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Dimensional como Posśıveis Fontes de F́ısica Além do

Modelo Padrão

Tese de Doutorado apresentada ao Pro-

grama de Pós-Graduação em F́ısica do

Centro Brasileiro de Pesquisas F́ısicas,

como requisito parcial para a obtenção

do Grau de Doutor em F́ısica.

Orientador: Prof. Dr. José Abdalla
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Resumo

Mostraremos nesta tese as minhas principais contribuições durante o doutorado para

o estudo de posśıveis extensões do Modelo Padrão, além das razões nas quais o tema de

pesquisa deste doutorado se baseou na busca por extensões para o Modelo Padrão, como

a violação da simetria de Lorentz e supergravidade em dimensões extras.

Partindo do fato de que o Modelo Padrão é, apesar do seu grande sucesso, incapaz

de explicar por completo a fenomenologia da F́ısica de part́ıculas, consideraremos duas

frentes de investigação. A primeira é analisar algumas extensões do Modelo Padrão com

a introdução da violação da simetria de Lorentz. Em especial, exploraremos um setor

espećıfico onde um campo vetorial adquire valor esperado no vácuo não-nulo. Este vetor

de fundo pode se acoplar com as correntes do Modelo Padrão mı́nima ou não-minimamente

e, a principio, poderia gerar contribuições para a violação de da simetria Carga-Paridade

(CP) ou até mesmo a violação da simetria CPT.

O segundo fronte segue no sentido de estudar um modelo de supersimetria local, recen-

temente proposto onde não há o aparecimento do chamado gravitino, part́ıcula que seria

o parceiro supersimétrico do graviton. Neste contexto propomos a investigação desse tipo

de supersimetria em 5 dimensões, e baseados na relação conhecida entre férmions em 5

dimensões e violação de CP.

Em ambos os casos obtivemos resultados relevantes. No caso da análise da violação de

Lorentz analisamos posśıveis contribuições dos parâmetros chamados mı́nimos e investi-

gamos posśıveis implicações dos termos não-mı́nimos. A partir de um modelo não-mı́nimo

que generaliza para o setor eletro-fraco o termo também obtivemos bounds para os pa-

râmetros do caso tipo-tempo. No modelo supersimétrico encontramos soluções para os

campos bosônicos e fermiônicos e mostramos que o modelo sofre do mesmo problema de

localização dos modelos de férmions em 5 dimensões.

Palavras-chave: Modelo padrão, Simetria de Lorentz, Supergravidade.



Abstract

In this thesis we will show my main contributions during the PhD to the study of possible

extensions of the Standard Model, as well as the reasons why the research theme of this doctorate

was based on the search for extensions to the Standard Model, such as the violation of Lorentz

Symmetry and Supergravity in extra dimensions.

Based on the fact that the Standard Model is, despite its great success, unable to fully explain

the phenomenology of Particle Physics, we consider two fronts of investigation. The first is

to analyze some extensions of the Standard Model with the introduction of Lorentz symmetry

violation. In particular, we explore specific sectors where a vector field acquires expected value in

the nonzero vacuum. This background vector can be coupled with the Standard Model currents

minimally or non-minimally and, in principle, could make contributions to the Charge-Parity

(CP) symmetry violation or even to CPT symmetry violation.

The second front was to study a recently proposed local supersymmetry model where there is

no appearance of the so-called gravitino, a particle that would be the supersymmetric partner of

graviton. In this context we propose the investigation of this type of 5-dimensional supersym-

metry, based on the known relationship between 5-dimensional fermions and CP violation.

In both cases we got relevant results. In the case of the Lorentz violation analysis we look at

possible contributions of the so-called minimum parameters and investigated possible implicati-

ons of the non-minimum terms. From a non-minimal model that generalizes to the electro-weak

sector the non-minimal QED term we also get bounds for the time-type case parameters. In the

supersymmetric model we find solutions for the bosonic and fermionic fields and we show that

the model suffers from the same localization problem of the 5 dimensional fermion models.

Keywords: Standard Model, Lorentz symmetry, Supergravity.
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3.9 Plot das regiões permitidas no espaço de parâmetros ξ0,ij × ρ0,ij. Aqui
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2.3 Octeto Bariônico . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15
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4.2.2 Ação topológica em 5 dimensôes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 77

4.2.3 Transformações de Gauge e equações de movimento . . . . . . . . . 78

4.2.4 Redução Dimensional . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 80

4.2.5 Redução dimensional tipo Randall-Sundrum . . . . . . . . . . . . . 81
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Caṕıtulo 1

Contextualização e Apresentação

As interações forte, fracas e eletromagnéticas são descritas microscopicamente com alta

precisão por campos quânticos relativ́ısticos que interagem em um espaço de Minkowski,

que por definição é estático e plano. Estes campos são apenas definidos sobre o espaço-

tempo, eles são completamente distintos do espaço-tempo, que por sua vez não é afetado

por eles. Já as interações gravitacionais, ao contrário, modificam a estrutura geométrica

do espaço-tempo, e não são representadas por campos, mas pela dinâmica da própria

geometria. [1]

A teoria de campos que descreve as interações forte, fraca a eletromagnética é chamada

de Modelo Padrão (MP). Ela é uma teoria de Auge, e suas interações se manifestam por

via de trocas de Bósons de Auge, os glúons (g), os bósons W±, Z e o fóton (γ). A matéria

fermiônica é formada por léptons e quarks, com sua correspondente anti-matéria. Uma

quebra espontânea de simetria é responsável pela geração de massa para os bósons da

interação fraca e para todos os férmions, além do aparecimento de um bóson escalar, o

bóson de Higgs. O MP é uma das teorias mais bem sucedidas na f́ısica moderna, com

alta precisão experimental. O exemplo mais conhecido do poder de precisão do MP é o

chamado momento magnético anômalo do elétron, cuja precisão entre teoria e experimento

é verificada em 12 casas decimais [2].

1



CAPÍTULO 1. CONTEXTUALIZAÇÃO E APRESENTAÇÃO

Apesar do grande sucesso do MP, hoje temos fortes ind́ıcios de que ele não deve ser

considerado uma teoria fundamental. Falhas na explicação de fenômenos como a expansão

do universo (o problema da constante cosmológica, que diverge do predito em mais de

120 ordens de grandeza), o problema da hierarquia (correções quânticas para a massa do

bóson de Higgs muito maiores do que a massa medida experimentalmente) e o problema de

violação da simetria de Carga-Paridade (CP) no setor forte são exemplos do esgotamento

do MP fornecer uma descrição acurada da f́ısica de part́ıculas.

Figura 1.1: Representação das part́ıculas do Modelo Padrão [3].

Além disso, enquanto 3/4 da f́ısica moderna são descritas pela teoria quântica de cam-

pos, de estrutura geométrica ŕıgida, o espaço-tempo, nos sobra 1/4 que necessita de uma

descrição microscópica da sua dinâmica. Para contornar esta situação, parece apropriado

tentar entender os prinćıpios geométricos da Relatividade Geral (RG) para a microf́ısica,

na tentativa de se obter alguma medida direta e, se posśıvel, uma comparação entre a

gravidade e as outras interações fundamentais. Para este objetivo deve se notar que na

RG a matéria é representada pelo tensor energia-momento, no qual provém a descrição da

distribuição da densidade de matéria sobre o espaço-tempo. Em outras palavras, o con-

ceito de massa-energia, na RG, é suficiente para definir todas as propriedades dos corpos

2



CAPÍTULO 1. CONTEXTUALIZAÇÃO E APRESENTAÇÃO

macroscópicos clássicos. [1]

Porém, analisando a ńıvel microscópico, vemos que a matéria é formada por part́ıculas

elementares, ou seja, representações do grupo de Poincaré, e por isto são caracterizadas

por sua massa e seu spin. Ambos, a ńıvel microscópico, são caracteŕısticas independentes,

logo assim como distribuições de massa são descritas pelo tensor de energia-momento, a

densidade de spin, em uma teoria de campos, é descrita pelo tensor de densidade de spin.

No interior de corpos macroscópicos, os spins das part́ıculas que o compõem são, em geral,

orientados de forma aleatória, de forma que o spin resultante médio se anula. O tensor de

densidade de spin de anula, e como consequência o tensor de energia momento é suficiente

para caracterizar a dinâmica da matéria macroscópica, e a geometria Riemanniana é

suficiente para descrever as interações gravitacionais. [1]

A um ńıvel microscópico, portanto, o tensor de energia-momento sozinho não é capaz

de descrever a matéria completamente. Da mesma forma que a massa e a curvatura se

correlacionam, a densidade de spin deve estar relacionada com alguma estrutura geomé-

trica do espaço-tempo. Este requisito é satisfeito pela teoria de Einstein-Cartan, Também

chamada de Teoria E.C.S.K.(devido a Einstein, Cartan, Sciama e Kibble). [1]

Em 2014, um artigo publicado na Science mostra que em um experimento com molé-

culas polares de monóxido de tório mostram o menor e mais preciso valor medido para o

momento de dipolo elétrico do elétron (EDM) [4]:

de = (−2.1± 3.7± 2.5)× 10−29e.cm

que corresponde ao um limite superior de |de| < 8.7× 10−29 e.cm.

Partindo então de que, no Modelo Padrão (MP), cálculos radiativos contribuem para

um de ≈ 10−38 e.cm, estamos diante de uma questão fundamental e que pode ser uma

oportunidade de se investigar a f́ısica de part́ıculas no sentido de alguma f́ısica além

do modelo padrão. O resultado de 2014 [4] nos indica que, em escalas da ordem de

3
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10−29 cm, ou seja, apenas 4 ordens de grandeza da escala de Planck, efeitos quânticos da

gravitação podem começar a ser sentidos, podendo, ou não, contribuir para uma assimetria

da distribuição de cargas do elétron e, com isso, uma contribuição para o EDM.

Ainda no contexto do MP, temos que há a possibilidade de uma nova f́ısica além do

MP envolva a violação da simetria de Lorentz (VSL) [5]. Existem algumas maneiras

de se obter uma quebra espontânea da simetria de Lorentz, por exemplo, via teoria de

cordas [5]. Apesar de esta posśıvel violação ocorrer em altas escalas de energia, uma

vez que a escala da teoria de cordas é da ordem da escala de Planck, alguns fenômenos

residuais podem se manifestar em baixas energias, em especial no MP. Uma extensão do

MP que contém VSL pode ser encontrada em [6]. Esses efeitos da VSL são tratados por

meio de uma teoria efetiva em baixas energias, trazendo portanto quebras explicitas, por

meio de tensores com valor esperado no vácuo não-nulos. Visto que essa quebra ocorre

espontaneamente, quantidades como energia e momento ainda se mantém conservados.

Outro fato importante é que a teoria efetiva continua invariante sob transformações de

Lorentz dos observadores. Em geral, VSL pode trazer consigo violação da simetria CPT,

nos fornecendo portanto maneiras de investigar os limites desta simetria na teoria de

campos.

Partindo dessas considerações iniciais, pretendemos coletar elementos para se chegar a

um cenário que permita analisar a violação de CP. Assim, partimos de algumas premissas

para iniciar essa análise. Distâncias da faixa de 10−29 cm, deve-se poder perceber alguma

interação do elétron com propriedades geométricas do espaço-tempo e/ou com posśıveis

sinais de uma quebra da simetria de Lorentz advinda de teorias mais fundamentais.

Este projeto encontra-se estruturado em 3 Caṕıtulos, seguidos de uma lista de refe-

rências contendo a literatura clássica e os trabalhos mais recentes sobre os tópicos aqui

estudados.

No Caṕıtulo 1 introduzimos os principais conceitos do chamado Modelo Padrão e

part́ıculas elementares e apontamos como a Violação da simetria CP ocorre nos setores

fraco e forte. No Caṕıtulo 2 exploramos a violação de Lorentz na eletrodinâmica quântica

4
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e no modelo padrão por meio de acoplamentos mı́nimos e não-mı́nimos. Em seguida

no Caṕıtulo 3 efetuamos um estudo de um modelo de super-gravidade 5 dimensional e

analisamos alguns dos resultados. Por fim, elaboramos Conclusões. O apêndices tratam

de cálculos expĺıcitos que foram omitidos do texto principal.

Contribuições:

As contribuições nas quais tivemos participação durante o doutoramento podem ser lis-

tadas abaixo:

a) Orientações, apresentações e cursos :

• Orientação de aluno de ensino médio em projeto de vocação cient́ıfica (PROVOC)

no ano de 2016,

• Apresentação de Pôster no evento 31st international Colloquium on Group Theore-

tical Methods in Physics do Rio de Janeiro,

• Apresentação de Pôster no evento Verão Quântico no Espirito Santo.

• Apresentação de pôster no evento Non-perturbative Effects in Supersymmetric Field

Theories em Natal.

• Monitoria das seguintes disciplinas:

Mecânica Clássica, no 2o semestre de 2017,

Teorias de Campos Efetivas, no 1o semestre de 2018.

• Cursos ministrados:

Teoria Efetiva Quiral em XV Atividades Formativas de Verão do CBPF (2018),

Introdução à Supersimetria em XVI Atividades Formativas de Verão do CBPF

(2019).

b) Publicação de Artigos:

5
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1 Laboratory-based limits on the Carroll-Field-Jackiw Lorentz violating electrodyna-

mics. Physical Review D, v. 94, n. 2, p. 025031, 2016;

2 Effective models of quantum gravity induced by Planck scale modifications in the

covariant quantum algebra Advances in High Energy Physics 2017 (2017);

3 On a five-dimensional Chern–Simons AdS supergravity without gravitino Physics

Letters B 777 (2018): 275-280 ;

4 Elastic light-by-light scattering in a nonminimal Lorentz violation scenario. Physical

Review D 99.5 (2019): 055006.

Dos artigos listados acima, apenas o de número 2 não está apresentado no corpo desta

tese. Artigos submetidos :

1’ F-term spontaneous breaking of 3D-SUSY an algebro-geometric treatment.

(https:// arxiv.org/ abs/ 1706.06615v2 ),

2’ Testing Lorentz-symmetry violation via electroweak decays.

(https:// arxiv.org/ abs/ 1909.10398 ).

Os artigos 1’ e 2’ acima nos quais colaborei não se encontram no corpo desta tese.
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Caṕıtulo 2

Modelo Padrão de Part́ıculas

Elementares

2.1 Introdução ao Modelo Padrão

A teoria que explica os fenômenos relativos às particulas subatômicas, chamado Modelo

Padrão das Particulas Elementares, emerge a partir da década de 70, através de um

esforço múltiplo para encontrar um padrão no confuso “zoológico de part́ıculas” na época

já detectadas, ou seja, para explicar a f́ısica hadrônica e seu vasto espectro de part́ıculas.

Com a estruturação das teorias de Yang-Mills pôde-se descrever uma teoria fundamental

que abrangesse as 3 forças microscópicas que conhecemos, a força eletromagnética, a força

Nuclear Fraca e a força Nuclear Forte. A Lagrangeana do Modelo Padrão pode ser dividida

pelos seguintes termos [7]:

LSM = Lkin + LHiggs + LY ukawa (2.1)

Onde Lkin descreve a dinâmica dos Bósons de Gauge, das 3 gerações de férmions, dos

elétrons, múons e dos taus, e das 3 gerações de quarks. A parte da dinâmica dos Bósons



CAPÍTULO 2. MODELO PADRÃO DE PARTÍCULAS ELEMENTARES

de Gauge, conhecida também como a componente de Yang-Mills, é dada por

Lkin,Gauge = −1

4
FµνF

µν − 1

4
F a
µνF

a,µν − 1

4
F I
µνF

I,µν (2.2)

onde Fµν = ∂[µBν] é o field strength associado ao campo abeliano Bµ da simetria U(1)Y ,

F a
µν = ∂[µW

a
ν] + igεabcW

b
[µW

c
ν] é o field strength associado ao campo não-abeliano W a

µ

da simetria SU(2)L, com εabc representando as constantes de estrutura correspondentes

ao grupo SU(2), e F I
µν = ∂[µg

I
ν] + igsf

I
JKg

J
[µg

K
ν] é o field strength associado ao campo

não-abeliano gIµ da simetria SU(3)c associado aos glúons, com f IJK representando as

constantes de estrutura correspondentes ao grupo SU(3). Aqui utilizamos a notação

A[µBν] = AµBν − AνBµ.

A Lagrangeana de Higgs é dada por [7]:

LHiggs = (DµΦ)†(DµΦ)− µ2Φ†Φ− λ(Φ†Φ)2 (2.3)

Onde ΦT = (φ+, φ0) e DµΦ = ∂µΦ+(igW a
µσ

a+ig′Bµ)Φ, com σa os geradores de SU(2)L.

O potencial de Higgs dado por V (Φ) = −µ2Φ†Φ−λ(Φ†Φ)2 é tal que caso tenhamos µ2 < 0

nós temos um mı́nimo global não-trivial em 〈φ0〉 = v√
2

=
√
−µ2/λ. Este é o mecanismo

de quebra espontânea de simetria que gera as massas para os bósons de Gauge e para os

férmions do Modelo Padrão.

Devido à esta quebra espontânea de simetria é posśıvel mostrar que os campos de

Gauge f́ısicos serão dados pelas seguintes redefinições W± = (W1 ∓ iW2) /
√

2, assim como

a rotação entre
(
Bµ , W

3
µ

)
nos autoestados de massa (Aµ , Zµ ) via

Bµ = cos θWAµ − sin θWZµ

W 3
µ = sin θWAµ + cos θWZµ , (2.4)

em que surge após a diagonalização da matriz de massa e o ângulo de Weinberg θW é

parametrizado de tal sorte que e = g sin θW = g′ cos θW , onde sin2 θW = 0.23, e a carga

8
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elétrica é identificada como e2 = 4π/128 ' 0.098. Após a quebra espontânea da simetria

as massas do Bóson W± e Z são dadas por

mW =
gv

2
=

ev

sin θW
= 80 GeV ,

mZ =
gv

2 sin θW
=

ev

sin(2θW )
= 91 GeV , (2.5)

e Aµ será o campo eletromagnético (fóton), sem massa. A parte fermiônica contém as

seguintes representações (em ordem SU(3)c, SU(2)L , U(1)Y ) [7]:

(LL)A = (1, 2, 1/6) , (lR)A = (1, 1,−1)

(Ql)A = (3, 2, 1/6) , (uR)A = (3, 1, 2/3) , (dR)A = (3, 1,−1/3)

O ı́ndice “ A ” se refere às 3 gerações (dentre os léptons; o elétron, o múon e o tau, e

para os quarks; u e d, c e s, t e b). O MP se baseia no fato de que não há evidências

experimentais para a existência de neutrinos Right, νR. Portanto os neutrinos ’Left’ , νL,

estão contidos no dublete

(LL)A =

(νL)A

(`L)A

 , (2.6)

No setor Left dos quarks temos o seguinte dublete:

(QL)A =

(uL)A

(dL)A

 . (2.7)

Representaremos genéricamente os dubletes como (ΨL)A. No setor Right teremos (`R)A,

(uR)A e (dR)A representados genéricamente por (ψR)A. Por invariância de Gauge temos

9
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a parte da dinâmica fermiônica dada por [7]:

Lkin,ferm =
∑
`,u,d

i(Ψ̄A)Lγ
µDµ(ΨA)L + iψ̄Rγ

µDµ(ψA)R ; (2.8)

onde

Dµ(ΨA)L =
(
∂µ + igW a

µσ
a + ig′Bµ + igsg

I
µT

I
)

(ΨA)L (2.9)

e

Dµ(ψA)R =
(
∂µ + ig′Bµ + igsg

I
µT

I
)

(ψA)R (2.10)

onde T I são os geradores do grupo SU(3)c de cor e σa os geradores de SU(2)L, gs, g e

g′ são as cargas de cor, carga de SU(2)L e hipercarga, respectivamente. Vale lembrar que

os léptons não tem a carga de cor, portanto gs = 0 para os léptons. O acoplamento dos

férmions com o campo de Higgs vem a partir dos acoplamentos de Yukawa [7]:

LY ukawa = Y d
AB(Q̄A)LΦ(dB)R + Y u

AB(Q̄A)LΦ̄(uB)R +

+Y `
AB(L̄A)LΦ(`B)R + h.c. , (2.11)

onde Φ̄ = iσ2Φ∗. As matrizes Y d, Y u e Y ` são matrizes complexas arbitrárias que operam

no espaço dos sabores, dando origem ao acoplamento entre diferentes famı́lias, ou mixing

de quarks, e portanto a área da f́ısica de sabor. A partir das matrizes Y, e da quebra

espontânea de simetria promovida pelo Higgs, podemos encontrar as matrizes de massa

dos férmions do SM. Para os quarks temos (〈φ0〉 = v√
2
) [7]:

− Lquarksmassa =
v√
2
Y d
AB(d̄A)L(dB)R +

v√
2
Y u
AB(ūA)L(uB)R + h.c.., (2.12)

Temos uma matriz de massa semelhante para os léptons:

− Lleptonsmassa =
v√
2
Y `
AB(¯̀

A)L(`B)R + h.c. , (2.13)

10
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No Modelo Padrão a matriz Y l é diagonal. Esta é uma boa aproximação porém é im-

portante frisar que existem estudos de precisão no sentido de testar essa hipótese. Para

obter os estados de massa devemos diagonalizar a ação do modelo padrão, e essa diago-

nalização é feita utilizando-se matrizes unitárias (V d,u,`
L,R ), nos dando origem as seguintes

matrizes de massa para os quarks e léptons [7]:

Mα
diag = V α

LM
α(V α

R )† , Mα =
v√
2
Y α , α = d, u, ` . (2.14)

Esta transformação unitária transforma os férmions da seguinte forma:

(dA)′L,R = (V d
L,R)AB(dB)L,R , (2.15)

(uA)′L,R = (V u
L,R)AB(uB)L,R , (2.16)

(`A)′L,R = (V `
L,R)AB(`B)L,R . (2.17)

Se expressarmos a Lagrangeana (2.1) em termos dos auto-estados de massa, pagamos o

preço de, devido a estrutura das correntes carregadas, obter acoplamentos que misturam

as famı́lias, ou seja:

Lmix =
g√
2

(V u
L V

d†
L )AB(ūA)Lγ

µW−
µ (dB)L +

g√
2

(V d
LV

u†
L )AB(d̄A)Lγ

µW+
µ (uB)L + ... , (2.18)

onde W±
µ =

(W 1
µ±iW 2

µ)

2
representa os bósons carregados W±. A matriz unitária

VCKM = V u
L V

d†
L , (2.19)

é a chamada matriz de Cabbibo-Kobayashi-Maskawa (CKM) de “mixing” entre famı́lias.

Por convenção, se escolhe u′A = uA e d′A = (V †CKMd)A. A simetria de CP, é o produto

de duas simetrias: C para conjugação de carga, que transforma uma part́ıcula em sua

antipart́ıcula, e P para paridade, que cria a imagem espelhada de um sistema f́ısico. A

interação forte e a interação eletromagnética parecem ser invariantes sob a operação de

11
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transformação combinada de CP, mas essa simetria é violada durante certos tipos de

decaimento fraco, exatamente devido à estrutura da matriz CKM.

A violação de CP aparece somente em acoplamentos de Yukawa complexos. A La-

grangeana do SM será invariante sob CP se YAB = Y ∗AB. Da mesma forma VCKM = V ∗CKM

manteria a ação do modelo padrão invariante.

O significado F́ısico da violação da simetria CP aqui se mostra através da constante

de acoplamento, que se traduz do ponto de vista experimental, por exemplo, em uma

diferença das taxas de decaimento entre part́ıculas e antipart́ıculas. Detalhes sobre as

simetrias C, P e T podem ser vistas no Apêndice II. Continuando o racioćınio, a chave

para entendermos a violação de CP é entendermos a estrutura desta matriz.

2.1.1 A matriz CKM

Como pode ser visto na Ref. [7], de maneira genérica, uma matriz unitária que esteja

ligada à n famı́lias tem as seguintes propriedades:

• Uma matriz complexa n× n tem 2n2 parâmetros reais;

• A unitariedade introduz n2 v́ınculos;

• 2n− 1 fases globais podem ser absorvidas pelos campos dos quarks;

• Para um modelo com n famı́lias teremos (n− 1)2 parâmetros reais livres, onde;

* n(n−1)
2

são parâmetros associados a rotações;

* (n−1)(n−2)
2

são fases complexas;

Logo, no caso em que VCKM não é real, ou seja, teremos violação da simetria CP, ocorre

nos casos onde o número de famı́lias for n > 2. Para n = 3 famı́lias, podemos parametrizar
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a matriz CKM da seguinte forma:

VCKM =



c12 s12 0

−s12 c12 0

0 0 1





c13 0 s13e
−iδ13

0 1 0

−s13e
iδ13 0 c13





1 0 0

0 c23 s23

0 −s23 c23


, (2.20)

Onde sAB = sinθAB, cAB = cosθAB, para A,B = 1, 2, 3. A parametrização é escolhida

de forma que a fase apareça entre a 1a e 3a famı́lias. De acordo com as medidas experi-

mentais, o acoplamento das correntes carregadas parecem obedecer a uma hierarquia, ou

seja [7]:

VCKM ≈



1 λ λ3

λ 1 λ2

λ3 λ2 1


, (2.21)

onde λ = s12 ≈
√

md
ms
≈ 0.23. Após a observação de uma hierarquia entre os ângulos de

mistura, s13 << s23 << s12 << 1, Wolfenstein [8] propôs uma expansão da matriz CKM

em termos dos quatro parâmetros λ, A, ρ e η (λ ≈ |Vus| ≈ 0.23 sendo o parâmetro de

expansão), onde s12 = λ, s23 = Aλ2, s13e
−iδ = Aλ3(ρ − iη), com A ≈ 0.83, ρ ≈ 0.12 e

η ≈ 0.35 [7]. Podemos então escrever a matriz CKM da seguinte forma [9]:

VCKM ≈



1− λ2

2
− λ4

8
λ Aλ3(ρ− iη)

−λ 1− λ2

2
+−1

8
(4A2 + 1)λ4 Aλ2

Aλ3(1− ρ− iη) −Aλ2 + 1
2
Aλ4(1− 2(ρ− iη)) 1− A2λ4

2


. (2.22)

Apesar de medida experimentalmente, não se conhece ainda uma razão por trás desta
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hierarquia. Em suma, vimos que a partir da f́ısica do sabor que a violação de CP no

setor fraco ocorre, se manifestando através das correntes carregadas. Porém, além da

violação de CP nas correntes carregadas, temos uma segunda fonte de violação de CP

nas interações fortes. A violação de CP resultante, como apontaremos brevemente, será

a soma entre estas duas fontes.

2.1.2 Setor Forte e Problema de Violação de CP-forte

Na cromo dinâmica quântica (QCD), teoria das interações fortes entre os quarks que

compõem o núcleo atômico, é representada por uma teoria de Yang-Mills com uma simetria

interna SU(3) de cor. Fazendo uma rápida retrospectiva sobre a f́ısica dos quarks, abaixo

segue alguns dados experimentais sobre os quarks conhecidos:

Sabor Carga Massa (MeV) Spin

up 2/3 2.3 1/2

down -1/3 4.8 1/2

strange -1/3 95 1/2

charm 2/3 1275 1/2

bottom -1/3 4180 1/2

top 2/3 173210 1/2

Tabela 2.1: Quarks conhecidos e algumas caracteŕısticas [10,11].

Como sabemos, o fenômeno de confinamento, propriedade da QCD onde obriga os

quarks a se manifestarem na natureza somente como singletos de cor, gera um espectro

de configurações de part́ıculas compostas de spins zero (Mesóns), spin 1/2 (Bárions) e

ressonâncias de spin maior (part́ıculas vetoriais, de spin 3/2 e dáı em diante). Abaixo

segue a tabela de algumas propriedades do chamado octeto de Mésons:
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Mésons Quarks Massa (MeV) Carga

K+ us̄ 494 +1

K0 ds̄ 498 0

K̄0 dū 498 0

K− ūs 494 -1

π+ ud̄ 139.6 +1

π0 uū−dd̄√
2

135 0

π− ūd 139.6 -1

η0 uū−dd̄√
2

549 0

Tabela 2.2: Octeto de Mésons [10,11].

Note que não está presente na tabela acima todos os mésons, apenas um octeto onde se

encontram massas de mesma ordem de grandeza. Esse octeto é importante pois podemos

admitir uma simetria aproximada, e a partir dela construir uma teoria efetiva. Continu-

ando, com três quarks formamos singletes de cor de spin 1/2, os bárions. Abaixo segue o

tabela com algumas propriedades do chamado octeto bariônico.

Bárion Quarks Massa (MeV) Carga

p uud 938 +1

n udd 940 0

Σ+ uus 1189 1

Σ0 uds 1192 0

Σ− dds 1197 -1

Ξ0 uss 1315 0

Ξ− dss 1321 -1

Λ0 uds 1116 0

Tabela 2.3: Octeto Bariônico [10,11].
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Quaisquer que sejam as modificações no setor de quarks, essas modificações serão vistas

através dos mésons e bárions que citamos nas tabelas acima se manifestarão no limite de

baixas energias.

No setor dos quarks a violação da simetria CP se manifesta no setor da Matriz CKM

porém no setor dos glúons, responsáveis pelo confinamento, também encontra-se um termo

que viola CP dado por:

Lθ = θ
αs
8π
F̃ µνIF I

µν , F̃ µνI =
1

2
εµναβF I

αβ , (2.23)

onde F I
µν é o field strength do glúon, αs é a constante de estrutura fina de cor e θ é o

parâmetro efetivo que controla a violação de CP. As fontes deste termo θ são a anomalia

quiral, ou anomalia de Adler-Bell-Jackiw da QCD, e a topologia do vácuo da QCD.

A simetria CP ser uma boa simetria ou não depende de aspectos fenomenológicos. O

termo θ induz momentos de dipolo elétrico nos bárions, que não foram observados. Em

particular, podemos observar a contribuição do termo θ para o momento de dipolo elétrico

do nêutron da ordem de dn ≈ 10−16θ̄ e · cm (onde θ̄ = θ +
∑

q Arg (mq), ou seja, levando

em consideração a violação de CP no setor eletrofraco). Mas como, experimentalmente

dn < 0.3× 10−25e · cm, temos então o seguinte limite superior [7]:

|θ̄| < 10−10 . (2.24)

Eis o problema da violação de CP forte: visto que a contribuição do setor eletrofraco

é não-nula, por qual motivo temos um valor tão pequeno para θ̄? Surge então, baseado

neste problema, as tentativas de extensões do modelo padrão que possam explicar este

suposto “fine-tuning” da violação de CP no Modelo Padrão.
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Caṕıtulo 3

Violação da Simetria de Lorentz

3.1 Introdução

Apesar do seu grande sucesso, o Modelo Padrão de F́ısica de part́ıculas não deve ser a

descrição final da natureza e tem sido demonstrado que em algumas de suas extensões,

teoria das cordas, por exemplo, é posśıvel que a simetria de Lorentz seja violada [5, 12].

A observação de qualquer, embora pequena, sinal de violação de simetria Lorentz (VSL)

representaria uma grande mudança de paradigma e demandaria o reexame da própria

base da f́ısica moderna, isto é, teoria da relatividade e teoria quântica de campos [13,

14]. Mesmo que agora o universo esteja em uma fase onde a simetria CPT se imponha,

especula-se que nosso universo tenha passado por uma fase inflacionária onde a simetria

de Lorentz e a simetria CPT não fossem respeitadas, podendo ser uma explicação para a

chamada Bariogênese [15].

Importante destacar que a Simetria de Lorentz e a simetria CPT são conectadas in-

trinsecamente. A simetria CPT, que é a combinação da simetria de conjugação de carga

(C), a simetria por paridade (P) e a simetria por reversão temporal (T), é fundamental

na teoria de campos relativ́ıstica e a posśıvel violação da simetria de Lorentz pode gerar

uma violação da simetria CPT [16].
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Uma posśıvel realização do VSL é alcançada com modelo de Lagrangeana onde um

campo com spin adquire um valor de expectativa de vácuo não-zero - veja por exemplo,

Ref. [5]. Diante desse trabalho, pode-se introduzir tensores não-dinâmicos [6] e explorar

diversas diferenças entre acoplamentos para os setores de matéria e de Gauge do SM

[16, 17]. Para uma revisão de teoria e testes experimentais da invariância sob CPT e

Lorentz, ver referências [14,17].

De maneira resumida, a forma na qual a violação da simetria de Lorentz pode ser

implementada pode ser visualizada a partir de uma analogia com a quebra espontânea

de simetria que ocorre com o campo de Higgs. Nesse caso, o campo de Higgs adquire

um valor esperado no vácuo (v.e.v.) diferente de zero, ou seja, 〈Φ〉 6= 0. Porém, uma

vez que o campo de Higgs é um campo escalar, segundo o grupo de Lorentz, temos

portanto a seguinte transformação: 〈Φ〉 → 〈Φ′〉 = e
i
2
λµνMµν 〈Φ〉 = 〈Φ〉, onde λ e M são os

parâmetros e os geradores da transformação de Lorentz, respectivamente. Assim, o vácuo

se mantém invariante sob transformações de Lorentz. Caso o campo em questão não seja

um campo escalar, teremos 〈Φ′〉 6= 〈Φ〉, o que significa que o vácuo não é mais invariante

sob transformações de Lorentz, e há uma quebra espontânea da simetria de Lorentz.

Admitindo a violação espontânea da simetria de Lorentz, se faz necessário entender

as consequências f́ısicas desse processo. O que ocorre é que o sistema f́ısico em questão

continuará a ser invariante sob transformações de observadores (transformações passivas).

Assim, a f́ısica continuará a mesma para todos os observadores. A mudança será em

relação a transformações ativas, ou seja, o sistema não será invariante no caso em que

haja uma transformação da part́ıcula isoladamente, seja por boosts ou rotações. Dessa

forma, a violação de Lorentz será análoga à um campo de fundo, assim como um campo

magnético externo que age sobre o spin do elétron.

Com esses conceitos esclarecidos, podemos iniciar a apresentação dos pontos nos quais

a presente tese se debruçará.
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No presente caṕıtulo investigaremos o caso de um 4-vetor constante de background

acoplado mı́nima e não-minimamente com setores espećıficos do MP, o da eletrodinâmica

quântica (QED) e no setor Eletro-Fraco.

3.2 Violação de Lorentz com o termo de Carrol-Field-

Jackiw

Esta seção é baseada no trabalho publicado “Laboratory-based limits on the Carroll-

Field-Jackiw Lorentz-violating electrodynamics” [18]. Este trabalho foi feito em colabo-

ração com P.C. Malta.

Uma perspectiva interessante para implementar o VSL no (1+3) setor Maxwell foi

proposto originalmente por S. Carroll, G. Field e R. Jackiw [19] através da seguinte

Lagrangeana CPT-́ımpar tipo Chern-Simons [6,17].

LCFJ = (kµ)AFAνF̃
µν , (3.1)

Onde Aµ = (φ, ~A) é o 4-vetor usual e Fµν = 1/2εµναβF
αβ é o dual do tensor eletro-

magnético (utilizamos 0123= +1). Nos cálculos nós adotamos (kµ)AF = kAFnµ, onde o

acoplamento kAF tem dimensão canônica de massa, enquanto n é adimensional.

A QED usual expandida pela Lagrangeana de Carroll Field Jackiw (CFJ) é essencial-

mente um subconjunto da chamada Extensão mı́nima do Modelo Padrão [6,13]. Algumas

das caracteŕısticas clássicas deste cenário particular foram estudadas [20], onde foi demons-

trado que a interação CFJ (também com um termo de massa tipo Proca não-zero [21]) com

um fundo puramente tipo-espaço é estável, unitária e preserva a causalidade. Enquanto o

tipo-tempo e tipo-luz, como 4-vetores de fundo são potencialmente problemáticos [21,22].

Um fundo tipo-espaço é consequentemente o único cenário saudável dispońıvel no modelo

CFJ. Uma observação importante está no seguinte aspecto: as considerações acima se

aplicam a um vetor de fundo verdadeiramente fixo, independente, ou seja , ∂µ(kν)AF = 0.
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Estes requisitos são apenas expĺıcitos em um referencial inercial, o que não é o caso da

Terra devido aos seus movimentos sideral e orbital. No laboratório o fundo pareceria girar.

Um referencial conveniente e aproximadamente inercial é, por exemplo, a que está ligada

ao Sol - o assim chamado “Sun-centered-Frame”(SCF) [23] - que é amplamente utilizado

na literatura [5, 12–14,22].

Uma vez que as experiências são geralmente conduzidas ao longo de longas escalas de

tempo, as assinaturas de VSL observadas em experimentos com ligação à terra seriam,

assim, médias no tempo. As únicas componentes espaciais que não desaparecem (dada

a média temporal) serão então nxlaboratório = − sinχnzSun e nzlaboratrio = cosχnzSun onde χ é

a colatitude do experimento. Como discutido abaixo, os efeitos que consideramos neste

artigo são lineares em kAF nlab, portanto, somente os componentes x - e z - do vetor de

fundo no ref. do laboratório serão relevante para nossas análises. Ambos podem ser

expressos em termos de kAF n
Z
Sun e nosso objetivo é precisamente restringi-lo.

A lagrangeana CFJ induziria efeitos ópticos durante a propagação da radiação atra-

vés do vácuo [18], e Carroll, Field e Jackiw usaram dados sobre a rotação do plano de

polarização de galáxias distantes para impor limites fortes Em kAF. Dado que nenhuma

evidência significativa de tais efeitos foi encontrada, eles poderiam estabelecer um limite

superior no parâmetro LSV, ou seja, kAF < 10−42 GeV [19], [24]. Os limites deste parâ-

metro foram pesquisados em muitos contextos, principalmente astrof́ısicos, por exemplo,

radiação cósmica de fundo (CMB), e são atualmente tão estritos como kAF < 10−43 GeV

(ver ref. [25], Tabela D12 e referências nela).

Aqui aplicamos a Eq.(3.1) a sistemas dispońıveis em escalas de distância muito mais

curtas, onde os experimentos de laboratório ligados à Terra podem ser usados para res-

tringir os efeitos de VSL previstos. Este é um esforço válido, dado que o aparelho está

sob o controle do experimentalista, ao contrário dos testes cosmológicos ou astrof́ısicos

onde incertezas consideráveis podem surgir devido a modelos complicados que descrevem

o meio interestelar e a propagação da luz nele. Discutiremos então os efeitos de VSL no
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contexto da modificação tipo CFJ da QED a partir da geração de um momento de dipolo

elétrico para léptons carregados.

Uma vez que o termo CFJ se encontra no setor da dinâmica do fóton podemos afirmar

que a contribuição de ńıvel de árvore para o ` EDM é zero no cenário CFJ - o vértice

QED ``γ em ńıvel de árvore permanece inalterado - por isso devemos olhar para ordens

superiores. A primeira contribuição não nula provém do diagrama de correção de vértices

de um laço, como mostrado na Fig. 3.1.

Figura 3.1: Estrutura de Vértice e momentos atribúıdos; o “ X ” indica a inserção do
vértice.

Podemos escrever a correção do vértice da seguinte maneira:

Λµ(p, p′, q) = −2e2kAFε
ναβρnα × Iβνµρ(p, p′, q), (3.2)

Onde

Iβνµρ =

∫
d4k

(2π)4

γν (/p′ − /k +m`) γµ
(
/p− /k +m`

)
γρkβ

(k2)2 [(p′ − k)2 −m2
` ] [(p− k)2 −m2

` ]
, (3.3)

E observamos que o grau superficial de divergência desse diagrama é −1, significando

que ele se comporta como ∼ 1/k no limite UV. Lembrando que o diagrama correspondente

no QED usual, que descreve o fator g, exibe uma divergência logaŕıtmica superficial,

conclúımos que o papel da inserção do vértice é reduzir o grau de divergência e tornar o

diagrama UV-finito.
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Dado que a integral na equação (3.3) é finita em D = 4 não há necessidade de

regularizá-la e avaliamos diretamente a correção do vértice como

Λµ(p, p′, q) = − ie2kAF

64π2m2
`

εναβρnαTβνµρ ,

com o objeto dependente de momento Tβνµρ sendo uma função complicada envolvendo

produtos de até cinco matrizes gama. O vértice Λµ(p, p′, q) é a contribuição de VSL para

d` que estávamos procurando, mas, para extráı-la, precisamos obter o fator de forma

correspondente.

A corrente eletromagnética pode ser decomposta como

〈p′|Jµem|p〉 = F1(q2)γµ +
iσµν

2m`

F2(q2) +
σµνγ5

2m`

qνF3(q2) +
1

2m`

(qµ − q2

2m`

γµ)γ5F4(q2), (3.4)

onde σµν = i
2
[γµ, γν ], F3(q2) = Fedm(q2) é o fator de forma desejado para o EDM e as

outras estruturas e seus respectivos fatores de forma (Fi, i = 1, 2, 4 ), que não são de

interesse aqui, podem ser vistos em [26]. Temos que q = p− p′ é o momento transferido.

Neste artigo consideramos apenas os efeitos de VSL no setor de fótons, portanto nenhum

outro fator de forma diferente de Fedm(q2) é relevante, pois a equação (livre) de Dirac per-

manece inalterada. A função de vértice Λµ(p, p′, q) desempenha o papel de uma correção

VSL para a corrente eletromagnética usual, de modo que nossa tarefa é extrair Fedm(q2)

e encontrar o ` EDM, que é dado então por d` = −Fedm(q2 = 0)/2m`.

Obter Fedm(q2) é complicado devido à forma complexa de Λµ(p, p′, q). É posśıvel, no

entanto, simplificar as questões aplicando o projetor apropriado que seleciona automati-

camente o fator de forma que queremos. O projetor é dado por [27]:

Pµedm = i
m`(p+ p′)µ

q4 − 4q2m2
`

[(/p+m`)γ5(/p′ +m`)] (3.5)

O projetor acima age sobre a correção de vértices e obtemos Fedm(q2) = Tr[ΛµPµEdm],

com a condição avaliada para os léptons externos (on-shell), isto é, p2 = p′2 = m2
` e

22
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p · p′ = M2
` − q2/2. Neste ponto é conveniente deixar q2 6= 0 para extrair as contribuições

finitas do traço acima no limite de fótons sem massa.

Esta tarefa pode ser executada de forma automatizada através do uso do Package-

X [28], de Hiren Patel. O fator de forma, portanto, é dado por:

Fedm(q2 = 0) = − e2kAF

12π2m2
`

[p · n− p′ · n] + IR, (3.6)

Onde IR indica termos de divergência infravermelhos. Tais divergências aparecem como

fatores tipo 1/x nas integrais de Feynman (x → 0) devido a mγ = 0. O aparecimento

deste último pode ser interpretado da seguinte forma. Estamos considerando a correção

de CFJ como um verdadeiro vértice e não usando o propagador completo associado -

isto é essencialmente equivalente a tomar apenas o termo de menor ordem em kAF/|q| na

expansão do propagador completo. No entanto, a integração do laço não contempla apenas

momentos altos, mas também regiões em que kAF/|q| � 1 não pode ser cumprido, por

isso esperamos que essas divergências desaparecem ao usar o propagador VSL-modificado

completo. Por fim, usando-se a equação q = p − p′ e a definição do EDM em termos do

fator de forma associado, obtemos:

d` =
αkAF

6πm3
`

(q · n) , (3.7)

O que mostra que o EDM d` é depende do momento. Um efeito simular foi encontrado

na referência [29] para um setor diferente do modelo padrão extendido [6], com uma

dependência de momento quadrática.

É interessante notar, embora não surpreenda, que, em um espaço-tempo com um

fundo não dinâmico fixo, o spin não é o único vetor dispońıvel para suportar o momento

elétrico (ou magnético) de uma part́ıcula elementar. Além disso, para construir o escalar

d` precisamos de outro vetor, e as únicas possibilidades são p e p′ - no caso, a combinação

especial dada por q = p − p′. Isso pode ser interpretado em termos de uma interação

entre o campo de fundo e o campo eletromagnético aplicado, que carrega a transferência

de momento q, de modo que, juntos, eles produzem um EDM d`, isto é, induz uma
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assimetria na distribuição de carga do léptons.

Pode-se notar, entretanto, que a forma do `EDM dada pela eq.(3.7) não nos ajuda

de um ponto de vista experimental: para uma interação elástica (q0 ≈ 0) com |q|2 �

m2
` temos que d` ∼ 0. Além disso, dois aspectos são especialmente relevantes aqui: a

natureza da medida (feita pela colaboração ACME [30]) e a escala de tempo. Decompondo

o momento inicial do elétron como p = pm + ps, onde pm,s significa as componentes

do momento relativos à molécula e ao SCF, respectivamente. O primeiro aspecto está

conectado com a forma de of d` ∼ p · n e ao fato de que a medida do ACME foram feitas

com moléculas (ThO), nas quais os elétrons se movem rapidamente. Sendo um estado

ligado, seu momento é limitado e, durante um intervalo de tempo, em média é nulo, ou

seja, 〈pm〉 = 0. Argumentos similares podem ser aplicados para léptons livres em anéis

de armazenamento [31]. Isso nos leva ao segundo ponto.

Uma vez que pm não contribui, devemos considerar o movimento da terra e do experi-

mento em si relativos ao SCF. Os dados do último resultado foram colhidos durante 10

dias, porém estes foram espalhados ao longo de meses, e a análise deles não é senśıvel a

essas modulações de longa-duração. O Momento do laboratório relativo ao SCF é ps ∼ β,

com o fator de boost β epode ser visto do Apêndice 5, onde fica claro que todas as com-

ponentes de ps são periódicas no tempo. Portanto, os efeitos de VSL levando em conta a

média temporal ∼ 〈β〉 também se anulam e a aplicação de um limite para o eEDM [30]

como um limite para os parâmetros de VSL não são posśıveis.

Em todo caso, como observação especulativa, se pudéssemos usar o limite para o pa-

râmetro de VSL dado em ref.[ [25]], kAF ∼ 10−43 GeV, a energia necessária para gerar

uma contribuição para o eEDM |dexp
e | seria de ∼ 1021 GeV. Isso indica que a contribuição

de CFJ para o eEDM deve ser senśıvel para extremas energias, da ordem da escala de

Planck, EPlanck ' 1019 GeV, portanto longe do alcance experimental em um futuro pró-

ximo (a QED é insuficiente para descrever a f́ısica em energias tão altas, uma vez que

novos graus de liberdade começam a ser excitados). Isto sugere que o modelo CFJ induz
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somente pequenos efeitos e, portanto, não é responsável por um valor finito para o eEDM.
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3.3 Violação de Lorentz com acoplamento não-mı́nimo

Esta seção é baseada no trabalho publicado “Elastic light-by-light scattering in a non-

minimal Lorentz violation scenario” [32]. Este trabalho foi feito em colaboração com J.T.

Guaitolini Junior.

Além dos acoplamentos mı́nimos, pode-se introduzir um 4-vetor ξµ completamente não-

dinâmico acoplado não minimamente ao field strength electromagnético, Fµν , (ou o dual do

field strength electromagnético, F̃µν) e a corrente leptônica. Este 4-vetor será o responsável

por quebrar a simetria de Lorentz, uma vez que privilegiará uma direção privilegiada no

espaço-tempo.

Em uma versão estendida do acoplamento da QED com ξµ e Fµν , a Lagrangeana apre-

senta o seguinte termo de dimensão canônica 5:

LVSL = ξµψ̄γνψFµν , (3.8)

onde ξµ tem dimensão canônica de inverso de massa, e LVSL tem comportamento CPT -par

enquanto ξµ se transforma sob simetria T como ξµ = (ξ0, ξ) → ξ′µ = (−ξ0, ξ). De outra

maneira, LVSL poderia ser CPT-impar se ξµ = (ξ0, ξ)→ ξ′µ = (ξ0,−ξ). Este acoplamento

descreve um tipoo de momento de dipolo elétrico de transição, que conecta a componente

relativisticamente dominante de fermion com a componente relativisticamente mais fraca.

Em termos da notação padrão entre experimentalistas e teóricos que tratam com lagran-

geanas efetivas de dimensão canonica 5 [33], nosso 4-vetor pode ser reescrito da seguinte

forma

ξµ = −1

3
a

(5)αµ
F α . (3.9)

onde o tensor aαβγF parametriza o acoplamento de dimensão canônica 5 mais geral

posśıvel. Diferentemente do acoplamento mı́nimo (ou seja, o termo de Carrol-Field-Jackiw

[19]), neste caso a corrente fermiônica será modificada. Neste acoplamento, juntamente
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com a Lagrangeana da QED temos

LQED = −1

4
F µνFµν + ψ̄(i /D −m)ψ , (3.10)

onde /D = γµ(∂µ + ieAµ), as equações de Maxwell modificadas são dadas por

∂µF
µν = eψ̄γνψ + ξ[ν∂µ(ψ̄γµ]ψ)

= (eδνµ + ξν∂µ − ξµ∂ν)(ψ̄γµψ) (3.11)

e

(iγµ∂µ +m+ eγµAµ + γµξνFµν)ψ = 0 . (3.12)

Aqui, Eq. (3.11) representa as novas equações de Maxwell com fontes e Eq. (3.12) é uma

equação de Dirac modificada.

Através da Eq. (3.11) podemos mostrar que uma carga estendida será conservada,

ao invés se somente a carga elétrica. Temos que ∂νJ
′ν = 0 onde J ′ν = (eδνµ + ξν∂µ −

ξµ∂
ν)(ψ̄γµψ) e

Q′ =

∫
d3xJ ′

0
= Q+ ∂t

[∫
d3x (ξ ·J)

]
, (3.13)

onde Q = e
∫
d3xψ†ψ e J i = eψ†γ0γiψ. Desta forma a carga é definida para a part́ıcula

livre introduzindo LVSL e a nova corrente conservada será J ′µ. Entretanto, a corrente

fermiônica não é afetada pela contribuição extra. Em um ponto de vista quântico, o

acoplamento da Eq. (3.8) modifica o vértice da QED nos diagramas de Feynman, no qual

é dado pela seguinte expressão

Γµ = eγµ − i/qξµ + i(ξ · q)γµ . (3.14)

Como mencionado anteriormente, podemos considerar outros acoplamentos não mı́-

nimos, acoplando o 4-vetor do background com o dual do field strength electromagne-

tico [34]. O novo termo de violação de Lorentz modifica a Lagrangeana da QED pode ser
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escrito da seguinte forma:

LVSL = ξ̃µψ̄γνψF̃µν , (3.15)

onde F̃µν = 1
2
εµναβF

αβ e ξ̃ tem as mesmas caracteŕısticas definidas para ξµ. Diferente-

mente do termo anterior, este termo não tem a capacidade de contribuir em decaimentos

que violam CP mas contribui para um tipo de momento de dipolo magnético de transição

para os férmions. Novamente, utilizando a notação padrão temos

ξ̃µ =
1

6
εµναβa

(5)ναβ
F . (3.16)

As equações de Maxwell modificadas serão neste caso:

∂µF
µν = eψ̄γνψ + εµναβ ξ̃

α∂µψ̄γ
βψ

= (eδµα − iε
µ
ανβ ξ̃

νqβ)ψ̄γαψ (3.17)

e

(iγµ∂µ +m+ eγµAµ + γµξ̃νF̃µν)ψ = 0 (3.18)

Um detalhe importante neste caso é o fato de que a corrente conservada não é modi-

ficada, ou seja, Q′ = Q = e
∫
d3xψ†ψ. Continuando, neste segundo caso a extensão do

vértice da QED pode ser escrito da seguinte forma:

Γµ = eγµ − iεµανβγ
αξ̃νqβ . (3.19)

Pela aplicação desses vértices, que são deformações do vertice original da QED, podemos

encontrar correções quânticas para o EDM e MDM, por exemplo [35]. Uma outra aplicação

feita foi calcular a contribuição destes tipos de violação de Lorentz, a partir de Eq. (3.8)

e Eq. (3.19), para o espalhamento fóton-fóton, calculando amplitude de espalhamento e

a respectiva seção de choque do processo.
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3.3.1 Espalhamento elástico fóton-Fóton e violação da simetria

de Lorentz

O interesse na natureza da luz e nos fenômenos associados sempre esteve presente na F́ı-

sica. Por exemplo, nomes como René Descartes, Isaac Newton, Robert Hooke, Christiaan

Huyghens criaram modelos ondulatórios e corpusculares para a luz, e a Mecânica Quân-

tica trouxe com ele o conceito de dualidade onda-part́ıcula, reconciliando os dois pontos

de vista. No entanto, nas últimas décadas, novos problemas surgiram continuamente.

As equações de Maxwell da eletrodinâmica clássica tiveram a inclusão da luz na teoria

como um grande sucesso, mas a linearidade das equações próıbe a existência de processos

permitidos do ponto de vista quântico. Já em 1933, a preocupação com as propriedades do

vácuo quântico e a interação entre os quanta da luz [36] abriu a era do eletromagnetismo

não-linear. O trabalho teórico sobre eletrodinâmica não-linear apareceu pela primeira vez

na década de 1930 com Halpern, Born, Infeld, Euler e Heisenberg [37–40] e continuou nos

anos subseqüentes - [41, 42]. As correções implementadas resultaram na possibilidade de

dispersão entre dois fótons por meio de flutuações a vácuo [39,42] e permitiu o cálculo da

seção de choque associada [43–45].

Fenômenos não lineares, como a dispersão de um fóton em um campo de Coulomb [46]

ou a divisão de um fóton na presença de um campo externo [47] foram estudados e já

foram observados experimentalmente [48–53]. De fato, a divisão de fótons também foi

estudada no contexto de VSL [54]. Para o espalhamento elástico de luz por luz (LbyL),

evidências experimentais também foram observadas, mas devido à sua pequena seção de

choque, isso aconteceu apenas muito recentemente [55, 56]. Esses processos não-lineares

são representados na ordem mais baixa por diagramas de 1 loop com quatro pernas fotô-

nicas externas; mas, em alguns casos, substitúımos os fótons reais por uma linha que

representa um campo externo, como mostram os exemplos na Fig. 3.2.

Dos seis diagramas de Feynman associados à dispersão elástica de LbyL, obtidos pelas

diferentes combinações das pernas fotônicas, podemos calcular as amplitudes de dispersão
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Figura 3.2: Ilustração das interações fóton-fóton em 1 loop: espalhamento Delbrück (su-
perior esquerdo), divisão de fótons (canto superior direito) e espalhamento elástico de luz
por luz (inferior). Os X indicam campos externos, como Coulomb ou campo magnético.

e a seção transversal diferencial para fótons não polarizados. O loop pode conter diferentes

tipos de part́ıculas carregadas virtuais (quarks, leptons, W± [57]), dependendo da energia

dispońıvel no experimento.

Considerando apenas os vértices da QED, em um regime de baixa energia (ω � m), a

seção de choque diferencial do processo é dada por [43,44,46]

dσ

dΩ

γγ

=
139α4

(180π)2m2

( ω
m

)6

(3 + cos2 θ)2 , (3.20)

enquanto que no caso ultrarelativistico [58]

dσ

dΩ

γγ

=
α4

π2ω2
log4 1

θ
, (3.21)

no qual é adequado para pequenos ângulos de dispersão (m/ω � θ � 1). Nos dois

resultados, estamos usando unidades naturais (~ = c = 1) e m representa a massa de

elétrons.
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A viabilidade da detecção direta da dispersão elástica de LbyL com raios laser no SLAC

já foi discutida na década de 1980 [59]. Investigações sobre a dispersão de LbyL na escala

viśıvel, com lasers de alta intensidade [60], obtiveram o primeiro limite superior dado por

σγγ = 10−39cm2, com ńıvel de confiança 95%. Posteriormente, ao atualizar a medição com

um terceiro raio laser, o limite foi aprimorado para 1, 5 × 10−48cm2 [61]. Nesta última

situação, sob condições de baixa energia do experimento, o resultado foi de 18 ordens de

magnitude a partir do resultado estimado pela QED (7, 3×10−66cm2). Outra possibilidade

era usar pulsos de raios X (limite de alta energia), evitando a seção transversal do QED

suprimida pela sexta potência da razão ω/m [62, 63]. Nessas experiências com raios-X, a

seção transversal da QED foi estimada em 2, 5 × 10−43cm2, o limite superior encontrado

foi de 1, 9× 10−23cm2 [63].

Uma maneira alternativa de inspecionar as interações LbyL é utilizar colisões de ı́ons

pesados ultraperiféricas [64–67]. Experimentos de colisões untraperiféricas entre átomos

de chumbo realizadas pelo experimento ATLAS com energias de 5, 02 TeV Apresentam

evidências de espalhamentos elásticod de LbyL, e treze eventos candidatos foram obser-

vados [55].

Mais recentemente, catorze eventos candidatos que passaram em todos os requisitos

de seleção foram relatados pela colaboração CMS [56]. No entanto, como o número de

eventos associados a esse fenômeno foi pequeno, a análise ainda é limitada. Embora já

existam experimentos de alta precisão para explorar propriedades de part́ıculas funda-

mentais, como aquelas baseadas nas armadilhas tipo Penning [?,33], ainda consideramos

válido analisar os posśıveis sinais de VSL no espalhamento LbyL. Novas atualizações do

LHC, por exemplo, devem melhorar a disponibilidade dos dados, abrindo novas possibili-

dades para o estudo da f́ısica além do Modelo Padrão.

A dispersão elástica de LbyL é usada para restringir correções não lineares à eletrodi-

nâmica de Maxwell [68] e também pode fornecer contribuição para o momento magnético

anômalo do múon [69, 70], incluindo teorias quirais [71] e cálculos de cromodinâmica

quântica (QCD), tanto para modelos holográficos [72] quanto em QCD em rede [73].
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Além disso, o sinal dos processos advindos do vácuo quântico é afetado se novas part́ı-

culas forem acopladas aos fótons. Pesquisas por f́ısica além do Modelo Padrão podem

incluir, por exemplo, part́ıculas semelhantes a axion [74–76] e QED supersimétrica [77].

Nossa proposta também visa investigar posśıveis evidências de f́ısica além do MP, mais

especificamente a busca de VSL por acoplamentos não mı́nimos que modificam o vértice

de interação, como já desenvolvido para outros processos QED [78,79].

De maneira resumida, o espalhamento fóton-fóton que só ocorre através de processos

quânticos, comumente é representado em primeira aproximação por diagramas de Feyn-

man de um laço como na Fig. 3.3.

Figura 3.3: Diagrama de Feynman representando o espalhamento elástico fóton-fóton.

O espalhamento elástico fóton-fóton elástico que iremos analisar é representado por

um tensor no qual, na aproximação de 1 laço, é representado pela integral seguinte

Tµναβ(q1, q2, q3, q4) =

∫
ddp

(2π)d
Tr
[
S(p)γµS(p− q4)γνS(q − q4 − q3)γαS(p− q1)γβ

]
, (3.22)

onde S(p) é o propagador do férmion com momento p e qi com i = 1, 2, 3, 4 representa

os 4-momento dos fótons externos (iniciais e finais) que participam do espalhamento. A

chave para visualizarmos a contribuição da modificação advinda da violação de Lorentz
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está em reescrever o vértice da seguinte forma

Γµ(q) = eγα(δµα + ie−1ξ · qδµα − ie−1qαξ
µ)

= eγαM µ
α (ξ, q) , (3.23)

e, uma vez que o vértice não depende do momento p, ou seja, do momento interno inte-

grado no laço, a contribuição vinda da violação de Lorentz pode ser fatorizada para fora

da integral. O tensor com a contribuição da violação de Lorentz é dada por

T µ
′ν′α′β′

VSL (q1, q2, q3, q4) = T µναβ(q1, q2, q3, q4)×

× M µ′

µ (ξ, q1)M ν′

ν (ξ, q2)M α′

α (ξ, q3)M β′

β (ξ, q4) . (3.24)

O resultado também pode ser visto do ponto de vista do acoplamento entre o tensor

T µναβ e vetores de polarização modificados εµ(qi). A violação de Lorentz modifica portanto

os próprios vetores de polarização, ou seja,

ε′µ(q) = M α
µ (q)εα(q)

= (1 + ie−1ξ · q)εα(q)− ie−1ξµq · ε(q) . (3.25)

Considerando fótons externos f́ısicos satisfazendo a condição de calibre ∂µA
µ = 0, temos

então q · ε(q) = 0 e portanto

ε′µ(q) = (1 + ie−1ξ · q)εµ(q) . (3.26)

Utilizando a matriz de espalhamento

MQED
λ1,λ2,λ3,λ4

= (ελ11 )µ(ελ22 )ν(ε
λ3
3 )∗α(ελ44 )∗β ×

× T µναβ(q1, q2, q3, q4) , (3.27)
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e levando com conta a contribuição vinda da violação de Lorentz, chegamos à seguinte

matriz de espalhamento modificada

MVSL
λ1,λ2,λ3,λ4

= (1 + C)MQED
λ1,λ2,λ3,λ4

, (3.28)

onde

C = ie−1(q1 + q2 − q3 − q4) · ξ + e−2[−(q1 · ξ)(q2 · ξ) +

+ (q1 · ξ)(q3 · ξ) + (q1 · ξ)(q4.ξ) + (q2 · ξ)(q3 · ξ) +

+ (q2 · ξ)(q4 · ξ)− (q3 · ξ)(q4 · ξ)] +O(ξ3) . (3.29)

Uma vez que , por conservação do momento, q1 + q2 − q3 − q4 = 0, A violação de Lorentz

contribuirá somente em segunda ordem do parâmetro ξ. Finalmente, temos |Mif |2 dada

por:

|MVSL|2 = (1 + C)(1 + C∗)|MQED|2

≈ (1 + 2Re(C))|MQED|2 . (3.30)

Escolhendo um sistema de referência onde, no calibre de Lorenz, q1 = (ω, q), q2 =

(ω,−q), q3 = (ω,k) e q4 = (ω,−k) , A contribuição da violação de Lorentz pode ser

escrita da seguinte forma

C = e−2
[
(k · ξ)2 + (q · ξ)2 + 2(ωξ0)2

]
+O(ξ3) .

onde ξµ = (ξ0, ξ). Sem perda de generalidade, o referencial onde os fótons iniciais se

encontram no eixo z, ou seja, q = ωẑ e k · ẑ = ω cos θ podem ser escolhidos. Escrevendo

ξ em uma direção arbitrária dada por

ξ/|ξ| = sin θξ cosφξx̂+ sin θξ sinφξŷ + cos θξẑ , (3.31)
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temos que:

k · ξ = |ξ|ω (sin θ sin θξ cos(φ− φξ) + cos θ cos θξ)

q · ξ = |ξ|ω cos θξ . (3.32)

Utilizando essas relações envolvendo q, k e ξ em termos de ω e dos ângulos θ, φ, θξ e

φξ, o resultado será dado por

1

4

∑
|MVSL|2 ≈ 1

4

∑(
1 + ω2ρ2

)
|MQED|2 , (3.33)

onde ρ2 = ρ2(θ, φ, θξ, φξ) = 2Re(C)/ω2.

Seguindo esse procedimento, o resultado final para a seção de choque diferencial pode

ser escrita da seguinte forma

dσγγ,ξ

dΩ
=

1

64π2

1

(2ω)2

∑
|MQED|2

=
dσγγQED

dΩ

(
1 + ω2ρ2(θ, φ, θξ, φξ)

)
. (3.34)

Para o acoplamento do tipo F̃ , a analise será a mesma mostrada anteriormente. En-

tretanto, os resultados diferem devido à nova estrutura tensorial trazida pelo tensor de

Levi-Civita. Reescrevendo o resultado da Eq. (3.19) de forma análoga ao que fizemos em

Eq. (3.23), temos

Γµ = eγα(δµα − e−1εµανβ ξ̃
νqβ)

= eγαNµ
α(ξ̃, q) . (3.35)

Para calcularmos a seção de choque diferencial para o espalhamento elástico Luz-Luz

com esse tipo de termo com violação de Lorentz, podemos novamente reescrever o vetor
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de polarização, porém neste caso utilizaremos Nβ
α , de forma que

ε
′µ(q) = Nµ

ν(q)ε
ν(q)

= εµ(q)− ie−1εµναβ ξ̃
αqβεν(q) , (3.36)

e, da mesma forma que foi feito para o acoplamento com o tensor F , encontramos a

seguinte matriz de espalhamento

MVSL
λ1,λ2,λ3,λ4

= (ελ11 )µ(ελ22 )ν(ελ33 )∗α(ελ44 )∗βTµναβ

= Nµ
µ′N

ν
ν′(N

∗)αα′(N
∗)ββ′ ×

× (ελ1)µ
′
(ελ2)ν

′
(ελ3)∗α

′
(ελ4)∗β

′
Tµναβ . (3.37)

Portanto, de forma resumida,

|MVSL|2 = (NN)µµ′′(NN)νν′′(NN)αα′′(NN)ββ′′ ×

×Tµναβ(T ∗)µ
′′ν′′α′′β′′ , (3.38)

onde (NN)µµ′′ = Nµ
µ′N

∗µ′
µ′′ e as contrações de ı́ndices podem ser expandidas como

(NN)µµ′′= δµµ′′(1− (q · ξ̃)2) + q2(δµ
′

µ′′ ξ̃
2 − ξ̃µξ̃µ′′) +O(ξ̃3). (3.39)

Aqui ignoramos termos proporcionais à qµ, que cancelam quando contráıdos com qual-

quer ı́ndice de T devido à invariância de Calibre. finalmente, podemos encontrar |M |2 e

a seção de choque diferencial. Mais uma vez, considerando fótons f́ısicos, temos que

dσγγ,ξ̃

dΩ
=
dσγγQED

dΩ

(
1− ω2ρ2(θ, φ, θξ̃, φξ̃)

)
, (3.40)

onde ρ é a mesma função encontrada para a seção de choque diferencial encontrado para

o 4-vetor ξ.
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Em ambos os acoplamentos não-mı́nimos, a contribuição advinda da violação de Lorentz

se mostram evidentes em regiões onde ωξ ≈ e/|ρ|. Uma vez que os parâmetros de violação

de Lorentz vêm tipicamente de efeitos da f́ısica de altas energias, uma análise do limite

ultra-violeta (UV) se mostra mais produtivo.

Os vértices modificados que derivamos dos acoplamentos com F e F̃ manifestam-se

de forma não-renormálizável, uma vez que, neste processo, eles são vértices internos dos

diagramas de Feynman. Embora espera-se que os efeitos da violação de Lorentz possam ser

observados nas escalas de energia dos experimentos encontrados hoje, esperamos que esses

efeitos sejam na verdade manifestações de alguma teoria mais fundamental encontrada

no regime de altas energias. Portanto, quando operamos com essa teoria abaixo desta

escala de energia caracteristica, é aceitável trabalhar com um modelo não-renormálizavel,

impondo que este modelo seja uma teoria efetiva válida nestes limites [80]. Neste trabalho,

mesmo considerando o espalhamento elástico fóton-fóton no limite de altas energias, ainda

consideramos essa escala de energia abaixo dessa escala de energia que caracteriza a teoria

mais fundamental. E assim, a analise feita aqui é congruente com a região onde o modelo

faz sentido do ponto de vista de uma teoria efetiva.

Agora, para iluminar nossos resultados, alguns casos particulares serão discutidos e

pretendemos mostrar como diferentes particularizações do vetor de violação de Lorentz

ξµ modificam a seção de choque diferencial para o espalhamento elástico fóton-fóton.

3.3.2 Seção de Choque Diferencial: Efeitos da Violação de Lo-

rentz

Com a intenção de visualizar os efeitos da violação de Lorentz na seção de choque

diferencial do espalhamento elástico fóton-fóton, particularizaremos algumas configurações

do 4-vetor de background. Uma vez que o termo extra ω2ρ2 é comum em ambos os

casos implementados com os tensores F e F̃ , diferenciando-se apenas por um sinal global,

analisaremos somente o primeiro.
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A primeira escolha será de um 4-vetor tipo-tempo, e em seguida analisaremos um

4-vetor tipo-espaço. Podeŕıamos considerar também um 4-vetor do tipo-luz, ou seja,

ξ = (ζ, 0, 0, ζ). Entretanto, este terceiro caso apresentaria uma superposição dos dois casos

citados anteriormente, de forma que não me mostra necessário. Na prática, a separação

que faremos é simplista, Se ξ existe, sua contribuição virá de uma mistura não trivial das

partes temporal e espacial. Apesar desta constatação, essa separação será implementada

por motivações didáticas para visualizarmos as contribuições.

No caso do 4-vetor tipo-tempo, ou seja, ξµ = (ξ0,0), o resultado toma uma forma

simples. A contribuição será dada por ρ2(θ, φ, θξ, φξ) = 4e−2ξ2
0 e por conseguinte

∣∣∣ dσ
QED

dΩ
dσ
dΩ

− 1
∣∣∣ ≈ 4e−2ξ2

0ω
2 (3.41)

Os efeitos da violação de Lorentz tipo-tempo se mostrará significativa em frequências

da ordem de ωξ = eξ−1
0 .

Figura 3.4: seção de choque fóton-fóton para QED(preto) e QED com violação de Lorentz

tipo-tempo com ωξ = 0.01me (cinza).
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Uma vez que a diferença entre a seção de choque da QED e a do modelo com violação de

Lorentz é crescente com a energia do fóton, o melhor regime para para detectar posśıveis

sinais da violação de Lorentz é no limite de altas energias, no qual a contribuição da QED

diminui e a contribuição da violação de Lorentz se destaca.

A partir da introdução de parâmetros com escala de energia, Λ±, uma seção de choque

modificada para o processo [81] independente de modelos pode ser constrúıda, e por com-

paração entre a nova seção de choque e os resultados experimentais é posśıvel parametrizar

os desvios da QED [78,79].

Seguindo na nossa análise, consideremos agora o caso em que o 4-vetor de background

seja do tipo-espaço, ou seja, ξµ = (0, ξ). Neste caso em particular, devemos investigar

o perfil angular da seção de choque diferencial nos limites de altas e baixas energias do

espalhamento elástico fóton-fóton.

Com a escolha de um referencial de mesma forma que o adotado anteriormente, fixando

ξ em uma direção arbitrária, podemos dividir a seção de choque em uma parte de pura

QED e uma segunda parte onde há contribuição da violação de Lorentz, ou seja

dσγγ,ξ

dΩ
=
dσγγ

dΩ
+
dσγγ,ξ

VSL

dΩ
. (3.42)

Partindo da equação acima podemos verificar os efeitos da modificação da seção de

choque diferencial, em ambos os limites e baixas e altas energias. Se ω � m, o resultado

geral para o caso de um 4-vetor tipo-espaço será escrito da seguinte forma

dσγγ,ξ
VSL

dΩ
=

2|ξ|2

e2

139α4ω8

(180π)2m8
(3 + cos2 θ)2

[
(cos θξ)

2 +

+ (sin θ sin θξ cos(φ− φξ) + cos θ cos θξ)
2
]
, (3.43)
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que nos traz a oportunidade de melhor visualizar os efeitos da violação de Lorentz. Esco-

lhendo inicialmente o vetor paralelo ao eixo-z (θξ = 0), encontramos

dσγγ,‖
VSL

dΩ
=

2|ξ|2

e2

139α4ω8

(180π)2m8

[
9 + 15 cos2 θ + 7 cos4 θ + cos6 θ

]
, (3.44)

de tal sorte que podemos observar a mudança da dependência em θ porém neguma de-

pendência azimutal.

Entretanto se considerarmos o vetor de background contido no plano transverso xy

(θξ = π/2), temos

dσγγ,⊥
VSL

dΩ
=

2|ξ|2

e2

139α4ω8

(180π)2m8
[
(
3 + cos2θ

)
(sinθ cos(φ− φξ))]2, (3.45)

em que esse perfil angular é mostrado em Fig. 3.5 para diferentes orientações do vetor de

background contido no plano transverso xy. Aqui obtemos uma clara dependência em φ

que se diferencia muito o perfil advindo da QED. Essa estrutura angular pode ser utilizada

para uma busca experimental de alguma assinatura da violação de Lorentz.
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Figura 3.5: Perfil angular da seção de choque diferencial para QED (acima) e para um

background tipo-espaço (ξ ⊥ ẑ, i.e., θξ = 0) , no limite de baixas energias. O eixo vertical

é dado por N ′σ = [α4ω6/m8]−1dσγγ/dΩ e Nσ = [2α4|ξ|2ω8/e2m8]−1dσγγ,⊥
VSL

/dΩ, com φξ = 0

(meio) e φξ = φ/2 (abaixo).

Agora, analisando o regime de altas energias, similarmente ao caso anterior, escolhendo

o vetor de fundo paralelo ao eixo-z temos

dσγγ,‖
VSL

dΩ
=

2|ξ|2

e2

α4

π2
log4 1

θ

[
1 + cos2 θ

]
, (3.46)

e novamente, o cenário onde o vetor de fundo está contido no plano transverso xy, a

contribuição é dada por

dσγγ,⊥
VSL

dΩ
=

2|ξ|2

e2

α4

π2
log4 1

θ

(
sin2 θ cos2(φ− φξ)

)
. (3.47)
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A contribuição da violação de Lorentz acima pode ser visualizada em Fig. 3.6 para

diferentes escolhas do angulo azimutal φξ. Uma vez mais, apontamos para o fato de que

há um perfil anisotrópico na seção se choque diferencial.

Figura 3.6: Perfil angular da seção de choque diferencial para a QED (acima) e com 4-

vetor de fundo tipo-espaço (ξ ⊥ ẑ, i.e., θξ = 0), no limite de altas energias. O eixo vertical

representa N ′σ = [α4/ω2]−1dσγγ/dΩ e Nσ = [2α4|ξ|2/e2]−1dσγγ,⊥
VSL

/dΩ, com φξ = 0 (meio)

e φξ = φ/2 (abaixo).

Quando analisamos os casos de seções de choque diferenciais modificadas por um plano

de 4-vetores no plano transverso, o perfil angular em regime de baixa energia para gráficos

advindos da QED mostra valores mı́nimos em θ = π/2 enquanto o máximo da contribuição

da violação de Lorentz se apresenta no mesmo θ = π/2. Esses máximos ocorrem em

φ = 0, π, 2π para ξ ‖ ẑ e em φ = π/2, 3π/2 para ξ ⊥ ẑ. Tais especificações são aquelas

em que seria mais fácil observar os efeitos da violação de Lorentz em experimentos.
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No regime de alta energia, os efeitos do VSL serão máximos nos mesmos valores φ =

0, π, 2π para ξ ‖ ẑ e em φ = π/2, 3π/2 para ξ ⊥ ẑ, mas quanto menor o valor de θ, mais

intensos serão os efeitos de VSL.

Além disso, Eqs. (3.46) e (3.47) mostram que a contribuição extra advinda de VSL

até O(ξ3) é independente da energia, enquanto a seção de choque diferencial da QED

cai com ω−2. No caso onde ξ ⊥ ẑ, em particular, um platô poderia ser observado com

experimentos realizados em energias cada vez mais altas para pequeno θ. É importante

lembrar que os limites de validade (m/ω�θ�1) devem ser respeitados.

Se toda a análise anterior fosse desenvolvida para o acoplamento com F̃ , a mesma

dependência azimutal resultante seria observada, mas com um sinal global menos, como

indicado na Eq. (3.40). Resultados semelhantes foram relatados com essa dependência

φ, considerando acoplamentos não-mı́nimos para modificar a Lagrangeana da QED, em

processos como espalhamento de Compton e Bhabha. [78,79].

43
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3.4 Acoplamento não-mı́nimo no setor Eletro-Fraco

Baseado no acoplamento não-minimo utilizado em [82] pode-se extender a idéia de um

acoplamento não-mı́nimo para o setor SU(2) × U(1) do Modelo Padrão. Partindo da

implementação da seguinte derivada covariante proposta em [82] temos

(D′µ)AB =
(
∂µ + igY Bµ + ig′W a

µσ
a/2
)
δAB − iξνABFµν − iρνABσaF a

µν (3.48)

onde Y = 2(Q − T 3) e os ı́ndices A,B se referem às famı́lias dos férmions do Modelo

Padrão, tanto dos quarks quanto dos léptons, Fµν = ∂[µBν],

F a
µνσ

a =

∂[µW
3
ν] + gW+

[µW
−
ν] ∂[µW

+
ν] + gW 3

[µW
+
ν]

∂[µW
−
ν] + gW 3

[µW
−
ν] −∂[µW

3
ν] − gW

+
[µW

−
ν]

 ,

onde σa se refere às matrizes de Pauli, B e W I são os campos de gauge de U(1)Y e

SU(2)L, respectivamente. Nossa analise se iniciará no setor dos quarks, onde esperamos

analisar a relação entre a violação de Lorentz e a violação de CP que é representada pela

Matriz CKM. Na subseção seguinte analisaremos o setor leptônico, onde a inexistência de

neutrinos Right e a universalidade das interações fracas nesse setor nos demandam uma

análise por outra perspectiva.

3.4.1 Setor dos Quarks:

Levando a estrutura de sabor, a nova derivada covariante agirá no setor dos quarks da

seguinte forma

L = (Q̄L)A(iγµD′µ)AB(QL)B + (ūR)A(iγµD′µ)AB(uR)B + (d̄R)A(iγµD′µ)AB(dR)B , (3.49)

onde A,B se referem à respectiva famı́lia (sabor). A Lagrangeana acima nos traz os
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seguintes novos termos de interação no setor Left:

LLeftV SL = ξµAB(Q̄L)Aγ
ν(QL)BFµν + ρµAB(Q̄L)Aγ

νσa(QL)BF
a
µν (3.50)

Aqui definimos (QL)A = (uL,A dL,A)T . Visto que este novo acoplamento age no setor

de interação da corrente vetorial fermiônica, não haverá mudanças nas massas dos fér-

mions nem tampouco na massa dos Bósons de Gauge. Como se sabe, a relação entre os

Bósons B,W 3 e A,Z é dada a partir da diagonalização da matriz de massa após a quebra

espontânea de simetria do potencial de Higgs, e dessa diagonalização aparece a seguinte

relação:

A = cos θWB + sin θWW
3 , Z = − sin θWB + cos θWW

3 (3.51)

ou, de maneira inversa

B = cos θWA− sin θWZ , W 3 = sin θWA+ cos θWZ (3.52)

Reescrevendo a Lagrangeana (3.50) em termos dos campos do fóton e do bóson Z,

encontramos:

LLeftV SL = ūL,A(∆AB + ∆̃AB)uL.B + d̄L,A(∆AB − ∆̃AB)dL,B + ūL,A∆+
ABdL,B + h.c. (3.53)

onde

∆AB = ξ
[µ
ABγ

ν](cosθW∂µAν − sinθW∂µZν) (3.54)

,

∆̃AB = ρ
[µ
ABγ

ν](sinθW∂µAν + cosθW∂µZν + ig′W+
µ W

−
ν ) (3.55)

e

∆+
AB = ρ

[µ
ABγ

ν](∂µW
+
ν + ig′sinθWAµW

+
ν + ig′cosθWZµW

+
ν ) (3.56)
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De maneira análoga, introduzindo acoplamentos análogos no setor Right teremos a

seguinte Lagrangeana de interação:

LRightV SL = ξµABūR,Aγ
νuR,BFµν + ξµABd̄R,Aγ

νdR,BFµν (3.57)

Veja que o setor Right é singlete sob transformações do grupo SU(2)I . Reescrevendo a

equação acima na mesma base (usando B = cos θWA− sin θWZ) temos:

LRightV SL = ūR,A∆ABuR,B + d̄R,A∆ABdR,B (3.58)

Finalmente, somando as componentes Left e Right e introduzindo a matriz CKM de

mistura dos quarks teremos que com a escolha padrão da parametrização, d′A = VABdB

onde d′A representam os quarks f́ısicos. Portanto podemos reescrever a nova Lagrangeana

e interação com os setores Left e Right LtotalV SL = LLeftLSL + LRightV SL e ela é dada por

LtotalV SL = ŪA(∆AB +∆̃ABPL)UB + D̄AVAC(∆CD− ∆̃CDPL)V †DEDE + Ūi∆
+
ABV

†
BCPLDC +h.c.

(3.59)

Aqui UA , DA são espinores de Dirac UA = (uL,A uR,A)T , DA = (d′L,A d′R,A)T e PL =

1
2
(1− γ5). Os termos que misturam a Violação de Lorentz e a matriz CKM no setor dos

Quarks D podem ser escritos de forma explicita como se segue:

LtotalV SL = UA (cµ1γ
ν + cµ2γ

νγ5 )AB UB ∂[µAν] +DA (cµ3γ
ν + cµ4γ

νγ5 )ABDB ∂[µAν] +

+UA (cµ5 γ
ν + cµ6γ

νγ5)AB UB ∂[µZν] + D̄A (cµ7γ
ν + cµ8γ

νγ5 )AB DB ∂[µZν] +

+
1

2
(cµ9)AB UA γ

ν (1− γ5) DB

(
∂[µW

−
ν] + ieA[µW

−
ν] + ie cot θWZ[µW

−
ν]

)
+

+
i

2
g W+

[µW
−
ν]

[
(ρµ)AB UA γ

ν (1− γ5) UB − (ρ̂µ)ABD̄A γ
ν (1− γ5) DB

]
+ h. c. ,

(3.60)

onde n̂AB = (V nV †)AB para qualquer matriz nAB, cµ1 = cW ξ
µ + 1

2
sWρ

µ,cµ2 = −1
2
sWρ

µ,

cµ3 = cW ξ̂
µ− 1

2
sW ρ̂

µ, cµ4 = 1
2
sW ρ̂

µ, cµ5 = −sW ξµ− 1
2
cWρ

µ, cµ6 = 1
2
cWρ

µ, c7 = −swξ̂µ+ 1
2
cW ρ̂

µ,
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cµ8 = 1
2
cW ρ̂

µ, c9 = ρµV †, sW = sin θW , cW = cos θW , e omitimos os ı́ndices de sabor por

motivos de simplicidade.

A partir da equação acima, mostraremos que a Matriz CKM não aparecerá apenas nas

correntes carregadas, como no Modelo padrão, e agora também obteremos parâmetros de

violação de Lorentz que podem ser complexos, devido a violação de CP parametrizada pela

fase complexa δ. Admitindo que os vetores de violação de Lorentz não misturem

as famı́lias, mas que dependam da famı́lia. em outras palavras, admitamos que ξµAB

tenha a seguinte forma:

ξµAB =



ξµ11 0 0

0 ξµ22 0

0 0 ξµ33


. (3.61)

Também admitiremos que ρ partilhe da mesma caracteŕıstica. A partir dessa estrutura,

após a rotação induzida pela matriz CKM obtemos:

(V ξV †)11 ≈ ξ11 + (ξ22 − ξ11)λ2 +O(λ5) , (3.62)

(V ξV †)12 ≈ (−λ+
λ3

2
)(ξ11 − ξ22) +O(λ5) , (3.63)

(V ξV †)13 ≈ (ξ11 − ξ22)(Aλ3)− (ξ11 − ξ33)Aλ3(ρ− iη) +O(λ5) , (3.64)

(V ξV †)22 ≈ ξ22 + (ξ11 − ξ22)λ2 + (ξ33 − ξ22)A2λ4 +O(λ5) , (3.65)

(V ξV †)23 ≈ (ξ33− ξ22)Aλ2 + ξ11Aλ
4(−iη+ ρ− 1) + ξ22Aλ

4(−iη− ρ+ 1) +O(λ5) , (3.66)

(MξM †)33 ≈ ξ33 + (ξ22 − ξ33)A2λ4 +O(λ5) , (3.67)
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Observe que a caracteŕıstica complexa reside nos componentes não diagonais dos parâ-

metros de violação de Lorentz, mas depende da diferença entre magnitudes expressa em

nossa suposição 3.61. No limite de baixa energia, isto é, no limite em que os Bósons de

calibre massivos decaem com rapidez suficiente, o decaimento de Z0 gera a seguinte nova

interação efetiva entre correntes neutras:

Hneutral−neutral =
c2
WGF√

2
J0
µ × ŪAγ[νqµ](c5,ν + c6,νγ5)ABUB +

+
c2
WGF√

2
J0
µ × D̄Aγ

[νqµ](c7,ν + c8,νγ5)ABDB (3.68)

onde J0
µ =

∑
f f̄γµ(vf − afγ5)f é a corrente que se acopla com Z0 no MP, GF√

2
= g2

8M2
W

,

vf = T f3 − 2Qfs
2
W , af = T f3 , q = pf − pf̄ = pQA − pQB . Interessante notar que enquanto

c5 e c6 se mantém diagonal no que se refere ao sabor, c7 e c8 contém em si contribuições

da matriz CKM, de forma que não serão diagonais, partindo da suposição 3.61. Os

parâmetros c3 e c4 também compartilham dessa propriedade. É importante ressaltar

que os termos c7 e c8 geram a chamada corrente neutra com troca de sabor (FCNC -

Flavour Changing Neutral Current, em inglês) em um processo em ńıvel de árvore. No

MP é proibido que esses processos FCNC ocorram em um processo em ńıvel de árvore,

portanto, é um resultado importante a ser discutido. Além disso, também é importante

apontar para o fato de que c3 e c4 podem gerar troca de sabor através de um acoplamento

com o fóton, fenômeno que também não ocorre no modelo padrão.

Analisando mais detalhadamente a interação que nos traz a possibilidade de processos

do tipo FCNC dada pelo segundo termo da equação 3.69, após alguns algebrismos podemos

reescrever a hamiltoniana efetiva para o setor dos quarks DA da seguinte forma:

HFCNC =
c2
WGF√

2

[
D̄Aγ

µDB ×
∑
f

f̄M ν
µ ABγν(vf − afγ5)f +

+D̄Aγ
µγ5DB ×

∑
f

f̄N ν
µ ABγν(vf − afγ5)f

]

onde M ν
µ AB = (δνµq.c7 − qµc

ν
7)AB e N ν

µ AB = (δνµq.c8 − qµc
ν
8)AB. Com isso podemos
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calcular a matriz de espalhamento de alguns posśıveis processos no setor não-diagonal no

espaço dos sabores.

Decaimento de Káons neutros: Se houver uma contribuição para a corrente neutra

advinda de eventos de FCNC, os mésons K neutros (s̄d e d̄s) podem decair facilmente em

um par de múon - anti múon, como é mostrado na Fig. 3.7.

Figura 3.7: Decaimento hipotético de Káons neutros K0 e K̄0 em um processo de FCNC.

O método padrão para trabalhar em decaimentos de mésons é dado pela seguinte

parametrização 〈0|s̄γµγ5d|K0(q)〉 = iFKqµ [82]. A corrente vetorial será responsável pelos

mésons vetoriais (por exemplo, K∗), portanto, nós os ignoraremos neste trabalho. Assim,

a matriz de espalhamento é dada por:

M =
c2
WGF√

2
(N12)µν × 〈0|s̄γµγ5b|K0(q)〉 × µ̄(p)γν(vf − afγ5)µ(q − p) , (3.69)

onde (N)µν12 = (ηµνq.(c8)12 − qµ(c8)ν12). Assim, fazendo a soma sob os spins obtemos:

〈|M|2〉 =
∑
spins

|M|2 =
c4
WG

2
F

2
F 2
KqµqνN

µκ
12(N †)νλ12

∑
JκJ

†
λ (3.70)

onde usamos Jκ = µ̄(p)γκ(vµ − aµγ5)µ(q − p). Após simplificações e usando o referencial

de repouso do káon neutro, onde q = (MK ,~0), chegamos à:

〈|M|2〉 ≈ c4
WG

2
FF

2
Ka

2
µM

6
K

(
| ~c |2 − 4

(
~c · ~p
MK

)2
)

(3.71)
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aqui ignoramos termos proporcionais à vµ = 1− 4s2
W << 1. Pelo uso da regra de ouro

para a decaimento dada por:

Γ =
1

2(4π)2MK

∫
d3~p
〈|M|2〉
EpEp′

δ(Mk − Ep − Ep′) (3.72)

onde p e p′ são os 4-momentos dos estados finais. Com isso podemos calcular a taxa

de decaimento:

Γ =
c4
WG

2
FF

2
Ka

2
µM

6
K

2(4π)2MK

∫
d3~p

(
| ~c |2 − 4

(
~c·~p
MK

)2
)

EpEp′
δ(Mk − Ep − Ep′) =

=
c4
WG

2
FF

2
Ka

2
µM

6
K

2(4π)2MK

∫
PdP

2
√
P 2 + y2M2

k

δ(P − κ)

∫
dΩ

(
| ~c |2 − 4

(
~c · ~p
MK

)2
)
,

(3.73)

onde P = |~p|, κ = MK

2

√
(1− 4y2), y = mµ

MK
. Definindo ~c = |~c|(sin θc cosφc, sin θc sinφc, cos θc)

com φc, θc ângulos genéricos, a integral angular pode ser calculada e é dada por:

∫
dΩ

(
| ~c |2 − 4

(
~c · ~p
MK

)2
)

=
4

3
π| ~c |2

(
3− 4P 2

M2
K

)
(3.74)

Com isso a integral pode ser calculada e com isso chegamos ao seguinte resultado para a

taxa de decaimento:

Γ =
c4
WG

2
FF

2
Ka

2
µM

6
K

24πMK

| ~c |2
∫

PdP

2
√
P 2 + y2M2

k

δ(P − κ)

(
3− 4P 2

M2
K

)
=

=
c4
WG

2
FF

2
Ka

2
µM

5
K

12π
| ~c12 |2

√
(1− 4y2)

(
1 + 2y2

)
Portanto, utilizando os valores das constantes para o caso do decaimento do Káon neutro

obtemos a seguinte taxa de decaimento:

Γ(K0 → µ−µ+) = 4.3× 10−7 |~c12|2MeV 3 (3.75)
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onde utilizamos aµ ≈ 0.5, GF = 1.16 × 10−11MeV−2, MK = 497.61 MeV e FK = 164

MeV. De acordo com [83], Káons neutros com meias-vidas longas K0
L tem sua taxa de

decaimento dada por:

Γ(K0
L) =

1

τK0
L

≈ 1.3× 10−14MeV (3.76)

de tal sorte que o Branching Ratio B(K0
L → µ+µ−), experimentalmente limitado a um

valor menor que 6.8× 10−9 [83], será dado por 1:

B(K0
L → µ+µ−) =

2Γ(K0 → µ+µ−)

Γ(K0
L)

= 6.7× 107

(
|~c|

MeV −1

)2

(3.77)

Portanto, a contribuição para esse decaimento advinda de uma posśıvel violação de

Lorentz deve ser menor ou na ordem de contribuição do Modelo Padrão. Partindo desta

afirmação encontramos o seguinte limite para o componente vetorial do vetor de fundo:

|~ρ22 − ~ρ11| ≈
4

cWλ
|~c12| < 5.6× 10−10MeV −1 . (3.78)

Da mesma forma, podemos calcular a taxa de decaimento para o méson B0 (db̄) e, usando

os dados mais recentes de [83], alcançamos os seguintes resultados:

B(B0 → µ+µ−) = 1.7× 108

(
|~c13|

MeV −1

)2

, (3.79)

que nos gera o seguinte limite

|~ρ11 − ~ρ22 − (ρ− iη)(~ρ11 − ~ρ33)| ≈ 4|~c13|
Aλ3cW

< 4.2× 10−8MeV −1 . (3.80)

Da mesma forma, temos que para o méson B0
s (sb̄):

B(B0
s → µ+µ−) = 2.7× 108

(
|~c23|

MeV −1

)2

, (3.81)

1 A taxa de decaimento do káon de meia-vida longa K0
L é dada por Γ(K0

L) ≈ (2 − δ)Γ(K0). A taxa
de decaimento do káon de meia-vida curta KS é dada por Γ(K0

S) ≈ δΓ(K0) onde δ << 1 é proporcional
à diferença de massa entre os káons K0 e K̄0. Por esse motivo, temos um fator 2 multiplicado pela taxa
de decaimento.
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e com isso obtemos o seguinte limite:

|~ρ33 − ~ρ22| =
4|~c23|
Aλ2cW

< 1.4× 10−8MeV −1 . (3.82)

Em resumo, os limites obtidos estão organizados na tabela 3.1.

Decaimento Limite Superior (MeV −1)

K0
L → µ+ + µ− |~ρ22 − ~ρ11| < 5.6× 10−10

B0 → µ+ + µ− |~ρ11 − ~ρ22 − (ρ− iη)(~ρ11 − ~ρ33)| < 4.2× 10−8

B0
s → µ+ + µ− |~ρ33 − ~ρ22| < 1.4× 10−8

Tabela 3.1: Limites para os parâmetros de violação de Lorentz encontrados a partir dos
limites experimentais dos processos de FCNC.

Na seção a seguir estudaremos o setor leptônico e os chamados processos de violação

de sabor no setor leptônico, ou LFV - ( Lepton Flavor Violation).
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3.4.2 O setor leptônico e a violação de sabor:

Analisando agora o setor leptônico, importante apontar que não há mecanismo de CKM

nesse setor; portanto, apresentaremos uma análise baseada na suposição de parâmetros

não-diagonais de VSL. Como veremos, esses termos não diagonais nos dão limites mais

fortes do que os diagonais mostrados no setor de quarks. Falando resumidamente, temos

que, após modificação da derivada covariante, o Lagrangiano correspondente ao setor

leptônico pode ser escrito da seguinte maneira

L` = i(L̄L)Aγ
µ(D′µ)AB(LL)B + i(¯̀

R)Aγ
µ(D′µ)AB(`R)B , (3.83)

onde os termos de massa que surgem das interações de Yukawa são omitidos, pois os

termos VSL não os influenciam, e (LL)A o dublete contendo o neutrino Left e o lépton

Left da famı́lia A. A Lagrangeana (3.83) pode ser dividido em L` = LMP
` +LLeftV SL +LRightV SL

e o e a contribuição da VSL no setor Left pode ser escrita da seguinte maneira

LLeftV SL = ξµAB(L̄L)Aγ
ν(LL)BFµν + ρµAB(L̄L)Aγ

νF a
µνσ

a(LL)B , (3.84)

Escrevendo Bµ e W 3
µ na base dos campos f́ısicos Z e do fóton a equação acima nos

trará a seguinte Lagrangeana de interação para o setor “Left”:

LLeftLSV = (v1)µAB(¯̀
L)Aγ

ν(`L)B∂[µAν] + (v2)µAB (ν̄L)Aγ
ν(νL)B∂[µAν] +

+ (v3)µAB (¯̀
L)Aγ

ν(`L)B∂[µZν] + (v4)µAB (ν̄L)Aγ
ν(νL)B∂[µZν] +

+
ig

2 sin θW
(v1 − v2)µABW

+
[µW

−
ν]

(
(¯̀
L)Aγ

ν(`L)B − (ν̄L)Aγ
ν(νL)B

)
+

+
(v1 − v2)µAB

2 sin θW
(¯̀
L)Aγ

ν(νL)B

(
∂[µW

−
ν] + ieA[µW

−
ν] + iecotθWZ[µW

−
ν]

)
+ h.c. ,

(3.85)

onde definimos por conveniência v1µ = cos θW ξµ+sin θWρµ , v2µ = cos θW ξµ−sin θWρµ ,

v3µ = − sin θW ξµ + cos θWρµ , v4µ = − sin θW ξµ − cos θWρµ . A violação de Lorentz
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implementada no setor leptônico “Right” será dada por:

LRightV SL = ξµAB (¯̀
R)Aγ

ν(`R)B Fµν . (3.86)

onde usamos o fato de que o setor “Right” é singlete sob o grupo SU(2)L. Reescrevendo

a ação acima na mesma base {Aµ , Zµ }, nós chegamos à seguinte Lagrangeana:

LRightV SL = cos θW ξ
µ
AB (¯̀

R)Aγ
ν(`R)B ∂[µAν] − sin θW ξ

µ
ij (¯̀

R)Aγ
ν(`R)B ∂[µZν] . (3.87)

Retornemos a Lagrangeana completa. utilizando as relações (`L)A = PL`A = 1−γ5
2
`A e

(`R)A = PR`A = 1+γ5
2
`A somos capazes de reescrever a Lagrangiana e o resultado é o

seguinte:

LR+L
VSL = `A (cµ1γ

ν + cµ2γ
νγ5 )AB `B ∂[µAν] +

1

2
(v2)µAB νA γ

ν (1− γ5) νB ∂[µAν] +

+ `A (cµ3 γ
ν + cµ4γ

νγ5)AB `B ∂[µZν] +
1

2
(v4)µAB ν̄A γ

ν (1− γ5) νB ∂[µZν] +

+
1

2
ρµAB `A γ

ν (1− γ5) νB

(
∂[µW

−
ν] + ieA[µW

−
ν] + ie cot θWZ[µW

−
ν]

)
+

+
i

2
g ρµABW

+
[µW

−
ν]

[
`A γ

ν (1− γ5) `B − ν̄A γν (1− γ5) νB
]

+ h.c. , (3.88)

where c1µ = 1
2
(cW ξµ + 1

2
sWρµ), c2µ = −1

4
sWρµ, c3µ = −1

2
(sW ξµ + 1

2
cWρµ) e c4µ = 1

4
cW ρµ

e os ı́ndices de sabor foram omitido por simplicidade. O conjunto de vértices pode ser

visto na tabela (3.2).

Como podemos ver, um novo acoplamento entre o fóton e a corrente neutra é gerado.

Indo além, também podemos ver que um acoplamento entre a corrente eletromagnética

e o bóson Z0 também surge. Um posśıvel decaimento devido à violação de Lorentz será

o chamado decaimento de múon sem neutrinos (neutrino-free muon decay ), µ → e + γ.

Esse processo é proibido no Modelo Padrão, e por isso experimentalmente há fortes limites

a esse decaimento, com o Branching Ratio B(µ → e + γ) < 4.2 × 10−13 (90% C.L.) [84].

Da mesma forma para o decaimento o lepton tau, temos B(τ → eγ) < 3.3 × 10−8 e

B(τ → µγ) < 4.4× 10−8, ambos com 90% de ńıvel de confiança [84].

54



CAPÍTULO 3. VIOLAÇÃO DA SIMETRIA DE LORENTZ

Interação Vértice

γ `A `B qν(c
[µ
1 γ

ν] + c
[µ
2 γ

ν]γ5)AB

γ νA νB
1
2
(v2)

[ν
ABγ

µ] (1−γ5)
2

qν

Z0 `A `B qν(c
[µ
3 γ

ν] + c
[µ
4 γ

ν]γ5)AB

Z0 νA νB
1
2
(v4)

[ν
ABγ

µ] (1−γ5)
2

qν

W− `A νB
1√
2
(ρ)

[ν
ABγ

µ] (1−γ5)
2

qν

W− γ `A νB
ie√

2
(ρ)

[ν
ABγ

µ] (1−γ5)
2

W− Z0 `A νB
ie√

2
cot θW (ρ)

[ν
ABγ

µ] (1−γ5)
2

W+W− `A `B
ig
2

(ρ)
[ν
ABγ

µ] (1−γ5)
2

W+W− νA νB − ig
2

(ρ)
[ν
ABγ

µ] (1−γ5)
2

Tabela 3.2: Fatores de vértice obtidos de Eq.(3.88). Aqui qµ representa o momento dos
bósons A, W ou Z.

Figura 3.8: Decaimento hipotético do lépton `i em `j e um fóton.

De uma perspectiva de conservação do momento, o decaimento `i → `j+γ pode ocorrer

desde que a massa do lépton `i seja maior que a massa do lépton `j. No entanto, no Modelo

Padrão, esse decaimento é proibido, portanto, podemos usá-lo para encontrar limites para

os parâmetros de violação da simetria de Lorentz.
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Diretamente, a matriz de espalhamento que descreve o decaimento do diagrama de

Feynman mostrado na Fig. 3.8 é dada por:

〈|M |2〉 =
∑
s,s′,k

|M |2 = −Tr
[
(/q −mi)(Γ

µ
ij)(/q − /k −mj)Γ̄

ν
ij

]∑
k

εµ,kε
∗
ν,k (3.89)

onde Γµij = qν(c
[µ
1 γ

ν] + c
[µ
2 γ

ν]γ5)ij e mi > mj. Utilizando a identidade
∑

k εµ,kε
∗
ν,k =

ηµν − qµqν
q2

e calculando os traços sobre as matrizes gama, obtemos a seguinte expressão:

〈|M |2〉 = −12m2
i

[
− Eq(c2

20(mi(1− y2) + Eq(y − 3)y) + c2
10(mi(1− y2) + Eqy(3 + y))) +

+c20~c2 · ~q(mi(1− y2) + 2Eq(y − 3)y) + c10~c1 · ~q(mi(1− y2) + 2Eqy(3 + y)) +

−y((~c2 · ~q)2(y − 3) + (~c1 · ~q)2(3 + y))
]
, (3.90)

onde y = mj/mi. Com isso, podemos calcular a taxa de decaimento desse processo e,

usando o referencial de repouso do lépton `i, nos dá a seguinte taxa de decaimento:

Γ(`i → `j + γ) =
1

2(4π)2mi

∫
d3~q
〈|M|2〉
EqEkj

δ(mi − Eq − Ekj) =

=
1

2(4π)2mi

∫
dEqE

2
q

1

EqEkj
δ(mi − Eq − Ekj)

∫
dΩ〈|M|2〉 (3.91)

onde

∫
dΩ〈|M|2〉 = −4

3
Eqπ

(
3c2

20(mi(1− y2) + Eq(−3 + y)y) + Eqy(|~c2|2(−3 + y) +

+|~c1|2(3 + y)) + +3c2
10(mi(1− y2) + Eqy(3 + y))

)
(3.92)

E com isso obtemos:

Γ(`i → `j + γ) =
( Eq

8πmiEkj

∫
dΩ

4π
〈|M|2〉

)∣∣∣
Eq=mi−Ekj

=
3 ((c0

1)2 + (c0
2)2)m3

i

4π
+O(mj/mi).

Usando as medidas mais recentes, temos que o tempo de meia vida do múon é dada

por τµ = 3.3 × 1015MeV −1, e para o lépton tau ττ = 4.4 × 108MeV −1 [83]. Com isso
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temos o Branching ratio dado por:

B(µ→ e+ γ) =
Γ(µ→ e+ γ)

τ−1
µ

< 4.2× 10−13 . (3.93)

Com o limite acima obtemos o seguinte limite para a VSL:

|∆12| < 2.11× 10−17MeV −1 (3.94)

onde ∆2
12 =

(
(c0

1,12)2 + (c0
2,12)2

)
. Similarmente utilizando o Branching Ratio B(τ →

µ+ γ) < 4.4× 10−8 [83] obtemos o seguinte limite:

|∆23| < 2.7× 10−13MeV −1 , (3.95)

onde ∆2
23 =

(
(c0

1,23)2 + (c0
2,23)2

)
. Finalmente, temos para o processo τ → e+γ o Branching

Ratio dado por B(τ → e+γ) < 3.3× 10−8 [83]. Assim, obtemos o terceiro limite que será

dado por:

|∆13| < 2.4× 10−13MeV −1., (3.96)

onde ∆2
23 =

(
(c0

1,23)2 + (c0
2,23)2

)
. Reescrevendo os limites obtidos em termos dos 4-vetores

iniciais ξ e ρ temos ∆2 = 1
8
(1 + cos2θW )(ξ0)2 + 1

4
cW sWρ

0ξ0 + 1
16

(1 − cos2θW )(ρ0)2. Os

limites estão agrupados na tabela 3.3 e são mostrados na Fig. 3.9.

Decaimento Limite Superior (MeV −1)

µ→ e+ γ |∆12| < 2.1× 10−17

τ → µ+ γ |∆23| < 2.7× 10−13

τ → e+ γ |∆13| < 2.4× 10−13

Tabela 3.3: Limites doa parâmetros de VSL advindos dos limites experimentais do setor

de LFV.

57



CAPÍTULO 3. VIOLAÇÃO DA SIMETRIA DE LORENTZ

Figura 3.9: Plot das regiões permitidas no espaço de parâmetros ξ0,ij × ρ0,ij. Aqui

i, j = 1, 2 refere-se ao processo µ → e + γ, i, j = 2, 3 ao processo τ → µ + γ e i, j = 1, 3

ao processo τ → e+ γ. Usamos θW = arccos(80/91).

Comentários finais

Neste trabalho, analisamos os setores não diagonais (no espaço de sabores) do modelo

proposto em [82] nos setores dos quarks e leptônico. No setor de quarks, descobrimos

que a rotação gerada pela matriz CKM poderia gerar processos de FCNC, mesmo que os

parâmetros de violação de Lorentz diagonais no espaço de sabor. Percebemos que, através

dos processos FCNC, apenas as componentes espaciais dos 4-vetores ξ e ρ contribuem

para os decaimentos com FCNC e encontramos limites entre |10−8−10−10|MeV−1 usando

os limites experimentais dos processos correspondentes de FCNC. No setor leptônico,

encontramos limites mais fortes (|10−12−10−16|MeV−1) para os componentes não diagonais

dos parâmetros do VSL usando os limites experimentais de violação de sabor no setor

leptônico.
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3.5 Conclusões

Neste capitulo estudamos algumas posśıveis contribuições da violação da simetria de

Lorentz em setores do modelo padrão. Inicialmente estudamos uma modificação espe-

ćıfica da QED, ou seja, o modelo de Carroll-Field-Jackiw no contexto do momento de

dipolo elétrico de léptons no ńıvel de um laço, e descobrimos que o 4-vetor de fundo pode

servir como fonte para um EDM não-zero, que também é explicitamente dependente do

momento. Contudo, devido à dependência do EDM em q = p − p′ mas não em relação

ao momento médio P = p + p′ utilizado nas técnicas para as respectivas medidas, não

conseguimos definir limites nos parâmetros de VSL neste caso.

Em seguida nós investigamos dois acoplamentos de violação de Lorentz não-mı́nimos

espećıficos entre os campos fermiônicos e os campos de calibre, e seus efeitos na seção de

choque diferencial do espalhamento de photon-photon elástico como descrito pela QED.

Por fim, analisamos o setor não-diagonal (no espaço dos sabores) do modelo proposto em

[82] nos setores dos Quarks e no setor leptônico, encontrando bounds para as componentes

temporais e espaciais dos parâmetros de LSV. Esta contribuição nos parece ser pasśıvel

de publicação e deve ser submetida após apreciação da banca.

No caṕıtulo a seguir, apontaremos o foco da tese para a segunda parte de nossa con-

tribuição e mostraremos nosso trabalho no estudo de um modelo de supergravidade em 5

dimensões, bem como as motivações para o estudo deste modelo.
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Caṕıtulo 4

SuperGravidade não-convencional

em Cinco Dimensões

Motivação

Neste caṕıtulo da tese estudaremos um modelo de supergravidade em cinco dimensões

onde a part́ıcula de spin-3/2, parceiro supersimétrico do gráviton que aparece nas teorias

de supergravidade convencional, não estará presente no espectro de part́ıculas. A moti-

vação do estudo deste modelo de supergravidade está baseada no fato de que não há até

o presente momento apontamentos experimentais da existência de uma part́ıcula funda-

mental de spin-3/2. Já a motivação relacionada à dimensionalidade advém da relação

entre uma quinta dimensão e a violação da simetria CP. Consequentemente o modelo

proposto neste caṕıtulo tem como propósito iniciar a análise de uma uma linha de estudo

que conjugue a supergravidade sem gravitino e a violação da simetria CP.

4.1 Introdução

Em cada ponto do espaço-tempo de D dimensões pseudo-Riemanniano, pode-se definir

um espaço localmente plano com métrica de Minkowski:
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ηab =



1 0 · · · 0

0 −1

...
. . .

...

0 · · · −1


a, b = 0, 1, ..., D − 1 (4.1)

Ou seja, coordenadas com ı́ndices a, b são tipo-“frame”ou locais e são relativas ao espaço

tangente do ponto referido. Já as coordenadas curviĺıneas são aquelas que descrevem

pontos do espaço-tempo:

xµ ; µ = 0, 1, ..., D − 1 (4.2)

Todos os campos relativ́ısticos são referidos ao espaço tangente localmente plano. Logo

as transformações de Lorentz em um sistemas de coordenadas geral deve ser locais.

Φ(x)→ Φ(x)′ = Λ(λ(x))Φ(x),Λ(λ) = e1/2λabΣab (4.3)

Onde Σab satisfaz a álgebra de Lie de SO(1, d−1) representada pelo seguinte comutador:

[Σab,Σcd] = i (ηbcΣad − ηacΣbd − ηbdΣac + ηadΣbc) (4.4)

Há D(D−1)
2

Parâmetros λab e geradores Σab. Temos com isso que os geradores terão

representações dadas por:

• Escalar: Σab = 0,

• Espinorial: Σab = 1
4
[γa, γb],

• Vetorial: (Σab)cd = ηacηbd − ηadηbc.
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Definindo a derivada covariante das Transformações de Lorentz Locais (TLL):

DµΦ(x) = ∂µΦ(x) +
1

2
ωabµ ΣabΦ(x) (4.5)

Onde ωabµ é a conexão de spin. Com a definição abaixo fixamos a transformação da

conexão de spin.

(DµΦ(x))′ = Λ(λ)Φ(x)→ D′µ = Λ(λ)DµΛ(λ)−1 (4.6)

Admitindo a transformação de Lorentz desta forma obtemos a forma infinitesimal da

transformação de spin por TLL:

(ωabµ )′ = ωabµ + λacω
cb
µ + λbcω

ab
µ − ∂µλab (4.7)

Ou seja, esta transformação define a conexão de spin como um genúıno campo de Gauge

do grupo SO(1, D − 1) local. Com isso temos, para os seguintes campos, as respectivas

derivadas covariantes sob TLL.

• Campo escalar:

Dµφ = ∂µφ (4.8)

• Campo de Dirac:

DµΨα = ∂µΨα +
1

8
ωabµ [γa, γb]αβΨβ (4.9)

• Campo vetorial:

DµAa = ∂µAa +
1

8
ω b
µa Ab (4.10)

Note que:

[Dµ, Dν ] =
1

2
(∂µω

ab
ν − ∂νω ab

µ )Σab +
1

4
ω ab
µ ω cd

ν [Σab,Σcd]

=
1

2
(∂µω

ab
ν − ∂νω ab

µ + ω bc
µ ωaνc − ω ac

µ ω b
ν c)Σab

=
1

2
R ab
µν Σab (4.11)
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Logo R ab
µν é o field-strength de Lorentz local. Nosso objetivo é chegar a uma formulação

de uma teoria de Gauge clássica descrevendo a geometria de um espaço-tempo D- dimen-

sional, portanto devemos levar em conta duas simetrias, as que geram a construção de

SO(1,D-1) e do grupo das transformações gerais de coordenadas (TGC) em D dimensões.

Com isso temos que uma TGC pode ser representada da seguinte maneira:

xµ → x′µ ≈ xµ + αεµ(x), α <<< 1 (4.12)

Logo, os campos se transformarão como se segue:

Ψ→ Ψ + εµ∂µΨ (4.13)

V µ → V µ + εσ∂σV
µ − (∂σε

µ)V σ (4.14)

Vµ → Vµ + εσ∂σVµ + (∂µε
σ)Vσ (4.15)

Em cada caso, a regra de transformação define a derivada de Lie. A derivada de Lie é

a versão infinitesimal da transformação de tensores:

Tµ(x)′ =
dxσ

dx′µ
Tσ(x) (4.16)

Por definição, a derivada de Lie de um tensor na direção do vetor εµ(x),é igual à:

δTGCT (x) = lim
α→0

T ′(x)− T ′(x)

α
(4.17)

Interpretação: O observador mede a variação de um tensor no deslocamento para um

ponto vizinho, levando consigo o sistema de coordenadas. Assim:

V ′(x′) =
∂x′µ

∂xσ
V σ(x) = (δµσ + α∂σε

µ)V σ(x) = V µ(x) + α(∂σε
µ)V σ(x) (4.18)
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Com isso:

δTGCV
µ(x) = εσ∂σV

µ(x)− (∂σε
µ)V σ(x) (4.19)

Partindo disso chegamos a conclusão que campos definidos com respeito a Lorentz

local (́ındices frame), sob TGC, se comportam como campos escalares. Agora, como se

comporta a derivada covariante (sob TLL) de um campo sob TGC? Continuando com

esta linha de racioćınio temos:

δTGC(DµΦ) = −(∂µε
σ)DσΦ− εσ∂σ(DµΦ) (4.20)

Ou seja, DµΦ é covariante sob TLL e TGC. Mas e DµVν?

(DµVν)
′ = (

∂xλ

∂x′µ
Dλ)(

∂xρ

∂x′ν
)Vρ =

∂xλ

∂x′µ
∂xρ

∂x′ν
(∂λVρ +

1

2
ω ab
λ ΣabVν) +

∂2xρ

∂x′µ∂x′ν
Vρ (4.21)

Note que o último termo é a conexão afim. Na formulação de Gauge devemos representar

as TGC por campos de Gauge assim como fizemos com a conexão de spin para as TLL,

por isso devemos introduzir as d-beins.

Definimos as componentes de um vetor com respeito ao sistema de coordenadas curvi-

ĺıneas como Vµ. Da mesma forma, definimos as componentes de um vetor com respeito ao

sistema de coordenadas ortonormal ao espaço tangente como Va, de tal forma que ambos

se relacionam da seguinte forma:

Vµ(x) = eaµ(x)Va(x) (4.22)

O objeto eaµ é a chamada d-bein, e o objeto Eµ
a é chamada a inversa da d-bein. Elas

obedecem as seguintes propriedades:

eaµE
µ
b = δab , eaµE

ν
a = δνµ (4.23)

64



CAPÍTULO 4. SUPERGRAVIDADE NÃO-CONVENCIONAL EM CINCO DIMENSÕES

Logo, é fácil mostrar que:

VaV
a = VµV

µ (4.24)

e

ηabe
a
µ(x)ebν(x) = gµν(x) (4.25)

A partir destas definições podemos ver que:

Da = Eµ
aDµ (4.26)

existe, já que Dµ é um genúıno vetor. Temos que:

DaVb = Eµ
aDµVb (4.27)

é um tensor sob TLL e um escalar sob TGC. Agora, a derivada que será covariante sob

TGC que manterá o caráter tensorial do objeto é definido como se segue:

∇µVν = eaνDµVa = eaνDµ(Eσ
aVσ) = ∂µVν − Eσ

aDµ(eaν)Vσ = ∂µVν − ΓσµνVσ (4.28)

Ou seja, Γσµν = Eσ
aDµ(eaν) é a conexão afim do espaço em questão. ∇µ é a derivada

covariante sob TGC. Com isso:

∇µΨα = ∂µΨα +
1

8
ωabµ [γa, γb]αβΨαβ (4.29)

∇µΨν = DµΨν − ΓρµνΨρ (4.30)

Onde Ψα e Ψµ são campos espinoriais para spin-1/2 e 3/2, respectivamente. Agora,

como DaΦ é um escalar sob TGC, é fácil mostrar que a d-bein se transforma da seguinte

maneira:

δTGC(eaµ) = −εν∂νeaµ + (∂νεµ)eaν (4.31)
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Ou seja, eaµ se transforma como um campo de Gauge sob TGC.

Como mostrado na eq. (4.11), Rab
µν é o field-strength de Lorentz local, logo a transfor-

mação de Lorentz pode ser completamente covariantizada. Veja agora que:

[Da, Db] = Eµ
aDµ(Eν

bDν)− Eν
bDν(E

µ
aDµ)

= Eµ
aE

ν
b [Dµ, Dν ] + [DaE

α
b −DbE

α
a ]Dα

=
1

2
R cd
ab Σcd + T c

ab Dc (4.32)

Onde temos a chamada torção representada pelo tensor T c
ab = ecα(DaE

α
b − DbE

α
a ).

Partindo do resultado acima podemos agora analisar as identidades de Bianchi. Já que

Dµ é um vetor e o comutador uma operação da álgebra, Dµ respeita a seguinte relação:

[Dµ, [Dν , Dρ]] + [Dν , [Dρ, Dµ]] + [Dρ, [Dµ, Dν ]] = 0 (4.33)

Logo, obtemos:

DµR
ab
νρ +DνR

ab
ρµ +DρR

ab
µν = 0 (4.34)

Agora note que:

DρT
a
µν = DρDµe

a
ν −DρDνe

a
µ

Logo,

DρT
a
µν +DµT

a
νρ +DνT

a
ρµ = [Dρ, Dµ]eaν + [Dµ, Dν ]e

a
ρ + [Dν , Dρ]e

a
µ

Ou seja:

D[µT
a
νρ] −Rab

[µνeρ]b = 0 (4.35)

De forma que o escalar εµνηκR
µνηκ 6= 0 se DµT

µ 6= 0, onde Tµ = εµνηκT
νηκ. Continuando,

podemos, partindo da definição da Torção

T aµν = Dµe
a
ν −Dνe

a
µ (4.36)
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podemos analisar de forma mais detalhada a equação acima, ou seja:

T aµν = ∂µe
a
ν − ∂νeaµ + ωaµbe

b
ν − ωaνbebµ (4.37)

Isolando a conexão de spin ω teremos:

ωcad − ωdac = (∂[µeν]a)E
µ
c E

ν
d + Tcda = Ωcda + Tcda (4.38)

Após algumas iterações obtemos:

ωµad = ecµ(Kcda + ωacd(e)) (4.39)

Onde:

Kcda =
1

2
(Tcda + Tacd − Tdac) (4.40)

é chamada de contorção, e:

ωacd(e) =
1

2
(Ωcda + Ωacd − Ωdac) (4.41)

O termo Ω é chamado de termo de não holonomicidade. Com estes resultados chegamos

as seguintes conclusões para a conexão de spin:

• Se não há torção (T aµν = 0): A conexão de spin pode ser reescrita a partir da d-bein

de forma que os Formalismos de Einstein-Cartan e Relatividade Geral são

equivalentes.

• Se a torção não é nula: A conexão de spin traz novas propriedades além das contidas

na d-bein. A dinâmica do problema será especificado a partir das equações de

movimento do modelo.

Com esta revisão inicial sobre o formalismo da conexão de spin podemos agora focar

nossas atenções para o tema central deste tese. Como visto, não definimos uma dimensão

espećıfica para as definições das TLL. Fixemos agora no caso especial de D=5. A álgebra
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de Clifford em 5 dimensões é dada por:

{γa, γb} = 2ηab , γa = {γ0, γ1, γ2, γ3, γ5} (4.42)

Utilizando a definição das matrizes de Dirac acima podemos escrever a equação de Dirac

em 5 dimensões, partindo da eq. (4.29), de forma que teremos:

(ieµaγ
a∇µ +m)Ψ = 0 (4.43)

Segundo [85], em um cenário de redução dimensional do tipo Kaluza-Klein, onde a quinta

dimensão é tomada como uma coordenada periódica e ignorando contribuições advindas

da contorção, obtemos a seguinte equação de Dirac:

(iγi(∂i + ieAi) +M − 1

16M
(m

e

µ
− ieγ5)Fijγ

5[γi, γi])Ψ = 0 (4.44)

onde i, j = 0, 1, 2, 3, M =
√
m2 + µ2 e µ−1 define o raio da quinta dimensão compactifi-

cada. Fica claro que este formalismo nos gera naturalmente momentos de dipolo magné-

ticos (MDM) e momento de dipolo elétricos (EDM) dados por dMDM ≈ 1
M

e dEDM ≈ m
µM

.

Embora o modelo seja simples demais para explicar a fenomenologia das part́ıculas do

modelo padrão, é importante notar o aparecimento de MDM e EDM já em ńıvel clássico.

Nosso argumento neste caṕıtulo é guiado por este resultado, ou seja, partimos do resul-

tado que o EDM dos léptons pode estar relacionado com uma quinta dimensão e com a

estrutura interna do espaço-tempo representada pelo formalismo das TLL.

Super-Simetria

Como é sabido, a teoria de campos em geral é baseada na relatividade restrita for-

mulada por Einstein no inicio do século XX. Portanto, ao adotarmos essa base teórica

para formulação da definição das part́ıculas e campos devemos entender a estrutura do

espaço-tempo. Como veremos, essa estrutura nos dará as pistas necessárias para a intro-

dução de uma simetria de novo tipo, a chamada super-simetria. Em outras palavras, a
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super-simetria se mostra como uma simetria do espaço-tempo.

Como já mostrado, o grupo de Lorentz é definido como o grupo que representa as

transformações lineares de coordenadas, ou seja

xµ → x′µ = Λµ
νx

ν (4.45)

é o conjunto de transformações que mantém distâncias ηµνx
µxν invariantes, onde ηµν =

diag(-1,1,...,1) é uma matriz d×d dimensional. Esse grupo é o chamado grupo de Lorentz

e é representado como SO(1, d − 1). Essas transformações representam as rotações e

os chamados boosts de Lorentz e estão relacionados com mudanças de referencial. De

um ponto de vista infinitesimal podemos descrever a distância no espaço-tempo como

ds2 = ηµνdx
µdxν e com isso encontramos a estrutura chamada de cone de luz, onde

ds2 = 0. É nessa estrutura que a informação se propaga, uma vez que reconheçamos que

a informação viaja na velocidade da luz. No limite de altas energias todo objeto tenderá

a se localizar somente no cone de luz. Portanto, a estrutura do cone de luz é essencial

para entendermos a f́ısica em altas energias.

Vamos então analisar de maneira mais cuidadosa essa estrutura interna encontrada no

espaço-tempo. Pela definição, o cone de luz será invariante sob transformações do grupo

de Lorentz. Mas há outras transformações que o cone de luz é invariante que o espaço-

tempo em si não é. Admitindo uma transformação do tipo xµ → x′µ = λxµ, onde λ ∈ R,

vemos que ds2 → ds′2 = λ2ds2 = 0, ou seja, o cone de luz é invariante sob a transformação

acima. Essa transformação é chamada de transformação de escala. Além de invariante

sob o grupo de Lorentz e sob transformação de escala, o cone de luz também é invariante

sob translações do tipo xµ → x′µ = xµ + εµ onde εµ é um vetor constante. O conjunto

de transformações dados pelo grupo de Lorentz, transformação de escala e translações

formam o chamado grupo de Weyl.
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Apesar do grupo de Weyl conter várias simetrias do cone de luz, ele não representa

o conjunto mais geral de transformações que o deixam invariante. O grupo com esse

papel é o chamado Grupo Conforme. Admitindo que a transformação mais geral possa

ser parametrizada por δxµ = ξµ(x). Para que o cone de luz seja invariante sob essa

transformação genérica pode se mostrar que o vetor ξ(x) respeitará a seguinte equação.

∂µξν + ∂µξµ −
1

d− 2
ηµν∂αξ

α = 0 . (4.46)

A equação acima é chamada de equação de Killing. A solução dessa equação para d 6= 2

é dada por:

ξµ = εµ + ωµνxν + λxµ + (xνx
ν)aµ − (2aνx

ν)xµ (4.47)

onde εµ, ωµν , λ e aµ são constantes e ωµν = −ωνµ. Estes parâmetros de transformação

acima parametrizam as transformações do grupo conforme. Aqui se encontra o ponto

central da relação entre o cone de luz e a supersimetria. Para exemplificar vamos fixar

d = 4. É posśıvel mostrar que o parâmetro de transformação ξ(x) pode ser escrito em

termos de parâmetros fermiônicos mais fundamentais. Seja α0, α1, β0 e β1 espinores de

Majorana tais que possamos escrever α = α0+ixµγ
µα1 e β = β0+ixµγ

µβ1. Logo, podemos

escrever o parâmetro ξ da seguinte forma:

ξ(x) = iᾱγµβ. (4.48)

Com isso, da Eq. (4.47) obtemos εµ = iᾱ0γ
µβ0, ωµν = i

2
(ᾱ0γ

µνβ1 + β̄0γ
µνα1), λ =

(ᾱ0β1 + ᾱ1β0) e aµ = ᾱ1γ
µβ1. Ou seja, a partir de estruturas espinoriais podemos des-

crever o conjunto de transformações nais quais o cone de luz é invariante (Por trás desta

propriedade está o grupo superconforme).

Visto que existe uma estrutura espinorial subjacente às simetrias do cone de luz, se

tornou natural formular transformações unitárias diretamente a partir dos parâmetros

espinoriais em vez de uma simetria a partir dos bilineares fermiônicos. Partindo das

propriedades dos espinores de Majorana em 4 dimensões (podemos formular analogamente
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em outras dimensões, desde que seja posśıvel descrever espinores de Majorana) podemos

descrever um operador que representa uma carga de caráter fermiônico Q que, juntamente

com um parâmetro de mesma natureza ε, forma a seguinte transformação unitária

U(ε) = eiQ̄ε (4.49)

onde a matriz U obedece U † = U−1, ou seja, é uma matriz unitária. Desta forma, essa

transformação pode ser implementada em uma ação sem gerar problemas para a matriz

S. Essa transformação agindo sob um campo bosônico Φ, admitindo ε infinitesimal nos

gera uma variação dada por δΦ = iε̄(QΦ). Isso significa que o operador Q transforma o

campo bosônico Φ em um campo de caráter fermiônico, Ψ, por exemplo, e QΦ ∝ Ψ. Aqui

está o Cerne da simetria entre bósons e férmions no qual a supersimetria é conhecida.

Neste caṕıtulo utilizaremos a notação de formas, ou seja,

T =
1

p!
Tµ1µ2...µpdx

µ
1 ∧ dx

µ
2 ∧ ... ∧ dxµp =

1

p!
Tµ1µ2...µpdx

µ
1dx

µ
2 ...dx

µ
p

é uma p-forma. Temos uma p-forma P e uma q-forma Q respeitam a seguinte regra

PQ = (−1)pqQP e a regra de Leibnitz d(PQ) = dPQ+ (−1)pPdQ.

Nosso trabalho é inspirado em uma série de trabalhos recentes na chamada supersimetria

não-convencional [86–88]. De maneira resumida temos que, para uma simetria de Gauge

U(1) para o setor de spin-1 e partindo dos campos de Gauge escritos da seguinte forma:

A = AK + Q̄Γψ + ψ̄ΓQ + faPa + 1
2
ωabJab, com A o campo do fóton, ψ o campo do

elétron, fa um campo que será identificado a posteriori, ωab a conexão de spin e Γ = γae
a,

{K, Q, Pa, Jab} são os geradores de U(1), SUSY, translações e Transformaçõs de Lorentz,

respectivamente. A álgebra do supergrupo pode ser vista em Ref. [86].

Podemos definir uma simetria de Gauge δA = DΛ, onde, em componentes, temos a

0-forma Λ(x) = αK + Q̄ε + ε̄Q + αaPa + 1
2
αabJab. Detalhadamente, a transformação do

campo de Gauge é dado por;
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• δA = −(ε̄Γψ + ψ̄Γε)

• δ(Γψ) = dψ + (iA+ sfaγa + 1
2
ωabγab)ψ =

−→
∇ψ

• δfa = − i
s
(ε̄γaΓψ + ψ̄Γγaε)

• δωab = i(ε̄γabΓψ + ψ̄Γγabε)

onde s = 1 (s = i) no caso tipo AdS (dS). O Field-strength do campo A será dado

por F = dA + 1
2
[A,A} = FK + F̄Q + Q̄F + F aPa + 1

2
F abJab, com [ , } representando o

(anti-)comutador. Suas componentes são [86]:

• F = dA+ i
2
ψ̄ΓΓψ

• ξ = d(Γψ) + (iA+ sfaγa + 1
2
ωabγab)(Γψ) =

−→
∇(Γψ)

• ξ̄ = d(ψ̄Γ)− ψ̄Γ(iA+ sγafa + 1
2
γabωab) = (ψ̄Γ)

←−
∇

• F a = dfa + ωabf
b + i

2s
ψ̄Γ(γaΓ)ψ = Dωf

a + i
2s
ψ̄Γ(γaΓ)ψ

• F ab = Rab + s2faf b + i
2
ψ̄Γ(γabΓ)ψ

Onde γab = [γa, γb] e Rab = dωab + ωacω b
c . Define-se o dual de Hodge no espaço-tempo

?F = ∗FK + Q̄γ5ξ + ξ̄γ5Q + Υ[F aPa + 1
2
RabJab], onde Υ é definido na Ref. [86]. Basta

sabermos que, uma vez que Υ comuta com K e Jab, mas não com Ja e Q, para entendermos

que a forma quadrática resultante é invariante sob SO(1, 3)⊗U(1), em vez de ser invariante

sob toda a Supersimetria. Pode-se então construir uma ação tipo Yang-Mills, ou seja [86]:

SYM = −1

4

∫
〈F ? F〉 = −1

4

∫
2F ∗ F + 4iξ̄(γ5)ξ +

1

4
εabcdF

abF cd (4.50)

Onde foi necessário a utilização das identidades 〈KK〉 = 2, 〈Q̄Q〉 = −〈QQ̄〉 = 2i,

〈P aΥP b〉 = 0, 〈JabΥJcd〉 = εabcd. Após algumas simplificações, podemos reescrever a ação

(4.50) da seguinte forma:

SYM =

∫
[LF + LEM ]

√
−gd4x− 1

16
εabcd(R

ab + s2µ2eaeb)(Rcd + s2µ2eced) (4.51)
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Onde identificamos fa = µea, LEM = −1
4
F µνFµν e LF = i

2
ψ̄(
−→
/∇ −

←−
/∇)ψ + 4µψ̄ψ −

istµψ̄Γµγ5ψ− 3
µ2

[(ψ̄ψ)2−(ψ̄γ5ψ)2],
−→
/∇ =

−→
/d −i /A+ 1

2 /ω,
←−
/∇ =

←−
/d +i /A− 1

2 /ω e tµ = 1
3!
εµναβTναβ,

onde Tµνα = eαa(Dω)[µe
a
ν] [86].

Analisando o resultado, podemos ver que ele reproduz fielmente uma teoria de campos

em espaço-tempo curvo com torsão não-dinâmica gerada pela presença de férmions, como

esperado. Porém, ele depende completamente da escolha do dual de hodge ? (Para ser

exato, como pode ser visto em Ref [86], a escolha foi feita de forma que reproduzisse a

QED e a gravitação da forma em que está. Uma outra escolha de ? poderia gerar na

ação componentes fermiônicas com derivadas segundas, não respeitando mais a forma da

Lagrangeana de Dirac. A seguir, discutiremos os principais aspectos necessários para uma

implementação da ideia acima em um modelo topológico em 5 dimensões.

4.2 Supergravidade em 5 dimensões sem gravitino

Esta seção é baseada no trabalho publicado “On a five-dimensional Chern–Simons AdS

supergravity without gravitino.” [89]. Este trabalho foi feito em colaboração com Prof.

Dr. J.A. Helaÿel-Neto.

Um método alternativo para construir uma teoria super simetrica (SUSY) é imple-

mentando uma teoria de gauge para uma super álgebra que inclui um grupo de calibre

interno, G, juntamente com uma álgebra de SO(1, D − 1) local configurado de tal forma

que conecte essas duas simetrias através de supercargas fermiônicas [86–88]. Partindo

destas referências, o multiplete de campos é composto por um campo (não-) abeliano A,

um férmion de Dirac de spin-1/2, ψ, a conexão de spin, ωab, a d-bein, ea e campos de

calibre adicionais que completam os graus de liberdade para realizar o super simetriza-

ção. Estes campos adicionais são dependentes da estrutura do grupo e o espaço-tempo

que pretendemos trabalhar. Diferentemente das construções padrão da supersimetria, as

representações dos campos aqui não são todas iguais. O espinor de Dirac se transforma

sob a representação fundamental, enquanto a conexão de calibre pertence à representação
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adjunta de G. Neste quadro, a métrica é completamente invariante sob as simetrias G,

SO(1, D − 1) e SUSY.

Devido às propriedades acima, o modelo exibe diferenças importantes em comparação

com os modelos de SUSYs padrão. Por exemplo, não há o problema com a degenerescência

das massas entre bósons e férmions, nem um igual número de graus de liberdade de bósons

e férmions. Não há sequer um férmion de spin-3/2, ou seja, um gravitino, no espectro do

modelo [86–88].

É notável que, em dimensões impares, a forma de Chern-Simons (CS) é quase invariante

sob o supergrupo todo. Por outro lado, no caso de D= 2n dimensões, a simetria pode

dividir-se divide-se em G×SO(1, D−1). Como mostrado na seção anterior, para D = 4, o

super-grupo não tem nenhum supertraço invariante, e esta é a razão por que a estrutura do

supergrupo se decompõe. A ação em quatro dimensões deve ser vista como uma descrição

efetiva, devido a, por exemplo, um acoplamento fermiônico quártico que aparece e impede

que o modelo seja renormalizável [86–88].

O paradigma que o procedimento ainda mantém em relação à SUSY padrão é que fér-

mions e bósons podem ser combinados em uma única representação não-trivial de um

supergrupo. As diferenças, entretanto, aparecem no cenário onde a SUSY se manifesta.

Nesta proposta, SUSY é uma extensão das simetrias do espaço tangente . Uma vez que fér-

mions de Dirac se encontrem na representação [(1
2
, 0)⊕ (0, 1

2
)] do grupo de Lorentz, SUSY

é implementada como uma extensão das simetrias do espaço tangente. Esta abordagem

permite-nos implementar a SUSY em qualquer variedade, implementando as simetrias do

fibrado tangente. Outra diferença é encontrada nas representações dos campos [86].

O modelo de supergravidade AdS5 é um modelo baseado em uma extensão do modelo de

gravidade AdS5. Baseado na abordagem de SUSY local sem gravitino [86] e na estrutura

do grupo SO(4, 2), nos propomos uma 1-forma , com papel de conexão de calibre, da
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seguinte forma:

Â = êaJa +
1

2
ω̂abJab + ÂkTk + (ψ̄rΓ̂Qr + Q̄rΓ̂ψr) + b̂K, (4.52)

Onde ˆ se refere à formas 5-dimensionais; Γ̂ = êaγa, com a, 0, ..., 4; k = 1, ...,N 2 − 1 e

r = 1, ...,N . Esta 1-forma tem valor na super-algebra de SU(2, 2|N ), nos quais o setor

bosônico tem valor no subgrupo SU(2, 2)⊗SU(N )⊗U(1), onde SU(2, 2) ' SO(4, 2) [90].

A transformação infinitesimal desde campo de Calibre é dado por δÂ = d̂ε + [Â, ε}

com ε = εaJa + 1
2
εabJab + εkTk + χ̄rQr + Q̄rχr + εbK. O śımbolo [, } representa o super

comutador, comumente utilizado em super-álgebras (Ver Apêndice III). Em componentes,

a transformação infinitesimal é dada por:

δêa = d̂εa + ω̂abεb + εabêb +
1

2
(ψ̄rΓ̂γaχr + χ̄rγaΓ̂ψr) , (4.53a)

δω̂ab = d̂εab + ω̂acε bc + ω̂bcε ac +
1

4
(ψ̄rΓ̂γabχr + χ̄rγabΓ̂ψr) , (4.53b)

δÂk = d̂εk + fklmÂlε
m − i(ψ̄r(τ k) s

r Γ̂χs + χ̄rΓ̂(τ k) s
r ψs) , (4.53c)

δ(Γ̂ψr) = ~̂∇χr (4.53d)

δb̂ = d̂εb + i(ψ̄rΓ̂χr + χ̄rΓ̂ψr) , (4.53e)

Onde ~̂∇χr = d̂χr + [i(1
4
− 1
N )b̂+ 1

2
êaγ

a + 1
4
ω̂abγ

ab]χr + Âk(τ
k) s
r χs.

Com o campo de calibre definido, podemos agora construir o Field-Strength F̂ = d̂Â+

1
2
[Â, Â}. In componentes, nós temos F̂ = F̂ aJa + 1

2
F̂ abJab + F̂ kTk +

¯̂
ΘrQr + Q̄rΘ̂r + FK,

onde em componentes temos:

F̂ a = d̂êa + ω̂abê
b + ψ̄rΓ̂γaΓ̂ψr = D̂ω̂ê

a + ψ̄rΓ̂γaΓ̂ψr , (4.54a)

F̂ ab = R̂ab + êaêb +
1

2
ψ̄rΓ̂γabΓ̂ψr , (4.54b)
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F̂ k = d̂Âk + fklmÂ
lÂm + ψ̄rΓ̂(τ k) s

r Γ̂ψs , (4.54c)

Θ̂r = ( ~̂∇)sr(Γ̂ψs) ,
¯̂
Θr = ( ~̂∇)sr(ψ̄

sΓ̂) , (4.54d)

F̂ = d̂b̂+ iψ̄rΓ̂Γ̂ψr, (4.54e)

Onde R̂ab = d̂ω̂ab + ω̂acω̂ b
c . Nas próximas sessões, iremos analisar as transformações de

supersimetria e veremos como o setor do gravitino é suprimido neste modelo.

4.2.1 Transformação de Supersimetria

No trabalho da ref. [87], para garantir que nenhum gravitino apareça no espectro em

uma ação de Chern- Simons 3-dimensional, os autores mostram que a“dreibein”permanece

invariante sob transformações de Gauge e supersimetria, mas se transforma como um vetor

no âmbito do subgrupo de Lorentz . Para fazermos isso, neste caso devemos olhar para as

transformações de SUSY. Na parte fermiônica, temos δ(Γ̂ψr) = ~̂∇χr, onde χ é o parâmetro

SUSY local. Qualquer vetor com ı́ndice espinorial pode ser dividido em representações

irredut́ıveis 1⊗1/2 = 3/2⊕1/2 do grupo de Lorentz. Então, para ξαa = (P3/2 +P1/2)abξ
α
b =

φαa +Ψα
a , onde (P3/2)ba = δba− 1

5
γaγ

b = δba−(P1/2)ba são os projetores , φαa são as componente-

3/2 e Ψα
a são as componentes-1/2. Portanto, temos (P3/2)baγbψ = 0, por definição. As

transformações de SUSY nos rende:

δ(Γ̂ψr) = δêaγaψr + êaγaδψr = ~̂∇χr. (4.55)

Aplicando o projetor P3/2 na a equação acima, nós encontramos

(P3/2) ν
µ ∇̂νχr = 0 , (4.56)

que implica em ∇̂χr = êaγaρr, para um spinor arbitrário ρ. Esta condição garante que

as transformações de simetria fechem “off-shell“ sem a necessidade de introduzir campos

auxiliares [87]. Com a aplicação do projetor P1/2 na equação (4.55) obtemos que, sob

SUSY, δψr = ρr e δêa = 0. O spinor ρr obedece a equação de Killing; o número de spinores
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de Killing define o número de SUSY mantidos, ou seja, supersimetrias respeitadas pelos

vácuo [87]. Por exemplo, se ρr = 0, temos χr = constant (covariantemente constante), e

obtemos um SUSY global. Para uma solução geral, uma análise do Hamiltoniano deve

ser efetuada para extrair a solução exata para os parâmetros da SUSY [88].

4.2.2 Ação topológica em 5 dimensôes

A ação topológica pode ser descrita como uma ação tipo Chern-Simons em 5 dimensões

[90]:

S5D =

∫
〈AFF − 1

2
FAAA+

1

10
AAAAA〉, (4.57)

onde 〈...〉 representa o super-traço. Os únicos super-traços não-nulos são os seguintes:

〈JaJbcJde〉 = −1

2
εabcde , 〈T iT jT k〉 = −f ijk

〈KJabJcd〉 = −1

4
ηab,cd , 〈KT iT j〉 = − 1

N
δij

〈KJaJb〉 = −1

4
ηab , 〈KKK〉 =

1

N 2
+

1

42

〈Q̄α
r JabQ

s
β〉 = − i

4
(Γab)

α
βδ

s
r , 〈Q̄α

r T
iQs

β〉 = − i
2
δαβ (τ i)sr

〈Q̄α
r JaQ

s
β〉 = − i

2
(Γa)

α
βδ

s
r , 〈Q̄α

rKQs
β〉 = −1

2
(
1

4
+

1

N
)δαβ δ

s
r

Utilizando as definições acima, podemos descrever a ação em termos das componentes

S5D = SG + SSU(N ) + SU(1) + Sf , onde:

SG = −1

2
εabcde

∫
F̂ abF̂ cdêe − 1

2
F̂ abêcêdêe +

1

10
êaêbêcêdêe , (4.58)

SSU(N ) = −
∫
Tr
[
ÂF̂F̂− 1

2
ÂÂÂF̂ +

1

10
ÂÂÂÂÂ

]
+

+
i

2
Â · ψ̄rΓ̂(∇̂τ∇̂) s

r Γ̂ψs , (4.59)
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SU(1) =

∫
(

1

N 2
+

1

42
)b̂(F̂ )2 + b̂

(
− 1

4
F̂ abF̂ab −

1

4
F̂ aF̂a +

− 1

N
F̂ iF̂i +

1

2
(
1

4
+

1

N
)ψ̄rΓ̂(∇̂2) s

r Γ̂ψs

)
,

(4.60)

Sf = i

∫
ψ̄rΓ̂R̂ s

r (∇̂Γ̂ψ)s + c.c. , (4.61)

Onde,

(∇̂2)sr =
[1
4

(R̂ab + êaêb)γab +
1

2
T̂ aγa + i(

1

4
− 1

N
)d̂b̂
]
δsr +

+
[
d̂Âk + fkk

′k′′Âk
′
Âk
′′]

(τ k)sr , (4.62)

(∇̂τ k∇̂)sr = (∇̂2)s
′

r (τ k)ss′ , (4.63)

e

R̂ s
r =

[
− 1

4
F̂ abγab −

1

2
F̂ aγa +

i

2
(
1

4
+

1

N
)F̂
]
δ s
r + F̂ i(τi)

s
r . (4.64)

Devemos alertar para o fato que, uma vez que R̂s
r ⊃ Γ̂Γ̂δsr , a componente fermiônica da

ação Sf gera uma ação tipo Dirac para os fermions (Sf ⊃
∫
d5xψ̄r /Dψr). Outro ponto a

ser explicitado é que a componente bosônica não é modificada em comparação com a com-

ponente bosônica da ação da supergravidade AdS 5-dimensional [90]. A diferença reside

no setor fermiônico e como esse setor fermiônico age como fonte para o setor bosônico.

4.2.3 Transformações de Gauge e equações de movimento

A ação tipo Chern-Simons 5-dimensional se transforma sob uma transformação de

Gauge como δS5D =
∫
〈FFδA〉. Podemos utilizar esta identidade para escrever as equa-

78
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ções de movimento em termos de suas componentes, e elas são escritas da seguinte forma:

δêa → −1

2
εabcdeF̂

bcF̂ de − 1

4
F̂bF̂ −

i

2
¯̂
ΘrγaΘ̂r = 0 , (4.65)

δω̂ab → −1

2
εabcdeF̂

cdF̂ e − 1

4
F̂abF̂ −

i

2
¯̂
ΘrγabΘ̂r = 0 , (4.66)

δb̂ → −1

4
F̂ abF̂ab −

1

4
F̂ aF̂a −

1

N
F̂ iF̂i + (

1

N 2
− 1

42
)(F̂ )2 +

−1

2
(
1

4
− 1

N
)
¯̂
ΘrΘ̂r = 0 , (4.67)

δÂi → f ikjF̂ jF̂ k +
1

N
F̂iF̂ +

i

2
¯̂
Θr(τ i)srΘ̂s = 0 , (4.68)

R s
r Θ̂s = 0 . (4.69)

Pode ser mostrado que F = 0 é uma solução para as equações de campo. Vamos então

analisar esta solução particular. EM componentes nós temos:

F̂ a = 0→ T̂ a = D̂ω̂ê
a = −ψ̄rΓ̂γaΓ̂ψr (4.70a)

F̂ ab = 0→ R̂ab + êaêb = −1

2
ψ̄rΓ̂γabΓ̂ψr (4.70b)

F̂ k = 0→ d̂Âk + fklmÂ
lÂm = −ψ̄rΓ̂(τ k) s

r Γ̂ψs (4.70c)

F̂ = 0→ d̂b̂ = −iψ̄rΓ̂Γ̂ψr. (4.70d)

Importante notar algumas estruturas peculiares das soluções acima. Por exemplo, se

pegarmos a 3-forma Ŝ = êaT̂
a, nós temos que Ŝ = −ψ̄rΓ̂Γ̂Γ̂ψr = i ? d̂b̂, onde ? representa

o operador de Hodge na variedade 5 dimensional. Porém, utilizando as identidades de
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Cartan, temos que d̂(êaT̂
a) = T̂ aT̂a − êaêbR̂ab. Por força desta identidade, encontramos

as seguintes equações:

id̂ ? d̂b̂ = T̂ aT̂a − êaêbR̂ab. (4.71)

Por outro lado, definindo a seguinte co-derivada d̂† = ?d?, podemos introduzir o ope-

rador Laplaciano, �̂ = d̂†d̂ + d̂d̂†, e, escolhendo a condição de Calibre d̂†b̂ = 0, temos:

�̂b̂ = ?(T̂ aT̂a − êaêbR̂
ab). Portanto, o campo b̂ tem uma dinâmica na qual respeita a

equação acima.Desta forma, podemos interpretar que o setor topológico é fonte para o

campo b̂, com valor em U(1). Continuando, se a “fünfbein” é invert́ıvel, podemos definir

a seguinte operação em uma n-forma, (ÊacV̂ a) = Êµ
a V̂

a
µµ1µ2...µn−1

dxµ2 ...dxµn−1 = V̂ , onde

Êµ
a é a inversa da “fünfbein”, i.e., (Êacêb) = δba. Portanto, podemos definir a 1-forma

T̂ = (ÊacT̂ a) = 10 ? (êaêbR̂
ab). Assim, a equação (4.71) pode ser reescrita da seguinte

forma

�̂b̂ = ?(T̂ aT̂a)−
1

10
T̂ . (4.72)

Aqui nós omitimos a estrutura fermiônica da torção por simplicidade. Este resultado

nos mostra que, com esta solução particular, a torção é a única fonte para o campo b̂ e é

uma excitação propagante neste espaço-tempo 5 dimensional.

4.2.4 Redução Dimensional

Em nossa notação temos que os ı́ndices a = 0, ..., 4 = I, 4; onde I se refere a o grupo

SO(1, 3), o grupo de Minkowski. Portanto, os campos podem ser separados da seguinte

forma [91,92].

ω̂ab = {ω̂IJ , λb̂I} , êa = {êI , ê4} . (4.73)

Onde λ é um fator numérico real qualquer. Além disso, também estamos interessados em

considerar a ação em sua versão 4-dimensional; portanto, devemos separar as coordenadas

como xα = (xµ, χ) e as 1-formas podem ser reescritas como se segue:

ω̂IJ = ωIJ + ωIJχ dχ ; b̂I = bI + bIχdχ (4.74)
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êI = eI + eIχdχ ; ê4 = e4 + e4
χdχ (4.75)

b̂ = b+ bχdχ ; Âk = Ak + Akχdχ . (4.76)

Uma vez que as matrizes Gamma em 5 dimensões podem ser escritas como γa = (γI , γ5),

temos então:

Γ̂ = γIeI + γ5e
4 +

[
γI(eI)χ+ γ5e

4
χ

]
dχ . (4.77)

Como podemos ver, a equação F = 0 satisfaz as equações de movimento para a ação to-

pológica. Portanto, podemos analisar esta solução em termos das suas componentes(Veja

5).

NOTA - Fixação de Calibre de Chamseddine : Na redução dimensional da ação

de Chamsedinne em 5 dimensôes para a ação em 4 dimensões da gravitação [91], pode ser

mostrado que podemos fixar e4 = eIχ = bI = ωIJχ = 0, devido à condição ∂χf = 0, para

qualquer campo f . Entretanto, em nosso caso, essa condição não é mais posśıvel, devido

ao caráter supersimétrico das transformações. Se quisermos preservar a SUSY devemos

utilizar uma fixação de calibre diferente. A questão central é: qual será a fixação de

calibre que mantém a supersimetria e retira os graus de liberdade espúrios. Utilizando as

equações de Killing, temos que δSUSY ê
a = 0, por construção. Portanto, podemos fixar, a

principio, e4 = eIχ = 0, porém devemos manter bI e ωIJχ .

Visto que a “fünfbein” não se transforma sob supersimetria, a analise da transformação

residual de êa nos traz algumas pistas sobre o “ansätze” que podemos assumir para a

“fünfbein”. Uma possibilidade de “ansätze” é mostrada na seção seguinte.

4.2.5 Redução dimensional tipo Randall-Sundrum

O modelo de Randall-Sundrum (RS) é um modelo desenvolvido para tentar resolver o

problema de hierarquia do Modelo Padrão. Sua consequência mais importante é que um

espaço-tempo com 4 + n dimensões não compactas pode ter perfeita compatibilidade com
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a gravitação experimental. A razão pela qual as declarações acima podem ser verdadeiras

é que um background curvo pode suportar um estado ligado do “higher-dimensional”

graviton localizado nas dimensões extras. Portanto, embora o espaço 4+n dimensional

seja realmente infinito em extensão, o graviton está confinado a uma pequena região

dentro deste espaço. Uma rica discussão do tema pode ser encontrada em [93–95]. Como

veremos a seguir, essa estrutura do espaço-tempo gerará uma redução dimensional que

será compat́ıvel com o formalismo no-gravitini no nosso modelo.

Um ansatz tipo RS fora proposto assumindo que a geometria do espaço-tempo 5 di-

mensional obedece a seguinte estrutura [93–95]:

ds2
5D = e−2σ(χ)gµν(x)dxµdxν +G(χ)2dχ2 . (4.78)

Podemos traduzir a equação acima (4.78) em termos da seguinte fünfbein:

êaα =

h
I
µ(x)e−σ(χ) 0

0 G(χ)

 , (4.79)

Onde σ é chamada de função conforme. Uma escolha especial e uma aplicação deste

ansatz em AdS SUGRA pode ser vista no trabalho de Garavuso e Toppan [96]. A métrica

4 dimensional pode ser escrita como gµν(x) = ηIJh
I
µh

J
ν . Esse “ansätze” fixa e4 = eIχ = 0.

Isto poderia, em principio, ser um problema para o modelo proposto aqui. Mas devido a

condição sem gravitino, o que vemos é exatamente o contrário, o “ansätze” é adequado às

transformações de super simetria. Continuando, a inversa da “fünfbein” será dada por:

Êα
a =

(h−1(x)) µ
I e

σ(χ) 0

0 1
G(χ)

 , (4.80)
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onde assumimos que hIµ tem uma inversa, ou seja, hIµ(h−1)Jµ = ηIJ . Esta proprie-

dade abre a oportunidade de definir a inversa da vielbein (em 4 dimensões). Temos

que eI = e−σhIµdx
µ = eIµdx

µ, que implica em eIµeνI = gµν . Portanto, podemos defi-

nir Eµ
I = eσ(h−1)µI de forma que eIµE

µ
J = δIJ . Definimos também uma operação si-

milar à “c” em 4 dimensões e com isso podemos reescrever a identidade acima como

Eµ
J e

I
µ = (EJceI) = δIJ . Iremos utilizar esta operação daqui em diante, e o caráter 4 di-

mensional ficará impĺıcito nas formas sem o simbolo “ ˆ ”. Agora podemos analisar as

equações de campo F = 0. Este “ansätze” nos mostra uma torção respeitará a seguinte

equação:

deI + ωIJe
J = T I = −ψ̄rΓγIΓψr , (4.81a)

− σ′eI + ωIJχ eJ = −Gψ̄rΓγIγ5ψr , (4.81b)

λbIeI = −ψ̄rΓγ5γ
IψreI , (4.81c)

λbIχeI = −Gψ̄rγIψreI , (4.81d)

onde σ′ = ∂χσ, e utilizamos γ2
5 = 1. Note que a primeira equação nos traz a informação

que a torção do espaço 4 dimensional é encontrada algebricamente em termos de bilineares

fermiônicos. De maneira geral, um tensor com a estrutura da torção pode ser escrito da

seguinte forma:

T IJK =
1

3
(δIJtK − δIKtJ) +

1

6
εIJKLs

L + qIJK , (4.82)

onde o tensor q tem traço e pseudo-traço nulos e em geral é descartado. Portanto, pela

primeira equação do conjunto de equações das componentes da torção, vemos que po-

demos escrever uma 3-forma S de forma que S = eIT
I = −ψ̄rΓΓΓψr e uma 1-forma

T = (eIcT I) = −4ψ̄rΓψr, ambas componentes da 2-forma torção, T IJK = (eKceJcT I) =

−ψ̄rγJγIγKψr, ou seja:

tI = −ψ̄rγIψr ; sI = −ψ̄rγIγ5ψr ; qIJK = 0 . (4.83)
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Seguindo esta linha de racioćınio, a partir da segunda equação, temos que σ′(χ) =

4G(χ)ψ̄rγ5ψr. Em outras palavras, temos uma relação direta entre a função conforme, σ,

a componente χ da fünfbein, G(χ), e o bilinear fermiônica pseudo-escalar, ψ̄rγ5ψr. No

caso onde ψ̄rγ5ψr = 0, (ou seja, uma solução de vácuo simples ψr = 0) a derivada da

função conforme será alguma constante arbitrária. Podemos ver diretamente que ωIJχ =

−Gψ̄rγIJγ5ψr, λb
I = −ψ̄rΓγ5γ

Iψr e λbIχ = −Gψ̄rγIψr = GtI . A única componente da

conexão de spin que não será escrita somente por bilineares fermiônicos será a conexão de

spin 4 dimensional ωIJ .

Utilizando as equações de movimento e a simetria conforme global êa → `êa , ψr →

`−1ψr, presente da conexão por construção, podemos expressar o escalar de Ricci em

termos das seguintes equações:

R(ω̃) = − 8

`2
− 2`2(ψ̄rγIJγ5ψr)(ψ̄

sγIJγ5ψs) +

−10 ψ̄rψr +
4

3
`2(ψ̄rγIψr)(ψ̄

sγIψs) +

+
`2

24
(ψ̄rγIγ5ψr)(ψ̄

sγIγ5ψs)− 4`2(ψ̄rγ5ψr)
2 ,

(4.84)

Onde a conexão de spin é escrita como ωIJ = ω̃IJ + KIJ , com KIJ sendo a 1-forma

contorção, relacionas com a torção pela relação T I = D(ω̃)eI + KI
Je

J = KI
Je

J e KI =

(EJcKIJ) = tI . A Eq.(4.84) é a principal resultado deste trabalho. Independentemente

das posśıveis dependências da coordenada χ no campo fermiônico, podemos afirmar que

nosso resultado pode ser interpretado como uma constante cosmológica efetiva onde a

matéria fermiônica também contribui. Esse efeito também pode afetar a estrutura interna

das estrelas, especialmente as mais densas.

As componentes da torção, com as dimensões canônicas corretas, é escrita da seguinte

forma:

tI = −1

`
ψ̄rγIψr ; sI = −1

`
ψ̄rγIγ5ψr ; qIJK = 0 (4.85)

84
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Como vimos na Seção 4.2.2, o campo de Gauge b̂ adquire dinâmica no espaço 5 di-

mensional. Agora após a redução dimensional, podemos olhar as suas componentes

b̂ = (b, bχ = Φ), e temos que:

�b = (
3σ′ − 1

2`
)(ψ̄rΓψr) +

+2Gε νρλ
µ (ψ̄rγνγ5γρψr)(ψ̄

rγλψr)dx
µ , (4.86)

�Φ = − 1

2`
ψ̄rγ5ψr − εµνρλ[(ψ̄rγµγIγνψr)(ψ̄rγργIγλψr) +

+(ψ̄rγµγ5γνψr)(ψ̄
rγργ5γλψr)] , (4.87)

onde � aqui se refere à �̂ no contexto da redução dimensional do tipo Randall-Sundrum.

Como pode ser notado, a corrente vetorial, jµ = ψ̄rγµψr, é fonte para o vetor de Gauge, b,

com carga efetiva q = 3σ′−1
2`

. O bilinear fermiônico pseudo-escalar age como fonte para a

componente Φ. Além disso, fontes incomuns, quárticos nos campos fermiônicos, também

aparecem nas equações de movimento das componentes de b̂.

4.2.6 Soluções Fermiônicas

Com o“ansätze”da redução dimensional apresentado na Sessão (4.2.5), podemos iniciar

a procura por soluções do campo fermiônico ψr. Um importante detalhe neste momento

que deve ser destacado é que buscaremos por soluções fermiônicas que possam ser geradas

como perturbações do vácuo bosônico do modelo. Portanto, devemos ignorar nesta in-

vestigação inicial posśıveis efeitos de “back-reaction”. As equações das quais vamos partir

são dadas pela componentes fermiônicas da solução F = 0. Em outras palavras:

Θ̂r = (∇̂)sr(Γ̂ψs) = 0 ,
¯̂
Θr = −(∇̂)sr(ψ̄

sΓ̂) = 0 ; (4.88)

aqui, a derivada covariante pode ser reescrita da seguinte forma ∇̂ = (∇,∇χdχ). Utili-

zando os resultados vindos de F a = 0 e o “ansätze” tipo Randall-Sundrum o operador ∇̂
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terá a seguinte estrutura:

∇s
r =

(
d+ i(

1

4
− 1

N
)b+

1

2
eIγ

I +
1

4
ΩIJγ

IJ +

−3(eIψ̄
sγJγ5ψs)γ

IJγ5 +

−1

2
(ψ̄rΓγ5γ

Iψr)γ5γI

)
δsr + Ak(τ

k) s
r , (4.89)

e

(∇χ)sr =
(
∂χ + i(

1

4
− 1

N
)bχ +

1

2
G(χ)γ5 +

− G

4
(ψ̄rγIJγ5ψr)γ

IJ − G

2
(ψ̄rγIψr)γ5γI

)
δsr +

+(Ak)χ(τ k) s
r . (4.90)

Agora, Θ̂µν = 0 nos leva à (ignorando os ı́ndices de SU(N )):

∇(Γψ) =
[
(∇µe

I
ν)γ

Iψ + eIν∇µγIψ
]
dxµdxν =

=
[
eIν∇µγIψ + T I

µν γIψ
]
dxµdxν = 0 . (4.91)

A partir da contração da equação acima com o tensor Eµ
b E

ν
c , nós chegamos ao seguinte

resultado:

(
EJEKc∇(Γψ)

)
= E

[µ
J E

ν]
K(eIν∇µγIψ + T I

µν γIψ) =

= δI[KE
ν
J ]∇νγIψ + T I

JKγIψ = (4.92)

= ∇[JγK]ψ − (ψ̄γ[Jγ
IγK]ψ)γIψ = 0,

onde ∇I = Eµ
I∇µ. Usando no fato que ∇γI = ω J

I γJ e, contraindo com γJγK , nós

chegamos à:

/∇ψ +
1

6
ΩI

JKγ
JγKγIψ = 0 , (4.93)
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onde ΩI
JK = EµIΩµJK são os coeficientes de holonomicidade, /∇ = /D+2+1

2
Ω IJ
K γKγIγJ−

18/aγ5 − 2Pγ5 + 1
4
cIJγIJγ5, D = d + i(1

4
− 1
N )b + A · τ , aI = ψ̄γIγ5ψ, P = ψ̄γ5ψ e

cIJ = ψ̄γIJγ5ψ. Esta equação é parte da solução. Indo adiante, a componente Θ̂µ4 = 0 é

dada por:

(∇χ)((γIeI + γ5e
4)ψ)−∇(γI(eI)χ + γ5e

4
χ)ψ = 0 (4.94)

Utilizando o “ansätze” a equação acima é simplificada e adquire a seguinte forma

/∇(γ5ψ)−∆ = 0 , (4.95)

onde ∆ = G−1γJ
(
EJc∇χ(eIγ

Iψ)
)

= (4G−1Dχ − 2γ5 − 16P + 2dIγIγ5)ψ, com Dχ =

∂χ+i(1
4
− 1
N )bχ+Aχ·τ , G−1σ′ = 4P e dI = ψ̄γIψ. A partir das eqs. (4.93) e (4.95) podemos

alcançar as equações diferenciais para cada quiralidade de ψ. Usando as definições ψL =

1−γ5
2
ψ e ψR = 1+γ5

2
ψ (a separação usual implementada pelas matrizes de Dirac para as

componentes Left e Right), redefinindo os campos fermiônicos f́ısicos como ψ|ph =
√
µψ e

a vielbein f́ısica ea|ph = µea, onde µ é um parâmetro de massa com dimensão [µ] = massa1,

nós encontramos as seguintes equações:

σI(DI +
5i

6
ΩI −

18

µ2
aI)ψR + (2µ+

2

µ2
P − 1

4µ2
cIJσIJ)ψL = 0 , (4.96)

σ̄I(DI −
5i

6
ΩI +

18

µ2
aI)ψL + (2µ− 2

µ2
P +

1

4µ2
cIJ σ̄IJ)ψR = 0 , (4.97)

e

(4G−1Dχ + 2µ− 16

µ2
P )ψL − σI(

i

6
ΩI −

2

µ2
dI)ψR = 0 , (4.98)

(4G−1Dχ − 2µ− 16

µ2
P )ψR − σ̄I(

i

6
ΩI +

2

µ2
dI)ψL = 0 . (4.99)

Aqui nós redefinimos ΩI e G de tal forma que eles possúıssem a dimensão de massa

correta, [ΩI ] = massa1 e [G] = massa0. Por simplicidade, mantemos a forma compacta
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dos bilineares P , aI , dI e cIJ . Podemos escrevê-los em termos dos espinores Left e Right

da seguinte forma:

P = ψ†LψR − ψ
†
RψL , aI = −ψ†Lσ

IψL + ψ†Rσ̄
IψR ,

dI = ψ†Lσ
IψL + ψ†Rσ̄

IψR e cIJ = ψ†Lσ
IJψR − ψ†Rσ̄

IJψL.

As Eqs. (4.96) e (4.97) são as equação tipo-Dirac dos campos fermiônicos na brana com

massa M = 2µ. Além disso, as equações (4.98) e (4.99) são as equações cubicas nas quais

podemos fixar a dependência dos campo fermiônico em relação a dimensão extra χ. Por

exemplo, no limite onde o parâmetro µ seja grande, assumindo bχ = 0 e Aχ = 0, e para

um limite de brana plana (eIµ = e−σδIµ e devido à isso ΩI = 0), podemos assim, em

uma primeira aproximação ignorar os termos de auto-interação, as Eqs.(4.98) e

(4.99) podem ser reescritas da seguinte forma:

(4G−1∂χ + 2µ)ψL +O(1/µ2) = 0 ,

(4G−1∂χ − 2µ)ψR +O(1/µ2) = 0 . (4.100)

Assumindo que, neste regime, podemos escrever os campos fermiônicos como ψL =

α(χ)ψL(x) e ψR = β(χ)ψR(x), onde x representa as coordenadas dentro da 4-brana. Essas

são as solução dos modo zero no contexto de Randall-Sundrum. Portanto, as soluções a

seguir para α e β aparecem:

α(χ) = α0e
µ
2

∫ χ
0 dχ′G(χ′) , β(χ) = β0e

−µ
2

∫ χ
0 dχ′G(χ′) , (4.101)

onde α0 e β0 são constantes. Neste limite, nós recuperamos o resultado bem conhecido

que aponta para o problema da localização simultânea de ambas as quiralidades na brana.

Apesar disso, a solução é extremamente dependente da aproximação linear e do limite de

brana plana.
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Indo adiante, podemos agora contemplar o caso onde bχ = Φ(χ). Nesta situação a

solução para α e β ainda pode ser encontrada e é dada por:

α(χ) = α0e
1
2

∫ χ
0 dχ′

[
µG(χ′)+2i( 1

4
− 1
N )Φ(χ′)

]
,

β(χ) = β0e
− 1

2

∫ χ
0 dχ′

[
µG(χ′)−2i( 1

4
− 1
N )Φ(χ′)

]
. (4.102)

Como podemos ver, o campo Φ pode modificar o esquema de localização apenas por uma

fase complexa. Uma consideração similar pode ser implementada considerando o campo

Aχ embora a estrutura do grupo SU(N ) necessite de um maior cuidado. Se Aχ = Aχ(χ) é

considerado, isso nos gera uma fase valorada em SU(N ), análoga à fase advinda do campo

Φ. Embora a ausência do número imaginário i multiplicando Aχ, a contribuição em śı

se mantém como uma fase complexa, devido ao caráter anti-hermitiano dos geradores de

SU(N ) adotados aqui ( veja Ref. [97]).

Outra propriedade que pode ser apontada é a seguinte. Uma vez que a função G(χ)

é uma componente da “fünfbein”, e no limite do parâmetro µ grande essa componente

tem uma transformação de Gauge dada por δG ≈ ∂χε
4, portanto, sob essa transformação

temos que a equação (4.101) se transforma da seguinte forma:

α′(χ) = α0e
µ
2

∫ χ
0 dχ′G′(χ′) = α(χ)e

µ
2
ε4(χ) (4.103)

Uma estrutura análoga aparece no caso de β, ou seja, β′(χ) = β(χ)e−
1
2
ε4(χ). Portanto,

nesse regime os campos fermiônicos exibem uma simetria conforme, com carga positiva

para a componente Left e uma carga negativa para a componente Right.

Se analisarmos o conjunto completo de equações, sistemas não lineares aparecem como

um desafio para a compreensão da localização dos espinores na brana. Devemos focar

neste problema e continuar o estudo do modelo em futuros trabalhos.
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4.3 Conclusões

Neste caṕıtulo apresentamos a ação do modelo de 5D Chern-Simons AdS-super-gravity

sem gravitino. A formulação proposta em [86] gera modelos efetivos onde o férmion de

spin-3/2 é substitúıdo por uma composição de um férmion de Dirac e a “ fünfbein”. Ex-

plorando a solução natural de teorias topológicas, F = 0, nós encontramos soluções não

triviais para os campos. Em especial encontramos que a torção tem um importante papel

em termos dos condensados fermiônicos. Analisando as transformações de Gauge, encon-

tramos que a redução dimensional do tipo Randall-Sundrum respeita a transformação no

contexto sem gravitino. As equações no espaço 4 dimensional nos gera uma dependência

incomum do escalar de Ricci com bilineares fermiônicos. Um estudo sobre o comporta-

mento dos campos fermiônicos na brana 4 dimensional nos mostrou que eles mantém o

problema de localização simultânea das componentes Left e Right na 4-brana.
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Caṕıtulo 5

Considerações Finais

Nesta tese discutimos os tópicos de pesquisa com os quais trabalhei durante meu

Doutorado. Estes tópicos são: Violação da Simetria de Lorentz e Supergravidade não-

convencional.

Na parte relacionada à violação da simetria de Lorentz, encontrada no Caṕıtulo 3,

podemos destacar que os acoplamentos não mı́nimos rendem momentos de dipolo de

transição elétrica e magnética, o que pode abrir a oportunidade de encontrar limites

superiores para os parâmetros dos processos que envolvem neutrinos, por exemplo. Em

nosso desenvolvimento, não apresentamos resultados dependentes de um parâmetro ξ

genérico. Em vez disso, nos concentramos em puramente temporal ou puramente espaciais.

Esta escolha - comum em trabalhos em VSL - nos dá modificações de seção de choque

diferencial que podem ser mais facilmente interpretadas.

Com novos resultados experimentais, pode ser posśıvel estimar limites para os parâ-

metros VSL dos nossos modelos. Espera-se que os dados resultantes de experiências

envolvendo colisões de Pb-Pb ultraperiféricas no LHC aumentem dez vezes após o 4o run

do LHC [98], previsto para começar em 2026; espera-se ter dados precisos para encontrar

esses limites superiores na próxima década. Quando analisamos o comportamento do di-

ferencial seção transversal no caso tipo-espaço, observamos que os novos termos trazem

dependências de ângulo extra, tanto em θ quanto em φ.

91
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A contribuição em φ é a mais interessante, uma vez que o Os resultados da QED são

independentes da variação azimutal e, no nosso caso, isso não é mais necessariamente

verdade. Surge um padrão periódico em φ nos limites de alta e baixa energia (Fig. (3.5)

e Fig. (3.6)), e isso poderia ser um sinal viśıvel da violação de Lorentz do ponto de

vista experimental. Esta dependência azimutal está presente em outros processos QED

+ VSL, como espalhamentos do tipo Compton, Bhabha e Möller [78, 79] considerando

os acoplamentos nas Eqs. (3.8) e (3.15). Além disso, uma vez que a contribuição da

QED para o espalhamento fóton-fóton diminui no limite de altas energias, enquanto a

contribuição do VSL aumenta, este regime seria o regime mais frut́ıfero para procurar os

efeitos do VSL.

Uma observação é a seguinte: os acoplamentos VSL que discutimos são inspirados no

modelo CFJ [18], mas aqui a corrente carregada substitui o campo do fóton. Neste

cenário, consideramos que os efeitos do VSL do nosso acoplamento não-mı́nimo devem ser

mais facilmente observados do que no modelo CFJ. Em vez de modificar o propagador

do campo de fótons, esses acoplamentos não-mı́nimos modificam o vértice das interações

entre o fóton e a corrente fermiônica. Portanto, essa abordagem mantém as relações de

dispersão do fóton sem massa da QED. Além disso, os acoplamentos derivativos aparecem

naturalmente em limites de alta energia; assim, os acoplamentos não-mı́nimos que usamos

podem ser observados em experimentos de altas energias, como o LHC, mais facilmente

que o acoplamento mı́nimo de VSL.

Analisamos também um modelo espećıfico do modelo de violação da simetria de Lo-

rentz no setor eletrofraco, em especial no setor não-diagonal no espaço dos sabores, onde

pretendemos submeter os resultados para publicação em breve. Visto que a violação da

simetria de Lorentz, caso exista, é um efeito de uma F́ısica de alt́ıssimas energias, o estudo

do Modelo Padrão se torna mais acurado para analisar esse regime de energias. Como

perspectivas de trabalho podemos apontar o estudo de acoplamentos não-mı́nimos no se-

tor do Higgs, onde uma rica estrutura de decaimentos pode ser analisada e novos Bounds

podem ser encontrados.
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CAPÍTULO 5. CONSIDERAÇÕES FINAIS

Nós apresentamos no Caṕıtulo 4 um modelo de supergravidade tipo Chern-Simons em

5 dimensões sem gravitino. A formulação proposta em [86] gera modelos efetivos onde o

campo fermiônico de spin-3/2 é substitúıdo por uma composição de um férmion tipo Dirac

e a d-bein. Explorando uma solução natural para ações topológicas encontramos soluções

não-triviais para os campos. Em especial, descobrimos que a torção desempenha um

papel importante em termos de condensados fermiônicos. Analisando as transformações

de Gauge, vimos que a redução dimensional de Randall-Sundrum respeita a transformação

de Gauge com a suposição de “no-gravitini”. As equações em 4 dimensões nos dão uma

incomum dependência escalar de Ricci dos bilineares fermiônicos.

Como mostrado, a equação fermiônica de movimento que encontramos é uma equação

não-linear, e o campo fermiônico apresenta alguns acoplamentos interessantes. Em pri-

meiro lugar, descobrimos que o férmion adquire massa M = 2µ, com parâmetro µ a que

aparece naturalmente no formalismo. Como vimos, a componente χ do campo bosônico

b não interfere no esquema de localização; o mesmo acontece com a componente χ do

campo bosônico A, pelo menos no limite massivo. Como pode ser verificado [99], é pos-

śıvel localizar ambas as quiralidades na brana, em virtude da presença de torção. Uma

análise cuidadosa deve ser implementada para confirmar essa afirmação no nosso caso.

Outra questão ainda precisa ser esclarecida em uma investigação futura. Nos cenários

comuns de Randall-Sundrum, apenas uma das quiralidades férmion (ψL ou ψR) pode

ser localizada na brana. Essa conclusão persiste se os auto-acoplamentos quárticos são

considerados? A não linearidade pode induzir algum novo comportamento no esquema de

localização (isto é, soluções topológicas)? É importante ressaltar que essa não linearidade

está presente em outros modelos de gravidade com graus de liberdade fermiônicos. No

nosso caso, o SUSY local inevitavelmente carrega uma torção intŕınseca dos novos graus

de liberdade fermiônicos.

Por meio de “Fierzings”, podemos gerar um termo cúbico tipo Nambu-Jona-Lasinio nas

equações de campo, e uma quebra dinâmica de simetria pode ocorrer. Isso é esperado
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CAPÍTULO 5. CONSIDERAÇÕES FINAIS

em teorias com torção, mas a particularidade aqui é que a constante de acoplamento

poderia ser χ -dependente. Esta propriedade pode induzir diferentes massas, dependendo

da localização da brana e, juntamente com a massa M , poderia produzir um mecanismo

de “see-saw”, envolvendo uma quiralidade leve e uma pesada.

Como perspectiva temos como horizonte estudar a possibilidade da extensão do for-

malismo “no-gravitini” para um campo valorado no grupo superconforme. Analisando a

1-forma abaixo

h = hAXA = eaPa + faKa +
1

2
ωabJab + bD + AT + Q̄ψ + ψ̄Q+ S̄φ+ φ̄S (5.1)

onde o supergrupo respeita a álgebra tipo“graded Lie”, ou seja, [XA, XB} = fABCX
C , com

XC = {P a, Q,Mab, D, S,Ka} os geradores do grupo superconforme, analisar a possibili-

dade dos campos fermiônicos obedecerem condições do tipo “no-gravitini” podem iluminar

os limites deste formalismo.
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Apêndice I

Referencial Centrado no Sol (SCF)

É simples perceber que no caso onde vetores de fundo se fazem presentes um referencial

fixo na superf́ıcie da Terra não será útil, pois este é um referencial não-inercial (girante),

por isso não podemos esperar realmente um fundo a ser fixado a partir do nosso ponto

de vista - na verdade, o veremos girando. A possibilidade mais natural e utilizada nestes

casos é usar o Sol como um referencial. Esta possibilidade se mostra conveniente pois é

aproximadamente inercial ao longo da escala de tempo da maioria dos experimentos, é

experimentalmente acesśıvel, e pode ter seus eixos convenientemente orientados em relação

à Terra, como pode ser visto na figura (5).

Figura 1: Referencial centrado no Sol.
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É importante salientar que parte das posśıveis aniisotropias no SCF aparecerão isotró-

picas em nosso referencial por causa de movimentos rotacionais e translacionais da Terra

em relação a si e ao Sol a os intervalos de tempo envolvidos. De acordo com Ref. [25], os

eixos no SCF são definidos de forma que o O eixo Z é direcionado para o norte (paralelo ao

eixo rotacional da Terra), X pontos do Sol para o equinócio vernal, enquanto Y completa

um sistema destro. A origem do tempo T está no equinócio vernal do ano 2000. Em

relação ao referencial da Terra para um ponto no hemisfério norte, o eixo z é vertical da

superf́ıcie (aponta para zênite local), x aponta para o sul e y aponta para o leste. A hora

local T⊕ está relacionada com o tempo no SCF, T: o tempo sideral local T⊕ é definido

para ser o tempo medido no SCF de um dos momentos em que y fica ao longo de Y. Para

ver como podemos fazer a passagem dos coeficientes VSL no laboratório (LAB), onde

normalmente são dependentes do tempo, para o SCF, onde estão fixo, usamos um fundo

vector, Vµ. Os componentes desse vetor nos dois referenciais são conectados via

(Vµ)(LAB) = Λ ν
µ (Vν)(SCF ) (2)

onde as componentes do tensor que representa a transformação entre referencial são sadas

por

Λ 0
0 = 1 ,Λ 0

i = βi ,Λ i
0 = (R · β)i ,Λ j

i = R j
i (3)

onde βi é a velocidade (vi/c) do referencial LAB relativo ao referencial SCF e R j
i é a

rotação espacial (todos dependentes do tempo T⊕). Explicitamente temos:

β1 = β⊕ sin Ω⊕T − βL sin Ω⊕T⊕ (4)

β2 = −β⊕ cos η cos Ω⊕T + βL cos Ω⊕T⊕ (5)

β3 = −β⊕ sin η cos Ω⊕T (6)

96



Rj
i =



cosχ cos Ω⊕T⊕ cosχ sin Ω⊕T⊕ − sinχ

− sinχ cosχ 0

sinχ cos Ω⊕T⊕ sinχ sin Ω⊕T⊕ − cosχ


(7)

onde β⊕ é a velocidade de translação da terra, βL = r⊕ω⊕ sinχ a velocidade de rotação

do referencial LAB, χ a colatitude local e η ≈ 24.3o é a inclinação do plano de rotação

da Terra e T⊕ ≈ T − 2πn
ω⊕
− 86164(0.18408 − λ

360
), com λ a longitude do referencial LAB

e n um número inteiro que pode ser conveniente escolhido. Os parâmetros utilizados nas

definições acima são dados por:

β⊕ ≈ 10−4(Velocidade de translação da Terra) (8)

βL < 10−6(Velocidade de rotação do referencial LAB) (9)

Ω⊕ =
2π

Ano
≈ 2× 10−7s−1(Frequência angular de translação da Terra) (10)
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Apêndice II

Simetrias discretas

O Teorema CPT diz que [100], em uma teoria de campos relativ́ıstica em 4 dimensões,

deve existir a invariância sob as transformações por conjugação de carga (C), por paridade

(P) e inversão temporal (T), simultaneamente. O teorema CPT assume a veracidade das

leis quânticas e invariância sob transformações de Lorentz. Especificamente, o teorema

CPT afirma que fenômenos descritos por qualquer teoria quântica de campo, local e

invariante sob transformação de Lorentz com um hamiltoniano hermitiano, devem ser

invariantes sob a simetria CPT. Detalharemos abaixo a estrutura das transformações C,

P e T [101] para os campos de spin 0, 1/2, e 1, necessários para a análise do Modelo

Padrão.

Simetria C

A equação de Dirac teve como uma de suas principais virtudes a capacidade de explicar

a existência de part́ıculas e antipart́ıculas na Natureza. Este fato vem da simetria de

conjugação de carga (C). Sob C temos:

• C: φ(x)→ φc(x) = φ∗(x)

• C: ψ(x)→ ψc(x) = iγ2ψ̄T (x)

• C: Aµ(x)→ Acµ(x) = −Aµ(x)
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Simetria P

A simetria de paridade de manifesta quando há no sistema a simetria sob a transfor-

mação xµ = (x0,x)→ x̃µ = (x0,−x). Com isso temos:

• P: φ(x)→ φp(x) = φ(x̃)

• P: ψ(x)→ ψp(x) = iγ0ψ(x̃)

• P: Aµ(x)→ Apµ(x) = Ãµ(x̃) = (A0(x̃),−A(x̃))

Simetria T

A simetria de inversão temporal de manifesta quando há no sistema a simetria sob a

transformação xµ = (x0,x)→ −x̃µ = (−x0,x). Com isso temos:

• T: φ(x)→ φt(x) = φ(−x̃)

• T: ψ(x)→ ψt(x) = iγ1γ3ψ(−x̃)

• T: Aµ(x)→ Atµ(x) = Ãµ(−x̃)

Simetria CPT

Implementando as 3 simetrias discretas explicitadas acima obtemos as seguintes trans-

formações:

• CPT: φ(x)→ φcpt(x) = φ∗(−x)

• CPT: ψ(x)→ ψcpt(x) = iγ0γ1γ2γ3ψ̄T (−x) = γ5ψ̄T (−x)

• CPT: Aµ(x)→ Acptµ (x) = −Aµ(−x)

Visto que as teorias de campos são formadas através de bilineares fermiônicos dados por

S = ψ̄ψ, Vµ = ψ̄γµψ, Tµν = ψ̄γµνψ, PVµ = ψ̄γµγ5ψ e P = ψ̄γ5ψ, é fortuito visualizar

os efeitos das simetrias discretas em cada um desses bilineares. As transformações dos

bilineares acima estão mostrados na Tabela 1.
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Bilinear C P T CPT

S(x) S(x) S(x̃) S(−x̃) S(−x)

V (x) −V (x) Ṽ (x̃) Ṽ (−x̃) −V (−x)

T (x) −T (x) T (x̃) −T̃ (−x̃) T (−x)

PV (x) PV (x) −P̃ V (x̃) P̃ V (−x̃) −PV (−x)

P (x) P (x) −P (x̃) −P (−x̃) P (−x)

Tabela 1: Transformações dos bilineares fermiônicos sob C,P,T e CPT.

Como podemos visualizar na Tabela 1, os bilineares Vµ e Aµ não são invariantes sob

CPT. Por último, é importante ver que o field-strenght Fµν se transforma da seguinte

forma:

• C: Fµν(x)→ F c
µν(x) = −Fµν(x)

• P: Fµν(x)→ F p
µν(x) = F̃µν(x̃)

• T: Fµν(x)→ F t
µν(x) = −F̃µν(−x̃)

• CPT: Fµν(x)→ F cpt
µν (x) = Fµν(−x)

Aqui utilizamos F̃µν = {−F0i, Fij} que implica em {Ei, Bi} → {−Ei, Bi}. Para exemplifi-

carmos, utilizando-se das definições acima podemos ver que um termo tipo Yukawa dado

por Y φψ̄ψ+Y ∗φ∗ψ̄ψ, com φ um campo escalar complexo e Y a constante de acoplamento,

se transforma sob CP da seguinte forma:

CP: Y φψ̄ψ + Y ∗φ∗ψ̄ψ → Y φ∗ψ̄ψ + Y ∗φψ̄ψ (11)

Fica assim claro que esse termo será invariante sob CP somente se Y = Y ∗.
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Apêndice III

Apêndice III: SUGRA não-convencional

Este Apêndice trata das definições referentes ao Caṕıtulo 4, em especial a Sessão 4.2. A

representação dos geradores é dada em termos de (4+N )×(4+N ) supermatrizes [102,103]:

Jab =


1
2
(γab)

α
β 0

0 0

 , Ja =

(γa)
α
β 0

0 0

 , Tk =

0 0

0 (τ k) s
r



Qα
s =

 0 0

−δrsδαβ 0

 , Q̄s
α =

0 δrsδ
α
β

0 0

 , K =


i
4
δαβ 0

0 1
N δ

s
r

 .

A partir disso, a seguinte álgebra pode ser escrita:
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[Jab, J cd] = ηadJ bc − ηacJ bd + ηbcJad − ηbdJac ,

[Ja, J b] = s2Jab , [Ja, J bc] = ηabJ c − ηacJ b ,

[Ja, Qs] = −s
2
γaQs , [Ja, Q̄s] =

s

2
Q̄sγa ,

[Jab, Qs] = −1

2
γabQs , [Jab, Q̄s] =

1

2
Q̄sγab ,

[K, Qs] = −i(1

4
− 1

N
)Qs , [K, Q̄s] = i(

1

4
− 1

N
)Q̄s ,

[T k, Qs] = (τ k)rsQr , [T k, Q̄s] = −(τ k)srQ̄
r

{Qs, Q̄
r} = − i

2
δrsγ

aJa −
1

4
δrsγ

abJab + iδrsK + (τ k)rsTk .

(12)

Todas as outras relações se anulam. No cenário dimensionalmente reduzido, temos que

a derivada covariante pode ser escrita como ∇̂ = (∇,∇χdχ), onde:

∇s
r =

(
d+ i(

1

4
− 1

N
)b+

1

2
eIγ

I +
1

2
e4γ5 +

1

4
ωIJγ

IJ +

+
λ

2
bIγ5γ

I
)
δsr + Ak(τ

k) s
r , (13)

(∇χ)sr =
(
∂χ + i(

1

4
− 1

N
)bχ +

1

2
(eI)χγ

I +
1

2
e4
χγ5 +

+
1

4
(ωIJ)χγ

IJ +
1

2
λ(bI)χγ5γ

I
)
δsr + (Ak)χ(τ k) s

r ,

(14)

Em termos das definições da redução dimensional encontrada em (4.74),(4.75) e (4.76),

podemos reescrever as transformações de Gauge em termos dos campos componentes.

Para êa, temos:

δeI = dεI + ωIJεJ + λbIε4 +
1

2
(ψ̄r(Γ + γ5e

4)γIχr +

+
1

2
χ̄rγI(Γ + γ5e

4)ψr) , (15a)
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δe4 = dε4 + λbIεI +
1

2
ψ̄r(Γ + γ5e

4)γ5χr +
1

2
χ̄rγ5(Γ + γ5e

4)ψr , (15b)

δeIχ = ∂χε
I + ωIJχ εJ + λbIχε4 +

1

2
ψ̄r(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)γIχr +

+
1

2
χ̄rγI(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)ψr , (15c)

δe4
χ = ∂χε

4 + λbIχεI4 +
1

2
ψ̄r(γIe

I
χ + γ5e

4
χ)γ5χr +

+
1

2
χ̄rγ5(γIe

I
χ + γ5e

4
χ)ψr , (15d)

onde Γ = eIγI . For ω̂ab, segue que:

δωIJ = dεIJ + ω[IKε
J ]

K +
1

4
ψ̄r(Γ + γ5e

4)γIJχr +

+
1

4
χ̄rγIJ(Γ + γ5e

4)ψr + λb[Iε
J ]

4 , (16a)

δbI =
1

λ
dε4I + bKε I

K +
1

2λ
ψ̄r(Γ + γ5e

4)γIγ5χr +

+
1

2λ
χ̄rγIγ5(Γ + γ5e

4)ψr , (16b)

δωIJχ = ∂χε
IJ + ω[IK

χ ε
J ]

K +
1

4
ψ̄r(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)γIJχr +

+
1

4
χ̄rγIJ(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)ψr + λb[I

χ ε
J ]

4 , (16c)

δbIχ =
1

λ
∂χε

4I + bKχ ε
I

K +
1

2λ
ψ̄r(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)γIγ5χr +

+
1

2λ
χ̄rγIγ5(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)ψr , (16d)

Para ψr, encontramos:

δ
[
(Γ + γ5e

4)ψr

]
= ~∇χr , (17a)
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δ
[
(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)ψr

]
= ~∇χχr . (17b)

E, finalmente, para b, temos que:

δb = dεb + iψ̄r(Γ + γ5e
4)χr + iχ̄r(Γ + γ5e

4)ψr , (18a)

δbχ = ∂χεb + iψ̄r(γJe
J
χ + γ5e

4
χ)χr +

+iχ̄r(γJe
J
χ + γ5e

4
χ)ψr . (18b)

Continuando com nossa análise, escrevemos o field-strength em termos de suas compo-

nentes. Primeiro, para os componentes F a, temos:

F I = T I + λbIe4 + ψ̄r(Γ + γ5e
4)γI(Γ + γ5e

4)ψr , (19a)

F I
χ = ∂χe

I + ωIJχ eJ −D(ω)eIχ +

+ψ̄r(Γ + γ5e
4)γI(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)ψr , (19b)

F 4 = de4 + λbIeI + ψ̄r(Γ + γ5e
4)γ5(Γ + γ5e

4)ψr , (19c)

F 4
χ = ∂χe

4 + λbIχeI − de4
χ − λbIeIχ +

+ψ̄r(Γ + γ5e
4)γ5(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)ψr . (19d)

finalmente, para F̂ ab, encontramos:

F IJ = RIJ + eIeJ + λ2bIbJ +

+
1

2
ψ̄r(Γ + γ5e

4)γIJ(Γ + γ5e
4)ψr , (20a)
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F IJ
χ = dωIJχ + ωILω

LJ
χ − ∂χωIJ + λ2bIχb

J + eIχe
J +

+
1

2
ψ̄r(Γ + γ5e

4)γIJ(γKe
K
χ + γ5e

4
χ)ψr , (20b)

F I4 = λD(ω)bI + eIe4 + ψ̄r(Γ + γ5e
4)γIγ5(Γ + γ5e

4)ψr ,

(20c)

F I4
χ = λ(D(ω)bIχ − ∂χbI − ωIJχ bJ) + eIχe

4 − eIe4
χ +

+ψ̄r(Γ + γ5e
4)γIγ5(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)ψr . (20d)

Para os campos de Gauge, encontramos:

F k = dAk + fklmA
lAm +

+ψ̄r(Γ + γ5e
4)(τ k) s

r (Γ + γ5e
4)ψs , (21a)

F k
χ = ∂χA

k + fklmA
l
χA

m − dAkχ +

+ψ̄r(Γ + γ5e
4)(τ k) s

r (γJe
J
χ + γ5e

4
χ)ψs ,

(21b)

F = db+ iψ̄r(Γ + γ5e
4)(Γ + γ5e

4)ψr , (21c)

Fχ = dbχ − ∂χb+ iψ̄r(Γ + γ5e
4)(γJe

J
χ + γ5e

4
χ)ψr (21d)
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