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Resumo
A presente tese busca construir a versão supersimétrica do modelo 3-3-1 mínimo
reduzido, proposto recentemente, utilizando o formalismo de supercampos. Desen-
volvemos o espectro de massa de todas as partículas, dando ênfase ao espectro
de massa dos escalares mais leves do modelo. Mostramos que uma massa de 125
GeV para o bóson de Higgs requer correções radiativas substanciais. Para tal, os
superparceiros do quark top não necessitam desenvolver uma grande mistura e
devem ter massa em torno dos TeV. Além disso, alguns termos de quebra soft de
supersimetria podem estar na escala eletrofraca, o que alivia um pouco o ajuste
fino destes parâmetros. O mais leve escalar duplamente carregado pode ter massa
em torno de algumas centenas de GeV, podendo ser sondado no LHC, enquanto os
escalares restantes do modelo têm massas em escala TeV.

Palavras-chave: Supersimetria, modelos 331, massa do Higgs.



Abstract
In this work we built a supersymmetric version of the recently proposed reduced
minimal 3-3-1 model using the superfield formalism. We study the mass spectrum of
all particles emphasizing on the mass spectrum of the lightest scalars of the model.
We show that Higgs mass of 125 GeV requires substantial radiative corrections.
To do this, stops do not need develop a large mixing and must have mass around
TeV. Moreover, some soft SUSY breaking terms may lie at the electroweak scale,
which alleviates some tension concerning fine tuning of the related parameters. The
lightest doubly charged scalar may have mass around few hundreds of GeV, which
can be probed at the LHC, while the remaining scalars of the model have masses
at TeV scale.

Keywords: SuSy, 331 models, Higgs mass.
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Introdução

O Modelo Padrão das interações eletrofracas e fortes (MP) [2–4], apesar
do enorme sucesso que obteve ao longo dos anos, ainda está incompleto, uma vez
que existem diversos fenômenos observados, aos quais o MP não consegue explicar,
ou não consegue fornecer uma explicação apropriada. Por exemplo, observações
astrofísicas e cosmológicas, tais como a curva de rotação de galáxias, a radiação
cósmica de fundo e a formação de grandes estruturas indicam a existência de
uma forma de matéria que não interage eletromagneticamente ou fortemente,
denominada de Matéria Escura [5, 6]. Como o MP não fornece um candidato para
a composição deste tipo de matéria, isto já seria uma indicação para física nova.
Outro ponto é o fato de que experimentos mostram que neutrinos oscilam entre
seus estados físicos e são massivos [7, 8]. Uma vez que no MP os neutrinos são
partículas sem massa, já seria outro indício de que o MP não é a teoria final, ou seja,
a teoria que forneceria explicações para todos os fenômenos na física de partículas.
De uma perspectiva teórica existem fortes razões para ir além do MP. Podemos
citar: o problema da hierarquia, o qual destaca a ineficiência do MP para altas
escalas de energia (região do ultravioleta) e sua naturalidade; a não unificação
das interações descritas por ele; uma explicação para a replicação das famílias
de férmions; predição para os valores de massas observados das partículas; uma
explicação do porquê o universo visível é praticamente formado de matéria em
detrimento de uma divisão igualitária entre matéria e antimatéria, entre outros. De
posse tanto de argumentos experimentais quanto teóricos, faz-se necessária alguma
forma de extensão do MP. Uma vez que o MP explica a maioria dos fenômenos
observados experimentalmente com uma precisão elevada, ele agora serve como o
ponto de partida para o estudo de física das partículas elementares.

Nas últimas décadas várias extensões do MP, tais como Technicolor [9, 10]
que fornecia uma quebra dinâmica para a teoria eletrofraca, Teorias de Grande
Unificação (GUT) [11] tendo como principal característica a unificação das três
interações em uma alta escala de energia (𝒪(1016 GeV)), Supersimetria [12–14]
que através da extensão da álgebra do espaço-tempo consegue transformar estados
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bosônicos em fermiônicos e vice-versa ou Teoria de Cordas [15] a qual consegue
acomodar uma teoria quântica da gravidade. Até o momento nenhum indício
experimental aponta para alguma em particular. Porém, devido ao enorme êxito
do uso de simetrias para a construção do MP, é natural buscar novos tipos de
simetrias que possam orientar a construção de suas possíveis extensões. Nos últimos
anos extensões supersimétricas tornaram-se bastante populares, tanto entre os
físicos teóricos quanto experimentais, devido forma eficaz de solução de alguns
dos problemas citados acima. Dentre eles: a existência de candidato natural a
matéria escura [16,17] pois a conservação da paridade-R faz com que a partícula
supersimétrica mais leve seja estável; a inclusão natural de uma teoria quântica da
gravidade [18] ocorre quando supersimetria é uma simetria local e ao quebra-la o
graviton (mediador da interação gravitacional) aparece naturalmente; a unificação
das interações eletrofracas e forte em altas escalas de energia [19]; a predição de
um parceiro supersimétrico fermiônico para cada bóson e um bosônico para cada
férmion surge como possível solução para o problema da hierarquia; promove física
entre a escala eletrofraca e a escala de GUT e, também, o fato da teoria de cordas
de baixas energias ser supersimétrica.

O maior desafio das teorias supersimétricas é o mecanismo correto para uma
quebra da supersimetria (SSB). Sendo supersimetria uma realização da natureza,
ela deve ser quebrada em baixa escala de energia, pois não foi observado qualquer
degenerescência de massa entre bósons e férmions no espectro de partículas, pelo
menos em energias de ordem 102 GeV ou menor. Contudo, sendo a supersimetria
uma possível solução para o problema da hierarquia, esta deve ser uma simetria
aproximada da teoria acima de uma determinada escala de energia. A ideia é que a
supersimetria é quebrada em algum escala 𝑀𝑠, de tal forma que a energias 𝐸 > 𝑀𝑠

a teoria se comporte de maneira supersimétrica, enquanto em energias 𝐸 < 𝑀𝑠

isso não aconteça. Espera-se que esta escala de energia seja da ordem de poucos
TeV. De um ponto de vista fenomenológico, supersimetria de baixa energia deverá
manifestar-se em breve no LHC.

Dentro da diversidade de extensões existentes na literatura, estudaremos o
modelo proposto de maneira independente por F. Pisano - V. Pleitez e P. Frampton
[20, 21]. Este modelo tem como base a simetria do grupo de gauge 𝑆𝑈(3)𝐶 ×
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𝑆𝑈(3)𝐿 × 𝑈(1)𝑋 , conhecido como o modelo 331 mínimo. O modelo 331 mínimo
apresenta interessantes características, sendo que a principal delas reside no fato do
modelo exigir um mínimo de três famílias para possuir consistência teórica através
do cancelamento de anomalias triângulo [20–22]. Fenomenologicamente, o modelo
331 mínimo é muito atrativo, porque seu conteúdo leptônico é idêntico ao do MP
e prediz uma nova física numa escala de energia muito próxima a do MP (TeV).
Desta forma, as predições deste modelo poderão ser testadas tanto nos atuais
experimentos do Large Hadron Collider (LHC) como nos próximos aceleradores,
mostrando a importância de seu estudo. Algo que caracteriza este modelo é a
presença de biléptons: campos vetoriais, escalares e fermiônicos, com duas unidades
de número leptônico [23], e que podem ser detectados nos próximos aceleradores,
podendo ser a assinatura desta classe de modelos.

Considerando este leque de atrativos fenomenológicos e tendo em conta
que o escalar encontrado no LHC ainda não está completamente associado ao do
MP, focamos nosso estudo no setor escalar do modelo 331, o qual em sua versão
original apresenta três tripletos e um sexteto, totalizando trinta graus de liberdade.
Tendo que a quebra espontânea de simetria (QES) do modelo 331 requer apenas
oito graus de liberdade em forma dos bósons de Goldstone, o espectro físico do
setor escalar ainda possuirá vinte e dois graus de liberdade. Este é um gigantesco
espectro, comparado com o MP. Agora, introduzimos o principal ponto de nossa
proposta: estender supersimetricamente o modelo 331 reduzido (RM331) [24], o
qual utiliza apenas dois tripletos de escalares para gerar de forma correta a quebra
da simetria 𝑆𝑈(3)𝐶 × 𝑆𝑈(3)𝐿 × 𝑈(1)𝑋 para 𝑆𝑈(3)𝐶 × 𝑈(1)𝑒𝑚, reduzindo o setor
escalar e mostrando que as principais características presentes na forma original do
modelo 331 também estão presentes no modelo RM331. Neste trabalho focamos
sobre o espectro escalar com ênfase ao escalar mais leve que aparece neste espectro,
o qual será associado ao escalar visto pelo LHC.

Esboço da tese.

No primeiro capítulo revisaremos as motivações teóricas e experimentais
para a utilização de supersimetria, como também a construção de modelos em
física de partículas. No segundo capítulo revisaremos rapidamente os conceitos do
MP seguido de sua versão supersimétrica (MSSM), um pouco mais detalhada. No
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capítulo 3 iniciaremos o trabalho da tese com a revisão do RM331 e a construção
de sua versão supersimétrica com uma análise de seu setor escalar. Por fim, as
conclusões.
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1 Aspectos Gerais de Supersimetria

Supersimetria [12–14,25] é uma simetria que relaciona partículas de spin
inteiro à partículas de spin semi-inteiro. Uma transformação supersimétrica trans-
forma um estado bosônico em fermiônico, e vice-versa. Matematicamente isto é
descrito por:

𝑄|𝐹𝑒𝑟𝑚𝑖𝑜𝑛⟩ → |𝐵𝑜𝑠𝑜𝑛⟩ e 𝑄|𝐵𝑜𝑠𝑜𝑛⟩ → |𝐹𝑒𝑟𝑚𝑖𝑜𝑛⟩, (1.1)

onde 𝑄 é o operador que gera esta transformação em um espaço quadridimensional.
Este operador possui uma forma spinorial anticomutante, consequentemente seu
hermitiano conjugado (𝑄̄) também será um gerador de supersimetria, ambos com
spin 1/2 (natureza fermiônica). Desta definição, duas coisas ficam bem estabelecidas:
1) transformações supersimétricas mudam apenas o spin de uma partícula e,
portanto, apenas suas propriedades do espaço-tempo. É por isso que a supersimetria
não é uma simetria interna, mas uma simetria espaço-tempo. 2) se supersimetria é
realizada, cada partícula tem pelo menos um superparceiro. Portanto, em vez de
campos individuais, lidaremos com (super)multipletos destes campos, reunindo um
conjunto mínimo de campos que se transformam entre si.

As formas possíveis de tais simetrias em uma teoria quântica de campos
interagentes são restringidas pela extensão Haag-Lopuszanski-Sohnius do teorema
de Coleman-Mandula, o qual demonstra que a supersimetria é a única maneira que
espaço-tempo e simetrias internas podem ser consistentemente combinados [26].
Os operadores 𝑄 e 𝑄̄, juntamente com os geradores de translação (𝑃𝜇) e das
transformações de Lorentz (𝑀𝜇𝜈) formam a álgebra da supersimetria1. Teorias
supersimétricas podem conter um número arbitrário de geradores 𝑄: 𝑄𝑁 , N = 1,
..., n. As transformações supersimétricas mais simples são geradas com apenas um
gerador no espaço-tempo quadridimensional (N=1)2. Este obedece a relação de
anti-comutação:

{𝑄𝛼, 𝑄̄𝛽} = 2𝜎𝜇
𝛼𝛽𝑃𝜇, (1.2)

1 Ver apendice B.
2 Coincidentemente N=1 é a única possibilidade de realização de supersimetria a baixas energias.
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com 𝜎𝜇 sendo as matrizes de Pauli e 𝛼 e 𝛽 índices spinoriais. Isto mostra que
supersimetria inclui a álgebra de Poincaré. Com estes novos geradores, a álgebra
supersimétrica também é conhecida como super-álgebra de Poincaré.

As representações irredutíveis de supersimetria são os super-multipletos.
Cada super-multipleto conterá ambos estados, fermiônico e bosônico, comparti-
lhando as mesmas cargas quânticas e o mesmo número de graus de liberdade. Os
dois mais importantes são:

• Supermultipletos Quirais, contendo um escalar complexo (𝜑), um férmion
quiral de duas componentes (férmion de Weyl 𝜓) e um campo escalar auxiliar
(𝐹 );

• Supermultipletos Vetorial, contendo um bóson de gauge (𝑉𝜇), um spinor
de Weyl (𝜆𝑎) e um campo escalar (𝐷𝑎), com 𝑎 sendo o índice da representação
adjunta do grupo de gauge.

Como o gerador 𝑄 comuta com 𝑃 2, todas as partículas dentro do mesmo super-
multipleto terão a mesma massa. Sendo supersimetria uma realização da natureza,
ela deve ser quebrada em baixa escala de energia, pois não foi observado qualquer
degenerescência de massa entre bósons e férmions no espectro de partículas, pelo
menos em energias de ordem 102 GeV ou menor.

1.1 Motivações para SuSy
O século XX foi um triunfo das simetrias de gauge como a estrutura base

para todas as teorias das forças e partículas fundamentais. A supersimetria é uma
generalização do conceito de simetrias contínuas, razão pela qual muitos teóricos
pensam que seria surpreendente se a natureza não fizer uso dela. Existem argumentos
teóricos, bem como dicas fenomenológicas e consequências experimentais para o
uso de supersimetria, como descritos a seguir.
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1.1.1 Problema da Hierarquia

No MP, férmions e o Higgs se acoplam através do termo 𝜆𝐻𝑓𝑓 , e a correção
quântica da massa dos férmions (𝑚𝑓 ) devido a escalares (Figura 1) é:

𝛿𝑚𝑓 ≈ −3𝜆2𝑚𝑓

64𝜋2 log Λ2
𝑈𝑉

𝑚2
𝑓

+ ..., (1.3)

onde Λ𝑈𝑉 é o cut-off ultravioleta usado para regular a integral, correspondendo a
escala na qual teorias de baixas energias não são mais aplicáveis e a nova física se
faz necessária a fim de dar conta dos fenômenos em altas energias. As reticências
indicam termos independentes do cut-off. Esta correção corresponde a uma expansão
bem definida para 𝑚𝑓 . Supondo como escala base para Λ𝑈𝑉 ≈ 1019GeV (escala de
Planck), a correção fornecerá, aproximadamente, um acréscimo de cerca de 10%
na massa dos férmions. Desta forma, as massas férmions são ditas naturais. Esta
proteção as massas dos férmions é devido à simetria quiral. No MP esta simetria
é quebrada pelos acoplamentos de Yukawa, contudo, no limite em que 𝑚𝑓 → 0
esta simetria é restaurada impedindo o surgimento de termos de massa para os
férmions em níveis de loop. Portanto, qualquer correção a massa dos férmions
deve ser proporcional a sua massa à nível de árvore por causa da simetria quiral.
Semelhantemente aos férmions, as massas dos bósons mediadores também são
protegidas por meio de simetrias, neste caso, as simetrias de gauge.

𝐻

𝑓

𝑓 𝑓
𝜆 𝜆

Figura 1 – Correção quântica da massa dos Férmions, através de um loop fermiônico-
escalar.

A situação é bastante diferente quando se considera a variação de massa de
um campo escalar (𝑚𝑠). Por exemplo, a variação da massa do Higgs devido a um
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loop fermiônico (Figura 2a) é:

𝛿𝑚𝑠 ≈ − 𝜆2

8𝜋2 Λ2 + ..., (1.4)

mostrando que a massa do bóson de Higgs diverge de forma quadrática em Λ. O
cut-off Λ deveria ser naturalmente da ordem da escala de TeV para proteger a
massa do Higgs. Entretanto, sendo Λ da ordem da escala de Planck, a correção à
massa do Higgs se tornará enorme, necessitando de ajuste-fino muito grande para
estabilizar a massa física em 100GeV (para ser preciso aproximadamente 126 GeV).
Diferentemente dos férmions e bósons de gauge, os escalares não possuem nenhuma
simetria que proteja suas massas dessa divergência quadrática. Contudo, férmions
e bósons de gauge adquirem massa através do mecanismo de quebra espontânea de
simetria, fazendo com que todo o espectro de massa seja direta ou indiretamente
sensível ao cut-off Λ2.

𝑓

𝑓

𝐻 𝐻
𝜆 𝜆

(a) Loop fermiônico

𝑆

𝐻 𝐻
𝜆𝑆

(b) Loop escalar

Figura 2 – Correção quântica da massa quadrada do bóson de Higgs.

Supondo que existe um escalar complexo 𝑆 com massa 𝑀𝑆 que acopla com
o Higgs através do termo −𝜆𝐻2𝑆2, a contribuição para a correção da massa do
Higgs devido a este escalar será (Figura 2b):

𝛿𝑚𝑠 ≈ 𝜆𝑆

16𝜋2 Λ2. (1.5)

Esta correção é bem semelhante a apresentada pelo loop fermiônico, entretanto,
com sinal oposto. Supersimetria oferece este tipo de solução para o problema da
hierarquia. Como para qualquer férmion existente no modelo também existirá dois
superparceiros escalares complexos com mesma massa e mesmos acoplamentos
(supersimetria intacta). Para cada diagrama fermiônico também serão acrescidos os
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diagramas escalares com sinal relativo oposto na contribuição de loop. Com isso, os
efeitos das correções quânticas na massa do higgs são cancelados em todas as ordens.
Se supersimetria não for quebrada, este cancelamento é exato. Entretanto, como
sabemos que a supersimetria não pode ser uma teoria exata, este cancelamento
é aproximado. Para que a solução do problema funcione, as escalas de massas
das partículas supersimétricas não podem ser muito maiores que a escala de TeV,
coincidentemente a escala em que o LHC está trabalhando.

1.1.2 Unificação dos Acoplamentos de Gauge

Em uma teoria quântica de campos renormalizável, as constantes de acopla-
mento e parâmetros de massa da teoria possuem uma dependência da escala de
energia. A dependência da escala para os parâmetros é especificado pelas equações
do grupo de renormalização (RGE). Em particular, a evolução de uma constante
de acoplamento 𝑔 com a escala de renormalização 𝜇 é governada pela função 𝛽 de
Callan-Symanzik [27,28]

𝛽(𝑔) = 𝑄
𝜕𝑔

𝜕𝑄
. (1.6)

Para uma teoria de gauge genérica não supersimétrica, a função 𝛽 em nível de um
loop é dada por [29]:

𝛽(𝑔) = 𝑔3

16𝜋2

(︂
−11

3 𝐶(𝐺) + 2
3𝑛𝐹𝑆(𝑅𝐹 ) + 1

3𝑛𝐻𝑆(𝑅𝐻)
)︂
, (1.7)

onde 𝐶(𝐺) é o Casimir para a representação adjunta da álgebra de Lie associada [30],
𝑆(𝑅𝐹 (𝐻)) é o índice de Dynkin da representação 𝑅𝐹 (𝐻) dos campos fermiônicos
(escalares), e 𝑛𝐹 (𝐻) é o número de férmions de Dirac (escalares complexos) presentes
no modelo. Definida a estrutura de grupo, o coeficiente entre parêntesis da equação
(1.7) é determinado. Para o MP, estes coeficientes (𝑏𝑖) são:

(𝑏1, 𝑏2, 𝑏3) = (41
10 ,−

19
6 ,−7), (1.8)

para os grupos 𝑈(1)𝑌 , 𝑆𝑈(2)𝐿 and 𝑆𝑈(3)𝑐 respectivamente. No grupo 𝑈(1)𝑌 foi
usada a normalização de GUT [31] fazendo 𝑔1 =

√︁
5
3𝑔′. O comportamento dos

acoplamentos de gauge em função da escala de energia 𝑡 = log 𝜇 é mostrado na
figura 3, onde foram usados valores experimentais em 𝑄 = 𝑀𝑍0 [32] como valores
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Figura 3 – Evolução das RGEs dos acoplamentos de gauge do MP, tendo apenas
seu conteúdo válido até a escala de Planck.

iniciais para o cálculo. Fica claro que os acoplamentos não unificam-se em nenhuma
escala de energia.

A extensão do conteúdo de partículas utilizando supersimetria influencia a
dependência com a escala de energia dos acoplamentos de gauge. Estes graus de
liberdade adicionados (gauginos, higgsinos e sfermions) fazem com que a função
𝛽 dada pela equação (1.7) seja modificada. Em nível de um loop a função 𝛽 para
uma teoria supersimétrica é dada por [33,34]:

𝛽(𝑔) = 𝑔3

16𝜋2 (−3𝐶(𝐺) + 𝑆(𝑅)) , (1.9)

onde o índice de Dynkin 𝑆(𝑅) será somado agora incluindo todo o conteúdo de
matéria (férmions, bósons e superparceiros). Para MSSM (versão supersimétrica
do MP que será revisada no capítulo 2), os coeficientes 𝑏𝑖 da função 𝛽 dada pela
equação (1.9) são:

(𝑏1, 𝑏2, 𝑏3) = (33
5 , 1,−3). (1.10)

A correspondente evolução da RGE para o MSSM é mostrada na Figura 4 a partir
da qual fica claro que os três acoplamentos de gauge unificam-se com uma precisão
satisfatória, definindo assim uma escala para SUSY-GUT 𝑀𝐺𝑈𝑇 ∼ 2×1016 GeV,
bem como confirmando a validade da perturbatividade da teoria. Esta é mais uma
motivação para supor que SUSY é o próximo passo no sentido de uma descrição
unificada da física de partículas.
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Figura 4 – Evolução das RGEs dos acoplamentos de gauge com o conteúdo de
partículas do MSSM

1.1.3 Quebra de Simetria Eletrofraca

No MP a quebra de simetria eletrofraca é parametrizada pelo bóson de
Higgs 𝐻 e seu potencial 𝑉 (𝐻) = 𝑚2𝐻2 +𝜆𝐻4. No entanto, como já mencionado, os
parâmetros do setor de Higgs não são limitados por nenhum princípio de simetria
e, portanto, a escala de energia de quebra da simetria eletrofraca e a massa do
Higgs não são consequências deste potencial. O parâmetro de massa quadrático do
potencial, se negativo, conduz a um valor esperado do vácuo 𝑣 não nulo, o qual
gera as massas dos bósons e férmions por meio do mecanismo de Higgs. Contudo,
este valor negativo é introduzido a mão e sem qualquer justificação mais profunda,
sendo, a partir do ponto de vista teórico, insatisfatório.

Partindo de condições de contorno adequadas em uma escala alta de energia
(tais como o acoplamento de Yukawa para o quark top 𝒪(1)), supersimetria de
baixa energia pode fornecer uma explicação para a origem da quebra de simetria
eletrofraca [35, 36]. Primeiro, supersimetria faz com que os acoplamentos quárticos
entre os escalares sejam uma função dos acoplamentos dos grupos de gauge, através
dos quais os escalares se transformam e, com isso, faz com que eles estejam
vinculados a uma simetria. Para o MSSM, 𝜆 = (𝑔2

1 + 𝑔2
2)/2. Segundo, em teorias

supersimétricas renormalizáveis, os parâmetros de massa que entram na lagrangiana
são também dependentes da escala de energia, desta forma, as equações de grupo



Capítulo 1. Aspectos Gerais de Supersimetria 23

de renormalização podem ser usadas para evoluir os parâmetros. Usando-as, o
parâmetro 𝑚2 vai para valores negativos na escala eletrofraca, impulsionado pelo
acoplamento de Yukawa do quark top. Assim, o potencial com o formato de “chapéu
mexicano” emerge naturalmente, proporcionando com isso uma explicação plausível
para a quebra de simetria eletrofraca.

Tal como é típico para o progresso na física, esta explicação não vem de
primeiros princípios, sendo uma explicação que depende de suposições, tais como:
os parâmetros de massa que quebram supersimetria tenham valores da ordem da
escala eletrofraca. Entretanto, uma vez respondida a questão acerca da quebra
de supersimetria, o mecanismo que a promove também será capaz de resolver a
questão da quebra eletrofraca.

1.1.4 Matéria Escura

Ao longo dos últimos cinquenta anos, cosmólogos têm acumulado diversas
medidas que mostram que a matéria visível descreve apenas uma pequena parte
de energia do universo. De acordo com dados recentes [37], o teor de matéria do
universo pode ser subdividido em três categorias: Bariônica constituindo cerca de
4-5% do total de energia do universo; matéria escura detendo aproximadamente
26-27%; e a energia escura com os 68-70% restantes.

A matéria escura deve ser eletricamente neutra e não possuir carga de cor.
Deve ser massiva, possuir tempo de vida maior que a idade do universo e de interação
fraca. Os únicos candidatos à matéria escura do MP são os neutrinos, mas eles são
desfavorecidos por dados experimentais. Supersimetria, no entanto, pode conter um
candidato a matéria escura. Como vimos, os modelos supersimétricos podem resolver
muitos problemas do MP. Contudo, sem qualquer estrutura adicional, as teorias
supersimétricas podem dar origem à violação do número bariônico e leptônico
em níveis inaceitáveis, por exemplo, o decaimento do próton, 𝑝 → 𝜋0𝑒+, pode ser
mediado pelos superparceiros de quarks. A não observação de tais decaimentos
levou à introdução de uma simetria discreta conhecida como paridade-R [38], a qual
proíbe tais decaimentos assegurando a conservação do número bariônico e leptônico
de uma forma elegante. Como consequência, a mais leve partícula supersimétrica
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Figura 5 – Gráfico da seção de choque de interação (pb) em função da massa (GeV)
de vários candidatos à matéria escura, figura tirada da Ref. [1]

(LSP3) é absolutamente estável e, se for eletricamente neutra, proporciona um bom
candidato à matéria escura fria [39, 40].

O candidato a matéria escura descrita no parágrafo anterior é denominado
por WIMPs4: partículas bastante massivas (da ordem de GeV) que interagem via
interação fraca com as demais. Estes tipos de candidatos são muito populares, em
grande parte, devido ao fato de sua abundância correta (da ordem de 23%) ocorrer
somente se sua seção de choque estiver na escala eletrofraca [41]. Este é o chamado
“WIMP Miracle”. Além desse fato, os WIMPs são particularmente mais fáceis de
serem detectados em comparação a outros candidatos à matéria escura (ver figura
5).
3 Do inglês: Lightest Supersymmetric Particle.
4 Do inglês: Weakly Interacting Massive Particles.
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1.1.5 Inclusão da gravidade

Supersimetria também pode ser o elo entre teorias de partículas elementares e
uma teoria mais fundamental que inclui gravidade. O parâmetro da transformação
supersimétrica é uma constante em relação ao espaço-tempo. A fim de ter em
conta a gravidade, supersimetria deve ser promovida a uma simetria local. Assim, a
parametrização de sua transformação não será mais constante, variando de um ponto
a outro no espaço-tempo. Uma teoria supersimétrica localmente parametrizada
é chamada de supergravidade [42], e unifica as simetrias do espaço-tempo da
relatividade geral ordinária com transformações supersimétricas locais. Sendo assim,
supersimetria é considerada como uma chave na busca de uma teoria que descreva
as quatro interações fundamentais. Teorias quânticas de campos consistentes que
incorporam gravidade possuem supersimetria em algum estágio na teoria.

1.1.6 Predições

Além das vantagens teóricas que entram juntamente com a introdução de
supersimetria, existem também algumas indicações teóricas para a sua realização na
natureza. Embora não haja evidência experimental direta, várias previsões corretas
foram feitas [43]:

• Previsão que o quark top seria pesado na década de 80 [44,45], sendo esta
uma condição necessária para a explicação da quebra de simetria eletrofraca;

• Teorias de grande unificação supersimétricas previram com precisão o valor
experimental do ângulo de mistura eletrofraco (sin2 𝜃𝑤) antes de ser medido
[46–49];

• A existência de um bóson de Higgs leve [50, 51], em acordo com medições
feita pelo LHC [52,53].

Finalizando esta breve motivação para construções de teorias que utilizem
supersimetria, podemos considerá-lo apenas como um convite ao estudo da supersi-
metria e seu fascinante mundo. Na próxima seção desenvolveremos as ferramentas
necessárias a contrução de lagrangianas ultilizando supersimetria.
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1.2 Superespaço e Supercampos

1.2.1 Variáveis de Grassmann

Variáveis de Grassmann são variáveis que satisfazem relações de anti-
comutação,

{𝜂,𝜃} = 𝜂𝜃 + 𝜃𝜂 = 0. (1.11)

A principal consequência desta relação é que o produto de uma única variável (𝜂)
por ela mesma será sempre nulo, 𝜂2 = 0. Devido a isso, uma expansão em série de
uma função destas variáveis sempre conterá apenas termos de primeira potência em
cada variável. Por exemplo, considerando uma única variável 𝜃. Ao expandir uma
função genérica em 𝜃 como uma série de potência, o fato de termos quadráticos em
𝜃 serem zero anula todos os termos condições, exceto dois,

𝑓(𝜃) =
∞∑︁

𝑘=0
𝑓𝑘 𝜃

𝑘 = 𝑓0 + 𝑓1 𝜃 + 𝑓2 𝜃2⏟ ⏞ 
0

+ ...⏟ ⏞ 
0

= 𝑓0 + 𝑓1 𝜃 . (1.12)

Onde 𝑓0 e 𝑓1 podem ser funções de outras variáveis mas não de 𝜃. Assim a função
mais geral 𝑓(𝜃) é uma função linear.

Como estas variáveis obedecem relações de anti-comutação, os operadores
derivativos e integrais em relação a estas variáveis também irão obedecer. Para
derivação defini-se:

𝑑𝑓(𝜃)
𝑑𝜃

= 𝑓1, (1.13)

e consequentemente
𝑑(𝜃′𝜃)
𝑑𝜃

= −𝑑(𝜃𝜃′)
𝑑𝜃

= −𝜃′. (1.14)

Para integração define-se∫︁
𝑑𝜃

𝑑𝑓(𝜃)
𝑑𝜃

:= 0 ⇒
∫︁
𝑑𝜃 = 0∫︁

𝑑𝜃 𝜃 := 1 ⇒ 𝛿(𝜃) = 𝜃
(1.15)

A integração de 𝑓(𝜃) resulta∫︁
𝑑𝜃 𝑓(𝜃) =

∫︁
𝑑𝜃 (𝑓0 + 𝑓1 𝜃) = 𝑓1 = 𝑑𝑓(𝜃)

𝑑𝜃
. (1.16)
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A equação acima demonstra um fato peculiar, que a diferenciação e a integração
resultam na mesma coisa para uma variável anti-comutante.

Considerando agora 𝜃𝛼 e 𝜃𝛼̇ serem espinores compostos por variáveis de
Grassmann. As derivadas são definidas por

𝜕

𝜕𝜃𝛼
(𝜃𝛽) = 𝛿𝛽

𝛼,
𝜕

𝜕𝜃𝛼
(𝜃𝛽̇) = 0,

𝜕

𝜕𝜃𝛼̇

(𝜃𝛽̇) = 𝛿𝛼̇
𝛽̇ ,

𝜕

𝜕𝜃𝛼̇

(𝜃𝛽) = 0.
(1.17)

As derivadas funcionam em analogia com coordenadas do espaço de Minkowski.
Para a integração, define-se

𝑑2𝜃 = −1
4𝑑𝜃

𝛼𝑑𝜃𝛽𝜖𝛼𝛽, 𝑑2𝜃 = −1
4𝑑𝜃𝛼̇𝑑𝜃𝛽̇𝜖

𝛼̇𝛽̇, (1.18)

desta forma, ∫︁
𝑑2𝜃 𝜃𝜃 = 1,

∫︁
𝑑2𝜃 𝜃𝜃 = 1. (1.19)

Podendo novamente identificar integração e diferenciação∫︁
𝑑2𝜃 = 1

4 𝜖𝛼𝛽 𝜕

𝜕𝜃𝛼

𝜕

𝜕𝜃𝛽∫︁
𝑑2𝜃 = −1

4 𝜖𝛼̇𝛽̇ 𝜕

𝜕𝜃𝛼̇

𝜕

𝜕𝜃𝛽̇
.

(1.20)

1.2.2 Superespaço

Uma transformação supersimétrica é definida como:

𝑆(𝜃, 𝜃, 𝑥) = exp𝑖(𝜃𝑄+𝜃𝑄̄+𝑥.𝑃) (1.21)

onde 𝜃 e 𝜃 são espinores de Weyl compostos por anti-comutantes variáveis de
Grassmann. Desta forma fica claro que transformações supersimétricas também
dependerão destas variáveis. Como já mencionado, em teorias supersimétricas
devemos aumentar o grupo de simetria com a introdução de geradores fermiônicos
𝑄 e 𝑄̄. Logo, é conveniente também introduzir coordenadas fermiônicas ao espaço
de Minkowski. A inclusão destas novas coordenadas implica na ampliação do espaço
de Minkowski para um novo superespaço 𝑍 = (𝑥, 𝜃, 𝜃). Como já era esperado, o
superespaço conterá a mesma quantidade de coordenadas bosônicas e fermiônicas.
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Para translações usuais temos,

exp[𝑖 (𝑎.𝑃 )] exp[𝑖 (𝑥.𝑃 )] = exp𝑖((𝑥+𝑎).𝑃 ), (1.22)

pois [𝑃𝑚, 𝑃𝑛] = 0. Para transformações supersimétricas,

𝑆(𝜉, 𝜉, 𝑎)𝑆(𝜃, 𝜃, 𝑥) = 𝑆(𝜃′, 𝜃′, 𝑥′). (1.23)

Usando a fórmula de Baker-Campbell-Hausdorff, são induzidas as seguintes trans-
formações

𝑥 → 𝑥′ = 𝑥+ 𝑎+ 𝑖 𝜉𝜎𝜃 − 𝑖 𝜃𝜎𝜉 (1.24)
𝜃 → 𝜃′ = 𝜃 + 𝜉 (1.25)
𝜃 → 𝜃′ = 𝜃 + 𝜉. (1.26)

Como podemos ver, as transformações no espaço-tempo ocorrem mesmo se 𝑎 =
𝑥 = 0. Também mostra que transformações no espaço-tempo também envolvem as
coordenadas fermiônicas, com isso não podemos definir

𝑄 = 𝑖
𝜕

𝜕𝜃
(1.27)

em analogia ao operador de translação. Assim definimos,

𝑄̂𝛼 = 𝑖
𝜕

𝜕𝜃𝛼
− (𝜎𝑚𝜃)𝛼𝜕𝑚 (1.28)

^̄𝑄𝛼̇ = −𝑖 𝜕
𝜕𝜃𝛼̇

+ (𝜃𝜎𝑚)𝛼̇𝜕𝑚. (1.29)

É possível verificar que estes operadores satisfazem a álgebra supersimétrica (B.11).

1.2.3 Supercampos

O conceito de supercampos foi primeiro proposto por [54,55]. Nesta proposi-
ção, uma função das coordenadas do superespaço 𝑍(𝑥, 𝜃, 𝜃) que seja invariante sob
transformações supersimétricas consegue gerar as componentes dos supercampos
(supermultipletos). Como, 𝜃 e 𝜃 anti-comutam, qualquer produto que envolva mais
de dois 𝜃’s ou de dois 𝜃 anulam-se. Assim, o supercampo mais geral Φ = Φ(𝑥, 𝜃, 𝜃)
tem a seguinte expansão de Taylor:

Φ(𝑥, 𝜃, 𝜃) = 𝜑(𝑥) + 𝜃𝜓(𝑥) + 𝜃𝜒̄(𝑥) + 𝜃𝜃𝑀(𝑥) + 𝜃𝜃 𝑁(𝑥) + 𝜃𝜎𝑚𝜃 𝑉𝑚(𝑥)
+(𝜃𝜃)𝜃 𝜆̄(𝑥) + (𝜃𝜃) 𝜃𝜌(𝑥) + (𝜃𝜃) (𝜃𝜃)𝐷(𝑥). (1.30)
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Este supercampo contém espinores de Weyl de mão esquerda 𝜓 e 𝜌(𝑥), de mão direita
𝜒̄ e 𝜆̄, campos escalares 𝜑, 𝑀 , 𝑁 e 𝐷, e um campo vetorial 𝑉𝑚. Ao considerarmos
que todos os campos sejam complexos, o supercampo Φ possui oito graus de
liberdade fermiônicos e oito graus de liberdade bosônicos. Usando a equação acima
pode-se mostrar que o produto de dois supercampos satisfaz a forma de supercampo
e, portanto, também é um supercampo [56]. Tendo este supercampo uma dimensão
de massa unitária, a dimensão de massa das coordenadas Grasmannianas são
[𝜃] = [𝜃] = −1/2.

Por ser a expressão mais geral de um supercampo, este não fornece uma
representação irredutível. Os supercampos fundamentais possuem apenas duas
partículas (caso não massivo) ou três partículas (caso massivo). Assim, pode-se
eliminar alguns de seus componentes mantendo-o ainda como um supercampo. Em
geral, podemos impor restrições covariantes em Φ(𝑥, 𝜃, 𝜃), levando-os a supercampos
menores que podem ser representações irredutíveis da álgebra supersimetria [56].
Estas restrições devem ser invariantes sob transformações supersimétricas e, por-
tanto, anti-comutem com os operadores 𝑄̂ e ^̄𝑄. Assim são definidas as seguintes
derivadas covariantes [57]:

𝐷𝛼 = 𝜕

𝜕𝜃𝛼
− 𝑖(𝜎𝑚𝜃)𝛼𝜕𝑚

𝐷̄𝛼̇ = 𝜕

𝜕𝜃𝛼̇
+ 𝑖(𝜃𝜎𝑚)𝛼̇𝜕𝑚.

(1.31)

1.2.3.1 Supercampos Quirais

Como todas as derivadas covariantes, 𝐷 e 𝐷̄ podem ser usadas para impor
restrições covariantes aos supercampos. As mais simples e amplamente usadas são

𝐷̄𝛼̇Φ = 0
𝐷𝛼Φ† = 0.

(1.32)

Onde Φ é chamado de supercampo quiral (ou supercampo quiral de mão esquerda)
e Φ† de supercampo anti-quiral (ou supercampo quiral de mão direita). Para
encontrar suas componentes definimos uma nova coordenada,

𝑥𝑚 → 𝑦𝑚 = 𝑥𝑚 + 𝑖 𝜃𝜎𝑚𝜃. (1.33)
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Sendo Φ = Φ(𝑦, 𝜃, 𝜃), então a restrição para Φ assume a forma

𝐷̄𝛼̇Φ(𝑦, 𝜃, 𝜃) = 𝜕

𝜕𝜃𝛼̇
Φ(𝑦, 𝜃, 𝜃) = 0 (1.34)

e assim o supercampo quiral não depende explicitamente de 𝜃, fornecendo-o uma
expansão simples da seguinte forma:

Φ(𝑦, 𝜃) = 𝜑(𝑦) + 𝜃𝜓(𝑦) + 𝜃𝜃 𝐹 (𝑦), (1.35)

onde 𝜑(𝑦) irá descrever os escalares físicos do modelo, 𝜓(𝑦) irá descrever os férmions
e 𝐹 (𝑦) é um campo escalar auxiliar necessário para garantir que tenhamos um
número igual de componentes bosônicos e fermiônicos. De maneira análoga encontra-
se o supercampo anti-quiral

Φ†(𝑦†, 𝜃) = 𝜑†(𝑦†) + 𝜃𝜓(𝑦†) + 𝜃𝜃 𝐹 †(𝑦†). (1.36)

As equações (1.35) e (1.36) fornecem uma expressão simples para Φ, podendo
ser a representação mais conveniente. No entanto, reescrever Φ em termos de 𝑥𝑚

pode fornecer maiores detalhes para o desenvolvimento de modelos. Para fazer isso,
expande-se cada componente dos supercampos em torno de 𝑦0 = 𝑥, resultando em:

Φ(𝑥, 𝜃, 𝜃) = 𝜑(𝑥) + 𝜃𝜓(𝑥) + 𝜃𝜃 𝐹 (𝑥) − 𝑖 𝜃𝜎𝑚𝜃 𝜕𝑚𝜑(𝑥)

+ 𝑖

2 𝜃𝜃 𝜕𝑚𝜓(𝑥)𝜎𝑚𝜃 − 1
4 𝜃𝜃 𝜃𝜃 𝜕𝑚𝜕

𝑚𝜑(𝑥)

Φ†(𝑥, 𝜃, 𝜃) = 𝜑†(𝑥) + 𝜃𝜓(𝑥) + 𝜃𝜃 𝐹 †(𝑥) + 𝑖 𝜃𝜎𝑚𝜃 𝜕𝑚𝜑
†(𝑥)

− 𝑖

2 𝜃𝜃 𝜃𝜎𝑚𝜕𝑚𝜓(𝑥) − 1
4 𝜃𝜃 𝜃𝜃 𝜕𝑚𝜕

𝑚𝜑†(𝑥),

(1.37)

onde Φ e Φ† satisfazem a eq.(1.32).

Para finalizar, aplicando uma transformação de supersimetria infinitesimal
𝛿𝜖Φ ≡ −𝑖(𝜖𝛼𝑄̂𝛼 + 𝜖𝛼̇

^̄𝑄𝛼̇)Φ resulta:

𝛿𝜑 = 𝜖𝜓 (1.38)
𝛿𝜓𝛼 = 2 𝜖𝛼𝐹 − 2𝑖 (𝜎𝑚𝜖)𝛼 𝜕𝑚𝜑 (1.39)
𝛿𝐹 = 𝑖 (𝜕𝑚𝜓)𝜎𝑚𝜖. (1.40)

Uma característica importante que podemos observar é que a variação da com-
ponente 𝐹 corresponde a um divergente total. Este fato mostrará seu valor na
construção de uma ação supersimétrica invariante.
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1.2.3.2 Supercampos Vetoriais (Reais)

Até agora usando apenas supercampos quirais será possível construir uma
“superlagrangiana” de Yukawa, composta apenas por espinores e escalares. Os
supercampos definidos na seção anterior não possuem como componentes um campo
vetorial, essencial para construção de teorias de gauge. A fim de ter interações de
gauge, precisa-se encontrar uma nova projeção invariável supersimétrica que poupa
o campo vetorial 𝑉 𝑚 na expressão geral (1.30) e o torna real. Para tal, é necessário
introduzir uma nova classe de supercampos, chamados de supercampos vetoriais
(ou reais), definidos pela imposição de realidade no supercampo,(1.30). Assim um
supercampo vetorial é definido por:

Φ(𝑥, 𝜃, 𝜃) → 𝑉 (𝑥, 𝜃, 𝜃) = 𝑉 †(𝑥, 𝜃, 𝜃). (1.41)

O mais geral supercampo vetorial 𝑉 (𝑥, 𝜃, 𝜃) possui a forma

𝑉 (𝑥,𝜃,𝜃) = 𝐶(𝑥) + 𝑖 𝜃𝜒(𝑥) − 𝑖 𝜃𝜒̄(𝑥) + 𝑖

2 𝜃𝜃
(︁
𝑀(𝑥) + 𝑖𝑁(𝑥)

)︁
− 𝑖

2 𝜃𝜃
(︁
𝑀(𝑥) − 𝑖𝑁(𝑥)

)︁
+ 𝜃𝜎𝜇𝜃 𝐴𝜇(𝑥)

+ 𝑖 𝜃𝜃 𝜃
(︂
𝜆̄(𝑥) − 𝑖

2 𝜎̄
𝑚𝜕𝑚𝜒(𝑥)

)︂
− 𝑖 𝜃𝜃 𝜃

(︂
𝜆(𝑥) − 𝑖

2𝜎
𝑚𝜕𝑚𝜒̄(𝑥)

)︂
+ 1

2 (𝜃𝜃) (𝜃𝜃)
(︂
𝐷 − 1

2𝜕𝑚𝜕
𝑚𝐶

)︂
.

(1.42)

Um supercampo não pode ser ao mesmo tempo, ambos quiral e real, a
menos que seja identicamente constante. No entanto, se Φ é um supercampo quiral,
então ΦΦ† ou Φ + Φ† ou 𝑖(Φ − Φ†) serão todos supercampos reais.

Como no supercampo quiral, deve-se construir uma representação irredutível
para o supercampo vetorial. A forma da equação (1.42) sugere que as componentes
desta representação irredutível contenham apenas o campo vetorial 𝐴𝑚, o campo
fermiônico 𝜆 e o campo escalar auxiliar 𝐷, e que os outros campos sejam absorvidos
ou eliminados por uma transformação de (super)gauge. Para isto, usa-se um
supercampo quiral Λ tal que

𝑉 (𝑥, 𝜃, 𝜃) → 𝑉 (𝑥, 𝜃, 𝜃) + 𝑖(Λ(𝑥, 𝜃, 𝜃) − Λ†(𝑥, 𝜃, 𝜃)), (1.43)
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a qual induz uma transformação de gauge padrão para a componente de vetorial
𝐴𝑚. Então, pode-se escolher as componentes de Λ de forma a eliminar alguns
dos componentes de 𝑉 . A escolha mais comum é fazer 𝐶 = 𝑀 = 𝑁 = 𝜒 = 0.
Nesta escolha, o supercampo vetorial está no gauge de Wess-Zumino (WZ), e é
simplesmente dado por:

𝑉𝑊 𝑍(𝑥,𝜃,𝜃) = 𝜃𝜎𝜇𝜃 𝐴𝜇(𝑥) + 𝑖 𝜃𝜃 𝜃𝜆̄(𝑥) − 𝑖 𝜃𝜃 𝜃𝜆(𝑥) + 1
2 (𝜃𝜃) (𝜃𝜃) (𝐷) . (1.44)

Porém, supercampos no gauge de WZ não são invariantes supersimétricos. No
entanto sempre é possível combinar transformações supersimétricas e transformações
de gauge generalizadas, de tal forma que 𝑉 sempre esteja no gauge WZ [56]. Outro
motivo para o uso deste gauge está na simplicidade de calcular potências de 𝑉𝑊 𝑍 . De
fato, apenas duas potências de 𝑉𝑊 𝑍 são diferentes de zero, com 𝑉 𝑛

𝑊 𝑍 = 0, ∀𝑛 ≥ 3.

Analisando as transformações supersimétricas das componentes de um
supercampo vetorial, temos que:

𝛿𝐷 = 𝜕𝑚

(︁
𝜖𝜎𝑚𝜆̄− 𝜆𝜎𝑚𝜖

)︁
, (1.45)

o qual mostra que a componente 𝐷 do supercampo vetorial transforma-se como
uma derivada total, tal como o campo 𝐹 do supercampo quiral.

1.3 Lagrangianas Supersimétricas
O critério para construção de lagrangianas supersimétricas é sua invariância

sob transformações supersimétricas. Dito de outra forma, que a ação seja invariante
sob esta transformações,

𝛿𝜖

∫︁
𝑑4𝑥ℒ = 0. (1.46)

Esta condição é satisfeita se ℒ transforma-se por uma derivada total

ℒ −→ ℒ′ = ℒ + 𝜕𝑚(...). (1.47)

Desde que as componentes 𝐹 de um supercampo quiral (componente 𝜃𝜃) e 𝐷 de um
supercampo vetorial (componente 𝜃𝜃 𝜃𝜃) possem esta característica, estes podem
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ser usados para construir uma lagrangiana supersimétrica. Uma ação (𝑆) invariante
sob transformações pode ser escrita da forma:

𝑆 =
∫︁
𝑑4𝑥

(︂∫︁
𝑑2𝜃 [𝑊 ]𝐹 +

∫︁
𝑑2𝜃𝑑2𝜃 [𝐾]𝐷

)︂
, (1.48)

onde 𝑊 é um supercampo quiral, 𝐾 é um supercampo vetorial e [𝑋]𝑌 repre-
senta a componente 𝑌 do supercampo 𝑋. Os supercampos 𝑊 e 𝐾 são chamados,
respectivamente, de superpotencial e potencial de Kähler.

Em geral, as lagrangianas de teorias supersimétricas são construídas em
termos de produtos de supercampos quirais.

1.3.1 Superpotencial

Como discutido anteriormente, o produto de supercampos quirais resulta
em um supercampo quiral. Portanto, em geral, o superpotencial 𝑊 será um
polinômio nos supercampos quirais. Em princípio 𝑊 pode conter qualquer potência
de supercampos quirais. No entanto, considerando apenas os termos renormalizáveis,

𝑑𝑖𝑚(ℒ) = 4, (1.49)

faz com que a dimensão de 𝑊 seja no máximo 3, resultando em um polinômio com
grau cúbico nos supercampos quirais5. Assim, o superpotencial 𝑊 é definido por:

𝑊 (Φ𝑖) =
∑︁

𝑖

𝑘𝑖Φ𝑖 + 1
2
∑︁
𝑖,𝑗

𝑚𝑖𝑗Φ𝑖Φ𝑗 + 1
3
∑︁
𝑖,𝑗,𝑘

𝑔𝑖𝑗𝑘Φ𝑖Φ𝑗Φ𝑘, (1.50)

onde Φ𝑖 são os supercampos quirais e 𝑘𝑖, 𝑚𝑖𝑗 e 𝑔𝑖𝑗𝑘 são constantes com dimensão
de massa 2, 1 e 0, respectivamente.

Para supercampos quirais dados pela equação (1.37), as expressões para os
produtos [Φ𝑖Φ𝑗]𝐹 e [Φ𝑖Φ𝑗Φ𝑘]𝐹 são dadas por [57]:

[Φ𝑖Φ𝑗]𝐹 = 𝐹𝑖𝜑𝑗 + 𝐹𝑗𝜑𝑖 − 1
2𝜒𝑖𝜒𝑗

[Φ𝑖Φ𝑗Φ𝑘]𝐹 = 𝐹𝑖𝜑𝑗𝜑𝑘 + 𝐹𝑗𝜑𝑖𝜑𝑘 + 𝐹𝑘𝜑𝑖𝜑𝑗 − 1
2𝜒𝑖𝜒𝑘𝜑𝑗 − 1

2𝜒𝑗𝜒𝑘𝜑𝑖 − 1
2𝜒𝑖𝜒𝑗𝜑𝑘.

(1.51)

5 Lembrando que 𝑑𝑖𝑚(𝜃) = 𝑑𝑖𝑚(𝜃) = 1
2 .
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Podemos notar que o último termo do produto de dois supercampos quirais pode
ser relacionado as massas dos férmions, como também que os três últimos termos
do produto de três supercampos quirais descrevem interações entre férmions e
escalares associados a lagrangiana de Yukawa. Os termos restantes são de interações
entre escalares, os quais estão associados ao potencial escalar.

1.3.2 Potencial de Kähler

De análoga ao superpotencial, a dimensão do potencial de Kähler deve ser
no máximo 2 para lagrangianas renormalizáveis. Utilizando apenas supercampos
quirais, a potencial de Kähler mais genérico é dado por:

𝐾(Φ†
𝑖Φ𝑖) = Φ†

𝑖Φ𝑖. (1.52)

Como 𝐾 deve ser real, a única outra forma que poderia ser atribuída seria Φ† + Φ,
no entanto este termo leva a uma derivada total na lagrangiana e por isso, não
contribui.

A expressão para
[︁
Φ†

𝑖Φ𝑖

]︁
𝐷

, desprezando derivadas totais, é:

[︁
Φ†

𝑖Φ𝑖

]︁
𝐷

= 𝐹 †
𝑖 𝐹𝑖 − (𝜕𝑚𝜑

†
𝑖 )(𝜕𝑚𝜑𝑖) + 𝑖

2𝜒𝑖𝜎
𝑚𝜕𝑚𝜒̄𝑖. (1.53)

Da expressão acima nota-se que o potencial de Kähler fornece os termos de energia
cinética para a componente escalar 𝜑 e para componente fermiônica 𝜒. Podemos
ver também que o campo escalar 𝐹 não possui termo cinético, portanto, este campo
não se propaga, o qual pode ser retirado da teria por meio de sua equação de
movimento.

Até agora, usando apenas supercampos quirais seria possível construir
uma lagrangiana de Yukawa, composta apenas por espinores e escalares. Até
este momento não foi mencionado a invariância de gauge para a construção da
lagrangiana. De maneira semelhante as teorias não supersimétricas, os supercampos
também devem se transformar para que interações de gauge se tornem presentes
no modelo.
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1.3.3 Invariância de Gauge

Por serem operadores escalares (em geral não abelianos), os geradores do
grupo de gauge devem comutar com os geradores do grupo supersimétrico. Desta
forma todas as partículas em um supermultipleto se transformarão pela mesma
representação do grupo de gauge6. Sabendo que os termos cinéticos surgem do
potencial de Kähler, precisamos verificar que este termo permaneça invariante após
a introdução das transformações dos supercampos quirais.

Para uma transformação de gauge

Φ† → Φ′† = Φ† e−𝑖 Λ†𝑇

Φ → Φ′ = e𝑖 Λ𝑇 Φ,
(1.54)

o potencial de Kähler transforma-se da forma

Φ†Φ → Φ′†Φ′ = Φ† e−𝑖 Λ†𝑇 e𝑖 Λ𝑇 Φ ̸= Φ†Φ, (1.55)

onde Λ é o parâmetro da transformação e 𝑇 o gerador7. Percebemos que o potencial
de Kähler não é invariante sob transformações de gauge, como já era esperado. A
solução é a introdução de supercampos de gauge (supercampos vetoriais) tal que o
o potencial de Kähler seja invariante. Define-se um novo supercampo 𝐺 de forma
que:

𝐺 ≡ e−2𝑉 𝑇 → 𝐺′ = e𝑖 Λ†𝑇 𝐺 e−𝑖 Λ𝑇 , (1.56)

onde 𝑉 é um supercampo vetorial, e assim o termo

Φ†𝐺Φ → Φ′†𝐺′Φ′ = Φ†𝐺Φ (1.57)

seja invariante sob as transformações

Φ → e𝑖Λ𝑇 Φ

𝑉𝐴𝑇
𝐴 → 𝑉𝐴𝑇

𝐴 + 𝑖

2
(︁
Λ𝐴𝑇

𝐴 − Λ†
𝐴𝑇

𝐴
)︁

+ 1
2𝑓𝐴𝐵𝐶𝑉𝐵

(︁
Λ𝐶 + Λ†

𝐶

)︁
,

(1.58)

6 Para manter o caráter quiral dos supercampos, os parâmetros da transformação de gauge (Λ)
também devem ser supercampos quirais.

7 Por conveniência os índices de grupos não estão explícitos, Λ𝑇 ≡ Λ𝐴𝑇 𝐴 onde 𝐴 é o índice de
grupo.
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sendo 𝑓𝐴𝐵𝐶 as constantes de estrutura do grupo de gauge. O termo Φ†𝐺Φ é o
potencial de Kähler generalizado.

Da mesma maneira que em teoria não-supersimétricas, os termos cinéticos
fornecem a maneira como os supercampos quiral irão interagir com os supercampos
vetoriais. Assumindo que o supercampo vetorial está no gauge de WZ,

Φ†e−2𝑉 𝑇 Φ = Φ†(1 − 2𝑉𝐴𝑇
𝐴 + 2𝑉𝐴𝑇

𝐴𝑉𝐵𝑇
𝐵)Φ. (1.59)

Para supercampos dados pelas equações (1.37) e (1.44) temos:

[−2Φ†𝑉𝐴𝑇
𝐴Φ]𝐷 = (−𝑖𝜕𝑚𝜑

†𝑉 𝑚
𝐴 𝑇𝐴𝜑+ ℎ.𝑐.) + (𝑖

√
2𝜒̄𝜆̄𝐴𝑇

𝐴𝜑+ ℎ.𝑐.)
− 𝜑†𝐷𝐴𝑇

𝐴𝜑+ 𝜒̄𝑉 𝑚
𝐴 𝑇𝐴𝜎̄𝑚𝜒

[2Φ†𝑉𝐴𝑇
𝐴𝑉𝐵𝑇

𝐵Φ]𝐷 = 𝜑†𝑉 𝑚
𝐴 𝑇𝐴𝑉 𝐵

𝑚 𝑇𝐵𝜑.

(1.60)

Dos termos acima, observamos que além dos termos habituais para as interações de
gauges com escalares e férmions, obtemos uma interação adicional entre os gauginos
(𝜆), os férmions e escalares da teoria. Nota-se também que não estão incluídos os
termos cinéticos para os bósons de gauge e seus parceiros supersimétricos. Estes
termos devem vir de um tensor de força supersimétrico, que generalize o tensor
𝐹𝑚𝑛 usual para teorias de gauge.

1.3.4 Tensor de Força

Seguindo os mesmos passos de teorias não-supersimétricas, precisamos
aplicar derivadas aos supercampo 𝑉 . Porém, como queremos um tensor de força
supersimétrico é conveniente aplicarmos derivadas covariantes (eq. 1.31) a 𝑉 , de
modo a construir supercampos quirais.

Para um supercampo vetorial 𝑉 , defini-se [58]:

𝑊𝛼 = −𝐷̄𝐷̄
(︁
e−2𝑔𝑉 𝑇𝐷𝛼e2𝑔𝑉 𝑇

)︁
. (1.61)

onde 𝐷 e 𝐷̄ denotam as derivadas covariantes supersimétricas, as quais carregam
índices espinoriais8. Usando a equação (1.56) e que 𝐷̄Λ = 𝐷Λ† = 0, mostra-se que
o supercampo 𝑊𝛼 transforma-se por

𝑊𝛼 → 𝑊 ′
𝛼 = e−𝑖𝑔Λ𝑇𝑊𝛼e𝑖𝑔Λ𝑇 . (1.62)

8 Para simetrias abelianas esta expressão é reduzida para 𝑊𝛼 = −𝐷̄𝐷̄ (𝐷𝛼𝑉 ) .
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Assim, o traço do produto 𝑊𝛼𝑊
𝛼 é um invariante de gauge. Como 𝐷̄𝛼̇𝐷̄𝐷̄ =

0, observa-se que o supercampo 𝑊𝛼 é um supercampo quiral. Sendo 𝑊𝛼 um
supercampo quiral, o produto 𝑊𝛼𝑊

𝛼 também será um supercampo quiral. Portanto,
o termo 𝐹 deste produto será um invariante supersimétrico.

Para obter as componentes do tensor de força 𝑊𝛼, é mais conveniente
escrevê-lo em termos das coordenadas 𝑦𝑚 = 𝑥𝑚 + 𝑖𝜃𝜎𝑚𝜃. Utilizando o gauge de
WZ, o tensor de força, reescrito por 𝑊𝛼 ≡ 2𝑔𝐴𝑇

𝐴𝑊𝐴
𝛼 , é dado como

𝑊𝐴
𝛼 (𝑦, 𝜃) = −4𝑖𝜆𝐴

𝛼 (𝑦) + 4𝜃𝛼𝐷
𝐴(𝑦) − 2𝑖(𝜎𝑚𝜎̄𝑛𝜃)𝛼𝐹

𝐴
𝑚𝑛(𝑦)

− 4(𝜃𝜃) (𝜎𝑚)𝛼𝛼̇ 𝐷𝑚𝜆̄
𝐴𝛼̇(𝑦),

(1.63)

onde:

𝐹𝐴
𝑚𝑛 = 𝜕𝑚𝑉

𝐴
𝑛 − 𝜕𝑛𝑉

𝐴
𝑚 − 𝑔 𝑓𝐴

𝐵𝐶 𝑉
𝐵

𝑚 𝑉 𝐶
𝑛 (1.64)

𝐷𝑚𝜆̄
𝐴 = 𝜕𝑚𝜆̄

𝐴 − 𝑔 𝑓𝐴
𝐵𝐶𝑉

𝐵
𝑚 𝜆̄𝐶 (1.65)

são o tensor de força usual e a derivada covariante para os gauginos, respectivamente.

O termo 𝐹 fornecido pelo produto dos tensores de força é

1
32𝑔2

𝐴

T𝑟[𝑊𝛼𝑊𝛼]𝐹 = 1
2𝐷

𝐴𝐷𝐴 + 𝑖𝜆𝐴𝜎𝑚𝐷𝑚𝜆̄
𝐴 − 1

4𝐹
𝐴
𝑚𝑛𝐹

𝑚𝑛
𝐴 . (1.66)

Da expressão acima vemos que, além de fornecer os termos cinéticos para o campo
de gauge 𝑉𝑚, o tensor de força 𝑊𝛼 também gera os termos cinéticos invariantes de
gauge para o gaugino 𝜆. O campo 𝐷 não possui termo cinético e, assim como o
campo 𝐹 , é um campo auxiliar que pode ser eliminado utilizando as equações do
movimento.

1.3.5 Teoria de Gauge Supersimétrica

Com todos os resultados acima, pode-se construir a lagrangiana (renormali-
zável) mais geral possível, que seja tanto invariante de gauge como supersimétrica:

ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 = [𝐾(Φ,Φ†)]𝐷 + [𝑊 (Φ) + ℎ.𝑐.]𝐹 + [𝑊𝛼𝑊
𝛼 + ℎ.𝑐.]𝐹 , (1.67)
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onde 𝐾(Φ,Φ†), 𝑊 (Φ) e 𝑊𝛼 são o potencial de Kähler generalizado, o superpotencial
e o tensor de força, respectivamente9.

Reescrevendo ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 em termos das componentes do supercampos,

ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 = (𝐷𝑚𝜑
†
𝑖 )(𝐷𝑚𝜑𝑖) + 𝑖𝜒̄𝑖𝜎̄

𝑚𝐷𝑚𝜒𝑖 + 𝑖𝜆𝐴𝜎𝑚𝐷𝑚𝜆̄𝐴 − 1
4𝐹

𝐴
𝑚𝑛𝐹

𝑚𝑛
𝐴

+ (𝑚𝑖𝑗𝐹𝑖𝜑𝑗 − 𝑚𝑖𝑗

2 𝜒𝑖𝜒𝑗 + 𝑦𝑖𝑗𝑘

2 𝐹𝑖𝜑𝑗𝜑𝑘 − 𝑦𝑖𝑗𝑘

2 𝜒𝑖𝜒𝑗𝜑𝑘 + ℎ.𝑐.)

+ (𝑖
√

2𝑔𝐴𝜑𝑖𝑇
𝐴𝜆𝐴𝜒𝑗 + ℎ.𝑐.) + 𝑔𝐴𝜑

†
𝑖𝐷

𝐴𝑇𝐴
𝑖𝑗 𝜑𝑗 + 𝐹 †

𝑖 𝐹𝑖 + 1
2𝐷

𝐴𝐷𝐴.

(1.68)

Como dito anteriormente, os campos 𝐹𝑖 e 𝐷𝐴 são campos auxiliares e podem ser
eliminados de ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 através das equações do movimento:

𝜕ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦

𝜕𝐹𝑖

= 0 ⇒ 𝐹 †
𝑖 + −𝑚𝑖𝑗𝜑𝑗 − 𝑦𝑖𝑗𝑘

2 𝜑𝑗𝜑𝑘

𝜕ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦

𝜕𝐷𝐴

= 0 ⇒ 𝐷𝐴 = −𝑔𝐴𝜑
†
𝑖𝑇

𝐴
𝑖𝑗 𝜑𝑗.

(1.69)

Substituindo estas expressões em ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 obtemos:

ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 = (𝐷𝑚𝜑
†
𝑖 )(𝐷𝑚𝜑𝑖) + 𝑖𝜒̄𝑖𝜎̄

𝑚𝐷𝑚𝜒𝑖 + 𝑖𝜆𝐴𝜎𝑚𝐷𝑚𝜆̄𝐴 − 1
4𝐹

𝐴
𝑚𝑛𝐹

𝑚𝑛
𝐴

− (𝑚𝑖𝑗

2 𝜒𝑖𝜒𝑗 + 𝑦𝑖𝑗𝑘

2 𝜒𝑖𝜒𝑗𝜑𝑘 + ℎ.𝑐.)

+ (𝑖
√

2𝑔𝐴𝜑𝑖𝑇
𝐴𝜆𝐴𝜒𝑗 + ℎ.𝑐.) + 𝑉 (𝜑),

(1.70)

onde

𝑉 (𝜑) = |𝑚𝑖𝑗𝜑𝑗 + 𝑦𝑖𝑗𝑘

2 𝜑𝑗𝜑𝑘|2 + 1
2 |𝑔𝐴𝜑

†
𝑖𝑇

𝐴
𝑖𝑗 𝜑𝑗|2 (1.71)

é o potencial escalar da teoria.

A primeira linha de ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 mostra os termos cinéticos para os escalares,
férmions, gaugions e bósons de gauge. Na segunda linha temos termos de massa para
os férmions e os acoplamentos de Yukawa. A última linha consiste das interações
entre escalares, gauginos e férmions e por ultimo o potencial escalar. Mostrando
que contém todos os termos presentes em teorias não-supersimétricas
9 Se a simetria possuir um grupo abeliano um outro termo pode ser adicionado. Este tipo de

termo é chamado de termo de Fayet-Iliopoulos e é importante para a quebra espontânea de
supersimetria, que não será discutida aqui
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Da forma final de ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 observa-se que: trocando os supercampos quirais
por suas componentes escalares no superpotencial,

𝑊 (Φ) = 1
2𝑚𝑖𝑗Φ𝑖Φ𝑗 + 1

3!𝑦𝑖𝑗𝑘Φ𝑖Φ𝑗Φ𝑘 → 𝑊 (𝜑) = 1
2𝑚𝑖𝑗𝜑𝑖𝜑𝑗 + 1

3!𝑦𝑖𝑗𝑘𝜑𝑖𝜑𝑗𝜑𝑘 (1.72)

os termos de interação do tipo 𝐹 podem ser dados por

𝑚𝑖𝑗𝜑𝑗 + 𝑦𝑖𝑗𝑘

2 𝜑𝑗𝜑𝑘 = 𝜕𝑊 (𝜑)
𝜕𝜑𝑖

(1.73)

𝑚𝑖𝑗𝜒𝑖𝜒𝑗 + 𝑦𝑖𝑗𝑘𝜒𝑖𝜒𝑗𝜑𝑘 = 𝜕2𝑊 (𝜑)
𝜕𝜑𝑖𝜕𝜑𝑗

𝜒𝑖𝜒𝑗. (1.74)

Assim a lagrangiana pode ser reescrita

ℒ𝑆𝑢𝑆𝑦 = (𝐷𝑚𝜑
†
𝑖 )(𝐷𝑚𝜑𝑖) + 𝑖𝜒̄𝑖𝜎̄

𝑚𝐷𝑚𝜒𝑖 + 𝑖𝜆𝐴𝜎𝑚𝐷𝑚𝜆̄𝐴 − 1
4𝐹

𝐴
𝑚𝑛𝐹

𝑚𝑛
𝐴

+ (𝑖
√

2𝑔𝐴𝜑𝑖𝑇
𝐴𝜆𝐴𝜒𝑗 + ℎ.𝑐.) − (1

2
𝜕2𝑊 (𝜑)
𝜕𝜑𝑖𝜕𝜑𝑗

𝜒𝑖𝜒𝑗 + ℎ.𝑐.) + 𝑉 (𝜑)
(1.75)

com

𝑉 (𝜑) = |𝜕𝑊 (𝜑)
𝜕𝜑𝑖

|2 + 1
2 |𝑔𝐴𝜑

†
𝑖𝑇

𝐴
𝑖𝑗 𝜑𝑗|2. (1.76)

Concluindo que: uma vez definida a simetria de gauge, as interações de um modelo
em supersimetria dependerá da forma do superpotencial.

1.3.6 Quebra soft de Supersimetria

Como ainda não há evidências de partículas supersimétricas, estas partículas
devem ter massas significativamente mais elevadas do que as partículas do modelo
padrão. Em outras palavras, supersimetria é quebrada. O mecanismo de quebra
de supersimetria está além do escopo desta tese, no entanto, acredita-se que
supersimetria deve ser quebrado de forma espontânea, onde o estado de vácuo da
teoria não é invariante sob transformações supersimétricas, mas a dinâmica seja.
Diversos mecanismos têm sido propostos, tais como o de Fayet-Iliopoulos [59,60]
e O’Raifeartaigh [61]. Embora o mecanismo de produzir a quebra espontânea de
supersimetria em altas energias ainda não esteja completamente compreendido
- e não há consenso sobre qual dos vários modelos é a escolha certa - é possível
parametrizar os efeitos desta quebra adicionando à lagrangiana termos que quebrem
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explicitamente supersimetria. Estes termos adicionais não podem reintroduzir
as divergências quadráticas para as massas do escalares que foram eliminadas
justamente adotando supersimetria [62].

A fim de incorporar todas as possíveis interações, deve-se ter em mente que
eles devem permanecer invariantes sob todas as outras simetrias presentes na teoria.
Assim a lagrangiana soft é dada por [63]:

ℒ𝑠𝑜𝑓𝑡 = −𝑀2
𝑖𝑗𝜑

†
𝑖𝜑𝑖 −

(︂
𝑀𝐴

2 𝜆̄𝐴𝜆𝐴 + 𝐵𝑖𝑗

2 𝜑𝑖𝜑𝑗 + 𝐴𝑖𝑗𝑘

6 𝜑𝑖𝜑𝑗𝜑𝑘 + ℎ.𝑐.
)︂
, (1.77)

onde 𝑀𝐴 é a massa dos gauginos para cada grupo de gauge, 𝑀2
𝑖𝑗 é o termo de massa

quadrática dos escalares, 𝐵𝑖𝑗 e 𝐴𝑖𝑗𝑘 são acoplamentos presentes no superpotencial.
O fato de ℒ𝑠𝑜𝑓𝑡 conter apenas termos envolvendo os escalares e gauginos, e não
seus superparceiros, quebra a supersimetria.

Finalmente, a lagrangiana completa para uma teoria supersimétrica consiste
da soma da lagrangiana supersimétrica (eq. 1.75) e da lagrangiana de quebra soft
(eq.1.77). No próximo capítulo será realizado um breve desenvolvimento do modelo
padrão supersimétrico mínimo.
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2 MSSM

O Modelo Padrão Supersimétrico Mínimo (MSSM) é uma extensão simples
e atraente do Modelo Padrão [2–4] da física de partículas. Esta extensão é mínima,
uma vez que usa apenas um único gerador espinorial de SuSy (N = 1), e tanto
as partículas adicionalmente introduzidas, quanto os acoplamentos são apenas os
necessários para a consistência do modelo. Estende-se o teor de partícula do MP de
duas maneiras diferentes. Por um lado, cada partículas terá uma superparceira, por
outro lado, o setor Higgs será maior, com dois dupletos complexos. Os superparceiros
diferenciar-se-ão das partículas padrão pelo spin, mantendo todos os outros números
quânticos internos idênticos. No MP, a matéria (quarks e léptons) é formada por
férmions de spin meio e os escalares de spin zero, enquanto os mediadores são os
bósons de gauge que possuem spin um. Os superparceiros dos campos fermiônicos
serão campos escalares1 denominados de sfermions e classificados em sleptons
(parceiros dos léptons) e squarks (parceiros dos quarks). Os superparceiros dos
bósons de gauge serão partículas de spin meio2 que serão chamados de gauginos.
Os escalares de Higgs terão como superparceiros campos de spin meio, denominados
higgsinos.

Antes de iniciar o MSSM, faremos uma rápida revisão da notação utilizada
e alguns ingredientes básicos do MP.

2.1 Breve Revisão do Modelo Padrão
O MP é baseado no grupo de simetria 𝑆𝑈(3)𝐶 ⊗ 𝑆𝑈(2)𝐿 ⊗ 𝑈(1)𝑌 , onde

os índices denotam, respectivamente, cor (interações fortes), isospin e hipercarga
fraca (interações eletrofracas). Os campos fermiônicos são campos com quiralidade
esquerda que se transformam como dubletos, e com quiralidade direita que se trans-
formam como singletos de 𝑆𝑈(2)𝐿. A hipercarga de cada férmion está relacionada
1 Os superparceiros dos férmions não podem ter spin 1 pois supõe-se que estes campos sejam

campos de matéria.
2 A introdução de partículas de spin 3/2 implica na introdução da gravidade.
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com sua carga eletromagnética através da relação de Gell-mann-Nishijima

𝑄

𝑒
= 𝜎3

2 + 𝑌

2 ⇒ 𝑄

𝑒
= 1

2

⎛⎝ 𝑦 + 1 0
0 𝑦 − 1

⎞⎠ , (2.1)

onde 𝜎𝑖 são as matrizes de Pauli. O conteúdo de representação de um modelo
baseado em um determinado grupo de gauge semi-simples, cuja quebra possui
como produto final o grupo abeliano da QED, pode ser conhecido por meio deste
operador3, cuja expressão geral é uma combinação linear dos geradores diagonais
dos grupos de gauge.

Usando a relação anterior, as propriedades de transformação dos campos
fermiônicos (𝑓𝐿/𝑅 ≡ 1

2(1 ∓ 𝛾5)𝑓) são

𝐿𝐿 =
⎛⎝ 𝜈𝑙

𝑙

⎞⎠
𝐿

∼ (2,−1) e 𝑄𝐿 =
⎛⎝ 𝑢𝑖

𝑑𝑖

⎞⎠
𝐿

∼ (2,+1
3), (2.2)

e

𝑙𝑅 ∼ (1,− 2) e 𝑢𝑖𝑅 ∼ (1,+ 4
3); 𝑑𝑖𝑅 ∼ (1,− 2

3), (2.3)

onde 𝑙 = 𝑒, 𝜇, 𝜏 denominam as três gerações leptônicas, 𝑖 = 1, 2, 3 as três gerações
de quarks, e as quantidades (𝑥,𝑦) indicam as propriedades de transformação por
𝑆𝑈(2)𝐿 e 𝑈(1)𝑌 , respectivamente4.

Os bósons de gauge de uma teoria estão associados aos geradores do grupo
de simetria local de tal teoria. O setor eletro-fraco do MP possui quatro geradores
e consequentemente quatro bósons de gauge. Associamos o bóson de gauge 𝐵𝜇 ao
gerador 𝑌 do grupo 𝑈(1)𝑌 e três bósons de gauge 𝑊 𝑎

𝜇 associados aos geradores
𝑇𝑖 = 𝜎𝑖

2 do grupo 𝑆𝑈(2)𝐿. Inicialmente, todos os bósons de gauge não possuem
massa no limite de uma simetria eletrofraca exata. Entretanto, a simetria eletrofraca
quebra espontaneamente para o grupo 𝑈(1) eletromagnético tornando alguns dos
bósons de gauge massivos. Esta quebra espontânea de simetria é conduzida pelo
3 De fato, para modelos 331 este operador é determinante. Sua mudança acarreta em diferentes

versões do modelo, como veremos adiante.
4 Nosso foco será apenas as interações eletrofracas, de modo que não indicaremos as trans-

formações por 𝑆𝑈(3)𝑐, embora apenas os quarks se transformem não-trivialmente sob este
grupo.
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mecanismo de Higgs [64, 65], o qual utiliza um campo escalar dubleto por 𝑆𝑈(2)𝐿

𝜑 =
⎛⎝ 𝜑+

𝜑0

⎞⎠ (2.4)

com 𝑌 = 1 e um valor esperado do vácuo (VEV) real diferente de zero, decorrente
da minimização do potencial de Higgs 𝑉 (𝜑), e dado por

⟨𝜑⟩0 = 1√
2

⎛⎝ 0
𝑣

⎞⎠ , (2.5)

onde 𝑣 é o parâmetro do VEV. Enquanto o fóton, 𝛾, permanece sem massa, os
bósons 𝑊± e 𝑍 adquirem massa por meio deste VEV. Estas massas (𝑀𝑊,𝑍) e os
acoplamentos do grupo eletrofraco (𝑔2,𝑌 ) estão relacionadas por

𝑀𝑊 = 𝑔𝑣

2 , 𝑀𝑍 = 1
2
√︁
𝑔2

𝑌 + 𝑔2
2 𝑣, 𝑣 =

(︃
1√
2𝐺𝐹

)︃1/2

≃ 246GeV. (2.6)

Os campos 𝑊±
𝜇 , 𝑍𝜇 e 𝐴𝜇, os quais são autoestados de massa, são dados em termos

dos campos 𝐵𝜇 e 𝑊 𝑎
𝜇 como

𝑊±
𝜇 ≡ 1√

2
(𝑊 1

𝜇 ∓ 𝑖𝑊 2
𝜇), (2.7)

𝑍0
𝜇 ≡

𝑔2𝑊
3
𝜇 − 𝑔𝑌𝐵𝜇√︁
𝑔2

2 + 𝑔2
𝑌

e 𝐴𝜇 ≡
𝑔𝑌𝑊

3
𝜇 + 𝑔2𝐵𝜇√︁
𝑔2

2 + 𝑔2
𝑌

. (2.8)

Da última relação, define-se o ângulo de mistura eletrofraco

tan(𝜃𝑤) = 𝑔𝑌

𝑔2
, (2.9)

tal que a carga elétrica

𝑒 ≡ 𝑔2 sin(𝜃𝑤) = 𝑔𝑌 cos(𝜃𝑤). (2.10)

O VEV 𝑣, introduzido em (2.5), também é responsável pela geração das
massas dos férmions do MP através dos termos de interações de Yukawa

ℒ1
𝑌 𝑢𝑘 = −𝐺𝑒

𝑎𝑏𝐿
𝑎
𝐿𝜑𝑙

𝑏
𝑅 −𝐺𝑑

𝑎𝑏𝑄
𝑎
𝐿𝜑𝑑

𝑏
𝑅 + ℎ.𝑐. , (2.11)
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para os férmions “tipo down” (𝑒𝑖, 𝑑𝑖) e

ℒ2
𝑌 𝑢𝑘 = −𝐺𝑢

𝑎𝑏𝑄
𝑎
𝐿𝜑𝑢

𝑏
𝑅 + ℎ.𝑐. , (2.12)

para os férmions “tipo up” (𝑢𝑖). Além disso,

𝜑 =
⎛⎝ 𝜑0*

−𝜑−

⎞⎠ ∼ (2,−1), (2.13)

é o campo conjugado de carga do escalar 𝜑, 𝜑 = 𝑖𝜎2𝜑
*. O fato do MP não ter o

campo 𝜈𝑅 faz com que os neutrinos não possuam massa. A substituição de (2.5)
em (2.11) e (2.12) torna evidente o mecanismo de geração de massa dos férmions
carregados. Podemos definir as matrizes de massa 𝑚𝑖𝑗 para os férmions tal que

ℒ𝑌 𝑢𝑘 ⊃ −(𝑓𝑎
𝐿 𝑚𝑎𝑏 𝑓

𝑏
𝑅 + ℎ.𝑐.). (2.14)

Desta forma, podemos escrever as massas dos léptons carregados, quarks tipo down
e quarks tipo up, respectivamente, por

(𝑚𝑒)𝑎𝑏 ≡ 1√
2
𝐺𝑒

𝑎𝑏𝑣, (𝑚𝑑)𝑎𝑏 ≡ 1√
2
𝐺𝑑

𝑎𝑏𝑣 e (𝑚𝑢)𝑎𝑏 ≡ 1√
2
𝐺𝑢

𝑎𝑏𝑣. (2.15)

O primeiro termo pode ser visto com sendo diagonal sem perda de generalidade,
devido ao fato dos neutrinos não possuírem massa. Contudo, os termos de massa
para os quarks não possuem essa vantagem e apenas serão diagonalizados por meio
de transformações bi-unitárias. Assim, se os autoestados de massa dos quarks up
e down de quiralidade esquerda e direita são unitariamente transformados pelas
matrizes 𝑈𝑢

𝐿, 𝑈𝑢
𝑅, 𝑈𝑑

𝑅 e 𝑈𝑑
𝑅, as matrizes de massa dos quarks se transformam como

(𝑈𝑢
𝐿)†𝑚𝑢𝑈

𝑢
𝑅 =

[︁
𝑚(𝑑𝑖𝑎𝑔)

𝑢

]︁
𝑎𝑏

≡ 𝑚𝑢𝑎𝛿𝑎𝑏

(𝑈𝑑
𝐿)†𝑚𝑑𝑈

𝑑
𝑅 =

[︁
𝑚

(𝑑𝑖𝑎𝑔)
𝑑

]︁
𝑎𝑏

≡ 𝑚𝑑𝑎𝛿𝑎𝑏.
(2.16)

Na equação anterior, 𝑚(𝑑𝑖𝑎𝑔)
𝑢 e 𝑚(𝑑𝑖𝑎𝑔)

𝑑 são as matrizes de massa diagonais para os
quarks tipo up e down, respectivamente.

Os números bariônicos e leptônicos são conservados no MP. Estas simetrias
“acidentais” globais são consequência do conteúdo de partículas e do grupo de gauge.
Como iremos discutir a seguir, no MSSM esta situação será um pouco diferente. O
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MSSM pode acomodar diversas interações que violam algumas destas simetrias ou
até mesmo todas.

Após esta brevíssima revisão do Modelo Padrão, retomaremos o tema
principal deste capítulo: MSSM.

2.2 Supercampos do MSSM
Nesta seção revisaremos o MSSM utilizando as ferramentas desenvolvidas

nos apêndices. Primeiro passo é reescrever o conteúdo fermiônico do MP em termos
de espinores de Weyl com quiralidade esquerda para a construção dos supercampos
quirais. Em particular, os férmions de quiralidade direita podem ser expressos em
função de espinores de quiralidade esquerda, tal que, para qualquer férmion de
quiralidade direita 𝑓𝑅,

𝑓𝑅 = (𝑓𝐿)𝐶 = 𝑖𝜎2(𝑓𝐿)*. (2.17)

Na equação acima 𝑓𝐿 corresponde a antipartícula de 𝑓𝐿, e assim, possuindo números
quânticos opostos. Portanto, quando nos referimos ao supercampo dos léptons de
mão direita, por exemplo, na verdade estamos falando do supercampo quiral cuja
componente espinorial é o anti-lépton de mão esquerda.

O MP também incorpora apenas um campo escalar complexo, a fim de
gerar massas para férmions tipo up e down. Em uma teoria supersimétrica, todas
as informações relativas aos supercampos quiral são armazenada no superpotential,
e como pode ser visto no apênidce 1.3, o superpotential deve ser uma função apenas
de supercampos quirais. Assim, para gerar massas dos férmions tipo up e down
no MSSM não podemos usar o campo conjugado de Higgs como no MP. Desta
forma, deve-se incorporar um campo escalar complexo adicional. O acréscimo deste
campo, além de gerar adequadamente massas dos férmions tipo up e down, seu
superparceiro fermiônico também servirá para cancelar as anomalias que surgem
pela extensão do Higgs a uma supercampo [56]. Em resumo, os supercampos quirais
do MSSM estão listados na Tabela 1. A notação de quiralidade para os escalares é
apenas para enfatizar de qual supercampo ele foi originado.

Como o grupo de gauge é o mesmo do MP, ou seja, 𝑆𝑈(3)𝐶 ×𝑆𝑈(2)𝐿×𝑈(1)𝑌 ,
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Tabela 1 – Os supercampos quirais do MSSM. Os valores da última coluna referem-
se às transformações pelos grupos 𝑆𝑈(3)𝐶 , 𝑆𝑈(2)𝐿 e𝑈(1)𝑌 respectiva-
mente.

Supercampo spin-0 spin-1/2 Transformação de gauge

𝐿

(︃
𝜈𝐿

𝑒𝐿

)︃ (︃
𝜈𝐿

𝑒𝐿

)︃
(1, 2, -1)

𝐸𝑐 𝑒†
𝑅 (𝑒𝑐)𝐿 (1, 1,+2)

𝑄

(︃
𝑢̃𝐿

𝑑𝐿

)︃ (︃
𝑢𝐿

𝑑𝐿

)︃
(3,2,+1/3)

𝑈 𝑐 𝑢̃†
𝑅 (𝑢𝑐)𝐿 (3*,1,-4/3)

𝐷𝑐 𝑑†
𝑅 (𝑑𝑐)𝐿 (3*,1,+2/3)

𝐻𝑢

(︃
𝐻+

𝑢

𝐻0
𝑢

)︃ (︃
𝐻̃+

𝑢

𝐻̃0
𝑢

)︃
(1,2,+1)

𝐻𝑑

(︃
𝐻−

𝑑

𝐻0
𝑑

)︃ (︃
𝐻̃−

𝑑

𝐻̃0
𝑑

)︃
(1,2,-1)

os bósons de guage serão promovidos a supercampos vetoriais, os quais estão listados
na Tabela 2. Observando que os campos representados com o símbolo “˜” são os

Tabela 2 – Os supercampos vetoriais do MSSM.

Supercampo spin-1/2 spin-1 Transformação de gauge
𝐺 𝑔 𝑔𝜇 (8, 1, 0)
𝑊 𝑊̃ 𝑊𝜇 (1, 3, 0)
𝐵 𝐵̃ 𝐵𝜇 (1, 1, 0)

campos supersimétricos.

2.3 Superpotencial
Nesta seção, busca-se a forma do superpotential para o MSSM e discute-

se algumas de suas propriedades e limitações, a fim de construir uma teoria
fenomenológica consistente com as observações experimentais. Para obter todas
as interações presentes no MSSM só precisamos especificar um superpotential
consistente com todas as simetrias do modelo, e que possa reproduzir todas as
interações já testadas por colaborações experimentais. Devido ao fato do MP ser
uma teoria renormalizável, devemos iniciar apenas com interações renormalizáveis
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no superpotential. Impondo-se apenas invariância de gauge e renormalizabilidade,
temos o seguinte superpotencial:

𝑊 = 𝑦𝑖𝑗
𝑢 𝑄𝑖 ·𝐻𝑢𝑈

𝑐
𝑗 + 𝑦𝑖𝑗

𝑑 𝑄𝑖 ·𝐻𝑑𝐷
𝑐
𝑗 + 𝑦𝑖𝑗

𝑒 𝐿𝑖 ·𝐻𝑑𝐸
𝑐
𝑗 − 𝜇𝐻𝑑 ·𝐻𝑢

+𝜆′𝑖𝑗𝑘
𝑢 𝑈 𝑐

𝑖 𝐷
𝑐
𝑗𝐷

𝑐
𝑘 + 𝜆′𝑖𝑗𝑘

𝑑 𝑄𝑖 · 𝐿𝑘𝐷
𝑐
𝑗 + 𝜆′𝑖𝑗𝑘

𝑒 𝐿𝑖 · 𝐿𝑘𝐸
𝑐
𝑗 + 𝜇′

𝑖𝐿𝑖 ·𝐻𝑢, (2.18)

onde 𝑖, 𝑗 e 𝑘 são índices de geração. Na equação anterior foi feito o uso do “·”
para representar o produto anti-simétrico de 𝑆𝑈(2)𝐿. Os três primeiros termos são
análogos aos acoplamentos Yukawa do MP (com exatamente o mesmo número de
parâmetros). O parâmetro 𝜇 tem dimensão de massa um e fornece uma contribuição
puramente supersimétrica para ambas componentes fermiônicas e bosônicas dos su-
percampos quirais 𝐻𝑢 e 𝐻𝑑. Os termos na segunda linha são em geral problemáticos
porque violam os números bariônico e/ou leptônico.

A possibilidade da existência destes termos que violam os números bariônicos
e leptônicos são bastante intrigantes e ao mesmo tempo preocupantes, uma vez que
apenas processos que conservam tanto o número leptônico quanto bariônico foram
observados experimentalmente. Como o superpotencial induz interações de Yukawa
e escalares, a fenomenologia destes termos deve ser problemática. Um exemplo
seria a construção de operadores que levam ao decaimento do próton tal como

𝒪 ∝ 𝜆′112
𝑢 𝜆′121

𝑑

𝑚2
𝑠

(𝑢𝑅𝑑𝑅)(𝑄1𝐿1). (2.19)

Tal operador contribuiria para o processo de decaimento do próton 𝑝 → 𝑒+𝜋0 com
uma taxa de decaimento de Γ ∼ 𝜆′4𝑚5

𝑝/𝑚
4
𝑠 e, portanto, um tempo de vida da ordem

de
𝜏𝑝 ∼ 6 × 10−13 s𝑒𝑐

(︂
𝑚𝑠

1 𝑇𝑒𝑉

)︂4 1
𝜆′4 , (2.20)

sendo uma pequena fração de segundos para acoplamentos da ordem da unidade
e squarks com massas da ordem de poucos TeV. Este valor está em completo
desacordo com o tempo de decaimento do próton em léptons + mésons, o qual é
conhecido experimentalmente e é maior que 1033 anos [66].

Para evitar estes termos usamos o fato da super-álgebra admitir uma
simetria abeliana5. Esta simetria é chamada de paridade 𝑅 [38] (ou paridade da
5 Ver apêndice B.
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matéria [46,47,67,68]) e atribui a cada partícula do MSSM um número quântico
conservado. Esta simetria é dada por

𝑅𝑝 = (−1)2𝑠+3(𝐵−𝐿) (2.21)

onde 𝑠 é o spin da partícula, e 𝐿 e 𝐵 são seus números leptônico e bariônico
respectivamente. Da equação acima, podemos deduzir que as partículas presentes
no mesmo supercampo não possuem a mesma paridade 𝑅. Usando estas conven-
ções, notamos que todas as partículas do MP possuem 𝑅𝑝 = +1 e seus parceiros
supersimétricos 𝑅𝑝 = −1. Como já mencionado, além de proibir a violação de
número bariônico e leptônico, a paridade 𝑅 tem interessantes consequências feno-
menológicas. Uma delas é que a mais leve partícula tipicamente supersimétrica
deve ser completamente estável, e sendo eletricamente e fortemente neutra, fornece
um excelente candidato à matéria escura fria [39, 40]. Outra consequência é que a
produção ou aniquilação destas superpartículas ocorre apenas em pares. Estes dois
pontos possuem importantes implicações para estudos em colisores e na cosmologia.

2.4 Quebra Soft de Supersimetria
Como discutido no Apêndice 1.3, devemos incluir termos que quebrem

supersimetria explicitamente. Seguindo a equação (1.77), e supondo a conservação
da paridade 𝑅, a lagrangiana de quebra soft é dada por [69]

ℒ𝑠𝑜𝑓𝑡 = ℒ1 + ℒ2, (2.22)
ℒ1 = −𝑄̃†𝑚2

𝑄𝑄̃− 𝑈̃ †
𝑅𝑚

2
𝑈 𝑈̃𝑅 − 𝐷̃†

𝑅𝑚
2
𝐷𝐷̃𝑅

−𝐿̃†𝑚2
𝐿𝐿̃− 𝐸̃†

𝑅𝑚
2
𝐸𝐸̃𝑅 −𝑚2

𝐻𝑢
|𝐻𝑢|2 −𝑚2

𝐻𝑑
|𝐻𝑑|2, (2.23)

ℒ2 = −1
2
(︁
𝑀3𝑔𝑔 +𝑀2𝑊̃𝑊̃ +𝑀1𝐵̃𝐵̃

)︁
−𝑈̃ †

𝑅𝐴𝑢𝑄̃ ·𝐻𝑢 − 𝐷̃†
𝑅𝐴𝑑𝑄̃ ·𝐻𝑑 − 𝐸̃†

𝑅𝐴𝑙𝐿̃ ·𝐻𝑑

+𝐵𝐻𝑑 ·𝐻𝑢 + ℎ.𝑐. (2.24)

Os parâmetros 𝑀3, 𝑀2 e 𝑀1 denotam os termos de massa soft para os gauginos.
Os parâmetros de massa quadrática para os squarks e sleptons são todos matrizes
hermitianas 3 × 3. Essas matrizes serão aproximadamente diagonais, caso contrário,
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eles vão introduzir contribuições para troca de sabor das correntes neutras [70,71], e
também, fontes adicionais de violação de CP que ainda não foram observadas [72–74].
Na verdade, a fim de garantir que a única fase de violação de CP surja a partir da
matriz CKM, todos os parâmetros soft devem ter exatamente a mesma fase. Além
disso, os acoplamentos trilineares 𝐴𝑓 e o bilinear 𝐵 de dimensão de massa um e
dois, respectivamente, são geralmente complexos e devem ser proporcionais aos
acoplamentos fornecidos pelo superpotencial (eq. (2.18)), isto é, pode-se escrever
𝐴𝑓 → 𝑎𝑓𝑦𝑓 e 𝐵 → 𝐵𝜇.

A lagrangiana do MSSM está agora completa. Assim podemos proceder
à análise do potencial Higgs6 e consequentemente às condições para a quebra de
simetria eletrofraca.

2.5 Potencial de Higgs e a Quebra de Simetria Eletrofraca
Como já vimos, os termos soft não geram massa nem para os quarks e

léptons nem para os bósons de gauge, apenas para seus superparceiros. Portanto,
de maneira análoga ao MP, o potencial de Higgs deve permitir a quebra espontânea
de simetria do grupo eletrofraco. Para que isto ocorra, as componentes neutras dos
dubletos escalares devem possuir VEVs não nulos7

⟨𝐻𝑢⟩ = 1√
2

⎛⎝ 0
𝑣𝑢

⎞⎠ e ⟨𝐻𝑑⟩ = 1√
2

⎛⎝ 0
𝑣𝑑

⎞⎠ . (2.25)

Para construir o potencial de Higgs, devemos somar as três diferentes
contribuições. A contribuição do termo 𝐷, contendo as interações quárticas entre
os escalares,

𝑉𝐷 = 1
2 |𝑔𝐴𝜑

†
𝑖𝑇

𝐴
𝑖𝑗 𝜑𝑗|2

= 𝑔2
𝑌

8
(︁
𝐻†

𝑢𝐻𝑢 −𝐻†
𝑑𝐻𝑑

)︁2
+ 𝑔2

2
8
(︁
𝐻†

𝑢𝜎⃗𝐻𝑢 +𝐻†
𝑑𝜎⃗𝐻𝑑

)︁2
.

(2.26)

6 Denominamos aqui o potencial para os escalares não supersimétricos como potencial de Higgs.
7 Os escalares 𝐻𝑢 e 𝐻𝑑 são os únicos campos que podem adquirir VEV sem quebrar a simetria

leptônica ou bariônica.
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A contribuição do termo 𝐹 do superpotencial

𝑉𝐹 = |𝜕𝑊 (𝜑)
𝜕𝜑𝑖

|2. (2.27)

O termo relevante do superpotencial é

𝑊𝐻 = −𝜇𝐻𝑑 ·𝐻𝑢, (2.28)

do qual obtemos
𝑉𝐹 = 𝜇2(|𝐻𝑢|2 + |𝐻𝑑|2). (2.29)

E finalmente, o termo originado da lagrangiana de quebra soft,

𝑉𝑠𝑜𝑓𝑡 = 𝑚2
𝐻𝑢

|𝐻𝑢|2 +𝑚2
𝐻𝑑

|𝐻𝑑|2 +𝐵𝜇(𝐻𝑑 ·𝐻𝑢 + ℎ.𝑐.). (2.30)

O potencial de Higgs completo é a soma destes três termos

𝑉𝐻 = 𝑚2
1|𝐻𝑢|2 +𝑚2

2|𝐻𝑑|2 +𝑚2
12(𝐻𝑑 ·𝐻𝑢 +𝐻†

𝑢 ·𝐻†
𝑑)

+ 𝑔2
𝑌 + 𝑔2

2
8

(︁
𝐻†

𝑢𝐻𝑢 −𝐻†
𝑑𝐻𝑑

)︁2
+ 𝑔2

2
2 |𝐻†

𝑢𝐻𝑑|2,
(2.31)

onde foram usadas as abreviações 𝑚2
1 = 𝑚2

𝐻𝑢
+ 𝜇2, 𝑚2

2 = 𝑚2
𝐻𝑑

+ 𝜇2 e 𝑚2
12 = 𝐵𝜇.

Em contraste com o MP, no qual o acoplamento quártico é um parâmetro livre
desconhecido, as interações quárticas entre os escalares do MSSM são completamente
determinadas pelos acoplamentos de gauge 𝑔𝑌 e 𝑔2.

O mecanismo de quebra de simetria eletrofraca é um pouco mais complicado
no MSSM do que no MP, devido à presença de dois dupletos de Higgs, ao invés de
um. Para análise da quebra de simetria eletrofraca, podemos fazer 𝐻+

𝑢 = 𝐻−
𝑑 = 0 e

assim

𝑉𝐻 = 𝑚2
1|𝐻0

𝑢|2 +𝑚2
2|𝐻0

𝑑 |2 −𝑚2
12(𝐻0

𝑢𝐻
0
𝑑 + ℎ.𝑐.)

+ 𝑔2
𝑌 + 𝑔2

2
8

(︁
|𝐻0

𝑢|2 − |𝐻0
𝑑 |2
)︁2
.

(2.32)

Para assegurar que a quebra de simetria eletrofraca ocorra, este potencial deve ter
um máximo local próximo do ponto 𝐻0

𝑢 = 𝐻0
𝑑 = 0. Isto ocorre se

𝑚4
12 > 𝑚2

1𝑚
2
2. (2.33)
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Se esta inequação não for satisfeita, então 𝐻0
𝑢 = 𝐻0

𝑑 = 0 será um mínimo estável e
a quebra de simetria eletrofraca não acontecerá.

Sendo satisfeita a inequação (2.33), devemos garantir que o potencial seja
inferiormente limitado para quaisquer valores dos campos escalares. Observando o
potencial da equação (2.32), os termos quárticos são positivos definidos, e assim,
para valores arbitrariamente grande dos campos 𝐻0

𝑢 e 𝐻0
𝑑 o potencial será positivo.

Contudo, para |𝐻0
𝑢| = |𝐻0

𝑑 | os termos quárticos se anulam e o potencial pode não
ser inferiormente limitado. Para que isto não ocorra precisamos que

𝑚2
12 <

1
2
(︁
𝑚2

1 +𝑚2
2

)︁
. (2.34)

Se estas condições forem satisfeitas, temos que o potencial escalar desenvolve
um mínimo não trivial bem definido no qual a simetria eletrofraca é quebrada
espontaneamente.

Uma observação a ser feita é que as condições (2.33) e (2.34) não são
simultaneamente satisfeitas para 𝑚2

1 = 𝑚2
2, deste modo, devemos ter termos de

quebra soft não nulos 𝑚2
𝐻𝑢

e 𝑚2
𝐻𝑑

, revelando que, para quebrar a simetria eletrofraca
precisamos também quebrar supersimetria.

Tendo estabelecido as condições necessárias para 𝐻0
𝑢 e 𝐻0

𝑑 obterem VEVs
não nulos, agora podemos escrever as condições de mínimo para o potencial,

𝑚2
1𝑣𝑢 −𝑚2

12𝑣𝑑 + 𝑔2
𝑌 + 𝑔2

2
8

(︁
𝑣2

𝑢 − 𝑣2
𝑑

)︁
𝑣𝑢 = 0,

𝑚2
2𝑣𝑑 −𝑚2

12𝑣𝑢 − 𝑔2
𝑌 + 𝑔2

2
8

(︁
𝑣2

𝑢 − 𝑣2
𝑑

)︁
𝑣𝑑 = 0.

(2.35)

É fácil ver que estas condições de mínimo satisfazem as equações (2.33) e (2.34).

Para finalizar podemos reescrever as condições de mínimo (2.35) em função
dos parâmetros da teoria:

tan 𝛽 = 𝑣𝑢

𝑣𝑑

,

𝑀2
𝑍 = 𝑔2

𝑌 + 𝑔2
2

4
(︁
𝑣2

𝑢 + 𝑣2
𝑑

)︁
,

(2.36)
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onde 𝑀𝑍 é a massas do bóson 𝑍 (obtida adiante). Fazendo a substituição temos
que

𝜇2 = −𝑀2
𝑍

2 +
𝑚2

𝐻𝑑
−𝑚2

𝐻𝑢
tan2 𝛽

tan2 𝛽 − 1 ,

𝐵𝜇 = (2𝜇2 +𝑚2
𝐻𝑢

+𝑚2
𝐻𝑑

) sin 𝛽 cos 𝛽.
(2.37)

Como 𝜇 é um parâmetro supersimétrico, espera-se que este reflita a escala em que
supersimetria seja quebrada sendo, portanto, muito maior do que os parâmetros soft
𝑚𝐻𝑢 e 𝑚𝐻𝑑

, que devem ser da ordem de alguns TeV. Contudo, da eq. (2.37), temos
que 𝜇 deve ser da ordem de grandeza da escala eletrofraca. Ou seja, a existência
de um parâmetro de massa supersimétrico com muitas ordens de grandeza menor
do que a escala de GUT (ou a escala de Planck)8, resulta em um novo problema
de hierarquia (também conhecido como problema do parâmetro 𝜇). Dito de outra
forma: de onde a hierarquia 𝜇 ≪ 𝑀𝐺𝑈𝑇 ,𝑀𝑃 𝑙𝑎𝑛𝑐𝑘 surge?

2.6 Espectro de Massa e Partículas
Uma vez que temos a certeza do padrão correto da quebra de simetria

eletrofraca, podemos calcular as massas das partículas e, consequentemente, os
estados físicos as quais pertencem. Nesta seção, vamos calcular este espectro
iniciando com os bósons de gauge.

2.6.1 Bósons de Gauge

Como o grupo remanescente da quebra de simetria eletrofraca é o grupo
𝑈(1)𝑒𝑚, esperamos que o fóton 𝐴𝜇 permaneça sem massa, e que os bósons 𝑊± e
𝑍 adquiram massa através do mecanismo de Higgs. Como no MP, os termos de
massa dos bósons de gauge surgem dos termos cinéticos dos campos de Higgs,

ℒ ⊃ |𝐷𝜇𝐻𝑢|2 + |𝐷𝜇𝐻𝑑|2, (2.38)
8 Espera-se que esta escala seja a escala natural que supersimetria seja quebrada.
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os quais fornecem

ℒ ⊃ 𝑔2
2(𝑣2

𝑢 + 𝑣2
𝑑)

8 (𝑊 1
𝜇 − 𝑖𝑊 2

𝜇)(𝑊 𝜇1 + 𝑖𝑊 𝜇2)

+ 𝑣2
𝑢 + 𝑣2

𝑑

8 (𝑔2
2𝑊

3
𝜇𝑊

𝜇3 − 2𝑔2𝑔𝑌𝑊
3
𝜇𝐵

𝜇 + 𝑔2
𝑌𝐵𝜇𝐵

𝜇).
(2.39)

Fazendo a identificação 𝑣2
𝑢 + 𝑣2

𝑑 → 𝑣2, sendo 𝑣 o VEV do MP, observamos que a
equação (2.39) é idêntica ao termo de massa dos bósons de gauge na lagrangiana
do MP. Assim identificamos:

𝑊±
𝜇 ≡ 1√

2
(𝑊 1

𝜇 ∓ 𝑖𝑊 2
𝜇) (2.40)

com massa
𝑀2

𝑊 = 𝑔2
2
4 (𝑣2

𝑢 + 𝑣2
𝑑). (2.41)

E os campos neutros como:

𝑍𝜇 ≡
𝑔2𝑊

3
𝜇 − 𝑔𝑌𝐵𝜇√︁
𝑔2

2 + 𝑔2
𝑌

e 𝐴𝜇 ≡
𝑔𝑌𝑊

3
𝜇 + 𝑔2𝐵𝜇√︁
𝑔2

2 + 𝑔2
𝑌

. (2.42)

com massas

𝑀2
𝑍 = 𝑔2

2 + 𝑔2
𝑌

4 (𝑣2
𝑢 + 𝑣2

𝑑) e 𝑀2
𝐴 = 0, (2.43)

respectivamente. Definindo o ângulo de mistura eletrofraco como

tan 𝜃𝑤 = 𝑔𝑌

𝑔2
(2.44)

recuperamos a relação 𝑀𝑊 = 𝑀𝑍 cos 𝜃𝑤.

2.6.2 Setor de Higgs

Uma vez que a quebra de simetria eletrofraca do MSSM é a mesma que
a do MP, esperamos o mesmo conjunto de candidatos a bósons de Goldstone.
Entretanto, o MSSM possui dois conjuntos de dubletos complexos, com isso um
escalar carregado e três bósons neutros devem permanecer no espectro físico do
MSSM. Para identificar esses estados e calcular as suas massas devemos examinar
o potencial de Higgs (2.31).



Capítulo 2. MSSM 54

Para os dois escalares neutros escolhemos a seguinte parametrização:

𝐻0
𝑢 → 𝑣𝑢 +𝐻0

𝑢 e 𝐻0
𝑑 → 𝑣𝑑 +𝐻0

𝑑 . (2.45)

E assim, o espectro de massa é obtido calculando a derivada segunda do potencial
em relação ao campos,

𝑀2
𝑖𝑗 = 𝜕2𝑉𝐻

𝜕𝜑𝑖𝜕𝜑𝑗

⃒⃒⃒⃒
⃒
𝜑𝑎=0

, (2.46)

com 𝜑 representando todos os escalares individuais do setor de Higgs, 𝜑 =
𝐻+

𝑢 , 𝐻
−
𝑑 , 𝑅𝑒(𝐻0

𝑢), 𝑅𝑒(𝐻0
𝑑), 𝐼𝑚(𝐻0

𝑢), 𝐼𝑚(𝐻0
𝑑). O resultado é uma matriz 6 × 6 a

qual deverá conter três blocos 2 × 2 separados. Esta separação ocorre devido à
conservação de carga elétrica, que não permite a mistura entre escalares carre-
gados e neutros, como também a invariância de CP, que não permite a mistura
entre as componentes reais e imaginárias dos escalares neutros. Assim, os escalares
apresentam as seguintes matrizes de massa quadráticas

𝑀2
𝐶𝑃 −í𝑚𝑝𝑎𝑟 =

⎛⎝ sin2(𝛽)𝑀2
𝐴 cos(𝛽) sin(𝛽)𝑀2

𝐴

cos(𝛽) sin(𝛽)𝑀2
𝐴 cos2(𝛽)𝑀2

𝐴

⎞⎠ ; (2.47)

𝑀2
𝐶𝑃 −𝑝𝑎𝑟 =

⎛⎝ sin2(𝛽)𝑀2
𝐴 + cos2(𝛽)𝑀2

𝑍 − cos(𝛽) sin(𝛽) (𝑀2
𝐴 +𝑀2

𝑍)
− cos(𝛽) sin(𝛽) (𝑀2

𝐴 +𝑀2
𝑍) cos2(𝛽)𝑀2

𝐴 + sin2(𝛽)𝑀2
𝑍

⎞⎠ ;

(2.48)

𝑀2
± =

⎛⎝ sin2(𝛽) (𝑀2
𝐴 +𝑀2

𝑊 ) cos(𝛽) sin(𝛽) (𝑀2
𝐴 +𝑀2

𝑊 )
cos(𝛽) sin(𝛽) (𝑀2

𝐴 +𝑀2
𝑊 ) cos2(𝛽) (𝑀2

𝐴 +𝑀2
𝑊 )

⎞⎠ . (2.49)

A diagonalização das matrizes acima resulta nas seguintes massas diferentes de
zero:

𝑚2
𝐴 = 2 csc(2𝛽)𝐵𝜇, 𝑚2

𝐻± = 𝑚2
𝑊 +𝑚2

𝐴, (2.50)

e

𝑀2
ℎ0 ,𝑀2

𝐻0 = 1
2

(︂
𝑀2

𝐴 +𝑀2
𝑍 ±

√︁
(𝑀2

𝐴 +𝑀2
𝑍)2 − 4𝑀2

𝑍𝑀
2
𝐴 cos2 2𝛽

)︂
. (2.51)

Comprovando a existência de 5 estados físicos remanescentes no espectro. Sendo
dois CP-Par (ℎ0,𝐻0), um CP-ímpar 𝐴0 e dois carregados 𝐻±. Os escalares não
massivos são absorvidos pelos bósons de gauge 𝑍 e 𝑊±, fornecendo sua componente
longitudinal.
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O parâmetro da matriz que diagonaliza as matrizes dos pseudo-escalares
(CP-ímpar) e dos escalares carregados é o ângulo 𝛽. Como devemos ter

𝑀2
𝐴 > 0 ⇒ 0 ≤ 𝛽 ≤ 𝜋

2 . (2.52)

O parâmetro da matriz que diagonaliza a matriz dos escalares (CP-par) é

tan 2𝛼 = tan 2𝛽𝑀
2
𝐴 +𝑀2

𝑍

𝑀2
𝐴 −𝑀2

𝑍

⇒ −𝜋

2 ≤ 𝛼 ≤ 0. (2.53)

Uma consequência importante da eq. (2.51) é que a massa do escalar CP-par
mais leve 𝑚2

ℎ0 possui um valor máximo quando cos2 2𝛽 = 1:

𝑀2
ℎ0 = 1

2
(︁
𝑀2

𝐴 +𝑀2
𝑍 − |𝑀2

𝐴 −𝑀2
𝑍 |
)︁
. (2.54)

Então, se:

• 𝑀𝐴 < 𝑀𝑍 , obtemos 𝑀2
ℎ0 = 𝑀2

𝐴 < 𝑀2
𝑍 ;

• 𝑀𝐴 > 𝑀𝑍 , obtemos 𝑀2
ℎ0 = 𝑀2

𝑍

Logo, em qualquer caso, encontramos

𝑀ℎ0 ≤ 𝑀𝑍 , (2.55)

uma relação aparentemente desastrosa, uma vez que os limites experimentais
excluem 𝑀ℎ0 ≤ 𝑀𝑍 . Os resultados apresentados até agora, contudo, só são válidos
em nível de árvore. Felizmente, sabe-se que o bóson de Higgs recebe contribuições
adicionais a sua massa por meio de correções radiativas. As principais contribuições
para a massa do Higgs surgem dos loops envolvendo o quark top e seus superparceiros
escalares. Na próxima seção vamos rever a forma dessas contribuições usando a
abordagem do potencial efetivo.

2.6.3 Quarks e Léptons

Usando a notação adotada no apêndice A, um férmion de Dirac é composto
por

Ψ𝐷 =
⎛⎝𝜉𝛼

𝜒̄𝛼̇

⎞⎠ , (2.56)
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onde as componentes 𝜉𝛼 e 𝜒̄𝛼̇ são identificadas como as componentes de mão
esquerda (partículas) e de mão direita (anti-partículas), respectivamente.

Os férmions do MP adquirem massa por meio de seus acoplamentos de
Yukawa do superpotential,

ℒ ⊃ −
(︃

1
2
𝜕2𝑊 (𝜑)
𝜕𝜑𝑖𝜕𝜑𝑗

𝜒𝑖𝜒𝑗 + ℎ.𝑐.

)︃
, (2.57)

com 𝜒𝑖 representando as componentes fermiônicas dos supercampos quirais. Su-
pondo a existência da quebra espontânea de simetria do setor eletrofraco, os termos
que geram massa para os quarks e léptons serão idênticos aos do Modelo Padrão:

𝑦𝑖𝑗
𝑒 𝐿𝑖 ·𝐻𝑑𝐸

𝑐
𝑗 + ℎ.𝑐. → 𝑣𝑑√

2
(𝑒𝐿 𝑦𝑒 𝑒

𝑐
𝐿 + 𝑒𝑐

𝐿 𝑦
†
𝑒 𝑒𝐿) (2.58)

𝑦𝑖𝑗
𝑑 𝑄𝑖 ·𝐻𝑑𝐷

𝑐
𝑗 + ℎ.𝑐. → 𝑣𝑑√

2
(𝑑𝐿 𝑦𝑑 𝑑

𝑐
𝐿 + 𝑑𝑐

𝐿 𝑦
†
𝑑 𝑑𝐿) (2.59)

𝑦𝑖𝑗
𝑢 𝑄𝑖 ·𝐻𝑢𝑈

𝑐
𝑗 + ℎ.𝑐. → 𝑣𝑢√

2
(𝑢𝐿 𝑦𝑢 𝑢

𝑐
𝐿 + 𝑢̄𝑐

𝐿 𝑦
†
𝑢 𝑢̄𝐿). (2.60)

Nas equações (2.58), (2.59) e (2.60), o lado esquerdo representa o termo do superpo-
tencial relevante e o lado direito os termos de massa construídos com a lagrangiana
(2.57).

Definindo os espinores de Dirac para os férmions padrão como sendo

𝜓𝑓𝑖
=
⎛⎝𝑓𝑖𝐿

𝑓 𝑐
𝑖𝐿

⎞⎠ , (2.61)

e por simplicidade supondo as matrizes de Yukawa 𝑦𝑓 diagonais, temos que:
𝑣𝑑√

2
(𝑒𝐿 𝑦𝑒 𝑒

𝑐
𝐿 + 𝑒𝑐

𝐿 𝑦
†
𝑒 𝑒𝐿) = 𝑣𝑑 𝑦𝑒√

2
(𝑒𝐿 𝑒

𝑐
𝐿 + 𝑒𝑐

𝐿 𝑒𝐿) = 𝑀𝑒𝑖
𝜓𝑒𝑖
𝜓𝑒𝑖
. (2.62)

De maneira análoga aos léptons9

𝑣𝑑√
2

(𝑑𝐿 𝑦𝑑 𝑑
𝑐
𝐿 + 𝑑𝑐

𝐿 𝑦
†
𝑑 𝑑𝐿) = 𝑀𝑑𝑖

𝜓𝑑𝑖
𝜓𝑑𝑖

(2.63)
𝑣𝑢√

2
(𝑢𝐿 𝑦𝑢 𝑢

𝑐
𝐿 + 𝑢̄𝑐

𝐿 𝑦
†
𝑢 𝑢̄𝐿) = 𝑀𝑢𝑖

𝜓𝑢𝑖
𝜓𝑢𝑖

. (2.64)

Isto justifica os acoplamentos 𝑦𝑓 do superpotencial como os acoplamentos de Yukawa
dos férmions. Os neutrinos permanecem sem massa, tal como no MP, uma vez que
não foi introduzido nenhum acoplamento de Yukawa para eles.
9 Para os quarks as matrizes não são diagonais. A diagonalização deve ser feita por meio da

redefinição dos campos como no MP.
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2.6.4 SFermions

Da mesma forma que o potencial de Higgs, a origem dos termos de massa
dos sfermions vem de

ℒ ⊃ ℒ𝑠𝑜𝑓𝑡 −
⃒⃒⃒⃒
⃒𝜕𝑊 (𝜑)
𝜕𝜑𝑖

⃒⃒⃒⃒
⃒
2

− 1
2 |𝑔𝐴𝜑

†
𝑖𝑇

𝐴
𝑖𝑗 𝜑𝑗|2. (2.65)

Também de maneira análoga, quaisquer tipos de escalares podem se misturar
arbitrariamente uns com os outros, desde que tenham os mesmos números quânticos.
Isto quer dizer que: para o MSSM teremos três matrizes de massa quadráticas 6 × 6
para os squarks tipo up (𝑢̃𝐿, 𝑐𝐿, 𝑡𝐿, 𝑢̃𝑅, 𝑐𝑅, 𝑡𝑅), os squarks tipo down (𝑑𝐿, 𝑠𝐿, 𝑏̃𝐿,
𝑑𝑅, 𝑠𝑅, 𝑏̃𝑅), e os sleptons carregados (𝑒𝐿, 𝜇̃𝐿, 𝜏𝐿, 𝑒𝑅, 𝜇̃𝑅, 𝜏𝑅), e uma matriz 3 × 3
para os sneutrinos (𝜈𝑒, 𝜈𝜇, 𝜈𝜏 ).

Por conveniência, vamos desenvolver os termos apenas para os squaks top,
contudo, será claro a analogia para os termos correspondentes aos outros squarks,
bem como os sleptons. Iniciamos calculando a contribuição fornecida pelo termo 𝐷,

𝑉 𝑓
𝐷 = 𝑔2

2
2

⃒⃒⃒⃒
𝑄̃†𝑇3𝑞𝑄̃+𝐻†

𝑢

𝜎3

2 𝐻𝑢 −𝐻†
𝑑

𝜎3

2 𝐻𝑑

⃒⃒⃒⃒2
+ 𝑔2

𝑌

2

⃒⃒⃒⃒
𝐻†

𝑢(1
2)𝐻𝑢 +𝐻†

𝑑(−1
2)𝐻𝑑 + 𝑄̃†𝑌𝑄𝑄̃+ 𝑡†𝑅𝑌𝑈𝑐𝑡𝑅

⃒⃒⃒⃒2
.

(2.66)

Contribuições de massa surgem apenas de termos cruzados entre os squark e os
bósons de Higgs,

𝑉 𝑓
𝐷 ⊃ 𝑀2

𝑍 cos2(𝜃𝑤) cos(2𝛽)𝑡†𝐿𝑇3𝑞𝑡𝐿

−𝑀2
𝑍 sin2(𝜃𝑤) cos(2𝛽)

(︁
𝑡†𝐿𝑌𝑄𝑡𝐿 + 𝑡†𝑅𝑌𝑈𝑐𝑡𝑅

)︁
.

(2.67)

Eliminando a hipercarga em função da carga elétrica, por meio da equação de
Gell-mann-Nishijima (2.1), podemos reescrever a última equação da forma

𝑉 𝑓
𝐷 ⊃ 𝑀2

𝑍 cos(2𝛽)(𝑇3 −𝑄 sin2 𝜃𝑤)
(︁
𝑡†𝐿𝑡𝐿 + 𝑡†𝑅𝑡𝑅

)︁
. (2.68)

Esta contribuição é idêntica para qualquer sfermion.

A segunda contribuição é fornecida pela lagrangiana de quebra soft,

𝑉 𝑓
𝑠𝑜𝑓𝑡 = 𝑄̃†𝑚2

𝑄𝑄̃+ 𝑈̃ †
𝑅𝑚

2
𝑈 𝑈̃𝑅 + (𝑈̃ †

𝑅𝐴𝑢𝑄̃ ·𝐻𝑢 + ℎ.𝑐.)
= 𝑚2

𝑡𝐿
𝑡†𝐿𝑡𝐿 +𝑚2

𝑡𝑅
𝑡†𝑅𝑡𝑅 + 𝐴𝑡𝑚𝑡(𝑡†𝐿𝑡𝑅 + 𝑡†𝑅𝑡𝐿),

(2.69)
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onde 𝑚𝑡 é a massa do quark top. Aqui a analogia para os outros sfermions é clara.

Finalmente, a terceira e última contribuição vem do termo 𝐹 . A parte
relevante do superpotencial é,

𝑊 ⊃ 𝑦𝑖𝑗
𝑢 𝑄𝑖 ·𝐻𝑢𝑈

𝑐
𝑗 − 𝜇𝐻𝑑 ·𝐻𝑢, (2.70)

de onde obtemos,

𝑉 𝑓
𝐹 ⊃ 𝑀2

𝑡 (𝑡†𝐿𝑡𝐿 + 𝑡†𝑅𝑡𝑅) − 𝜇𝑚𝑡 cot 𝛽(𝑡†𝐿𝑡𝑅 + 𝑡†𝑅𝑡𝐿). (2.71)

Finalizadas as contribuições, podemos montar a matriz de massa quadrática para
os sfermions. Portanto, a matriz de massa dos stops é dada por

ℒ ⊃ −(𝑡†𝐿 𝑡†𝑅)
⎛⎝ 𝑚2

𝑡𝐿
+𝑚2

𝑡 +𝐷(𝑡𝐿) 𝑚𝑡(𝐴𝑡 − 𝜇 cot 𝛽)
𝑚𝑡(𝐴𝑡 − 𝜇 cot 𝛽) 𝑚2

𝑡𝑅
+𝑚2

𝑡 +𝐷(𝑡𝑅)

⎞⎠⎛⎝ 𝑡𝐿

𝑡𝑅

⎞⎠ , (2.72)

onde

𝐷(𝑡𝐿) = 𝑀2
𝑍 cos(2𝛽)(1

2 − 2
3 sin2 𝜃𝑤), (2.73)

𝐷(𝑡𝑅) = 𝑀2
𝑍 cos(2𝛽)(−2

3 sin2 𝜃𝑤). (2.74)

De modo análogo, para os sbottoms a matriz é dada por

ℒ ⊃ −(𝑏̃†
𝐿 𝑏̃†

𝑅)
⎛⎝ 𝑚2

𝑏̃𝐿
+𝑚2

𝑏 +𝐷(𝑏̃𝐿) 𝑚𝑏(𝐴𝑏 − 𝜇 tan 𝛽)
𝑚𝑏(𝐴𝑏 − 𝜇 tan 𝛽) 𝑚2

𝑏̃𝑅
+𝑚2

𝑏 +𝐷(𝑏̃𝑅)

⎞⎠⎛⎝ 𝑏̃𝐿

𝑏̃𝑅

⎞⎠ , (2.75)

onde

𝐷(𝑏̃𝐿) = 𝑀2
𝑍 cos(2𝛽)(−1

2 + 1
3 sin2 𝜃𝑤) (2.76)

𝐷(𝑏̃𝑅) = 𝑀2
𝑍 cos(2𝛽)(1

3 sin2 𝜃𝑤). (2.77)

E assim por diante para todos os sfermions do modelo.

2.6.5 Gluinos, Neutralinos e Charginos

O gluino 𝑔, o gaugino parceiro do glúon, é o único férmion eletricamente
neutro com carga de cor. Desta forma, o gluino não se mistura com qualquer outro
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férmion, e assim, seu estado simétrico é um estado físico. Como as quebras de
simetrias não afetam o grupo de cor, o único termo de massa será proveniente dos
termos de quebra soft,

ℒ ⊃ −1
2𝑀3𝑔𝑔 + ℎ.𝑐., (2.78)

de modo que a sua massa é simplesmente 𝑚𝑔 = |𝑀3|.

Os demais gauginos misturam-se com os parceiros fermiônicos dos dubletos
de Higgs, uma vez que a simetria eletrofraca e supersimetria foram quebradas,
apenas a carga elétrica os diferenciam. As contribuições para os termos de massa
dos gauginos/higgsinos são dados por

ℒ ⊃ ℒ𝑠𝑜𝑓𝑡 − (
√

2𝑔𝐴𝜑𝑖𝑇
𝐴𝜆𝐴𝜒𝑖 + ℎ.𝑐.) − (1

2
𝜕2𝑊 (𝜑)
𝜕𝜑𝑖𝜕𝜑𝑗

𝜒𝑖𝜒𝑗 + ℎ.𝑐.), (2.79)

com a parte relevante do superpotencial sendo

𝑊 ⊃ 𝜇𝐻𝑑 ·𝐻𝑢. (2.80)

Como o único número quântico que diferencia os gauginos/higgsinos é a
carga elétrica, podemos desenvolver os estados físicos eletricamente carregados dos
neutros. Considerando apenas os gauginos e higgsinos carregados,

ℒ ⊃ −𝑀2𝑊̃
−𝑊̃+ − 𝑔2√

2
(𝑣𝑑𝐻̃

−
𝑑 𝑊̃

+ + 𝑣𝑢𝑊̃
−𝐻̃+

𝑢 ) − 𝜇𝐻̃−
𝑑 𝐻̃

+
𝑢 + ℎ.𝑐., (2.81)

onde 𝐻̃−
𝑑 e 𝐻̃+

𝑢 são as componentes fermiônicas dos bósons de Higgs carregados e
𝑊̃± = 1√

2
(𝑊̃ 1 ∓ 𝑊̃ 2) os superparceiros dos bósons de gauge 𝑊±. Definindo a base

𝜒+ =
(︁
𝑊̃+ 𝐻̃+

𝑢

)︁
e 𝜒− =

⎛⎝ 𝑊̃−

𝐻̃−
𝑑

⎞⎠ , (2.82)

a lagrangiana (2.81) pode ser simplificada para

ℒ ⊃ −𝜒+𝑀𝜒±𝜒− + ℎ.𝑐., (2.83)

com

𝑀𝜒± =
⎛⎝ 𝑀2

√
2𝑀𝑊 cos 𝛽

√
2𝑀𝑊 sin 𝛽 𝜇

⎞⎠ . (2.84)
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Como esperado, a mistura entre os higgsinos e gauginos ocorre por meio da quebra
de simetria eletrofraca. Para 𝑀𝑊 = 0 a matriz 𝑀𝜒± é diagonal. Ocorrendo a quebra
de simetria eletrofraca, 𝑀𝜒± não será uma matriz hermitiana (típica de férmions
carregados) e, portanto, deve ser diagonalizada por transformações bi-unitárias,

𝜒+ → 𝜒′+ = 𝜒+𝑉 †
𝜒

𝜒− → 𝜒′− = 𝑈𝜒𝜒
−.

(2.85)

Após esta última transformação podemos definir os espinores de Dirac:

𝜒̃+
𝑖 =

⎛⎝ 𝜒′+
𝑖

𝜒̄′−
𝑖

⎞⎠ , (2.86)

sendo o índice 𝑖 = 1,2. Concluindo, os estados físicos 𝜒̃± são uma combinação linear
dos gauginos e higgsinos carregados, sendo chamados de charginos.

De maneira análoga aos charginos, para os higgsinos e gauginos neutros
temos os seguintes termos de massa:

ℒ ⊃ −𝑀1

2 𝐵̃𝐵̃ + 𝑀2

2 𝑊̃3𝑊̃3 − 𝑔2

2 𝑊̃3(𝑣𝑑𝐻̃
0
𝑑 − 𝑣𝑢𝐻̃

0
𝑢)

+ 𝑔𝑌

2 𝐵̃(𝑣𝑑𝐻̃
0
𝑑 − 𝑣𝑢𝐻̃

0
𝑢) + 𝜇𝐻̃0

𝑑𝐻̃
0
𝑢 + ℎ.𝑐..

(2.87)

Definindo,

(𝜒0)𝑇 =
(︁
𝐵̃ 𝑊̃3 𝐻̃0

𝑑 𝐻̃0
𝑢

)︁
, (2.88)

a lagrangiana (2.87) pode ser reescrita como

ℒ ⊃ −1
2(𝜒0)𝑇𝑀𝜒0𝜒0 + ℎ.𝑐., (2.89)

com a matriz de massa 𝑀𝜒0 dada por

𝑀𝜒0 =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝
𝑀1 0 −𝑀𝑍𝑐𝛽𝑠𝑤 𝑀𝑍𝑠𝛽𝑠𝑤

0 𝑀2 𝑀𝑍𝑐𝛽𝑐𝑤 −𝑀𝑍𝑠𝛽𝑐𝑤

−𝑀𝑍𝑐𝛽𝑠𝑤 𝑀𝑍𝑐𝛽𝑐𝑤 0 −𝜇
𝑀𝑍𝑠𝛽𝑠𝑤 𝑀𝑍𝑠𝛽𝑐𝑤 −𝜇 0

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ , (2.90)

onde 𝑠𝛽 ≡ sin 𝛽, 𝑐𝛽 ≡ cos 𝛽, 𝑠𝑤 ≡ sin 𝜃𝑤 e 𝑐𝑤 ≡ cos 𝜃𝑤. Da mesma forma que
os charginos, os higgsinos e gauginos se misturam devido à quebra de simetria
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eletrofraca. Além disso, como a matriz acima é hermitiana ela pode ser diagonalizada
por uma única matriz unitária 𝑈𝜒0 [75], tal que:

𝜒0 → 𝜒′0 = 𝑈𝜒0𝜒0. (2.91)

Diferentemente dos charginos, os estados físicos neutros serão espinores de Majorana,
dados por

𝜒̃0
𝑖 =

⎛⎝ 𝜒′0
𝑖

𝜒̄′0
𝑖

⎞⎠ , (2.92)

com o índice 𝑖 = 1,2,3,4. Devido ao fato de usar apenas uma matriz na diagonaliza-
ção de massa para férmions, seus valores de massa provenientes desta diagonalização,
embora reais, não são necessariamente positivos. Desta forma, aqueles que corres-
pondem a valores de massa negativa precisam ser redefinidos por meio de rotações
quirais, tornando-os positivos. Os estados físicos acima são chamados de neutralinos.

Convencionando os auto-valores de massa para os neutralinos como sendo
𝑀𝜒0

1
< 𝑀𝜒0

2
< 𝑀𝜒0

3
< 𝑀𝜒0

4
, supõe-se que o neutralino mais leve 𝜒̃0

1 será a partícula
mais leve do espectro supersimétrico (LSP), e o candidato natural a matéria
escura fria do modelo. Embora a matriz de mistura seja uma matriz 4 × 4, ela
é completamente determinada por poucos parâmetros livres 𝑀1, 𝑀2, 𝜇 e tan 𝛽,
facilitando sua fenomenologia.

2.7 Potencial Efetivo
Nesta seção revisaremos o formalismo do potencial efetivo [76] para calcular

as correções radiativas das massas dos Higgs do MSSM. A contribuição dominante
para estas correções é dada por loops envolvendo o quark top e seus superparceiros
[77,78]. Isto ocorre devido ao fato de que o acoplamento de Yukawa entre o higgs
e o quark top tem um valor muito grande comparado aos outros acoplamentos.
Aqui focaremos apenas na correção de massa do higgs mais leve, cujo estado pode
corresponder ao escalar visto pelo LHC [52,53].

O potencial efetivo para o MSSM consiste de duas partes: a primeira sendo
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o potencial em nível de árvore já apresentado,

𝑉0 = 𝑚2
1|𝐻0

𝑢|2 +𝑚2
2|𝐻0

𝑑 |2 −𝑚2
12(𝐻0

𝑢𝐻
0
𝑑 + ℎ.𝑐.)

+ 𝑔2
𝑌 + 𝑔2

2
8

(︁
|𝐻0

𝑢|2 − |𝐻0
𝑑 |2
)︁2
.

(2.93)

E a segunda contribuição é dada pelas correções de um loop para as auto-energias
do Higgs, figura 6, expressa por:

Δ𝑉1 = 1
64𝜋2

∑︁
𝐽

(−1)2𝑠𝐽 (2𝑠𝐽 + 1)𝑚4
𝐽

(︃
ln 𝑚

2
𝐽

𝑄2 − 3
2

)︃
, (2.94)

onde 𝑚𝐽 são matrizes de massa dependentes dos campos, as quais podem ser obtidas
substituindo os VEVs por seus respectivos campos, 𝑠𝐽 denota o spin da partícula 𝐽
e 𝑄 sendo a escala de energia em que os acoplamentos são renormalizados10. Assim,
o potencial efetivo total até um loop, na escala de referência 𝑄, é

𝑉1(𝑄) ≡ 𝑉0(𝑄) + Δ𝑉1(𝑄). (2.95)

Figura 6 – Contribuição radiativa de 1-loop para o potencial efetivo. As linhas
contínuas representam férmions, enquanto as tracejadas representam
escalares.

Para loop envolvendo apenas o quark top e seus parceiros supersimétricos,
as matrizes de massa dependentes dos campos são:

𝑚2
𝑡 = 𝑦2

𝑡

⃒⃒⃒
𝐻0

𝑢

⃒⃒⃒2
; (2.96)

𝑚2
𝑡1,2

= 𝑦2
𝑡

⃒⃒⃒
𝐻0

𝑢

⃒⃒⃒2
+ 1

2
(︁
𝑚2

𝑡𝐿
+𝑚2

𝑡𝑅
±
√︁

(𝑚2
𝑡𝐿

−𝑚2
𝑡𝑅

)2 + 4𝑦2
𝑡 |𝐴𝑡𝐻0

𝑢 + 𝜇𝐻0*
𝑑 |2

)︁
.

(2.97)
10 Uma derivação mais detalhada pode ser encontrada em [79].
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Substituindo as equações anteriores em Δ𝑉1,

Δ𝑉1(𝑄) = 3
32𝜋2

[︃
𝑚4

𝑡1

(︃
ln
𝑚2

𝑡1

𝑄2 − 3
2

)︃
+𝑚4

𝑡2

(︃
ln
𝑚2

𝑡2

𝑄2 − 3
2

)︃

−2𝑚4
𝑡

(︃
ln 𝑚

2
𝑡

𝑄2 − 3
2

)︃]︃
.

(2.98)

Incluindo a contribuição de 1-loop ao potencial devemos calcular novamente as
condições de mínimo. Na prática, esta alteração provoca a mudança

𝑚2
𝑖 → 𝑚̄2

𝑖 = 𝑚2
𝑖 + 𝜕𝑉1

𝜕(Re𝐻0
𝑖 )

⃒⃒⃒⃒
⃒
⟨𝐻0

𝑖 ⟩
, (2.99)

e assim, as equações (2.35) tornam-se

𝑚2
1 = 𝑚2

12 tan 𝛽 − 1
2𝑀

2
𝑍 cos 2𝛽 − 3𝑦2

𝑡

32𝜋2
𝜇(𝜇+ 𝐴𝑡 tan 𝛽)
𝑚2

𝑡1
−𝑚2

𝑡2

(︁
𝑓(𝑚2

𝑡1
) − 𝑓(𝑚2

𝑡2
)
)︁
,

𝑚2
2 = 𝑚2

12 cot 𝛽 + 1
2𝑀

2
𝑍 cos 2𝛽 − 3𝑦2

𝑡

32𝜋2

[︁
𝑓(𝑚2

𝑡1
) + 𝑓(𝑚2

𝑡2
) − 2𝑓(𝑚2

𝑡 )

+𝐴𝑡(𝜇+ 𝐴𝑡 tan 𝛽)
𝑚2

𝑡1
−𝑚2

𝑡2

(︁
𝑓(𝑚2

𝑡1
) − 𝑓(𝑚2

𝑡2
)
)︁]︃
,

(2.100)

onde
𝑓(𝑚2) = 2𝑚2

(︃
ln 𝑚

2

𝑄2 − 1
)︃
. (2.101)

O próximo passo é o calculo das matrizes de massa. Como em (2.46),
calcularemos a massa por meio da derivada segunda do potencial total (𝑉1(𝑄)),
utilizando as equações de mínimos (2.100). Para o completo desenvolvimento da
massa do escalar CP-par mais leve, também precisaremos calcular a massa corrigida
do pseudo-escalar pois, a matriz (2.48) é escrita em função de 𝑀𝐴. O cálculo direto
da matriz dos pseudo-escalares resulta em

𝑀2
𝐶𝑃 −í𝑚𝑝𝑎𝑟 = (𝑚12 + 𝛿)

⎛⎝ tan 𝛽 1
1 cot 𝛽

⎞⎠ , (2.102)

com

𝛿 = − 3𝑦2
𝑡

32𝜋2
𝜇𝐴𝑡

𝑚2
𝑡1

−𝑚2
𝑡2

(︁
𝑓(𝑚2

𝑡1
) − 𝑓(𝑚2

𝑡2
)
)︁
. (2.103)
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Assim, a massa do pseudo escalar corrigida torna-se

𝑀2
𝐴 = 2(𝑚12 + 𝛿)

sin 2𝛽 . (2.104)

A equação anterior mostra a massa do pseudo-escalar dependente da escala 𝑄. Em
geral, esta escala de energia é escolhida próximo da massa das partículas mais
pesadas envolvidas no loop, no nosso caso, próximo a massa dos stops. É comum
esta escala ser escolhida por 𝑄 = √

𝑚𝑡1𝑚𝑡2 .

De maneira análoga, podemos calcular a correção para a matriz de massa
do higgs. Uma expressão útil para as correções radiativas à massa do Higgs é dada
no limite de desacoplamento do Higgs. Neste limite, a massa do pseudo-escalar
𝑀𝐴 → ∞ (𝑀𝐴 ≫ 𝑀𝑍), fazendo com que a massa em nível de árvore do Higgs
obtenha seu valor máximo. Neste limite, as correções de 1-loop envolvendo o top e
seu superparceiros é dada por [80]:

𝛿𝑙𝑜𝑜𝑝 𝑚
2
ℎ ≃ 12

16𝜋2
𝑚4

𝑡

𝑣2

[︃
ln
(︃
𝑚𝑡1𝑚𝑡2

𝑚2
𝑡

)︃
+ |𝑋𝑡|2

𝑚2
𝑡1

−𝑚2
𝑡2

ln
(︃
𝑚2

𝑡1

𝑚2
𝑡2

)︃
(2.105)

+1
2

(︃
|𝑋𝑡|2

𝑚2
𝑡1

−𝑚2
𝑡2

)︃2 (︃
2 −

𝑚2
𝑡1

+𝑚2
𝑡2

𝑚2
𝑡1

−𝑚2
𝑡2

ln
(︃
𝑚2

𝑡1

𝑚2
𝑡2

)︃)︃⎤⎦ , (2.106)

onde 𝑋𝑡 = 𝐴𝑡−𝜇 cot 𝛽 é o parâmetro que parametriza a mistura dos stops. Tomando
a mistura nula, ou seja, 𝑋𝑡 = 0, a equação anterior reduz-se para

𝛿𝑙𝑜𝑜𝑝 𝑚
2
ℎ ≃ 12

16𝜋2
𝑚4

𝑡

𝑣2 ln
(︃
𝑚𝑡1𝑚𝑡2

𝑚2
𝑡

)︃
. (2.107)

Na ausência de mistura dos stops, a massa corrigida do Higgs mais leve necessita
de stops com massas ≥ 500 GeV para superar apenas os limites do LEPII [81].
Para o caso dos stops não possuírem mistura, deve-se aumentar o valor previsto de
suas massas e, assim, aumentar a contribuição de 1-loop para a massa do Higgs.
Contudo, para supersimetria continuar sendo uma boa solução para o problema
da hierarquia, os parceiros supersimétricos precisam ter massas próximo a escala
eletrofraca (com valor máximo de poucos TeV). No cenário em que ocorre a mistura,
a massa do Higgs ainda possuirá um limite superior. Para o valor máximo de
𝑋𝑡 ∼ √

𝑚𝑡1𝑚𝑡2 , obtemos um valor máximo para a massa do Higgs de 𝑚ℎ ∼ 135
GeV [82]. O fato deste escalar possuir um limite baixo para sua massa torna crítica
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a situação do MSSM. A não associação deste escalar com o escalar descoberto
pelo LHC pode fazer com que o MSSM deixe de ser uma teoria viável em física de
partículas.
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3 Modelo RM331 Supersimétrico

As primeiras extensões do grupo de simetria 𝑆𝑈(2) × 𝑈(1) para um grupo
𝑆𝑈(3) × 𝑈(1), foram feitas em meados da década de 70 [83–86]. Entretanto, estas
extensões foram descartadas por não apresentarem uma estrutura 𝑉 − 𝐴 nas
correntes neutras, e/ou incluírem partículas adicionais ao MP em desacordo com
os dados experimentais. Na década de 90 novos modelos foram propostos fazendo
ressurgir a ideia da simetria 𝑆𝑈(3) no setor eletrofraco [20,21].

Estes Modelos 331 são extensões interessantes pois preservam as proprieda-
des do MP em baixas energias e também preveem um novo conteúdo de matéria e
novos campos de gauge intermediando as interações eletrofracas, os quais devem
provavelmente surgir na escala dos TeV, tornando-os bastante atrativos do ponto
de vista fenomenológico, como também, devido ao fato deles poderem oferecer
direções para questões fundamentais que não são satisfatoriamente explicadas pelo
MP. Por exemplo, esses modelos colocam uma restrição ao número de famílias
por uma questão de consistência teórica interna; à quantização da carga elétrica
ocorre para as três famílias [87–90]; a simetria de Peccei-Quinn surge naturalmente
podendo ser a solução para o problema da CP forte [91]; impõem limites a algumas
grandezas do MP, a exemplo do ângulo de Weinberg.

Neste capítulo, apresentaremos as principais características do modelo
RM331 juntamente com sua versão supersimétrica, seguindo os passos descritos no
capítulo anterior.

3.1 Revisão do RM331
Como já mencionado, a estrutura do grupo de gauge é 𝑆𝑈(3)𝐶 ⊗ 𝑆𝑈(3)𝐿 ⊗

𝑈(1)𝑋 , onde 𝑆𝑈(3)𝐶 denota o grupo da interações fortes e 𝑆𝑈(3)𝐿 ⊗ 𝑈(1)𝑋 é a
extensão do grupo eletrofraco e que deve conter todas as interações do MP. Da
mesma forma que o MP, os modelos baseados na estrutura 331 não quebram o
grupo de cor. Portanto, nosso estudo será voltado apenas à extensão do grupo



Capítulo 3. Modelo RM331 Supersimétrico 67

eletrofraco.

Como qualquer grupo que possui como simetria final a QED, podemos definir
um operador de carga, tal como no MP. Tomando o grupo de gauge 𝑆𝑈(3)𝐿⊗𝑈(1)𝑋 ,
o operador de carga elétrica mais geral, considerando os geradores de 𝑆𝑈(3) na
forma matricial, é dado por:

𝑄331

𝑒
= 𝛼

𝜆3

2 + 𝛽
𝜆8

2 +𝑋I3, (3.1)

onde 𝜆𝑖 são as matrizes de Gell-Mann. Contudo, 𝛼 ≡ 1 é requerido para obter
o dubleto de isospin do MP, incorporando adequadamente a simetria do MP no
modelo 331. Da relação anterior, observamos que podem existir diversos modelos no
contexto da teoria 331, cada um associado ao parâmetro livre 𝛽, sendo a assinatura
do modelo. Para o modelo 331 mínimo e consequentemente o RM331 𝛽 = −

√
3,

resultando, na representação fundamental, em

𝑄331

𝑒
= 𝑑𝑖𝑎𝑔 (𝑋,−1 +𝑋, 1 +𝑋) . (3.2)

3.1.1 Conteúdo de Partículas

Tomando o operador de carga elétrica dado pela eq. (3.2), os léptons são
dispostos da forma

𝐿𝐿 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜈𝑙

𝑙

𝑙𝑐

⎞⎟⎟⎟⎠
𝐿

∼ (3,0), (3.3)

onde 𝑙 = 𝑒,𝜇,𝜏 denomina os diferentes sabores leptônicos e (3,0) indica as proprie-
dades de transformação sob os grupos 𝑆𝑈(3)𝐿 e 𝑈(1)𝑋 , respectivamente.

No caso dos quarks, temos a necessidade de introduzir quarks novos com
cargas exóticas para suas acomodações em tripletos. E também, para que a te-
oria seja livre de anomalias, duas das três gerações devem se transformar pela
representação anti-tripleto e, a outra, pela representação tripleto (ver Apêndice
C). Assim, as anomalias são canceladas para as três famílias ou múltiplos inteiros
destas três, tendo em conta a liberdade assintótica da QCD [92, 93], que requer
um número de famílias menor que seis. Os modelos 331 possuem, como dito antes,
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um caminho para a explicação de haver apenas três famílias de férmions. Dessa
maneira, definimos

𝑄𝑖𝐿 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝑑𝑖

−𝑢𝑖

𝐽𝑖

⎞⎟⎟⎟⎠
𝐿

∼ (3*,− 1
3) e 𝑄3𝐿 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝑢3

𝑑3

𝐽3

⎞⎟⎟⎟⎠
𝐿

∼ (3,23), (3.4)

onde 𝑖 = 1,2 é o índice de geração da primeira e segunda família dos quarks. Aqui,
os quarks exóticos possuem diferentes valores de carga elétrica. Para a terceira
família, o quark 𝐽3 possui carga elétrica 5

3 e, para as outras famílias os quarks 𝐽𝑖

possuem carga elétrica −4
3 , em unidades de módulo da carga do elétron.

Os respectivos estados de mão direita dos léptons carregados pertencem ao
tripleto de 𝑆𝑈(3)𝐿, compondo o terceiro elemento do tripleto. Já os quarks de mão
direita se transformam como singletos de 𝑆𝑈(3)𝐿,

𝑢𝑅 ∼ (1,+ 2
3); 𝑑𝑅 ∼ (1,− 1

3); (3.5)

𝐽𝑖𝑅 ∼ (1,− 4
3); 𝐽3𝑅 ∼ (1,53). (3.6)

Agora vamos introduzir a principal diferença do modelo RM331 em relação à
versão original. Aqui, ao invés de três tripletos e um sexteto de escalares, a geração
de massa das partículas se dá mediante à introdução de apenas dois tripletos de
escalares

𝜌 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜌+

𝜌0

𝜌++

⎞⎟⎟⎟⎠ ∼ (3,1); 𝜒 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜒−

𝜒−−

𝜒0

⎞⎟⎟⎟⎠ ∼ (3,− 1). (3.7)

Com esta configuração de escalares, podemos supôr que o escalar 𝜒 desenvolve
VEV diferente de zero,

⟨𝜒⟩0 = 1√
2

⎛⎜⎜⎜⎝
0
0
𝑣𝜒

⎞⎟⎟⎟⎠ (3.8)

quebrando a simetria 𝑆𝑈(3)𝐿 ⊗ 𝑈(1)𝑋 para 𝑆𝑈(2)𝐿 ⊗ 𝑈(1)𝑌 , o escalar 𝜌 também
desenvolve VEV diferente de zero

⟨𝜌⟩0 = 1√
2

⎛⎜⎜⎜⎝
0
𝑣𝜌

0

⎞⎟⎟⎟⎠ , (3.9)
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ocorrendo a quebra da simetria 𝑆𝑈(2)𝐿 ⊗ 𝑈(1)𝑌 para 𝑈(1)𝑒𝑚. O fato de utilizar
este conteúdo reduzido de escalares tem como consequência que a geração de massa
dos férmions não se origina apenas dos acoplamentos de Yukawa renormalizáveis,
sendo necessária a introdução de acoplamentos efetivos para complementação da
geração da massa dos férmions1.

De forma semelhante ao MP, a quantidade de bósons de gauge está associada
ao número de geradores do grupo de simetria. No modelo RM331, os bósons de
gauge são descritos por um octeto 𝑊 𝑎

𝜇 associado ao 𝑆𝑈(3)𝐿, e um singleto 𝑊 𝑥
𝜇

associado ao 𝑈(1)𝑋 . Desta forma, a derivada covariante é definida para cada
representação do grupo de transformação por:

𝐷3
𝜇 =

(︃
𝜕𝜇 + 𝑖𝑔(𝜆

𝑎

2 𝑊
𝑎
𝜇 ) + 𝑖𝑔′𝑋𝑊 𝑥

𝜇

)︃
;

𝐷3*

𝜇 =
(︃
𝜕𝜇 − 𝑖𝑔(𝜆

*𝑎

2 𝑊 𝑎
𝜇 ) + 𝑖𝑔′𝑋𝑊 𝑥

𝜇

)︃
;

𝐷𝑅
𝜇 =

(︁
𝜕𝜇 + 𝑖𝑔′𝑋𝑊 𝑥

𝜇

)︁
.

(3.10)

Uma vez apresentado o conteúdo de campos juntamente com suas transfor-
mações, podemos construir lagrangiana do modelo e consequentemente obter seu
espectro físico.

3.1.2 Quebra de Simetria e o Setor Escalar

Tomando o conteúdo de campos escalares dado na eq. (3.7), o potencial
mais geral invariante pelas simetrias de Lorentz, gauge e renormalizável é dado por

𝑉 (𝜒,𝜌) =𝜇2
𝜌𝜌

†𝜌+ 𝜇2
𝜒𝜒

†𝜒+ 𝜆1(𝜌†𝜌)2 + 𝜆2(𝜒†𝜒)2

+ 𝜆3(𝜌†𝜌)(𝜒†𝜒) + 𝜆4(𝜌†𝜒)(𝜒†𝜌).
(3.11)

Este potencial escalar demonstra a simplicidade do modelo RM331 em comparação
ao potencial do modelo 331 mínimo [96]. No setor escalar existem apenas doze
graus de liberdade, um número bem menor que os trinta graus de liberdade dados
no potencial do modelo 331 mínimo.
1 Este fato não representa um grande problema, pois sabemos que esta extensão não representa

uma teoria final, visto que sai do regime perturbativo em torno de 4-5 TeV onde, possivelmente,
alguma nova física deva dominar [94,95].
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Para que ocorra a quebra espontânea de simetria, tanto 𝜇2
𝜌 quanto 𝜇2

𝜒 devem
ser negativos. Definindo os VEVs para os escalares 𝜌 e 𝜒 da forma habitual:

𝜌0 , 𝜒0 → 1√
2

(𝑣𝜌 , 𝜒 +𝑅𝜌 , 𝜒 + 𝑖𝐼𝜌 , 𝜒), (3.12)

obtemos as seguintes condições de mínimo do potencial:

𝜇2
1 + 𝜆1𝑣

2
𝜌 +

𝜆3𝑣
2
𝜒

2 =0;

𝜇2
2 + 𝜆2𝑣

2
𝜒 +

𝜆3𝑣
2
𝜌

2 =0.
(3.13)

Usando a eq. (2.46), as matrizes de massa para os campos escalares são

𝑚2
ℎ0 =

𝑣2
𝜒

2

⎛⎝2𝜆2 𝜆3𝑣

𝜆3𝑣 2𝜆1𝑣
2

⎞⎠ (3.14)

e

𝑚2
ℎ±± =

𝜆4𝑣
2
𝜒

2

⎛⎝𝑣2 𝑣2

𝑣2 1

⎞⎠ , (3.15)

nas bases (𝑅𝜒 , 𝑅𝜌) e (𝜒++ , 𝜌++) para os escalares neutros e duplamente carregados,
respectivamente. Observamos que todos os escalares com carga elétrica unitária
e os pseudo-escalares neutros possuem massa nula. Desta maneira, vemos que a
quebra espontânea de simetria teremos, no mínimo, dois bósons de gauge neutros
massivos e quatro com carga elétrica unitária.

Diagonalizando as matrizes (3.14) e (3.15) obtemos os seguintes auto-valores:

𝑀2
ℎ0 = 𝑣2

𝜌𝜆1 + 𝑣2
𝜒𝜆2 −

√︁
(𝑣2

𝜌𝜆1 − 𝑣2
𝜒𝜆2)2 + 𝑣2

𝜌𝑣
2
𝜒𝜆

2
3;

𝑀2
𝐻0 = 𝑣2

𝜌𝜆1 + 𝑣2
𝜒𝜆2 +

√︁
(𝑣2

𝜌𝜆1 − 𝑣2
𝜒𝜆2)2 + 𝑣2

𝜌𝑣
2
𝜒𝜆

2
3;

(3.16)

𝑀2
𝐺±± = 0;

𝑀2
ℎ±± = 𝜆4

2 (𝑣2
𝜒 + 𝑣2

𝜌).
(3.17)

Observamos que os escalares 𝐺±± são os bósons de Goldstones absorvidos pelos
bósons de gauge duplamente carregados, enquanto os escalares ℎ±± permanecem
como escalares físicos do espectro. Estudos em processos com troca de sabor em
correntes neutras impõe vínculos a massa do escalar neutro mais pesado de 𝑀2

𝐻0 ≥
889 GeV [97].



Capítulo 3. Modelo RM331 Supersimétrico 71

Para que o potencial seja inferiormente limitado e que a eq. (3.12) seja um
ponto de mínimo, implica a observância das condições

𝜆1 > 0,
𝜆2 > 0,

𝜆1 + 𝜆2 + 𝜆3 > 0,

𝜆3 > 2
√︁
𝜆1𝜆2,

𝜆4 > 0.

(3.18)

Concluímos que o espectro de escalares físicos do modelo RM331 é composto
pelos escalares duplamente carregados ℎ±± e pelos escalares neutros ℎ0 e 𝐻0. O
escalar neutro mais leve (ℎ0) pode ser identificado como o bóson escalar visto
pelo LHC [98,99], e também recupera as interação presentes no MP do Higgs. A
fenomenologia dos escalares duplamente carregados pode ser uma assinatura do
modelo, por conter além da carga elétrica também duas unidades de carga leptônica
(bilépton).

3.1.3 Bósons de Gauge

A obtenção dos bósons de gauge físicos ocorre quando os escalares 𝜌 e 𝜒
adquirem um VEV diferente de zero. Como já mencionado, temos 9 bósons de
gauge no espectro e vimos que o setor escalar possui 8 campos sem massa, que
possivelmente serão absorvidos. Desta forma, um campo de gauge continuará sem
massa e este será associado ao fóton da QED.

De maneira semelhante ao capítulo anterior, podemos definir

𝑊± = 𝑊 1 ∓ 𝑖𝑊 2
√

2

𝑉 ± = 𝑊 4 ± 𝑖𝑊 5
√

2

𝑈±± = 𝑊 6 ± 𝑖𝑊 7
√

2

(3.19)
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tal que estes estados possuem massa

𝑀2
𝑊 ± = 1

4𝑔
2
3𝑣

2
𝜌

𝑀2
𝑉 ± = 1

4𝑔
2
3𝑣

2
𝜒

𝑀2
𝑈±± = 1

4𝑔
2
3

(︁
𝑣2

𝜌 + 𝑣2
𝜒

)︁
.

(3.20)

Mostrando que os 6 escalares carregados sem massa foram realmente absorvidos
pelos bósons de gauge. Aqui, os bósons 𝑊± são os bósons 𝑊± eletricamente
carregados do MP e consequentemente o acoplamento de gauge 𝑔3 ≡ 𝑔2. Nota-se
que os bósons 𝑉 ± e 𝑈±± possuem massa maior que os bósons 𝑊±, uma vez que
suas massas são proporcionais a 𝑣𝜒. Outra observação é que estes novos bósons de
gauge pesados também possuem número leptônico igual a dois. Juntamente com
os escalares ℎ±±, estes bósons são a assinatura do modelo, com sua testabilidade
podendo vir por meio destas partículas.

Os bósons de gauge neutros vêm da diagonalização da matriz de massa,

𝑀2
0 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝑣2

𝜌𝑔
2
𝑥 + 𝑣2

𝜒𝑔
2
𝑥

𝑔3𝑔𝑥𝑣2
𝜌

2
√

3 + 𝑣2
𝜒𝑔3𝑔𝑥√

3 −1
2𝑣

2
𝜌𝑔3𝑔𝑥

𝑔3𝑔𝑥𝑣2
𝜌

2
√

3 + 𝑣2
𝜒𝑔3𝑔𝑥√

3
1
12𝑣

2
𝜌𝑔

2
3 + 1

3𝑣
2
𝜒𝑔

2
3 −𝑣2

𝜌𝑔2
3

4
√

3

−1
2𝑣

2
𝜌𝑔3𝑔𝑥 −𝑣2

𝜌𝑔2
3

4
√

3
1
4𝑣

2
𝜌𝑔

2
3

⎞⎟⎟⎟⎠ . (3.21)

Esta diagonalização fornece dois estados massivos, e um sem massa. Estes dois
estados massivos denominamos de 𝑍 e 𝑍 ′ e o estado sem massa, associamos ao
fóton. Fazendo a aproximação 𝑣𝜒 >> 𝑣𝜌, as massas destas partículas são

𝑀2
𝑍 ≈

𝑔2
3𝑣

2
𝜌 (4𝑔2

𝑥 + 𝑔2
3)

4 (3𝑔2
𝑥 + 𝑔2

3) + 𝒪
(︃
𝑣3

𝜌

𝑣3
𝜒

)︃
(3.22)

𝑀2
𝑍′ ≈ 1

3𝑣
2
𝜒

(︁
3𝑔2

𝑥 + 𝑔2
3

)︁
+
𝑣2

𝜌 (6𝑔2
𝑥 + 𝑔2

3) 2

12 (3𝑔2
𝑥 + 𝑔2

3) + 𝒪
(︃
𝑣3

𝜌

𝑣3
𝜒

)︃
. (3.23)

Em boa aproximação, o bóson 𝑍 é o mesmo do MP e, portanto, a relação de massa
𝑀𝑊 = cos 𝜃𝑤𝑀𝑍 também pode ser feita no RM331. Relacionando o ângulo de
mistura fraca e as contantes de acoplamento do RM331 obtemos:

𝑔2
𝑥

𝑔2
3

= sin2(𝜃𝑤)
1 − 4 sin2(𝜃𝑤) . (3.24)
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Observa-se por consistência do modelo que a expressão anterior possui um polo de
Landau que condiciona o valor do sin2(𝜃𝑤) < 1

4 . De fato, essa é uma característica
interessante do modelo, explicando o fato do ângulo de Weinberg ser menor que 0.25,
estando de acordo com a experiência, uma vez que as medidas precisas fornecem o
valor sin2(𝜃𝑤) = 0.23126(5) [32].

Como o novo bóson de gauge neutro medeia processos de troca de sabor em
correntes neutras, e os bósons carregados possuem uma boa contribuição para o
cálculo do momento anômalo magnético do múon, suas massas podem ser vinculadas
a fim do modelo conseguir explicar tais processos. Trabalhos foram feitos neste
sentido [97, 100], fornecendo os seguinte vínculos: 𝑀𝑍′ ≥ 3326 GeV, 𝑀𝑉 ± ≥ 910
GeV e 𝑀𝑈±± ≥ 914 GeV.

Finalizado o espectro dos bósons de gauge, na próxima seção desenvolveremos
o espectro fermiônico.

3.1.4 Férmions

Para a configuração de campos do RM331, o setor de Yukawa renormalizável
mais geral é dado por:

ℒ𝑅𝑀331
𝑌 𝑢𝑘 = −𝜆𝐽

𝑖𝑗𝑄̄𝑖𝐿𝜒
*𝐽𝑗𝑅 − 𝜆𝐽

33𝑄̄3𝐿𝜒𝐽3𝑅 − 𝜆′
3𝑎𝑄̄3𝐿𝜌𝑑𝑎𝑅

− 𝜆′
𝑖𝑎𝑄̄𝑖𝐿𝜌

*𝑢𝑎𝑅 + ℎ.𝑐., (3.25)

onde 𝑖,𝑗 = 1,2 representam a primeira e a segunda família dos quarks. Como
podemos observar, este setor não possui acoplamentos suficientes para gerar a
massa de todos os férmions. O reduzido setor escalar do modelo é suficiente para
uma correta quebra de simetria e uma fenomenologia do setor escalar mais clara.
Contudo, não consegue fornecer massa para todos os férmions por acoplamentos
renormalizáveis.

Com apenas dois escalares, a modelo necessita da inclusão de operadores
efetivos de dimensões maiores. Para o complemento da massa dos quarks, utilizamos
operadores específicos de dimensão cinco,

𝜆𝑑
𝑖𝑎

Λ 𝜀𝑛𝑚𝑝

(︁
𝑄̄𝑖𝐿𝑛𝜌𝑚𝜒𝑝

)︁
𝑑𝑎𝑅 + 𝜆𝑢

3𝑎

Λ 𝜀𝑛𝑚𝑝

(︁
𝑄̄3𝐿𝑛𝜌

*
𝑚𝜒

*
𝑝

)︁
𝑢𝑎𝑅 + ℎ.𝑐., (3.26)
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onde 𝜀𝑛𝑚𝑝 é o tensor de Levi-Civita e Λ é a escala de energia mais alta em que
o modelo deixa de ser perturbativo, sendo da ordem de Λ = 4 − 5𝑇𝑒𝑉 [94, 95].
Torna-se possível escrever estes operadores devido ao fato do escalar 𝜒 possuir o
VEV da ordem de grandeza do cut-off natural do modelo, resultando em termos de
massa da ordem eletro-fraca, sem a necessidade de um ajuste fino nas constantes
de acoplamentos presentes nestas novas interações não-renormalizáveis.

Para os léptons carregados, sua massa também é desenvolvida por um
operador de dimensão cinco [101,102]

𝜅𝑙

Λ
(︁
𝑓 𝑐

𝐿𝜌
*
)︁ (︁
𝜒†𝑓𝐿

)︁
+ ℎ.𝑐.. (3.27)

Supondo que não ocorre mistura de sabor entre os léptons, 𝜅𝑙 será apenas uma
constante de acoplamento adimensional, não uma matriz. Para os neutrinos, existe
uma complexidade na construção de um operador que lhe forneça massa sem a
necessidade de um grande ajuste fino devido ao cut-off do modelo ser apenas de
poucos TeV e sua massa ser da ordem de eV2.

Definidas as interações, a lagrangiana de massa para os férmions é

ℒ ⊃ −
𝜆𝐽

𝑖𝑗𝑣𝜒√
2
𝐽𝑖𝐿𝐽𝑗𝑅 − 𝜆𝐽

33𝑣𝜒√
2
𝐽3𝐿𝐽3𝑅 − 𝜆𝑑

𝑖𝑎𝑣𝜌𝑣𝜒

2Λ 𝑑𝑖𝐿𝑑𝑎𝑅 − 𝜆′
3𝑎𝑣𝜌√

2
𝑑3𝐿𝑑𝑎𝑅

+ 𝜆′
𝑖𝑎𝑣𝜌√

2
𝑢̄𝑖𝐿𝑢𝑎𝑅 − 𝜆𝑢

3𝑎𝑣𝜌𝑣𝜒

2Λ 𝑢̄3𝐿𝑢𝑎𝑅 − 𝜅𝑙𝑣𝜌𝑣𝜒

2Λ 𝑒𝐿𝑒𝑅 + ℎ.𝑐..

(3.28)

Supondo 𝑣𝜒 ≈ Λ, todos os férmions carregados associados ao MP possuem massa
na escala eletrofraca. Concluímos assim, a apresentação dos espectro de campos
físicos do modelo RM331, seguindo para a construção de sua versão supersimétrica
(SUSYRM331).

3.2 SUSYRM331
Seguindo os passos do MSSM, para a construção do SUSYRM331 [103]

precisamos promover todos campos presentes na seção anterior a supercampos. Os
2 Para desenvolver a massa para os neutrinos existe um operador de dimensão sete [24]. Contudo,

mesmo sendo o operador efetivo mais relevante, ele não é suficiente para fornecer pequenas
massas aos neutrinos (escala dos eV) sem um grande ajuste nas constantes de acoplamento
deste operador. Desta forma, preferimos não descrevê-lo aqui.
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campos de matéria em supercampos quirais e os os bósons de gauge em supercampos
vetoriais. Desta forma, os léptons serão compostos por

𝐿̂𝐿 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜈𝑙

𝑙̂

𝑙̂𝑐

⎞⎟⎟⎟⎠
𝐿

∼ (1,3,0), (3.29)

onde “̂ ” caracteriza um supercampo e 𝑙 = 𝑒,𝜇,𝜏 . O conteúdo hadrônico é dado
pelos supercampos,

𝑄̂1𝐿 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝑢̂1

𝑑1

𝐽1

⎞⎟⎟⎟⎠
𝐿

∼ (3,3,23) , 𝑄̂𝑖𝐿 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝑑𝑖

−𝑢̂𝑖

𝐽𝑖

⎞⎟⎟⎟⎠
𝐿

∼ (3,3*,− 1
3),

𝑢̂𝑐
1𝐿 ∼ (3*,1,− 2

3), 𝑑𝑐
1𝐿 ∼ (3*,1,+ 1

3), 𝐽 𝑐
1𝐿 ∼ (3*,1,− 5

3),
𝑢̂𝑐

𝑖𝐿 ∼ (3*,1,− 2
3), 𝑑𝑐

𝑖𝐿 ∼ (3*,1,+ 1
3), 𝐽 𝑐

𝑖𝐿 ∼ (3*,1,+ 4
3), (3.30)

com 𝑖 = 2,3.

Como vimos na seção anterior, o setor escalar é composto por dois tripletos.
Considerando os mesmos argumentos que no MSSM, o cancelamento das anomalias
requer a inclusão de mais dois tripletos com cargas do grupo 𝑈(1)𝑋 opostas. Assim,
SUSYRM331 possuirá quatro supercampos quirais,

𝜌 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜌+

𝜌0

𝜌++

⎞⎟⎟⎟⎠ ∼ (1,3,+ 1), 𝜒̂ =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜒̂−

𝜒̂−−

𝜒̂0

⎞⎟⎟⎟⎠ ∼ (1,3,− 1),

𝜌′ =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜌′−

𝜌′0

𝜌′−−

⎞⎟⎟⎟⎠ ∼ (1,3*,− 1), 𝜒̂′ =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜒̂′+

𝜒̂′++

𝜒̂′0

⎞⎟⎟⎟⎠ ∼ (1,3*,+ 1). (3.31)

Infelizmente, mesmo com a inclusão destes dois novos tripletos, o modelo SUSYRM331
não será capaz de fornecer as massas para todos os férmions presentes no modelo
por meio de um superpotencial renormalizável. Da maneira semelhante ao modelo
não supersimétrico, o modelo SUSYRM331 utilizará da prerrogativa de não ser a
resposta final e, portanto, nos permite construir operadores efetivos e inclui-los
no modelo. Dito isto, o superpotential capaz de gerar as massas dos férmions
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carregados no modelo SUSYRM331 é composto pelos seguintes termos,

𝑓 = 𝑓 ′ + 𝑓𝐸.𝑂., (3.32)

onde,

𝑓 ′ = 𝜆𝐽
11𝑄̂1𝐿𝜒̂′𝐽 𝑐

1𝐿 + 𝜆𝐽
𝑖𝑗𝑄̂𝑖𝐿𝜒̂𝐽

𝑐
𝑗𝐿 + 𝜆′

1𝑎𝑄̂1𝐿𝜌′𝑑𝑐
𝑎𝐿

+ 𝜆′′
𝑖𝑎𝑄̂𝑖𝐿𝜌𝑢̂

𝑐
𝑎𝐿 + 𝜇𝜌𝜌𝜌′ + 𝜇𝜒𝜒̂𝜒̂′ , (3.33)

é a parte renormalizável do superpotencial e,

𝑓
𝐸.𝑂.

= 𝑘𝑢1𝑎

Λ 𝜀𝑛𝑚𝑝

(︁
𝑄̂1𝐿𝑛𝜌𝑚𝜒̂𝑝

)︁
𝑢̂𝑐

𝑎𝐿

+𝑘𝑑𝑖𝑎

Λ 𝜀𝑛𝑚𝑝

(︁
𝑄̂𝑖𝐿𝑛𝜌′

𝑚𝜒̂
′
𝑝

)︁
𝑑𝑐

𝑎𝐿 + 𝑘𝑙

Λ
(︁
𝐿̂𝐿𝜌′

)︁ (︁
𝐿̂𝐿𝜒̂′

)︁
. (3.34)

constitui a parte originada por operadores efetivos. Os índices, 𝑖, 𝑗 = 2, 3 e 𝑎 = 1, 2, 3
são índices de gerações das famílias fermiônicas. Vale ressaltar que ambas as partes
do superpotencial respeitam a paridade 𝑅 definida pela eq. (2.21), e assim, como
no MSSM a partícula mais leve supersimétrica pode ser um candidato à matéria
escura.

Os termos de quebra soft do modelo são dados por:

ℒ𝑠𝑜𝑓𝑡 = −1
2 [𝑀𝜆𝑐𝜆

𝑎
𝑐𝜆

𝑎
𝑐 +𝑀𝜆𝐿

(𝜆𝑎𝜆𝑎) +𝑀𝜆𝑥𝜆𝑥𝜆𝑥 + ℎ.𝑐.]

−𝑚2
𝐿𝐿̃

†𝐿̃−𝑚2
𝑄1𝑄̃

†
1𝑄̃1 +𝑚2

𝑢𝛼
𝑢̃†

𝛼𝑢̃𝛼 −𝑚2
𝑑𝛼
𝑑†

𝛼𝑑𝛼

−𝑚2
𝐽1𝐽

†
1𝐽1 −𝑚2

𝐽𝑖
𝐽†

𝑖 𝐽𝑖 −𝑚2
𝑄𝑖
𝑄̃†

𝑖𝑄̃𝑖 −𝑚2
𝜒𝜒

†𝜒

−𝑚2
𝜌𝜌

†𝜌−𝑚2
𝜒′𝜒′†𝜒′ −𝑚2

𝜌′𝜌′†𝜌′ + 𝑏𝜌𝜌
𝑎𝜌′𝑎

+𝑏𝜒𝜒
𝑎𝜒′𝑎 + 𝐴𝑑

1𝛼𝑄̃1𝜌′𝑑𝑐
𝛼 +𝐵𝐽

11𝑄̃1𝜒′𝐽 𝑐
1

+𝐴𝑢
𝑖𝛼𝑄̃𝑖𝜌𝑢̃

𝑐
𝛼 +𝐵𝐽

𝑖𝑗𝑄̃𝑖𝜒𝐽
𝑐
𝑗 + 𝐴′𝑢

1𝛼𝜀𝑛𝑚𝑝

(︁
𝑄̃1𝐿𝑛𝜌𝑚𝜒𝑝

)︁
𝑢̃𝑐

𝛼

+𝐴′𝑑
𝑖𝛼𝜀𝑛𝑚𝑝

(︁
𝑄̃𝑖𝐿𝑛𝜌′

𝑚𝜒
′
𝑝

)︁
𝑑𝑐

𝛼 + 𝐴′𝑙
(︁
𝐿̃𝐿𝜌′

)︁ (︁
𝐿̃𝐿𝜒′

)︁
+ ℎ.𝑐., (3.35)

onde os parâmetros dos termos bilineares dos escalares, 𝑚2
𝑠 e 𝑏𝑠, possuem dimensão

de massa quadrática, com 𝑠 representando qualquer campo escalar. Os parâmetros
dos termos trilineares, 𝐴 e 𝐵, e dos termos de massa para os gauginos 𝑀𝜆𝐿

possuem dimensão de massa unitária. Os parâmetros dos termos quárticos 𝐴′ são
adimensionais.
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3.2.1 Quebra Espontânea da Simetria 𝑆𝑈(3)𝐿 × 𝑈(1)𝑋

Nesta seção desenvolveremos as condições para que a simetria 𝑆𝑈(3)𝐿 ×
𝑈(1)𝑋 quebre espontaneamente para a simetria 𝑈(1)𝑒𝑚. Para tal, precisamos montar
o potencial escalar do modelo. Utilizando a configuração de supercampos da seção
anterior e nos atendo apenas aos escalares não supersimétricos, obtemos:

𝑉ℎ = 𝑔2
3
8
(︁
𝜌†𝜆⃗𝜌+ 𝜒†𝜆⃗𝜒− 𝜌′†𝜆*𝜌′ − 𝜒′†𝜆*𝜒′

)︁2
+ 𝜇𝜌𝜌

†𝜌+ 𝜇𝜌𝜌′†𝜌′+

𝑔2
𝑥

2
(︁
𝜌†𝜌− 𝜒†𝜒− 𝜌′†𝜌′ + 𝜒′†𝜒′

)︁2
+ 𝜇𝜒𝜒

†𝜒+ 𝜇𝜒𝜒′†𝜒′ +𝑚2
𝜒𝜒

†𝜒

+𝑚2
𝜌𝜌

†𝜌+𝑚2
𝜒′𝜒′†𝜒′ +𝑚2

𝜌′𝜌′†𝜌′ − 𝑏𝜌𝜌
𝑎𝜌′𝑎 − 𝑏𝜒𝜒

𝑎𝜒′𝑎 + ℎ.𝑐.,

(3.36)

com 𝜆⃗ sendo as matrizes de Gell-Mann. Novamente, como a simetria remanescente é
a simetria da QED, podemos analisar este potencial fazendo todas as componentes
eletricamente carregadas iguais a zero no mínimo do potencial. Assim,

𝑉ℎ ⊃ 𝑔2
3
8

[︂(︁
|𝜌0|2 − |𝜌′

0|2
)︁2

+ 1
3
(︁
|𝜌0|2 − |𝜌′

0|2 − 2|𝜒0|2 + 2|𝜒′
0|2
)︁2
]︂

+

𝑔2
𝑥

2
(︁
|𝜌0|2 − |𝜒0|2 − |𝜌′

0|2 + |𝜒′
0|2
)︁2

+ 𝜇𝜌|𝜌0|2 + 𝜇𝜌|𝜌′
0|2 + 𝜇𝜒|𝜒0|2

+ 𝜇𝜒|𝜒′
0|2 +𝑚2

𝜒|𝜒0|2 +𝑚2
𝜌|𝜌0|2 +𝑚2

𝜒′|𝜒′
0|2 +𝑚2

𝜌′ |𝜌′
0|2

− 𝑏𝜌𝜌0𝜌′
0 − 𝑏𝜒𝜒0𝜒′

0 + ℎ.𝑐..

(3.37)

Definindo a seguinte sequência de quebra de simetria,

S𝑈(3)𝐿 ⊗ U(1)𝑋

⟨𝜒⟩ , ⟨𝜒′ ⟩=⇒ S𝑈(2)𝐿 ⊗ U(1)𝑌

⟨𝜌⟩ , ⟨𝜌′ ⟩=⇒ U(1)Q𝐸𝐷,

podemos analisar as condições para as direções (𝜒,𝜒′) e (𝜌,𝜌′) separadamente. Em
uma análise semelhante ao potencial do MSSM, as condições para que a quebra
espontânea de simetria ocorra são:

𝑏2
𝜒 > (𝑚2

𝜒 + 𝜇2
𝜒)(𝑚2

𝜒′ + 𝜇2
𝜒);

𝑏2
𝜌 > (𝑚2

𝜌 + 𝜇2
𝜌)(𝑚2

𝜌′ + 𝜇2
𝜌).

(3.38)

E para que o potencial seja inferiormente limitado são:

𝑏𝜒 <
1
2
(︁
𝑚2

𝜒 +𝑚2
𝜒′ + 2𝜇2

𝜒

)︁
;

𝑏𝜌 <
1
2
(︁
𝑚2

𝜌 +𝑚2
𝜌′ + 2𝜇2

𝜌

)︁
.

(3.39)
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Se as condições (3.38) e (3.39) forem satisfeitas, temos que o potencial escalar
desenvolve um mínimo bem definido no qual a simetria S𝑈(3)𝐿 ×U(1)𝑋 é quebrada
espontaneamente para U(1)Q𝐸𝐷.

Realizando a transformação habitual sobre os escalares neutros, deslocando-
os pelos respectivos VEVs:

𝜌0, 𝜌′
0, 𝜒0, 𝜒′

0 → 1√
2

(𝑣𝜌,𝜌′ ,𝜒,𝜒′ +𝑅𝜌,𝜌′ ,𝜒,𝜒′ + 𝑖 𝐼𝜌,𝜌′ ,𝜒,𝜒′ ), (3.40)

as condições de mínimo do potencial são dadas por

𝑔2
3

12

(︁
2𝑣2

𝜌 − 2𝑣2
𝜌′ − 𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′

)︁
+ 𝑔2

𝑥

2

(︁
𝑣2

𝜌 − 𝑣2
𝜌′ − 𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′

)︁
+ 𝑚2

𝜌 + 𝜇2
𝜌

− 𝑣𝜌′

𝑣𝜌
𝑏𝜌 = 0,

−𝑔2
3

12

(︁
2𝑣2

𝜌 − 2𝑣2
𝜌′ − 𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′

)︁
− 𝑔2

𝑥

2

(︁
𝑣2

𝜌 − 𝑣2
𝜌′ − 𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′

)︁
+ 𝑚2

𝜌′ + 𝜇2
𝜌

− 𝑣𝜌

𝑣𝜌′
𝑏𝜌 = 0,

−𝑔2
3

12

(︁
𝑣2

𝜌 − 𝑣2
𝜌′ − 2𝑣2

𝜒 + 2𝑣2
𝜒′

)︁
− 𝑔2

𝑥

2

(︁
𝑣2

𝜌 − 𝑣2
𝜌′ − 𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′

)︁
+ 𝑚2

𝜒
+ 𝜇2

𝜒
− 𝑣𝜒′

𝑣𝜒
𝑏𝜒 = 0,

𝑔2
3

12

(︁
𝑣2

𝜌 − 𝑣2
𝜌′ − 2𝑣2

𝜒 + 2𝑣2
𝜒′

)︁
+ 𝑔2

𝑥

2

(︁
𝑣2

𝜌 − 𝑣2
𝜌′ − 𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′

)︁
+ 𝑚2

𝜒′ + 𝜇2
𝜒

− 𝑣𝜒

𝑣𝜒′
𝑏𝜒 = 0.

(3.41)

Como os VEVs 𝑣𝜒 e 𝑣𝜒′ quebram a simetria do 331 para a simetria do MP,
estes obedecem a relação: 𝑣2

331 = 𝑣2
𝜒 + 𝑣2

𝜒′ , com 𝑣331 sendo a escala característica de
quebra da simetria 331. Analogamente, os VEVs 𝑣𝜌 e 𝑣𝜌′ quebram a simetria do
modelo e, portanto, 𝑣2 = 𝑣2

𝜌 + 𝑣2
𝜌′ = (246 GeV)2. Como no MSSM, podemos definir

a razão entre VEVs,

tan 𝛽𝜌 = 𝑣𝜌

𝑣𝜌′

tan 𝛽𝜒 = 𝑣𝜒

𝑣𝜒′
,

(3.42)

com 𝛽𝜌 sendo idêntico ao definido no MSSM. Definidas as condições para a quebra
da simetria do modelo SUSYRM331, podemos calcular seu espectro físico.

Iniciando com o espectro de Higgs do modelo. Neste setor temos quatro
campos complexos com carga elétrica unitária, quatro duplamente carregados e
quatro neutros3. O desenvolvimento do potencial (3.36) com as condições de mínimo
3 Nos campos neutros a parte real separa-se da parte imaginária após a quebra de simetria.
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(3.41) fornece as seguintes matrizes de massa para os pseudo escalares:⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

𝑣𝜒′ 𝑏𝜒

2𝑣𝜒

𝑏𝜒

2 0 0
𝑏𝜒

2
𝑣𝜒𝑏𝜒

2𝑣𝜒′
0 0

0 0 𝑣𝜌′ 𝑏𝜌

2𝑣𝜌

𝑏𝜌

2

0 0 𝑏𝜌

2
𝑣𝜌𝑏𝜌

2𝑣𝜌′

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠ , (3.43)

onde foi usada a base
(︁
𝐼𝜌, 𝐼 ′

𝜌, 𝐼𝜒, 𝐼 ′
𝜒

)︁𝑇
. Observa-se que esta matriz separa-se em dois

blocos 2×2, fornecendo claramente a fonte dos bósons de Goldstone para bósons
de gauge 𝑍 e 𝑍 ′. Como os dois blocos possuem o mesmo padrão, são facilmente
diagonalizados, fornecendo os seguintes autovalores:

𝑀2
𝐴0 =

(︁
𝑣2

𝜌′ + 𝑣2
𝜌

)︁
𝑏𝜌

𝑣𝜌𝑣𝜌′
= 2𝑏𝜌

sin 2𝛽𝜌

,

𝑀2
𝐴′

0
=

(︁
𝑣2

𝜒′ + 𝑣2
𝜒

)︁
𝑏𝜒

𝑣𝜒𝑣𝜒′
= 2𝑏𝜒

sin 2𝛽𝜒

, (3.44)

𝑀2
𝐺 = 𝑀2

𝐺′ = 0,

cujos autovetores são respectivamente dados por,

𝐴0 = cos 𝛽𝜌 𝐼𝜌 + sin 𝛽𝜌 𝐼𝜌′ ,

𝐴′
0 = cos 𝛽𝜒 𝐼𝜒 + sin 𝛽𝜒 𝐼𝜒′ ,

𝐺 = − sin 𝛽𝜌 𝐼𝜌 + cos 𝛽𝜌 𝐼𝜌′ ,

𝐺′ = − sin 𝛽𝜒 𝐼𝜒 + cos 𝛽𝜒 𝐼𝜒′ ,

(3.45)

onde 𝐴0 e 𝐴′
0 são os pseudo-escalares físicos e 𝐺 e 𝐺′ são os bósons de Goldstone

absorvidos pelos bósons 𝑍 e 𝑍 ′, como já mencionado. Da mesma forma que no
MSSM, os pseudo-escalares são diagonalizados pela ângulo definido pela razão entre
os VEVs e, portanto, devemos ter

0 ≤ 𝛽𝜌,𝛽𝜒 ≤ 𝜋

2 . (3.46)

Para o escalares carregados com carga unitária, temos também uma sepa-
ração em dois blocos de matrizes 2×2. O primeiro, na base (𝜌+, 𝜌′+)𝑇 , possui a
forma: ⎛⎝ 𝑔2𝑣2

𝜌′
4 + 𝑏𝜌𝑣𝜌′

𝑣𝜌
−(1

4𝑣𝜌𝑣𝜌′𝑔2 + 𝑏𝜌)
−(1

4𝑣𝜌𝑣𝜌′𝑔2 + 𝑏𝜌) 𝑔2𝑣2
𝜌

4 + 𝑏𝜌𝑣𝜌

𝑣𝜌′

⎞⎠ , (3.47)
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enquanto o segundo, na base (𝜒+, 𝜒′+)𝑇 , é⎛⎝ 𝑔2𝑣2
𝜒′

4 + 𝑏𝜒𝑣𝜒′
𝑣𝜒

−(1
4𝑣𝜒𝑣𝜒′𝑔2 + 𝑏𝜒)

−(1
4𝑣𝜒𝑣𝜒′𝑔2 + 𝑏𝜒) 𝑔2𝑣2

𝜒

4 + 𝑏𝜒𝑣𝜒

𝑣𝜒′

⎞⎠ . (3.48)

Semelhantemente aos pseudo-escalares, as matrizes dos escalares carregados pos-
suem o mesmo padrão. Estas matrizes fornecem os seguintes autovalores:

𝑀2
𝐻+ =

(𝑣2
𝜌′ + 𝑣2

𝜌)(4𝑏𝜌 + 𝑔2
3𝑣𝜌𝑣𝜌′

4𝑣𝜌𝑣𝜌′
= 𝑀2

𝐴 +𝑀2
𝑊 ,

𝑀2
𝐻′+ =

(𝑣2
𝜒′ + 𝑣2

𝜒)(4𝑏𝜒 + 𝑔2
3𝑣𝜒𝑣𝜒′

4𝑣𝜒𝑣𝜒′
= 𝑀2

𝐴′ +𝑀2
𝑉 ,

𝑀2
𝐺+ = 𝑀2

𝐺′+ = 0,

(3.49)

onde 𝑀𝑊 e 𝑀𝑉 são respectivamente as massas dos bósons 𝑊±
𝜇 e 𝑉 ±

𝜇 , a serem
definidas na próxima seção. Os autovetores dos escalares carregados são:

𝐻+ = − cos 𝛽𝜌 𝜌
+ + sin 𝛽𝜌 𝜌′+,

𝐻 ′+ = − cos 𝛽𝜒 𝜒
+ + sin 𝛽𝜒 𝜒′+,

𝐺+ = sin 𝛽𝜌 𝜌
+ + cos 𝛽𝜌 𝜌′+,

𝐺′+ = sin 𝛽𝜒 𝜒
+ + cos 𝛽𝜒 𝜒′+,

(3.50)

Como pode ser visto, existem dois bósons de Goldstone, os quais serão absorvidos
pelos bósons de gauge 𝑊±

𝜇 e 𝑉 ±
𝜇 . Dos dois estados físicos carregados, o estado 𝐻 ′+

também irá possuir carga leptônica, sendo um bilépton escalar.

Para os escalares duplamente carregados, teremos uma matriz 4×4 pois,
todos possuem os mesmos números quânticos. Na base (𝜌++, 𝜌′++, 𝜒++, 𝜒′++)𝑇 , a
matriz toma a forma⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎝

𝑔2(𝑣2
𝜌′ +𝑣2

𝜒−𝑣2
𝜒′ )

4 + 𝑏𝜌

tan 𝛽𝜌
− 𝑔2𝑣𝜌𝑣𝜌′

4 − 𝑏𝜌
𝑔2𝑣𝜌𝑣𝜒

4 − 𝑔2𝑣𝜌𝑣𝜒′
4

− 𝑔2𝑣𝜌𝑣𝜌′
4 − 𝑏𝜌

𝑔2(𝑣2
𝜌−𝑣2

𝜒+𝑣2
𝜒′ )

4 + 𝑏𝜌

cot 𝛽𝜌
− 𝑔2𝑣𝜌′ 𝑣𝜒

4
𝑔2𝑣𝜌′ 𝑣𝜒′

4
𝑔2𝑣𝜌𝑣𝜒

4 − 𝑔2𝑣𝜌′ 𝑣𝜒

4
𝑔2(𝑣2

𝜌−𝑣2
𝜌′ +𝑣2

𝜒′ )
4 + 𝑏𝜌

tan 𝛽𝜒
− 𝑔2𝑣𝜒𝑣𝜒′

4 − 𝑏𝜒

− 𝑔2𝑣𝜌𝑣𝜒′
4

𝑔2𝑣𝜌′ 𝑣𝜒′
4 − 𝑔2𝑣𝜒𝑣𝜒′

4 − 𝑏𝜒
𝑔2(−𝑣2

𝜌+𝑣2
𝜌′ +𝑣2

𝜒)
4 + 𝑏𝜌

cot 𝛽𝜒

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎠ .

(3.51)

A obtenção dos autovalores e autovetores analiticamente não é uma tarefa fácil.
Entretanto, como seu determinante é igual a zero, mostra que pelo menos um
autovalor será nulo. Uma análise numérica desta matriz fornece apenas um autovalor
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nulo, cujo autovetor correspondente será o bóson de Goldstone absorvido pelo
bóson de gauge 𝑈++. Na seção de análise numérica, vamos apresentar que o mais
leve escalar duplamente carregado possuirá massa em torno de algumas poucas
centenas de GeV.

Por último, mas não menos importante, os escalares neutros. Tomando como
base (𝑅𝜌,𝑅𝜌′ ,𝑅𝜒,𝑅𝜒′ )𝑇 , a matriz de massa possui a forma:⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

(︁
𝑔2

3 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣2

𝜌 + 𝑏𝜌

tan 𝛽𝜌
−
(︁

𝑔2

3 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌′ 𝑣𝜌 − 𝑏𝜌 −

(︁
𝑔2

6 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌𝑣𝜒

(︁
𝑔2

6 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌𝑣𝜒′

−
(︁

𝑔2

3 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌′ 𝑣𝜌 − 𝑏𝜌

(︁
𝑔2

3 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣2

𝜌′ + 𝑏𝜌

cot 𝛽𝜌

(︁
𝑔2

6 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌′ 𝑣𝜒 −

(︁
𝑔2

6 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌′ 𝑣𝜒′

−
(︁

𝑔2

6 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌𝑣𝜒

(︁
𝑔2

6 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌′ 𝑣𝜒

(︁
𝑔2

3 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣2

𝜒 + 𝑏𝜒

tan 𝛽𝜒
−
(︁

𝑔2

3 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜒𝑣𝜒′ − 𝑏𝜒(︁

𝑔2

6 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌𝑣𝜒′ −

(︁
𝑔2

6 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜌′ 𝑣𝜒′ −

(︁
𝑔2

3 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣𝜒𝑣𝜒′ − 𝑏𝜒

(︁
𝑔2

3 + 𝑔2
𝑁

)︁
𝑣2

𝜒′ + 𝑏𝜒

cot 𝛽𝜒

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠.
(3.52)

Desta matriz de massa surgem os quatro escalares físicos neutros, sendo que o
mais leve reproduz as propriedades do Higgs do MP, que supomos como sendo o
bóson escalar candidato a ser o escalar recentemente encontrado no LHC. A fim
de garantir que tal escalar desempenha o papel do bóson de Higgs, nós exigiremos
ao longo deste trabalho que o estado físico mais leve possua pelo menos 95% da
parte real de 𝜌0. Isto é obrigatório para certificar que tal escalar comporta-se
semelhantemente ao Higgs padrão, uma vez que esta escolha nos assegura que seus
decaimentos em partículas do MP são basicamente os mesmos computados nas
Ref. [98, 99,104,105] e que estão em acordo com as medidas experimentais.

3.2.2 Massa dos Bósons de Gauge

Assim como foi feito para RM331, podemos dividir as massas dos bósons de
gauge em duas partes: massas para os bósons de gauge eletricamente carregados e
neutros. O estados carregados são os mesmos definidos pela eq. (3.19), com massas

𝑀2
𝑊 ± = 𝑔2

3
4
(︁
𝑣2

𝜌 + 𝑣2
𝜌′

)︁
𝑀2

𝑉 ± = 𝑔2
3
4
(︁
𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′

)︁
𝑀2

𝑈±± = 𝑀2
𝑊 ± +𝑀2

𝑉 ± .

(3.53)

Comparando estas massas com a eq. (3.20) observamos a correta associação entre
os VEVs do modelo. A massa dos bósons de gauge neutros vêm da diagonalização
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da matriz,

𝑀2
0 =

⎛⎜⎜⎜⎝
(𝑣2

𝜌 + 𝑣2
𝜌′ + 𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′ )𝑔2

𝑥
𝑔3𝑔𝑥(𝑣2

𝜌+𝑣2
𝜌′ +2𝑣2

𝜒+2𝑣2
𝜒′ )

2
√

3 − 1
2 (𝑣2

𝜌 + 𝑣2
𝜌′ )𝑔3𝑔𝑥

𝑔3𝑔𝑥(𝑣2
𝜌+𝑣2

𝜌′ +2𝑣2
𝜒+2𝑣2

𝜒′ )
2

√
3

𝑔2
3

12 (𝑣2
𝜌 + 𝑣2

𝜌′ + 4𝑣2
𝜒 + 4𝑣2

𝜒′ ) − (𝑣2
𝜌+𝑣2

𝜌′ )𝑔2
3

4
√

3

− 1
2 (𝑣2

𝜌 + 𝑣2
𝜌′ )𝑔3𝑔𝑥 − (𝑣2

𝜌+𝑣2
𝜌′ )𝑔2

3

4
√

3
1
4 (𝑣2

𝜌 + 𝑣2
𝜌′ )𝑔2

3

⎞⎟⎟⎟⎠ . (3.54)

Esta diagonalização, sob a aproximação 𝑀2
𝑉 >> 𝑀2

𝑊 , resulta em dois bósons
massivos, 𝑍𝜇 e 𝑍 ′

𝜇, com massas,

𝑀2
𝑍 ≈ 𝑀2

𝑊

cos2(𝜃𝑤) + 𝒪
(︃
𝑀3

𝑊

𝑀3
𝑉

)︃
(3.55)

𝑀2
𝑍′ ≈ 4 cos2 𝜃𝑤

3(1 − 4 sin2 𝜃𝑤)𝑀
2
𝑉 + 𝒪

(︃
𝑀3

𝑊

𝑀3
𝑉

)︃
, (3.56)

e um bóson sem massa, o qual será associado ao fóton, 𝐴𝜇. Os respectivos autovetores
são:

𝐴𝜇 =
√︁

1 − 4 sin 𝜃𝑤 𝐵
𝜇 −

√
3 sin 𝜃𝑤 𝑊

𝜇
8 + sin 𝜃𝑤 𝑊

𝜇
3 ,

𝑍𝜇 ≈ − sin 𝜃𝑤

√︁
1 − 4 sin2 𝜃𝑤 𝐵

𝜇 +
√

3 sin 𝜃𝑤 tan 𝜃𝑤 𝑊
𝜇
8 + cos 𝜃𝑤 𝑊

𝜇
3 ,(3.57)

𝑍 ′𝜇 ≈
√

3 tan 𝜃𝑤 𝐵
𝜇 + sec 𝜃𝑤

√︁
1 − 4 sin 𝜃𝑤 𝑊

𝜇
8 .

De acordo com as expressões obtidas nesta seção, os bósons de gauge do
modelo SUSYRM331 possuem a seguinte hierarquia:

𝑀𝑍′ > 𝑀𝑈 > 𝑀𝑉 > 𝑀𝑍 > 𝑀𝑊 . (3.58)

3.2.3 Quarks e Léptons

Os termos de massa para os léptons e quarks são semelhantes à versão não
supersimétrica. As massas dos léptons carregados são obtidas utilizando exclusiva-
mente o superpotencial que contém os operadores efetivos (eq. 3.34) por meio da
lagrangiana (2.57). Procedendo analogamente ao MSSM, a massa dos léptons é

𝑚ℓ = 𝑘𝑙

2Λ𝑣𝜌′𝑣𝜒′ . (3.59)

No que se refere às massas de quarks, o superpotencial da eq.(3.33) junta-
mente com os dois primeiros termos da eq.(3.34) usados na eq. (2.57) fornece as
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seguintes matrizes para os quarks tipo up,

𝑀𝑢 =

⎛⎜⎜⎜⎝
−𝑘𝑢11

Λ 𝑣𝜌𝑣𝜒 −𝑘𝑢12
Λ 𝑣𝜌𝑣𝜒 −𝑘𝑢13

Λ 𝑣𝜌𝑣𝜒

𝜆′′
21𝑣𝜌 𝜆′′

22𝑣𝜌 𝜆′′
23𝑣𝜌

𝜆′′
31𝑣𝜌 𝜆′′

32𝑣𝜌 𝜆′′
33𝑣𝜌

⎞⎟⎟⎟⎠ , (3.60)

e para os quarks tipo down,

𝑀𝑑 =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝜆′

11𝑣𝜌′ 𝜆′
12𝑣𝜌′ 𝜆′

13𝑣𝜌′

𝑘𝑑21
Λ 𝑣𝜌′𝑣𝜒′

𝑘𝑑22
Λ 𝑣𝜌′𝑣𝜒′

𝑘𝑑23
Λ 𝑣𝜌′𝑣𝜒′

𝑘𝑑31
Λ 𝑣𝜌′𝑣𝜒′

𝑘𝑑32
Λ 𝑣𝜌′𝑣𝜒′

𝑘𝑑33
Λ 𝑣𝜌′𝑣𝜒′

⎞⎟⎟⎟⎠ . (3.61)

Naturalmente, podemos atribuir os valores de Λ, 𝑣𝜒 e 𝑣𝜒′ na escala de TeV, enquanto
𝑣𝜌 e 𝑣𝜌′ possuem a escala eletrofraca obedecendo a restrição 𝑣2

𝜌 + 𝑣2
𝜌′ = 2462 GeV2.

Assim, para valores semelhantes aos acoplamentos de Yukawa do MSSM, obtemos
as massas observadas experimentalmente de todos os férmions carregados presentes
no MP.

Os novos férmions (leptoquarks), cujas massas são geradas utilizando apenas
o superpotencial (3.33) fornece o leptoquark 𝐽1 em seu autoestado de massa, com
massa 𝑀𝐽1 = 𝜆𝐽

11𝑣𝜒√
2 , como também a matriz de massa, na base (𝐽2,𝐽3),

𝑀𝐽 = 𝑣𝜒√
2

⎛⎝𝜆𝐽
22 𝜆𝐽

23

𝜆𝐽
32 𝜆𝐽

33

⎞⎠ . (3.62)

O fato de todos os leptoquarks serem proporcionais a escala típica do 331, explica
o motivo deles ainda não terem sido detectados.

3.2.4 Partículas Supersimétricas

Seguindo o procedimento adotado nas seções (2.6.4) e (2.6.5), desenvolvere-
mos nesta seção os estados físicos supersimétricos presentes no modelo. Iniciando
com os sfermions.

Diferentemente do MSSM, em que todos os férmions de quiralidade esquerda
estão contidos na representação fundamental e os de quiralidade direita são single-
tos do grupo fraco com replicação das famílias, os férmions do SUSYRM331 não
possuem esta característica, tendo uma das gerações de quarks se transformando
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de maneira distinta das outras, e os léptons carregados de diferentes quiralidades
dentro do mesmo multipleto. Desta forma, os estados físicos dos sfermions devem
ser desenvolvidos geração por geração. Como o procedimento é análogo a qualquer
sfermion, por conveniência, apenas desenvolverei para a última geração dos sfer-
mions, a qual possui um acoplamento maior com o bóson de higgs e, portanto, a
maior contribuição para correções quânticas a sua massa.

Fazendo uso da eq. (2.65), a lagrangiana de massa para os sleptons carregados
pode ser escrita como,

ℒ𝜏 = −
(︁
𝜏 †

𝐿 𝜏 †
𝑅

)︁
ℳ2

𝜏 (𝜏𝐿 𝜏𝑅)𝑇 , (3.63)

onde

ℳ2
𝜏 =

(︃
𝑚2

𝐿̃
+𝑚2

𝜏 + 𝑔2
3

12(𝑉 2
𝜒 − 2𝑉 2

𝜌 ) (𝜇𝜌 tan 𝛽𝜌 + 𝜇𝜒 tan 𝛽𝜒 + 𝐴𝜏 )𝑚𝜏

(𝜇𝜌 tan 𝛽𝜌 + 𝜇𝜒 tan 𝛽𝜒 + 𝐴𝜏 )𝑚𝜏 𝑚2
𝐿̃

+𝑚2
𝜏 − 𝑔2

3
12(2𝑉 2

𝜒 − 𝑉 2
𝜌 )

)︃
, (3.64)

com 𝑉 2
𝜒 = (𝑣2

𝜒 +𝑣2
𝜒′ ) cos 2𝛽𝜒 e 𝑉 2

𝜌 = (𝑣2
𝜌 +𝑣2

𝜌′ ) cos 2𝛽𝜌. Como veremos adiante ambos
𝛽𝜌 e 𝛽𝜒 devem está próximos a 𝜋/2 e, portanto, cos 2𝛽𝜌 ∼ cos 2𝛽𝜒 ≈ −1. Assim, a
componente 11 da matriz anterior possui um termo (𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′ ) com sinal negativo,

enquanto a componente 22, com sinal positivo. Desta forma, o estado físico com
maior proporção de 𝜏𝑅 será o estado mais pesado.

Para os sbottoms, a matriz de massa é dada por

ℳ2
𝑏̃

=

⎛⎝𝑚2
𝑄̃3

+𝑚2
𝑏 − 𝑔2

3+2𝑔2
𝑥

12 𝑉 2
𝜒 − 𝑔2

3−2𝑔2
𝑥

12 𝑉 2
𝜌 (𝜇𝜌 tan 𝛽𝜌 + 𝜇𝜒 tan 𝛽𝜒 + 𝐴𝑏̃)𝑚𝑏

(𝜇𝜌 tan 𝛽𝜌 + 𝜇𝜒 tan 𝛽𝜒 + 𝐴𝑏̃)𝑚𝑏 𝑚2
𝑑3

+𝑚2
𝑏 + 𝑔2

𝑥

6 (𝑉 2
𝜒 − 𝑉 2

𝜌 )

⎞⎠ . (3.65)

Diferentemente dos staus, o estado físico mais pesado esta associado ao 𝑏̃𝐿.

Para os stops, a matriz é

ℳ2
𝑡 =

⎛⎝𝑚2
𝑄̃3

+𝑚2
𝑡 − 𝑔2

3+2𝑔2
𝑥

12 𝑉 2
𝜒 + 𝑔2

3+𝑔2
𝑥

6 𝑉 2
𝜌 (𝜇𝜌 cot 𝛽𝜌 + 𝐴𝑡)𝑚𝑡

(𝜇𝜌 cot 𝛽𝜌 + 𝐴𝑡)𝑚𝑡 𝑚2
𝑢̃3 +𝑚2

𝑡 − 𝑔2
𝑥

3 (𝑉 2
𝜒 − 𝑉 2

𝜌 )

⎞⎠ . (3.66)

Para os stops, a hierarquia de massas não é clara, dependendo fortemente dos
termos de quebra soft. Vale ressaltar que todos os sfermions contêm termos em sua
diagonal principal proporcionais a 𝑉 2

𝜒 , fazendo que suas massas sejam, no mínimo,
próximos a escala dos TeV.
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Para os férmions supersimétricos, os gluinos terão os mesmos estados físicos
do MSSM, já que o grupo de cor permanece inalterado. Os outros férmions supersi-
métricos misturar-se-ão entre si quando possuírem os mesmos números quânticos.
Além da carga elétrica, o número leptônico também permanece como simetria do
modelo e, portanto, será um número quântico que diferenciará a mistura. Como
os bósons 𝑉 ±

𝜇 possuem carga leptônica, seus superparceiros e os higgsinos dos
supercampos 𝜒̂′+ e 𝜒̂−4 também irão possuir, assim eles se misturam para fornecer
férmions supersimétricos eletricamente carregados com carga leptônica. Utilizando
a eq. (2.79), a lagrangiana de massa para estes estados é dada por

ℒ ⊃ −
(︁
𝑉 + 𝜒̃′+

)︁
ℳ2

𝜒±

(︁
𝑉 − 𝜒̃−

)︁𝑇
, (3.67)

onde

ℳ2
𝜒± =

⎛⎝ 𝑀𝜆𝐿

√
2𝑀𝑉 sin 𝛽𝜒√

2𝑀𝑉 cos 𝛽𝜒 𝜇𝜒

⎞⎠ . (3.68)

Como podemos observar, estes estados são férmions supersimétricos típicos do
SUSYRM331 com massas típicas da escala de TeV. Os outros estados com carga
elétrica unitária recuperam os charginos do MSSM dados na seção (2.6.5).

Além destes estados com carga elétrica unitária, o SUSYRM331 também
possui estados físicos de férmions supersimétricos duplamente carregados. Eles são
fornecidos por meio da mistura entre os superparceiros dos bósons de gauge 𝑈±±

𝜇 e
os higgsinos dos supercampos 𝜌++, 𝜌′−−, 𝜒̂−− e 𝜒̂′++. A lagrangiana de massa é
dada por

ℒ ⊃ −
(︁
𝑈̃++ 𝜌++ 𝜒̃′++

)︁
ℳ2

𝜒±±

(︁
𝑈̃−− , 𝜌′−− , 𝜒̃−−

)︁𝑇
, (3.69)

onde

ℳ2
𝜒±± =

⎛⎜⎜⎜⎝
𝑀𝜆𝐿

√
2𝑀𝑊 cos 𝛽𝜌

√
2𝑀𝑉 sin 𝛽𝜒√

2𝑀𝑊 sin 𝛽𝜌 𝜇𝜌 0
√

2𝑀𝑉 cos 𝛽𝜒 0 𝜇𝜒

⎞⎟⎟⎟⎠ . (3.70)

Estes férmions além de possuir carga elétrica também possuem carga leptônica já
que o bóson de gauge 𝑈±±

𝜇 possui. Estes dois conjuntos de férmions supersimétricos
são a assinatura do SUSYRM331.
4 Estes higgisinos irão possuir carga leptônica pois a mistura dos escalares destes supercampos

fornece o bóson de goldstone do 𝑉 ±
𝜇 .
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Finalizado os férmions carregados, resta apenas os neutros. Os estados físicos
serão fornecidos por meio da mistura de sete campos: os superparceiros dos três
bósons de gauge neutros e dos quatro escalares neutros. De modo análogo, a matriz
de massa para os neutralinos, na base (𝐵̃,𝑊̃3,𝜌′

0,𝜌0,𝑊̃8,𝜒̃′
0,𝜒̃0), é

𝑀𝜒0 =

⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

𝑀𝜆𝑥 0 −𝑔𝑥𝑣𝜌′ 𝑔𝑥𝑣𝜌 0 𝑔𝑥𝑣𝜒′ −𝑔𝑥𝑣𝜒

0 𝑀𝜆𝐿

𝑔3𝑣𝜌′
2 −𝑔3𝑣𝜌

2 0 0 0
−𝑔𝑥𝑣𝜌′

𝑔3𝑣𝜌′
2 0 𝜇𝜌

𝑔3𝑣𝜌′

2
√

3 0 0
𝑔𝑥𝑣𝜌 −𝑔3𝑣𝜌

2 𝜇𝜌 0 −𝑔3𝑣𝜌

2
√

3 0 0
0 0 𝑔3𝑣𝜌′

2
√

3 −𝑔3𝑣𝜌

2
√

3 𝑀𝜆𝐿
−𝑔3𝑣𝜒′√

3
𝑔3𝑣𝜒√

3
𝑔𝑥𝑣𝜒′ 0 0 0 −𝑔3𝑣𝜒′√

3 0 𝜇𝜒

−𝑔𝑥𝑣𝜒 0 0 0 𝑔3𝑣𝜒√
3 𝜇𝜒 0

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠
. (3.71)

Como a paridade 𝑅 não é quebrada, supõe-se que o neutralino mais leve seja um
candidato natural à matéria escura.

Os métodos de diagonalização e construção dos espinores de Dirac ou
Majorana dos férmions apresentados nesta seção são os mesmos desenvolvidos na
seção (2.6.5).

3.2.5 Fenomenologia do Higgs

Nesta seção iremos desenvolver as condições para que o Higgs mais leve do
modelo reproduza os resultados das colaborações ATLAS [53] e CMS [52].

Como pode ser visto na matriz de massa (3.52), existem apenas cinco
parâmetros livres que definem os estados físicos e suas respectivas massas. São eles
𝛽𝜌, 𝑣𝜒, 𝑣𝜒′ , 𝑏𝜌 e 𝑏𝜒. Antes de iniciar a análise, faz-se necessário chamar a atenção
para alguns pontos: primeiro, as massas dos léptons carregados e dos quarks tipo
down impõem restrições nos VEVs 𝑣𝜌′ e 𝑣𝜒′ , consequentemente aos ângulos 𝛽𝜌 e
𝛽𝜒, a fim de evitar que as contantes de Yukawa para estes férmions entrem em um
regime não-perturbativo (𝑌𝑒/𝑑 > 4𝜋). Esta preocupação se faz presente apenas para
o acoplamento de Yukawa (𝑘𝜏 ) para a massa do lépton tau 𝑚𝜏 = 𝑘𝜏

2Λ𝑣𝜌′𝑣𝜒′ ; segundo,
estabelecemos que 𝑣2

𝜒 + 𝑣2
𝜒′ = 𝑣2

331, onde 𝑣331 é a escala de energia característica
da quebra espontânea de simetria do SUSYRM331. É importante evidenciar que
o valor de 𝑣331 não pode exceder a escala de corte (Λ ∼ 4-5 TeV), do contrário a
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teoria estará em um regime não-perturbativo; terceiro, os parâmetros de quebra
soft 𝑏𝜌 e 𝑏𝜒 possuem dimensão de massa quadrática. Em nossa análise, supomos
que os efeitos da quebra de supersimetria em baixas energias sejam da ordem de
poucos TeV, assim o intervalo entre estes dois parâmetros pode ser dado, sem perda
de generalidade, por

105 GeV2 < 𝑏𝜌,𝑏𝜒 ≤ 106 GeV2 ; (3.72)

Por último, requerendo a estabilidade do potencial, as massas quadráticas de todo
espectro físico escalar devem ser reais e positivas. Esta condição recai sobre os
valores dos parâmetros 𝑏𝜌 e 𝑏𝜒 e nos garante que tachyons não estarão presentes no
espectro escalar, um problema presente na Ref. [106], a qual possui, por exemplo,
escalares carregados sem massa5. O intervalo escolhido na eq. (3.72) já satisfaz esta
condição. Para os outros parâmetros, nós consideramos os seguintes intervalos,

1000 GeV ≤ 𝑣331 ≤ 4500 GeV,
0.1 ≤ 𝑘𝜏 ≤ 0.9, (3.73)
𝜋

4 < 𝛽𝜌 <
𝜋

2 .

Nas figuras 7 e 8 mostramos o comportamento da massa do escalar mais
leve (𝑚ℎ) em nível de árvore em função dos parâmetros livres apresentados. Como
pode ser visto na figura 7, 𝑚ℎ irá atingir um máximo para grandes valores de tan 𝛽𝜌.
Já na figura 8, a escala de quebra do 331, 𝑣331, deve possuir os valores mais altos
possíveis para que 𝑚ℎ seja máximo (esquerda-acima); o acoplamento de Yukawa,
𝑘𝜏 , deve ser maior que 0.5 para chegar ao valor máximo de 𝑚ℎ (direita-acima); 𝑏𝜌

deve ser maior que 5 × 105 GeV2 para ter os valores mais altos da massa do Higgs
(esquerda-abaixo); 𝑚ℎ não possui sensibilidade ao parâmetro 𝑏𝜒 (direita-abaixo).

Por meio dos gráficos nota-se que a massa do Higgs em nível de árvore
possui um limite superior de 𝑚ℎ < 90GeV. Este limite recupera, em parte, o
comportamento do Higgs no MSSM e é consistente com estimativas feitas na versão
do 331 mínimo [107]. Com isto, concluímos que este escalar deve ser o Higgs no
modelo SUSYRM331. Como o escalar medido pelas colaborações ATLAS e CMS
5 A existência de escalares eletricamente carregados sem massa já teria sido verificada.
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Figura 7 – Valores para tan 𝛽𝜌 compatíveis com 𝑚ℎ > 60.

possui massa de 125 GeV, da mesma forma que no MSSM, o Higgs do nosso
modelo precisará de correções quânticas de sua massa para alcançar os 125 GeV.
Nesse sentido, torna-se imperativo a análise das contribuições quânticas para a
massa do Higgs. Tendo que o Higgs do SUSYRM331 está associado basicamente à
componente real de 𝜌0, a principal contribuição quântica será fornecida por meio
de loop com o quark top e seus superparceiros. Para tal, utilizaremos o método do
potencial efetivo desenvolvido da seção (2.7).

Em boa aproximação, para a correção da massa do escalar mais leve, a
matriz de massa dada pela eq. (3.52) receberá apenas correções quânticas nas
entradas 11, 12 e 22. Para isso, faremos uso das massas do quark top e dos stops
dependentes dos campos 𝜌0 e 𝜌′

0,

𝑚2
𝑡 = 𝑦2

𝑡 |𝜌0|2 , (3.74)

𝑚2
𝑡1,2

≈ 𝑦2
𝑡 |𝜌0|2 + 1

2
(︁
𝑚2

𝑡𝐿
+𝑚2

𝑡𝑅
±
√︁

(𝑚2
𝑡𝐿

−𝑚2
𝑡𝑅

)2 + 4𝑦2
𝑡 |𝐴𝑡𝜌0 + 𝜇𝜌′*

0 |2
)︁
, (3.75)

onde

𝑚2
𝑡𝐿

= 𝑚2
𝑄̃3

− 1
6

(︃
𝑔2

3
2 + 𝑔2

𝑥

)︃
𝑉 2

𝜒 , (3.76)

𝑚2
𝑡𝑅

= 𝑚2
𝑢̃3 − 𝑔2

𝑥

3 𝑉
2

𝜒 . (3.77)
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Figura 8 – Comportamento de 𝑚ℎ em função dos demais parâmetros do modelo.

Vale ressaltar que o stop mais leve será o 𝑡2. Com estas definições, as correções
para as entradas 11, 12 e 22 da matriz (3.52) são dadas por

𝛿𝑀11 =
3𝐺𝐹𝑚

4
𝑡 cosec2𝛽

(︂
𝐴𝑡 (𝐴𝑡 + 𝜇𝜌 cot 𝛽) ln(

𝑚4
𝑡1

𝑚4
𝑡2

) − (𝑚2
𝑡1

−𝑚2
𝑡2

) ln( 𝑚4
𝑡

𝑚2
𝑡1

𝑚2
𝑡2

)
)︂

2
√

2𝜋2
(︁
𝑚2

𝑡1
−𝑚2

𝑡2

)︁

+
3𝐺𝐹𝑚

4
𝑡𝐴

2
𝑡 (𝐴𝑡 + 𝜇𝜌 cot 𝛽)2 cosec2𝛽

(︂
2𝑚2

𝑡1
− 2𝑚2

𝑡2
−
(︁
𝑚2

𝑡1
+𝑚2

𝑡2

)︁
ln(

𝑚2
𝑡1

𝑚2
𝑡2

)
)︂

2
√

2𝜋2
(︁
𝑚2

𝑡1
−𝑚2

𝑡2

)︁3 ,

(3.78)
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𝛿𝑀12 =
3𝐺𝐹𝑚

4
𝑡𝜇

2
𝜌 (𝐴𝑡 + 𝜇𝜌 cot 𝛽)2 cosec2𝛽 ln(

𝑚2
𝑡1

𝑚2
𝑡2

)

2
√

2𝜋2
(︁
𝑚2

𝑡1
−𝑚2

𝑡2

)︁

+
3𝐺𝐹𝑚

4
𝑡𝐴𝑡𝜇𝜌 (𝐴𝑡 + 𝜇𝜌 cot 𝛽)2 cosec2𝛽

(︂
2𝑚2

𝑡1
− 2𝑚2

𝑡2
−
(︁
𝑚2

𝑡1
+𝑚2

𝑡2

)︁
ln(

𝑚2
𝑡1

𝑚2
𝑡2

)
)︂

2
√

2𝜋2
(︁
𝑚2

𝑡1
−𝑚2

𝑡2

)︁3 ,

(3.79)

𝛿𝑀22 =
3𝐺𝐹𝑚

4
𝑡𝜇

2
𝜌 (𝐴𝑡 + 𝜇𝜌 cot 𝛽)2 cosec2𝛽

(︂
2𝑚2

𝑡1
− 2𝑚2

𝑡2
−
(︁
𝑚2

𝑡1
+𝑚2

𝑡2

)︁
ln
(︂

𝑚2
𝑡1

𝑚2
𝑡2

)︂)︂
2
√

2𝜋2
(︁
𝑚2

𝑡1
−𝑚2

𝑡2

)︁3 .

(3.80)

Encontradas as correções, calcularemos a matriz de massa dos escalares
no nível de 1-loop, a qual é fornecida pela soma da matriz de massa (3.52) e as
correções acima. Contudo, escolhemos o espaço de parâmetros que maximiza 𝑚ℎ em
nível de árvore, como também impomos que o escalar mais leve deva ser composto
de no mínimo 95% de 𝜌0. Neste sentido, restringimos ainda mais o intervalo dos
valores dos parâmetros que entram nos cálculos, ou seja,

2500 GeV ≤ 𝑣331 ≤ 4500 GeV, (3.81)
1 < 𝛽𝜌 < 1.55, (3.82)
𝑘𝜏 = 0.5, (3.83)

105 GeV2 < 𝑏𝜌,𝑏𝜒 ≤ 106 GeV2. (3.84)

Também foram escolhidos os parâmetros de quebra soft, 𝑚𝑄3 e 𝑚𝑢3 , entre 100 GeV
and 1.5 TeV, e os trilineares −2 TeV < 𝐴𝑡 < 2 TeV.

Considerando todas as definições, agora podemos determinar as massas e
a mistura dos stops necessária para que o Higgs do SUSYRM331 seja o escalar
descrito pelas colaborações ATLAS e CMS. Na figura 9 apresentamos o comporta-
mento do stop mais leve em função de seu termo de mistura 𝑋𝑡 = 𝐴𝑡 + 𝜇𝜌 cot 𝛽𝜌.
Diferentemente do MSSM, o stop mais leve não pode ser mais leve que 1180 GeV.
Entretanto, a mistura entre os stops pode ser pequena ou até mesmo nula se a
massa do stop mais leve for maior que 1750 GeV. Como já mencionado, esta escala
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Figura 9 – Mistura do setor dos stops em função da massa do stop mais leve.
Valores necessários para obter 124.5 GeV≤ 𝑚ℎ ≤ 126.8 GeV.

de massa dos stop é natural, uma vez que as entradas diagonais dos sfermions
possuem termos proporcionais à escala de quebra da simetria 331. Devido a isso, os
valores para os termos quadráticos de quebra soft podem ser tão baixos quanto 100
GeV. Este é um interessante fato porque requer um menor ajuste fino se comparado
ao MSSM [108,109]. Para completar, na figura 10 mostramos o comportamento do
stop mais leve em função da tan 𝛽𝜌, e um comparativo com a massa do stop mais
pesado.

Em relação aos outros escalares do modelo, apresentamos na figura 11 o
comportamento dos estados físicos mais leves dos escalares com carga elétrica dupla
e unitária e dos pseudo-escalares, respeitando 𝑚ℎ dentro dos limites do LHC. Um
fato interessante surge nesta análise, a massa do escalar duplamente carregado mais
leve é da ordem de poucas centenas de GeV, podendo ser a assinatura do modelo.
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Figura 10 – Comparação da massa do stop mais leve com tan 𝛽 e a massa do stop
mais pesado. (esquerda) tan 𝛽 deve possuir valores entre 1.5 e 2.5 para
estar em acordo com a massa do Higgs. (direita) A massa do stop mais
pesado deve possuir valores maiores que 𝑚𝑡1 ≈ 1625 GeV para se ter o
stop mais leve com massa de 𝑚𝑡2 ≈ 1180 GeV.
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Figura 11 – Massas do pseudo-escalar e dos escalares com carga dupla e simples
mais leves. (esquerda-acima) A massa do pseudo-escalar está entre
1125 GeV e 1700 GeV para 1.5< tan 𝛽 <2.5. (direita-acima) Para tan 𝛽
no mesmo intervalo, a massa do duplamente carregado mais leve está
entre 25 GeV e 650 GeV. (abaixo) Como esperado, a massa do escalar
carregado e do pseudo-escalar são quase degeneradas.
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4 Conclusão

A extensão de gauge não-abeliana mais simples do modelo padrão eletrofraco,
o 𝑆𝑈𝐶(3) ⊗ 𝑆𝑈𝐿(3) ⊗ 𝑈𝑋(1), conhecido como modelo 331, possui uma versão
mínima que exige o conteúdo fermiônico mínimo possível, levando-se em conta
a fenomenologia estabelecida para as partículas e as interações conhecidas. No
entanto, em sua forma original, o modelo mínimo de 3-3-1 foi proposto com um
conjunto de três tripletos escalares e um sexteto, a fim de produzir a quebra
espontânea da simetria de gauge e gerar as massas dos férmions observados. Desta
forma, contendo um enorme setor escalar que dificulta identificar claramente o
espectro escalar, sendo um obstáculo para o desenvolvimento de sua fenomenologia.

Neste trabalho realizamos o desenvolvimento da versão supersimétrica do
RM331. Este modelo reduz de forma elegante o setor escalar, mostrando que
as principais características presentes na forma original do modelo 331 mínimo
também estão presentes no modelo RM331. Facilitado pelo menor conteúdo escalar,
este setor foi desenvolvido atendo-se à massa do escalar CP-par mais leve, o qual
direcionamos para ser semelhante ao Higgs do modelo padrão. Demonstramos que
este escalar, semelhantemente ao do MSSM, requer uma correção quântica para
alcançar a massa de 125 GeV e assim ser compatível com o escalar observado pelas
colaborações ATLAS e CMS.

Mostramos também um ganho relativo ao MSSM no tocante ao setor dos
stops. Tendo que a maior correção quântica à massa do Higgs vem de loops
envolvendo o quark top e os stops, no modelo SUSYRM331 os stops não precisam
de um termo de mistura muito grande para gerar a correção necessária à massa do
Higgs. Outro ponto é o fato da massa dos stops serem naturalmente na escala de
TeV, fazendo com que os termos de massa quadrática da lagrangiana de quebra
soft, para os stops, possuam uma maior liberdade e, portanto, evitando um ajuste
fino.

Por fim, notamos a predição de um escalar duplamente carregado com massa
de algumas centenas de GeV, o qual pode ser sondado pelo LHC. Também, por
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possuir um setor escalar reduzido, o modelo mostra-se adequado para realizar uma
análise da leve partícula supersimétrica, a qual pode ser a candidata a matéria
escura, candidato este ausente na versão não-supersimétrica.
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A Notação e Identidades

A seguir algumas das convenções e propriedades utilizadas1, assim como a
relação entre espinores de 2 e 4 componentes.

A.1 Notação de Weyl
Nesta representação torna-se conveniente expressar as matrizes gamma na

forma de blocos 2×2,

𝛾𝜇 =
⎛⎝ 0 𝜎𝜇

𝜎𝜇 0

⎞⎠ , 𝛾5 =
⎛⎝−1 0

0 1

⎞⎠ , (A.1)

sendo

𝜎0 = 𝜎0 =
⎛⎝1 0

0 1

⎞⎠ , 𝜎1 = −𝜎1 =
⎛⎝0 1

1 0

⎞⎠ ,
𝜎2 = −𝜎2 =

⎛⎝0 −𝑖
𝑖 0

⎞⎠ , 𝜎3 = −𝜎3 =
⎛⎝1 0

0 −1

⎞⎠ . (A.2)

Além disso, a métrica adotada é:

𝜂𝑚𝑛 = diag(+1,−1,−1,−1). (A.3)

Espinores de Dirac (Ψ𝐷) podem ser construídos a partir de dois espinores
de Weyl (𝜉𝛼 e 𝜒̄𝛼̇) da seguinte maneira:

Ψ𝐷 =
⎛⎝𝜉𝛼

𝜒̄𝛼̇

⎞⎠ , (A.4)

sendo 𝛼 = 1,2 e 𝛼̇ = 1,2. Da definição anterior segue que: 𝑃𝐿Ψ𝐷 ≡ 𝜉𝛼 e 𝑃𝑅Ψ𝐷 ≡ 𝜒̄𝛼̇.
Como consequência, os espinores 𝜉𝛼 e 𝜒̄𝛼̇ são chamados, respectivamente, de
1 Os índices de Lorentz serão representados por letras latinas e os índices espinoriais por legras

gregas
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espinores de Weyl de mão esquerda e de mão direita. De maneira semelhante,
espinores de Majorana (Ψ𝑀) são dados por:

Ψ𝑀 =
⎛⎝𝜉𝛼

𝜉𝛼̇

⎞⎠ . (A.5)

Os índices espinoriais são levantados ou abaixados com o auxílio do seguinte
tensor anti-simétrico

𝜖𝛼𝛽 = 𝜖𝛼̇𝛽̇ =
⎛⎝ 0 1

−1 0

⎞⎠ = 𝑖 𝜎2,

𝜖𝛼𝛽 = 𝜖𝛼̇𝛽̇ =
⎛⎝0 −1

1 0

⎞⎠ = −𝑖 𝜎2,

(A.6)

de maneira que2

𝜉𝛼 = 𝜖𝛼𝛽𝜉
𝛽, 𝜉𝛼 = 𝜖𝛼𝛽𝜉𝛽,

𝜒̄𝛼̇ = 𝜖𝛼̇𝛽̇𝜒̄
𝛽̇, 𝜒̄𝛼̇ = 𝜖𝛼̇𝛽̇𝜒̄𝛽̇.

(A.7)

De posse destas convenções, define-se:

𝜉𝜒 ≡ 𝜉𝛼𝜒𝛼 = 𝜒𝛼𝜉𝛼 ≡ 𝜒𝜉,

𝜉𝜒̄ ≡ 𝜉𝛼̇𝜒̄
𝛼̇ = 𝜒̄𝛼̇𝜉

𝛼̇ ≡ 𝜒̄𝜉.
(A.8)

De maneira similar, outras identidades podem ser desenvolvidas. Algumas delas
estão listadas abaixo:

𝜒𝛼𝜒𝛽 = 1
2𝜖𝛼𝛽𝜒𝜒

𝜉𝛼̇𝜉𝛽̇ = −1
2𝜖𝛼̇𝛽̇𝜉𝜉

(𝜃𝜒)(𝜃𝜓) = −1
2(𝜃𝜃)(𝜒𝜓)

(𝜃𝜒̄)(𝜃𝜓) = −1
2(𝜒̄𝜓)(𝜃𝜃)

𝜒𝜎𝜇𝜉 = −𝜉𝜎𝜇𝜒

(𝜒𝜎𝑚𝜒̄)(𝜒𝜎𝑛𝜒̄) = 1
2𝜂

𝑚𝑛(𝜒𝜒)(𝜒̄𝜒̄),

(A.9)

2 As notações e propriedades para espinores de Weyl também serão usadas para os parâmetros
das transformações supersimétricas (𝜃, 𝜃).
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𝜎𝑚
𝛼𝛼̇ 𝜎

𝛽̇𝛽
𝑚 = 2𝛿𝛽

𝛼𝛿
𝛽̇
𝛼̇

𝜎𝑚
𝛼𝛼̇ 𝜎𝑚𝛽𝛽̇ = 2𝜖𝛼𝛽𝜖𝛼̇𝛽̇

𝜎𝑚𝛼̇𝛼 𝜎𝛽̇𝛽
𝑚 = 2𝜖𝛼𝛽𝜖𝛼̇𝛽̇

(𝜎𝑚𝜎𝑛 + 𝜎𝑛𝜎𝑚)𝛼
𝛽 = 2𝜂𝑚𝑛𝛿𝛽

𝛼

(𝜎𝑚𝜎𝑛 + 𝜎𝑛𝜎𝑚)𝛽̇
𝛼̇ = 2𝜂𝑚𝑛𝛿𝛽̇

𝛼̇.

(A.10)

Com todas estas definições é fácil reescrever lagrangianas compostas por
espinores de 4 componentes em função de espinores de Weyl. Por exemplo, um
férmion livre de Dirac Ψ𝐷 com massa 𝑀 é descrito pela lagrangiana:

ℒD𝑖𝑟𝑎𝑐 = 𝑖Ψ𝐷𝛾
𝜇𝜕𝜇Ψ𝐷 −𝑀Ψ𝐷Ψ𝐷 . (A.11)

Na notação de Weyl, esta lagrangiana torna-se

ℒD𝑖𝑟𝑎𝑐 = 𝑖𝜉𝜎𝑚𝜕𝑚𝜉 + 𝑖𝜒̄𝜎𝑚𝜕𝑚𝜒−𝑀(𝜉𝜒+ 𝜉𝜒̄). (A.12)
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B Álgebra Supersimétrica

B.1 Algebra de Poincaré
O grupo de Poincaré contém como subgrupo o grupo de Lorentz, com

transformações definidas por:

𝑥𝑖 ↦→ 𝑥′𝑖 = Λ𝑖
𝑗 𝑥

𝑗, (B.1)

onde 𝑥𝑖 são coordenadas no espaço de Minkowski. A transformação Λ𝑖
𝑗 é um tensor

anti-simétrico que inaltera a métrica do espaço 𝜂𝑚𝑛 = diag(−1, 1, 1, 1),

Λ𝑇 𝜂Λ = 𝜂. (B.2)

As transformações de Lorentz em 4 dimensões contém seis geradores: três
relacionados com rotações (𝐽𝑛) e três relacionados aos boosts (𝐾𝑛), com as seguintes
relações de comutação:

[𝐽𝑚, 𝐽𝑛] = 𝑖 𝜖𝑚𝑛𝑙 𝐽𝑙

[𝐾𝑚, 𝐾𝑛] = −𝑖 𝜖𝑚𝑛𝑙 𝐽𝑙

[𝐽𝑚, 𝑘𝑛] = 𝑖 𝜖𝑚𝑛𝑙 𝐾𝑙.

(B.3)

Definindo novos geradores através da combinação linear,

𝐽±
𝑛 = 1

2 (𝐽𝑛 ± 𝑖𝐾𝑛) (B.4)

as relações de comutação (B.3) tornam-se:[︁
𝐽±

𝑚, 𝐽
±
𝑛

]︁
= 𝑖 𝜖𝑚𝑛𝑙 𝐽

±
𝑙[︁

𝐽±
𝑚, 𝐽

∓
𝑛

]︁
= 0.

(B.5)

Vemos que 𝐽+
𝑛 e 𝐽−

𝑛 são geradores de dois grupos 𝑆𝑈(2), e estes dois grupos comutam.
Pode-se facilmente mostrar que o grupo de Lorentz é então essencialmente o produto
𝑆𝑈(2) ⊗ 𝑆𝑈(2) = 𝑆𝐿(2,𝐶).
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O grupo de translação também é um subgrupo do grupo de Poincaré, com
4 parâmetros, definido de acordo com a transformação:

𝑥𝑖 ↦→ 𝑥′𝑖 = 𝑥𝑖 + 𝑎𝑖, (B.6)

onde 𝑎𝑖 são os parâmetros de translação. O grupo de translação requer 4 operadores
(𝑃𝑛), um para cada direção.

Assim, o grupo de Poincaré consiste de transformações de Lorentz junta-
mente com as translações:

𝑥𝑖 ↦→ 𝑥′𝑖 = Λ𝑖
𝑗 𝑥

𝑗 + 𝑎𝑖. (B.7)

Pode-se reescrever as transformações de Lorentz como 𝑀0𝑖 = 𝐾𝑖 e 𝑀𝑖𝑗 = 𝜖𝑖𝑗𝑘𝐽𝑘 e
assim a álgebra de Poincaré torná-se:

[𝑃𝑚, 𝑃𝑛] = 0
[𝑀𝑚𝑛, 𝑃𝑙] = 𝑖 (𝜂𝑛𝑙𝑃𝑚 − 𝜂𝑚𝑙𝑃𝑛)

[𝑀𝑚𝑛,𝑀𝑟𝑠] = 𝑖 (𝜂𝑛𝑟𝑀𝑚𝑠 + 𝜂𝑚𝑠𝑀𝑛𝑟 − 𝜂𝑛𝑠𝑀𝑚𝑟 − 𝜂𝑚𝑟𝑀𝑛𝑠) .

(B.8)

Uma forma de representar os geradores 𝑀𝑚𝑛 e 𝑃𝑙 é

𝑀𝑚𝑛 = 𝑖 (𝑥𝑚𝜕𝑛 − 𝑥𝑛𝜕𝑚) + 𝑖

4 [𝛾𝑚, 𝛾𝑛]

𝑃𝑙 = 𝑖 𝜕𝑙.
(B.9)

B.2 Super Álgebra de Poincaré
Como já mencionado, a álgebra da supersimetria é uma extensão da álgebra

de Poincaré com a introdução de dois geradores espinoriais 𝑄 e 𝑄̄, assegurado pelo
teorema de Haag-Lopuszanski-Sohnius. Não será demonstrado, no entanto estes
são os únicos geradores que podem ser adicionados. Estes operadores obedecerão
diferentes tipos de relações as quais estamos habituados, uma vez que normalmente
grupos de Lie obedecem relações de comutação. Todavia, as relações com espinor
obedecem ao que é conhecido como Graded Algebra,

𝒪𝑎 𝒪𝑏 − (−1)𝜁𝑎 𝜁𝑏 𝒪𝑏 𝒪𝑎 = 𝑖 𝐶𝑐
𝑎𝑏 𝒪𝑐, (B.10)
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onde 𝜁𝑎 = 0 se 𝒪𝑎 for um operador bosônico e 𝜁𝑎 = 1 se 𝒪𝑎 for um operador fermi-
ônico. Para dois operadores bosônicos ou um operador bosônico e um fermiônico
temos relações de comutações. Já para dois operadores fermiônicos temos relações
de anti-comutação.

Os geradores da álgebra de supersimetria são 𝑀𝑚𝑛, 𝑃𝑙, 𝑄 e 𝑄̄. Já é co-
nhecida as relações entre os geradores bosônicos, restando mostrar as relações
entre os operadores bosônicos e fermiônicos e entre apenas operadores fermiônicos.
Considerando apenas um gerador de supersimetria 𝑄 (N = 1), a álgebra á dada por

[𝑄𝛼,𝑀
𝑚𝑛] = (𝜎𝑚𝑛)𝛼

𝛽 𝑄𝛽[︁
𝑄̄𝛼̇,𝑀𝑚𝑛

]︁
= (𝜎𝑚𝑛)𝛼̇

𝛽̇ 𝑄̄
𝛽̇

[𝑄𝛼, 𝑃
𝑚] =

[︁
𝑄̄𝛼̇, 𝑃𝑚

]︁
= 0

{𝑄𝛼, 𝑄𝛽} =
{︁
𝑄̄𝛼̇, 𝑄̄𝛽̇

}︁
= 0{︁

𝑄𝛼, 𝑄̄
𝛽̇
}︁

= 2(𝜎𝑚)𝛼
𝛽̇𝑃𝑚.

(B.11)

Há uma coisa que ainda temos de discutir, que são relações das simetrias
internas com supersimetria. Em geral transformações supersimétricas comutam
com todas as simetrias internas. Entretanto, a álgebra supersimétrica tem um
automorfismo que muda

𝑄𝛼 → exp[𝑖𝜆]𝑄𝛼

𝑄̄𝛼̇ → exp[−𝑖𝜆] 𝑄̄𝛼̇.
(B.12)

A multiplicação simultânea de 𝑄 por uma fase e 𝑄̄ por uma fase oposta não altera
a álgebra supersimétrica. Essas exceções a essa regra são conhecidas como simetrias
R (uma simetria 𝑈(1))1. Se esta é uma simetria do modelo, então o gerador R
possui as seguintes relações de comutação

[𝑄𝛼, 𝑅] = 𝑄𝛼[︁
𝑄̄𝛼̇, 𝑅

]︁
= −𝑄̄𝛼̇.

(B.13)

Nota-se que simetrias R agem de forma diferente em bósons e férmions de um
mesmo super-multipleto, por exemplo, a paridade-R no MSSM tem valor 1 para
partículas do Modelo Padrão e -1 para os seus superparceiros.
1 Para muitos modelos baseados em supersimetria, esta será a simetria responsável pela estabili-

dade da matéria escura
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C Cancelamento das Anomalias Triân-
gulo

Para o MP, o cancelamento das anomalias quirais ocorre em cada família
fermiônica. Entretanto, a explicação para o fato de termos três famílias não é
fornecida pelo MP. Por outro lado, no modelo 331 o número de famílias deve
estar relacionado ao número de cores para haver o necessário cancelamento destas
anomalias. Com o conteúdo de matéria fermiônica descrita no Cap. 2, as anomalias
cancelam-se, envolvendo as três famílias fermiônicas [110]. Veremos como isto
ocorre.

As relações que devem ser satisfeitas para que a teoria seja livre das anoma-
lias do triângulo são:

𝐼) [𝑆𝑈(3)𝐶 ]2 𝑈(1)𝑋 𝑇𝑟
(︁
{𝑇 𝑖

𝐶 , 𝑇
𝑗
𝐶}𝑋

)︁
= 0

𝐼𝐼) [𝑆𝑈(3)𝐿]3 𝑇𝑟
(︁
{𝑇 𝑖, 𝑇 𝑗}𝑇 𝑘

)︁
= 0

𝐼𝐼𝐼) [𝑆𝑈(3)]2 𝑈(1)𝑋 𝑇𝑟 ({𝑇 𝑖, 𝑇 𝑗}𝑋) = 0
𝐼𝑉 ) [𝑈(1)𝑋 ]3 𝑇𝑟 ({𝑋,𝑋}𝑋) = 0

(C.1)

onde as matrizes 𝑇 𝑖
𝐶 , 𝑇 𝑖 e 𝑋 referem-se, respectivamente, aos geradores dos grupos

de cor, isospin e ao grupo abeliano.

Para o caso da anomalia triangular associada com as 2 correntes de 𝑆𝑈(3)𝐶 ,
a relação 𝐼 diz que a soma das cargas 𝑋 dos quarks left menos a soma das cargas
𝑋 dos quarks r ight deve ser nula. Usando as propriedades de transformação dos
quarks, temos que

𝑇𝑟
(︁
{𝑇 𝑖

𝐶 , 𝑇
𝑗
𝐶}𝑋

)︁
≡ 𝛿𝑖𝑗𝑇𝑟𝑋 = 3

∑︁
𝑄𝐿

𝑋𝑄𝐿
−
∑︁
𝑄𝑅

𝑋𝑄𝑅
= 0. (C.2)

A próxima anomalia esta associada as correntes [𝑆𝑈(3)𝐿]3 nos três vértices,
relação 𝐼𝐼. Esta é cancelada tendo em conta que a disposição dos férmions apresenta
o mesmo número de tripletos e antitripletos de [𝑆𝑈(3)𝐿]3, uma vez que 𝑇 𝑖* = −𝑇 𝑖.
De fato, temos três tripletos em 𝐿𝑎𝐿, mais três tripletos em 𝑄1𝐿 e seis anti-tripletos
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em 𝑄𝑖𝐿, levando em conta o número de famílias e os graus de liberdade de cor
dos quarks. Por isso se faz necessário considerar uma das famílias dos quarks de
maneira diferente.

Em seguida, temos a anomalia triangular associada a duas correntes de
𝑆𝑈(3)𝐿, relação 𝐼𝐼𝐼. Esta relação nos fornece que a soma de todas as cargas
𝑋 dos férmions que se transformam por este grupo deve ser nula. Utilizando as
propriedades de transformação dos férmions obtemos,

𝑇𝑟
(︁
{𝑇 𝑖, 𝑇 𝑗}𝑋

)︁
≡ 𝛿𝑖𝑗𝑇𝑟𝑋 = 3

∑︁
𝑄𝐿

𝑋𝑄𝐿
+ 3

∑︁
𝐿𝐿

𝑋𝐿𝐿
= 0. (C.3)

Finalmente temos a anomalia associada com as três correntes do grupo
𝑈(1)𝑋 , relação 𝐼𝑉 . Esta determina que a diferença entre a soma dos cubos das
cargas 𝑋 dos férmions left e dos férmions r ight devem-se anular. Assim,

𝑇𝑟
(︁
{𝑇 𝑖, 𝑇 𝑗}𝑋

)︁
≡ 𝑇𝑟𝑋3

𝐿 − 𝑇𝑟𝑋3
𝐿

= 18
(︂−1

3

)︂3
+ 9

(︂2
3

)︂3
− 3

(︃
3
[︂−1

3

]︂3
+ 3

[︂2
3

]︂3
+
[︂5
3

]︂3
+ 2

[︂−4
3

]︂3)︃
= 0. (C.4)

Devemos notar que o cancelamento acontece entre as três famílias, pois no
modelo 331 cada família apresenta anomalias não canceladas. De fato devemos
combinar o número de famílias e o número de cores de quarks e assim obter o
devido cancelamento. Isto pode representar o primeiro passo na direção de resolver
o problema das famílias.

Vale observar que o cancelamento das anomalias se daria da mesma forma
se tivéssemos 𝑛 cópias do conjunto das representações do conteúdo de matéria. Isso
significa que a estrutura de representação do modelo 331 permite o cancelamento
das anomalias para um conteúdo de representação que seja um múltiplo 𝑛 de três
famílias. Ou seja, seria possível ter 3𝑛 famílias no modelo 331, 𝑛 = 1 corresponderia
ao modelo mínimo.
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