. Die Felder h; werden hier wie Skalarfelder behandelt, diese Ein-
schrankung spielt aber fiir die Herleitungen keine Rolle.

Es gebe m ungebrochene Symmetrien, also m linear unabhangige Generatoren a, fir
die I'.,y;(p = 0) = 0 ist. Benutzen wir dies in der Slavnov-Taylor-ldentitét, folgt die
Existenz von m masselosen Vektorbosonen und Faddeev-Popov-Geistern.

Um diese Aussage zu beweisen, nehmen wir zundchst die Ableitung

0 — 6S(T)
B 5Ca(SBb
dsc,
= 0 = FCaYh~FBbhi —|— FCaYV FBchu —|— —Fcaéc . (811)
g ch (5Bb
Fir p = 0 ergibt sich daraus
0 = 2% (p=0) (8.12)
- (SBb CqCe p - ‘ *
Uber die Invertierbarkeit der Matrix ‘;Sgg folgt, daB ¢, masselos ist.
Als néachstes nehmen wir die Ableitung
_ 4S(D)
B dca 0V
= 0 = FCaYhiFVb"hi + FCaYVCuFVb”Vc“ . (813)
Benutzen wir die Kovariantenzerlegungen I'c,y,., = p"Dac(p?) und Tyype =
—pupyf%c — gwrggns = —pﬂpyrlb?:ng — (g — p;é’”)rggni erhalten wir
puDae(pQ)(pQFl%c(pQ) + F})rcans(ﬁ)) = 0(173) 5 (8.14)
woraus die Gleichung
Doe(p=0)I1(p=0) = 0 (8.15)

folgt. Da die Matrix D,.. in der klassischen Naherung und damit in allen Ordnungen
invertierbar ist, folgt die Existenz von m masselosen transversalen Eichbosonen.
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8.5 Konseguenzen der gebrochenen Symmetrien — Higgsme-
chanismus

Aus der spontanen Brechung einer Eichsymmetrie folgen drei Aspekte. (1) Die phy-
sikalischen Vektorbosonen erhalten eine Masse, (2) wie im Falle einer globalen Sym-
metrie existieren immer noch masselose (Goldstone-)Richtungen des Skalarpotenti-
als, und (3) die Goldstonebosonen mischen so mit den unphysikalischen longitudi-
nalen Vektorfreiheitsgraden, dal’ die Polstellen der resultierenden Propagatormatrix
die gleichen Werte haben wie die Polstellen der Faddeev-Popov-Geistpropagatoren.

Der Einfachheit halber nehmen wir an, dal} die Generatoren so bezeichnet sind,
dal’ die Generatoren fiir a = 1...m ungebrochenen Symmetrien entsprechen, d.h.
I..v;(p = 0) = 0, wéahrend sémtliche Linearkombinationen der Ubrigen Gene-
ratoren spontan gebrochenen Symmetrien entsprechen, so daf die I'.,y,(p = 0)
(a =m+1...n)genau (n — m) linear unabhdngige Vektoren darstellen.

Seiennun a,d € {m + 1...n} fest gewdhlte Indizes. Die Massen der Eichbosonen
erhalten wir aus der Ableitung

0 — 0S5 ()
dcao VY
= 0 = Iew Dvove + ey, Tvpn (8.16)
zusammen mit
) _ 950
(SCa(Shi
= 0 = Fcaythhihj+FcaYViFhiVCu. (817)

Wir benutzen noch die Zerlegung I', v = qu?cV und die Folge aus dem Kineti-
schen Term der Skalarfelder, I'y,;;,, = p%6;; + . ... Zunachst ergibt sich aus (8.17)
und der Charakterisierung der spontanen Brechung Levi, (p = 0) # 0 die Relation

D, .I'"V =£ 0 fur p = 0. Daraus folgt mit (8.16) fur den Transversalteil von T'y;y. die
Gleichung

DgpDocly™ = —Te,v, DasTly #0 (8.18)

fir p = O und fir alle a,d € {m + 1...n}. Also gibt es (n — m) massive Eich-
bosonen. Diese Konsequenz wird als Higgsmechanismus bezeichnet [44]. Wir sehen
hieran auch den Zusammenhang zwischen den Massen der Eichbosonen und den in
I'c,y,, effektiv enthaltenen Vakuumerwartungswerten der Higgsbosonen.
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Benutzen wir wieder die Ableitung 6.5(I")/dc,dh;, so ergibt sich die Existenz mas-
seloser Richtungen des Higgspotentials

0 = Ley, (p=0)Lhn,(p=0), (8.19)

ein zum Fall ohne Eichinvarianz analoges Ergebnis. Der Unterschied zu (8.6) ist,
dal} diese flachen Richtungen des Skalarpotentials keinen masselosen Feldern ent-
sprechen, da die Skalarfelder mit den Longitudinalteilen der Vektorbosonen und den
B-Feldern mischen.

Die Propagatoren des Systems der Skalarfelder, Vektor- und B-Felder ergeben sich
aus der Inversion der Matrix

Urin;  Tnvy Ty

bos .__

™= | Dyep, Dyoye Dyep, | - (8.20)
Up,n, U's,vy Tb,B,

Die Nullstellen der Determinante von I'®(p) entsprechen den Polstellen der Propa-
gatoren.

Sei nun p* = mg, # 0 die Masse eines Faddeev-Popov-Geistfeldes. Dann existiert
ein Vektor (z4),d = 1...4 mit

Tal ey, (p) = 0, z3#0. (8.21)
Wir konstruieren damit den Vektor

FCthj
y=24| Tey, | (8.22)
0

der nicht verschwindet, da I'.,y; , fur p # O invertierbar ist. Der Vektor y wird von
s annihiliert:

sy = 0. (8.23)

Dies ist die Konsequenz der Slavnov-Taylor-Identitaten (8.17), (8.13), (8.11) zusam-
men mit der Eigenschaft von x4, (8.21). Folglich ist T°* bei p* = mg, nicht inver-
tierbar, und jedem Pol in den Geistpropagatoren entspricht eine Polstelle der Propa-
gatoren in dem Skalar-Vektor- B-System.

Diese Eigenschaft ist von grundlegender Bedeutung fiir die Unitaritat der physikali-
schen S-Matrix, in der sich die Beitrdge der unphysikalischen Freiheitsgrade gegen-
seitig kompensieren maissen.
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8.6 Renormierung am Beispiel des abelschen Higgsmodells

In diesem Abschnitt illustrieren wir den Zusammenhang zwischen der R¢-Eichung,
den Hintergrund-Higgsfeldern und der Renormierung der Vakuumerwartungswerte
am Beispiel des abelschen Higgsmodells (s. [42] zur Definition und zur algebraischen
Renormierung dieses Modells). Der an diesem Beispiel vorgestellte Zusammenhang
wird im MSSM in komplizierterer Form ebenfalls auftauchen.

Das abelsche Higgsmodell enthalt ein komplexes Skalarfeld ¢ = %(H + vy +

iG), das eichinvariant an ein Vektorfeld A* koppelt und dessen Potential V' (¢) sein
Minimum bei ¢ # 0 annimmt. Die Kklassische eichinvariante Lagrangedichte dieses
Modells ist Loym = —3F* F,, + |Duo|* — V().

In einer Skalarfeldtheorie ohne lokale Eichinvarianz galte eine Ward-Identitat

6T ST
0 = WF/(GEwL(HwLUO)E) (8.24)

als Ausdruck der abelschen globalen Symmetrie. Da in dieser Ward-Identitét der Va-
kuumerwartungswert v, explizit auftaucht und so festgelegt wird, ist kein symme-
trischer dvy-Counterterm moglich. Entsprechend ist ein solcher Counterterm auch
niemals nétig, um eine Divergenz zu absorbieren. Es stellt sich die Frage, wie sich
dies in der Theorie mit lokaler Eichinvarianz verhalt.

In der Eichtheorie wird die R¢-Eichfixierung

1
Ly = —2—§(3u14’“‘ — EM4G)? (8.25)
eingefihrt, wobei M 4 die Eichbosonmasse in klassischer Naherung ist. Diese Eich-
fixierung bricht die obige Ward-Identitat explizit, so dal} auch die Divergenzen in
Einschleifenordnung die Ward-ldentitét nicht respektieren und ein divergenter Coun-
terterm zum Vakuumerwartungswert von ¢ notig wird.

In [42] wurde nun die Eichfixierung mit zusatzlich eingeflihrten auBeren Feldern, den
Hintergrund-Higgsfeldern ¢ = %(H + 0 + iG) in der Form

1

2¢
= _2—15((9MA“+§1§G+ L) (8.26)

Lix = (8, A" 4 261 $)?
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umgeschrieben. Flir o = — M 4 entspricht dies der R¢-Eichung. In dieser Form bricht
die Eichfixierung nicht die globale Symmetrie, wenn die entsprechende Ward-lden-
titdt wie folgt erweitert wird:

0 = WL
5T T . 6T . T
= /(G+(H+UO)GA+(H+@) i ...>,(8.27)

G oH 6G

wobei die Punkte fiir weitere Terme mit auBBeren Feldern stehen. Zugleich werden
BRS-Transformationen fir ¢ definiert:

~ r .
SO =q= E(Ql +1iG2), s¢=0. (8.28)

Damit lassen sich die Hintergrundfelder so einfiihren, daf die Slavnov-Taylor-Iden-
titdt der Theorie — erweitert um den Term s¢g—g — guiltig bleibt.

Die Giiltigkeit der modifizierten Ward-Identitat garantiert, daR keine symmetrischen
Counterterme dvg, 00 existieren.

Aber die allgemeine klassische Losung der Symmetrien, der wir uns nun zuwenden,
enthélt einen weiteren Parameter, zu dem divergente Counterterme moglich sind. Die
allgemeine klassische Losung hat bis auf Feldrenormierung die Form:

Lo = »Csym(Au; ¢+ :Egg) + »Cfix, gh T Lext ; (8-29)

wobei Lsn, die eichinvariante Lagrangedichte ist, die die kinetischen und Wech-
selwirkungsterme enthélt. Ly gn ist die Eichfixierung und zugehorige Geistlagran-
gedichte, und Ley ist der Anteil, der die Y-Felder und die BRS-Transformationen
enthalt:

Lox = Yu(ee(G+zQ) — zq))
+ Yo(—ec(H + zH + vy + z0) — zq9) . (8.30)

Als neuer Parameter taucht hier die GroRe x auf, die die Beimischung des Hinter-
grundfeldes zum dynamischen Skalarfeld angibt. Da Lsym nur von der Kombination

o+ xgb abhangt, ist der effektiv in der Lagrangedichte auftauchende Vakuumerwar-
tungswert damit nicht vy, sondern die Kombination

v = v+ 0, (8.31)

die beispielsweise die Masse des Eichbosons klassisch als M3 = e%v? bestimmt. Zu
dieser Kombination ist offensichtlich ein symmetrischer Counterterm moglich. Die
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mit den Symmetrien kompatible Feld- und Parameterrenormierung liefert:

AP \[Z4 A" (8.32)
b — VZo, (8.33)
b — V2, (8.34)
v — \/Evo + \/Ex@ + \/E(Sx@ = v + v, (8.35)

wobei wegen der wie in den friiheren Kapiteln geforderten Gleichung 2L = 9.¢ die
Konstante Z durch Z = 1/(Z4Z) bestimmt ist.

Diese Zerlegung des effektiven Vakuumerwartungswertes v hat eine bemerkenswerte
Konsequenz. Die urspriinglichen konstanten Anteile vy, v, die in der Ward-Identitat
(8.27) auftauchen, koppeln nur in der Kombination v an die dynamischen Felder und
haben einzeln keinerlei physikalische Bedeutung. Erganzend zur Diskussion in Ab-
schnitt 8.3 demonstriert dies nochmals explizit, dal die Ward-Identitdt — im Gegen-
satz zum Fall ohne Eichinvarianz — nicht zur Charakterisierung von spontan gebro-
chenen und ungebrochenen Symmetrien sowie von Goldstonebosonen herangezogen
werden kann.

Diese “mikroskopische” Zerlegung der Renormierung von v muf} von den Divergen-
zen in Einschleifenordnung reflektiert werden. Arbeiten wir die Beitrdge der sym-
metrischen Counterterme zu den einzelnen Vertexfunktionen in Einschleifenordnung
aus, so ergibt sich:

0,Tac™ = 67, (8.36)

L™ = 67, (8.37)
4 4

3szGéCt = x7+ <x7+5x) : (8.38)
4 4

Cuvy” = T = <x7+5x) . (8.39)

In diesen Gleichungen tauchen also nur zwei unabhdngige Counterterme 62 und
(:c%ZJrch) auf, die die Divergenzen aller vier Vertexfunktionen absorbieren

missen. Insbesondere taucht die Groflie 6z, die auch den Counterterm dv wesent-
lich mitbestimmt, in den beiden Vertexfunktionen mit den auleren Feldern, I' .~ und
', v, auf. Dies liefert einen ersten Test an die Konsistenz der Vorgehensweise. Wei-
terhin sind die Renormierungskonstanten fir das Eichfeld und die Ladung durch die



Abschnitt 8.6 Renormierung am Beispiel des abelschen Higgsmodells 119
AH#-Selbstenergie und den A HG-Vertex bestimmt:

DT = 67,4, (8.40)

Larnc™ (¢, —p,p—q) = —ie(2p —q), (5—5 + w> . (8.41)

Wegen der klassisch giiltigen Gleichung M3 = e%v? ist der Counterterm zur Eich-
bosonmasse eine Funktion der bisher eingeftihrten Counterterme, und damit ist

FA“A”Ct(p) = 5ZA(pppl/ pQQW/) + (M/215ZA + (SM/QL)QW/ ) (8.42)
SM2 = M2 < % 4 25—“> . (8.43)

e v
Dal} der Massencounterterm die Divergenzen der Eichbosonselbstenergie absorbiert,
ist also ein weiterer Test.

Die konkrete Rechnung zeigt, dalR die Divergenzen in Einschleifenordnung
tatsachlich beide Bedingungen erfiillen, so dal} die Theorie durch die angegebenen
Counterterme endlich wird. Die Ergebnisse der Einschleifendiagramme lauten in di-
mensionaler Regularisierung:

O :Toatt = ——2A 8.44
INere 47r (8.44)
O.Typlt = —LoA 8.45
p*L HH A ) ( )
Qa 1
OpToe't = 47T< 2x + >A, (8.46)
Tovy'™ = —EA (8.47)
a Ftrans i ——A, (8.48)
41 3
. (0%
Twnc'(¢,—p,p—q) = —ie(2p—q), (_EQA) : (8.49)
a 1
Tan't(p) = o <(pupy—p2guu)§+4MigW>A- (8.50)

Damit lassen sich alle Divergenzen durch die Counterterme

57 = Loa, (8.51)
) 4
0z o
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al
02y = ——=A 8.53
A 473 ) ( )
o 0z
oc . 9a4 (8.54)
e 2

simultan absorbieren.

Dies illustriert das Zusammenspiel zwischen dem Ublicherweise betrachteten Coun-
terterm dv und den hier zusatzlich eingefiihrten Hintergrundfeldern und dem Para-
meter x.
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Kapitel 9
Renormierung des M SSM

Das minimale supersymmetrische Standardmodell (MSSM) ist das einfachste super-
symmetrische Modell, das mit dem Experiment vollstdndig in Einklang steht. Es ist
eine SU(3) x SU(2) x U(1)-Eichtheorie mit sanft gebrochener Supersymmetrie. Die
Materiefelder des MSSM sind die Leptonen, Quarks und zwei Higgsdubletts sowie
deren Superpartner.

Als supersymmetrische Eichtheorie enthédlt das MSSM keine quadratisch divergen-
ten Quantenkorrekturen, so dal3 eine Wahl der Skalarmassen im Bereich 1TeV im
technischen Sinne natirlich ist. Fir eine solche Wahl ermdglicht das MSSM zudem
eine Vereinigung der Eichkopplungen bei hohen Energien, und es enthalt einen Kan-
didaten fir einen Bestandteil der dunklen Materie.

Experimentell steht der Nachweis der Higgsbosonen sowie aller Superpartnerteil-
chen noch aus. Das MSSM selbst enthélt aber einen Mechanismus, der alle bisher
beobachteten Teilchen von den noch unbeobachteten Teilchen signifikant unterschei-
det. Fir alle beobachteten Teilchen sind keine eichinvarianten Massenterme moglich,
und sie erhalten ihre Masse ausschlief3lich tber den Higgsmechanismus. Dagegen
sind fir samtliche unbeobachteten Teilchen explizite Massenterme mdglich, insbe-
sondere supersymmetriebrechende. Somit ist fiir diese Teilchen ein anderer physika-
lischer Mechanismus fiir die Massenerzeugung verantwortlich und die hohere Masse
verstandlich.

Wir behandeln in diesem Kapitel die Renormierung des elektroschwachen Sektors
des MSSM in allen Ordnungen der Storungstheorie. Wir setzen dabei C P-Invarianz
voraus, lassen keine R-Paritatsverletzung zu und beschranken uns auf eine Genera-
tion. Fur die Renormierung bendtigen wir eine Kombination aller bisher zurechtge-
legten Methoden:
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e Die Supersymmetrie und Eichinvarianz wird in der Wess-Zumino-Eichung
mit einer gemeinsamen Slavnov-Taylor-ldentitdt, die Faddeev-Popov-,
Supersymmetrie- und Translationsgeister enthélt, beschrieben.

e Die abelsche Untergruppe wird durch zusatzliche Geistgleichungen beschrie-
ben. Nilpotenz des Slavnov-Taylor-Operators wird durch eine Zusatzbedingung
erzwungen.

e Die sanfte Supersymmetriebrechung wird durch eine Kopplung an &ulRere Fel-
der erzeugt. Die dabei auftauchenden unphysikalischen Parameter kdnnen nach
Kapitel 4 ignoriert werden.

Zugleich enthalt das MSSM aber zusatzliche Komplikationen, die von der speziellen
Struktur der elektroschwachen Wechselwirkung herriihren und daher auch im Stan-
dardmodell existieren:

e \WWegen der spontanen Symmetriebrechung konnen Felder mit verschiedenen
SU(2) x U(1)-Quantenzahlen mischen. Angelehnt an [43] fiihren wir deshalb
von Anfang an solche Felder ein, die Masseneigenzustanden entsprechen. Der
Zusammenhang mit den Feldern der SU(2) x U(1)-Multipletts ist durch allge-
meine, nicht-unitdre Matrizen gegeben.

e Die spontane Brechung der globalen Eichinvarianz fuhrt in der R¢-Eichung
zu einer expliziten Brechung, die die Giltigkeit der Ward-ldentitat zerstoren
wirde. Die Brechung kann durch Einfiihren von Hintergrund-Higgsfeldern ab-
sorbiert werden [43, 42].

e \Wegen der ungebrochenen elektromagnetischen Eichsymmetrie gibt es masse-
lose Propagatoren, und in hoheren Ordnungen konnten unphysikalische Infra-
rotdivergenzen (s. Kapitel D.6) entstehen. Diese Divergenzen muissen ausge-
schlossen werden. Im Standardmodell sowie im Falle supersymmetrischer Eich-
theorien ohne spontane Brechung wurden die entsprechenden Beweise in [43, 5]
erbracht. Der Fall des MSSM erfordert aber MalRnahmen, die tber die in der Li-
teratur angewandten hinausgehen (Abschnitt 9.4.4).

Dartber hinaus tritt im MSSM aber eine Schwierigkeit auf, die in keinem der bis-
her vorgestellten Modelle existiert, die fiir die Renormierung des MSSM aber geldst
werden muf?:
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e Im Unterschied zum Standardmodell enthdlt das MSSM zwei Higgsdubletts.
Damit sind Mischungen zwischen physikalischen Higgsbosonen (A°, H*) und
unphysikalischen Freiheitsgraden — den Goldstonebosonen sowie den longitu-
dinalen Eichbosonen — maoglich.

e In der Eichfixierung des MSSM sollten diese Mischungen aber unterbunden
werden, da diese nur von unphysikalischen Freiheitsgraden abhéngen sollte.
Die direkte Ubertragung der Eichfixierung des Standardmodells auf das MSSM
stellt sich deshalb als unmdglich heraus, und es muR eine Alternative gefunden
werden (Abschnitt 9.2.4).

e \Wegen dieser Mischungen ist nicht offensichtlich, daR Giberhaupt Normierungs-
bedingungen erfiillbar sind, die die Felder A°, H* als Masseneigenzustinde
auszeichnen. Dal} dies moglich ist, kann aber als Folge der Slavnov-Taylor-
Identitdt und der speziellen Wahl der Eichfixierung gezeigt werden (Abschnitt
9.5).

9.1 Uberblick

Die Untersuchung des MSSM wird in Abschnitt 9.2 mit einer Aufstellung der Eigen-
schaften begonnen, die das MSSM in allen Ordnungen exakt charakterisieren. Zuerst
geben wir die Felder und Symmetrien an und fiihren eine Umparametrisierung in
physikalische Felder ein. Daraufhin wird die Problematik der Eichfixierung disku-
tiert und eine Ldsung angegeben. All diese Charakterisierungen werden schlieBlich
zu einer storungstheoretisch exakten Definition zusammengefafit.

Nach der Definition wenden wir uns in Abschnitt 9.3 der klassischen Wirkung des
MSSM zu. Der physikalische Anteil ist in der Literatur bekannt, kann hier aber un-
abhéngig als Losung der Definitionsgleichungen gewonnen werden. Dariiber hinaus
erhalten wir die klassische N&herung der Y -abhéngigen Terme und damit der BRS-
Transformationen.

In Abschnitt 9.4 wird die Renormierung des MSSM untersucht. Zum einen wid-
men wir uns einer ausfiihrlichen Darstellung der symmetrischen Counterterme des
MSSM. Diese unterscheiden sich unter anderem wegen der moglichen Umparame-
trisierung in physikalische Felder strukturell von denen in Kapitel 4. Zum anderen
beweisen wir die Infrarotendlichkeit des MSSM.

In Abschnitt 9.5 schlie3lich wird ein Renormierungsschema fiir das MSSM angege-
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ben. In diesem Schema werden die Normierungsbedingungen so gewabhlt, dal} allen
Feldern entweder Masseneigenzustande oder genau charakterisierte unphysikalische
Freiheitsgrade entsprechen. Dal} diese Wahl moglich ist, wird unter Benutzung der
Symmetrie-ldentitdten sowie der Eichfixierung gezeigt.

\on zentraler Bedeutung sind die Abschnitte 9.2.4, 9.4.4 und 9.5.2 (iber die Eichfixie-
rung, die Infrarotdivergenzen und die Normierungsbedingungen. Um die Probleme
dieser Abschnitte zu l6sen, muBten einige neue Methoden entwickelt und angewandt
werden. Daher finden sich die Griinde vieler Details unserer Konstruktion in diesen
Abschnitten. Manche naheliegendere oder alternative Ideen muften im Hinblick auf
einen dieser Abschnitte verworfen werden.

9.2 Allgemeine Grundlagen und Definition desM SSM

9.2.1 Symmetrische Felder

Der elektroschwache Anteil des MSSM ist eine SU(2) x U(1)-Eichtheorie mit sanft
gebrochener Supersymmetrie. Die Superfeldmultipletts des MSSM sind:

o (WE, —idga,it.), (a = 1,2, 3): SU(2)-Vektormultiplett

o (W'B,—iX. iX%): abelsches Vektormultiplett

o (Hy, Hy,), (Hy, Hy,): zwei chirale Higgs-Dubletts mit den U/ (1)- oder Hyper-
ladungen y; = —1 bzw. yo =1

e (I1,l1,): chirales SU(2)-Dublett mit 3y, = —1 der linkshandigen (S)Leptonen
. (é’}f%, eRrq): chirales SU(2)-Singlett mit yz = 2 der rechtshéndigen (S)Leptonen
® (r,qrq): chirales SU(2)-Dublett mit y = 1/3 der linkshéndigen (S)Quarks

o (@l ura), (dh, dra): chirale SU(2)-Singletts mit yr = —4/3, yp = 2/3 der
rechtshandigen (S)Quarks

Die links- und rechtshandigen (S)Quarks sind hierbei zugleich noch 3- bzw. 3*-
Darstellungen der SU (3). Wir werden von dieser Tatsache keinen Gebrauch machen
und die entsprechenden Indizes nicht ausschreiben, aber sie ist von grundlegender
Bedeutung fiir die Anomaliefreiheit der Theorie.
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Superfeld Komponenten SU(3) x SU(2) x U(1) R-Gewichte n;
P ¢, ¢ ng, ne — 1
V Vy, —UA 0, 1
Q qL = (Zi), ar = (") (3,2,1/3) ng, ng —1
U ik, up (3%,1,—4/3) nu, ny — 1
D dy, dp (3*,1,2/3) np, np — 1
L lL: (gﬁ), lL: Zi) (1,2,—1) nr, nL—l
E éh, en (1,1,2) ng, ng — 1
H1 Hl, F[l (1,2, —1) N, N, — 1
H2 HQ, HQ (1,2, 1) ngp,, N, — 1
v’ W, —iX (1,1,0) 0, 1
Ve W, —ida (1,3,0) 0, 1
1% GY, —i\ (8,1,0) 0, 1

Tabelle 9.1: Die Superfelder des MSSM, ihre Komponenten und Ladungen. In den
beiden ersten Zeilen sind zum Vergleich die allgemeinen Bezeichnungen aus Gl.
(E.38), (E.46) angegeben. Wie dort geben wir hier die auftretenden 2-Spinoren an.
Der Vollstandigkeit halber sind hier auch die SU(3)-Anteile aufgefiihrt. Wir treffen
keine Unterscheidung in der Bezeichnung der Higgssuperfelder und Higgsskalare.
Die in der Tabelle auftretenden R-Gewichte wahlen wir als ng = n;, = ny =
l,np = ng = —1,ny, = 2,nyg, = 0. FUr die zusatzlichen, zur Renormierung
bendtigten Felder s. Tabelle 4.1.

Zusdtzlich zur Eichinvarianz und Supersymmetrie fordern wir R-Invarianz der Theo-
rie (d.h. Invarianz unter Phasentransformationen der Art ¢; — e™%p; mit den in
Tabelle 9.1 angebenen R-Gewichten n;).

Als im weiteren haufig vorkommende Bezeichnungen wahlen wir g, ¢’ fiir die Kopp-
lungskonstanten der SU (2)- und der U (1)-Faktoren der Eichgruppe sowie 7 und
fir deren Generatoren, so dal} die kovariante Ableitung
Y
Dt = o'+ igT*" Wk + ig'EW'“ 9.1)
lautet, wobei fur Felder in der adjungierten Darstellung der SU(2) der Generator
Ty = —teqp. gesetzt wird. Als Abkirzung wird zusétzlich

gIr'*fira=1,2,3,

(97)" = { g’% fira = 4, (9.2)
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wi = w' (9.3)
eingefihrt. Die abelschen Anteile der Feldstarketensoren nennen wir

W = WY — "W

a )

a=1,....,4, (9.4)
die vollen, nichtabelschen Feldstarketensoren bezeichnen wir als

FY = W — geqp VW, (a=1,2,3), (9.5)
o= W (9.6)

Zur Einfuhrung der sanften Supersymmetriebrechung wird das auBere Spurionmul-
tiplett (a, xa, f) mit dem konstanten Anteil f = f + f, gemaB Kapitel 4 verwendet,

Zur Beschreibung der spontanen Brechung der Eichsymmetrie werden in Analogie
zu [42, 43] (s. Abschnitt 8.6) dulRere Hintergrund-Higgsfelder q@m + 01,2 und deren
BRS-Transformation ¢; » eingefiihrt. Wie auch das duiere Feld f = [ + fo enthalt
q@ + v einen expliziten konstanten Anteil ©. Die Felder g%m + 07 9 erlauben, den R;-
Eichfixierungsterm so zu erweitern, da die globale Eichinvarianz nicht gebrochen
wird. Die genaue Multiplettstruktur dieser Felder wird deshalb erst in Abschnitt 9.2.4
definiert.

Zur Quantisierung und zur algebraischen Renormierung werden dariiber hinaus
Geistfelder, Antigeistfelder und dul3ere Felder eingefiihrt. Dies sind folgende Felder:

e Supersymmetrie- und Translationsgeister ¢,,€s;, w* (Raumzeit-unabhangige
Konstanten);

e Faddeev-Popov-Geister ¢, (a = 1, 2, 3) sowie ¢’ = ¢4 entsprechend den SU(2)-
und U (1)-Faktoren der Eichgruppe;

e Antigeister ¢, (a = 1,2, 3), ¢ = ¢4 und B-Felder B, (a = 1,2, 3), B’ = By;

e QuellenY; fur alle BRS-Transformationen, die nichtlinear in dynamischen Fel-
dern sind. Da die einzigen maximal linearen Transformationen die von dufReren
Feldern sowie diejenigen von W'#, ¢/, B, (a = 1, ... ,4) sind, gibt es die Quel-
len

Vi Y, Yo (a=1,2,3), Y\, Yy, Yy, Y, b Y= ( 1,2)

sowie analoge Quellen fiir alle weiteren chiralen Multlpletts.
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9.2.2 Symmetrie-ldentitaten

Die Symmetrieeigenschaften des MSSM werden durch folgende Identitaten zum
Ausdruck gebracht:

e lokale Eichinvarianz — insbesondere Entkopplung der unphysikalischen Frei-
heitsgrade, (sanft gebrochene) Supersymmetrie, Translationsinvarianz inklusive
der Information tber die Symmetriealgebra: Slavnov-Taylor-Identitat

e globale SU(2) x U(1)-Invarianz, Multiplettstruktur der Felder: globale Ward-
Identitat

e lokale U(1)-Invarianz, Festlegung der Hyperladungen: Geistgleichung fir g_cr
analog der entsprechenden Gleichung in (3.40) bzw. daraus folgende lokale
Ward-Identitat analog (3.42)

e R-Invarianz: globale Ward-ldentitat
Die explizite Form dieser Identitaten ist folgende:

e Die Slavnov-Taylor-ldentitat ergibt sich aus der Kombination der Identitdten
(3.44), (4.8) fir abelsche bzw. nichtabelsche Eichgruppen:

0 = S(I), 9.7)

ST 6 o0 6T 6T o
ST = |4 —
() / g (51% W | 0VnadA: OV h

oI 6T or or

+ 5Y, 5—% + scaéca + sBa(S—Ba
LS oT or oI N 51“. or +SC5_F+SE,5_F+SB,5F
“5W’ 5YM oM\« (onf (ﬁ’d oc oc 0B’

N 6T 5F+ 6T 5F+ 6T 5F+ oI or
0Yy, 06 Y15¢T 6Y 0 O 5y_d S

VLU L L 5F+f Lot
Sada SadaT SX5a SX“(S_ S5f s 5fT

oI oI oI oI

N} ot

+ SQ;— = i 5q;
é ¢+ s5¢; ¢T+ q5q2+ q5i>

o O oT or
+ se + s€5— + swh——

Jec JE, Swh (98)
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Hierbei durchlaufen die (¢:, ;) die chiralen Multipletts (H;, H;), (Gz,qz),
(@, ug), (db, dg), (I, 11), (€%, er). Als Abkiirzung benutzen wir wieder

ST 6T 6T
sw) = | (W 5%+s¢i5—%) | 9.9)

wobei die ¢;, Y; die nichtlinear transformierenden Felder und zugeh0rigen
Quellen, und die ¢! die linear transformierenden Felder durchlaufen. Die li-
nearen BRS-Transformationen tauchen in der Slavnov-Taylor-ldentitat expli-
zit auf und werden daher nicht renormiert. Sie kénnen von GI. (2.33)-(2.45),
(3.8)-(3.20), (4.11)-(4.16) fir die linearen Transformationen der abelschen Fel-
der sowie der nichtabelschen Antigeister und B-Felder sowie der Spurion-
komponenten Ubertragen werden. Die BRS-Transformationen der Hintergrund-
Higgsfelder sind in Abschnitt 9.2.4 angegeben:

SW’[L = 0,c + ieouxl —iNo,E — iw”&,W[t : (9.10)
s¢ = 2iec”"eW) —iw"0,c | (9.11)
s = 0, (9.12)
se* = 0, (9.13)
sw” = 2e0"€, (9.14)
s¢ = B' —iw’0,c, (9.15)
sB' = 2iec”€d, ¢ —iw’0,B', (9.16)
s¢, = B, —1iw"0,¢,, (9.17)
sB, = 2ie0”€0,c, —iw"0,B, (9.18)
s = 0, (9.19)
se¥ = 0, (9.20)
sw” = 2e0"€, (9.21)

sa = V2ex —iw'd,a, (9.22)
sal = V2ye—iw'd,al, (9.23)
sy* = V2e'f — \/52'(5”)0‘8”@ — "0, X", (9.24)
sy = —V2eft+ ﬂi(ea“)dﬁucﬁ — iw" 0, X, (9.25)

sf = V2ie"d,x —iw'd,f, (9.26)
sfl = —V2i0,x0"e — iw" 0, f' . (9.27)

Als Erganzung der Slavnov-Taylor-Identitét ist wegen des abelschen Faktors in
der Eichgruppe noch die Identitat s2WW'* = 0 (vgl. Kapitel 3.2.1) notwendig,
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die ausgeschrieben folgendermalien lautet:

or or

5YX/ — i(SY)\: ole + inay(ieauX/ B i)\IUME) — e, EWH = (0 .(9.28)

1ect

e Die globalen Ward-Identitéten fiir die globale SU(2) x U(1)-Invarianz lauten

or ol or
— aF - - d4 aY;_ aVPi a : )
0=W, / x<5 5n+5905%+5<,025%>
ol oI oI
—WT = — [ d*|8Yi— + §p;— + 60 9.29
0= W / $<5 7+t 9015902)’ (9.29)

wobei die infinitesimalen Eichtransformationen mit den Pauli-Matrizen 7 und
dem total antisymmetrischen Tensor ¢,;,. wie folgt gegeben sind:

Supl) = %a%@ fiir SU(2)-Dubletts,  (9.30)
Sap =0 fiir SU(2)-Singletts,  (9.31)
Sapl) = —i€apep! adjungierte Darstellung der SU(2), (9.32)
5’ =200, (9.33)

Die Transformationen der Y -Felder ergeben sich aus der Forderung, daf die
Produkte Y;; eichinvariant sind. Die Transformationen der Hintergrundfelder
gB werden erst in Abschnitt 9.2.4 spezifiziert. Sie enthalten insbesondere die
Konstante v, durch die die spontane Brechung beschrieben wird.

Die folgenden Vertauschungsrelationen zeigen, wie die Ward- und Slavnov-
Taylor-ldentitéten die Eichinvarianz darstellen:

(W WP = e Ve (9.34)
W W] = o0, (9.35)
WS(T) — spWT = 0, (9.36)
WS(T) —stWT = 0. (9.37)

e Die Geistgleichung fiir ¢, die die Hyperladungen festlegt, lautet

or Y OL'fix, gh
D 1 GPZ}/; 1 : » 9
oc (=1) *9 290 * o

(9.38)
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wobei G'P; die Grassmann-Paritét von ¢; angibt. Die Eichfixierung Isix gn Wird
in Abschnitt 9.2.4 definiert. Zusammen mit der Slavnov-Taylor-ldentitat fiihrt
diese Geistgleichung auf die lokale Ward-Identitét der U (1)-Invarianz:

I _ .
HcSI(/SV/u = —ig'w'T + Eichfix-Anteil + O(w") | (9.39)
) ) )
T = |yivi=— —viYies + ¥yivi= 9.40
w (yw&pi y 5Yi+y%&p;> (9.40)

Diese Identitat legt fest, daR die Kopplungskonstanten der einzelnen Felder an
das 1/’-Eichfeld durch die Hyperladungen gegeben sind.

e Die kontinuierliche R-Symmetrie wird durch folgende Ward-Identitat ausge-

driickt:
0= Wgl /d4 5Y5+5 5+5'5 (9.41)
= = r| —OoRYi i i |, @
R R 5Y, R¥Y 5o RY¥Y 5902
wobei die R-Transformationen durch 650\ = n;p\, 6zY; = —n;Y; mit den

R-Gewichten aus Tabelle 9.1 gegeben sind. Eine Ausnahme von dieser Regel
bilden lediglich die R-Transformationen von f und ¢;, in denen explizit die
Konstanten f,, ©; auftreten:

orf = —2(f+fo), (9.42)
orgi = n; (di+ ;) (9.43)

mit ng =ng, (s. Tabelle 9.1).

Die hier aufgestellten Identitaten driicken die Symmetrien des MSSM mit Hilfe der
im vorigen Abschnitt eingefiihrten Felder aus. Diese Felder — oft als “symmetrische
Felder” oder “Wechselwirkungseigenzustande” bezeichnet — haben eine einfache
Multiplettstruktur, weshalb die Form der Symmetrie-ldentitdten besonders tbersicht-
lich ist. Die Brechungen der Supersymmetrie, der globalen Eichinvarianz sowie der
kontinuierlichen R-Symmetrie werden durch die explizit in den ldentitdten auftau-
chenden Konstanten f,, v der &uBeren Felder f + fo, gbz + v; beschrieben.

Die Konstanten werden so gewahlt, dald die Symmetrie der elektrischen Ladung

Q=T+ % (9.44)
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ungebrochen ist. Dies bedeutet, dal3 in dem Ward-Operator
We.m. = W3 + WI (9-45)
keine Konstante explizit auftaucht:

o o )
I = — [ d'z| - QYi— Qi iwvi— | 9.46
Wem. / CE( Q % + Qi 5, +Q gplégpé) ( )
wobei ; die elektrische Ladung von ¢; bzw. ¢ angibt.

Ferner ist zwar die R-Symmetrie gebrochen, es bleibt aber eine diskrete R-Paritat als
exakte Symmetrie des MSSM {ibrig, da eine R-Transformation e™® mit der Phase
« = m nicht gebrochen ist. Die R-Paritét ist daher durch (—1)" gegeben.

9.2.3 Umparametrisierung in physikalische Felder

Aus der ungebrochenen elektromagnetischen Symmetrie folgt mit der entsprechen-
den Ward-ldentitat

Wem DT
0 —
dpidp; lp=0
= 0 = —(Qi+Q;)Tpp,, (9.47)

so dal} zwei Felder nur miteinander mischen kénnen, wenn ihre elektrische Ladung
Ubereinstimmt. Wegen der Brechungen der brigen Symmetrien kénnen aber Fel-
der mit unterschiedlichen SU(2) x U (1)-Quantenzahlen und R-Gewichten mischen,
wenn nur ihre Statistik und elektrische Ladung sowie ihre C'P- und R-Paritat gleich
sind.

Diese Mischung fihrt dazu, daR die vom MSSM beschriebenen Masseneigen-
zustande nicht den bisher definierten Feldern, sondern gewissen Linearkombinatio-
nen entsprechen. Wir fiihren nun allgemein die Bezeichnungen fiir alle Felder (im
folgenden oft “physikalische Felder” genannt) ein, die direkt Masseneigenzustanden
entsprechen. Durch welche Bedingungen diese Felder tatsachlich als Masseneigen-
zustande ausgezeichnet werden und wie demzufolge die Mischungsmatrizen zu be-
rechnen sind, ist hier noch nicht von Belang.

Es ist zu bemerken, dal} samtliche hier auftauchenden Felder renormierte Felder sind.
Die in den Linearkombinationen auftauchenden Koeffizienten enthalten daher keine
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Divergenzen. Die Linearkombinationen schreiben wir in einheitlicher Weise mit all-
gemeinen reellen Matrizen Ry, deren Indizes die entsprechenden Sektoren angeben.

Die elektrisch neutralen Eichbosonen /', W’# mischen zu dem Photon A* und dem

Z-Boson Z#:
W'k AH
(we) = (%) o9

Die Linearkombinationen der elektrisch geladenen Eichbosonen sind eindeutig:

Wy = %(WHHWQ). (9.49)

Analog mischen die zugehdrigen Geister und Antigeister:

(03> = RC<C;‘> : (9.50)

(53> = Rc<£> : (9.51)
& = %(Cﬂil@); (9.52)
et = %(61$i62). (9.53)

Die B-Felder sind Hilfsfelder und bendtigen keine unabhéngigen Transformationen.
Wir definieren:

(i) — Ry ( g;) , (9.54)
B* = %(BleiBQ), (9.55)

so daR folgender, spater in der Eichfixierung auftauchender Ausdruck sich unter der
Transformation einfach verhalt:

BWHE+ B'W'* = ByA* + BzZ!+ B-W* 4+ BYW~*.  (9.56)
Die Higgs-Skalarfelder sind eindeutig als die Skalarfelder mit gerader R-Paritét cha-

rakterisiert. Es gibt drei Sektoren von Higgsfeldern, die untereinander mischen. Dies
sind die C P-geraden neutralen Higgsfelder H°, h°, die C' P-ungeraden neutralen A°,
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GY, und die geladenen Higgsfelder H*, G*. Den Zusammenhang mit den Wechsel-

wirkungseigenzustanden
H, — ( (4 —_ZX?) >
— ¢

H2<1 ?;-0> (9.57)
7§(¢2 +ix3)
definieren wir dabei wie folgt:
()= (Yt ) =)
) \ V2ReH? | B\ po
()= (mt) ()
2 ) T\ vemme ) LA
+ 2 2 +
(5)=Comt ) =mo () o
Die hier gewéhlte Bezeichnung nimmt vorweg, dal® wir solche Bedingungen an die
G+ stellen werden, daR diese Felder unphysikalischen Goldstonefreiheitsgraden

entsprechen. Die mit diesen Goldstonefeldern mischenden A°, H* dagegen sollen
physikalischen Higgs-Masseneigenzustanden entsprechen.

Fir jede Quark- und Leptonsorte konnen die Superpartner der rechts- und linkshandi-
gen Anteile mischen. Wir definieren

b o= . (9.59)

Wir betrachten nur eine Generation. Andernfalls konnten Superpartner verschiede-
ner Generationen miteinander mischen. Aus demselben Grund gibt es auch keine
Mischung zwischen verschiedenen Quarks oder Leptonen.

Die Fermionen mit ungerader R-Paritat, die Superpartner der Higgs- und Eichboso-
nen, konnen miteinander mischen. Die geladenen Masseneigenzustande nennen wir
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Charginos x*, die ungeladenen nennen wir Neutralinos x". Der Zusammenhang mit
den Wechselwirkungseigenzustéanden schreiben wir als

—i)\+ L
(H)-n() om
A R
( 2 ) — RXR<§§> , (9.61)
—i\ X4
_2)\ 0
H}s = Ry §§ . (9.62)
a2 X1

Die hier auftretenden \* = %(Al F i\2) analog der Definition von W*#. Da wir
C'P-Invarianz voraussetzen, reicht es im Prinzip, die Matrizen R, ., R r, R,0 reell
zu wahlen. Im allgemeinen haben dann aber die Dirac- bzw. Majoranamassenterme
der x-Felder nicht das Ubliche Vorzeichen, was sich durch komplexe Matrizen R

vermeiden laRkt. Flr unsere Zwecke spielt der Unterschied keine Rolle.

Die hier definierten Felder sind die tatsdchlichen Felder, in denen das MSSM for-
muliert wird. Wir betrachten daher die symmetrischen Felder nur als HilfsgroRen,
die implizit immer als Funktionen der physikalischen Felder zu verstehen sind. Dies
gilt insbesondere in den Symmetrie-ldentitaten, worin die Ableitungen nach symme-
trischen Feldern implizit als Linearkombinationen von Ableitungen nach physikali-
schen Feldern aufgefaldt werden miuissen:

(5% 5%) = (5 a7 ) Av, (9.63)
(%,%) — (%,%)Rc, (9.64)
(5755 ) = (50 5% ) Re (9.65)
(55555 ) = (555 ) Bo' (9.66)
(s, 55) = (5% 77 ) Ra, (9.67)
(s, 5) = (57 53 ) Ba, (9.68)
(&, =) = (%,%)Rm, (9.69)

und analog fiir die Ubrigen Felder.



Abschnitt 9.2 Allgemeine Grundlagen und Definition des MSSM 135

9.2.4 Eichfixierung

In diesem Abschnitt definieren wir die Eichfixierung des MSSM. Wir orientieren uns
dabei an den Ergebnissen im abelschen Higgsmodell [42] und im Standardmodell
[43], werden aber sehen, dal3 eine wesentliche Modifikation ndétig ist. Der Unter-
schied zwischen diesen Modellen und dem MSSM st dabei, daB in diesen Model-
len die Goldstonebosonen durch ihre Quantenzahlen eindeutig ausgezeichnet sind,
wéhrend im MSSM eine Mischung zwischen physikalischen Higgsbosonen und un-
physikalischen Goldstone- und Vektorfreiheitsgraden maoglich ist.

Problem

Die allgemeine Form der Eichfixierung inklusive Geisttermen lautet, in symmetri-
schen Feldern geschrieben:

»Cfix, gh — S (Ea (gBa + Fa> + C <§IB, + Fl)) ) (970)

wobei die F,, F’ noch zu bestimmende Eichfixierungsfunktionen sind. Wir wahlen
die fur die Renormierung von Theorien mit spontaner Symmetriebrechung gut an-
gepalite R¢-Eichfixierung. In dieser Eichung sind die F,, F" linear in dynamischen
Feldern, von der Dimension 2 und enthalten sowohl die unphysikalischen longitudi-
nalen Eichbosonen als auch die Goldstonefreiheitsgrade.

Da wir die im vorigen Abschnitt eingefiihrten Felder G°, G* mit den Goldstonefrei-
heitsgraden identifizieren wollen, verlangen wir von der Eichfixierung die Form

Ft = oWt —iMGT + ..., (9.71)
F3 = OW3+ MG+ ..., (9.72)
F' = W'+ M;G° +. .. (9.73)
mit F* = (Fy F i F,) und drei beliebigen Massenparametern. Die Felder A H*

dagegen soﬂen physikalischen Masseneigenzustanden entsprechen und daher nicht
in der Eichfixierung auftauchen. In den symmetrischen Feldern geschrieben lauten
die Eichfunktionen
Ft = oW —iMy(—(RA)uHE 4+ (R ) Hy) + ..., (9.74)
F3 = OW3 +V2My(—(RHuImH! + (R ImHY) + ..., (9.75)
F' = oW +V2Ms(—(R;)ulmH! 4+ (R 1ImHZ) +... . (9.76)
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\or den einzelnen Komponenten der Higgsdubletts tauchen hier verschiedene, expli-
zite Koeffizienten auf. Es ist deshalb offensichtlich, daB sich die F, nicht kovariant
unter globalen SU(2) x U(1)-Transformationen transformieren. Ohne zusatzliche
Terme wiirde obiges Lsix daher die globale SU(2) x U(1)-Ward-Identitdt brechen,
welche aber eine der Grundgleichungen des MSSM darstellt.

Es gibt nun zwei Mdglichkeiten. Entweder wir verzichten auf die Gultigkeit die-
ser Ward-ldentitat. Analog wurde in [15] das abelsche Higgsmodell behandelt. Oder
wir modifizieren die R¢-Eichung so, dal} die Ward-ldentitat nicht zerstort wird. Eine
solche Modifikation wurde in [42, 43] eingefiihrt. Dabei wurde mit Hilfe einer Er-
weiterung der R¢-Eichung um die Hintergrund-Higgsfelder gz3+ v die Nichtinvarianz
unter SU(2) x U(1)-Transformationen absorbiert.

Wir wollen im MSSM die Giiltigkeit der Ward-ldentitat aufrechterhalten, da erst
durch diese Identitat die Multiplettstruktur und die Struktur der Eichgruppe zum Aus-
druck gebracht wird.

L 6sung

Es ist instruktiv, den Ausdruck (9.74)-(9.76) fir die Eichfixierung in einer einheitli-
chen Form zu schreiben:

F = OW® —2Ilm(¢¢THy 4+ 951 Hy) | (9.77)

wobei die 9,  entsprechend gewahlte Konstanten sind. Dieser Ausdruck wére kova-
riant unter globalen Eichtransformationen, wenn die Produkte 9¢ H; sich unter der
adjungierten Darstellung transformieren wiirden. Dies ist nicht der Fall, solange die
v Konstanten sind. Die Kovarianz unter globalen Eichtransformationen kann aber
wiederhergestellt werden, indem die 9, als konstante Anteile von auleren Hinter-

grundfeldern ¢f , + 0f , angesehen werden, wobei ¢f, + {5 sich kovariant unter
Eichtransformationen verhalt.

Die Losung fir einen global eichinvarianten Eichfixierungsterm, der sich fir ver-
schwindende aufere Felder auf die R¢-Eichung reduziert, besteht in deshalb folgen-
dem Ausdruck (a = 1,... ,4):

F* = W —2Im((¢1 4 01)*THy + (¢ + 02)*TH,) . (9.78)

Die beiden Produkte (q@i + ;)T H; miissen sich gemaR der adjungierten Darstellung
transformieren. Hiermit ist nun die Multiplettstruktur der Hintergrundfelder ¢; + v;
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festgelegt. Die gbmtvZ mussen sich selbst jeweils nach einem Produkt der fundamenta-
len und adjungierten Darstellung der Eichgruppe transformieren, wobei die Hyperla-
dungen Yg, = YH; also Yy, = —Loyy = +1 gewahlt werden. Damit transformieren
die F, sich insgesamt gemaR der adjungierten Darstellung der Eichgruppe, und die
Eichfixierung Lsix, gn ist invariant. Andererseits reduziert sich die Eichfixierung fur

verschwindende q@m auf die gewlinschte R-Eichung.
Die explizite Form der Transformationen der Hintergrundfelder ist damit (wir benut-
zen die Abkirzungen 7 =Y, fups = 0, fape = €ape flr a, b, c = 1,2, 3)
S \bi Tij ¢4 < \bj
da(¢12)" = - (P12 4+ 012)
o 2.fabc(él,Z + 7}1,2)&- . (979)

Dieses Transformationsverhalten ist in der Ward-Identitat (9.29) einzusetzen. Die
beiden Multipletts q@m tragen deshalb jeweils zwei Indizes, die der adjungierten bzw.
der fundamentalen Darstellung entsprechen. Die BRS-Transformationen der Hinter-
grundfelder sind

shia = G — iw'dubriz, (9.80)
S(_?LQ = 22’60“@@&1,2 - Z'w'uauqug (981)

mit zusatzlichen &uReren Feldern ¢, », die Geistladung +1 besitzen und sich unter
SU(2) x U(1) genau wie die ¢, 2 + 01 o transformieren.

Da die elektromagnetische Symmetrie ungebrochen sein soll, miissen die Konstanten
1,2 die Gleichung

3
Tij + Y5,

0 = Q@I,Qbi:#'ﬁlgb’j_i@)bc U1,2; (9.82)
erfillen. Die allgemeine Losung dieser Gleichung kann wie folgt parametrisiert wer-
den:

L 0 0 o3 —o)

vr= (@f w0 0 ) (9.83)
/\_|_ .A_'_

. [ vy —wy 0 0

Uy = ( 0 0 —a3 %) : (9.84)

Die hier auftretenden Grofen vf ’23" tauchen in der globalen Ward-ldentitédt des

MSSM explizit auf und sind damit freie Parameter des Modells. Damit erhalten wir
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als explizite Form der Eichfixierung:
F* = oWw™* — (07iH' + of H) + O(9) ,
Fy = OWs — (=03ImH;} 4+ 03ImH2) + O(4),
).

F' = oW’ — ($)ImH} — 0jImH32) + O(¢ (9.85)

Mit der Wahl

of /o5 = (Rg)u/(Rgihe,
01/95 = (RyHu/(Rie,
01/0% = (RyH)1/(Ry)re (9.86)
reduziert sich das auf die Form (9.74)-(9.76). Es ist also moglich, die Eichfixierung
so zu definieren, daR sie die globale Ward-Identitat intakt I&/3t und zugleich nur die

Felder G%* enthilt aber nicht die Felder A%, H*, die ja physikalischen Higgsfrei-
heitsgraden entsprechen sollen.

Diskussion

Die eingefiihrten Hintergrundfelder $1,2 sind jeweils achtkomponentige Multipletts,
und die entsprechenden Konstanten ©; » besitzen jeweils drei unabhéngige nicht-
verschwindende Komponenten. Wir haben gesehen, daR diese Struktur zu allen
erwiinschten Eigenschaften der R¢-Eichung flhrt.

Nach den Erfahrungen aus dem Standardmodell und dem abelschen Higgsmodell
[42, 43] ist diese Struktur aber eine Uberraschung. Dort sind namlich als Hinter-
grundfelder lediglich Kopien der dynamischen Higgsfelder notwendig, im Standard-
modell also ein Hintergrunddublett, im abelschen Higgsmodell ein komplexes Hin-
tergrundfeld. Es reicht also eine wesentlich einfachere Struktur der Hintergrundfelder
aus. Dementsprechend tauchen in beiden Modellen in den Konstanten o jeweils nur
ein unabhangiger Parameter auf.

Ein naheliegender Ansatz fiir die Eichfixierung des MSSM ware deshalb gewesen,
analog zum Standardmodell zwei Hintergrund-Higgsdubletts einzufiihren. Um un-
sere Eichfixierung im MSSM zu diskutieren, vergleichen wir sie mit einem solche
Ansatz. In einer solchen Eichfixierung wiirden statt der Multipletts (¢ o7 + 91 2%)
die Ausdriicke T“(cﬁl,g + 01 2); auftauchen, wobei die (451,2 + 01,2) Dubletts sind. Da
die Konstanten v, » insgesamt nur zwei freie Parameter enthalten, sind die zu (9.83),
(9.84) analogen Matrizen 1“0  durch

of /03 = 07 /03 = 0/ (9.87)
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eingeschrankt. Daher kdnnen die v-Parameter nicht wie in (9.86) gewahlt werden,
und folglich ist es unmdglich, zu garantieren, daR in der Eichfixierung bloR die G°,
G* anstatt der A%, H* auftreten.

An dieser Stelle zeigt sich also, daR im Standardmodell und im abelschen Higgsmo-
dell eine besonders einfache Situation vorliegt, da die Goldstonefreiheitsgrade nicht
mit physikalischen Freiheitsgraden mischen konnen. Dagegen werden sich Modelle
mit erweitertem Higgssektor in dieser Hinsicht im allgemeinen wie das MSSM ver-
halten. Damit ist die fiir das MSSM vorgestellte Behandlung der Eichfixierung auch
auf allgemeinere Modelle anwendbar.

9.2.5 Definition des M SSM

Wir kdnnen das MSSM in einer in allen Ordnungen gtiltigen Weise durch eine Rei-
he von Gleichungen fiir die effektive Wirkung I' definieren. Als zugrundeliegende
Felder betrachten wir dabei die in Abschnitt 9.2.3 eingefiihrten physikalischen Fel-
der. Die hier auftauchenden symmetrischen Felder sind stets als implizit durch die
physikalischen ausgedriickt zu verstehen.

Die folgenden Gleichungen umfassen die Symmetrie-Identitaten aus Abschnitt 9.2.2,
Minimierungsbedingungen an das Higgspotential sowie weitere Gleichungen, die die
Nichtrenormierung der Eichfixierung und der Abhangigkeit von w* betreffen.

e Slavnov-Taylor-ldentitat (9.8) zusammen mit der Nilpotenzbedingung (9.28)
flr den abelschen Anteil

S{T) = 0, (9.88)

ssW'' = 0. (9.89)

e Ward-Identitéat der globalen Eichinvarianz (9.29)

W, =0 (a=1,...,4). (9.90)
e Geistgleichung fiir den abelschen Anteil der Eichgruppe (9.38):
oI Y 0Ifix, gh
— = (=1)%Pyg L, Rl 9.91
5o = (FUTYig S+ —= (9.9)

e Ward-Identitat der R-Invarianz (9.41)
Wgrl' = 0. (9.92)
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C P-Invarianz.

Minimierung des Potentials

or or
_ = =0. (9.93)
dHO Y = =0 dho Y pmp' =0
e Eichfixierungsbedingung mit den Eichfunktionen (9.78)
or
= ¢B,+ F,, 9.94
55, = Bt (9.94)
or )
= ¢B '+ F'. 9.95
e Gleichung flr den Translationsgeist
or 4 GPin/
— = [ds > (=) Yid,p; . (9.96)

Diese grundlegenden Gleichungen, die das MSSM allgemein definieren, missen
noch um Normierungsbedingungen erganzt werden, um alle Greenfunktionen
vollstandig festzulegen. Diese Normierungsbedingungen kdnnen unterschiedlich
gewahlt werden; eine Moglichkeit ist in Abschnitt 9.5 angegeben.!

9.3 Klassische L dsung

In diesem Abschnitt geben wir die klassische Wirkung des MSSM an. Der physika-
lische Anteil ist in der Literatur bekannt, kann hier aber unabhangig als Losung der
Definitionsgleichungen aus Abschnitt 9.2.5 gewonnen werden. Dartiber hinaus erhal-
ten wir die klassische Naherung der Y -abhangigen Terme und damit der BRS-Trans-
formationen. Die BRS-Transformationen zeigen, wie die Hintergrund-Higgsfelder
(q@ + ) in die klassische Wirkung eingehen und wie die Konstanten ¢ zu den Va-
kuumerwartungswerten der Higgsbosonen beitragen. Zum Abschluf} geben wir eine
physikalische Parametrisierung der klassischen Wirkung an und bestimmen so die
Matrizen Ry aus Abschnitt 9.2.3 in niedrigster Ordnung.

Gleichungen wie die Eichfixierungsbedingung und die abelsche Geistgleichung kénnen bereits ebenfalls als eine
Art Normierungsbedingung aufgefafit werden.
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9.3.1 Mischung zwischen Hintergrund- und dynamischen Higgsfeldern

Die klassische Wirkung des MSSM ergibt sich analog zu den klassischen Wirkun-
gen der abelschen und nichtabelschen Modelle aus den Kapiteln 2, 3 und 4. Es ist
lediglich ein Unterschied zu beriicksichtigen: Die fiir die Eichfixierung eingeftihrten
Hintergrund-Higgsfelder gb + v inklusive ihrer konstanten Anteile kénnen mit den
dynamischen Higgsfeldern mischen und dementsprechend Gberall in der Wirkung
zusammen mit den dynamischen Higgsfeldern auftreten. Diese Mischung diskutie-
ren wir nun.

Zuné&chst lassen sich aus den Hintergrund-Higgsfeldern gb + v vier unabhéngige
SU(2)-Dubletts bilden (a = 1,2,3 und ¢, j = 1, 2 in den folgenden Gleichungen):

T8 (hro +912)", (P12 + 012)" . (9.97)

Diese Dubletts haben identische Quantenzahlen wie die dynamischen Higgsdubletts
Hj 5. Wegen ihrer BRS-Transformation kdnnen sie aber nicht uneingeschréankt in
der Wirkung auftauchen.? Sei I' eine Wirkung, die alle Definitionsbedingungen des
MSSM erfiillt. Dann kann diese Wirkung nur durch die Hintergrundfelder modifiziert
werden, indem die in der Form I' = f Yy sH; + ... auftretenden BRS-Transforma-
tionen sH; gemal

sHy — sHy —z17% s¢? — 2y s¢’
sHy — sHy — 257% 503 — 1 ¢y (9.98)

mit vier neuen Parametern x1, x, z2, x, gedndert werden. Hierdurch hat die Kombi-
nation

H" = Hi+ (6] +07) + (] + 6}) (9.99)

nun genau die BRS-Transformation — und das Verhalten unter den globalen Sym-
metrien — des urspriinglichen Feldes H;. Die Wirkung erfillt dann immer noch die
Slavnov-Taylor-1dentitét, wenn zugleich mit (9.98) tberall H; — Hfff ersetzt wird.

Infinitesimal entsprechen diese Ersetzungen der Addition der vier totalen sp-
Variationen

a(jaj | Aaj 1N (4D adi
srx1 Y Ti; (61 + 017), srzy V(o' +07'),
V70 Taj ~aj /Y (4i ~ 4 9.100
sraY T (9 + 097 ) srag Y (02" + 05') (9.100)
2\V/gl. Kapitel 5.2.2 in [55]. Die Hintergrundfelder und ihre BRS-Transformationen bilden BRS-Dubletts, die die

Kohomologie des BRS-Operators nicht &ndern kdnnen. Die Kohomologie enthélt aber die physikalischen Parameter
des Modells.
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zur Wirkung T'.

Die Kombinationen H¢™ enthalten nun die expliziten Konstanten

(%1> = ZIi‘lTa’lA)f + xll?}il ) (3) = xQTa@g + xé@% . (9101)
2

Diese Konstanten sind gerade die effektiv in der Lagrangedichte auftauchenden Va-
kuumerwartungswerte der Higgsdubletts. Die hier auftauchende Zerlegung der Va-
kuumewartungswerte ist analog der in Abschnitt 8.6 anhand des abelschen Higgs-
modells diskutierten (vgl. Gl. (8.31). Gegenliber der Situation in Abschnitt 8.6 haben
wir im MSSM auf eine explizite Konstante v, fur die dynamischen Higgsdubletts
verzichtet, um nicht mehr Parameter als nétig einzufthren.

Durch die mogliche Mischung der Hintergrund- und dynamischen Higgsfelder wer-
den also vier neue Parameter z1, zo, ', x5 eingefiihrt. Wegen der Zerlegung der Va-
kuumerwartungswerte (9.101) ist es aber dquivalent, zum Beispiel 2, =/, durch vy, vo
zu eliminieren und damit

Ty, T3, V1, V2 (9102)

als die durch die Hintergrundfelder zusatzlich eingefiihrten Parameter anzusehen.

9.3.2 BRS-Transformationen und Lagrangedichte in symmetrischen Fel-
dern

Die klassische Wirkung des MSSM kann in unserer Konstruktion als klassische
Ldsung der definierenden Bedingungen aus Abschnitt 9.2.5 gewonnen werden. Die
entsprechende Rechnung ist weitgehend analog zu den Fallen allgemeiner Modelle,
die in den Kapiteln 2, 3, 4 vorgestellt wurden. Lediglich die sich ergebende Mischung
zwischen dynamischen und Hintergrund-Higgsfeldern stellt einen strukturellen Un-
terschied dar. Als Ergebnis erhalten wir sowohl die Anteile I'ssy, I'sort als auch die
nichtlinearen BRS-Transformationen und damit I'sy; und den Anteil T'y;,.

Der supersymmetrische Anteil ergibt sich aus den geforderten Symmetrien und dem
Feldgehalt des MSSM analog zu (3.2), (2.24) als

Fsusy = /d4$£susy; (9.103)

Lsusy = Lmin.KoppI. + EEicrIelder + ESuperpot. + »CD + /:'F ) (9-104)
/:'min.KoppI. = (D“gb)T(Dugb) + ¢EuiDu¢
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—V2(ih (gAaT® + gAYV — ¢li(gAaT® + g'N'Y)9h) (9.105)

Lsuperpot. = _%wiwj %2;;((2) + h.c. (9.106)
Ceichteiger = 24; <— E(Fﬁuﬁ

+_%Xa5“(Du)\)“ + %A“M(DJ)G) , (9.107)

Lp = —%(ch(gT)%)Q, (9.108)

Lp = _“92;(1@ 2 (9.109)

Hier durchlaufen die (¢,%) alle chiralen Multipletts des MSSM
(HE™ H,), (Gr, qz), (I, 12), (%, ug), (dh, dg), (€, er) inklusive der —effekti-
ven Higgsmultipletts; die verwendeten Abklrzungen sind in Abschnitt 9.2.1
definiert.

Die Form des hier auftauchenden Superpotentials ¥ des MSSM ist durch die For-
derungen nach power-counting Renormierbarkeit und Eichinvarianz bestimmt: Es
héngt von den Skalarfeldern der chiralen Multipletts ab und hat die Form

W(¢) = W(Hff;) qL? lNLa ,&J][%’ JE) é%)
= ey (MH Gl + \HE Gl + A HE T, — " S )(0.110)

mit €;; = —e;i, €12 = 1. Die Parameter des Superpotentials sind die Yukawakopp-
lungen \;,, . sowie der Higgsinomassenparameter .

Der allgemeine eich- und R-invariante sanfte Brechungsterm lautet:

Leoft = /d T Lsoft (9.111)

—|fPmglac® — |f Pz anl” — |fPm3ldal® — | f1PwZ|I]® — | fPmE|énl”

— ey (NS AHS " dly + N f A HE ] i

FNSAH S 4 frn2 et e h.c.)
— | Pl HS2 — | f Pl HEP + (fMlxx + FXX + hec.)
+0O(x,a) . (9.112)
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Hierbei wurden Terme der Ordnung yx, a nicht explizit aufgefiihrt. Die tatsachlichen
Brechungsparameter ergeben sich mit der Konstante f; als m} = |fo|*mg, A =

foAq, My = foMy, etc. Dieser sanfte Brechungsterm enthalt Massenparameter fiir
alle Squarks, Sleptonen und Gauginos sowie trilineare Wechselwirkungsterme der
Skalarfelder. Es werden keine der in Kapitel 4.1 angesprochenen nicht-Girardello-
Grisaru-Terme eingeftihrt.

Der Anteile I'ey; der klassischen Wirkung enthalt alle nichtlinearen BRS-Transfor-
mationen des MSSM:

| R /d4x (YW;; sWi 4+ Y\ sAaa + YXQO'&SXS + Y, sc,
+ YsAL + Yxfdsxld
+ Vi H; + YygrsH] + V5 sHio + Yo asH,
+ Yy 50 + Yyys0] + Yistia + szw> . (9.113)

Hierbei durchlduft (¢;, ;) alle chiralen Supermultipletts auBer den Higgsmultipletts
(Hfﬁ, F[l-). Die Beitrage der Higgsmultipletts wurden gesondert angegeben, da sie
die Quellen und BRS-Transformationen der Felder H; und nicht von H®" enthal-
ten. Erstere sind die grundlegenden dynamischen Felder, wéhrend letztere durch die
BRS-Transformationen als zu chiralen Multipletts gehorig charakterisiert werden,
wie gleich gezeigt wird.

Die Form aller BRS-Transformationen des MSSM ist analog zu den entsprechenden
Ausdriicken (2.33)-(2.45), (3.8)-(3.20), (4.11)-(4.16) fur die nichtabelschen, abel-
schen und Brechungsanteile. Die linearen BRS-Transformationen sind explizit in
der Slavnov-Taylor-ldentitat enthalten und in Abschnitt 9.2.2 angegeben. Bei den
nichtlinearen Transformationen mussen wir lediglich die mdgliche Mischung der
Hintergrund- und dynamischen Higgsfelder beachten. Sie ergeben sich zu:

sW, = 0,c—igle, W,] +ieo A —ilo,eE

—w"0,4,, (9.114)
s\ = —ig{c,\“} + %(eopg)ang +1e* D

WO (9.115)
Sxd = —ig{c, Xd} — %(Epa)dﬁvpg + igd D

— iw” 0, Mg (9.116)
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sc = —igc® + 2iec"eW, — iw"d,c, (9.117)
sAN' = %(EUPU)O‘FI;J +1e* D' — i’ I, N, (9.118)
Ny = 5 (6")aFy, +ie D' — i’ 9N, (9.119)
sHy = —ige B —iy,g'c H" + V2 eH,; — iwd, Hf"

— Tt sggf — sggzl : (9.120)
sH;' = +ig(H*¢c); + iyp,g'c HM + V2 Hje - iw” 0, Hi"
(e s)! —at (s34)', (0.121)
sl = —igeHf —iyngd B +V2e F— V2i(eo) D, HE"
— w0, H" (9.122)
sﬁm = —z'g(ﬁdc)i — iniglﬁmc’ — V2%, F;Ii + ﬁi(ea”)d(Dquﬁ)T
WO, (9.123)
s = —iged; — iyig'd ¢+ V2e; —iwd, i, (9.124)
spl = +ig(ple)i +iyig d ¢l + V21E —iw’ 4] (9.125)
sy = —igedft —iyig'd U + V2" F; — V2i(ea")* Dy
WO (9.126)
sthia = —ig(0sc)i — 199 Viac — V2% F +V2i(ea")a(Dyusi)!
WP (9.127)

Die nichtabelschen GroRen wurden hier als WH = 22:1 T*W*H und entsprechend
fur A, ¢, D, F,, geschrieben. In den BRS-Transformationen der Higgsfelder und
ihrer Superpartner tauchen explizit die effektiven Higgsdubletts Hfg inklusive der
Vakuumerwartungswerte (9.99) auf. Durch diese BRS-Transformationen werden die
beiden Multipletts (¢, ;) fiir i = 1,2 als chirale Supermultipletts ausgezeichnet.
Wegen dieser BRS-Transformationen tauchen tberall in der klassischen Wirkung die
effektiven Higgsfelder Hfg auf. Die BRS-Transformationen der tbrigen chiralen Su-
permultipletts wurden generisch fiir ein Multiplett (¢;, v;) angegeben.

Die in den Transformationen auftauchenden GroRen D, D', F;, F'' sind Abkiirzungen
fir die Losungen der entsprechenden Hilfsfeldbewegungsgleichungen. Diese lauten

D = —¢lgT, (9.128)
D= 4, (9.129
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pio_ W)
l 0
Hierbei wurde die Summe (ber ¢ ausgefiihrt, wobei ¢ alle Skalarkomponenten der
chiralen Multipletts einschlie3lich der effektiven Higgsmultipletts durchlauft.

(9.130)

Vervollstandigt wird die klassische Wirkung des MSSM durch die in Abschnitt 9.2.4
eingefihrte Eichfixierung und durch die in Y bilinearen Terme Iy, die das Auftreten
der Bewegungsgleichungen in der Supersymmetriealgebra kompensieren. Letztere
lauten (vgl. Gl. (2.51)):

1
Fbil = /d4£l? (§(Y)\a€ + YXGE)2
1 _ _
+ 5 (Yve + Y59 + 2(Y¢ie)(Y@ie)) . (9.131)

Insgesamt ist die klassische Wirkung des MSSM durch
g = Fsusy + Dsort + Ffix, gh + et + Dl (9-132)

gegeben. Sie erfillt alle in Abschnitt 9.2.5 angegebenen Definitionsgleichungen des
MSSM.

9.3.3 Masseneigenzustande in klassischer Naherung

Wir bestimmen in diesem Abschnitt die Masseneigenzustande und -eigenwerte des
MSSM in klassischer Naherung. Dies ist wichtig, um die freien Parameter des MSSM
physikalischer zu parametrisieren und um die Matrizen Rx aus Abschnitt 9.2.3 in
niedrigster Ordnung zu bestimmen. Die entsprechenden Rechnungen sind aus der
Literatur bekannt [45].

Dabei beschréanken wir uns auf den Sektor der Eich- und Higgsbosonen und deren
Superpartner, in dem bereits sdmtliche Aspekte der Teilchenmischung, des Higgs-
mechanismus und unserer Behandlung der Vakuumerwartungswerte sichtbar werden.
Der Materiesektor wird vernachléssigt.

In der klassischen Néherung lassen sich die Masseneigenzustande und -eigenwerte
des MSSM durch Diagonalisieren der Massenmatrizen in I'sysy + I'sort bzw. der La-
grangedichte Lgysy + Lsore bestimmen. Die Anteile ey +I'pi enthalten keine Massen-
terme; die Eichfixierung I'six, gn liefert Massenterme fir die unphysikalischen Frei-
heitsgrade und wird gesondert diskutiert.



Abschnitt 9.3 Klassische Ldsung 147

In Lsusy + Lsore tauchen immer die effektiven Higgsdubletts Hfﬁ inklusive der kon-
stanten Anteile (H§™) = (%), (H5") = () als Kombinationen auf. Dadurch wird

0

v
den Vakuumerwartungswerten und dem Hiégsmechanismus Rechnung getragen.
\or der Berechnung der Massen miissen die beiden Minimierungsbedingungen (9.93)
oder dquivalent {7 |y,—p—y—0 = Fyglvi=p=p=0 = 0 fiir das Higgspotential erfullt

werden. Fir allgerﬁeine Wahl der Parameter gilt

(SF B 2 + 12
_57&1) = V2 (m7 + p?)vr + mivy + J 1 J vy (v} — fug)]
Yi=p=¢'=0 -
= 1, (9.133)
5F B 92 + g/2
_57&2) = \/5 (m% + ,U/Q)UQ + mgvl + 1 (—Ug)(U% — U%)]
Yi=p=¢'=0 -

wobei wir fiir die rechten Seiten die Abkilirzungen t1, t5 eingefiihrt haben. Diese Aus-
driicke sind die linearen Terme des Higgspotentials und werden Tadpoles genannt.
Minimierung des Higgspotentials ist &quivalent zu

t, =ty = 0. (9.135)

Durch diese Gleichung lassen sich zwei Parameter des Higgspotentials, etwa m?, m3,

eliminieren.

Nun betrachten wir die Massenterme der neutralen, CP-ungeraden Higgsbosonen
G°, A oder xY, x3. Diese lauten

1 0
_(Fsusy + Fsoft)‘xoxo — §(X(1) y Xg)Mioxo ( ié > , (9.136)
t 2 2
L — mstanf m
2 o V2o, 3 3
MXOXO — ( mg \/7;_21}2 o m% cotﬁ > (9137)

Hierbei wurde die Grolze tan 3 eingeflihrt, die das Verhéltnis der beiden Vakuumer-

wartungswerte angibt:
tanf = 2. (9.138)

U1
Multiplizieren wir die Massenmatrix Mioxo von links und rechts mit einer Drehma-

trix mit dem Winkel 3 in der Form < 6 °8 ) M2, , < 6 —5 ) so erhalten
—Sp Cp XXT\ 85 ¢
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wir die Matrix

tl t2
i Sﬂcﬂ( ) (9.139)
8’60’8(_\/%1 \/t_zvz> S%\/tg‘ll"' B\/_ m3(tan 3 + cot )

In dieser Gleichung wurden die Abklrzungen cg = cos 3, sg = sin 3 verwendet. Die
hier erhaltene Matrix nimmt fiir verschwindende Tadpoles Diagonalgestalt an. Ihr
erster Eigenwert ist Null, entsprechend einer flachen Richtung des Higgspotentials
und damit einem unphysikalischen Goldstonefreiheitsgrad. Ihr 99-Eintrag liefert die
Masse des physikalischen Higgsbosons A° in klassischer Naherung. Wir bezeichnen
den o»-Eintrag als M?2:

M% = 5%\/’;14_ Bf — m2(tan 3 + cot f3) . (9.140)

In analoger Weise lassen sich die tbrigen Massenterme berechnen und diagona-
lisieren. Bei der weiteren Berechnung der Massen werden wir die Gleichungen
t1 = to = 0 als glltig annehmen. Da sich die entsprechenden Rechnungen in der
Literatur finden [45] (s. a. [46, 47, 48] fur weitergehend kommentierte Rechnungen),
beschréanken wir uns auf die Ergebnisse. Diese lauten

M2 = g” 2+92 (02 +v2) (9.141)

M? = g;(v% +v3), (9.142)

Mps = M3+ Mg, (9.143)

Mpy, = % [Mi +Mj + \/(Mf1 + M2)2 — 4M2 Micm (9144
M3 + M2

tan2a = tan2( (9.145)

M2 M2

fiir die Massen der W - und Z-Bosonen sowie der Higgsbosonen H=, H°, h° und fiir
den Mischungswinkel «.. Mit der zusatzlichen Definition

M
cosfy = WW (9.146)
VA

lauten die Ergebnisse fiir die Diagonalisierungsmatrizen der Eich- und Higgsbosonen
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aus Abschnitt 9.2.3 in klassischer Néherung:

Ry = (g;j o —Cgisnefvw) D, (9.147
re = (e ). 0240
me= (). 0149
ree = (Sf ) 0150

Mit den hier aufgefiihrten Umformungen erhalten wir fir die in Masseneigen-
zustanden umgeschriebene kovariante Ableitung (9.1):

D, = 0,+eQA,+ig;T7Z, + igT“LW[;F +igT™ W, (9.151)

mit der elektrischen Ladung e, der Kopplung gzTZ ans Z-Boson sowie den SU (2)-
Generatoren T=:

e = gsinby = g cosby, (9.152)

9777 = —2 (T3 — Qsinfy) (9.153)
cos Oy

T = T 44iT?. (9.154)

Die kovariante Ableitung enthélt die Informationen Uber die Wechselwirkungen der
Eichbosonen mit allen anderen Feldern in klassischer N&herung.

Fir den Sektor der Neutralinos und Charginos lassen sich keine genauso expliziten
Gleichungen wie fir die bisher diskutierten Felder angeben. Die Massenmatrizen der
Neutralinos und Charginos lauten Y bzw. X mit

M1 0 —MZchg MZsng
- 0 M2 MZCWCB —MZch[g
Y= —Mzswcg MZCWCB 0 — U ’ (9'155)
Mzswsg —Mzewsg — I 0
M, Myw+/2sin 8
X = . 1
(anvns ", 6150

Es werden unitare Diagonalisierungsmatrizen N, U, V' eingefihrt, die diese Massen-
matrizen diagonalisieren:

N*YN~' = diag(m
U*XvV~t = diag(m

Oy e ey T (9.157)

0
LR (9.158)
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Damit sind die Neutralino- und Charginomassen in klassischer Naherung durch die

Eigenwerte m,o, ..., m,o, My, My 4 gegeben, und die Transformationsmatrizen fir
die physikalischen Felder lauten
Ro = N7, (9.159)
R = U', (9.160)
R. = V7. (9.161)

9.3.4 Eichfixierung in klassischer Naherung
In Abschnitt 9.2.4 wurde die Eichfixierung in Abhéngigkeit von den Eichfunktionen
aus (9.78),

F* = OW® —2im((¢1 4 1) Hy + (¢ + 09) Hy) (9.162)

angegeben. Die in den F'* auftauchenden Konstanten @fjé mita=1,...,4;1=1,2
kdnnen in der klassischen N&herung genauer spezifiziert werden.

Wir geben nun an, wie diese Konstanten gewahlt werden missen, damit sich die I2,-
Eichung ergibt. Dies liefert die Anbindung unserer mit den Hintergrund-Higgsfeldern
formulierten Eichfixierung an die tbliche.

Zunéchst ist es nutzlich, v anstatt wie in (9.83), (9.84) folgendermalien zu parametri-
sieren:

5 cos f3 < 0 0 3 My —C{MWtan9W>
V2 NG My i My 0 0
= (1 (gT) %, (9.163)
o = S8 (G My —iGi My 0 0
\/§ 0 0 —CS’MW CéMW tanQW
= G (gT) vy . (9.164)

Dabei wurden sechs neue Parameter ¢; f’” eingefiihrt, die an die Stelle der o, ’23” tre-

ten. Diese neuen Parameter kdnnen nochmals in physikalischere Parameter umtrans-
formiert werden:

(¢, <) = (et Sﬂ@)(jﬁ _ij> , (9.165)

AG° AA° _ I / _
( EZGO EZAO > = DT ( CoswaL —S5SW ) > ( zg o > (9.166)

CBCWCf 35CWC§’ c
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mit der Matrix D aus GI. (9.147). Damit erhalten wir als explizite Form der Eichfi-
xierung:

F* o= ow* - jﬁg(vlg iHY oG HY) +O(B),  (9.167)
Fy = W5 — g(—uiGGImHL + 0, GImHZ) + O(9) (9.168)
F' = W' — ¢'(niC)ImH} — v, ImH2) + O(4) . (9.169)
Aquivalent kénnen wir
F* = oW + My (¢97 G++gH*H+)+0$ (9.170)
Fy OA CAGO CAAO
(5) = (52)+ 0 (oo Go o
FA . -1 F,
(5) = (1) 017

schreiben. Es gibt nun eine Wahl der ¢ und der Eichparameter &, &', die der Uiblichen
R¢-Eichung entspricht. Dies ist die Wahl

G=G=0=¢=G=0=¢=¢, (9.173)
(=== (T = =T = =0 (0174)
Mit dieser Wahl lauten die Eichfunktionen
Ft = oW* +ieMy G + O(¢) (9.175)
Fy = 8Z+EMzG° + O(9), (9.176)
Fy = 0A+0(9), (9.177)
(9.178)

Wenn in der Eichfixierung die B-Hilfsfelder durch ihre Bewegungsgleichungen eli-
miniert werden, ergibt sich

1
Lix = 25(814) — 2—5(82 + fMZGO)2
- g\amﬁ + i My G2+ O(d) . (9.179)

Der Vorteil der R¢-Eichung ist, dal die hier auftretenden Mischungsterme zwi-
schen den longitudinalen Eichbosonen und den Goldstonebosonen genau die ent-
sprechenden Mischungsterme, die sich in Ly, ergeben, absorbieren. Zugleich lie-
fert diese Eichfixierung Massenterme fiir die Goldstonebosonen mit den Massen
M. = EME, M2, = EM3.



152 Kapitel 9 Renormierung des MSSM

Die zur R¢-Eichung korrespondierende Geistlagrangedichte lautet

4
Ly = =) Cs (gBa+Fa> . (9.180)
a=1

Der bilineare Anteil liefert Massenterme fiir die Geistfelder. Durch die spezielle Wahl
der Eichparameter ist der Massenterm der Geister proportional zu dem Massenterm
der Eichbosonen. Daher erhalten wir die Masseneigenzustande c4, cz, ¢4, Cz aus
Abschnitt 9.2.3 durch die folgende Wahl der Mischungsmatrizen:

Ry =R.=R;. (9.181)
Die Massen der Geister sind
2
M? =0, (9.182)
M? = Mg =¢My, (9.183)
MY = MZ. =EME . (9.184)

9.3.5 Physkalische Parameter

Nachdem die klassische Wirkung des MSSM vollstdndig angegeben ist, legen wir
nun eine Liste der auftauchenden freien Parameter an. Wenn wir wieder den Mate-
riesektor ignorieren, tauchen in der urspriinglichen Formulierung mit symmetrischen
Feldern folgende Parameter auf:

H /
In Esusy : g,9,v1,V2, 4, T1, T2,
i . 2 2 2
In »Csoft . m17m2am3aM17M27
; ro~+,3)
in Liix, gh = 68,0157 (9.185)

Die nach Kapitel 4 irrelevanten Parameter, die durch die Kopplung an die Spurion-
komponenten entstehen, sind hier weggelassen. Die Parameter aus Lgysy soft Werden
von den definierenden Gleichungen in Abschnitt 9.2.5 offen gelassen, wahrend die-
jenigen aus Ly gn durch die Ward-ldentitédt und die Eichfixierungsbedingung vorge-
geben werden.

Im Verlauf dieses Kapitels wurde dieser Satz von Parametern in einen dquivalenten
Satz umgeformt, der einen direkteren Bezug zu physikalischen Observablen hat. Es
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gelten folgende Zusammenhange:

g,q,v1,v2 & e, Mg, My, tanf3 , (9.186)
mi,my,my < Mty ts, (9.187)
p, My, My < m+,m,+,myo , (9.188)
§€,015" &€, (I, (FIRATAL (9.189)

Die Parameter der letzten Zeile sind dabei unphysikalisch. Die brigen in diesem Ab-
schnitt berechneten Massen lassen sich als Funktionen der hier angegeben Parameter
ausdrticken. Es handelt sich dabei um folgende GroRen:

Mps, My, my., , M

CA,Z)

M+, Mo, Mg+ . (9.190)

Dabei ist zu beachten, dal® die Wahl, M 4 als unabhangig und Mpy=, Mg, als davon
abhéngig zu betrachten, willkirlich ist. Ebenso ist die Wahl von Myt , Ty 5, 0 als
unabhangige Massen nur durch die Aussicht begriindet, die Teilchen Charglnos und

das leichteste Neutralino eventuell als erste im Experiment zu finden.

9.4 Renormierung und Renormierbarkeit

94.1 Strategie

Nachdem das MSSM allgemein durch die Bedingungen aus Abschnitt 9.2.5 definiert
ist, ergeben sich Quantenkorrekturen zu der klassischen Naherung iterativ. Ist die
Theorie bis zur Ordnung %™ ~! renormiert, so liefern die klassische Wirkung und die
Counterterme bis zur Ordnung %" ~! die Feynmanregeln zur Berechnung der Schlei-
fendiagramme der Ordnung #". Die Counterterme in dieser Ordnung miissen so fest-
gelegt werden, daB die definierenden Bedingungen des MSSM aus Abschnitt 9.2.5
erfallt sind.

Fir die Renormierbarkeit missen drei Punkte untersucht werden:

1. Die Counterterme der Ordnung /" missen so adjustiert werden kénnen, daB die
definierenden Bedingungen des MSSM in dieser Ordnung gelten.

2. Die Struktur der dann noch zu addierenden symmetrischen Counterterme muf
bestimmt werden. Gibt es nur endlich viele symmetrische Counterterme, so hat
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das MSSM nur endlich viele unabhéangige Parameter; entsprechen die symme-
trischen Counterterme gerade der Feld- und Parameterrenormierung, dann ent-
sprechen die freien Parameter des MSSM gerade den Parametern der klassi-
schen Wirkung und das MSSM ist multiplikativ renormierbar.

3. Es muB gezeigt werden, daf’ in der Ordnung »" keine Terme entstehen oder
addiert werden mussen, die in noch hoheren Ordnung zu Infrarotdivergenzen
fihren konnten.

Gelten diese drei Punkte, so folgt die Renormierbarkeit durch vollstdndige Induktion.

Dal} die definierenden Bedingungen in allen Ordnungen erfillbar sind und das
MSSM damit anomaliefrei ist, nehmen wir ohne Beweis an. Die Argumente hierftr
wurden bereits im Rahmen allgemeiner Modelle in Kapitel 4.3 genannt. Zusétzlich
ist die Bedingung fir das Verschwinden der Adler-Bardeen-Anomalie im MSSM
erfallt:

STUTL T = 0. (9.191)

Hier bedeutet 7, den Generator der SU(3) x SU(2) x U(1)-Eichguppe auf den
linkshandigen Fermionen des MSSM. Dal} die Kombination in (9.191) verschwindet,
liegt insbesondere daran, da die Summe der Hyperladungen der SU(2)-Dubletts
und der SU(3)-Tripletts aus linkshdndigen Fermionen verschwindet, sowie an der
Gleichung

> W) =0, (9.192)

wobei ¢ die linkshéndigen Fermionen durchlauft [67].

9.4.2 Symmetrische Counterterme

Nachdem in der Ordnung ~" alle definierenden Bedingungen des MSSM durch ge-
eignete Counterterme hergestellt sind, konnen immer noch weitere Counterterme ad-
diert werden, die im Einklang mit diesen Bedingungen stehen. Diese symmetrischen
Counterterme mussen zum einen die verbleibenden Divergenzen aus den Schleifen-
integralen absorbieren, und zum anderen konnen ihre endlichen Anteile so festgelegt
werden, dal’ die gewiinschten Normierungsbedingungen erfillt sind. Wir geben die
symmetrischen Counterterme des MSSM nun an, unterteilt in vier Typen.



Abschnitt 9.4 Renormierung und Renormierbarkeit 155

Divergente Counterterme

Die symmetrischen Counterterme der ersten beiden Typen entsprechen der Renor-
mierung der freien Parameter und der symmetrischen Felder in der klassischen Wir-
kung. Diese Counterterme I'syy 1, I'sym 2 sind analog zu den symmetrischen Counter-
termen der allgemeinen Modelle in Kapitel 4 und erfiillen

stgl'sym12 = 0,
Warsymlz = 0, (9-193)

und analoge weitere Bedingungen, entsprechend allen definierenden Gleichungen in
Abschnitt 9.2.5.

Als ersten Typ der Counterterme fiihren wir diejenigen an, die den freien Parametern
entsprechen. Diese konnen als

0 0
Cymi = Zégia—grwzami 5T (9.194)
gi ‘ m; !

geschrieben werden. In dieser Gleichung durchlaufen die g; alle Kopplungen und die
m; alle Massenparameter der Lagrangedichte Lqysy + Lsoft:

- /

In Esusy : 9,9 ,v1,02, 4y T1, T2,

. 2 2 9

iN Lsort : My, my, ms, My, Mo. (9.195)

Die zusétzlich noch in Abschnitt 9.3.5 angegebenen Parameter aus I'¢; werden durch
die Definitionsgleichungen des MSSM vorgegeben und kénnen an dieser Stelle nicht
renormiert werden.

Der zweite Typ symmetrischer Counterterme entspricht der Renormierung der sym-
metrischen Felder. Diese Counterterme sind von der allgemeinen Form

0Z;
Lym2 = sry / TYzSOz + ...

= = Y, 4 ... 1

so dal die Felder und die zugehorigen Y -Felder immer mit dem entgegengesetzten
Z-Faktor renormiert werden. Die in (9.196) durchlaufenen Feldmultipletts ¢; sowie
die nicht explizit aufgeschriebenen Terme werden nun erklart. Die ; kdnnen nur
symmetrische Felder bzw. vollstandige Multipletts durchlaufen, da nur dadurch die
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hier erzeugten Counterterme mit der globalen Ward-ldentitat des MSSM vertrédglich
sind. Weil s, auf allen Feldern aufer den abelschen Y).-Feldern nilpotent ist, flhren
die Terme (9.196) fir Y; # Y, auf Counterterme, die ihrerseits sp,I'sym2 = 0
erfiillen. Uber die Slavnov-Taylor-ldentitt und die Ward-ldentit&t hinaus wurden
aber mit der U (1)-Geistgleichung und den Eichfixierungsbedingungen noch weitere
Forderungen an das MSSM gestellt, die von I'sym » respektiert werden missen. Da
diese Bedingungen die B- und die ¢’-Abhangigkeit von I" festlegen, sind in einigen
Fallen zur Kompensation Zusatzterme in (9.196) notig, etwa in

A
st / 7W (Vi WH — 2,0W,) . (9.197)
Insgesamt gibt es folgende unabhangige Feldrenormierungskonstanten:
Wy Zixy Loy Ly L,y L, - (9.198)

Die entsprechenden Feldrenormierungen wirken wie folgt:

VZn W, Ty Yy,
VZiw B, Zw ‘¢ Zwt
-1
A} = {Vvaizsva
-1
{,Y.} = {V/Zecy\/Z. Y.}
! II,L ! ! I_l !
{W/M)A/7Y)\I,C/,BI,E/,9/} N VZW V}/ :\/Zle )\,, \/ZW _1};)\: iy
V2wl N Zwr BN Zwr €N Zw g
—1
1H:, Y,y — ANZuHi/Zn, Yu,}
) ~a —1 94 ~a
(67 +0)) = V2w~ Zu, (¢ +7})
o 1 -
(o + 01 = VZwi/Zy, (¢} + 0} (9.199)

Infinitesimal in I'; ausgefihrt liefern diese Feldrenormierungen die symmetrischen
Counterterme des zweiten Typs.

{Wr Yy, B, ¢, — {

Zu diesen Countertermen l&ait sich folgendes anmerken:

e Dal} sich alle Counterterme, die (9.193) l6sen, als Feld- oder Parameterrenor-
mierung schreiben lassen, zeigt, dall das MSSM multiplikativ renormierbar ist.

e Nicht alle Felder werden unabhéngig renormiert. Aus den oben genannten
Grinden existieren insbesondere keine unabhdngigen Renormierungen fir die
Hintergrund-Higgsfelder, die B-Felder und die Eichparameter.
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e Die einzelnen Komponenten der Supermultipletts werden mit unabhéngigen
Z-Faktoren renormiert. Dies wurde bereits in Kapitel 6.2.5 anhand explizi-
ter Einschleifenrechnungen illustriert und mit den Schleifenkorrekturen zu den
Supersymmetrie-Transformationen in Beziehung gesetzt.

e Im Gegensatz dazu reichen gemeinsame Z-Faktoren innerhalb von Eichmulti-
pletts aus, um die Divergenzen zu absorbieren, da (9.193) keine Ldsungen hat,
bei denen die einzelnen Komponenten von Eichmultipletts verschieden behan-
delt werden.

Endliche Counterterme

Die Divergenzen, die in Schleifenintegralen nach Kompensation der Symmetriebre-
chungen noch auftreten konnen, erfiillen genau dieselben Gleichungen wie die bis-
her angegeben symmetrischen Counterterme. Deshalb sind die bisher angegebenen
Counterterme vom Standpunkt der Divergenzen aus vollig ausreichend.

Im MSSM sind aber noch zwei weitere Typen von Countertermen wichtig. Diese
Counterterme sind UV-endlich und wurden bei der allgemeinen Untersuchung in Ka-
pitel 4 nicht diskutiert.

Der dritte Typ von Countertermen entspricht der infinitesimalen Anderung der expli-
zit in den Definitionsbedingungen auftauchenden Parametern. Dies sind insbesondere
die Parameter

£,¢, (9.200)

die explizit durch die Eichfixierungsbedingungen vorgeschrieben werden, sowie die
Parameter

AT BN B SR By
Uy, V1, Uy, Ug , Ug, Uy, (9.201)

die durch die globale SU(2) x U(1)-Ward-ldentitat festgelegt werden. Werden diese
Parameter zugleich in den Symmetrie-ldentitdten und in der effektiven Wirkung I
gedndert, so bleiben alle Identitaten giltig. Vom praktischen Standpunkt aus konnen
diese Parameter genauso behandelt werden wie die Parameter des ersten Typs. Aqui-
valent zu einer in jeder Ordnung erfolgten Anderung dieser Parameter ist die Sicht-
weise, dal die &, & und die o in den entsprechenden Definitionsgleichungen von
vornherein als nichttriviale Potenzreihen in % auftreten:

e = &) +he) +... (9.202)
80 = %+ R+ ... . (9.203)

7
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Die Renormierung dieser Parameter hat nicht den Zweck, Divergenzen zu absor-
bieren. Vielmehr wird dadurch ermdglicht, bestimmte Normierungsbedingungen zu
erfiillen. Als ein Beispiel wurde bereits in Abschnitt 9.2.4 gezeigt, daR die Eich-
fixierung nur dann wie gewtnscht gerade die Goldstonefelder enthélt, wenn die v
proportional zu den Matrixelementen von R+, R4 gewahlt werden,

Bisher wurden die symmetrischen Counterterme anhand der symmetrischen Felder
diskutiert. Die symmetrischen Felder werden aber ihrerseits nur als HilfsgroRen be-
trachtet, die stets implizit durch die physikalischen Felder ausgedriickt werden. Dabei
gilt, wie in Abschnitt 9.2.3 genau ausgefiihrt, der generische Zusammenhang

eYM = RypPMs. (9.204)
Die Wichtigkeit dieser Parametrisierung liegt darin, dal die physikalischen Felder
insbesondere zur Behandlung von unphysikalischen Infrarotdivergenzen unumgang-
lich sind. DaR dabei die Matrizen Rx nichttriviale Potenzreihen in # sind und damit
Ordnung fiir Ordnung bestimmt werden missen, liefert effektiv eine weitere Klasse
von Countertermen.

Die durch Anpassung der Matrizen Ry entstehenden Counterterme bilden den vier-
ten Typ von Countertermen. Die Struktur dieser Counterterme erhalten wir folgen-
dermalRen: Sei I'Y™(x™™) eine in symmetrischen Feldern parametrisierte effektive
Wirkung, die alle Definitionsbedingungen bis zur Ordnung A" erfillt. Wahlen wir
zwei verschiedene Umparametrisierungen in physikalische Felder Ry und Ry =
Rx(1+ A" R), dann ergeben sich zwei unterschiedliche effektive Wirkungen, die in
physikalischen Feldern ausgedrtickt sind:

T(P™) = TY™(RyP™) (9.205)
L(e™) = T™(Rxe™) . (9.206)

Der Unterschied 7"6T" = T' — I entspricht einem Counterterm der Ordnung 7"

R"ST(9P™%) = D((1+ h"0R)pP™) — (")
0L (™)

&’O?hys

= R"(0Rp™®); +O(R™). (9.207)

Dieser Counterterm enthélt keine UV-Divergenzen, da die Matrizen Ry keine UV-

Divergenzen enthalten.

Sowohl T als auch T erfiillen alle Symmetrie-Identitaten, wenn diese nur mit den
entsprechenden Matrizen Rx bzw. Rx geschrieben werden. Aus dieser Tatsache laft



Abschnitt 9.4 Renormierung und Renormierbarkeit 159

sich eine einfache Charakterisierung fiir die Counterterme 6" ableiten. Sei S(I') = 0
die von T erfilllte Slavnov-Taylor-Identitét, und sei (S +#%"6S)(T) = 0 diejenige fiir
T. Der Unterschied "85 riihrt dabei von dem Unterschied A" R der explizit auftau-
chenden Rx-Matrizen her. Aus diesen Gleichungen folgt die Charakterisierung

sty +0S(T'y) = 0 (9.208)

und entsprechend fir die Gbrigen Symmetrie-ldentitéten.

9.4.3 Masselosigkeit des Photonsund der Goldstonerichtungen

Bevor wir die Infrarotendlichkeit des MSSM beweisen, ziehen wir zwei Folgerungen,
die storungstheoretisch exakt gelten und sowohl fur die physikalische Interpretation
als auch fir die weiteren theoretischen Uberlegungen wichtig sind.

Wir zeigen, daR das MSSM in allen Ordnungen genau ein masseloses Eichboson und
einen masselosen Faddeev-Popov-Geist beschreibt, und dal} es genau drei masselose
Goldstonerichtungen im Higgspotential gibt.

Fir diesen Beweis konnen wir direkt auf die allgemeinen Folgerungen aus Abschnitt
8 zurtickgreifen. Zu jedem Eichsymmetrie-Generator existieren masselose Felder: Je-
der ungebrochenen Symmetrie entspricht ein masseloses Vektorboson und ein mas-
seloses Geistfeld. Und jeder spontan gebrochenen Symmetrie entspricht ein Eigen-
vektor der Higgs-Selbstenergiematrix bei p = 0 zum Eigenwert Null.?

In klassischer Naherung enthélt das MSSM ein masseloses und drei massive Vek-
torbosonen und ebensolche Geister, sowie drei masselose Goldstonerichtungen des
Higgspotentials und ansonsten ausschlie3lich massive Higgsfreiheitsgrade. Da hohe-
re Ordnungen in der Storungstheorie formal als infinitesimal aufzufassen sind, muf}
ein Masseneigenwert, der in klassischer Naherung = 0 ist, in hheren Ordnungen
ebenfalls = 0 sein. Umgekehrt kann sich also die Zahl der masselosen Felder in
hoheren Ordnungen nur verringern.

Daraus folgt, dal} das MSSM in hoheren Ordnungen hochstens ein masseloses Vek-
torboson und hochstens drei masselose Goldstonerichtungen enthalt. Damit gibt es
zugleich mindestens drei und hochstens drei spontan gebrochene Symmetrien, folg-
lich also genau drei. Das MSSM enthalt somit in allen Ordnungen genau ein masselo-

3Die masselosen Goldstonerichtungen im Higgssektor entsprechen allerdings keinen masselosen Freiheitsgraden,
da die Eichfixierung zu einer Mischung der Goldstonebosonen mit den B-Feldern und damit letztlich zu Massentermen
der Goldstonebosonen fiihrt.
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ses Vektorboson, einen masselosen Faddeev-Popov-Geist, und drei masselose Gold-
stonerichtungen.

Das Photonfeld A* und das Geistfeld c4 kdnnen damit in allen Ordnungen eindeutig
als die masselosen Freiheitsgrade identifiziert werden.

9.4.4 Infrarotdivergenzen
Problemstellung

Im MSSM sind wegen der masselosen Teilchen im Prinzip unphysikalische Infra-
rotdivergenzen (IR-Divergenzen) moglich. Zur Renormierung des MSSM gehort der
Beweis, daB solche IR-Divergenzen nicht existieren. Da darin alle Eigentiimlichkei-
ten des MSSM und unserer speziellen Konstruktion eine wesentliche Rolle spielen,
ist dieser Beweis einer der anspruchsvollsten und wichtigsten Teile unserer Behand-
lung. Wir werden die IR-Konvergenz des MSSM in diesem Abschnitt beweisen. Wie
wir dabei diskutieren werden, wurde unser Zugang zum MSSM in einigen Punkten
speziell im Hinblick auf die Behandlung der IR-Divergenzen hin gewdhlt.

IR-Divergenzen kénnen im Prinzip an zwei Stellen auftreten: Zum einen in der ef-
fektiven Wirkung I', wodurch bestimmte Greenfunktionen Iy, (p, . ..) flr beliebi-
ge dullere Impulse divergent und damit undefiniert sind. Und zum andern koénnen
IR-Divergenzen in den Symmetrieoperatoren S(I'), WT auftreten, wodurch die An-
wendung dieser Operatoren ihren Sinn verlieren wiirde.*

In der Literatur wurden solche IR-Divergenzen im Rahmen des Standardmodells [43]
und im Rahmen supersymmetrische Yang-Mills-Theorien mit sanfter Brechung [5]
behandelt. Dabei wurden nach dem in Kapitel D.6 beschriebenen Formalismus IR-
Dimensionen r fiir alle Felder eingefiihrt und damit gezeigt, dal® nur Terme auftreten,
die nicht zu IR-Divergenzen fihren.

An dieser Stelle ist es sinnvoll, neben dem Begriff der IR-Divergenzen den Begriff
der IR-gefahrlichen Terme einzufiihren. Angenommen, bis zur Ordnung A" sind al-
le Schleifendiagramme IR-endlich. Die Diagramme und Counterterme der Ordnung
K™ treten aber als Einsetzungen in Schleifendiagrammen der Ordnung A" *! auf und

4Wie in Anhang D.6 diskutiert wird, kénnen im MSSM sehr wohl physikalische IR-Divergenzen auftreten, die
von der Langreichweitigkeit der elektromagnetischen Wechselwirkung herriihren. Solche Divergenzen entsprechen
einzelnen singuldren Punkten bestimmter Greenfunktionen, die fir allgemeine Argumente aber analytisch sind. Diese
Divergenzen sind in diesem Abschnitt nicht gemeint.
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konnen dort unter Umstanden zu IR-Divergenzen fiihren. Solche Terme der Ord-
nung A", die an sich IR-endlich sind, aber als Einsetzung in héheren Ordnungen
IR-Divergenzen produzieren kdnnen, nennen wir IR-geféahrlich.

Terme, die nicht IR-gefédhrlich sind und somit zu keinen IR-Divergenzen in hoheren
Ordnungen fiihren kdnnen, nennen wir IR-sicher. In I' sind alle Terme mit » > 4 IR-
sicher, die Symmetrieoperatoren sind IR-sicher, wenn sie nur auf Terme mit » > 2.5
flhren.

Uber die im Standardmodell und in allgemeinen supersymmetrischen Eichtheorien
mit sanfter Brechung auftretenden Probleme hinaus wirft das MSSM einige spezifi-
sche Schwierigkeiten auf:

¢ Im Standardmodell treten mit dem Photon und dem zugehdrigen Geistfeld mas-
selose Felder auf, denen die IR-Dimensionen r(A*) = 1, r(c4) = 0 gegeben
werden mussen. Damit ist eine Reihe von Termen wie etwa A* A, IR-gefahrlich
und muB ausgeschlossen werden. Die Behandlung der sanften Brechungen muf
dem Auftauchen der Konstanten f, in dem Feld f = f + fy, Rechnung tragen.
Da diese Konstante zum Beispiel in dem Ward-Operator

6T 6T
Wil = /2f0§ 57t

auftaucht, mul »(f) < 1.5 gesetzt werden, damit der Ward-Operator nicht auf
verbotene Terme mit » < 2.5 flihrt. Diese Wahl furr ( f) fuhrt ihrerseits aber auf
eine Reihe weiterer gefahrlicher Terme, die einzeln diskutiert werden missen.

+2f (9.209)

e In den Ward-Identitaten tauchen auch Beitrage des konstanten Anteils o in dem
Hintergrundfeld (¢ + v) auf. Dadurch ist die Wahl »(¢) = 2 nicht generell
maoglich.

e Die im Standardmodell verwendete Behandlung der Higgsvakuumerwartungs-
werte ist im MSSM wegen der Mischung G° <+ A%, G* <+ H® problematisch.
Im Standardmodell wurde analog zu dem Beispiel in Abschnitt 8.6 dem dy-
namischen Higgsdublett (H + wvy) genau wie dem Hintergrund-Higgsdublett
(gﬁ + 0) ein konstanter Beitrag gegeben. Die Konstante v taucht etwa in der
Ward-ldentitat als

or

SH +...

Wik = [T + o)

~ /vo% + homogene Terme (9.210)
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auf.

Im MSSM fiihrt dieses Vorgehen auf folgende Alternative: Entweder wir
wahlen 7(G®) = 1 und nehmen in Kauf, daB dadurch sehr viele formal IR-
gefahrliche Terme entstehen, die alle einzeln untersucht werden mften.

Dies ist unbefriedigend, denn das Goldstoneboson GY wird durch die Wahl
r(G°) = 1 wie ein masseloses Teilchen behandelt, und damit wird ignoriert,
dal es wegen der R¢-Eichung tatsachlich nicht masselos ist. AuBerdem mischen
GY und A° so daR in der Ward-ldentitét in hoheren Ordnungen unweigerlich
Terme der Art

or or
~ /'UO (m(RAl)lj + @(RA1)2]> (9211)

auftreten wiirden, wodurch auch dem physikalischen, massiven Higgsboson A°
die IR-Dimension r(A°) = 1 zugewiesen werden miite. Es erscheint daher an-
schaulich klar, daB die Wahl r(G°) = 1 tberflissig viele formal IR-gefahrliche
Terme produziert, und dal3 eine Wahl der IR-Dimensionen r existieren sollte,
bei der weniger formal gefahrliche Terme entstehen.

Die Alternative 7(G°) = r(G*) = r(A%) = r(H*) = 2 wiirde zwar anschau-
licher wiederspiegeln, dal? all diese Felder massive Propagatoren besitzen. Aber
mit dieser Wahl fihrt die Ward-1dentitat auf Terme mit » = 2 und ist damit nicht
IR-sicher.

e Im allgemeinensind Terme in I' mit » < 4 IR-gefahrlich. Aber Terme, die linear
in dynamischen Feldern sind, kdnnen nie als Vertizes in 1Pl Schleifendiagram-
men auftreten und damit erst recht nicht zu IR-Divergenzen fiihren. Daher kann
flr diese linearen Terme die Forderung nach » > 4 fallengelassen werden.

Diese Mdoglichkeit wurde bereits in [5] bei der Diskussion eines potentiell
gefédhrlichen Terms benutzt. Im MSSM wird eine grol’e Anzahl linearer Terme
mit » < 4 auftreten. Es ist dabei zu beachten, daR diese Terme nicht ignoriert
werden kdnnen, obwohl sie in I' nicht zu Divergenzen fiihren. Denn die linea-
ren Terme konnten den IR-Divergenzgrad in S(I') oder in WI" so absenken,
dal dort Divergenzen entstehen.

L 6sungsideen

Zur Behandlung obiger Aspekte wurden einige Ideen entwickelt, wie die in der Lite-
ratur angewandten Methoden abzuwandeln und zu ergénzen sind:
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e Wir setzen die Konstante vy = 0. Dadurch ist es moglich, 7(G°) = r(A4°%) =
r(G*) = r(H*) = 2 zu setzen, ohne Divergenzen in den Ward-ldentitaten
zu erzeugen. Durch diese Wahl wird den massiven Propagatoren dieser Felder
Rechnung getragen und Terme mit diesen Feldern sind IR-ungeféhrlich. Da-
mit wird die oben diskutierte Verschrankung der mit v und der G° « A°-
Mischung zusammenhangenden Probleme gel0st.

e Wir definieren neue duBere Felder G¢, G®, a = 1,2, 3 so, daR

r
W, = /1'55@ -+ homogene Terme , (9.212)

or
Wprll = /1- — 4+ homogene Terme . 9.213
R SOR g ( )

Nur fiir diese Felder setzen wir #(G®") = 1. Dadurch werden zwei Proble-
me zugleich gelOst. Zum einen sind die Ward-Identitaten IR-sicher. Zugleich
aber werden genau diejenigen Terme, zum Beispiel A”AM(?“, als IR-gefahrlich
fir I' ausgezeichnet, deren Existenz in I' unter Benutzung der Ward-ldentitaten
gerade ausgeschlossen werden kann.

e Die in dynamischen Feldern linearen Terme werden gesondert behandelt, und
es wird explizit Gberpriift, dal sie zu keinen IR-Divergenzen in den Symmetrie-
Identitdten AnlaRR geben. Dabei ist zu beachten, dal? kein Zirkelschluf} entsteht,
wenn wir die Symmetrien zugleich benutzen, um IR-gefahrliche Terme auszu-
schlieRen.

Dald wir bereits bei der Formulierung der Ward-Identitdten in Abschnitt 9.2.2 auf eine
Konstante vy in der Transformation der dynamischen Higgsfelder verzichtet haben,
geht auf das hier diskutierte Argument zurlck.

Ferner stellt die Behandlung der IR-Divergenzen den eigentlichen Grund dar, wes-
halb die physikalischen Felder eine grundlegendere Parametrisierung des MSSM dar-
stellen als die symmetrischen. Nur den physikalischen Feldern lassen sich eindeutige
IR-Dimensionen zuordnen. Die symmetrischen Felder dagegen sind im allgemeinen
Linearkombinationen von Feldern mit verschiedener Dimension und eignen sich des-
halb nicht zu einem sauberen Aufbau der Stérungstheorie, die die IR-Divergenzen
beriicksichtigt.

In der Folge werden die hier vorgestellten Ideen konkret angewandt.
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P AH CA By CA 4 By Cyz ct B* et lcly
T((p) 1 0 2 2 1 2 3 1 2 3 3/2

o €€ wt a x GBRe HF
1 1 2

Tabelle 9.2: IR-Dimensionen. Die IR-Dimensionen der hier nicht explizit aufgeftihr-
ten dynamischen Felder sind alle r = 2 gesetzt. Die IR-Dimensionen der Y -Felder
setzen wir auf r(Y;) = d(Y;) =4 — d(;).

Beweisder |R-Endlichkeit von T

Zum Beweis der IR-Endlichkeit setzen wir voraus, dal} die Theorie bis zur Ordnung
A"~1 UV- und IR-endlich ist, samtliche definierenden Bedingungen aus Abschnitt
9.2.5 erflllt sind und keine IR-geféhrlichen Terme in I' oder den Symmetrieopera-
toren auftauchen. Daraus folgt, daB in der Ordnung 2" noch keine IR-Divergenzen
entstehen. Ferner setzen wir voraus, daB alle Symmetrie-Identitaten in der Ordnung
h" durch geeignete Counterterme hergestellt wurden. Zu zeigen bleibt, dal’ in der
Ordnung h" keine IR-gefahrlichen Terme entstehen oder IR-gefahrliche Counterter-
me addiert werden missen, die in noch héheren Ordnung zu IR-Divergenzen fiihren
kdnnten.

In Ubereinstimmung mit den im vorigen Abschnitt entwickelten Ideen wahlen wir
die IR-Dimensionen der Felder wie folgt. Fir die masselosen Felder wahlen wir wie
im Standardmodell
r(A") =1,r(cq) =0,7(Cs) = 2,7(Ba) = 2, (9.214)
flr die massiven Felder wahlen wir im allgemeinen » = 2, insbesondere
r(G%) = r(GF) = 2, (9.215)

allerdings mit der Ausnahme

r(cg) = r(ct) = 1,r(¢z) = r(c%) = 3. (9.216)

Die &uReren Felder (f + fo), (¢; + 9;), die mit einer konstanten Verschiebung in den
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Ward-ldentitaten auftauchen, parametrisieren wir folgendermal3en um:

(G
i ~1
Nl (52

: = Ry| G* |- (9.217)
GS

Hierbei ist R& eine invertierbare 34 x 34-Matrix und der Index £ = 1...30. Die
ersten vier Spalten von ng sind durch die Bedingungen

(S Aaj 5 Aaj—l— (S (S (S
Ay ;) ) § NSRS ¥ A 21
0 _ 7 ~\bj Y n ~\bjt %)
B (6a( + 0))] 45— W+(5a(¢+v)i Mo 53 (9.219)

definiert, wahrend die genaue Definition der tbrigen Spalten von Ré keine Rolle
spielt. Wichtig ist, da die so definierten G® alle C' P-ungerade sind.

Der Zweck dieser Parametrisierung liegt darin, dal? mit den G genau die inhomoge-
nen Terme in den Ward-ldentitaten beschrieben werden:

r
W,I' = /1 - ;Ga + homogene Terme , (9.220)
WT = /—1- 5? + homogene Terme , (9.221)
0G3
or
Wrl = /1- — + homogene Terme . 9.222
R SOR g ( )

Es sind dabei fur die funf Ward-1dentitaten nur vier linear unabhangige G notig, da
eine analoge Definition fur ein Feld G’ wegen der Gleichung (J3+¢")(¢+0)|;_, = 0

proportional zu G3 ware. Wir definieren nun

r(GF) = (G = 1,r(H*) = 2. (9.223)

Die IR-Dimensionen aller Felder werden in Tabelle 9.4.4 zusammengefalit.

Die vollstandige Liste aller Terme mit » < 4 und mindestens zwei dynamischen
Feldern, die in I" auftreten konnten, also CP-gerade, Lorentzinvariant und von der
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Geistzahl Null sind, lautet
/d4x{A“Au, A“Zu, CACA,CACZ, CZEA} ,
/d4${GRA'uAM, GRCAEA, GA'GAHAM, G'GCAEA} . (9.224)

Da diese Terme nicht impulsabhangig sind, werden sie ausgeschlossen, indem die
Normierungsbedingungen

x(p=0) = 0 (9.225)
erfullt werden, wobei X die obigen Monome durchléuft.

An dieser Stelle benutzen wir die Folgerungen aus Abschnitt 9.4.3: Das MSSM
enthélt in allen Ordnungen genau ein masseloses Vektorboson, einen masselosen
Faddeev-Popov-Geist, und drei masselose Goldstonerichtungen.

Da folglich die Vektorselbstenergiematrix und die Geistselbstenergiematrix bei p =
0 den Eigenwert Null haben,
det(Ty"y, (p = 0)) = det(Te,q,(p = 0)) = 0, (9.226)

kdnnen die Matrizen Ry, R., Rz so gewahlt werden, dal? die Normierungsbedingun-
gen

Lanar(p=0) =T4uze(p=0)

= FCAEA(p = 0) = FCAEZ(p = 0) = FCZEA(p = 0) = 0 (9227)
erfllt sind. Dies zeigt, daB die IR-gefahrlichen Terme der ersten Zeile in (9.224)
vermieden werden konnen.

Die Terme der zweiten Zeile in (9.224) schlieBen wir lber die Ward-ldentitaten aus.
Betrachten wir zunachst GFA*A,,. Aus
oW, I’

0 =~ T (9.228)

folgt dann
0 0 Wy
O AHr

Fir p = 0 verschwindet der zweite Summand in dieser Gleichung gerade wegen der
Masselosigkeit des Photons A*. Daher folgt auch

[pea,cup=0) = 0. (9.230)

0 = 1T 4y gn+2 D mws - (9.229)
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Die Ubrigen Terme der zweiten Zeile in (9.224) lassen sich genauso ausschlief3en.

Damit ist bewiesen, dall zu I" in der Ordnung 2" keine IR-gefahrlichen Terme addiert
werden missen. I' hat damit die Form

[ = Tysi+ e, (9.231)

wobei I',>4 nur Terme mit » > 4 enthalt und I', .4 maximal linear in den dynami-
schen Feldern ist.

Beweisder | R-Endlichkeit der Symmetrieoperatoren

Fir die Symmetrieoperatoren muf3 zum einen gezeigt werden, dal’ ihre Anwendung
auf I',>4 nicht zu IR-gefédhrlichen Termen fihren kann. Zum andern ist auszuschlie-
Ren, dal die zusatzlichen, maximal linearen Terme I',. -4 IR-Divergenzen produzieren
kdnnen.

Die Ward-Identitaten enthalten keine IR-gefahrlichen Terme, denn in
WET = WAL,y + WET .oy, (9.232)
W' = W,lss + Wl (9.233)

ist der zweite Term auf der rechten Seite maximal linear in dynamischen Feldern,
also ungefahrlich. Der erste Term erfullt die Bedingung » > 2.5 wegen unserer Wahl
der IR-Dimensionen, insbesondere von r(G%).

Der schwierigste Teil unserer Untersuchung betrifft die IR-Endlichkeit der Slavnov-
Taylor-ldentitdt. S(I") besteht aus drei Teilen:

5Fr<4 5Fr<4

S() = S(Trza) v lraat | == o (9.234)
Ol >4 00 <4 Ol g 0>y / )

Lrcy = = = - . (9.235

SFTZ4 <4 5}/; 5(‘02 + 5}/; 5(‘02 + 8902 5(‘0; ( )

Auf den ersten Term S(I',>4) kann das Quantenwirkungsprinzip direkt angewandt
werden,® und wegen unserer Wahl der IR-Dimensionen ergeben sich dabei nur Terme
mit r > 2.5.

Um die anderen beiden Terme zu behandeln, bendtigen wir die allgemeine Form des
linearen Anteils I',4. Die einzigen Terme, aus denen sich I'..4, zusammensetzen

®Der Grund ist, daB das volle I" und T',.>4 zur Berechnung von Schleifendiagrammen dquivalent sind.
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kann, sind
{eaex; Yy'ea, Yea, A*, weitere dyn. Felder} - Polynom in(g%, a, f,x) . (9.236)

Es ist wichtig, dal? hierbei die Terme Y,c4 und auch die Tadpoleterme H° hY nicht
auftreten. Dies folgt zum einen aus der Slavnov-Taylor-ldentitdt, abgeleitet nach
0S(I') /6 Badca und 6S(I')/0hjéca bei p = 0. DaR keine Tadpoleterme auftreten,
kann durch entsprechende symmetrische Counterterme immer erreicht werden, da
die Tadpoles freie Parameter des MSSM sind, wie in Abschnitt 9.3.5 gezeigt wurde.

Damit zeigt direkte Inspektion des dritten Termes in (9.234), dall dieser Term
hochstens linear in dynamischen Feldern und damit IR-sicher ist.

Betrachten wir nun den zweiten und schwierigsten Term in (9.234). Auf jeden ein-
zelnen Summanden in

5Fr245Fr<4 + 5Fr<4 5F7°Z4 +/S {5Fr<4
3Y; by 8Y;  dpi ' O

kann das Quantenwirkungsprinzip angewandt werden, und das Ergebnis ist eine
Summe von Einsetzungen, deren IR-Grade wir nun bestimmen mussen. Eine ex-
plizite Untersuchung aller Terme ergibt, dal} jedes Feldmonom, das als Einsetzung
auftauchen kann, eine von zwei Bedingungen erfillt: Entweder ist die IR-Dimension
des Monoms r > 2.5, oder das Monom ist hochstens linear in den dynamischen Fel-
dern. Damit folgt, daB es moglich ist, alle Einsetzungen, die in (9.237) auftauchen,
als Einsetzungen mit UV-Dimension 4 und IR-Dimension 2.5, sogenannten N:--
Einsetzungen, zu definieren. Damit nimmt das Quantenwirkungsprinzip, explizit mit
UV- und IR-Graden geschrieben, fiir die Slavnov-Taylor-ldentitét die Form

S(I') = N°[A]-T, (9.238)
A = Apsos+Arcas (9.239)

(9.237)

an. Dabei bezeichnet A, o5 wieder Terme, die hOchstens linear in den dynami-
schen Feldern sind. Dies zeigt, daB auch in der Slavnov-Taylor-ldentitét keine IR-
divergenten Terme auftreten.

9.5 Renormierungsschemafir den bosonischen Sektor

In diesem Abschnitt geben wir ein Renormierungsschema fiir den Vektor- und Higgs-
sektor sowie den Geistsektor des MSSM an. Wir zeigen, daB es in dem bisher vor-
gestellten Rahmen maoglich ist, vollstandige on-shell-Renormierungsbedingungen zu



Abschnitt 9.5 Renormierungsschema fiir den bosonischen Sektor 169

erfillen, die jedem Feld entweder genau einen Masseneigenzustand oder einen un-
physikalischen Freiheitsgrad zuordnen.

9.5.1 Normierungsbedingungen

Um die Identitaten der einzelnen Felder festzulegen, stellen wir folgende Bedingun-
gen:

Fiir die gemaR L'yuy+(—p,p) = — (gw — p;?j”) [V, (=p,p) — 25Ty (=, D)
zerlegten Vektorbosonzweipunktfunktionen geben wir zwei Massen My, M, vor
und fordern

Rel' ,(p*=0) = 0, (9.240)

Rel',(p*=0) = 0, (9.241)

Rel'l ,(p? = M%) = 0, (9.242)

Rel'l,(p* = M%) = 0, (9.243)

Rel T iy (p° = M) 0, (9.244)

sowie

Red,.I ,(p* =0) = 1, (9.245)

Red,.I%,(p* = M3) = 1, (9.246)

ReD:TT - (p* = M7,) = 1. (9.247)

Dadurch werden A*, Z* und W= als Masseneigenzustande mit den Massen 0, M,
Myy ausgezeichnet.

Im Higgssektor geben wir die Masse M 4 vor und fordern

ReT 4040 (M3) 0, (9.248)
Rel yoqo(M3) = 0, (9.249)
Rel qop,(M3) = 0, (9.250)
Rel qop,(M3) = 0, (9.251)
Rel qo4u(M3) = 0, (9.252)
Rel qoz:(M3) = 0, (9.253)
ReTur(Mp prys) = 0, (9.254)
ReT in(Mp prys) = 0, (9.255)
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Rel (M7 ys) = O, (9.256)
ReLyu (M7 ys) = 0, (9.257)
ReT g (Mps, gys) = 0, (9.258)
Rel G- (M= pnys) = O, (9.259)
ReTi+p (Mp+ pnys) = O, (9.260)
Rel g (M= pnys) = 0. (9.261)

Dabei sind die Massen My j, phys Und Mg+ phys Ordnung fir Ordnung berechenbare
Funktionen der tibrigen Parameter des MSSM und kdnnen im Gegensatz zu M 4 nicht
frei gewahlt werden.

Durch diese Bedingungen werden A°, H* sowie H, h° als Masseneigenzustinde
charakterisiert. Daflir wurde nicht nur Entmischung zwischen den einzelnen Higgs-
feldern gefordert. Fiir die Felder A° und H* muRte dariiberhinaus auch Entmischung
mit den B-Feldern und den longitudinalen Eichbosonen gefordert werden, um eine
Interpretation als Masseneigenzustédnde zu ermdglichen.

Die Goldstonebosonen charakterisieren wir als die drei masselosen Richtungen des
Higgspotentials:

Rel'goqo(0) = 0, (9.262)
RGFAogo(O) = 0, (9.263)
Rel'g+g-(0) = 0, (9.264)
Rel'g+y-(0) = 0. (9.265)

Fir die Residuen der Propagatoren fordern wir
Red,:T 40.40(M?3) 1, (9.266)
Red,Trar (Mg phys) = 1, (9.267)
Red,e L (M pnys) = 1, (9.268)
Red,Lpeg (Mps pnys) = 1, (9.269)
Red,2:Tgogo(0) = 1, (9.270)
Reﬁpz | e (0) =1 (9.271)

Fir die Faddeev-Popov-Geister fordern wir ebenfalls vollstandige on-shell-
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Bedingungen:

Rel..,., (p* = 0) 0, (9.272)
Rel.,.,(p°=0) = 0, (9.273)
Rel.,z, (p>=0) = 0, (9.274)
Rel.,.,(p*>=M?) = 0, (9.275)
ReC.,z,(p* = M2)) 0, (9.276)
ReC.,z, (p* = M2)) 0, (9.277)
Rel'.(p* = M%) = 0, (9.278)
sowie
Red,le e, (p* =0) = 1, (9.279)
Redp Ty, (PP =M.) = 1, (9.280)
Red, Tea (p? = M%) = 1. (9.281)

Da die beide Massen M., und M .= mit den in der Eichfixierung verwendeten Para-
metern &, ¢’ und Cﬂf" zusammenhangen, sind zwei Sichtweisen moglich. Entweder
werden diese beiden Massen als Eingabeparameter des MSSM aufgefalt und die
Eichparameter als Funktion der Massen bestimmt, oder umgekehrt.

Aus diesen Normierungsbedingungen sind folgende hervorzuheben:

e Die Bedingungen Re{T'?, ;, T4z, Tz, Leneys Leyey b = 0 bei p? = 0 sind not-
wendig, um die IR-Endlichkeit zu sichern. Diese Bedingungen wurden deshalb
bereits in Abschitt 9.4.4 diskutiert. DaR sie tiberhaupt alle erfillbar sind, folgt
erst aus der Slavnov-Taylor-ldentitdt zusammen mit der Tatsache, dal genau
eine Eichsymmetrie ungebrochen ist.

e Die Entmischungsbedingungen zwischen den Feldern A°, H* und den unphysi-
kalischen B-Feldern und longitudinalen Eichbosonen sind zwar einerseits not-
wendig, um A° und H* die Bedeutung physikalischer Masseneigenzustinde
zu geben. Andererseits aber sind diese Entmischungsbedingungen nicht durch
die Ubliche Anpassung der beteiligten Mischungsmatrizen R4, Ry+, Ry zu
erfiillen, denn diese Matrizen kdnnen nur die Higgs- und Vektorfreiheitsgrade
untereinander entmischen. DaR alle Entmischungsbedingungen erfiillbar sind,
ist daher nicht offensichtlich.
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9.5.2 Auswertung der Normierungsbedingungen

Wir werten die Normierungsbedingungen nun aus und zeigen, dal sie alle erfillbar
sind. Wir werden sehen, daR die meisten der Normierungsbedingungen durch passen-
de Wahl der symmetrischen Counterterme erfiillt werden kénnen. Die (brigen sind
dann automatisch erftllt, wie die Slavnov-Taylor-ldentitét zeigt.

Die symmetrischen Counterterme sind in Abschnitt 9.4.2 dargelegt. Wir brauchen
hier nicht mehr zwischen den vier verschiedenen Typen symmetrischer Counterter-
me zu unterscheiden. Rechnerisch erhalten wir die symmetrischen Counterterme wie
folgt aus der klassischen Wirkung:

e Die klassische Wirkung wird mit physikalischen Parametern und physikalischen
Feldern parametrisiert. Dabei gilt auf dem klassischen Niveau der Zusammen-
hang

EYM = DyPV® (9.282)

zwischen den symmetrischen und physikalischen Feldern, d.h. Rx = Dy +
O(h). Hierbei ist in allen Sektoren die Matrix Dx eine Drehmatrix mit den
Winkeln 8y, B8 bzw. a.

e Die Counterterme ergeben sich als Differenz der nackten und klassischen Wir-
kung, wobei sich die nackte Wirkung durch Parameter- und Feldrenormierung
ergibt.

e Die Parameterrenormierung ergibt sich durch Ersetzen aller Parameter c; der
klassischen Wirkung durch entsprechende nackte Parameter c;o = ¢; + d¢;,
wobei die Countertermanteile dc; Uber die Normierungsbedingungen durch die
renormierten Anteile ¢; ausgedriickt werden kdnnen.

e Die Renormierung der physikalischen Felder P = D3 'o¥™ kann folgen-
dermalen in drei Schritten durchgefiihrt werden. Zunéchst fihrt die Parame-
terrenormierung zu nglgosym, wobei Dy die Drehmatrix ist, bei der der ent-
sprechende nackten Drehwinkel eingesetzt wurde. Renormierung der symme-
trischen Felder durch symmetrische Feldrenormierungskonstanten Zx liefert
dann Dy 'v/Zx ™. SchlieBlich ersetzen wir die symmetrischen Felder durch
die physikalischen Felder, benutzen aber die exakt gtiltige Relation. Dies liefert
insgesamt

"™ = Dxo'/ZxRxo™ = o)™, (9.283)
N i L (9.284)
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Hierbei kann Z%Y° = 1 + 625" = 1 + O(h) entwickelt werden, um die
Countertermanteile zu isolieren.

Fir die Sektoren, die wir untersuchen werden, ist die hier vorgestellte Feldrenormie-
rung gunstig; in [49] wurde zur Renormierung des Neutralino- und Charginosektors
eine leicht geanderte, aber dquivalente Feldrenormierung benutzt.

Durch Entwickeln der nackten Lagrangedichte in Potenzen von 7% lassen sich die
symmetrischen Counterterme in jeder Ordnung erhalten. In n-Schleifenordnung mit
n > 2 treten dabei auch Produkte der Form ¢,,,6,,—,,, mit m > 1 in der Countertermla-
grangedichte auf, wobei &, Counterterme der Ordnung /" bezeichnet. Solche Produk-
te sind aber durch Auswertung der Normierungsbedingungen in niedrigerer Ordnung
als h" bereits festgelegt. Die echten n-Schleifencounterterme enthalten nur §,,¢;,
0, <, aber keine niedrigeren d,,,, m < n. Nur diese echten n-Schleifencounterterme
konnen noch zur Erfullung der Normierungsbedingungen in der Ordnung A" frei
gewahlt werden. Wir erhalten diese Counterterme, indem wir in der Countertermla-
grangedichte nur bis zur ersten Ordnung in den § entwickeln.

Dieser echte n-Schleifenanteil hat deshalb in jeder Ordnung die gleiche Form.

Um zu untersuchen, ob die Normierungsbedingungen in jeder Ordnung erfillt wer-
den konnen, sind nur die echten n-Schleifencounterterme wichtig. Wir zerlegen des-
halb im folgenden den Beitrag der O(R") der effektiven Wirkung als

[ = Turen 4 457 (9.285)

Dabei enthélt 4" nur die echten symmetrischen Counterterme der Ordnung 7",
wahrend TU"""- samtliche restlichen Beitrage der Ordnung ~" enthélt. Dies sind die
Beitrdge der Schleifendiagramme, der nicht-symmetrischen Counterterme, sowie der
symmetrischen Counterterme ¢,,¢;, 6,,Z mit m < n.

Vektor sektor

Wir arbeiten nun die Countertermbeitrage zum Vektorsektor aus und zeigen, daB alle
entsprechenden Normierungsbedingungen erftillt werden kénnen.

Der Vektoranteil der klassischen Lagrangedichte ist

1 _
»CVektor, cd — _Z(A'L“/A/j,lj + ZW/Z,LW + 2W+'HVW ,Lw)

1
+ MEWHTHW ™, + §M§Z“ZM . (9.286)
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Die freien Parameter in diesem Sektor sind My, M. Renormierung der Parameter
und Felder liefert die nackte Lagrangedichte

£Vektor, 0o = £Vektor, o + £Vektor, ct

1 14 v v —
= = (A Ao + 25" Zow + 20 Wi )
1
+ Ma oW Wy, + ngozoﬂzou : (9.287)

wobei die nackten Gréflien genau nach dem obigen Schema als

Mzy=Mz+06My, (9.289)
und
Wit = \/ ZwW*H | (9.290)
< Ag > _ CWo SWo ZW/ 0 RV < A'u >
Zy —Swo Cwo 0 VZw Zy
1 A

= (1+=06Z a 9.291
592 ( 5 ) (9200

mit cyyo = cos Oyg = Myo/Mzq definiert wurden.

Arbeiten wir die nackte Lagrangedichte in erster Ordnung in den infinitesimalen An-
teilen My z, 6Z, d Zyw aus, so erhalten wir die Lagrangedichte der echten symme-
trischen Counterterme der Ordnung A"

/:'Vektor,ct:
1 6Z+627 [ A 1
_ = A,Lw Z,Lw uv — 857 +puv —
4( ) ) 9 (le> 25 WW Wul/
1 1 0 O 0 0 \1 0 O A
—(Ar Zmy | =6z ~67 .
T )[25 (0 M§>+(o M§>25 +(0 5M%>]<Zu>

+ (62w My, + Mg ) WH W, . (9.292)

Anhand dieser Struktur kdnnen wir ablesen, welche Counterterme durch welche Nor-
mierungsbedingungen bestimmt werden. Wir benutzen nun die in (9.285) erklarte
Schreibweise I' = I''""*" + §T", wobei """ die effektive Wirkung ohne die echten
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symmetrischen n-Schleifencounterterme bezeichnet.

ST (p* =0)=0 —7?, (9.293)

oTL,(p* = 0) = —0Z74 M3 — 6774, (9.294)

6% ,(p* = M3) = —5M?3 — M3, (9.295)

0Tz (0" = M3) = 6Z47 M7 —+ 674z, (9.296)
STy (0* = M) = —6 M, — MY, (9.297)
0,26T% 4 (p* = 0) = 6Zaa —— 0744, (9.298)
0,20T%,(p* = M%) = 6725 — 624y, (9.299)
00T sy (p* = M2 = 02y — 82y . (9.300)

Hierbei ist jeweils angedeutet, welche Renormierungskonstante aus der Normie-
rungsbedingung fur die entsprechende Vertexfunktion bestimmt werden kann. Durch
die Normierungsbedingungen im Vektorsektor sind d My, z, 0 Z und 6 Zy, bestimmt.

Wie durch das Fragezeichen symbolisiert, ist die on-shell-Bedingung fiir das Pho-
tonfeld nicht durch einen unabhangigen Counterterm erftllbar. Stattdessen aber ist
' ,(0) = 0 automatisch als Folge der Slavnov-Taylor-ldentitat erfiillt, wie auch be-
reits im Abschnitt Gber IR-Divergenzen benutzt wurde: Die Slavnov-Taylor-Identitat
erfordert, wie in Abschnitt 9.4.3 gezeigt, dal’ die Determinante

det (I7.,(0)) = 0 (9.301)

ist. Da die Nichtdiagonalelemente I'%} ,(0) dieser Matrix wegen der Normierungsbe-
dingung verschwinden, und da T'Z ,(0), T'%;-(0) # 0 ist, folgt

[44(0) = 0, (9.302)

wie behauptet.

Die Konstante Zy;» kann nicht unabhangig bestimmt werden, da sie nur in den Kom-
binationen \/ Zyw Ry 44, \/ Zw' Ry 47 auftaucht. Diese GroRRen konnen einzeln etwa
durch die Zusatzbedingung

(Rv)%a+ (Rv)iz = 1 (9.303)

festgelegt werden.
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Geistsektor

Der bilineare Geistanteil der klassischen Lagrangedichte ist

AG°
o = oo (3 5] (3

Cz
— 2 Gt C+
— (e, c+)[D 4 M2 ] (C_ > . (9.304)
Aus der in klassischer Naherung ausgewerteten Normierungsbedingung I'..,z,(0) =
0 folgt
A" = 0 (9.305)

in klassischer Néherung, unabhangig von der Wahl der Eichung. Trotzdem ist gAGO
ein freier Parameter der Theorie und muf} unabhéngig renormiert werden. Die Fel-
der in der Lagrangedichte Ly, werden bei der Renormierung durch folgende nackte
Felder ersetzt:

CA0 o YATE: 0 cA . 1 -~ cA
(CZO> = D{( OW \/Z>RC<CZ>:(1+§5Z)(62> , (9.306)
Ca0 \ _ pT \/ZW’_l 0 (ca\ _ 1.z (¢4
<6Z0> = Do( 0 JEl)Rc(cZ) _(1+26Z) (Ez (}a_3o7)

g = \/Zc, (9.308)
-1
&G = VZw &, (9.309)
Dl = [ w0 Swo (9.310)
—SWo Cwo

Damit ergibt sich durch Differenz der nackten und klassischen Lagrangedichte der
Countertermanteil als

Egh’ ct — (9.311)

~ T =T
57467 507 (0 (AC
D—+MZT(O CZGO

5[ 0 CAGO g 5[ 0 CAGO 5[ 0 5CAG° A

02, — 62w _25ZW' +6¢CCT MR, + CG+5MV2V] ( g+ ) .

— (e, o) |(@+ ¢ M)
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In dieser Countertermlagrangedichte ist immer CAGO = 0 zu benutzen. Mit diesem
Lagn t ergeben sich die Countertermbeitrage 6I' = I' — I'"™*"™ zu den einzelnen
Greenfunktionen. Wenn wir M2 = ¢(?% M2 + O(h), M% = ¢ M2 + O(h)
beriicksichtigen, erhalten wir:

6T ,e,(0) =0 —7, (9.312)

GO(SZZA

> —56Zz4, (9.313)

5FCAEZ (0) - _Mggz

0T ¢,2,(0) = —M3 (CZGO(SZZA + 5gAG°> 6774, (9.314)

2
0Teye,(M2) = —6M2C7S — MZ6¢7E — §¢7¢" | (9.315)
1 =
O eres (Me,) = 502470, —8Z4z, (9.316)
1 - . i
0T ey (P = M2) = §5ZAZMC22 — M26¢AC — 624y, (9.317)
STeie- (p? = M) = —6¢C M2 — 976 M2, — 8¢5, (9.318)
sowie
Z 7 _ _
80, ez, (p? = 0) = 0Za4 ; 0Zaa §Zan+ 06244,  (9.319)
Z 7 _ _
50Ty (0 = M2) = 2222 _; V027 52,462, (9320)
82, — 6 Zuy
80, ere-(p* = M2) = % 82, — 62y . (9.321)

In diesen Gleichungen wurde zugleich angedeutet, welche Renormierungskonstanten
durch die entsprechenden Normierungsbedingungen bestimmt werden.

Die Normierungsbedingung flr die c4-Selbstenergie ist dabei durch keinen sym-
metrischen Counterterm herstellbar. Fiir sie folgt genau wie fiir die Photonselbst-
energie, dal} sie wegen der Slavnov-Taylor-ldentitdt automatisch erftllt ist, sobald
I'c,z,(0) =Tc,z,(0) = 0 gelten,

Die Normierungsbedingung fir Iz, (0) legt nur eine Kombination aus 5¢AG" und

67 4 4 fest. Die Konstante 5§AG° kann daher noch in einem anderen Sektor bestimmt
werden.

Wir haben angedeutet, daB durch die Normierungsbedingung fir FCZ@Z(MEZ) die Re-
normierungskonstante 5§ZG° bestimmt wird. Dies ist aber nur dann der Fall, wenn
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die Masse von ¢ tatsachlich als unabhéangiger Parameter aufgefalit wird, den diese
Bedingung festlegt. Alternativ kann aber auch, wie in Abschnitt 9.5.1 erwéhnt, der
Eichparameter ¢ ZG° 3ls unbhéngiger Parameter des MSSM aufgefalit und die Masse
von cyz als Funktion davon bestimmt werden. In diesem Fall sind die Normierungs-
bedingungen bei p? = MCQZ so zu verstehen, daR zuerst der Wert fiir p? gesucht wird,
bei dem die Determinante der Geistselbstenergiematrix verschwindet und dann die
nichtdiagonalen Normierungsbedingungen erfillt werden. Die diagonale Bedingung
fir Tz, (M2 ) ist dann per Konstruktion auch erfiillt. Analoges gilt auch fiir den

Zusammenhang von 6¢¢" und der Masse Mfi.

Mit dieser Einschrankung fir 6¢Z¢° und 6¢E" lassen sich also tatsichlich alle
gewinschten Normierungsbedingungen im Geistsektor erfiillen.

Sektor der C' P-geraden Higgsbosonen

Die Renormierung des Sektors der C' P-geraden Higgsbosonen H°, h° wird hier nicht
im Detail ausgefiihrt. Analog zum Fall der Vektorbosonen kann leicht gezeigt wer-
den, dal’ durch geeignete Wahl der Matrix Ry bzw. der kombinierten Matrix

m 0/ H _ ( cosqg Sin > ( \/Tbh 0 )RH (9.322)

2 —sinag C€oS 0 2.

alle Normierungsbedingungen in diesem Sektor erfillt werden konnen.

Sektor der Skalare und longitudinalen Vektorfelder

Wir diskutieren nun die Normierungsbedingungen in dem Sektor der Skalare, B-
und longitudinalen Vektorfelder. Die neutralen, C' P-geraden Higgsbosonen H°, h°
mischen nicht mit den Gbrigen Feldern und werden deshalb in diesem Abschnitt nicht
betrachtet.

Die klassische Lagrangedichte dieses Sektors lautet:

Lupv.a = Luu o+ Lus o+ Lav, o, (9.323)
1 1 1
EHH, o = 5(aMGO)Z i 5(3%40)2 o §(A0)2Mi
+ |0"GT|? + |0*H'|? — |HT|? M3 + Tadpoles , (9.324)
Lpv.a = —MzZ"9,G° + iMy(W*H9,G~ — W +0,G")



Abschnitt 9.5 Renormierungsschema fiir den bosonischen Sektor 179

+Tadpolebeitrage , (9.325)
Lup.a = [MwiB~ (¢ G*+ (" H) + h.c)]
+ My BA(CAGOGO 4 oA A%
+ B (C79G0 4 (A AY) . (9.326)
Die Feldrenormierung in diesem Sektor hat die Form

G% o cos By sin By \ /ZH1 0 R GO
AV N —sin By cos By Zu, A\ A0

= (14 202") < ) (9.327)
Gio _ COS Bo sin 50 ZH1 Ry Gi
H*, —sin By cos By 2 . H*
— (1+§5z+ ( > (9328)
Bao\ YA
<BZO > = 12 < o > | (9.329)

Die Renormierungskonstante 6 Z wurde dabei im Vektorsektor definiert.

Durch Ersetzen der klassischen durch nackte GroRen erhalten wir die nackte Lagran-
gedichte, und die erste Ordnung in den infinitesimalen Anteilen liefert die Counter-
termlagrangedichten. Wir betrachten zunéchst nur L5z und Ly . Flr diese lauten
die Counterterme:
1 67T 4+ 629 0 0
L = —(G°, A° [ -0— —
g = 56 A 2 0 §M2

-5077(3 )+ (0 a7 ()

6Z+T 167+ 0 0

N B
+(G’H)[ 2 (0 5M§I+)
Ll (0 0 0 0 + G*

1 (0 M%I+)+(O Mg,+>‘52 ﬂ(m
+Tadpolebeitréage , (9.330)

67T (0 M
_ 0 A0 Z
Lava = —0u(G, A)[ 2 (0 0 )

(o 0 )7+ (0 01 (2)
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+T VA
i, (G, HY) [MT( ]‘%W ) + ( MWTWO+ 0 My )]W‘“ +he.

+ Tadpolebeitrage , (9.331)

wobei M 7. eine berechenbare Funktion der Gbrigen Counterterme ist und die
Tadpolebeitrége die Counterterme dt; o enthalten, welche durch die Bedingungen
5‘% = 5h0 = 0 bestimmt sind. Die Tadpolebeitrage verschwinden nicht, da sie aber
bestimmt sind werden sie im folgenden nicht mit aufgeschrieben.

Diese Counterterme tragen folgendermalien zu den Vertexfunktionen I' = T'U"en- 4
oI der physikalischen Higgsbosonen bei:

6T qo40(M3) = —5M3 — M3, (9.332)
6T oo (M3) = MA5212 — 877, , (9.333)
5FA0AM(M ) = —7, (9334)
YA

0T a0z, (py = M3) = —ip 212MZ —7?, (9.335)
Ol H+h- (]WH+ phys) = ]MHJr — M12{+, phys > (9-336)

2 2 5Zi‘_2 2
5FH+W,; (P = Mg+, prys) = Py 9 My . (9.338)

Zu den Vertexfunktionen mit den Goldstonebosonen tragen die Counterterme aus
L, Ly wie folgt bei:

5rgogo (0) =0 —7 , (9.339)
6 qoo(0) = —M3623, — 873, (9.340)
6Tgrg-(0) =0 —7, (9.341)
6Tgru-(0) = —M3.675,; — 875 . (9.342)

Es gilt also:

e Die Entmischungsbedingungen an I' 400, '+~ konnen also alle durch Wahi
der Nichtdiagonalelemente von § 2% erfiillt werden.

e Die on-shell-Bedingungen fiir T 4 kann durch geeignete Wahl von §M3
erfillt werden. Im Sektor der geladenen Higgsbosonen H* und G* dagegen
ist M. kein freier Parameter. Die Bedingung an I' g+ - (M7, ) kann nur

dadurch erfiillt werden, daR Mz, .« geeignet gewahlt wird.
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e Eine ernsthafte Schwierigkeit stellen die Counterterme zu den A% A#-, A% ZH-
und H W ~#-Mischungen dar. Diese sind bereits festgelegt. Daher erlauben sie
nicht, die Mischungen unabhangig zu renormieren. Die Slavnov-Taylor-ldenti-
tat 10st diese Schwierigkeit: Es gilt

52
0 = —S(I
dA%¢c, ()
= 0 = FY“;bCaFAOV,f +FYhicaFA0hi . (9.343)

Hier durchlduft h; alle Higgskomponenten. Da fiir p> = M3 der zweite Sum-
mand wegen der Entmischungsbedingungen verschwindet, muR der erste Sum-
mand ebenfalls verschwinden. Setzen wir ¢, = cy4, ¢z, so erhalten wir damit,
daf FAOAH(Mi) = FAOZH(Mi) =0 g”t.

e Ebenso folgt aus der Slavnov-Taylor-Identitdit 0 = §S(I")/6H dc,, daR
FH+W7u(M§Ii, phys) = 0 als Folge der Entmischungsbedingungen im Higgs-
sektor gilt.

e Fir die Bedingungen an die diagonalen Vertexfunktionen im Goldstonesektor
['ogo(0), g+ (0) stehen keine freien Counterterme zur Verfugung.

Die Bedingungen an die diagonalen Vertexfunktionen gelten aber als Folge der
Slavnov-Taylor-ldentitdt automatisch: Wie in Abschnitt 9.4.3 gezeigt wurde,
hat die Higgsselbstenergiematrix bei p> = 0 den dreifach entarteten Eigen-
wert Null, als Konsequenz der drei spontan gebrochenen Eichsymmetrien. Es
ist leicht zu sehen, daB dies fir [gog0 = Tgrp- = 0 bei p> = 0 notwen-
digerweise auch T'cogoe = g~ = 0 bei p?> = 0 nach sich zieht. Die drei
Goldstonebosonen G%* stellen dann die drei masselosen Richtungen dar.

Die Bedingungen an die Residuen der Propagatoren lassen sich dagegen ohne weite-
res durch Wahl der Counterterme erftllen:

60,2 T go40(M3) = 8295 — 875, (9.344)

00, Do (Mis pnys) = 023, — 6255, (9.345)
60,2T oo (0) = 627, — 827, (9.346)
60,Tgrg-(0) = 874 — 674, . (9.347)

Mischung der Skalare mit den B-Feldern

Nun wenden wir uns dem verbleibenden Anteil des Sektors der Skalare, B- und lon-
gitudinalen Vektorfelder zu. Dies ist die Lagrangedichte Ly g, die die Mischung der
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Higgsbosonen mit den B-Feldern beschreibt. Dieser Anteil unterscheidet sich von
den anderen, da dazu keine Schleifendiagramme existieren, und die Eichfixierungs-
bedingungen aus Abschnitt 9.2.5 die gesamte B-Abhangigkeit der Theorie festlegen.
In der Ordnung A" setzt sich die B-Abhangigkeit also lediglich aus symmetrischen
und nicht-symmetrischen Countertermen zusammen:

rim = o +T9% om - (9.348)

B, non—sym

Die Aufteilung der Counterterme in Fgﬁ%_sym und ré% ist nur bis auf beliebige Bei-

trage symmetrischer Counterterme eindeutig. Betrachtung der expliziten Form der
klassischen Lagrangedichte Lxp o und der entsprechenden symmetrischen Coun-
tertermlagrangedichte zeigt aber, dal} darin jedes Monom einen unabhangigen Vor-
faktor besitzt. Daher konnen die Counterterme 0.B.d.A. so aufgeteilt werden, dal}
L'z, non—sym = 0 ist und stattdessen in anderen Sektoren nicht-symmetrische
Counterterme auftauchen. Diese Aufteilung entspricht dem naheliegenden Vorgehen,
nicht-symmetrische Counterterme nur zu solchen Vertexfunktionen zu addieren, zu
denen auch Schleifendiagramme existieren.

Folglich gilt fir die H B-Abhéngigkeit exakt:

I'np = /d4$»CHB,0
_ / d' ([~ MiwoiB~o(C% oG* + (70 H*) + hec]

— Mzo[Bao(¢*9"0G % + ¢4 A%)
+ Bro(C7 oG + (P40 ALy )]) (9.349)

Diese Terme sind nun sowohl durch die Normierungsbedingungen fiir die Entmi-
schung physikalischer Higgsbosonen von den B-Feldern als auch durch die Eich-
fixierungsbedingungen festgelegt. Zum einen folgt, dal diese beiden Sorten von
Bedingungen miteinander kompatibel sein miissen. Dem haben wir bereits bei der
Einflhrung der Eichfixierung in Abschnitt 9.2.4 vorgegriffen, indem wir dort gefor-
dert haben, daB in der Eichfixierung keine physikalischen Higgsbosonen auftauchen.
Ferner fassen wir die in der Eichfixierungsbedingung auftauchenden Konstanten als
freie Parameter auf, die durch Normierungsbedingungen bestimmt werden kénnen,®
so dal kein Widerspruch entstehen kann.

Zum andern konnen nun die nackten (-Parameter bestimmt werden. Die allgemeine

61n Abschnitt 9.4.2 wurden diese Konstanten als Counterterme des dritten Typs besprochen.
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Losung der Entmischungsbedingungen '+ p- = I'40p, = ['40p, = 0 lautet
Tup = / d%([MWiB—gg; Gt + h.c)
+ Mz[BaGI" G + B2 G (9.350)

Darin tauchen noch drei freie Parameter auf, die sich von ihren klassischen Ge-
genstticken nur um Terme der O (%) unterscheiden. Damit muf gelten:

M
7 GIVE = MG, 0), (9.351)

AG°  AA°

1 AG° 0
VZ MZ’O(CSZGO CSZA(’)VZO = MZ( EZG 0). (9.352)

In Countertermen ausgedrtickt, legen diese Gleichungen die Parameter
SCHT §¢AY 52N (9.353)
in Abhéngigkeit von den anderen Countertermen und den renormierten ( fest.

Es ist sehr wichtig, daR diese Counterterme nicht bereits in einem anderen Sektor be-
stimmt sind. Erst daraus folgt, daf sie in diesem Sektor so adjustiert werden kdnnen,
daf die Entmischungsbedingungen I'y;+ - = I' g0, = I' 40p, = 0 erfullt sind.

Die Counterterme §¢¢", 5¢%%” tauchen allerdings auch im Geistsektor bei der Re-
normierung von I'., .- und I'.z, auf. Wie dort bereits angesprochen, gibt es zwei
Maglichkeiten. Entweder, im Geistsektor werden die Massen M+, M., vorgegeben
und §¢G7, 6¢ZC° dadurch bestimmt. Dann ist im H B-Sektor nur noch der Coun-
terterm 5§AG° und der Parameter C;ﬁ,fo frei verfligbar. Oder alle drei Counterterme
6CET,6¢2G" 5¢AG” werden im H B-Sektor vorgegeben. Dann sind die Massen im
Geistsektor abhéangige Parameter.

9.5.3 Zusammenfassung der Ergebnisse
Als Ergebnis der Auswertung der Normierungsbedingungen haben wir erhalten:

¢ Alle Normierungsbedingungen aus Abschnitt 9.5.1 sind erftllbar,

e Die Normierungsbedingungen fiir folgende Vertexfunktionen koénnen nicht
durch unabhéngige Counterterme erfiillt werden, sondern gelten automatisch
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als Folge der Slavnov-Taylor-ldentitdt zusammen mit den {brigen Normie-
rungsbedingungen: T ,(0), T,,(0), Tgogo(0), Tg+g-(0) und T 4044 (M?3),
FAOZM(Mi), FH+W—M(M12__I )

Als Resultat sind die Counterterme folgender Grofien bestimmt: MVQV,Z, Mfl,

7, T, 20, 2+, ¢AX (74 ¢H' Die Counterterme 67, 67, 67, sind nicht
einzeln vollstandig bestimmt, sondern nur bestimmte Kombinationen.

Die Counterterme zu ¢4G”, ¢ZG°, (G kdnnen entweder durch Normierungs-
bedingung an die Massen von cz, ¢* oder durch Bedingungen im H B-Sektor
bestimmt werden.

Durch die Normierungsbedingungen in Abschnitt 9.5.1 werden die Counterter-
me zu den Parametern e, tan 3, u, My, My des MSSM frei gelassen. Diese
Parameter konnen durch Normierungsbedingungen an Wechselwirkungen und
an drei Massen im Neutralino- und Charginosektor definiert werden.
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Kapitel 10

Diskussion und Ausblick

Allgemeine M ethoden

In dieser Arbeit wurde die Renormierung supersymmetrischer Eichtheorien in der
Wess-Zumino-Eichung studiert und ein Renormierungsschema fiir das minimale su-
persymmetrische Standardmodell (MSSM) erarbeitet.

Im Hinblick auf das MSSM wurden zunéchst die aus der Literatur bekannten Ergeb-
nisse fir allgemeine supersymmetrische Eichtheorien in zwei Richtungen erweitert.
Zum einen wurde gezeigt, wie sich die Definition abelscher Eichtheorien von der De-
finition nichtabelscher Eichtheorien aus [4] unterscheidet. In einer abelschen Theo-
rie gibt es keine Schleifenkorrekturen zu den Supersymmetrie-Transformationen
des abelschen Vektorfeldes und zu den Wechselwirkungen des Faddeev-Popov-
Geistfeldes. Deshalb reicht eine gemeinsame Feldrenormierung fiir das abelsche
\ektorfeld, dessen Superpartner und das entsprechenden Geistfelder aus. Zur De-
finition abelscher Theorien konnen dementsprechend zwei zusatzliche Gleichungen
in allen Ordnungen gefordert werden.

Zum anderen wurde eine Alternative zu [5] zur Beschreibung sanfter Supersymme-
triebrechung entwickelt. In unserem Vorschlag wird die Theorie in Gegenwart eines
auBeren chiralen Supermultipletts, des Spurionmultipletts, renormiert. Zur Berech-
nung physikalischer Amplituden wird die F'-Komponente dieses Multipletts auf eine
nichtverschwindende Konstante gesetzt, wodurch die sanfte Brechung entsteht. Im
Unterschied zu dem Zugang aus [5] liefert unser Vorschlag zunachst zwar unendlich
viele Parameter, die im Prinzip renormiert werden missen, aber es wurde gezeigt,
dal nur endlich viele, ndmlich genau die supersymmetrischen Parameter und die Pa-
rameter der sanften Brechung physikalisch relevant sind.



186 Kapitel 10 Diskussion und Ausblick

Anwendung auf Schleifenrechnungen

Ein wesentlicher Bestandteil der Renormierung ist die Slavnov-Taylor-ldentitét, die
zugleich die Eichinvarianz, die Supersymmetrie inklusive der sanften Brechung, so-
wie die Translationsinvarianz beschreibt. Zur Formulierung sind neben den Faddeev-
Popov-Geistern noch Supersymmetrie- und Translationsgeister notwendig. Es wurde
gezeigt, wie sich durch Ableitung nach den einzelnen Geistfeldern Identitaten erge-
ben, die in Gbersichtlicher Weise die unterschiedlichen Aspekte der Slavnov-Taylor-
Identitdt zum Ausdruck bringen.

Es ist ein grundlegender Vorteil der Slavnov-Taylor-ldentitat gegendber den in der Li-
teratur (s. z.B. [27, 28]) gelegentlich verwendeten sogenannten supersymmetrischen
Ward-Identitdten, dal’ die Renormierung der Quantenkorrekturen zu den Symmetrie-
Transformationen durch die Slavnov-Taylor-Identitéat selbst bestimmt wird. Nur so
ergeben sich Gleichungssysteme, die die zur Etablierung der Symmetrien notigen
Counterterme zu allen Vertexfunktionen bestimmen, und mit denen die Richtigkeit
einer konkreten Rechnung definitiv getestet werden kann. Solche Bestimmungen und
Tests wurden in der supersymmetrischen QED und QCD im Rahmen verschiedener
Regularisierungsmethoden konkret durchgefiihrt. Dabei haben wir in dimensionaler
Regularisierung eindeutige nicht-verschwindende Werte fiir die ndtigen Counterter-
me erhalten und in allen betrachteten Fallen gezeigt, dal} die dimensionale Reduktion
alle Symmetrien erhélt.

Als nutzliche Information fiir konkrete Rechnungen wurde allgemein bewiesen, dal}
in dimensionaler Regularisierung die Symmetrien zwar gebrochen werden konnen,
die Divergenzen in Einschleifenordnung die Symmetrien aber immer respektieren.
Dieses Ergebnis spiegelt sich in all den erhaltenen Countertermen tatsachlich wieder.

Anwendung auf das M SSM

Mit den bereitgestellten Methoden konnte die Slavnov-Taylor-Identitdt des MSSM
leicht aufgestellt werden. Zur Renormierung des MSSM muRte aber dariberhin-
aus ein kompliziertes Geflecht von Problemen, die mit der spontanen Symme-
triebrechung zusammenhéngen, gelost werden: Die Definition des MSSM mul die
gewinschten Symmetrieeigenschaften mathematisch zum Ausdruck bringen, und die
Eichfixierung soll die R-Eichung reproduzieren, ohne die Symmetrien zu zerstoren.
Zugleich sollen die Definitionsgleichungen nie zu Infrarotdivergenzen fiihren und in
allen Ordnungen mit vollstandigen On-Shell-Normierungsbedingungen vertraglich
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sein.

Wir haben eine Formulierung angegeben, in der all diese Forderungen simultan
erfllt sind:

e Teil der Definition ist insbesondere die Ward-Identitét der globalen SU(2) x
U (1)-Invarianz, die die Struktur der Eichgruppe und der Multipletts ausdriickt.
Wir parametrisieren das MSSM mit Feldern, die eine direkte Interpretation als
Masseneigenzustande haben. Der Zusammenhang dieser Felder mit den Kom-
ponenten der Eichmultipletts ist durch Ordnung fiir Ordnung bestimmbare,
nicht-unitare Matrizen gegeben.

e Die Eichfixierung wurde mit Hilfe von Hintergrundfeldern (gﬁ + 0) formuliert,
die gemaR dem Produkt der adjungierten und fundamentalen Darstellung der
Eichgruppe transformiert. Dadurch bricht die Eichfixierung die globale Ward-
Identitét nicht, reproduziert aber fir gb = 0 die R¢-Eichung. Durch die richtige
Wiahl von v wird der spontanen Brechung der SU(2) x U(1)-Invarianz und der
ungebrochenen elektromagnetischen Symmetrie Rechnung getragen.

e Unter Benutzung der Slavnov-Taylor-Identitdt und einer geschickten Parame-
trisierung der duf3eren Felder wurde bewiesen, da sowohl die Symmetrie-
Identitdten als auch die effektive Wirkung in allen Ordnungen infrarotendlich
sind.

e Es wurde gezeigt, daB in allen Ordnungen vollstandige On-Shell-
Normierungsbedingungen moglich sind, in denen jedem physikalischen
Freiheitsgrad genau ein Quantenfeld entspricht. Eine Schwierigkeit dieses Be-
weises liegt darin, daR fiir einige Bedingungen — wie der On-Shell-Bedingung
flr das Photon — keine freien Counterterme zur Verfligung stehen. Eine weli-
tere Komplikation stellt die Mischung der physikalischen Higgsfreiheitsgrade
H*, A° mit Goldstone-, B-Feld- und longitudinalen Vektorfreiheitsgraden dar.
Fir den Beweis war sowohl die Slavnov-Taylor-ldentitat als auch die spezielle
Struktur der Hintergrundfelder (g% + ) notwendig.

Damit ist die Konsistenz unserer Formulierung des MSSM gezeigt und alle zugrun-
deliegenden Gleichungen gelten in allen Ordnungen exakt.

In diesem Rahmen wurde die Struktur der symmetrischen Counterterme im Detail an-
gegeben. Neben dem Beweis der multiplikativen Renormierbarkeit des MSSM liefert
dies explizite Gleichungen, wie die symmetrischen Counterterme durch die Normie-
rungsbedingungen bestimmt werden kénnen.
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Ausblick

Die Grundideen der entwickelten Methoden gehen auf die Behandlung des Stan-
dardmodells in [43] und der allgemeinen supersymmetrischen Eichtheorien in [5]
zuriick. Im Detail waren zur Renormierung des MSSM aber signifikante Erweiterun-
gen notig, zum einen wegen der sanft gebrochenen Supersymmetrie und des erwei-
terten Higgssektors und zum anderen wegen der spontanen Eichsymmetriebrechung.
Die hier verwendeten, erweiterten Methoden zur Behandlung der physikalischen Fel-
der, der Eichfixierung und der Hintergrundfelder (¢ + ©) sowie der Infrarotdiver-
genzen sind aber nicht speziell auf das MSSM zugeschnitten. Sie lassen keine Ein-
schrankung erkennen, sie auf weitere Modelle wie das Zwei-Higgs-Dublettmodell,
nicht-minimale supersymmetrische Modelle oder Modelle mit anderer Eichgruppe
zu Ubertragen.

Obwonhl der vorgestellte Zugang zur Renormierung des MSSM funktioniert, ist nicht
erwiesen, daB es keine Alternativen gibt. Unser Zugang hat allerdings den Vorteil der
\olistandigkeit: Die Probleme der Symmetrie-, Normierungs- und Eichbedingungen
werden gleichzeitig in Betracht gezogen und die Erfillbarkeit dieser Bedingungen,
die Infrarotendlichkeit sowie die multiplikative Renormierbarkeit werden in allen
Ordnungen bewiesen.

Dartber hinaus konnen die anhand der supersymmetrischen QED und QCD vorge-
stellten Rechenverfahren direkt auf das MSSM (ibertragen werden. Da die fiir das
MSSM aufgestellten Identitdten exakt gelten, kdnnen sie benutzt werden, um physi-
kalische Eigenschaften des MSSM allgemein herzuleiten. AulRerdem bilden die De-
finitionsgleichungen die Grundlage, um eindeutig nachzuweisen, ob gegebene Regu-
larisierungsverfahren die Symmetrien erhalten oder nicht, und um eventuell nétige
restaurierende Counterterme zu berechnen. Damit steht ein Rahmen zur Verfligung,
in dem sich Schleifenkorrekturen im MSSM sicher und korrekt berechnen lassen.

Einen weiteren Schritt kénnte die Ubertragung der Nichtrenormierungstheoreme in
der Wess-Zumino Eichung aus [50] auf das MSSM darstellen. Eine solche Ubertra-
gung wiirde einerseits Testmdglichkeiten an praktische Schleifenrechnungen liefern
und andererseits eine der Hauptmotivationen, Giberhaupt supersymmetrische Theori-
en zu betrachten, im MSSM durch explizite Gleichungen sichtbar machen.
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Anhang A

K onventionen

A.1l Spinoren

2-Spinor Indizesund Skalar produkte:

€ = —€Ba, €12=1, eaﬂem =0" ,, (A1)
€ = “€hBa €2 T L, edﬁG[ﬂ = §¢ v (A.2)
wX = /‘ana ) "¢a = Eaﬁ/‘p,@ ) (A3)
_ — . —3
UX = DX, Ga= et (A4)
o Matrizen:
1 (01 o (0 —i s (10
“‘(10’0_¢0’0_0—1’ (A-5)
Ugd = (17 Uk)ad ’ Euda = (17 _O-k)da ) (A6)
(6")a B — %(0“5” —o"act), B , (E’“’)d 5= %(E"a” — E”a“)d 5 (A7)

Komplexe Konjugation:

(o) = 89, (A8)
(") = 0"y, (A.9)
(YO = B . (A.10)
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Ableitungen:
%Gﬂ = 6", a(z 05 = €Vepsd,) = —05%, (A.11)
a(z f; = &%, ie = e;,€"67, = —57.. (A.12)
06"

4-Spinoren:  4-Spinoren und Ableitungen danach sind so definiert, dal} 5 v =1
und 2 = 1 gilt:

= (%) T (A13)
5 (& 8 5 (5=
() &) e

~v Matrizen:

0 ot -1 0 1:|Zf)/5
7u:(aﬁt 0 >’ 75:< 0 1>7 PL,R: 2 . (A15)
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Anhang B

Wichtige I dentitaten der SQCD

B.1 SQCD in 4-Spinorschreibweise

B.1.1 BRS-Transformationen

Unter Benutzung der Quark-, Gluino- und e-Geistspinoren

_ fLa> B.1
’ <¢2d ’ ®D
o (—Mm> 52)
ga - Z.Xzé ) ( '

) =

und entsprechender Quellen lauten die BRS-Transformationen der SQCD:

sG! = 0!c—igle, G'] +ey"'g — w"0,GH |

1
gg — —ig{c, g} — §O'pUEFpg + D(PL — PR)E — z’w”a,,g ,
_ _ 1 -
Sg = —ig{c, g} + §EO'pUFpg + E(PL - PR)D - iwyallg )
sqr, = —igcqr + \/§EPLQ —w”0,qr,
scjz = +igcj}c + \/§QPR€ — iw"aycji ,
SGr = —igcdr — ﬂEPRq —w"0,qR ,

sqp = +igcj£c — \/ichLe — w” ,,cj}[z :

sq¢ = —igeq+V2m(GrPr — GrPr)e
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+V2iD, (G P — GrPr)Y"e — 1w’ dyq |
s§ = —iggc+ vV2me(—q} PL + ¢ Pr)
+v/2iey"((Dydr) ' Pr — (Dydr)'Pr) — iw"0,q
sa = \/§EPLX —w”0,a ,
sa = V2YPgre —iw’d,a'
sx = V2(Prf — Prft)e
+ ﬂi(PLﬁua — PRauaT)’y“e — w0, ,
sf = ﬂiE’y“@uPLx — w0, f
sfl = —V2i0,xy" Pre — iw" 0, f! (B.4)

fur die Felder ohne Geistzahl, wobei die Notation G* = GT etc. flr die Felder in
der adjungierten Darstellung, die eich-kovariante Ableitung

D' = 9" +igT"G", (B.5)

wobei 7 in der adjungierten Darstellung durch —zf,;. ersetzt werden muf3, den
Feldstarketensor

= 0"Gy — 0"Gl — gfacGyGe (B.6)
und die Abktirzung
D, = —g(q; TG — @3 ) (B.7)

benutzt wurde. Die BRS-Transformationen der Geister lauten

sc = —igc® + ievteG, —w” Oy, (B.8)
se = 0, (B.9)
sw” = &', (B.10)

und die BRS-Transformationen der Faddeev-Popov-Antigeister ¢, und der Hilfsfel-
der B, nehmen die Form

s¢ = B—iw"0,c, (B.11)
sB = iey’ed,c —iw"0,B (B.12)

an.
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B.1.2 Lagrangedichte

Der physikalische Anteil der Lagrangedichte lautet

Ephys = Ekin + Em + Esoft )

L . 1- _
Lyin = _Z(F"”)Q + §9a’&7“Duga

+@ir" Dy + | D" + | D"dnl’ ~ 5D.D,

— V2g (d3Pa + aPriir — @43 Pra — TPLidn)
L = —mqaq —m* (1qz]* + |G&]*) ,
%”fflg? (Prf + Prff) g+ O(a,d’, x)

(At |07 meMLR> (@L >
(4L k) (meLi gz ) \an ) (B.L3)

ﬁsoft - -

In den Brechungstermen wurden die Terme ~ a, x nicht explizit angegeben. Die
ubrigen Anteile sind

Liix, gn = S[Ca(fu+ gBa)]
3
2
— e (@) + 5 EiEY (D) (B.14)
Low = YohsGay+ 755G + Yesc
+ Girsdr + (sqh) it + Grsir

= B.f.+ 2B2 —¢,0,(D"c),

+ (sdh)iik + ysq — (s@)y , (B.15)
Lo = 5(T0a(Pr = PO (EPr — P
— 2(yPre)(ePry) — 2(yPre)(€Pry) - (B.16)

Die klassische Wirkung ergibt sich aus der Summe dieser Anteile:

Iy = / d*z (Lkin + Lo + Lot + Lrix, gh + Lext + Loil)
+O(a,a',x) . (B.17)
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B.1.3 Slavnov-Taylor-ldentitat

Die Slavnov-Taylor-Identitat nimmt die Form
S(I) = 0,
S(T) = So(T") + Ssote(T) (B.18)

oI oI o' oI
I = —
So(l) / (WGGMG'; 55 07

o 6T oI oI
" Z (5?71:5@1: - 6;1]T5~T)
k=L,R k94,
ST O OT'6T

an, wobel

+ swh——, (B.19)
w

und
or or or
_ il T _
Seoft = /(Saé'a + sa 5 + SX(SX

ST 0T
57! —) . (B.20)

+sf 57

B.1.4 Spinoridentitaten
In Loy und der Slavnov-Taylor-ldentitat sind einige nitzliche Umschreibungen

moglich. Die Vorzeichen ergeben sich aus der bosonischen Natur der Spinoren gg,
Y-

g_gsg = —(sg)gjg , (B.21)
L 8.22)
59@ 5yga 5y§a 5ga

o' 6 o' oT

T - T B.2
5q 0y dy¢ 6q¢ "’ (B.23)
ol o — _or or _ (B.24)

5y 6q 3¢ 65¢
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B.1.5 SU(3)
[T, T" = i fune T, (B.25)
fabcfdbc = O(A)(Sad ) C(A) =3 ) (826)
Tr(TT?) = T(F)bu T(F) = % : (B.27)
(T“T");; = C(F)sy; o(F) =3 (8.28)

B.2 Feynmanregeln

Hier geben wir eine Liste der Feynmanregeln der SQCD an, die insbesondere die
auReren Y -Felder und die e-Geister berlicksichtigt.

e Alle Impulse sind einlaufend; F%Wm(pi,pj, ... ) bezeichnet den Vertex mit
auleren Feldern ¢;, ¢;, . . ., in die die Impulse p;, p;, . . . einlaufen.

e Die e-Geister sind Konstanten, und daher laufen an e-Linien keine Impulse ein.

¢ Viele der folgenden Feynmanregeln tauchen in konkreten Rechnungen fiir un-
terschiedliche Reihenfolge der Fermionen auf. Im Falle fermionischer Spinoren
mussen die Flip-Regeln aus [41] angewandt werden, und im Falle fermionischer
Skalare oder Vektoren bedeutet eine Umkehr der Reihenfolge einen Vorzeichen-
wechsel. Wir geben der Einfachheit halber fiir die von uns benotigten Regeln
beide Reihenfolgen an.

Der Kiirze halber schreiben wir in diesem Abschnitt immer I' anstatt I'¢; fiir die
klassische Wirkung der SQCD.

\)\)9‘)9) G iFGﬁGfG‘C’ (pa)plnpc)

- - gfabc[gpu(pa - pb)u
G + 9uv (pb - pc)p
+ gup(pc - pa)u]
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G“% _(J(ggg‘f G iFGgggggG; 7 q' inJganIt,i
%\_’SGLV . 9 5 s
999999 -'f’.;%% = —1g - 2\/59’1—;(; ><
GG Y
fabcfefc(gupgau_guagup) (PLSk‘L — PRSk‘R)
+faecffbc(guagup_guugpa)
+fafcfbec(guugpo_gupg(ﬂ/):l
“ % 1’// 1 iFGgGZ‘ij‘le,i
< ) b
= N = ig2gumu T T
9 ilag, as® Ty 0 R T
(G 6Tt — — gfou
9 N
C(_k)lrccagaa(kl, k2, —k)
el Iy .
q ZFGquq—Z ‘ - ngbacka
e
q _ .
Gk € ilge(k,—k)
~t( g( )
q'(—p) — ke,
e g pr o S (kapa _pl) A ¢
/1/ Gaqk’]ql’i E(_k)
G (k) oouoee . , u
. = —iglp+ )T
~ i(p) o
= ZF— € k’, _k
g(—k) Cp gc( )
. | —«A = — kb,
4 ZF‘jk,jga‘ji E(k)
g S = — V29T X
"4 (PrSpr — PrSir) - . € ilez,e, (—k, k)
g = 2k

)]
a)!
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. ilygte,ar Go {93, 93} iFGﬁGgeg_gc

Yo fwwm;';o': g = —fa %\%g = 1079 fead
%%m G e arygr G 399999 _ iFG‘a‘GZﬂgce

= 19 fabeGpuw 68 = i009 foab

{9,9} Ly e, {€, ¢} U1
' g 5,54}

Y roooss = = Vndac \// = —ig(Pr — P)T}; X
i, L SuSi S
{e, €} i {93, 95} S
= +1ig(Pr — P)T}; X
3.3y iy .3, (S5t = SinSin)
{37,67 37_5?} S = 1G feed
e ¢ Tgem. ‘ ¢ ileqy,
=19 feed Yoo v = 19 fabe
-
(¢} iTarpe(—q,q) € - Yo ilgrey,,
G() o = — 0,,0"5he 6 % i = 121,040
o Ly (—4,9)
{yg(q)7 yg(q)} = — Uyuqudbc /‘/// g ir(jk:jcagl,i
§ = 97130k
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AT . 7 . ;
1// q ZngJTCaszT,i y /k// 1 ZFGZ(ijegji
"l ———>———0’.'/ 0 .
Y . = — 9750k Ry, = V297, T
c € G (=SiLPL+ SipPr)
/ (j 7/‘]‘—‘yjcaq_i
2 ~-" )
y v - = g/'z-,li y //1// ZFGgyjd};’iE
e B \%.Q_@ = Zﬂgfyu,‘z—;'a] X
€ ©G (SkzPr — SkrPr)
/ q iFQjcagi
y = 9T}

B.3 Einschlefenergebnisse

Wir geben hier die Einschleifenergebnisse der Vertexfunktionen fiir die Symmetrie-
transformationen, also der Vertexfunktionen mit aueren Y -Feldern, an. Wir benut-
zen sowohl dimensionale Regularisierung mit antikommutierendem ~; als auch di-
mensionale Reduktion.! Zur Unterscheidung wird die Variable Opreg IM ersten Falle
auf Opreg = 1, im zweiten Falle auf fpreg = 0 gesetzt.

Die Ergebnisse werden nur im Grenzfall groRer Impulse angegeben, so dal? alle Mas-
sen vernachlassigt werden kdnnen.?

Die auftretenden Einschleifenintegrale sind in Anhang C definiert und habe die Ar-
gumente

By = By(p*,0,0),
OO(an (p + k)27 kQa Oa Oa 0) )
CI — Cl(anp270707070) ) (829)

S
[

wobei p das entsprechende Impulsargument bezeichnet.

1Zur Konsistenz der Schemata siehe die Einleitung zu Kapitel 7.
2Wir bezeichnen mit O(p™) ein Verhalten der Art p™ x Potenzen vonlog p.
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Wie in Kapitel 7.2.1 erklért, fihren wir nicht-symmetrische Counterterme ¢; zu allen
Vertexfunktionen auler zu den Selbstenergien und dem ggG ,-Vertex ein.

B.3.1 Vertexfunktionen mit Yo", g5, Y,

Abbildung B.1: Einschleifendiagramm zu I'y,x..

G 09
0997
ALIIaN g
A
C

€

Abbildung B.2: Einschleifendiagramm zu I'y_» .

~ ~ G ~
2090990 g Yc%%wﬁﬁw./ g Y(%%gpmﬁw g
S : :
GE |9 ch g ch g
Yngg& ..... ; ..... E E /.7%03\ G ngﬁ §eeeee ; ..... E
Abbildung B.3: Einschleifendiagramme zu I'gugey,,».
FYggcc(% _Q) = _Z.Q/uté‘ac><
asC(A)1
1+ ey, — —By ), B.30
) (B30
a,C(A
FYc:gGEC - _7,U5CLC (1 + 5YG§€ + 475_ )BO> ) (831)

a,C(A
Uyatge = —Yudac <1 + Ovgge + 475 )Bo> ) (B.32)
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Y@‘@é .......... € Y@\Qég ‘
E s GE T
S S
Yé@d‘ .......... . Yé@d‘ C €

Abbildung B.4: Einschleifendiagramme zu I'y, 1y, ce.

C G‘G ~ G‘G 9)G d yG
A . 'g‘GG g « 9990@99 //799
Yg N A¢ 0 Y T |9 W =g
g € c €

Abbildung B.5: Einschleifendiagramme zu gy ..

FeeYGa — O( ) (833)
FGbygce( QaQ) = ZO-qu 5bc><
sC(A
(1+ 0, — 2580} (B34
I 4
FGgeg_gc(_Qa Q) = iUuuqu(Sch
sC(A
<1 + O — — ( )BO> , (B.35)
I 4
L.
FG‘;Gggng(_q) 0,9) = —§ngabd><

9999
\g‘ﬂ\ﬂ\g 0 g\

G ﬁﬂ‘mG

Abbildung B.6: Einschleifendiagramme zu I'gugrg,e.
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ch

7 J‘g\mG G@QG‘

ok 40

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

M|

C(\;a
]
e

M|

M|

Abbildung B.7: Einschleifendiagramme zu I'gv ey

C(A)ay
((4 (A)a ¢°By+2+ 2(Sg§eGG> Guv
4
B <3C(A)ozs
4

C(A)ay
4

QQB(I) +24 25ﬂgeGG> YuVv

36 (2’)/,/4(]“ + 29,9, — 3’Yuéqy)> )

i C(A)ay
FGggCYng(O, —q,q) = 2 an
(égv,o - 7u‘§7p - 37/)(]1/ + VVQp) )
: asC(A)1
F Vee - 2 v 1 (5 €€ - B .
GYeeY, Z’Y<+GYC+ i 2( 0)>

g 36 febd X

B.3.2 Vertexfunktionen mit g, y

&

_ AE - N

Y 666<BG yT—»*’..,.'.‘. g
€ ¢ €

Abbildung B.8: Einschleifendiagramme zu I'z.; und I'g;+.

Fﬂlje% = V2(Sip Pr — SipPr)dijx
asC(F)
1 5~e B ,
( 0t 4 0>

Lo = ﬁ(SkLPL — SkrPr)di; %

(B.36)

(B.37)
(B.38)

(B.39)
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ol
<
=
/
o
@)

Q

g

Abbildung B.9: Einschleifendiagramme zu I'jze; und I’

~—|—\ C ~T\
Y *\T ..... e € Y \T" ¢ ¢
it g A
iy S 3 WA _
vy~ oooc € y- ‘ ¢

Abbildung B.10: Einschleifendiagramme zu I

asC(F)
(1 + 5yeq + A BO> )

Diese (0, —q) = V24 (Sf Pr — SipPr)dijx

(1 + Oyge — %7@(300 :

Lyt yie(—00) = V24(SkrPr — SerPr)dij

(1 + dyge — 0sC1E) (Bo)> :

4
aaS
F‘ngaEﬂL(p7 ka —P— k) = ng EX
C(A
(—(2 (260 + (1 2P,)C)

+ C(F)(QPLCl)) + Ok,

aaS
Fq}gazg;(_Pa k,p— k‘) =—gpT Ex

(@(200 +(1-2Py)CY)
+ C(F)(QPRCl)) L Ok,
ngeggj (¢,—q) = O(q_2) :

N}

g ¢ § -

gitee:

|

Qe

(B.40)

(B.41)

(B.42)

(B.43)

(B.44)
(B.45)
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B.3.3 Identitaten mit w#

Da die Terme mit w” keine Strahlungskorrekturen erfahren (s. Kapitel 4.2.2), gilt

Ligr (@, —0) = 0ijqu, (B.46)
FGZYg‘b’w#(Q: _Q) = gprf(saqu: (847)
52 sk

_ ot B.48
Seoe U (B.48)
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Anhang C

Standardintegrale

Wir benutzen folgende Standardintegrale fiir Einschleifenkorrekturen [51]:

1
B, = / , c1
0 = | IE— A+ e -l D
{1, ky}
Cror = / “ , C.2
s} k2= m2]] (k)2 —m3 ][ (k4 pa)?—m2] (€2)
mit
1672 dPk
4—-D

C.3
/ 5 / gt (€3)

und der Tensorzerlegung
Cu = p1,C1+p2,Ca, (C.4)
By = By(pi,mg,mi), (C.5)
Ci — CZ(pi (pQ_pl)2)p%)m%7m%7m%)' (C6)

Dies entspricht den Konventionen von [52, 53].
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Anhang D

Renormierung und supersymmetrische
Eichtheorien

In diesem Kapitel werden einige Grundtatsachen iber Renormierung zusammenge-
stellt, auf die im Haupttext Bezug genommen wird. Nach einigen Definitionen ge-
ben wir das Quantenwirkungsprinzip und die Methode des Infrarot-Power-Counting
an. Diese Punkte sind aus der Literatur bekannt und wurden im wesentlichen aus
[54, 55, 56, 57, 30, 5] tUbernommen und in einheitliche Konventionen dberfiihrt.

D.1 Divergenzenin der Storungstheorie

D.1.1 Zeitabhangige Storungstheorie

Gegeben sei ein zur Zeit ¢, préparierter Quantenzustand |i). Ein Grundproblem der
Quantenmechanik ist, die Wahrscheinlichkeit daftir zu berechnen, dal} zu einer spéate-
ren Zeit t; der Zustand |f) gemessen wird. Diese Wahrscheinlichkeit 1&Bt sich (im
Heisenbergbild) als

(i) (D.1)

darstellen. Um diese Ubergangswahrscheinlichkeit ndherungsweise zu berechnen,
wird haufig das Wechselwirkungsbild eingefiihrt. Hierbei wird der Hamiltonopera-
tor des Systems in zwei Anteile

H=Hy,+ H, (D.2)
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aufgeteilt, von denen der erste Teil H, einem losbaren Quantensystem ohne Wech-
selwirkung entspricht. Weiterhin wird der unitére Operator U(¢, ty) eingefuhrt, der
die Operatoren A" im Heisenbergbild und deren Gegenstiicke A’ im Wechselwir-
kungsbild gemal

Al(t) = Uslt,to) A" (t)UL(t, to) (D.3)
verknipft und die Bewegungsgleichung

i0uUs(t, to) = Hi(t)Ur(t,to) (D.4)
erfullt.

Mit diesem unitaren Operator 148t sich (D.1) als |(f7|U;(t,to)|ir)|? schreiben, wo-
bei (f;|, |¢;) die freie Schrodingergleichung erfiillen. Das Problem ist also auf die
Berechnung von Uy (¢, ty) zuriickgefihrt.

Die kanonischen Variablen (g, p,,) des Systems erfiillen dabei die Bewegungsglei-
chungen

iy = [qf, HJ, (D.5)
iy, = lay, Hy) (D.6)

(entsprechend fiir die p,,) im Heisenberg- bzw. Wechselwirkungsbild. Die ¢! erfiillen
also die Bewegungsgleichungen der Theorie ohne Wechselwirkung.

Der Nutzen des Wechselwirkungsbildes besteht nun darin, dal? die Bewegungsglei-
chung fir Uy leicht zu

t

U[(t,to) = Texp (—Z/ dtlHlj(t/)> (D?)
to

integriert werden kann, wobei 7' der Zeitordnungsoperator ist, und wobei der Expo-

nent formal als kleine Storung behandelt werden kann. In der Praxis kann die Reihe

(D.7) daher als Ausgangspunkt fir die storungstheoretische Berechnung von Uber-

gangswahrscheinlichkeiten wie (D.1) verwendet werden.

Die Existenz des Operators U; kann fiir Quantensysteme mit endlich vielen Frei-
heitsgraden bewiesen werden [58].

Relativistische Quantenfeldtheorien enthalten aber notwendigerweise unendlich vie-
le Freiheitsgrade. Die kanonischen Variablen ¢,, entsprechen in Feldtheorien ndmlich
den Feldern ¢(z), wobei die Ortsvariable z die Rolle eines kontinuierlichen Index
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annimmt. Daher ist die Entwicklung (D.7) nicht mehr durch [58] gedeckt, und in der
Tat folgt aus dem Haagschen Theorem [59], daR die Kombination von Feldtheorie
und der Forderung nach relativistischer Invarianz der Existenz von U; widerspricht.
In relativistischen Quantenfeldtheorien kann daher die Entwicklung (D.7) nicht zu
einem wohldefinierten Operator U; fiihren. Wird (D.7) trotzdem in hdheren Ordnun-
gen beispielsweise im Impulsraum ausgewertet, so ergeben sich divergente Impul-
sintegrale.

Trotz dieser Komplikation ist es moglich, auch in relativistischen Quantenfeldtheo-
rien Storungstheorie zu benutzen, und zwar indem eine Regularisierung eingeftihrt
wird. Die Feldtheorie wird dabei als Grenzfall von modifizierten Theorien darge-
stellt, in denen die Storungsreihe (D.7) benutzt werden kann. Erst nach Auswerten
der Storungsreihe wird der Grenzprozel zur Feldtheorie vollzogen. A priori ist da-
bei allerdings nicht klar, ob sich fiir beobachtbare GroRen wohldefinierte Resultate
ergeben, die nicht von den Details der Grenzwertbildung abhangen.

Ein naheliegendes Beispiel bildet die Regularisierung durch ein Raumzeitgitter. Die
Ortsvariable z kann zunachst nur die endlich vielen diskreten Werte z; eines Gitters
annehmen, so dal? die Theorie in diesem Stadium endlich viele Freiheitsgrade hat und
auch nicht relativistisch invariant ist. Auf dem Gitter ist also die Entwicklung (D.7)
gultig. Nach dem Auswerten der Stérungsreihe wird der Kontinuumslimes gebildet,
bei dem die Anzahl der Gitterpunkte gegen unendlich und ihr Abstand gegen Null
geht.

Die Regularisierungs-Wirkung selbst beruht darauf, dal} es einen maximalen Impuls
gibt, der durch das Inverse der Gitterkonstante gegeben ist. Dadurch werden grof3e In-
tegrationsimpulse effektiv unterdriickt und die Impulsintegrale konvergieren. Andere
Regularisierungs-Methoden bestehen zum Beispiel in der Einfiihrung eines explizi-
ten Impuls-Cutoffs, oder in der dimensionalen Regularisierung [29, 30], bei der das
\Volumenelement

dp = BQdp p® — dp=dQdp pPp~© (D.8)

ersetzt wird.

D.1.2 Kausale Storungstheorie

Die Storungsreihe (D.7) kann also in relativistischen Quantenfeldtheorien im allge-
meinen nur benutzt werden, sofern eine Regularisierung der Theorie zugrundegelegt
wird.
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Um die Ursache und die Struktur der auftretenden Divergenzen genauer zu verstehen,
geben wir noch einen weiteren Zugang zur Stérungstheorie an, der in [54] eingefihrt
wurde. Dieser Zugang verzichtet auf die Analogie zur Quantenmechanik mit endlich
vielen Freiheitsgraden und stellt stattdessen die grundlegenden physikalischen For-
derungen an relativistische Quantenfeldtheorien in den Vordergrund. Dies sind die
Forderungen nach der Kausalitét, der Unitaritat der Zeitentwicklung und der Lorent-
zinvarianz der Theorie.

Zunéachst wird die Theorie ohne Wechselwirkung betrachtet. Der Zustandsraum ist
ein Fockraum, der von Erzeugern a! (p) fiir freie Zustidnde der Teilchensorte n mit
Impuls p"aufgespannt wird. Diese Erzeuger fiihren zu freien Quantenfeldern ¢,,(z),
wobei der genaue Zusammenhang vom Spin der Teilchen abhangt. Im Falle neutraler
skalarer Teilchen der Masse m gilt

[a(p), a" ()] = 20°°(F—F), "=V +m?, (D.9)
d3 ih -
p(z) = /W/I;Qp(’ (a(P)e™ """ + ol (p)e'"+) (D.10)

Die Quantenfelder sind lokal in dem Sinne, dal die Kommutatoren zwischen Feldern
an raumartig zueinander liegenden Punkten verschwinden:

[6u(z), ¢m(y)] = 0, falls (z —y)* < 0. (D.11)

In der Theorie mit Wechselwirkung wird als zentrale GroR3e die S-Matrix betrachtet.
Die Matrixelemente

(f15]#) (D.12)

stellen die Amplituden dafiir dar, daR der freie Zustand |¢) in unendlicher Zeit in den
freien Zustand | f) Ubergeht. Die S-Matrix entspricht also dem Zeitentwicklungsope-
rator Uy (400, —00).

Die grundlegenden physikalischen Forderungen werden nun als Bedingungen an die
S-Matrix formuliert. Technisch wird zunéchst eine Funktion g(z) eingefuhrt, die
Werte zwischen 0 und 1 annimmt und die Starke der Wechselwirkung am Ort x
parametrisiert. Entsprechend sei S(g) die S-Matrix bei Vorhandensein dieser mit
g(x) parametrisierten Wechselwirkung. Der physikalische Wert ist g(z) = 1, und
die tatséchliche S-Matrix der Theorie ist S = S(1).

Die Bedingungen lauten nun:

e Lorentzinvarianz: S(Ag) = U(A)S(g)U(A)T, wobei U(A) eine unitare Dar-
stellung der Lorentztransformation A auf dem Zustandsraum bezeichnet.
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e Unitaritit: S(g)'S(g) = 1. Aus dieser Bedingung folgt, daR die Norm eines
Zustandes sich nicht andert und sich die Wahrscheinlichkeiten aller Alternativen
bei einer Messung zu Eins addieren.

o Kausalitdt: S(g1 + g2) = S(g2)S(g1), falls supp(g2) nur zeitlich spétere Punk-
te als supp(g;) enthalt.! Diese elementare Forderung besagt, daB eine spétere
Wechselwirkung die friihere nicht beeinflussen kann, und sie ist dquivalent zu

0 65(g) ) = 0 fiir 2° 0
5902) (5g(y)s(g) > =0fiurz’ <y’ . (D.13)

Stdrungstheoretisch kann die S-Matrix nach Potenzen von g(z) entwickelt werden:

S(g) = 1+ Z / %g(xl) oo g(x)Sp(xy, ... yxy)dxy ... dx, (D.14)
n=1 )

mit Operatoren S, (z1, ... , z,), die total symmetrisch in den z; sind. Die Auswer-
tung obiger Bedingungen fiir die .S,, fuhrt zu einigen bemerkenswerten Aussagen.

So folgt, daR die erste Ordnung Si(z) ein antihermitescher skalarer Operator sein
muB, der wegen der Kausalitatsforderung an S» die Gleichungen

So(z,y) + Si(z)Si(y) = Ofirz® >y°, (D.15)
So(x,y) + S1(y)Si(z) = 0firy” > 2 (D.16)

erfillen muf3. Aus der Lorentzinvarianz und der Tatsache, dal} Lorentztransformatio-
nen die zeitliche Reihenfolge von raumartig getrennten Punkten umkehren kdnnen,
folgt die Konsistenzbedingung

[Si(x),Si(y)] = Ofiir(z—y)?<0. (D.17)

In [60] wurde dies als die Bedingung hervorgehoben, die die Kombination von Quan-
tenmechanik und Relativitat so restriktiv macht.

Eine Losung fiir (D.17) besteht darin, S;(z) als lokales Produkt der freien Feldope-
ratoren ¢,,(x) und ihrer Ableitungen zu definieren. Wir kdnnen dann schreiben

Si(x) = iL(p(x),0¢(x)) (D.18)

wobei L(¢,d¢) hermitesch ist und sich durch Vergleich mit dem Zugang aus Ab-
schnitt D.1.1 mit der Lagrangedichte identifizieren laRt.

supp(g) bezeichnet die Menge der Punkte, fiir die g(x) # 0.
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Die Auswertung der drei fundamentalen Bedingungen fir die hoheren Koeffizienten
S,, zeigt: Aus der Forderung nach Unitaritat folgt durch Entwickeln von S(g)"S(g)
in n-ter Ordnung, daB sich der hermitesche Anteil S,, + SI durch die niedrigeren
Koeffizienten ausdricken laRt:

n—1
Su+ 85 = =Y Plx1...wplzesr- . 70)SkS) (D.19)
k=1

wobei P(z1 ... zy|Tgi1 - . . ,) die Summe tber alle () Mdglichkeiten bedeutet, die
Argumente zu verteilen.

Aus der Forderung nach Kausalitat folgt dagegen, dal? .S,,,1 immer dann in Produkte
von Termen niedrigerer Ordnung zerféllt, wenn fiir mindestens ein Paar (z, y) von
Argumenten gilt, dall = kausal nicht von y abhéngt:

Sn+1(y, 1, ... ,xp) =
n—1
— Z P(zy...xp|Tks1 .- 2n)Ska1(y, 21, - - - ,l’k)Sl_k(l’kH, ..., 14D.20)
k=0
falls fir mindestens ein z;: 3° > 2¥ oder wenigstens (z; — y)? < 0. (D.21)

Wegen der Symmetrie von S, ist die Bedingung (D.21) immer erfiillt, mit Ausnah-
me des einen Falles, dal? alle Argumente gleichsind: y =z = ... = z,,.

Zusammengefalit bestimmt die Unitaritét also die hermiteschen Anteile von S,
wéhrend die Kausalitét die nichtlokalen Anteile bestimmt.

Dies ermoglicht, iterativ aus S; = <L alle Ordnungen der S-Matrix zu berechnen.
Eine mdgliche Losung ist durch

S(g) = Texp (2/£(x)g(:t) dx) : (D.22)
Su(T1y ...y xn) = "T(L(z1)...L(xy)) (D.23)

gegeben. Diese LOsung ist analog zu (D.7). Allerdings sehen wir in diesem Zugang,
dal? die Losung nicht eindeutig ist, denn die lokalen und antihermiteschen Anteile
von S, sind durch die Unitaritat und Kausalitat nicht fixiert. In der Tat ist auch das
T-Produkt nur eindeutig definiert, wenn die z; nicht alle tGbereinstimmen. Fir jede
Ldsung S, ist auch S, + iA,, eine Ldsung, wenn A, (z1, ... ,z,) ein hermitescher
Operator ist, der nur fiir z;y = ... = z,, nicht verschwindet.
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Die allgemeine Losung der Forderungen nach Unitaritat, Kausalitdt und Lorentzin-
varianz der S-Matrix zu gegebenem L laRt sich in der Form

S(g) = Texp (i/ﬁ(x; q9) d:L’) : (D.24)
L(z;9) = L(z)g(z)
+ Z % / Ao(z, 21,0 s xn1) g(21) ... g(zp—1) dq . . . dP.25)

n>2
schreiben. Die Integrale in L£(z; g) kollabieren alle wegen der Lokalitdt von A,
so dal L(z;g) eine lokale Funktion der freien Felder und deren Ableitungen ist.
Die Forderung nach Lorentzinvarianz muf3 hier durch geeignete Definition des T-
Produktes und der A,, erfiillt werden. Die Funktion £(z; g) Ubernimmt die Rolle der
tatsachlichen Wechselwirkungslagrangedichte der Theorie.

D.1.3 Konsequenzen fir die Divergenzen

Wir konnen die Ergebnisse der letzten beiden Abschnitte wie folgt zusammenfas-
sen: In beiden Zugéngen liefern die beiden naheliegenden Gleichungen (D.7) bzw.
(D.22) nicht ohne weiteres die richtige Storungsreihe. Im ersten Fall ist die Reihen-
entwicklung nicht ohne Regularisierung maoglich; im zweiten Fall reichen die zu-
grundeliegenden physikalischen Forderungen nicht aus, um die S-Matrix in hoheren
Ordnungen eindeutig festzulegen.

Die Forderung nach Lorentzinvarianz, Unitaritat und Kausalitat der S-Matrix legt die
hermiteschen und nichtlokalen Anteile der S-Matrix storungstheoretisch Ordnung fiir
Ordnung eindeutig fest. Insbesondere erzwingen diese Forderungen die Existenz von
hoheren Ordnungen und sie liefern die Feynmanregeln zu deren Berechnung.

Es bleibt aber eine Undefiniertheit oder Vieldeutigkeit (ibrig, die sich in der Freiheit
manifestiert, zur Lagrangedichte in jeder Ordnung einen hermiteschen und lokalen
Operator zu addieren.

Um eine relativistische Quantenfeldtheorie vollstandig zu definieren, reicht also die
klassische Lagrangedichte £ nicht aus. Vielmehr missen zusétzlich alle Operatoren
Ao, As, ... oder dquivalent alle Ordnungen der tatsdchlichen Lagrangedichte £(z; g)
aus GlI. (D.25) vorgegeben werden.

Unter Berticksichtigung der Vieldeutigkeit der lokalen, hermiteschen Terme kdnnen
wir nicht erwarten, dall die Gleichungen (D.7) bzw. (D.22) direkt zu eindeutigen
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und konvergenten Resultaten flihren. Aber die Hypothese liegt nahe, dal3 auftretende
Divergenzen hermiteschen und lokalen Termen entsprechen und sich daher durch ge-
eignete Definition dieser Terme absorbieren lassen. Ebenso 1aRt sich vermuten, dal}
verschiedene Regularisierungsverfahren sich in Beitrdgen zu solchen Termen unter-
scheiden konnen, wohingegen die Beitrdge zu nichtlokalen Termen oder Imaginartei-
len endlich und eindeutig sein sollten.

Der Nachweis dieser Hypothesen muf3 erst durch eine detaillierte Untersuchung der
Divergenzen erbracht werden. Solch ein Nachweis zeigt dann erst, dal} es eine kon-
vergente Losung fiir S(g) geben kann, und daf damit das Konzept einer relativisti-
schen Quantenfeldtheorie tiberhaupt sinnvoll ist.

D.2 Renormierungund Counterterme

Die Gleichung (D.24) liefert die Feynmanregeln, nach denen Beitrdge hoherer Ord-
nung zu berechnen sind [54, 61]. Hohere Ordnungen liefern dabei Diagramme mit
geschlossenen Schleifen. Die Schleifenordnung ist dquivalent zur Ordnung in 7, so
dal’ die Storungstheorie in natiirlicher Weise als Entwicklung in eine Potenzreihe in A
aufgefalst werden kann. Die niedrigste Ordnung ist dann dquivalent zum klassischen
Grenzfall.

In den Feynmandiagrammen kdnnen immer dann Divergenzen auftreten, wenn ei-
ne topologisch geschlossene Schleife auftritt. Das Verfahren, diese Divergenzen so
durch endliche Ausdriicke zu ersetzen, daR sich dabei eine wohldefinierte S-Matrix
ergibt, die den Forderungen nach Kausalitat, Unitaritat und Lorentzinvarianz genigt,
wird als Renormierung bezeichnet. In diesem Abschnitt skizzieren wir den Nach-
weis, dal} dieses Verfahren durchfihrbar ist und diskutieren einige wesentliche Ei-
genschaften.

D.2.1 Greenfunktionen und erzeugende Funktionale

Mit der S-Matrix lassen sich storungstheoretische Greenfunktionen definieren:

~ (0IT¢i(x1)¢j(x2) .. .exp (i [ £ dz) |0)
B (0|T exp (i [ £ dz) |0) - (D26)
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Hierbei bezeichnet £ die vollstandige Lagrangedichte aus (D.25) inklusive der Bei-
trage hoherer Ordnung (die Funktion g(z) wird ab jetzt = 1 gesetzt). Gl. (D.26) wird
als Gell-Mann Low-Formel bezeichnet.

Diese Greenfunktionen entsprechen zeitgeordneten Vakuumerwartungswerten von
wechselwirkenden Feldern: Nach [56] sind die wechselwirkenden Felder storungs-
theoretisch durch

®i(x) = T(6:5)S" (D.27)

gegeben, und unter Benutzung von T'(®;®; ...) = T(¢i; ... S)ST sowie ST|0) =
0)er, @ = (0|S|0)~! ergibt sich daraus

Gijm(:vl, o, . . ) = (0|T<I>l(x1)®](x2) ce |0> . (D28)

Falls die S-Matrix ein wohldefinierter Operator ist, liefert die Gell-Mann Low-
Formel Greenfunktionen, die keine Divergenzen enthalten. Es ist aber in der Pra-
xis einfacher, die Divergenzen und die Renormierung anhand der Greenfunktionen
anstatt anhand der S-Matrix zu diskutieren, da die Greenfunktionen c-Zahl-wertige
Funktionen und keine Operatoren sind.

Wir betrachten daher im folgenden nur noch Greenfunktionen und nicht mehr die
S-Matrix.

Die Greenfunktionen lassen sich in einem erzeugenden Funktional zusammenfassen:

Z(J) = (0|TeT@e@dr gy (D.29)
) _ 0Z(0)

Zu den Greenfunktionen G;... tragen alle Feynmandiagramme mit aueren Feldern

¢ia gbj, ... bel.

Zusammenhangende Greenfunktionen, also solche, zu denen nur topologisch zusam-
menhadngende Vertexfunktionen beitragen, werden durch das Funktional Z. erzeugt,
das durch

Z(J) = €% (D.31)
definiert ist.

Fir die Renormierung am wichtigsten sind die ein-Teilchen-irreduziblen (1PI)
Greenfunktionen, deren Feynmangraphen keine duferen Linien enthalten und auch
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nach Durchtrennen einer Linie noch zusammenhéangend sind. Diese 1Pl Greenfunk-
tionen sind die Bausteine aller Greenfunktionen. Wir erhalten das erzeugende Funk-
tional I" dieser Funktionen durch eine Legendretransformation von Z,.:

D) = Z(0) — [ do(@)bums(@)], 0:32)
Zo(J) = T(Gouss) + / de(x)¢c|ass(x)‘J:_Milrass. (D.33)

Die Funktionen ¢ass() sind Klassische, c-Zahl-wertige Felder
boase(1) = 62, _ <O|Tgb(x)eifJ($)¢(x)de\0> | (D.34)

5T <0‘€ifj(m)¢(m)dms‘0>

die den Erwartungswerten der Quantenfelder in Gegenwart der Quellen J und der
Wechselwirkung entsprechen.

Bei der Legendretransformation wurde angenommen, dal die Vakuumerwartungs-
werte der Felder verschwinden:
6Z.(0) 6T(0)
6J 5¢class

0. (D.35)

Im weiteren Verlauf werden wir die klassischen Felder ebenfalls mit ¢ statt mit ¢gjass
bezeichnen, wenn keine Verwechslungsgefahr mit den Quantenfeldern besteht.

Die Ableitungen von I' nach den Feldern bezeichnen wir als (ein-Teilchen-
irreduzible) Vertexfunktionen:
or

501063 (52) - lo=0 (D.36)

F¢i¢j---(x1) xQ, .. ) —_

Das Funktional I" ist wegen zweier Eigenschaften besonders wichtig: Zum einen las-
sen sich alle Feynmandiagramme zu den vollstandigen Greenfunktionen in Blocke
aus Vertexfunktionen zerlegen, wobei geschlossene Schleifen nur innerhalb einzel-
ner Vertexfunktionen auftauchen. Daher reicht es, die Renormierung der Vertexfunk-
tionen zu betrachten. Zum anderen ist I" gleich der klassischen Wirkung der Theorie,
erweitert um Korrekturen der O(h):

I(¢) = T+ O(), (D.37)
My = / d2La(6(z)) (D.38)
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wobei L hierbei die Summe der Wechselwirkungslagrangedichte £ und der der
freien Theorie entsprechenden Lagrangedichte £ ist. Der Grund hierfir ist, daB zur
niedrigsten Ordnung von I" nur die 1Pl Diagramme ohne geschlossene Schleifen bei-
tragen und diese genau den Vertizes aus L entsprechen.

Wegen I' = I'qy + O(h) wird I als effektive Wirkung bezeichnet.

Wir geben nun noch eine niitzliche Umformulierung des erzeugenden Funktionals
der vollen Greenfunktionen in Form eines Pfadintegrals an:

2(]) = / Dep e JE+I@ola)ds (D.39)

wobei D¢ das Mal} fiir die Integration Uber alle Feldkonfigurationen angibt. Ma-
thematisch ist das Pfadintegral zunéchst nicht wohldefiniert; seine tatséachliche Be-
deutung bekommt es ebenfalls erst durch die Renormierung. Aber fiir viele formale
Uberlegungen stellt es einen geeigneten Rahmen dar.

D.2.2 Power-Counting

Jedes Feynmandiagramm ~ besteht aus Vertizes und Propagatoren, die die Vertizes
verbinden. Uber die Impulse in geschlossenen Schleifen wird integriert. Das dabei
auftretende Impulsintegral hat die asymptotische Form [ p?™@=1dp, wenn alle Inte-
grationsimpulse gemeinsam gegen unendlich gehen. Der oberflachliche Divergenz-
grad d(+y) 1aRt sich dabei wie folgt einschranken: Zunéchst hat jeder Propagator A;;
zwischen zwei Feldern ¢;, ¢; das Verhalten

Aij(p) ~ p% (p— o). (D.40)
Wir definieren dann UV-Dimensionen d; der Felder ¢; so, dal
di+dj >di; +4 (D.41)

gilt, und ordnen jedem Vertex V., der einem Produkt aus Feldern und deren Ablei-
tungen in der Lagrangedichte entspricht, einen UV-Grad dim(V}) zu durch

dim(V;) = Y d;+ Zahl der Ableitungen . (D.42)
ankoppelnde Felder

Durch eine topologische Uberlegung I&Rt sich leicht einsehen, daB der Divergenzgrad
des Graphen ~ der Ungleichung

dy) <4+ Y @dim(Vy)-4)- > 4 (D.43)

Vertizes Vj, externeFelder ¢;
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genugt.

Dies zeigt bereits folgendes: Falls alle Vertizes der Theorie dim(V;) < 4 erfiillen,
dann ist der oberflachliche Divergenzgrad aller Graphen durch 4 beschrénkt. Dies ist
ein Vorteil, da dadurch die mogliche Divergenzstruktur stark eingeschrankt ist. We-
gen dieser Bedingung ist es niitzlich, die UV-Dimensionen d; so niedrig wie moglich
zu wahlen, so daB die Ungleichung (D.41) moglichst ausgeschopft ist.

D.2.3 R-Operation

Es gilt das Weinberg-Theorem [62]: Das Impulsintegral des Graphen ~ ist endlich,?
wenn der in Abschnitt D.2.2 definierte oberflachliche Divergenzgrad von ~ und all
seiner 1P1 Subgraphen negativ ist.

Angenommen, alle 1Pl Graphen mit (n — 1) geschlossenen Schleifen sind kon-
vergent. Aus der Struktur der 1Pl Diagramme folgt, dal der oberflachliche Di-
vergenzgrad von n-Schleifendiagrammen auf einen negativen Wert gesenkt wer-
den kann, indem nach &uBeren Impulsen abgeleitet wird. Solch eine Ableitung
ist nach dem Weinberg-Theorem also endlich. Es folgt, daR die Divergenz der n-
Schleifendiagramme ein Polynom in den &ueren Impulsen ist.

Im Ortsraum steckt die Divergenz also in lokalen Termen. Das entspricht genau dem
Ergebnis, dal} Unitaritat, Kausalitat und Lorentzinvarianz die Storungsreihe nur bis
auf lokale Terme festlegen.

Die Divergenz kann von den Diagrammen subtrahiert und durch einen endlichen
Ausdruck ersetzt werden, ohne dal’ diese drei grundlegenden Forderungen verletzt
werden.

Die R-Operation [54, 63, 64, 65] ist ein iteratives Verfahren, von jedem Feynman-
diagramm die Divergenz auf konsistente Weise zu subtrahieren. Sie lautet:

R(y) = R(v)+C(v), (D.44)
C(y) = —TR(y), (D.45)

wobei R die Renormierung der Subgraphen und R die vollstindige Renormierung
bezeichnet. T'R(~y) extrahiert den oberflachlich divergenten Anteil von -, der zum
Beispiel durch das Taylorpolynom vom Grad d(y) erhalten werden kann. Die De-
finition ist rekursiv; R ist durch die entsprechende Renormierung der Subgraphen

2\Wir betrachten hier nur Divergenzen fiir groRe Integrationsimpulse (UV-Divergenzen).
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definiert (\q, ... , A seien disjunkte, eigentliche Subgraphen von ~):

R(Y) = 7+ Y CA)...CA) N A} (D.46)
(i)

Die Terme C(v), die die oberflachlichen Divergenzen abziehen, sind Polynome in
den Impulsen bzw. lokal im Ortsraum. Die endlichen Anteile von C(+y) sind beliebig,
worin sich die Vieldeutigkeit der Renormierung ausdriickt. Diese Terme werden als
Counterterme bezeichnet. Es gelten nun zwei zentrale Theoreme:

1. Die R-Operation liefert fiir jedes Feynmandiagramm ein konvergentes Integral
[66].

2. Die Counterterme C/(vy) entsprechen Zusatztermen zur Lagrangedichte [54, 64,
19]. Das bedeutet, Anwenden der R-Operation auf die mit den Feynmanregeln
der klassischen Lagrangedichte L berechneten Diagramme ist dquivalent zur
Berechnung der Diagramme mit der Lagrangedichte £ + L, wobei der Coun-
tertermanteil L; durch die Counterterme C(~y) gegeben ist.

In Zwischenschritten muf hierbei eine Regularisierung verwendet werden. Die
Aquivalenz ist sowohl im Rahmen der Pauli-Villars- als auch der dimensionalen
Regularisierung [30] bewiesen.

Fir die Praxis bedeutet dies, dal} alle Greenfunktionen durch Addition geeigneter
Counterterme zur Lagrangedichte endlich werden. Diese Counterterme liefern auch
eine wohldefinierte S-Matrix, die alle in Abschnitt D.1.2 an sie gestellten Bedingun-
gen erfiillt. Die Counterterme werden Ordnung fiir Ordnung iterativ bestimmt. Ihre
endlichen Anteile sind zunéchst beliebig; sie konnen entweder durch Symmetrien
oder durch explizite Bedingungen an Vertexfunktionen fixiert werden:

!
Fd)lgﬁj = CZ] — ECt

¢i;...—Anteil - (D.47)

Solche Bedingungen werden Normierungs- oder Renormierungsbedingungen ge-
nannt; sie definieren ein Renormierungsschema.

Fir verschiedene Renormierungsschemata folgt: Stimmen zwei Schemata bis zur
Ordnung (n — 1) Uberein, dann kdnnen sie sich in n-ter Ordnung nur um lokale Ter-
me unterscheiden. Ferner konnen zwei Renormierungsschemata ineinander tberftihrt
werden, indem zur Lagrangedichte des einen endliche Zusatzcounterterme addiert
werden.
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D.2.4 Schema der Renor mierung und Power-Counting-Renor mier barkeit

Die bisherigen Ergebnisse zeigen, dal} durch geeignete Renormierung, das heift
durch Addition geeigneter Counterterme zur Lagrangedichte, alle Divergenzen der
Storungsreihe verschwinden. Die dabei entstehende Lagrangedichte hat dann in
Ubereinstimmung mit (D.25) die Form

L = La+La=) d0;, (D.48)

7

wobei die O; die verschiedenen Produkte der elementaren Felder bezeichnen. Die
klassische Lagrangedichte kann in derselben Form

Lo = ) O; (D.49)

mit anderen Koeffizienten ¢! geschrieben werden. Daher lauft die Renormierung ein-
fach auf die Ersetzung
&= =4 0(h) (D.50)

) (I

hinaus. Die Parameter c¢' sind die klassischen Parameter, die daraus durch Renormie-
rung entstehenden ¢ werden als nackte Parameter bezeichnet.

Im allgemeinen kann es Koeffizienten ¢! # 0 geben, deren klassische Gegenstiicke
¢ = 0 sind. Existieren aber keine solchen Koeffizienten, so 148t sich auch
& = =7, Zi=14+0(h) (D.51)

7

schreiben. Dies erklért den Begriff “Renormierung”. Modelle, bei denen diese Erset-
zung moglich ist, werden multiplikativ renormierbar genannt.

Insbesondere in Theorien mit Symmetrien ist die Schreibweise ¢! = Z;c¢' nicht im-
mer moglich, wenn die klassische Lagrangedichte zwar durch Symmetrien einge-
schrankt ist, aber nicht-symmetrische Counterterme bendtigt werden. Fiir Theorien
mit Symmetrien wird daher der Begriff der multiplikativen Renormierbarkeit etwas
anders gefaldt (s. Kapitel D.5).

Theorien, in deren Klassischer Lagrangedichte nur Vertizes mit dim(V%) < 4 auf-
tauchen, werden power-counting-renormierbar genannt. Wie am Ende von Abschnitt
D.2.2 gesehen, ist dann der Divergenzgrad eines Feynmandiagramms durch 4—> . d;
nach oben begrenzt, so dal® zur Absorption der Divergenz ein Countertermvertex, der
wiederum dim(V¢;) < 4 erflllt, ausreicht. Die Bedingung, daR nur solche Vertizes in
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der Lagrangedichte auftauchen, 1aRt sich also konsistent in allen Ordnungen erfiillen.
Falls es nur endlich viele verschiedenen Vertizes dieser Art gibt, folgt aus der Power-
counting-Renormierbarkeit, dak die Anzahl der ¢? in (D.48) endlich ist.

Die Anzahl der verschiedenen Parameter ¢, die in der nackten Lagrangedichte £
auftauchen, ist ein oft benutztes Kriterium zur Klassifikation von Theorien. Kenntnis
der ¢ ist aquivalent mit der Kenntnis von £ und damit der S-Matrix. Tritt nur ei-
ne endliche Anzahl auf, so hangt die Theorie nur von endlich vielen Parametern ab;
durch Vergleich der Theorie mit endlich vielen experimentellen Daten werden die-
se Parameter bestimmt, und daraus kdnnen Vorhersagen fiir weitere Observablen in
beliebig hoher Ordnung berechnet werden. Tritt jedoch eine unendliche Anzahl von
Parametern auf, so kann die Theorie ihre Vorhersagekraft verlieren, wenn unendlich
viele experimentelle Daten zur Bestimmung der Parameter nétig sind.

D.3 Quantenwirkungsprinzip

D.3.1 Einsetzungen zusammengesetzter Operatoren

Neben den Greenfunktionen der elementaren Felder ¢; sind auch Greenfunktionen
zusammengesetzter Operatoren von Bedeutung. Zusammengesetzte Operatoren sind
lokale Produkte von Quantenfeldern

O(z) = ¢i(x)pj(x)... (D.52)

oder deren Ableitungen. Um Greenfunktionen fiir einen Satz solcher Operatoren O;
geschickt zusammenfassen und renormieren zu konnen, konnen Quellen Y; fiir diese
Operatoren in die Lagrangedichte eingefiihrt werden gemal3

L— L+Y0;. (D-53)

Im Gegensatz zu den Quanten- oder dynamischen Feldern ¢; sind die Y; genau wie
die J; aulRere, klassische Felder, die nicht quantisiert werden und in Feynmandia-
grammen nicht als innere Linien auftauchen.

Die erzeugenden Funktionale Z, Z. und I' sind wie bisher (Abschnitt D.2.1) definiert,
héngen nun aber auch von den Y; ab. Ableitungen nach den Y; liefern Greenfunktio-
nen der Operatoren O;:

§Z(J,Y)

OIT O;0; ... ¢ ... S[0) = 8(iY;)0(iY;) .. 6(iJr)6(iy) . .|

. (D.54)
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Die erzeugenden Funktionale fir Greenfunktionen mit genau einer Einsetzung des
Operators O; bezeichnet man wie folgt:

O;-Z(J) = %‘H, (D.55)
O Z(J) = %\H, (D.56)
0;-T(¢) = %\Y:O- (D.57)
Es gilt hierbei
Oi-T(¢) = i Ze(J)| jir = [oi-zu)} /Z(J)‘J:_E. (D.58)

do

Eine wesentliche Eigenschaft dieser Einsetzungen ist, dall — entsprechend der Be-
deutung von I" als effektiver Wirkung — auch O; - T" in niedrigster Ordnung mit dem
klassischen lokalen Feldprodukt O;ass Ubereinstimmt:

Oi ) F(¢) = Oiclass + O(hOi) ) (D-59)

wobei O;1ass aus dem Operator O; durch Ersetzen der Quantenfelder durch ihre Er-
wartungswerte hervorgeht (vgl. Abschnitt D.2.1). Als Folge hiervon gilt auch die
Implikation
O;-T'(¢p) = 04+ O(R")
= 0;-I'(¢) = h"(lokale Terme) + O(A"™!) | (D.60)

die flr die vollstandige Induktion der Renormierbarkeitsbeweise sehr wichtig ist.

D.3.2 Quantenwirkungsprinzip

Fir die Einsetzungen gilt ein fiir die Renormierung sehr wichtiges Theorem, das
Quantenwirkungsprinzip [18, 19]. Dieses Theorem fiihrt gewisse Ableitungen der
erzeugenden Funktionale, wie sie typischerweise in Symmetrie-ldentitdten vorkom-
men, auf Einsetzungen zuriick. Fiir power-counting-renormierbare Theorien 1&lt es
sich in folgender Weise formulieren [55]:

e Bewegungsgleichungen:
or

(D.61)
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wobei A; eine Einsetzung mit Dimension < (4 — d;), die in der niedrigsten
Ordnung durch A; = §¢ + O(7i) gegeben ist.

e Nichtlineare Feldtransformationen:

ST 6T

5Y,(2) 00;(x) Aqj(z) - T, (D.63)
57

T §Ya(2) Ji(z) = Ag(z)-Z. (D.64)

Die Einsetzung 5 ) wirkt hier wie eine Transformation des Feldes 6¢; =

O, (z). Die Elnsetzung A,; hat die Dimension < (4 — dy, + do,). Fir lineare
Transformationen ¢,¢; gilt sogar die explizite Gleichung

or
— = A, T D.
e \ariation eines Parameters:
or’
— = Alx)-T D.
o = [ dae@ T, (D.66)
WA
— Alx) - Z D.67
eIl NG ©5)

wobei A ein beliebiger Parameter der Theorie und A eine (Uber x) integrierte
Einsetzung der Dimension < 4 ist.

D.3.3 Korollare

Als Korollare zeigen wir nun, daB folgende drei Typen von Gleichungen zur alge-
braischen Definition von Quantenfeldtheorien benutzt werden kdnnen:

e Slavnov-Taylor-ldentitaten 0 - S(T) = [d'z (;21; gif

e Ward-Identitdten 0 = WI' = fal‘*xdgoZ mlt in den dynamischen Feldern
hochstens linearen Variationen dp;,

: ! : . - .
e Bewegungsgleichungen g—g = OBclass; Wobel Opgclass maximal linear in den
dynamischen Feldern ist.
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Gelten diese Gleichungen bis zur Ordnung %", dann folgt aus dem Quantenwir-
kungsprinzip, daf die Brechungen in der Ordnung A" eine Einsetzung A" A - T" dar-
stellen missen, die nach (D.60) die Form 2" A 4+ O (A1) mit lokalem A annimmt.

Damit konnen die Brechungen der Ordnung A" im allgemeinen durch Addition loka-
ler Counterterme der Ordnung /" zur Wirkung absorbiert werden.*

Damit folgt, dall — Anomaliefreiheit vorausgesetzt — diese Typen von Gleichungen
den Grundforderungen Kausalitdt und Unitaritat, die die nichtlokalen Anteile in T’
festlegen, nicht widersprechen und benutzt werden kdnnen, um die lokalen Anteile
festzulegen.

Im Gegensatz dazu kénnen etwa Gleichungen wie g—g = Ar A, (=nichtlinearer Aus-
druck) nicht in allen Ordnungen gefordert werden, da nach dem Quantenwirkungs-
prinzip ab Einschleifenordnung die linke Seite gleich der Einsetzung (A*A,) - T
ist, welche in einer Theorie mit Wechselwirkung nicht mit dem klassischen Produkt
A A, Ubereinstimmen kann.

D.4 Symmetrien und Symmetriebrechung durch Anomalien

D.4.1 Formulierung der Symmetrien

Bisher haben wir gezeigt, dall zu jeder Lagrangedichte £, + £ durch die R-
Operation bzw. Addition geeigneter Counterterme eine endliche und wohldefinier-
te Quantenfeldtheorie konstruiert werden kann. Die S-Matrix dieser Quantenfeld-
theorie erfillt die Forderungen nach Unitaritat, Kausalitat und Lorentzinvarianz, und
die effektive Wirkung stimmt in niedrigster Ordnung mit der klassischen Wirkung
Lo = [(Lo+ L) tberein.

In der Elementarteilchenphysik spielen aber auBer der Lorentzinvarianz noch we-
sentlich mehr Symmetrien eine fundamentale Rolle. Es hat sich gezeigt, dal} die
Quantenfeldtheorien zur Beschreibung der Elemtarteilchenprozesse sehr weitgehen-
de Symmetrieeigenschaften besitzen missen: Innere Symmetrien flhren zur natdrli-
chen Beschreibung der beobachteten Multiplettstruktur der Elementarteilchen; lokale

SFiir den dritten Fall muR dabei lediglich beriicksichtigt werden, daR die Einsetzung eines in den dynamischen
Feldern linearen Ausdrucks mit dem Ausdruck selbst tibereinstimmt.

“Eine Ausnahme bilden lediglich Anomalien, bei denen die Brechung, etwa S(T') = 1" A + O(A" ) zwar lokal
ist, aber kein Counterterm A"t zu S(T + A" T¢t) = (’)(h”“) fiihrt.
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Eichinvarianz ist notwendig, um Vektorbosonen zu beschreiben und liefert zugleich
ein méchtiges Prinzip, das die Wechselwirkung der Vektorbosonen untereinander und
mit anderen Teilchen festlegt; in der Zukunft konnte sich die Supersymmetrie — eine
Symmetrie zwischen Fermionen und Bosonen — als von zentraler Bedeutung erwei-
sen.

Bei der Konstruktion von Quantenfeldtheorien werden also zusétzlich zu obigen For-
derungen noch weitere Forderungen nach Symmetrien gestellt. Diese Symmetriefor-
derungen kdnnen als Bedingungen an die S-Matrix gestellt werden:

[Qa,S] = 0, (D.68)
[Qaa Qb] 2.fachc ) (D69)

wobei die erste Gleichung die Invarianz der Theorie unter der Operation der von @),
erzeugten Transformation angibt, und die zweite Gleichung die Symmetriealgebra
festlegt (wir nehmen an, daR die (), eine Liealgebra bilden).

Fir die praktische Auswertung ist es aber zumeist einfacher, die Symmetrieforderung
als Bedingung an die Greenfunktionen auszudriicken. Heuristisch gelangen wir auf
folgende Weise zu einer solchen Bedingung. Angenommen, die klassische Wirkung
ist unter einer infinitesimalen Feldtransformation

b — ¢ = ¢i+ 09 (D.70)

invariant, wobei die 6¢; beliebige Polynome in den Feldern sind.

Es gilt nicht generell, daR aus der Invarianz der klassischen Wirkung eine entspre-
chende Invarianz der Greenfunktionen folgt. Um aber abzuleiten, welche Form eine
Invarianzrelation fir Greenfunktionen tiberhaupt annimmt, setzen wir fiir einen Mo-
ment voraus, dal wir die Theorie so regularisieren, dal die Symmetrie gewahrt bleibt
und auch nur symmetrische Counterterme addieren. Im Pfadintegral entspricht die-
se Voraussetzung der Annahme, da das Mal? unter der Variablensubstitution (D.70)
invariant ist und auch die vollstandige Lagrangedichte 6L = 0 erfullt. Unter dieser
\oraussetzung gilt

Z — /ngl eifﬁ(¢')—|—ifj¢’ — /D¢ eifﬁ(¢)+ifj(¢+5d)) (D?l)

Entwickeln wir e’/ 7% = 144 [ J¢+. .. und subtrahieren die linke von der rechten
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Seite, so ergibt sich
0 = /D¢ (if]5¢)eifﬁ(¢)+ifj¢
= /de(x)&b(x) -7, (D.72)

oder fur die Greenfunktionen

0 = 5(0[Téig; ... |0)
— (0| T[(06) ;... ]+ TI6i(66y)...]+...10) . (D.73)

Fir die effektive Wirkung ergibt sich durch Benutzung von J = —g—g folgende Glei-
chung [67]:

/ dz Z (06i(x))s @ ( X (D.74)
wobei
(6¢i(2))s = [&b(x) - Z] /Z(J) = (0|T5¢i(w)e’ 725)0) /(0]e’ | 725 |@D.75)

den Erwartungswert des zusammengesetzten Operators d¢; in Gegenwart der Quel-
len und der Wechselwirkung bezeichnet (vgl. Abschnitt D.2.1).

Gleichung (D.74) ist die infinitesimale Version der Invarianzbeziehung

L(¢) = T(¢+ (64)s) + O(6%) (D.76)

und driickt somit die Symmetrie der klassischen Wirkung in anschaulicher Weise
fir die volle effektive Wirkung aus. Die klassischen Symmetrie-Transformationen
werden also auf dem Quantenniveau durch die Erwartungswerte (§¢;(x)) s ersetzt.

Das Ergebnis dieses Abschnitts ist: Falls die quantisierte Theorie die der klassischen
Invarianz unter (D.70) entsprechende Invarianz besitzt, so driickt sich dies durch
Gleichungen der Form (D.74), (D.76) aus. Ob diese Invarianzbeziehung aber gilt,
haben wir nicht allgemein hergeleitet.

D.4.2 Ward- und Slavnov-Taylor-ldentitaten

Im vorangehenden Abschnitt haben wir die Gleichung

0 = [ dotbonte)s 7

(D.77)
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als Ausdruck der Symmetrie der Quantentheorie abgeleitet. Im weiteren unterschei-
den wir zwischen zwei Fallen: linearen Transformationen, in denen die é¢ Li-
nearkombinationen der dynamischen Felder ¢ sind, und nichtlinearen. Im Falle
(hdchstens) linearer Symmetrien gilt

(0gi(2))s = tij(z)d;(z) + vi(z) , (D.78)

wobei die ¢; auf der rechten Seite die klassischen Felder, also die Argumente von I’
bezeichnen. Dann lautet Gl. (D.74)

0 = WP = / dz (tij(x)gbj(x)+vi($))#i;). (D.79)

Solche Identitaten, die linear in I" sind, bezeichnen wir als Ward-ldentitaten.

Um nichtlineare Symmetrien effizient beschreiben zu konnen, fihren wir Quellen Y;
fr die nichtlinearen Transformationen d¢; ein, so da (d¢;(z)); = %WZO/Z(J).
Der Gleichung (D.74) entspricht dann (vgl. Gl. (D.58))

or  or
0 =S5SI)=|d : D.80

0= [ & i (050
Solche ldentitdten nennen wir Slavnov-Taylor-ldentitaten. Es ist zu beachten, dal
(D.80) eine starkere Forderung ist als (D.74), da (D.80) noch die volle Y'-Abhangig-
keit enthdlt. Diese Slavnov-Taylor-Identitdten sind bilinear in der effektiven Wir-
kung.

Wegen der Schleifenkorrekturen, die in (6¢;) s bzw. in §—§ auftauchen, ist die Bedeu-
tung von (D.80) aber nicht die Invarianz der effektiven Wirkung unter den urspriingli-
chen d¢;, sondern unter den modifizierten Transformationen (d¢;) ;. Insbesondere ist
es in der hier betrachteten Allgemeinheit nicht unbedingt der Fall, dal3 die modifizier-
ten Transformationen dieselbe Symmetriealgebra erfiillen wie die urspriinglichen.

Im allgemeinen treten auch Mischfélle auf, bei denen einige der Transformationen
linear, andere nichtlinear sind.
D.4.3 Renormierung und Symmetrien

Die bisherige Herleitung der Ward- bzw. Slavnov-Taylor-ldentitaten (D.79), (D.80)
iIst nimmt an, daR das MaR im Pfadintegral und die Lagrangedichte inklusive der
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Counterterme invariant unter den Transformationen (D.70) ist. Wir werden diese An-
nahme nun fallenlassen. In diesem Abschnitt zeigen wir mit Hilfe des Quantenwir-
kungsprinzips, dal} die Ward- bzw. Slavnov-Taylor-Identitdten allgemein Ordnung
fir Ordnung bis auf lokale Terme richtig sind.

Um konkret zu rechnen, betrachten wir zunéchst nur die Ward-Identitat. Aufgrund
des Quantenwirkungsprinzips gilt

WD = AT, (D.81)

wobei die Dimension der Einsetzung A durch das Quantenwirkungsprinzip nach
oben eingeschrankt ist. Falls — wie angenommen — die klassische Wirkung invari-
ant ist, gilt die entsprechende Ward-Identitat in niedrigster Ordnung, und die rechte
Seite in (D.81) ist von der Ordnung h.

Nehmen wir nun an, die Ward-ldentitét gilt bis zur Ordnung A", das heifit, die
rechte Seite in (D.81) ist von der Ordnung A"

WL = h"A,-T =h"A, + O, (D.82)

wenn wir i explizit ausschreiben. Die letzte Gleichung folgt wegen (D.59), wobei
A,, das der Einsetzung entsprechende klassische Feldpolynom bezeichnet.

Dies zeigt: Unter der Voraussetzung, daR die klassische Wirkung unter der Transfor-
mation (D.70) invariant ist, folgt noch nicht, dal® die Ward-Identitét in allen Ordnun-
gen gilt. Aber falls die Ward-ldentitat bis zur Ordnung A"~ giiltig ist, ist sie in der
Ordnung A" maximal durch lokale Terme gebrochen, namlich durch das Feldpoly-
nom A" A,,.

Wir haben aber in jeder Ordnung die Freiheit, lokale Counterterme zur Lagrange-
dichte zu addieren. Addition von Countertermen der Ordnung /" andert dabei die
effektive Wirkung folgendermalen:

Lo L+R"Ly = [>T+ / dz W' Lo + O(R"H) . (D.83)

Falls nun die O(h")-Brechung der Ward-Identitat in (D.82) sich als totale Variation
eines lokalen Feldpolynoms A" A,

A, = WH'A, (D.84)

schreiben 1aRt, dann kdnnen wir sie durch Addition des Counterterms

/ de i"Loq = —R"A, (D.85)
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absorbieren, so daf
WL = O(r"™) (D.86)
flr die renormierte effektive Wirkung gilt.

Falls sich die Brechung der Ward-Identitat immer als totale Variation wie in (D.84)
schreiben laRt, dann kann die Ward-Identitdt in allen Ordnungen durch geeignete
Counterterme hergestellt werden. Reichen aufgrund der Dimension von A immer
Counterterme der Dimension < 4, so wird durch diese Counterterme die Power-
Counting-Renormierbarkeit nicht geféhrdet.

Falls sich die Brechung der Ward-ldentitat jedoch nicht als eine totale Variation
schreiben IaRt, dann ist es unmaglich, die Ward-Identitat durch geeignete Counterter-
me herzustellen. Dies bedeutet, dal die fiir die Brechung verantwortlichen Beitrage
in I" nichtlokal sind, und dal die Grundprinzipien von relativistischen Quantenfeld-
theorien, die ja die nichtlokalen Beitrdge eindeutig festlegen, nicht mit der Sym-
metrieforderung WI' = 0 vertrédglich sind. Solch eine Symmetriebrechung durch
Quanteneffekte wird eine Anomalie genannt.

Da die mdglichen Brechungen A, in (D.82) bestimmten Bedingungen, den Wess-
Zumino-Konsistenzbedingungen [20], gentigen mussen, laft sich die Frage, ob ei-
ne Anomalie vorliegt, rein algebraisch durch Berechnung der allgemeinen L3sung
der Konsistenzbedingung beantworten. Diese Idee liegt dem Programm der algebrai-
schen Renormierung [55] zugrunde.

Fiir Slavnov-Taylor-ldentititen lassen sich genau dieselben Uberlegungen durchfiih-
ren. Es muR lediglich die Gleichung (D.84) durch

A, = sp,h"A, (D.87)
ersetzt werden. Dabei ist st der linearisierte Slavnov-Taylor-Operator
S(C4¢oT) = S(I) + ¢spdl + O(C?)
= S(I) + (srdT + O(C%, ¢h)

ol ) ol )
o = [as (6&@(@5@@)*5@@)63@@:)) - (B8)

wobei angenommen wurde, dal’ Y; und ¢; miteinander kommutieren.

L&fRt sich jede lokale Brechung der Slavnov-Taylor-Identitét als SFcIAn schreiben,

dann kann jede Brechung durch Addition eines Counterterms der Form —R"A,, ab-
sorbiert werden, da dann nach (D.88) S(I" + A"A,) = 0 + O(A™) gilt.
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D.5 Storungstheoretische Definition von Quantenfeldtheorien
— Renormierbarkeit

Nach den bisherigen Ergebnissen &Rt sich eine relativistische Quantenfeldtheorie
storungstheoretisch durch folgende Forderungen eindeutig definieren:

Unitaritat, Kausalitat und Lorentzinvarianz

Forderung nach dim(V}) < 4 firr alle Vertizes

Symmetrieforderungen wie WI' = 0 oder S(I') = 0

Gleichungen der Art g—g = 55;' flr nicht wechselwirkende Felder

e Normierungsbedingungen

In der Praxis werden Ordnung fir Ordnung alle Feynmandiagramme in einer ge-
geben Regularisierung berechnet und die Counterterme so angepalit, daR all diese
Forderungen erfillt sind.

Dal} diese Forderungen — insbesondere die Symmetrieforderungen — Uberhaupt
simultan erfullbar sind, mu3 von Fall zu Fall Gberpriift werden. Sind sie es, wird
durch sie die Quantenfeldtheorie in einer algebraischen Weise und unabhéngig von
speziellen Regularisierungsverfahren definiert.

Welche Normierungsbedingungen notwendig sind, ergibt sich wie folgt: Durch die
Symmetrieforderungen allein werden die Counterterme nicht vollstdndig festgelegt.
In jeder Ordnung kénnen noch beliebige Counterterme zur Lagrangedichte addiert
werden, die die Giltigkeit der Symmetrien nicht zerstéren. Die Counterterme sind
mindestens von der Ordnung % und daher formal als infinitesimal zu behandeln. Sie
zerstoren die Symmetrie daher genau dann nicht, wenn sie die Form I'sy, = f Lsym
mit lokalem, power-counting-renormierbaren und beztglich aller Quantenzahlen
neutralen Lsym haben und die Gleichungen

W(F+Crsym) = 0(C2)
bzw. S(T + (Tym) = O(¢% AC) (D.89)

mit beliebigem infinitesimalen Parameter ¢ erfillen. Solche Counterterme I'sym, wer-
den als symmetrische Counterterme bezeichnet. Die Bestimmungsgleichung (D.89)
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1Rt sich dquivalent in eine lineare Gleichung tberfihren:

Wrsym — 0

Die Normierungsbedingungen mussen genau diese Counterterme festlegen.

Wir kommen nun auf den Begriff der Renormierbarkeit aus Abschnitt D.2.4 zurtick.
Da im allgemeinen nicht-symmetrische Counterterme notwendig sind, entspricht die
gesamte Lagrangedichte inklusive der Counterterme nicht immer gerade einer re-
normierten Version der klassischen Lagrangedichte. Aber die nicht-symmetrischen
Counterterme sind nicht frei wahlbar, sondern durch die Forderung bestimmt, dal}
sie die Symmetriebrechung der Regularisierung kompensieren. Daher werden Theo-
rien mit Symmetrien dann als multiplikativ renormierbar bezeichnet, falls die La-
grangedichte der symmetrischen Counterterme immer als renormierte Version der
klassischen Lagrangedichte geschrieben werden kann.

Da samtliche GroRen auBer den symmetrischen Countertermen in héheren Ordnun-
gen eindeutig durch die Symmetrien bestimmt sind, entsprechen die freien Parameter
der Theorie den symmetrischen Countertermen. Multiplikative Renormierbarkeit im-
pliziert also insbesondere, dal} die freien Parameter der Theorie den Parametern der
klassischen Lagrangedichte entspricht.

Um die Renormierbarkeit von Theorien mit Symmetrien zu beweisen, miissen da-
her zwei Punkte gezeigt werden. Zum einen die Anomaliefreiheit, d.h. daB alle am
Beginn dieses Abschnitts gestellten Forderungen simultan erfillbar sind, und zum
anderen, dal3 die symmetrischen Counterterme genau den Termen der klassischen
Lagrangedichte entsprechen.

D.6 Infrarot-Konvergenz

In den bisherigen Untersuchungen wurden nur UV-Divergenzen in den Feynmandia-
grammen betrachtet. Falls es jedoch masselose Propagatoren gibt, kdnnen auch Infra-
rotdivergenzen auftauchen, die einer Divergenz bei endlichen Integrationsimpulsen
entsprechen. Einige dieser Infrarotdivergenzen sind physikalischen Ursprungs: Sie
treten dann auf, wenn die dul3eren Impulse des Diagramms bestimmte Werte anneh-
men — beispielsweise fur on-shell-Impulse — und haben ihren physikalischen Ur-
sprung in der Langreichweitigkeit der durch das masselose Feld vermittelten Wech-
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selwirkung. Wenn physikalisch sinnvolle Observablen betrachtet werden, verschwin-
den diese Divergenzen [68].

Es gibt im Prinzip aber auch Infrarotdivergenzen, die Artefakten der Renormierung
der UV-Divergenzen entsprechen. Solche Divergenzen sind unphysikalisch; treten sie
aber auf, ist die Theorie mathematisch nicht wohldefiniert. Sie missen also ausge-
schlossen werden. Sie lassen sich von den physikalischen Infrarotdivergenzen unter-
scheiden, da diese nur flr spezielle duBere Impulse auftreten, so dal’ die Greenfunk-
tionen fur allgemeine Impulse wohldefiniert sind. Dagegen treten die unphysikali-
schen Divergenzen fiir alle &uBeren Impulse auf.

Betrachten wir zum Beispiel ein Selbstenergiediagramm mit zwei masselosen Pro-
pagatoren und dem einlaufendem Impuls p:

4 o 4 1
[artom = [ar e g @

das durch die R-Operation in der einfachsten Form UV-endlich gemacht wird, in-
dem vom Integrand ein passendes Taylorpolynom in p (hier O-ten Grades) abgezogen
wird:

I(p, k) — I(p,k)—I(0,k), (D.92)
/ dk(I(p, k) — 1(0,k)) = / d'k [k2+ij§’zp__pk)2+i€]. (D.93)

Dieses Integral ist zwar UV-endlich, aber infrarotdivergent, und zwar fiir alle p.

Zusatzlich kdnnen auch Infrarotdivergenzen auftauchen, die durch die Feynmanre-
geln erzwungen werden, beispielsweise durch einen bilinearen Wechselwirkungsver-
tex (¢;)? fir ein masseloses Skalarfeld ¢;. Es gibt dann unweigerlich Beitrage in
Feynmandiagrammen der Form
d*k
/ (D.94)

kt
die fir alle &uReren Impulse der Diagramme zu Infrarotdivergenzen fiihren.

Um diese unphysikalischen Infrarotdivergenzen in den Griff zu bekommen, mul} die
einfache Subtraktion eines Taylorpolynoms in der R-Operation gedndert werden. In
[65, 66, 19, 57] wurde ein entsprechender Formalismus entwickelt, bei dem letztlich
in Féllen wie (D.93) statt 7(0, k) ein entsprechender massiver Ausdruck (0, k, M)
abgezogen wird und in dem Falle wie (D.94) ausgeschlossen werden kénnen. In die-
sem Rahmen wurden alle bisher zitierten Renormierungstheoreme ebenfalls bewei-
sen, allerdings unter genau spezifizierten Infraroteigenschaften.
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Jedem Feld wird zusétzlich zur UV-Dimension d; eine Infrarotdimension r; zugeord-
net, die folgenden Bedingungen gentigt [57] (siehe auch [5]):

e Fir das Infrarotverhalten des Propagators A;; zwischen zwei Quantenfeldern
gbi, gbj gelte

Aij(p) ~ P (p—0). (D.95)
Dann muB folgende Bedingung fir die Infrarotdimensionen gelten:

r; + 7“]' S 7“2']' + 4 . (D96)

e Fir jedes Quantenfeld und jedes dullere Feld (Quelle fiir zusammengesetzte
Operatoren) gilt

Es gilt dann: Falls die Lagrangedichte nur Terme mit d < 4 und r > 4 enthalt (Ablei-
tungen erhéhen die Dimension um 1), dann kdnnen alle Greenfunktionen durch die
modifizierte R-Operation (das sogenannte BPHZL-Schema) endlich gemacht werden
[57] (fur alle Impulse bis auf endlich viele Ausnahmeimpulse). Fir andere Regula-
risierungsschemata folgt, dal3 die Theorie dann in allen Ordnungen infrarotendlich
ist, wenn Ordnung fiir Ordnung sichergestellt wird, dal? in der effektiven Wirkung I,
die die Summe der Schleifendiagramme und Counterterme enthélt, keine Terme mit
r < 4 auftauchen.

Weiterhin gilt das Quantenwirkungsprinzip in der Form von Abschnitt D.3.2, wobei
die Einsetzungen A(x), die dort in der Form F(z)I' = A(z) - I' mit verschiedenen
Operatoren F auftauchen, folgenden Einschrankungen geniigen:

d(A) < d(F), r(A) = r(F) . (D.98)

Im Falle der Ableitung nach einem Parameter wird die Einsetzung Uber z integriert
und d(A) < 4, r(A) > 4.

Integrierte Einsetzungen, wie sie insbesondere in Ward- oder Slavnov-Taylor-lden-
titdten auftreten, entsprechen im Impulsraum Einsetzungen, an denen kein Impuls
einlduft. Daher konnen integrierte Einsetzungen zu weiteren Infrarotdivergenzen
fihren, selbst wenn alle Greenfunktionen fir allgemeine Impulse endlich sind. Nach
[5] sind Greenfunktionen mit einer integrierten Einsetzung dann nicht infrarotdiver-
gent, wenn der Infrarotgrad der Einsetzung

r(A) > 2.5 (D.99)
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erfillt.

Der hier vorgestellte Formalismus wird angewandt, um die Infrarotendlichkeit des
minimalen supersymmetrischen Standardmodells zu beweisen.
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Anhang E

Supersymmetrische Eichtheorien

In diesem Kapitel geben wir eine in sich abgeschlossene Ubersicht iiber die Kon-
struktion supersymmetrischer Eichtheorien (vgl. [69, 4]). Insbesondere diskutieren
wir die Schwierigkeiten, die die Verwendung der Wess-Zumino-Eichung mit sich
bringt, sowie die in der Literatur eingefiinrten Methoden zur LOsung dieser Schwie-
rigkeiten.

E.1 AllgemeneEichtheorien

Die Eichinvarianz stellt ein machtiges Konstruktionsprinzip fiir Quantenfeldtheorien
dar. Das Eichprinzip fihrt zu Theorien mit duf3erst eleganter und weitgehend festge-
legter innerer Struktur, aber auch zu ungeheuer vielschichtigen physikalischen Kon-
sequenzen, die fast alle experimentell bestatigt sind. Alle heute bekannten Theori-
en zur Beschreibung der fundamentalen Teilchen und ihrer Wechselwirkungen sind
Eichtheorien.

Eichtheorien bilden zugleich den einzigen bekannten Rahmen fiir eine konsistente
Behandlung von Teilchen mit Spin 1, den Vektorbosonen.! Eine Analyse der Poin-
carégruppe zeigt, dal solche Teilchen entweder zwei oder drei Freiheitsgrade besit-
zen, je nachdem, ob ihre Masse verschwindet oder nicht. Die zur Beschreibung der
Vektorbosonen notigen Vektorfelder besitzen aber vier Komponenten. Die Eichin-
varianz ist der Mechanismus der Theorie, der erzwingt, dal} mindestens eine dieser
Komponenten unphysikalisch ist und nur zwei bzw. drei physikalische Vektorfrei-
heitsgrade von der Theorie beschrieben werden.

1Eine Ausnahme bilden massive abelsche Vektorbosonen.
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E.1.1 Klassische Eichtheorien

Eichinvarianz einer Lagrangedichte bedeutet die Invarianz unter einer Transformati-
on, die vom Raumzeitpunkt x abhangt. Den Eichtheorien der starken, schwachen und
elektromagnetischen Wechselwirkungen liegen Transformationen der folgenden Art
zugrunde: Die Materiefelder der Theorie transformieren sich unter einer Darstellung
U einer Liegruppe gemaf
¢(z) — Ulz)gp(z). (E.1)
Es wird eine kovariante Ableitung
DF = 0!+ igA* (E.2)

postuliert, in der das Eichvektorfeld A* und die Eichkopplung g eingefiihrt werden.
Kovariante Ableitungen der Felder sollen sich kovariant transformieren:

DF¢(z) — U(z)D"¢(x). (E.3)

Damit dies gilt, mul sich das Vektorfeld A# gemaR
_ L
ig
transformieren. Nun schreiben wir die Darstellung der Gruppe als

At(z) — U(z)AMU(z) ™! [0'U (2)|U (z) (E.4)

U(z) = e Wl (E.5)

Hierbei sind die o, beliebige Funktionen und die 7 sind die Generatoren der zu-
grundeliegenden Liegruppe, die die Vertauschungsrelationen

[T T = ifpeT® (E.6)
mit total antisymmetrischen Strukturkonstanten f;. erfillen.

Infinitesimale Eichtransformationen lauten damit

P(z) = o(z) —iga(r)p(z) = ¢(z) + deind(z) | (E7)
At(z) — A¥(z)+ 0"a(x) —igla(x), A¥(x)] = A* + dgicnd” . (E.8)

Hierbei wurde o« = T%«, gesetzt. Es folgt, dal® auch A* Werte in der Liealgebra
haben muR, so dal}

AP = ToAr (E.9)
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mit Vektorfeldern A% geschrieben werden kann.

Falls die Eichgruppe abelsch ist, reduzieren sich die 7'* auf Diagonalmatrizen, f.;,. =
0, und die Transformation (E.8) wird zu

At(z) — Af(z)+ 0"a(z) . (E.10)

Die Forderung der Invarianz unter solchen Transformationen ist das Eichprinzip, das
allen bekannten Theorien mit Vektorbosonen zugrundeliegt. Wir beschréanken uns im
Rest dieses Kapitels auf den Fall einer nichtabelschen einfachen Eichgruppe. Die
Gleichungen fir den abelschen Fall erhalten wir, indem wir T* durch Diagonalma-
trizen und f,;. = O ersetzen.

Falls A* in einer Eichtheorie eine Losung der Bewegungsgleichungen zu gegebenen
Anfangsbedingungen bei ¢ = % ist, dann ist auch jedes eichtransformierte Feld eine
Losung. Eichtransformationen mit «(t = ty) = 0, 0"«a(t = ty) = 0 andern aber
die Anfangsbedingungen nicht. Daher liefern die Bewegunsgleichungen selbst zu
gegebenen Anfangsbedingungen keine eindeutige Losung fur A*, wohingegen sich
der physikalische Zustand aus gegebenen Anfangsbedingungen sehr wohl eindeutig
weiterentwickelt. Aus diesem Gegensatz folgt, dall die umeichbaren Komponenten
von A* keinen physikalischen Freiheitsgraden entsprechen.

Die Lagrangedichte, die aus der Forderung der Eichinvarianz folgt, ist weitgehend
festgelegt. Die allgemeine eichinvariante Lagrangedichte, die nur Terme der Dimen-
sion < 4 enthalt, ist

1
/:'inv = _ZFauyFauu + EMaterie(gb: Du¢) ) (E-ll)

Hierbei bezeichnen

Y = 0'F; = 0"F} — gfucFy FY | (E.12)
DF = Q"4 igT"F" (E.13)

den Feldstéarketensor F'*¥ und die kovariante Ableitung D*. Ferner ist Lyaterie €IN€
Lagrangedichte, die nur von den Materiefeldern (allen Feldern auBer den Vektorfel-
dern) und deren kovarianten Ableitungen abhangt. Es ist eine Konsequenz der Eichin-
varianz, dal Ableitungen der Materiefelder nur in der Kombination der kovarianten
Ableitungen auftauchen und dal die kinetischen und Selbstwechselwirkungsterme
der Eichbosonen durch den Feldstéarketensor gegeben sind. Dies fiihrt zu eindeutig
bestimmten Wechselwirkungen der Vektorbosonen mit allen Feldern.
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E.1.2 Quantisierung

Die Tatsache, dal} klassisch unphysikalische Freiheitsgrade auftauchen, fiihrt dazu,
dal’ nicht zu allen Feldern kanonisch konjugierte Impulse existieren. In der Tat ist

oL
0o v _
m = ) 0. (E.14)

Daher kann die der Lagrangedichte Li,, entsprechende Theorie nicht kanonisch
quantisiert werden. In der Stérungstheorie fiihrt die Eichinvarianz wiederum dazu,
dal? keine Greensche Funktion fiir das Vektorfeld existiert, da die Feldgleichungen
keine eindeutige LOsung besitzen.

Um eine Eichtheorie storungstheoretisch zu quantisieren, mul die Eichinvarianz der
Lagrangedichte gebrochen werden. Diese Brechung sollte allerdings so sein, daB in
der Quantentheorie trotzdem eine wesentliche Konsequenz der Eichinvarianz un-
angetastet bleibt: Trotz der Existenz unphysikalischer Freiheitsgrade innerhalb der
Theorie laRt sich die Theorie physikalisch sinnvoll interpretieren. Dies bedeutet fiir
die Quantentheorie, daR aus dem vollen Fockraum aller Zustande ein Hilbertraum
extrahiert werden kann, der nur physikalische Freiheitsgrade enthédlt, und dal® die
S-Matrix nicht aus diesem Hilbertraum hinausfiihrt und darauf unitar ist.

Wie dieser Zugang im allgemeinen Fall nichtabelscher Eichtheorien in der Praxis
umzusetzen ist, wurde in [70] entwickelt. Zur Lagrangedichte wird ein Eichfixie-
rungsterm Ly addiert, der nicht eichinvariant ist. Dadurch wird den unphysika-
lischen Freiheitsgraden eine Dynamik gegeben, und die Theorie kann quantisiert
werden. Um zugleich aber zu gewahrleisten, dal} die unphysikalischen Freiheitsgra-
den von den physikalischen entkoppeln, muR noch ein weiterer Term Ly, addiert
werden, der zusatzliche unphysikalische Felder enthalt, die sogenannten Faddeev-
Popov-Geistfelder. Die Geistfelder sind Skalarfelder mit Fermistatistik, kdnnen also
nach dem Spin-Statistik-Theorem keine physikalischen Freiheitsgrade darstellen. Ih-
re Wechselwirkungen folgen eindeutig aus der Form der Eichfixierung Lyix.

Wir verzichten auf eine genauere Darlegung der Herleitung von Faddeev-Popov, da
diese durch den allgemeineren BRS-Formalismus ersetzt werden kann [15]. Den
BRS-Formalismus und die Form von Lsy gn Werden wir im néachsten Abschnitt an-
geben.
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E.1.3 BRS-Formalismus

In [15] wurde erkannt, daR die Lagrangedichte einer Eichtheorie nach Addition
von Lsix und Lgn zwar nicht mehr unter den urspriinglichen Eichtransformationen,
dafiir aber unter einer neuen Symmetrie-Transformation invariant ist. Diese neu-
en Invarianz-Transformationen werden BRS-Transformationen genannt. Sie werden
von dem BRS-Operator s erzeugt, der folgendermaRen wirkt: Fir die Vektorfelder
und die Materiefelder wirkt s wie eine infinitesimale Eichtransformation, bei der die
Funktion «,(z) durch den Faddeev-Popov-Geist ¢, (z) ersetzt wurde:
sAM(z) = Oc(x) —igle(x), A"(x)], (E.15)
sp(x) = —ige(r)p(x). (E.16)
Hierbei wurde ¢ = T"%,, A" = T*A¥ gesetzt. Dadurch ist klar, daB die eichinvari-
ante klassische Lagrangedichte BRS-invariant ist:
sLiny = 0. (E.17)
Es hat sich als sehr wichtig herausgestellt, dal der BRS-Operator nilpotent ist, also
s =0 (E.18)

erfllt. Dies gilt, wenn folgende zwei Voraussetzungen erfllt sind [15]:

1. Die Faddeev-Popov-Geister missen untereinander und mit allen anderen Fer-
mionen antikommutieren:

{cq, Fermion} = 0. (E.19)
Dementsprechend hat auch der BRS-Operator s Fermistatistik.

2. Die BRS-Transformation der Faddeev-Popov-Geister muf} die Strukturkonstan-
ten der Symmetriealgebra enthalten:

Sca(x) = %gfabccb(x)cc(x)a (E.20)

sc(r) = —ige(z)?. (E.21)

Hieraus folgt, dal? der BRS-Operator s allgemein eine fermionische Statistik hat. Als
neue Quantenzahl wird die Geistzahl eingefiihrt. Jedes Geistfeld ¢, hat Geistzahl 1,
alle Materie- und Eichfelder die Geistzahl 0, und s erhoht die Geistzahl um 1. Wir
verlangen generell, dal die Geistzahl eine erhaltene Quantenzahl ist.
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Wegen der Nilpotenz kann eine BRS-invariante Eichfixierung nun leicht gefunden
werden, indem eine totale BRS-Variation sF' einer Funktion F' betrachtet wird.

Allerdings fiihren alle bisher eingefiihnrten BRS-Transformationen zu Termen, die
mindestens ein Geistfeld enthalten; solche Terme flihren aber nicht zu den Gblichen
Eichfixierungen. Daher werden zwei neue Felder ¢, (z), B, (z) mit Geistzahl -1 bzw.
0 eingeflhrt, die folgende sehr einfache BRS-Transformationen haben:

Séa(x) = Ba(x)a (E.22)
sBu(z) = 0. (E.23)

Mit diesen Transformationen ist s auch auf den Feldern ¢,, B, nilpotent, und wir
erhalten einen BRS-invarianten Eichfixierungsterm durch

Lot Lon = slEa((0,4%) + S By)
= B.(0,A") + ng — 2,0,(D"c), . (E.24)

Hier tritt B als ein Hilfsfeld auf, das durch seine Bewegungsgleichungen eliminiert
werden kann; ¢ kann mit dem von Faddeev-Popov eingefiihrten Antigeist identifiziert
werden. Diese Form von Lsix, gn ist identisch mit der von Faddeev-Popov.

E.1.4 Slavnov-Taylor-ldentitat

Wenn wir zur klassischen Lagrangedichte die Eichfixierungs- und Geistterme Lyix, gn
hinzunehmen, kann die entsprechende Theorie quantisiert werden. GemaR den all-
gemeinen Uberlegungen in Abschnitt D.4.2 entspricht der BRS-Invarianz dieser La-
grangedichte eine Slavnov-Taylor-ldentitdat. Um die Slavnov-Taylor-ldentitét zu for-
mulieren, fiihren wir BRS-invariante Quellen Y; fir alle nichtlinearen BRS-Trans-
formationen ein; dies sind alle auf3er den Transformationen von ¢ und B. \Wegen der
Fermistatistik von s missen die Y; jeweils die zu ; entgegengesetzte Statistik haben.
Die gesamte klassische Lagrangedichte und die klassische Wirkung sind dann

Ty = / d*zLy (E.25)
Lo = Linv+ Liix, gh + Lext 5 (E.26)
Lext = YuusAl + Yy s¢; +Y,, sc, . (E.27)

Wegen der Nilpotenz der BRS-Transformationen ist die Lagrangedichte auch nach
Einfihren der Quellen Y; noch BRS-invariant.
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Die Slavnov-Taylor-ldentitat lautet, geschrieben mit diesen Quellen:
S(T) =0,

or 46U or
sry = [ d ( c, 7) E.28
0 = [ (i D (=20
wobei Uber ¢ summiert wird und die ; alle nichtlinear transformierenden Felder
durchlaufen. Die klassische Wirkung erfillt S(I'¢;) = 0 nach Konstruktion.

Die Slavnov-Taylor-ldentitéat (E.28) ist eine Grundforderung an die quantisierte Eich-
theorie. Sie ersetzt die Forderung nach Eichinvarianz der klassischen Lagrangedichte.
Gilt die Slavnov-Taylor-ldentitéat, dann folgt, dal? sich ein physikalischer Hilbertraum
definieren 1aRt, in dem keine Geister oder unphysikalische Vektorfreiheitsgrade vor-
kommen, und auf dem die S-Matrix unitér ist [15, 71].

E.1.5 Renormierbarkeit

Die Eichtheorien der starken und elektroschwachen Wechselwirkung stehen im Ein-
klang mit allen bisherigen Experimenten und sind selbst nur von einer sehr kleinen
Anzahl von Parametern abhangig. Die letztere Eigenschaft ist eine Konsequenz der
Renormierbarkeit. In dem bisher dargelegten Rahmen ist der Renormierbarkeitsbe-
weis sehr bersichtlich [55]. Im Vergleich zu dem urspriinglichen Beweis in [72]
wurde die Hauptarbeit auf den Beweis des Quantenwirkungsprinzips und die Formu-
lierung der Slavnov-Taylor-Identitat ausgelagert.

Zum einen muf’ die Anomaliefreiheit bewiesen werden. Aufgrund der Statistik der
Y; folgt rein algebraisch, daf3

stS(I) = 0 (E.29)

mit dem analog zu (D.88) definierten linearisierten Slavnov-Taylor-Operator gilt. Da-
her muR jede Brechung der Slavnov-Taylor-Identitdt S(I') = A"A + O(A™™!) die
Wess-Zumino-Konsistenzbedingung

st,A = 0 (E.30)

erfllen. Dabei ist A nach dem Quantenwirkungsprinzip ein lokales Funktional der
Geistzahl 1. Die allgemeine L6sung zeigt, daR diese Bedingung nur eine LOsung
hat, die nicht als totale Variation sp, A geschrieben werden kann. Dies ist die Adler-
Bardeen-Anomalie, die aber verschwindet, wenn die Materiemultipletts eine geeig-
nete Struktur haben. Verschwindet die Adler-Bardeen-Anomalie, konnen alle Bre-
chungen der Slavnov-Taylor-ldentitat durch Counterterme absorbiert werden.
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Zum anderen mul} gezeigt werden, dal? die allgemeinen symmetrischen Counterter-
me durch Feld- und Parameterrenormierung aus der klassischen Lagrangedichte her-
vorgehen. Dies zeigt die Untersuchung der allgemeinen Losung der Gleichung

SI‘CIFsym - 0 (E.Sl)

durch ein lokales Funktional der I'syy, der Geistzahl 0. Aus der damit bewiesenen
multiplikativen Renormierbarkeit folgt insbesondere, dal} die freien Parameter gerade
die Parameter der klassischen Wirkung sind.

E.2 Supersymmetrische Eichtheorien auf dem klassischen Ni-
veau

E.2.1 Supersymmetrische Eichtheorien im Superraum

Supersymmetrische Eichtheorien stellen aussichtsreiche Kandidaten fir zukinfti-
ge Elementarteilchentheorien dar. In supersymmetrischen Eichtheorien mussen die
Vektorbosonen und die Materieteilchen zu vollstandigen Supersymmetriemultipletts
erganzt werden, die gleichviele bosonische wie fermionische Freiheitsgrade enthal-
ten. Die Ubersichtlichste Mdglichkeit, solche Multipletts und eine supersymmetrische
Lagrangedichte zu finden, bietet der Superraumformalismus [11].

Der Superraum ist der natirliche Darstellungsraum der Supersymmetriealgebra, ge-
nauso wie der Minkowskiraum der natiirliche Darstellungsraum der Poincaréalgebra
ist. Er wird durch die Koordinaten (z*,,,0;) parametrisiert, wobei z* die Min-
kowskiraumkoordinaten und 6,,, 8, zusatzliche, fermionische und spinorielle Koordi-
naten sind.? Auf dem Superraum lassen sich die Supersymmetrie-Transformationen
durch einfache Differentialoperatoren®

Pro= 10", (E.32)
Qo = i(0a + ia(0"0)0,), (E.33)
Qs = (9 —i(60")ad,) (E.34)

darstellen und supersymmetrische Multipletts und Lagrangedichten werden durch
Superfelder, d.h. Felder auf dem Superraum, dargestellt. Werden die Superfelder in

2Zu den maRgeblichen Konventionen siehe Anhang A.1.
3Gegeniiber [48] hat sich das Vorzeichen von 9 4 gedndert.
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einer Taylorentwicklung nach den #-Variablen zerlegt, stellen die einzelnen Kompo-
nenten Felder auf dem Minkowskiraum dar, die Supersymmetriemultipletts bilden.

In einer renormierbaren Quantenfeldtheorie kénnen lediglich Felder mit Spin < 1
auftauchen, und es gibt zwei wesentliche Superfelder, die nur solche Felder enthalten.
Dies sind zum einen chirale Superfelder &, die

Dy® = 0, (E.35)
Dy = 0, —ia(c"9)0,, (E.36)
D,y = 04 +i(00")a0, (E.37)
O(z,0,0) = e "% (p(x) + V2 0u(z) + 0OF (z)) (E.38)

erfullen und zwei Skalarfelder ¢, F' und einen Spinor ), enthalten. Die zweite Sorte
sind die \Vektorsuperfelder V/, die

V(z,0,0) = V(z,0,0) (E.39)
erfiillen, ansonsten aber beliebig sind.

Das einfachste supersymmetrische Multiplett, das ein Vektorboson enthalt, besteht
aus einem masselosen Vektorboson und einem masselosen Majoranaspinor mit je-
weils zwei physikalischen Freiheitsgraden. Dieses Multiplett kann von einem Vektor-
superfeld dargestellt werden. Allerdings enthélt das Feld V' (x, 6, §) mit 16 Kompo-
nenten wesentlich mehr Komponenten als physikalische Freiheitsgrade, und wie im
Falle gewohnlicher Vektorfelder ist die Eichinvarianz notwendig, um die iberzéhli-
gen Komponenten von den physikalischen zu trennen.

Es hat sich gezeigt, dal} die richtigen supersymmetrischen Erweiterungen der
Eichtransformationen (E.10), (E.8), (E.7) durch die Transformationen

V(z,0,0) — V(z,0,0)+i(A—A), (E.40)
20T Vo _y  =i2gT"Ry 29TV, ,i2gT“Aq : (E.41)
d — e—iQQTaAaq) (E42)

gegeben sind, wobei die A chirale Superfelder bezeichnen.

Die richtige supersymmetrische Erweiterung der Feldstarketensoren F#*" ist durch
die chiralen Feldstarkesuperfelder (V' = T%V,)

11—
T Woo =W, = —ZDD(e_ngDaeQQV) (E.43)
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gegeben. Die allgemeine supersymmetrische und eichinvariante renormierbare La-
grangedichte aus chiralen und Vektorsuperfeldern kann damit fiir eine einfache Eich-
gruppe wie folgt geschrieben werden:

_ 1 _
L = / d49(¢629% - m(VVWM/;;(S?(Q) + h.c.)

g
+(WE(0) + h.c.)) | (E.44)
W(®) = ®+ %Q)iq)j + %@ﬂ)j@k : (E.45)

wobei die Terme im Superpotential W (@) eichinvariant sein miissen.

E.2.2 Moglichkeiten der Quantisierung

Zur Quantisierung supersymmetrischer Eichtheorien muf§ wie im Falle gewohnli-
cher Eichtheorien eine Eichfixierung benutzt werden. Aullerdem sind Ward- und
Slavnov-Taylor-ldentitaten notwendig, die die gewiinschten Symmetrieeigenschaf-
ten ausdrticken. Daflir gibt es grundsétzlich zwei verschiedene Mdglichkeiten. Zum
einen kann im Rahmen des Superfeldformalismus eine Eichfixierung benutzt wer-
den, die die Eichinvarianz (E.40)-(E.42), nicht aber die Supersymmetrie bricht. Die
Quantentheorie wird dann durch auf diese Eichfixierung zugeschnittene Ward- und
Slavnov-Taylor-ldentitaten definiert; die Renormierbarkeit ist in diesem Rahmen
vollstandig bewiesen [3]. Der Vorteil dieses Zugangs ist, dal} die Supersymmetrie
in einer sehr Ubersichtlichen Weise als lineare Transformation behandelt wird. Der
Nachteil ist zum einen, daB Felder der Dimension O in beliebiger Potenz in der La-
grangedichte auftauchen, und zum anderen dal? alle unphysikalischen Freiheitsgrade
des Vektorsuperfeldes in den Greenfunktionen beitragen, so daR der physikalische
Gehalt der Theorie verschleiert wird.

Die Alternative besteht darin, auf den Superraumformalismus zu verzichten und in
der klassischen Lagrangedichte bereits bestimmte unphysikalische Felder vollstéandig
zu eliminieren, einerseits durch eine Eichwahl und andererseits durch Benutzung der
Bewegungsgleichungen. Dann taucht in der Lagrangedichte eine minimale Anzahl
unphysikalischer Felder auf, wodurch der physikalische Gehalt offensichtlicher wird.
Daflr aber sind die Supersymmetrie-Transformationen in diesem Zugang nichtlinear
und eng mit den Eichtransformationen verkniipft, so daB lange Zeit nicht klar war,
wie in diesem Zugang eine Quantentheorie definiert und die Renormierbarkeit be-
wiesen werden kann. Eine Losung wurde erst in [13, 4] gefunden. Der entscheidende



Abschnitt E.2 Supersymmetrische Eichtheorien auf dem klassischen Niveau ___ 245

Schritt zu dieser Losung war die in [14] dargelegte Kombination des oben eingefiihr-
ten BRS-Formalismus mit Ideen von Batalin-Vilkovisky [16].

Obwohl im Rahmen beider Zugédnge die Renormierbarkeit bewiesen ist und beide
die selbe klassische Lagrangedichte als Ausgangspunkt benutzen, ist nicht bewiesen,
dal die beiden entstehenden Quantentheorien physikalisch dquivalent sind. Es gibt
lediglich Indizien, wie die Tatsache, dal’ die Zahl der physikalischen Freiheitsgrade
ubereinstimmt und daR sich die Greenfunktionen eichinvarianter Operatoren linear
unter Supersymmetrie transformieren [17].

Da der zweite Zugang fur die praktische Auswertung von Schleifenkorrekturen zu
Elementarteilchenprozessen nitzlicher ist, werden wir uns im folgenden darauf be-
schranken.

E.23 Wess-Zumino Eichung

Auf dem klassischen Niveau kann jedes Vektorsuperfeld durch eine Eichtransforma-
tion in die Wess-Zumino Eichung gebracht werden [31], in der die Koeffizienten von
1, 6, 66 in der Taylorentwicklung nach 6 verschwinden. In der Wess-Zumino Eichung
lautet die Entwicklung in Komponentenfeldern

V(2,0,8) = 00"8A, + 098X (x) — i809A(x) + L60BAD(x) , (E.46)

wobei A, ein gewdhnliches Vektorfeld, A, e Weylspinoren und D ein Skalarfeld
bezeichnen. Die weggeeichten Komponenten sind unphysikalisch.

Es kann nun die Eichbedingung gestellt werden, dal® sich alle \Vektorsuperfel-
der in der Wess-Zumino Eichung befinden, so dall die unphysikalischen 1,6, 66-
Komponenten berhaupt nicht in der Lagrangedichte auftauchen.

Selbst in der Wess-Zumino Eichung treten in der Lagrangedichte noch unphysika-
lische Felder auf. Neben den Ublichen Eichfreiheitsgraden von A, sind dies die D-
Komponenten der Vektorsuperfelder und die F'-Felder der chiralen Superfelder. Die
Lagrangedichte enthalt keine kinetischen Terme fir die D- und F'-Felder, weshalb
diese Felder keine unabhangigen dynamischen Freiheitsgrade darstellen und durch
Einsetzen ihrer Bewegungsgleichungen eliminiert werden konnen. Durch diese Eli-
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mination ergibt sich

D = —¢'gT, (E.47)
P OW(9)
Fl = 55, (E.48)

und die Lagrangedichte (E.44) in der Wess-Zumino Eichung lautet

L = /:'min.KoppI. + /:'Eiciielder + »CSuperpot. + ED + EF ) (E-49)
»Cmin.KoppI. = (Du¢)T(Du¢) + ¢5uiDu¢

—V2g(ihA¢ — ¢liry) (E.50)
ﬁSuperpot. = —%Wﬂ] - %wzwﬂﬁk + h.c.
_ L W(9)
= —5%% 5600, + h.c., (E.51)
LEichfelder = —i(Fﬁ‘VV
+%Xa6“(DMA)“ + %A“J“(DMX)“ : (E.52)
Lp = —§<¢*9Ta¢>2 , (E.53)
_|aw(e)[’
Lr = —‘ 9, (E.54)

Hierbei sind die Feldstarketensoren und die kovariante Ableitung durch

a

D, = 8, +igT"Aq, (E.56)

Fl" = OMFY — 0"F! — gfucF)'FY (E.55)

gegeben, wobei bei Anwendung von D,, auf Felder in der adjungierten Darstellung
(hier die Gauginos \,) die adjungierte Darstellung 7}, — —i fu5. €ingesetzt werden
muR.

Diese Lagrangedichte enthalt kinetische und Wechselwirkungsterme fir die Eichfel-
der AX, ihre Superpartner A\, A\,, die Gauginos, sowie die Skalare ¢ und die Fermio-
nen v der chiralen Multipletts.
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E.2.4 Eigentimlichkeiten der Wess-Zumino Eichung

Falls V' die Wess-Zumino Bedingung erfillt, gilt

RV = ia(c"A + ..., (E.57)
SgicnV = (A=A +.. .. (E.58)

Hierbei gibt dgjc, die infinitesimalen, durch (E.40)-(E.42) gegebenen Eichtransforma-
tionen an. In diesen beiden Féllen erfillt das transformierte Feld nicht mehr die \Wess-
Zumino Eichbedingung, da zum Beispiel eine §-Komponente erzeugt wird. Also gilt:
In der Wess-Zumino Eichung ist die Lagrangedichte nicht mehr invariant unter den
urspriinglichen, von (E.33) erzeugten Supersymmetrie-Transformationen, und auch
nicht unter den Eichtransformationen (E.40)-(E.42), da diese Transformationen aus
der Wess-Zumino Eichung herausfiihren.

Die Lagrangedichte (E.49) ist nur invariant unter zwei bestimmten Kombinationen:
Zum einen unter den gewdhnlichen Eichtransformationen (E.8),(E.7), die einem Su-
perfeld

_ 1
A = A—if0"90,A — 0990 A (E.59)

mit A — A" = 0und o = A + AT entsprechen.

Und zum anderen ist die Lagrangedichte invariant unter einer Kombination von
Supersymmetrie-Transformationen mit nachfolgenden Eichtransformationen, die
insgesamt die Wess-Zumino Eichung nicht verlassen. Die Erzeugenden dieser Trans-
formationen sind

QY = Q.+ Skicn (E.60)
@XVZE = Q4 + JEich , (E.61)

wobei die dgjecn berechenbare Eichtransformationen sind. Da im Rahmen der Wess-

Zumino Eichung nur die QV4E, @ZVZE eine wichtige Rolle spielen, verwenden wir ab
jetzt die Bezeichnung

QY = Qa, (E.62)
Q' 5 Q,. (E.63)

Diese neuen Supersymmetriegeneratoren (Q, @ erfiillen daher nur eine modifizierte
Supersymmetriealgebra, in der auch Eichtransformationen auftauchen. Da die un-
physikalischen D- und F'-Felder durch ihre Bewegungsgleichungen eliminiert sind,
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tauchen in der Algebra zusatzlich Bewegungsgleichungen auf. Es gilt [4]:
{Qa, Qs} = 2P,0", + Seien + Bewegungsgleichungen , (E.64)

wobei in diesem Ausdruck die Eichtransformation dgie, durch (E.8), (E.7) mit dem
feldabhéngigen Transformationsparameter o = —2iA4,,0%, gegeben ist. Nur auf ei-
chinvarianten Ausdriicken, die die Feldgleichungen erftillen, gilt die urspriingliche
Supersymmetriealgebra.

In Theorien mit Wechselwirkung sind die Lésungen der Feldgleichungen ftir D und
F'im allgemeinen Produkte anderer Felder, also nichtlineare Ausdrticke. Die D- und
F-Felder tauchen aber in den Supersymmetrie-Transformationen auf. Daher stellen
die Operatoren (0, @ im Gegensatz zu den Transformationen im Superraum nichtli-
neare Transformationen dar.

Selbst im Rahmen der Wess-Zumino Eichung ist die Lagrangedichte (E.49) immer
noch unter den gewdhnlichen Eichtransformationen invariant. Daher ist zur Quanti-
sierung auch die gewohnliche Eichfixierung (E.24) notwendig. Diese Eichfixierung
enthalt aber nur die Vektorbosonen und nicht deren Superpartner, bricht also die Su-
persymmetrie. Die zur Quantisierung verwendete Lagrangedichte ist daher nicht su-
persymmetrisch.

E.3 Slavnov-Taylor-ldentitat

E.3.1 Batalin-Vilkovisky-Formalismus

Die Wess-Zumino Eichung fiihrt also zu einer weitreichenden und in vielen Aspekten
sichtbaren Verkniipfung zwischen Supersymmetrie und Eichinvarianz. Dieser Ver-
kniipfung muR bei der Quantisierung in geeigneter Weise Rechnung getragen wer-
den, sonst ist die Renormierung nicht vollstandig durchfiihrbar [12].

Ein entscheidender Schritt zur Renormierung supersymmetrischer Eichtheorien in
der Wess-Zumino Eichung war die Kombination [14] des BRS- und Batalin-Vilko-
visky-Formalismus [16], die wir zunédchst darlegen.

Im BRS-Formalismus fiir gewohnliche Eichtheorien werden die Transformationspa-
rameter der Eichtransformationen durch die Faddeev-Popov Geister c,(z) ersetzt.
Entsprechend kann auch jede andere Symmetrie behandelt werden, die eine Algebra
der Form (E.6) mit Kommutatoren oder Antikommutatoren erfllt, indem fir jeden
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Symmetriegenerator ein Geistfeld eingefiihrt wird. Die Geister haben die nach dem
Spin-Statistik-Theorem falsche Statistik, und ihre BRS-Transformation ist durch die
Strukturkonstanten gegeben. Der daraus folgende BRS-Operator s erfiillt s> = 0.
Werden fir die BRS-Transformationen Quellen eingefiihrt, 183t sich die der BRS-
Invarianz entsprechende Slavnov-Taylor-ldentitat wie in (E.28) aufschreiben. We-
gen der Nilpotenz der BRS-Transformationen ist der Anteil der dul3eren Felder
Lext = Y;sp; BRS-invariant und die klassische Wirkung erfillt die Slavnov-Tay-
lor-1dentitét.

Die Algebra (E.64) ist aber nicht von der Form (E.6), da Bewegungsgleichungen
auftauchen. Der einer solchen sogenannten offenen Algebra entsprechende BRS-
Operator ist nicht nilpotent und Ley ist somit nicht BRS-invariant. Daher erfillt die
durch (E.25) definierte klassische Wirkung nicht die Slavnov-Taylor-ldentitat.

Solche offenen Algebren kdnnen mittels des Batalin-Vilkovisky-Formalismus behan-
delt werden. Im Unterschied zum BRS-Formalismus werden die Quellen Y}, die auch
Antifelder genannt werden und die generell die zu ; entgegengesetzte Statistik ha-
ben, in beliebig hoher Potenz in der Lagrangedichte aufgenommen. In [16] wurde
gezeigt, dal’ die Terme hoherer Ordnung in den Y; immer so gewahlt werden kdnnen,
daB die klassische Wirkung die Slavnov-Taylor-ldentitit erfiillt.*

Schematisch ist der Batalin-Vilkovisky-Formalismus zur Behandlung offener Alge-
bren folgendermafen gegeben.

1. Einflihren von Geistern mit falscher Statistik zu allen Symmetriegeneratoren;

2. BRS-Transformationen der Geister sind durch die Strukturkonstanten gemaf
(E.20) gegeben;

3. Einfiihren von Quellen Y; zu allen nichtlinearen BRS-Transformationen;

4. Bestimmung von Termen hoherer Ordnung in den Y;, so dal3 die klassische Wir-
kung die Slavnov-Taylor-ldentitdt S(I'¢;) = 0 mit

5T 6T 4T
0=95() = / (5—%5% + 3%5_@;) : (E.65)

erfillt, wobei ¢; die nichtlinear und ¢/ die linear BRS-transformierenden Felder
durchlauft.

“In [16] wird die Slavnov-Taylor-ldentitit als Mastergleichung bezeichnet.
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E.3.2 Savnov-Taylor-ldentitat der Wess-Zumino-Eichung

Das oben angegebene Programm kann fiir den Fall supersymmetrischer Eichtheorien
mit einfacher Eichgruppe in der Wess-Zumino-Eichung folgendermal3en umgesetzt
werden.

In der Wess-Zumino-Eichung tauchen in der Supersymmetriealgebra (E.64) sowohl
Supersymmetrie- als auch Eichtransformationen und Translationen auf. Dement-
sprechend werden Supersymmetriegeister €., €,, Faddeev-Popov Geister ¢, (z) und
Translationsgeister w* eingefiihrt. Die ¢, € sind hierbei bosonische Spinoren, w*,
co(z) haben Fermistatistik, und nur die ¢,(z) sind z-abhéngige Felder, da nur die
Eichtransformationen lokal sind.

Der BRS-Operator ist dann gemaf3
s = €"Qq + Q" + /d4xca(x)55ich,a(x) —w"0, (E.66)

fir die Felder der chiralen und Vektormultipletts definiert. Dies liefert

sA, = 0,c—iglc, A,] +ieo A —ido,E

— iw'd,A, | (E.67)
sAY = —ig{c, \*} + %(dea)ang + e D
— w0y A, (E.68)
Sha = —igle, ) — %(apa)dﬁ*pg +igs D
— w0\ , (E.69)
s = —igeg + V2ep; —iw’' 0, (E.70)
s¢l = +ig(dle); + V2 —iw"d,4! (E.71)
sY? = —igep® + V2 Fy — ﬂi(@“)al)ugbi
—w” 0,5, (E.72)
Ui = —ig(Yac)i — V2% FI + V2i(ea™)a(Dugy)'
— w04 - (E.73)

Hierbei wurden A, = T“A,, und entsprechende Gleichungen fir alle Felder in
der adjungierten Darstellung benutzt. Die Hilfsfelder D und F; stehen hier nur als
Abkiirzungen fiir die Losungen ihrer Bewegungsgleichungen (E.47), (E.48).

Der eichinvariante und supersymmetrische Anteil der klassischen Wirkung wird
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durch T'sysy = [ £ mit der Lagrangedichte (E.49) gebildet. Dieser Anteil ist auto-
matisch BRS-invariant: sI's,sy = 0.

Die BRS-Transformationen der Geister sind durch die Strukturkonstanten gegeben:

sc = —igc® + 2iec"eA, —iw"0,c , (E.74)
se* = 0, (E.75)
se* = 0, (E.76)
sw” = 2e0”€. (E.77)

Dieser BRS-Operator erftillt

s> = 0+ Feldgleichungen . (E.78)

Um wie in gewohnlichen Eichtheorien eine BRS-invariante Eichfixierung zu erhal-
ten, werden Antigeister ¢, und Hilfsfelder B, eingeftihrt, wobei deren BRS-Trans-
formationen supersymmetrisch erweitert sind:

sc = B—iw"0,c, (E.79)
sB = 2iec"€0,c —iw"0,B . (E.80)

Eine BRS-invariante Eichfixierung ist dann durch eine totale BRS-Variation gege-
ben. Die Ubliche Eichfixierung fiir nichtabelsche Eichtheorien erhalten wir mit der

Eichfunktion f, = (9, A#) und dem Eichparameter £ durch
o T §
Fflx, gh = d'z S[Ca(fa + §Ba)]

_ / d'z (Ba fu+ 233) N (E.81)

Elimination des B-Feldes, das ohne Ableitungen in der klassischen Wirkung auf-
taucht, liefert den Eichfixierungsterm —%ffafa. Die explizite Form der Geistwech-
selwirkungsterme lautet

th = /d4x(—éa(9u(D“c)a

— 2,0" (i€ Mg — IAa0LE) + §ieo”€(3yéa)éa). (E.82)

Als Kompensation der Supersymmetriebrechung der Eichfixierung treten in I'g, auch
die Supersymmetriegeister ¢, € mit wohlbestimmten Wechselwirkungen auf.
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Fir die Slavnov-Taylor-ldentitét fihren wir Quellen zu den nichtlinear (in den dyna-
mischen Feldern) transformierenden Feldern ein:

Text = / o (YAgSAg +Y{ A + Y5 a5k,
+ Y50 + Vsl + Viisthia + Y5 450y
+Ye500) (E.83)
Mit diesen Quellen geschrieben lautet der Slavnov-Taylor-Operator
OF 6F OF OF OF OF
s(7) = [ dt (st v SEw

+5f5f+5f5f+ OF OF
5Y¢i 5¢z 5Y¢>T 5¢j 5Y¢ia (S’(ﬂza

0F OF

OV 6¢bra

oOF OF _O0F a
+ 5Yca5_ca + scaé—c_a + SB“5BG)

o OF _ OF , OF
+ s —— + S€g— + sw

Oe® O€g owY
fir ein allgemeines bosonisches Funktional F.

(E.84)

Damit die klassische Wirkung die Slavnov-Taylor-ldentitat S(I';) = 0 erfillt,
mussen noch Terme hoherer Ordnung in den Y; zu den bisherigen Anteilen I'ssy +
I'fix, gh + L'exe addiert werden. Die richtige Losung besteht in der Addition folgender
bilinearer Terme:

1
Ty = /d4g; (i(YAae + YXGE)Q + 2(Y¢ie)(Y%E)) : (E.85)
Die gesamte klassische Wirkung ist dann
F(:I = 1—\susy + 1—\fix, gh + Fext + FbiI (E-86)

und damit gilt S(Ty) = 0.

E.3.3 Physkalische Bedeutung

Die physikalische Bedeutung der Slavnov-Taylor-ldentitat in hdheren Ordnungen
ist zunachst nicht offensichtlich. Die nichtlinearen BRS-Transformationen erhalten
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Schleifenkorrekturen, und die volle Identitdt S(I") = 0 bedeutet nicht mehr die Inva-
rianz unter den klassischen Transformationen.

Zerlegen wir die Slavnov-Taylor-ldentitat aber nach den Potenzen der Y;, erhalten
wir eine Reihe von Identitédten, die anschaulich interpretiert werden kdnnen (s. z.B.
[67]). Fur

ST) = 0, (E.87)
wobei I',, von der Ordnung n in den Y; ist, gilt: Iy ist die effektive Wirkung ohne Y -

Felder, also der Anteil, der in die Berechnung der S-Matrix eingeht, und I'; enthalt
die effektiven BRS-Transformationen ser = [(sgjs% + §+52-). Damit folgt aus

8Y; 8¢
S(T) =0in O(Y):
ol oI 0T
0= ! — I['h=0. E.89
/8902 590,/& + 5}/; 5(‘02 Seffl 0 ( )
Diese Terme driicken also die Invarianz von Iy aus. Aus den Termen der O(Y;) in
S(I") = 0 ergibt sich unter Benutzung von I'y = Yjserp;:
RTINS
0Y; dip;
Die Terme ~ Y; drlicken also die Nilpotenz von sef aus, wenn die Bewegungsglei-

chungen erfillt sind. Die hoheren Terme in S(I') = 0 liefern Konsistenzgleichungen
wie etwa verallgemeinerte Jacobi-ldentitéaten.

0 = setl'1 + sap; = Beweg.Gl. (E.90)

Damit driickt die Slavnov-Taylor-ldentitét selbst im Falle einer offenen Algebra alle
Aspekte der Symmetrien aus.

E.3.4 Charakterisierung von Anomalien und symmetrischen Counterter-
men

Die Slavnov-Taylor-ldentitat (E.65) hat zwei sehr wichtige Nilpotenzeigenschaften,
die die Nilpotenz des BRS-Operators ersetzen. Wir setzen voraus, dal3, wie im obigen
Fall, die linear und nichtlinear transformierenden Felder ¢, ¢; nicht mischen und s
auf den ¢/ nilpotent ist, d.h. dal
o , 0
5Y; 7 b
3290;- =0 (E.92)

s = 0, (E.91)
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gilt. Hieraus folgt rein algebraisch wegen der Struktur der Ableitungen und der Sta-
tistik der Felder, daR der linearisierte Slavnov-Taylor-Operator

or ¢ or' ¢ , 0
= — E.93
o / (5%@*5%5%“%6@;) (£:59)
die beiden Nilpotenzgleichungen
spS(I') = OfiralleT, (E.94)
s2 = 0falls S(T) =0 (E.95)

erfllt.

Verlangen wir in héheren Ordnungen der Storungstheorie, daR die effektive Wir-
kung die Slavnov-Taylor-ldentitat erfullt, so liefern diese Nilpotenzrelationen sehr
nitzliche Identitaten fir die Renormierung. Gilt die Slavnov-Taylor-Identitét bis zur
Ordnung A"~ ! dann folgt (vgl. Gl. (D.82))

S(T) = A"A+ O(R") (E.96)
mit lokalem A. Wegen (E.94) gilt sph"A = O(R"*1), also
sty,A = 0. (E.97)

Dies ist das Analogon zu den Wess-Zumino-Konsistenzbedingungen [20], die jede
Anomalie erfiillen muB. Falls A sich in der Form

A = sp,A (E.98)

mit lokalem A darstellen l4ft, dann wird die Brechung der Slavnov-Taylor-Identitat
durch die SubtraktionI' — I' — A" A absorbiert, so dal dann

S(I) = O™ (E.99)

gilt. LaRt sich A dagegen nicht als totale sp-Variation darstellen, kann die Slavnov-
Taylor-ldentitét nicht restauriert werden und es liegt eine Anomalie vor. Die Frage
nach der Existenz von Anomalien l&Rt sich also durch Untersuchung der allgemeinen
Ldsung der Konsistenzbedingung beantworten.

Weiterhin kdnnen in jeder Ordnung symmetrische Counterterme zu I" addiert werden,
die die Slavnov-Taylor-Identitat nicht verletzen. Diese Counterterme I'sy, sind durch
Gl. (2.21),

Sfclrsym — 0 (E].OO)

charakterisiert.
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E.4 Vollstandige Definition supersymmetrischer Eichtheorien
— Renormier barkeit

Supersymmetrische Eichtheorien mit einfacher Eichgruppe in der Wess-Zumino Ei-
chung lassen sich durch folgenden Satz von Bedingungen an die effektive Wirkung
" definieren [4]:

e Slavnov-Taylor-ldentitét
ST) = 0. (E.101)

Diese Identitat kombiniert die Informationen tber die Symmetriealgebra und
die Invarianz unter den renormierten Symmetrie-Transformationen.

e Eichfixierungsbedingung

ol 1 Ol
0B, N 0B,

Diese Bedingung bestimmt die Eichfixierung in allen Ordnungen durch den lo-
kalen, linearen Ausdruck auf der rechten Seite. Wie in Kapitel D.3.3 gezeigt,
ist es moglich, diese Gleichung zu fordern, da B nur in bilinearen Termen in
der Lagrangedichte auftaucht und damit zu keinen 1Pl Schleifendiagrammen
beitragt.

= fo+EB,. (E.102)

e Translations-Geistgleichung

5F (Srext
= E.103
Owh dwh ( )
mit ey aus (E.83). Diese Bedingung legt die Abhdngigkeit von w* in allen
Ordnungen fest. Sie kann aus dem selben Grund wie die Gleichung fir 5‘%&

gefordert werden.

e Globale Symmetrien: Zusatzlich zur Slavnov-Taylor-ldentitat wird Invarianz
unter globalen Eichtransformationen und weitere globale Symmetrien wie CP-
Invarianz und R-Invarianz gefordert. Diese werden hier nicht néher spezifiziert.

Die klassische Wirkung I'; aus Gl. (E.86) erftillt all diese Bedingungen. In hoher-
en Ordnungen legen diese Forderungen die Counterterme fest bis auf symmetrische
Counterterme, die durch Normierungsbedingungen fixiert werden miissen.
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Zum Beweis der Renormierbarkeit muf3ten die beiden in Kap. D.5 dargelegten zwei
Punkte untersucht werden [13, 4].

In [4] wurde gezeigt, dal} die symmetrischen Counterterme, also alle Lésungen von
sral'sym = 0, die auch die weiteren Symmetrien nicht verletzen, als infinitesimale
Feld- und Parameterrenormierung verstanden werden kdnnen.

In [13, 4] wurde untersucht, ob obige Bedingungen in allen Ordnungen erfillbar sind.
Die einzige Losung von sp, A = 0, die nichtals A = sp, A geschrieben werden kann
und damit die einzig mogliche Anomalie ist eine supersymmetrische Erweiterung
der Adler-Bardeen Anomalie. Diese verschwindet aber in Theorien mit passender
Multiplettstruktur der Materiefelder. Setzen wir das voraus, sind obige Bedingungen
also in allen Ordnungen erfillbar. Zusammen mit dem Ergebnis fir I'syy zeigt dies
die Renormierbarkeit solcher Theorien.

Obwohl in der Slavnov-Taylor-ldentitat Schleifenkorrekturen zu den Transformatio-
nen auftauchen, und obwohl die Transformationen selbst nicht die eigentliche Su-
persymmetriealgebra erflillen, kann gezeigt werden, daR die Slavnov-Taylor-ldenti-
tat zu den erwinschten physikalischen Konsequenzen fiihrt: Es lassen sich eichin-
variante Operatoren definieren, und auf diesen Operatoren 1&it sich eine Darstel-
lung der Supersymmetriealgebra (2.1) definieren. AulRerdem lassen sich auf den
physikalischen Zustdnden erhaltene Supersymmetrieladungen definieren, die loka-
le Supersymmetrie-Transformationen induzieren [21]. Diese Resultate rechtfertigen
letztlich die Verwendung der Slavnov-Taylor-ldentitét als definierende Gleichung.
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