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Introduction

One of the things that makes science very difficult is that it takes
a lot of imagination. It’s very hard to imagine all the crazy things,
that things really are like.

R. Feynman

La physique théorique semble étre une source inépuisable de concepts loufoques.
L’histoire en a fourni de célebres : ondes qui se propagent sans support, trajec-
toires imprédictibles, montres qui se désynchronisent pour peu qu’on aille a la
montagne ou qu’on aille vite... La physique moderne n’est pas en reste, propo-
sant des concepts d’univers a plus de 4 dimensions, de symétries jamais vérifiées
ou de particules échappant a nos détecteurs depuis plus de 30 ans... Mais aussi
surprenantes qu’elles aient été, ces idées du passé ont révolutionné notre concep-
tion du monde autant que les technologies disponibles pour tous. Les théories
actuelles n’ont pas encore trouvé entierement leur cadre, et nous espérons que
cette these sera une illustration de la facon dont ces concepts abstraits sont uti-
lisés pour comprendre la physique a basse énergie et nous éclairer sur la physique
des particules moderne.

Un travail d’équipes

L’époque ou la physique fondamentale avancait grace a un scientifique réalisant
lui-méme des expériences, les théorisant et inventant des concepts mathématiques
au passage est bien révolue. Chacune de ces étapes a toujours lieu, mais elles
demandent un travail d’équipe et une coordination qui n’existaient pas un siecle
auparavant. Il y a d’ailleurs aujourd’hui plus de chercheurs vivants qu’ayant ja-
mais vécu, ce qui amene a une spécialisation et une dispersion des connaissances
uniques dans Ihistoire. Ainsi, 'expérience du LHC au CERN aura demandé, rien
qu’au point de vue expérimental, le travail de plus de 5 000 personnes sur une
quinzaine d’années, et couté plus de 3 milliards d’euros. Les publications d’un
article sur un des détecteurs, comme CMS, sont signées par 2000 personnes !

Du point de vue théorique, les travaux vont de l'interprétation de données
a la construction de structures abstraites en interaction avec la recherche en
mathématiques.

Les questions que la physique des particules cherche a expliquer restent tres
simples : D’ou vient la matiere? Comment interagit-elle? Combien de forces
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fondamentales et pourquoi ? Comment et pourquoi la masse ? Le travail fourni
par les physiciens des générations précédentes a permis de préciser ces ques-
tions. Si les questions actuelles peuvent surprendre le néophyte : quelle symétrie
de saveur pour générer les Yukawas? Comment compactifier les dimensions
supplémentaires pour rendre compte des symétries de jauge ? Les questions fon-
damentales qui se cachent derriere sont toujours les mémes. Elles ont juste été
précisées et divisées afin de pouvoir bénéficier de 'effet de spécialisation des
scientifiques.

La physique des hautes énergies est complexe, a la fois expérimentalement
et technologiquement. Malgré le travail acharné de milliers de physiciens, la
physique post-modele standard se fait attendre. Pris séparément, le travail des
physiciens des hautes énergies fait parfois douter. On craint que beaucoup
de modeles puissent vérifier les contraintes expérimentales. Que beaucoup de
théories cohérentes puissent étre écrites. C’est lorsqu’on cherche a croiser toutes
les contraintes que la difficulté apparait clairement. Et ce n’est probablement
qu’une fois mises ensemble toutes les contraintes que 1’on pourra éliminer la
plupart des modeles pour n’en garder que quelques-uns. Personnellement, si
on arrive a construire un cadre théorique cohérent mathématiquement, qui per-
mette de décrire toutes les interactions (modele standard et gravité), de calculer
les effets des corrections quantiques et de renormalisation, et de prédire un cer-
tain nombre de propriétés de la physique des particules et de la cosmologie grace
a un petit nombre de parametres, ¢a sera déja “pas mal” !

Contexte scientifique

Cela dit, on est encore loin de ce réve qui animera probablement les physi-
ciens de ma génération et de celle d’apres.

Symétries

La notion de symétries est extremement vieille. Dans le cadre scientifique,
les modeles les plus simples, utilisant le moins de parametres possibles, sont
toujours les plus appréciés. L’utilisation de symétries est une facon simple de
réduire le nombre de parametres utilisés et de simplifier les problémes. Le modele
standard en a fait une notion cruciale pour comprendre la physique des parti-
cules et des interactions. On part de l'idée que si deux particules peuvent se
transformer via une force, c’est qu’aux yeux de celle-ci, elles sont identiques. La
force agit donc comme une symétrie capable d’agir sur des particules. On arrive
au modele standard, qui décrit les forces fortes, faibles, et électromagnétiques
via la symétrie SU(3),. x SU(2), x U(1),. La gravitation repose aussi, dans
un autre cadre, sur l'invariance par reparamétrisation et comporte ses propres
symétries, dites de Poincaré.

La plupart des extensions du modele standard cherchent a étendre les symétries
de celui-ci : les théories de grande unification cherchent une symétrie unique ca-
pable de donner celles du modele standard & basse énergie, la supersymétrie
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étend les symétries de Lorentz...

Supersymétrie et modernité

L’ouverture du LHC, initialement prévue en 2007, suscite une excitation
croissante dans la communauté scientifique. Apres le boson de Higgs, la super-
symétrie est une des théories les plus attendues au LHC.

Malgré tout le travail accompli depuis une génération, beaucoup d’interro-
gations subsistent.

La brisure de supersymétrie et sa transmission sont toujours mal comprises.
Les constructions de modeles de ces dernieres années ont fortement été in-
fluencées par le modele dit d’ISS [1]. L’idée qu’on puisse se situer dans un vide
métastable a ouvert le champ a des modeles plus simples que ceux considérés au-
paravant. Le fait d’identifier des dualités dans différents régimes de QCD super-
symétrique permet de construire des modeles explicites de brisure dynamique.
Dans cette these, nous avons beaucoup travaillé autour du scénario dans lequel
la brisure de supersymeétrie est transmise du secteur caché au modele standard
supersymétrique via des champs chargés, les messagers [2]. Cette médiation, dite
de jauge, a fait 'objet d’études anciennes [2] [3] [4], [5], [6] et récentes [7] [8].
Elle engendre cependant souvent des problemes au niveau du potentiel de Higgs
(génération de p, B u) ou de la stabilité du systéme.

Les théories de grande unification permettent d’aborder la question de la
masse des neutrinos, de la leptogénese et de la baryogénese, et permettent d’es-
sayer de prédire une partie des parametres du modele standard. Il est cependant
difficile de trouver des signatures permettant de distinguer les différents groupes
de grande unification a basse énergie.

Pour les problemes de saveur, de nouvelles approches ont été développées,
utilisant des dimensions supplémentaires ou des renormalisations fortes de fonc-
tions d’onde.

Les quelques idées et articles développés proviennent souvent de cette volonté
de relier et comparer plusieurs de ces perspectives. Que se passe-t-il au niveau
d’un secteur caché lorsqu’on le couple & des messagers ? Est-il déstabilisé 7 Que
se passe-t-il si un modele comporte des messagers et un secteur de grande unifi-
cation ? Comment le spectre en est-il affecté 7 Comment des théories différentes
cherchant & résoudre le probleme de la saveur peuvent-elles étre comparées ou
discriminées ? Nous essaierons toujours, dans la mesure du possible, de com-
prendre comment des contraintes liées a la construction des modeles permettent
d’éclairer les résultats des futures expériences, et inversement, de comprendre
comment les contraintes expérimentales peuvent nous renseigner sur la structure
de la physique a haute énergie.

Plan

Le premier chapitre esquisse un cadre qui permet d’expliquer 'intérét d’étudier
la supersymétrie. La physique des particules est un domaine complexe, car un
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bon modele doit rendre compte de problemes extrémement différents, allant
des prédictions dans les collisionneurs a I'explication de phénomenes astrophy-
siques, le tout avec autant de simplicité et de beauté formelle que possible. Si
aucun modele parfait n’existe a ce jour, nous espérons vous convaincre que par
la variété des problemes qu’elle attaque simultanément, la supersymétrie est une
piste qui mérite d’étre consciencieusement explorée.

La seconde partie permettra de rafraichir la mémoire du lecteur concernant la
supersymeétrie, avec quelques bases pour fixer les notations, et quelques rappels
sur les notions que nous allons utiliser par la suite : théoremes généraux sur la
brisure de supersymétrie et médiation de jauge.

Dans la troisieme partie, nous présenterons un travail effectué dans [9] sur
les questions de stabilité. En effet, la question de la stabilité des modeles de
type O’Raifeartaigh a été étudiée en détail, et on peut se demander ce qui
se passe quand on rajoute des messagers au systeme caché. Nous verrons que
si Papparition d’un second vide d’énergie plus basse est courante, elle peut
étre évitée dans certains modeles grace a 'utilisation judicieuse des corrections
quantiques.

Dans la quatriéme partie, nous reviendrons sur le travail des articles [10] et
[11]. Comme la supersymétrie et les théories de grande unification sont souvent
considérées ensemble, nous avons regardé ce qui se passerait dans des modeles
possédant a la fois des messagers et un secteur de grande unification. Il en ressort
un certain nombre de spectres atypiques, les plus marquants étant ceux ayant
un neutralino et un gluino légers par rapport au reste du spectre. On a aussi
remarqué que comme les masses des messagers étaient proches de 1’échelle de
grande unification, les effets gravitationnels pouvaient générer un potentiel de
Higgs brisant la symétrie électrofaible (ie des termes p et By du bon ordre de
grandeur).

La cinquiéme partie s’intéresse au probléme des saveurs traité dans [12], en
comparant deux approches différentes. Les deux modeles sont assez différents,
I'un reposant sur les symétries de saveur, 'autre sur la renormalisation des fonc-
tions d’onde avec localisation des champs le long d’une dimension supplémentaire.
On verra que si les deux types de modeles, caractérisés par des modeles de type
Frogatt-Nielsen [13] pour le premier, de type Nelson-Strassler [14] [91] pour le
second, ont des prédictions semblables pour les Yukawas, on peut avoir des effets
de suppression de saveur intéressants dans le cas des modeles avec dimension
supplémentaire.

Un dernier article [17] s’intéresse aux couplages du goldstino & la matiere
dans l'infrarouge. La technique utilisée est une généralisation de celle développée
dans [18]. D’apres Komargordski et Seiberg, il suffit d’imposer des contraintes
quadratiques pour décrire la physique infrarouge correspondant a des modeles
dans lequels on a intégré out des scalaires lourds. La physique qui en découle est
semblable & celle de Volkov-Akulov [19] et indépendante des conditions ultravio-
lettes. Nous verrons dans quelle mesure nous pouvons étendre ces contraintes
afin d’englober des modeles plus généraux que ceux utilisés dans [18]. Nous
trouvons que des contraintes d’ordre superieur (par exemple, d’ordre trois) per-
mettent d’obtenir les mémes effets, c’est-a-dire de décrire la physique a basse
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énergie résultant de 'intégration des champs lourds, tout en capturant les ef-
fets ultraviolets dans certains parametres. Ceci permet de faciliter 1’étude des
couplages non-universaux du goldstino a la matiere.

Tous les articles sont disponibles a la suite du manuscrit.



10

TABLE DES MATIERES



Chapitre 1

Survol de la physique des
particules

1.1 Modele Standard, une présentation générale

En physique des particules, tout ce qui est connu tourne autour du modele
standard. Ce chapitre synthétise les grandes lignes du modele standard. Pour
une introduction plus complete, voir [20] [21] [22].

1.1.1 Les acteurs et leurs liaisons

Le modele standard répond a deux questions :

— de quoi est faite la matiere ?

— comment les particules interagissent-elles ?

Concernant la premiere question, on répertorie a ce jour :

— des quarks : up, down, top, bottom, charm, strange

— les leptons : électron, neutrino electronique, muon, neutrino muonique,

tau, neutrino tauique

La réponse & la seconde question décrit les interactions comme des transfor-
mations de symétrie locale. En effet, pour modéliser les interactions, le modele
standard part du principe que si une particule peut se transformer en une autre,
c’est qu'un groupe de symétrie agit sur elle et que les deux particules appar-
tiennent & une méme représentation de ce groupe. Les actions élémentaires d’un
groupe sont codées dans les générateurs. Les particules qui véhiculent un échange
élémentaire de particules sont les bosons de jauge.

Les symétries peuvent étre conservées. Dans ce cas, les masses des bosons
de jauge sont nulles. C’est ce qui arrive pour les symétries de couleur SU(3) et
électromagnétique U(1)enm. Dans le modele standard, les trois forces proviennent
du groupe de symétrie SU(3), x SU(2), x U(1),.

11



12 CHAPITRE 1. SURVOL DE LA PHYSIQUE DES PARTICULES

FIGURE 1.1 — Potentiel de Higgs, V(¢) en fonction de Re(¢) et Im(¢). On voit
que le mimimum se situe pour une vev non nulle de ¢. Son choix va donc briser
la symétrie.

1.1.2 Le boson de Higgs

Masse des fermions

La fagon la plus simple de faire intervenir des termes de masse pour les
fermions du modele standard consiste & introduire un doublet scalaire se com-
portant comme (1, 2, -1) sous SU(3), x SU(2), x U(1)y,, le doublet de Higgs.

On peut alors écrire les termes de masses suivants :

Ly =YL He + Y[ QiHuS + Y Qi H'dS (1.1)

Les couplages de Yukawas sont rentrés a la main pour coller aux données
expérimentales. Un des défis de la physique des particules est de construire un
modele susceptible de prédire leurs valeurs.

Masse des bosons de jauge, brisure de symétrie électrofaible

Une des beautés du modele standard est que le doublet introduit pour donner
une masse aux fermions donne aussi une masse aux bosons de jauge.

En effet, pour que le doublet de Higgs donne une masse aux fermions, il faut
que sa vev soit non nulle. Pour cela, on lui construit un potentiel de cette forme

L= D! Dio — V(619), (1.2)

ou a représente le groupe de jauge, Dy est la dérivée covariante Dj¢ = (O —
ig“AZt“)qS, t, étant les générateurs du groupe de jauge.

V(66) = —m'o + 5 (616 (13)
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En prenant une vev non nulle, le boson de Higgs brise SU(2) x U(1)y en
U(1)em et donne une masse aux bosons W et Z. Pour cela, le doublet de Higgs
perd trois de ses degrés de liberté et il ne reste plus qu'une particule a trouver
au final, le boson de Higgs. C’est la seule particule du modele standard qui n’a
pas encore été découverte. C’est (principalement) pour elle qu’a été construit le
LHC, ce qui souligne I'importance de sa découverte, si celle-ci a lieu un jour.

1.2 Limites et problemes

Si le modele standard représente un grand succes de la physique du X X°¢

siecle , il n’en reste pas moins des choses & comprendre.

Parmi les questions ouvertes, on peut compter :

— D’ ol viennent les 19 parametres libres (3 couplages de jauge, 2 parameétres
dans le secteur de Higgs, 9 masses des particules, 3 angles de mélange, 1
phase CP et 1 parameétre § de QCD) ? On préférerait qu’il y en ait moins.

— D’ou viennent les masses des neutrinos ?

— On voudrait savoir pourquoi les charges électriques ne sont pas quel-
conques (comme pour les masses) mais des multiples de e/3

— On aimerait comprendre comment sont fixées les masses des particules, et
en particulier pourquoi il y a t’il de telles différences d’ordre de grandeur
dans ce domaine ?

— La gravité est traitée a part, et on ne sait pas comment prendre en compte
des effets de gravitation quantique par exemple. De leur coté, les gens qui
travaillent sur la gravitation et la cosmologie ont des problemes difficiles
a résoudre (en particulier comprendre d’out vient la valeur de la constante
cosmologique et compter le nombre de micro-états d’un trou noir) qui
peuvent gagner a étre étudiés en synergie avec la physique des particules.

En dehors de ces questions fondamentales, un certain nombres de problemes
se posent.

1.2.1 Stabilité de ’échelle électrofaible
Unitarité

La contrainte d’unitarité permet de comprendre que de la nouvelle physique
doit apparaitre avant le TeV. En effet, si on impose 'unitarité de la matrice-S,
soit la conservation des probabilités au niveau quantique, on se retrouve avec des
contraintes qui donnent un cutoff de 'ordre du TeV pour le modele standard.
La majeure partie des modeles considerent que c’est une contrainte sur la masse
du higgs, imposant m; < 780 GeV. D’autres modeles qui se passent de Higgs
sont obligés d’invoquer d’autres mécanismes a 1’échelle du TeV (dimensions
supplémentaires...).
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Hiérarchie et naturalité

Pour donner des masses aux particules du modele standard du bon ordre de
grandeur, on sait que la masse du boson de higgs doit étre de I'ordre de quelques
centaines de GeV.

Or, il est difficile de réaliser une masse de scalaire de 1’ordre de 100 GeV si
le modele standard est valable jusqu’a I’échelle de Planck. En effet, dans ce cas,
on peut calculer les corrections radiatives a la masse du boson de Higgs, et elles
sont toutes de l'ordre de grandeur du cut-off, c’est-a-dire ici I’échelle de Planck.
On comprend mal comment une somme de contributions de 1’ordre de 1’échelle
de Planck pourraient valoir 100 GeV au final sans un gros fine-tuning.

Ainsi, la contribution & une boucle & la masse du boson de Higgs dans le
modele standard est

2 3A 2 2 2 2
omy, = 37202 (2MW —AMZ — 2Mf — mh) (1.4)
ol A représente le cut-off du modele standard, présumément la masse de Planck
M.

Cela peut vouloir dire plusieurs choses.

— Soit il y a effectivement un fine-tuning qui a lieu ordre par ordre, et c’est

tres frustrant mais c’est comme c¢a

— Soit le cut-off n’est pas situé a 1’échelle de Planck, et nos modeles physiques

ne sont valables que jusqu’a une échelle intermédiaire qui peut étre le TeV

— Soit les corrections quantiques, qui ne prennent en compte que les parti-

cules que nous connaissons, sont erronées car il existe aussi des particules
plus lourdes que nous n’avons pas encore découvertes mais qui devraient
étre prises en compte dans le calcul des radiations correctives & plus haute
énergie

Enfin, méme si on résoud le probléme de hiérarchie, c’est-a-dire qu’on construit
un modele sans trop de fine-tuning !, il reste & comprendre & partir de quoi et
comment 1’échelle électrofaible a été générée (probleme de naturalité).

1.2.2 Matiére noire

L’hypotheése de la matiere noire a été introduite pour répondre principa-
lement & des observations astrophysiques. La relativité générale et la prise en
compte de la matiere connue (celle qu’on voit) conduit & des prédictions astro-
physiques en décalage avec nos observations.

Par exemple, la figure 4 de l'article [23] montre la différence entre la vitesse
de rotation prédite classiquement et celle observée calculée explicitement.

Pour expliquer cette différence, deux possibilités existent

— Considérer que la gravité est correctement décrite mais qu’il existe un type

de matiere invisible encore inconnu (dit noire ou sombre ) qui échappe &

1. Le trop dépendant des gouts et des contraintes des modeles que l’on sait construire
2. La traduction correcte serait sombre, mais tout le monde parle de matiere noire, et nous
ferons de méme.
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notre détection optique et dont la masse modifie la vitesse des objets que
nous observons.

— Considérer que la relativité générale n’est pas valable et chercher a corriger
la théorie de la gravitation. C’est la piste explorée par les théories de
type MOND (Modified Newtonian Dynamics). Cela dit, méme les gens
qui travaillent sur des théories de gravitation modifiée comme MOND
ont besoin d’avoir recours a de nouveaux types de matiere. Pour leur
cohérence, elles ont quand méme besoin de faire appel a de la matiere qui
ne serait pas décrite par le modele standard. Les solutions développées
sont donc souvent un mélange contenant ces deux différentes pistes.

On observe aussi des effets de lentilles gravitationnelles qui nécessitent 1’exis-

tence de particules massives et interagissant faiblement avec la matiere connue[24].

La matiere noire est également nécessaire pour expliquer les anisotropies du
fond diffus cosmologique mesuré par WMAP [25]. Ceux-ci permettent d’évaluer
a Qarh? = 0.1326 & 0.0063, avec h le parameétre de Hubble, en unités de 100
km/sec par Mpc.

Enfin, les simulations qui tentent de comprendre comment la matiere s’est
agrégée pour former des galaxies ont besoin d’introduire de la matiére noire
pour obtenir des résultats valables[26].

Pour une revue sur la matieére noire, voir [27].

1.2.3 Masse des neutrinos

Depuis 1998 et I'expérience de Super-Kamiokande, on sait que les neutrinos
oscillent et qu’ils ont une masse. Aujourd’hui, on a les contraintes suivantes sur
leurs masses et angles de mélanges [28] :

sin?(2612) = 0.87 & 0.03 (1.5)
Am2, = (7.59 4 0.20)10 5eV? (1.6)
sin?(2023) > 0.92 (1.7)

Am3, = (2.43 4+ 0.13)103eV? (1.8)
sin?(2613) < 0.15 (1.9)

Les contraintes cosmologiques imposent elles une autre contrainte : ). m; <
0.75 eV. Les neutrinos sont trop légers pour étre des candidats viables a la
matiere noire.

Le modele standard décrit des neutrinos de masse nulle. I1 faut donc au
moins rajouter des termes de masse, et si possible comprendre pourquoi la leur

est bien plus faible que celle des autres particules.

1.3 Extensions possibles

Dans cette section, nous présenterons rapidement quelques unes des pistes
explorées pour compléter le modele standard. Cette partie n’a pas pour but
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d’étre exhaustive?, ni de développer le formalisme de chacune des théories. Il
s’agit juste de brosser en quelques mots les idées fondamentales de chaque théorie
afin de pouvoir se repérer et comprendre les relations qu’elles entretiennent entre
elles.

1.3.1 Supersymétrie

Chaque particule vient accompagnée d’un double supersymétrique, de mémes
charges, de spins et de masse différentes. La nomenclature pour les particules
du modele standard et leurs doubles est simple. Les doubles supersymétriques
des fermions sont les sfermions de spin 0, donc squarks et sleptons pour les
partenaires respectifs des quarks et leptons. Les partenaires de bosons ont un
spin 1/2 et prennent -ino comme suffixe. Ainsi, les jauginos et higgsinos sont les
partenaires respectifs des bosons de jauge et des bosons de Higgs. Lorsque nous
aborderons plus tard la question de la gravité, nous aurons un graviton de spin
2 pour la médier, et un gravitino de spin 3/2 comme superpartenaire associé.
Les “doubles” supersymétriques couplent de la méme maniere aux interactions
du modele standard, et on ne connait pas encore leur masse. On sait juste que
s’ils existent, ils sont trop lourds pour avoir été déja détectés.

Le formalisme sera développé dans les chapitres suivants.

Stabilisation du Higgs

Le probleme de hiérarchie nous ameéne a trois pistes
— On peut décider que ce n’est qu'un probléme esthétique et faire avec
— Cela peut vouloir dire que le cut-off est a une échelle proche de celle du
modele standard
— Cela veut dire qu’on a oublié de prendre en compte les particules plus
lourdes qu’on ne connait pas encore dans notre calcul des corrections quan-
tiques
Si on prend en compte la supersymétrie, les corrections a la masse du higgs
qui prennent en compte ces partenaires ne divergent plus de maniere quadra-
tique. La supersymétrie ramene donc le probléme de hierarchie & un fine-tuning
plus raisonnable, de 'ordre du pourcent. Malheureusement, plus on tarde a voir
les particules supersymétriques, plus on doit supposer qu’elles sont lourdes, et
plus on augmente le fine-tuning. Il reste cependant plus raisonnable que sans
supersymétrie, ot il vaudrait 10716 !
Certains articles étudient méme les modeles qui minimiseraient ce fine-tuning,
comme [29] par exemple.

Matiére noire

Concernant la matiere noire, on peut toujours mettre a la main un nouveau
type de matiere dont on ne sait rien, si ce n’est qu’elle est neutre et massive.
En effet, elle doit étre neutre sous U(1)e,, et SU(3), sinon on les aurait déja

3. (les physiciens ont trop d’imagination pour que ce soit réaliste)
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probablement détectées . Cependant, les théories supersymétriques fournissent
automatiquement un candidat pour la matiere noire. En effet, on introduit de
nouvelles particules massives. Si on introduit une R-parité suivant laquelle par-
ticules sont chargées + et sparticules sont chargées -, la sparticule la plus légere
(notée LSP) est neutre et stable.

La LSP étant stable, elle doit s’étre accumulée et contribuer gravitation-
nellement. I est donc naturel de se demander si c’est la matiere noire décrite
précédemment.

Les densités de matiere baryonique et de matiére noire sont telles que

Q= ppM ~0.3 (1.10)

avec p. = densité critique = 3H§Mg ~ 10726kg.m~3, Hy étant le parametre
de Hubble mesurant ’expansion de I'univers a 1’époque actuelle.

Qp =28 <0.02 (1.11)
Pe

La dynamique de la matiere noire est pilotée via son annihilation et son
expansion et décrite dans cette équation :

dnyg
dt

+3Hn, = — < Gannv > (n2 — n{e92) (1.12)

Les notations sont les suivantes :

— < Oannv > est la moyenne thermique des sections d’annihilation X X
multipliée par la vitesse relative des deux particules s’annihilant

— n§f") est la densité d’équilibre obtenue pour une distribution de I'espace
des phases de type Fermi-Dirac (4) /Bose-Einstein (-) f(p) = m

— H est le parametre de Hubble, et 3Hn, permet de prendre en compte
P'expansion de 'univers.

Quand la température est en dessous de m,, ’expansion ’emporte sur I’an-

nihilation et le nombre de particules X dans un covolume devient constant.
La densité des particules reliques est

- /2
myng(to) Tso B gi Ty

Qx = ————= =404/ - — — 1.13

X De V'5 & HIM? g, < 0unnv > (1.13)

ot on a noté x5 = my /(kTy), so la densité d’entropie actuelle, g5 le nombre
de degrés de libertés internes de la particule utilisés pour évaluer I'entropie et
g« le nombre de degrés de liberté relativistes présents dans 'univers au moment
du découplage.
En mettant des chiffres,
o2

< Ognnl >~ m7)2( (114)

4. 1l y a quelques articles qui explorent la possiblité d’avoir une LSP chargée, par exemple
colorées[30]. Nous ne les discuterons pas ici.
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On remarque qu’une particule interagissant via les interactions faibles, d’une
masse m; ~ « X 100 TeV donne naturellement le bon ordre de grandeur pour
la densité relique. C’est ce qu’on appelle le WIMP miracle.

On peut tres bien étendre le modele standard sans faire appel a la super-
symétrie pour rendre compte de la matiére noire, mais celle-ci permet de justifier
naturellement I'existence d’une telle particule. De plus, on peut évaluer sa den-
sité relique et celle-ci peut naturellement avoir pour ordre de grandeur ce qui
est nécessaire pour expliquer les observations astrophysiques et cosmologiques.

Tout modele supersymétrique se doit donc de calculer 'abondance de sa LSP
afin de savoir si celle-ci n’est pas trop grande. Si elle est suffisante pour expliquer
nos observations, c¢’est un plus car le probleme est résolu naturellement. Elle est
souvent naturellement trop grande, ce qui réduit souvent ’espace des parametres
viables du MSSM. Si la densité est trop faible, le modele n’est pas exclu mais
il faudrait faire appel a un autre type de matiere supplémentaire pour arriver a
la bonne densité relique.

1.3.2 Théories de grande unification

Dans le modele standard, les symétries qui restent a des énergies plus faibles
que celles du modele standard sont en fait ce qui reste de la symétrie SU(3), x
SU(2), xU(1)y qui existe vers 100 GeV. L’idée des théories de grande unification
est la méme, c’est- a-dire de se demander si les symétries du modele standard
sont les réminiscences d’une symétrie plus grande qui aurait été brisée a une
énergie plus grande, notée Agyr.

Convergence des constantes de couplage

Il y a 30 ans, on pensait que les constantes de couplage du modeéle standard
convergaient naturellement & haute énergie 1016 GeV.
On sait maintenant que les constantes de couplages se rapprochent mais ne
convergent pas exactement (voir figure 1.2).
On peut choisir parmi plusieurs interprétations possibles
— Les constantes de couplage ne convergent pas
— Les constantes de couplage convergent. En calculant ’évolution des constantes
de couplage avec 1’énergie, on calcule les corrections quantiques dues aux
particules du modele standard, déja connues. Mais si d’autres particules,
chargées sous SU(3),. x SU(2), x U(1)y ,plus lourdes et qu'on n’a pas en-
core détectées existent, elles contribuent également aux corrections quan-
tiques et aux équations de renormalisation. C’est parce qu’on oublie de les
prendre en compte que les constantes de couplages ne semblent a priori
pas converger.
Dans le cas des théories supersymétriques, il faut compter toutes les sparti-
cules, chargées et de masse ~ 1 TeV, dans les équations de renormalisation. On

se rend alors compte que les constantes de couplage convergent naturellement a
1016 GeV.
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FIGURE 1.2 — Evolution des constantes de couplages sans et avec les superpar-
tenaires. Tiré de [28].

C’est pour ¢a qu’on dit que 'unification des constantes de couplage est un
signe en faveur de la supersymétrie (voir parfois de maniére un peu exagérée
qu’elles ont besoin de la supersymétrie pour exister).

Bien entendu, on peut aussi rajouter de maniere plus ou moins ad hoc
des champs chargés dont la prise en compte ferait converger les constantes
de couplage, sans pour autant faire appel a la supersymétrie. Mais la encore,
la supersymétrie donne une raison naturelle de faire appel a des particules
supplémentaires aux propriétés adéquates.

Annulation des anomalies dans le modele standard

Dans le modele standard, les différents quarks et leptons sont dans des
représentations différentes et sont donc completement indépendants. On re-
marque cependant que si on calcule les anomalies de SU(3), x SU(2), x U(1)y,
les contributions des quarks et des leptons s’annulent quasi-miraculeusement.
S’ils appartiennent a une méme représentation d’un groupe plus grand, ceci
s’explique plus naturellement.

Quelques chaines de brisures

Pour illustration, on note ici quelques fagons de passer d’un groupe de grande
unification aux groupes de symétries du modele standard.

Le modele le plus simple est celui de SU(5). La matiére du modele stan-
dard est contenue dans une 5 et une 10, et SU(5) se brise lorsque le Higgs 3
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dans l'adjointe prend une vev. Un superpotentiel simple pour arriver a cette
dynamique est

W(E) = %TrZz + %Tr23 (1.15)
2
2
Avec ¥ = v 2 , on retombe sur SU(5) — SU(3), x
-3
-3

SU(2), x U(1)y. Il y a deux autres vides supersymétriques mais ils sont moins
intéressants.

Pour SO(10), il y a plusieurs manieres de passer de SO(10) a SU(3), x
SU(2); x U(1)y..

Désintégration du proton

Dans les théories de grande unification, les quarks et leptons appartiennent
a des représentations communes du groupe de grande unification. Cela veut dire
qu’il y a des bosons massifs capables de transformer un quark en lepton, menant
a terme a la désintégration du proton. Celle-ci n’ayant jamais été observée, cela
met des contraintes sur les théories de grande unification [31] [32].

1.3.3 Masse des neutrinos

Depuis 10 ans, on sait que les neutrinos oscillent dont qu’ils ont une masse.
Si comme pour les autres particules, on rajoute un terme de masse de Dirac, il
faut que les couplages entre le higgs et les neutrinos soient extrémement petits :
A ~ 10713, Sinon, on peut facilement étendre le modele standard pour générer
un mécanisme de See-Saw. Pour cela, on a besoin d’un neutrino droit Ng en
plus du neutrino gauche vy, qui se trouve étre neutre sous les symétries du
modele standard. On tire parti du fait qu’on peut écrire un terme de masse de
Majorana M N¢ Ng. Dans ce cas, la matrice de masse des neutrinos s’écrit :

vy Ni (1.16)
0 m Vg
(0 m) L

Ces deux valeurs propres donnent deux masses d’échelle tres différentes pour
peu que m < M : my ~ M et my ~ m?/M. Pour m ~ 100 GeV et M ~ 104
GeV, on obtient les bons ordres de grandeur.

Un intérét supplémentaire dans ’ajout de ce neutrino droit est que dans ce
cas, on peut mettre tous les fermions du modele standard dans la represéntation
16 de SO(10). C’est un autre argument en faveur des théories de grande unifi-
cation.
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1.3.4 Supergravité

Dans le modele standard, on sait que si on part d’une symétrie globale et
qu’on la jauge, on obtient une interaction. Dans le cas de la supersymétrie, c¢’est
une généralisation de la gravitation que ’on trouve en la jaugeant. Sans surprise,
le goldstino que ’on obtient en brisant la supersymétrie globale est absorbé par
le gravitino et lui confére une masse de I'ordre de /;Vz%ps, Apg étant ’échelle de
brisure de la supersymétrie et M,, la masse de Planck.

De plus, si on regarde la limite a basse énergie M, — oo, la masse du
gravitino ms/, étant fixée, on retrouve les modeles décrits par la supersymétrie
globale avec brisure douce.

1.3.5 Dimensions supplémentaires

L’idée d’avoir des dimensions en plus a plus d’un siecle, avec les théories de
Kaluza-Klein. Il s’agissait alors d’unifier les deux forces connues de 1’époque,
gravitation et électromagnétisme, en introduisant 'idée d’une 5eme dimension.
L’idée a été bien reprise et développée depuis lors. Si on croit aux théories des
cordes, celles-ci ne sont valables que dans des univers & 10 dimensions (pour
les supercordes, 26 pour les cordes bosoniques). Indépendamment des cordes,
la physique des dimensions supplémentaire est suffisamment riche pour avoir
donné lieu a de nombreux développement, en physique des saveurs avec le modele
de Randall Sundrum par exemple[33]. On peut aussi jouer sur le probléme de
naturalité en invoquant des dimensions de 'ordre de TeV [34] [35] [36] [37],
chercher des particules de Kaluza-Klein aux collisionneurs, étudier la cosmologie
de tels modeles...

La taille de la dimension supplémentaire est critique. C’est elle qui va don-
ner ’échelle de masse des niveaux d’excitations des fonctions d’onde. Comme
dans un oscillateur harmonique en mécanique quantique, on va trouver des par-
ticules dont 1’énergie sera proportionnelle & %. Il faut donc que le rayon R de
la dimension supplémentaire soit suffisamment petit pour justifier le fait que
ces états excités n’ont jamais été observés. Certains modeles se placent a cette
limite, avec R ~ T'eV ~! et proposent une nouvelle physique parfois sans Higgs,
et testable au LHC [38].

Si dans les modeles les plus simples, les dimensions supplémentaires sont
plates, dans les modeles de type Randall-Sundrum [39], la dimension supplémentaire
est courbée. La métrique de 1’espace-temps est

ds® = exp(—2ky)n,, datdz” — dy?, (1.18)

ou y est la dimension supplémentaire, et varie entre 0 et 7R. En 0 et 7R, il y a
deux branes, respectivement appelées branes ultraviolettes et branes infrarouge.
k est la courbure de l'espace. La physique située en y subit la courbure de
Pespace, ce qui se traduit par des énergies corrigées par un facteur exp(—ky).
On comprend le choix de la nomenclature pour les deux branes : les énergies sur
la brane infrarouge Ajr sont reliées a celles de la brane ultraviolette Ayy par
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la relation

A[R = AUvefp(—ﬂ'k‘R) (1.19)

On peut alors expliquer les hiérarchies de masses dans le modele standard.
Suivant leur localisation relative par rapport au Higgs le long de la dimen-
sion supplémentaire, les particules vont paraitre plutét lourdes ou légeres. Par
exemple, si le Higgs est sur la brane ultraviolette, on aura donc plutét la premiere
et seconde génération le long de la brane infrarouge, et la troisieme le long de
la brane ultraviolette. Les champs de jauge interagissent avec tous les fermions
du modele standard, donc doivent étre situés dans le bulk (espace entier).

1.3.6 Cordes

Une remarque préliminaire concernant la théorie des cordes. Beaucoup de
personnes reprochent a la théorie des cordes de ne pas étre prédictible, c’est-a-
dire de ne pas prédire les parametres du modele standard. On peut cependant
considérer que, de méme que la théorie des champs n’est pas prédictible en soi, la
théorie des cordes ne constitue qu’un cadre dans lequel construire un modele. De
méme que le modele standard choisit certains champs et interactions au sein de
la théorie des champs, c’est seulement une fois la théorie des cordes construite de
maniere cohérente que ’on pourra décider de ce qu’on met dedans, voir quelles
prédictions on obtient a basse énergie et juger de sa prédictibilité.

La théorie des cordes est ’aboutissement des hypotheses décrites aupara-
vant (supersymétrie, supergravité, dimensions supplémentaires). Elle décrit la
physique des hautes énergies comme étant celle de cordes se déplacant dans un
univers & 10 ou 11 dimensions (dans le cas supersymétrique). Celles-ci sont trop
petites pour que leurs effets aient été détectés a nos échelles. Leur structure
mathématique complexe permet de poser un cadre aux théories de supergra-
vité ou aux branes. Si ’ensemble des modeles de cette these sont décrits dans
le cadre classique de la théorie des champs, nous gardons en téte la possibilité
d’implanter nos modeles dans le cadre plus vaste de la théorie des cordes.

1.3.7 Bilan

On sait que le modele standard n’est pas la fin de ’histoire. Chaque probleme
vu précédemment peut étre pris séparemment et résolu sans supersymétrie.
Entre ceux qui sont persuadés que la supersymétrie n’existe pas et ceux qui
sont surs que le LHC va prouver son existence, tous les degrés de croyances
existent, menant a de nombreux débats entre physiciens.

Seule I'expérience tranchera, mais notons tout de méme que cette théorie a
le mérite d’aborder tous les problemes a la fois. En effet, la supersymétrie est
la seule a adresser tous ces problemes & la fois.
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Hiérarchie

Théories de
" Grande Unification

Matiére

Dimensions
supplémentaires

Ajout de particules-autres

sans théorie cadre Cordes
Modification de la
gravité
—> abesoin de — Peut étre résolu par

——> Le probléme est grandement
simplifié si === Prend son sens dans

On peut toujours résoudre le probléme en ajoutant des particules ayant
les parfaites propriétés pour ce cas I3, mais on perd la vue d'ensemble

1.4 Contraintes a vérifier

Le modele standard a été extrémement bien testé. Les modeles qui cherchent

a I’étendre doivent satisfaire toutes sortes de contraizntes :

%. Cette grandeur vaut
un a ordre des arbres dans le modele standard, et seulement des correc-
tions de 'ordre du pourcent via les corrections radiatives. Il faut que les
modeles au dela du modele standard collent aussi bien aux contraintes
expérimentales, et ce corrections quantiques comprises.

— le LEP a mis une limite de 114,4 GeV sur la masse du Higgs. Des mesures
plus récentes ont exclues la bande comprise entre 158 GeV et 175 GeV[40].

Dans le modele standard, le mécanisme de GIM permet d’expliquer pour-
quoi les changements de saveur sont faibles. Si on rajoute de nouvelles particules,
on risque de prédire des oscillations en contradiction avec les observations ac-
tuelles. Il faut donc expliquer pourquoi les matrices de masse sont telles que les

— Il faut pouvoir calculer la valeur de p =
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changements de saveurs restent supprimés.

— les mélanges de mésons, supprimés par GIM dans le modele standard. Ce
sont les mélanges de mésons K qui sont les plus contraignants, devant les
mésons B et D. Ils suivent la contrainte (50%#)(%12) < 107273 [42]

— le moment magnétique anomal du muon. Connu avec une grande précision,
la valeur du modele standard est & trois sigma de celle mesurée : au|ewp —
aplms = (6 —25)10710. La supersymétrie peut essayer de corriger cet

2
100GeV 3
JUC< ) tang sign

— la transition b — svy. Le modele standard prédit B[B — Xsy|us =
(3,70 £ 0,30)10~* tandis que les valeurs expérimentales sont B[B —
XsY)exp = (3,55 £ 0,32)107%. Faire aussi bien est un défi contraignant
pour les nouveaux modeles construits.

— la transition u — ey qui est inobservable dans le modele standard.

La matiere noire a fait I’objets de recherches directes et indirectes

— La détection directe consiste a chercher a détecter la diffusion d’une par-
ticule de matiere noire sur de la matiere. On distingue deux types de
limites, celles qui dépendent du spin de la particule cible et celles qui sont
indépendantes du spin. Ces derniéres sont un peu plus sensibles.

— La détection indirecte, elle, consiste a chercher le résultat de I’annihilation
de particules de matiére noire. On peut ainsi analyser les rayons gammas,
les rayons cosmiques ou les neutrinos solaires.

— Il faut que les candidats a la matieére noire puissent reproduire la densité
de matiere noire observée aujourd’hui. Il faut également que les particules
légeres ne perturbent pas la baryogénese primordiale, c’est-a-dire la facon
dont les éléments léger se sont formés lors de I’expansion de I'univers.

écart, sachant que a,|svsy — aM|MS ~ 131010 (



Chapitre 2

Supersymétrie

2.1 Quelques éléments d’introduction

Cette partie servira a rappeler les principaux résultats concernant la su-
persymétrie globale et a fixer quelques notations. Nous ne pouvons malheu-
reusement, faute de place et de temps, faire une introduction complete a la
supersymétrie. Le lecteur pourra se référer & [43] pour une introduction plus
détaillée, et a [28] et [44] pour des exemples de revues sur la supersymétrie.

2.1.1 1Idées et formalisme de base

Cette section est destinée aux lecteurs et lectrices qui ne connaitraient pas

la supersymétrie et seraient tout de méme arrivés jusqu’ici?.

Algébre supersymétrique

Suivant les gotits du physicien, la structure formelle de la supersymétrie peut

étre motivée par différents points de vue :

— le point de vue matheux : on cherche la plus grande structure suscep-
tible de contenir 'algebre de Poincaré (ie une symétrie capable d’englober
celles de 'espace-temps). Le théoreme de Coleman-Mandula nous dit que
les quantités conservées qui se transforment comme tenseurs sous le groupe
de Lorentz se limitent aux scalaires, aux générateurs des translations et
des transformations de Lorenz. On étend donc nos recherches aux super-
algebres de Lie, qui contiennent des opérateurs fermioniques.

— le point de vue du phénoménologue : les observations décrites au chapitre
précédent nous amenent a chercher une symétrie qui relie des particules de
spins différents. Les opérateurs doivent donc en porter un et ne sont plus
bosoniques. Ayant un spin demi-entier, ils risquent donc de suivre, non
pas des relations de commutation, mais des relations d’anti-commutation.

1. Bravo!

25
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L’algebre supersymétrique est décrite par :

—
\V)
—_

~—

{Qa, Qs} = 207, . P,
(Qar Pyl =0 (2.2)
[Qou M},L,V] = iUZﬂ/Q,B 2.3

(2.1) signifie que la composition de deux transformations de supersymétrie
amene a une translation dans l’espace-temps.

(2.2) signifie que le générateur de supersymétrie commute avec le générateur
de translations ie que l'invariance par translation est respectée.

(2.3) donne la facon qu’a le générateur de supersymétrie de se transformer
sous les rotations, ce qui permet de confirmer que son spin est 1/2.

En supersymétrie globale, on montre facilement que 1’énergie du systeéme est
toujours positive, et que le minimum est supersymétrique si et seulement si son
énergie est nulle. Cela nous donne un critére simple pour savoir si notre modele
est phénoménologiquement viable, ie si la supersymétrie est bien brisée. Il suffit
de regarder I’énergie du vide et de vérifier qu’elle est bien non nulle.

Les incontournables- Energie du systéme

Comme toujours en physique théorique, la physique est codée dans le la-
grangien du systeéme. Avec les notations habituelles, il est difficile de voir qu'une
théorie est supersymétrique (quand elle l'est). On a donc trouvé d’autres outils
plus adaptés aux théories supersymétriques.

Le superpotentiel permet de décrire les interactions entre les champs.

En supersymétrie, le Kahler intervient vis-a-vis des termes cinétiques des
champs.

Un potentiel de Kahler canonique s’écrit

K=Y olo; (2.4)

Cependant, si on travaille sur des modeles a haute énergie avant d’intégrer
des champs et de regarder la physique a basse énergie, des potentiels de Kéhler
plus complexes peuvent intervenir. Dans cette these, il nous arrivera de les
prendre en compte sous la forme de corrections

Opérateurs,

 Echelle de coupure

d; étant la dimension de l'opérateur Opérateurs,.
A partir du potentiel de Kélher, on construit la métrique du systeme

K
Dpi0;

9i = (2-6)
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Les termes cinétiques des scalaires se généralisent ensuite a
Liin = 9;50"6' 0,6 (2.7)
Les termes de jauge sont eux codés par la fonction cinétique f(¢?)
Lin = — g Re(fu( ) FY + TIm(La(6)F FL, (28)

Finalement, on obtient ’énergie du systeme

. _- 1
V =F'g;F7 + 5Re(fa,,)Dan (2.9)
avec, pour K1 = \/% I’échelle de Plank réduite
. -~ 1 K _
Fi=— lﬂe“K/?(ﬂ + 522 ), (2.10)
foloy oloY
10K -
D= (Ref)abl ad)l (ta(b)z (211>
Superchamps

L’idée de superchamp reprend des outils bien connus en symétrie. Lors-
qu’on travaille dans 'espace, on sait que ce sont les vecteurs, et non pas les
coordonnées prises séparemment, qui ont du sens lorsqu’on effectue des rota-
tions sur le systeme. De méme, dans le modele standard, les particules qui se
transforment les unes dans les autres par échange de bosons sont regroupées
dans des représentations du groupe de symétrie. En supersymétrie, ce sont les
champs bosoniques et fermioniques qui se mélangent lors de transformations
supersymétriques. On comprend donc que ce sont les superchamps, qui ras-
semblent dans le méme objet les composantes de spin différents, qui seront a
méme de décrire simplement les objets supersymétriques.

De méme que pour un vecteur ¥ = z1uU] + ToUs + x3U3, ON VA POUVOIr
écrire par exemple X = z + 0y + 62z. ou x, y et z seront les composantes du
superchamp. Commes ces champs ont des spins différents, on sait que 6 a un
spin 1/2, ce qui en fait une variable de Grassmann. Pour que les transformations
soient linéaires, on va étre obligés de rajouter des champs auxiliaires. Leur role
est de simplifier les calculs. Ils ne sont pas dynamiques car n’ont pas de terme
cinétique et ne sont donc pas physiques.

Suivant le spin des particules concernées, on a différents types de super-
champs :

- Superchamps chiraux

Ce champ permet de décrire un scalaire complexe ¢, son superpartenaire 1
comme fermion de Weyl, accompagnés d’un champ auxiliaire F.

D = ¢+ V20%), + 6°F (2.12)
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L’action pour un superchamp chiral s’écrit simplement
S:/#m%%%ﬂaaﬁﬂmaﬁ+/#M%W@@ﬁ»+w (2.13)

Alors que 'action par composantes s’écrit

s [t (0500 + woro i+ o+ SR + |G 0] F
10°W L[PWT -
55w @0 — 5 | G| (@9 1)

- Le superchamp vectoriel
Le superchamp vectoriel contient un vecteur, un fermion et un champ auxi-
liaire réel (A, (x), A(z), D(x)).

V(z,0,0) =VT(x,0,0) (2.15)

V(z,0,0) = C(x)+i9xm—i9_)z(x)+%92 [M(x) + ’L'N(;U)]—éé2 [M(z) — iN(z)]+00"0A,(z)
+ 6%, (/_\d(:z:) + ;(&“@Xw))d) + 6%0~ <)\a(x) - ;(a“ﬁﬂy(x))a)

- 39252 (D(a:) + ;a,ta“C(ar)) (2.16)

]é)videnmrnent7 a cause de 'invariance de jauge, certains champs qui apparaissent
ici ne sont pas physiques.
Les champs physiques sont contenus dans le superchamp chiral

1- —.
W, = —ED(-XDO‘DQV (2.17)
On obtient 'action a partir de
1
S = /d4xd49¢)ze_29v‘1>i + (4 /d4xd29WaWa + cc) (2.18)

Ceci donne le méme résultat que
S = / d*z (D"¢™ D, ¢; + it D)t + F*'F;
+g(9" DL 65+ V26" XUy + VINP )

1 -1
+ Tr /d% <4FWFW + AT\ + 2D2> (2.19)
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2.1.2 Le MSSM

L’acronyme MSSM traduit Minimal Supersymmetric Standard Model. C’est

donc l'extension minimale du modele standard.

Contenu en superchamps

Elle contient donc :

— les superchamps contenant les champs de matiere du modele standard
(fermions) et leurs partenaires supersymétriques (sfermions) :

— les superchamps contenant les bosons de jauge du modele standard et leurs
superpartenaires (jauginos)

— deux bosons de Higgs et leurs superpartenaires (higgsinos). On rappelle
qu’il faut deux doublets de Higgs pour pouvoir écrire un superpotentiel
holomorphe contenant les couplages de Yukawa pour tous les fermions et
pour éviter les anomalies de jauge.

— on ajoute aussi le gravitino, qui intervient naturellement quand on se place
dans le cadre de la supergravité

supermultiplet | SU(3), x SU(2); x U(1)y | spin de la particule | spin du partenaire
standard supersymétrique
U
N
- (%) (1,2, 1) ! 0
Ue (3,1, 3 z 0
D¢ (3.1, %) 2 0
E° (1,1, 2) z 0
HO
H, = (H11_> (1,2,-1) 0 z
H+
Hy = <H2§> (1,2,1) 0 :
Vy (1,1,0) 1 1/2
V;,i=1.3 (1,3,0) 1 1/2
Vo = a=1..8 (8,1,0) 1 1/2
graviton (1,1,0) 2 3/2
Superpotentiel du MSSM
WHiggs = —ILLHl.HQ (220)
Wy ukawa = NaQH1D® + N\yQHU® + A\.LH, E¢ (2.21)

Champs physiques

Les particules physiques sont des combinaisons des partenaires sympersymétriques

des particules du modele standard. En effet, si par exemple les bosons de Higgs
du modele standard et les bosons de jauge ne peuvent se mélanger entre eux
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(scalaires et vecteurs), leurs partenaires sont tous de spin 1/2. Ceux qui ont la
méme charge peuvent donc se mélanger entre eux via une matrice de masse.
Les états physiques sont les états propres de cette matrice et sont donc une
combinaison de tous les gens.

Ainsi on sait qu’on obtient les neutralinos & partir des partenaires neutres
des champs de jauge A\p,, A3, ainsi que ceux des bosons de higgs neutres ¥ HY,

et \I/HO .
2L
X%L /)\\BL
3
ol R I (2.22)
XSL H1L
XgL ‘I’H;’L

U,o est la matrice de passage qui permet de diagonaliser la matrice de masse
M

M1 0 MZcOSﬁSiDQW —MZsinﬁsinHW
Moo — 0 Ms —Mzcosfcosfy  MygsinfBcosOyy 2.93)
X MgcosBsinfy,  —MzcosfBcosOy 0 — ’
—MyzsinBsinfy M zsinScosOy, —p 0

Les charginos eux, sont obtenus & partir de Higgs et jauginos chargés

+ At
X1\ _ U. L 2.24
(Xi) ! (‘I’H+> (224

+ permet de diagonaliser la matrice de masse

My — M/ 2sinf
— My \@cosﬂ I

Ux

M, =

X

(2.25)

De méme, on obtient x; et x5 a partir de A~ et Uy

Les squarks et sleptons gauches et droits ont chacun un partenaire super-
symétrique. On a donc a chaque fois deux sfermions f; 2 obtenus comme com-
binaisons linéaires de fL7 r. Il en ressort a chaque fois deux sparticules, notées
D1 et pa.

Si on rajoute les jauginos, il ne manque plus que les Higgs pour avoir un
specte complet. Dans le secteur des bosons de Higgs, il y a hg le plus léger, Hy
et Ag ceux qui sont pair et impair sous CP, et les higgs chargés HT et H™.

On obtient des spectres dont des exemples sont disponibles en figures 2.5 et
2.4.

Enfinm notons que si on cherche a représenter un spectre théorique, on peut
encore rajouter le gravitino afin de compléter le tableau.
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particule | limite sur sa masse

%! 46 GeV
% 62.4 GeV
X3 99.9 GeV
x4 116 GeV
X7 94 GeV

€ 107 GeV
i 94 GeV
T 81.9 GeV
q 379 GeV
b 89 GeV

t 95.7 GeV
g 308 GeV

31

FIGURE 2.1 — Limites sur les masses des partenaires données par [28]. Soulignons
le fait que ce ne sont en fait que des ordres de grandeur, la valeur exacte des
limites dépendant toujours des hypotheses sur lesquelles sont basées les ana-
lyses. Ces limites sont en partie obsolétes, les nouvelles mesures ayant tendance
a mettre des contraintes plus fortes, en particulier sur les gluinos et les squarks
[40]. Il semblerait que ceux-ci soient plus lourds que 500 GeV (au moins 562
GeV du fait de la recherche de hadrons stables d atlas). Les limites étant sou-
vent dépendantes des analyses, encore peu nombreuses, nous avons gardé ici les

vieilles valeurs de [28].
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2.1.3 Termes softs

Les termes softs peuvent étre abordés de plusieurs facons :

— du point de vue phénoménologique, on peut les mettre “a la main” en ne
gardant que les termes qui garantissent des corrections quantiques loga-
rithmiques a la masse du higgs. On supprime arbitrairement les autres.

— on peut aussi avoir une approche “ top- down®’; c’est-a dire constater que
si on part d’un lagrangien supersymétrique a haute énergie (en supergra-
vité) et qu’on garde les termes dans la limite M, — oo, & MLP constant,
on se retrouve avec les mémes termes softs que trouvés par la méthode
précédente.

Les seuls termes softs possibles sont :

— les termes de masse pour les scalaires et pseudo-scalaires m2¢* ¢, m?(¢? +
$*?), ol ¢ est un scalaire.

— les A-termes A(¢3 + ¢*3)

— les termes de masses pour les jauginos My (AX 4+ A\)

2.1.4 Limites des modeles les plus simples
SuperTrace ou la nécessité d’un secteur additionnel

Dans les premiers modeles supersymétriques, la brisure de supersymétrie
était posée de question naturelle : Peut-on construire un modele contenant uni-
quement le MSSM et dans lequel la supersymétrie est brisée ?

Il se trouve que cette condition est difficile a réaliser.

Si aucun théoreme ne permet d’exclure qu'un modele simple pourrait exister,
ceux-ci font face & un certain nombre de contraintes.

Ainsi par exemple, une condition imposée par la supersymétrie est que sans
D terme

StrM? = > (=1)*%(28; + )M} =0 (2.26)
particules i

Ou M; et S; sont les masses et spins des particules concernées.

S’il existe une échelle qui fixe la masse des superpartenaires, elle doit étre
plus lourde que celle du modele standard, donc cette égalité ne peut pas étre
préservée.

Si on veut briser la supersymétrie par les F-termes dans le MSSM, cela
ne peut se faire que sur celui du Higgs. En effet, les autres étant définis via
—F* = %—Z, W étant neutre et les champs étant chargés, avoir un F terme non
nul impose de briser la symétrie sous laquelle ¢ est chargée.

On peut essayer de briser la supersymétrie via les D-termes en utilisant
un terme de Fayet Iliopoulos, mais dans ce cas la difficulté vient du fait qu’il
faut réussir a éviter les anomalies tout en engendrant des masses suffisamment
grandes pour les jauginos.

Devant les difficultés rencontrées, les théoriciens ont pris I'habitude de ra-
jouter un ensemble de particules (secteur) dont le role est uniquement de briser
la supersymétrie.
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Deux facons d’échapper a la condition StrM? =0 :

— prendre en compte les corrections quantiques (médiation de jauge)

— prendre en compte des effets gravitationnels (supergravité et médiation
gravitationnelle). La formule devient alors

¢ G:Gx %| _
Gzi GZE min

StrM? = Y (—1)*(28;+ 1)M7 =2¢
particules i

(2.27)

ou S; représente le spin de la particule, M; sa masse, tandis que G = %K +
p

In|W|?, et R,z est sa courbure R,> = —0.0:In(G.z).

Si le mécanisme qui génere des masses pour les sfermions est découplé de
la physique des saveurs, on risque de prédire des changements de saveur en
contradiction avec I'expérience. Il faut donc comprendre pourquoi les masses
des sfermions sont

— soit universelles (matrice de masse pour les trois familles proportionnelle
a l'identité)

— soit générées dans la méme base que celle du modele standard (on parle
d’alignement, la matrice de masses au carré est diagonale dans la base ou
les matrices de masses du modele standard sont diagonales. Le plus simple
est d’avoir proportionnalité entre les deux (Mininum Flavor Violation)

— avec des coefficients, probablement fine-tunés, tels que les particules n’en-
gendrent pas de changements de saveur en contradiction avec I’expérience.

Masse du higgs

A Dordre des arbres, la masse du higgs doit vérifier m;, < mz. On peut donc
étre surpris du fait qu’il n’ait pas encore été détecté. En fait, si on prend en
compte les corrections radiatives, on trouve une limite qui vaut plutét

3g°m X?

4 X2
2 2 t 2 2 t
< 03+ I (1M m) + 350 - b)) (229)

avec Xy = Ay — pcotf, Mg = %(Mtg1 + Mé) Pour une masse du top m; = 175
GeV et une masse moyenne des stops My < 2 TeV, on évalue pour le MSSM,
mp, < 135 GeV.

Aujourd’hui, la limite expérimentale sur la masse du Higgs est de 114,4 GeV

(7.

netBpu

1 et B p déterminent la forme du potentiel de Higgs et vérifient donc un
certain nombre de contraintes :

92 + 912

LT (hJ2 - H Y

(2.29)

V = (mf + ) B9 * + (m3 + 1) |G + Bu(h9h3 + hOhS) +
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On vérifie que dans la direction [h9] = |hY| il n’y a pas d’instabilité, ce qui
impose
m3 +m3 + 2u* > 2|By| (2.30)
L’instabilité en zero est nécessaire pour la brisure électrofaible :
(m + p®)(m3 + p*) < |Bpl? (2.31)

Il faut savoir comment générer le p terme.

Le probleme se pose ainsi : comment générer naturellement une échelle de
Pordre de grandeur attendu (1 TeV) alors que tous les paramétres sont & une
échelle différente (Mp, Agur...)?

Une réponse simple consiste a rajouter un scalaire dont le role est de prendre
une vev et générer ainsi un p terme du bon ordre de grandeur.

NS H,. H, (2.32)

Ces modeles sont appelés nMSSM [45].
Dans les autres modeles, p et Bu peuvent étre générées par les corrections
radiatives et les interactions non renormalisables.

2.1.5 Les bases des modeles plus évolués

Un systeme comprenant les particules du modele standard et leurs parte-
naires supersymétriques ne peut pas briser la supersymétrie en cohérence avec
les observations du modele standard.

Il faut donc rajouter aux modeles des particules en plus, qui forment un
secteur dans lequel la supersymétrie est brisée, puis étudier comment la brisure
de supersymétrie est communiquée au MSSM. Dans le cas ou la brisure de
supersymeétrie est communiquée gravitationnellement, on parle de secteur caché.
Dans cette these, on appelera secteur caché le secteur additionnel qui brise la
supersymeétrie, indépendamment de la facon dont la brisure de supersymétrie
est médiée.

2.2 Modeles explicites de brisure de la SUSY,
Brisure dynamique

Il s’agit ici de construire des modeles pour les secteurs cachés. On doit donc
trouver un certain nombre de champs qui interagissent de telle sorte que la
supersymétrie soit brisée. On se concentre ici sur les modeles qui brisent la
supersymeétrie via leurs F-termes.

2.2.1 Théorémes généraux

Afin de comprendre les contraintes auxquels la plupart des modeéles sont
soumis, un certain nombre de théoremes ont été développés. Nous décrivons ici
le role de la R symétrie dans la brisure de supersymétrie, amenant aux raisons
pour lesquelles les gens s’interessent de pres aux vides métastables.



2.2. BRISURE DYNAMIQUE DE SUSY 35

R symétrie est nécessaire pour la brisure de supersymétrie

Dans [87], Nelson et Seiberg expliquent pourquoi la majorité des modeles
nécessitent une brisure de R-symétrie pour briser la supersymeétrie.

Hypotheses :

Dans ce modele, le potentiel de Kahler est canonique : K = sz 2.2

Du coup, avoir un vide supersymétrique revient a pouvoir résoudre les équations
suivantes.

ow
a5 =0 (F-termes) (2.33)
Z;Yf,fzk =0 (D-termes) (2.34)

Dans l’article, les auteurs considerent qu’a basse énergie les éléments chargés
se sont agrégés pour former des condensats et qu’il ne reste donc que des
éléments neutres (invariants de jauge). Ils n’ont donc pas de condition sur les
D-termes. C’est le cas de la plupart des modeles utilisés dans la construction
des modeles O’Raifeartaigh.

L’étude se fait en 3 étapes

1/ Premier cas : le systéme ne comporte pas de symétrie.

Comme il n’y a pas de D-termes, chercher un vide supersymétrique revient
a résoudre n équations a n inconnues. Un modele générique va donc posséder
un minimum supersymétrique.

2/ Second cas : le systéme comporte une symétrie globale ou une symétrie
de jauge.

Pour le démontrer, on regarde d’abord ce qui se passe dans le cas d’une
symétrie U(1). Le superpotentiel dépend de n champs W(¢;),i = 1..n. Il y a au
moins un champ chargé (sinon on revient au cas précédent). Pour les notations,
on considere que c’est le champ n qui est chargé, soit ¢, # 0. On peut ainsi
redéfinir les champs X; = gbi/qﬁ‘#/q", pour i= 1... n-1. Le superpotentiel depend
des n-1 X; et de ¢,,. Le superpotentiel est neutre, tous les champs sauf ¢,, sont
neutres, ¢, est chargé, donc W ne dépend que des Xj;.

ow
— =0. 2.35
50, (23
1l reste n-1 contraintes a satisfaire pour n-1 champs.
ow
—=0,j=1.n-1 2.
e 0, n (2.36)

Si le superpotentiel est générique, cela veut dire que 'on peut a priori
résoudre le systéme et mettre tous les F-termes a zéro, donc que le vide est
supersymétrique.

2. En fait, cet argument sert uniquement & écrire I’équation (2.33) . On peut donc le
généraliser tant que la metrique ne s’annule pas. On sait de toutes les facons, notre modele
n’est plus valide si la métrique devient singuliere, par exemple parce que le systeme développe
de nouveaux degrés de libertés de masse nulle non décrits dans notre systeme.



36 CHAPITRE 2. SUPERSYMETRIE

3/ Troisieme cas : le systéme posseéde une R-symétrie. La différence avec
le cas précédent vient du fait que dans ce cas, le superpotentiel est chargé, de
charge 2. Avec les mémes notations qu’au cas précédent, la seule facon de ’écrire
en fonction de ¢,, chargé et des X; neutres est donc

W = ¢/ W (X;) (2.37)

On réutilise le fait que notre étude se limite aux endroits ou le Kahler ne
s’annule pas.
Ainsi, les conditions pour mettre tous les F-termes & zéro sont

oW
=0,i=1n-1 2.
X, 0,1 n (2.38)

W(X;) =0 (2.39)

Pour un superpotentiel quelconque, il faut résoudre n équations avec n-1
inconnues, pour mettre tous les F-termes a zéro, c’est-a-dire pour avoir un vide
supersymétrique.

Conclusion :

— avec un Kéhler canonique (en fait une métrique non singuliere)

— pour des vev de champs non nulles et non infinies (En fait on note que

c’est la vev du champ chargé sous la R symétrie qui doit étre non nulle.
Cela correspond & une brisure spontanée de R-symétrie)

— pour un systeme sans D-termes (qui exclut donc les modeles dynamiques
dans lesquels la supersymétrie est liée a des effets de confinements dus a
des couplages forts)

— pour un systeme générique, c’est-a-dire sans fine-tuning ou sans relation
particuliére entre les parametres,

Il faut une R symétrie pour pouvoir briser la supersymétrie.

On peut trouver un certain nombre de contre-exemples dans [47] [48] par

exemple.

La R symétrie est incompatible avec la brisure de supersymétrie.

Si la supersymétrie existe, elle doit etre brisée, donc les jauginos, qui n’ont
jamais été observés, doivent avoir une masse. Celle-ci, si elle est de Majorana,
est de la forme : MAX . Comme les champs de jauge ne peuvent pas etre chargés
sous la R symétrie, ce terme brise la R-symétrie.

Il faut donc briser la R symétrie pour générer les masses des jauginos et
briser la supersymétrie de maniere réaliste.

Notons qu’il y a eu des tentatives pour échapper au probleme en construisant
des masses de Dirac pour les jauginos [49].

De manieére générale, on se référera a la masse de Majorana des jauginos
quand on parlera de la masse des jauginos.
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La métastabilité ou ’art du compromis

Le lecteur averti aura noté que les phrases “Il faut une R symétrie pour pou-
voir briser la supersymétrie.” et “Il faut donc briser la R symétrie pour briser la
supersymétrie de maniere réaliste.” sont un peu contradictoires. Heureusement,
le physicien rusé a inventé pour vous un concept qui nous permet de sortir de
cette impasse : celui de métastabilité. Le potentiel possede plusieurs vides lo-
caux. Celui de plus basse énergie restaure la supersymétrie, ce qui permet de
générer facilement des masses de jauginos.

Nous allons revenir brievement sur I'impact de la R-symétrie dans les modeles
de O’Raifeartaigh, puis nous décrirons brievement le modele dit d’ISS, qui per-
met de briser dynamiquement la supersymétrie de maniere métastable.

2.2.2 Brisure dynamique et QCD supersymétrique

On sait que la difficulté d’étudier QCD vient du fait que son couplage est fort
et qu’on ne peut donc pas travailler perturbativement a basse énergie. A basse
énergie, les bons degrés de libertés ne sont plus tant les quarks et gluons que
les baryons et mésons. On sait également qu’en QCD, le confinement n’est pas
seulement dii au couplage fort mais dépend aussi du nombre de familles relati-
vement a la taille du groupe de jauge. Dans la version de QCD supersymétrique,
on trouve également des comportements différents suivant les valeurs de Ny et
N,. Seiberg [50] identifie des dualités entre théories a couplage faible et fort en
comparant leurs degrés de liberté. Pour utiliser le méme vocabulaire, on appe-
lera mésons les particules composées de quarks et celles qui apparaissent a basse
énergie.

A haute énergie, on travaille avec des quarks @ et Q “fondamentaux” qui
sont soumis & une symétrie de saveur SU(Ny) et de couleur SU(N.) ainsi qu’a
une R symétrie et une symétrie baryonique. A partir des quarks élémentaires,
on peut construire des mésons et des baryons (ceux-ci n’étant définis que si
Nf S Nc) :

M= QG; (2.40)
Bi-ine — thQiz\fC (2.41)
Bil.iz\rc — Q%_“Q;NC (2.42)

A TYordre des arbres

On peut calculer leurs vevs a I'ordre des arbres, celles-ci annulant la contri-
bution a I’énergie liée aux D-termes :
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Nf < N,
a
Q=0Q-= (2.43)
aNf
Nf > Nc
a ax
az a3z
Q= an. Q= aF, (2.44)
avec |a;|? — |d;|* = indépendant de i
aldl
asaz
M= . , (2.45)
aN.aN,
Bt Ne = a10G2..0N, (2.46)
BYNe = a1dy..an. (2.47)
Sous SU(N;)xSU(N;)xU(1)gxU(1) g, Q se comporte comme (Ny, 1,1, N-f];ch)

et Q) comme (1, Ny, -1, NfA?fNC).

Pour trouver les superpotentiels donnés dans la table (2.2), on cherche les
superpotentiels qui vérifient les symétries du probleme, et sont cohérents entre
eux (si on découple un quark par exemple, on trouve bien le cas Ny — 1, et les
théories collent au raccordement, lorsque 1’énergie du systeme vaut la masse du
quark lourd).



Contraintes classiques

Corrections quantiques au superpoten-
tiel

Comportements /commentaires

A3Ne—Ny 1/Ne—Ny .
Ny < N, Weps = (Ne — Ny) <W> Pas de vide (runaway)
ABNe=Np\ 1 Nc.—Ny .
Ny < N, Wiree = TrmM Wers = (N = Np) (Aian) N, vides : |
. , . .1 i — 2 c— c 1)*
Rajouté pour stabiliser le runway < Mg >= (detmA3Ne—Ns)1/N, (E)]
Ny =N, detM — BB =0 detM — BB = A?Ne
Il y a une singularité en 0 qui cor- | Au niveau quantique, 0 n’est plus solu-
respond & 'apparition de parti- | tion, la symétrie SU(Ny)est brisée
cules de masse nulle
Ny=N.+1 detM (1/m)i — BiBI =0 Werr = oier (M;‘Biéi - detM)
MiB; = MiB/ =0
Ny > 3N, 1a la valeur de la constante de couplage

diminue en méme temps que l’énergie,
on peut travailler simplement avec les
champs du lagrangien.

3/2N. < Ny <
3Nc

Liberté asymptotique. On considére
qu’il existe un point fixe — théorie des
champs superconforme.

FI1GURE 2.2 — Liste des différents cas possibles pour SQCD
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Dualité

Le cas 3/2N. < N < 3N, est particulierement intéressant, car la théorie
qu’il décrit peut également 1’étre par une théorie dite duale.

En effet, considérons, la théorie possédant

— un groupe de jauge SU(N; — N,)

— une symétrie de saveur SU(Ny)

— Ny quarks g; et antiquarks ¢;, i = 1..Ny “magnétiques”

— des mésons magnétiques neutres dans I’adjoint de SU(Ny), anj

Comme 3/2(Ny — N.) < Ny < 3(Ny — N.), on sait que le systeme évolue
vers un point fixe ou la théorie des champs devient superconforme. Il se trouve
que lorsqu’on prend en compte le superpotentiel suivant

W = %M:njqi(j] (2.48)
la théorie électrique (avec les quarks électriques @Q chargés sous SU(N,) et
SU(Nyy) et la théorie magnétique évoluent vers le méme point fixe. On peut
donc choisir 'une ou 'autre des descriptions suivant ce qui est le plus simple a
manipuler (celle au couplage faible, par exemple), en gardant en téte les relations
suivantes :

M = uM,, (2.49)

AN N RN =3Ne — (L) Ny =N Ny (2.50)
A, et A, correspondent aux échelles dynamiques générées dans les théories
électrique et magnétique, tandis que p est introduite en (2.49) pour faire le
raccord dimensionnel entre les deux théories.
Les symétries globales sont les mémes dans les deux cas : SU(Ny)xSU(Ny)x
U(1)p x U(1)g, avec ¢ se transformant comme (Ny, 1, Ne Ney et § comme

Ny—N.’> Ny
Ne Ne
(17Nfa_Nf_NC7 Nf) .

2.2.3 Modele d’Intrilligator, Seiberg et Shih (ISS)

Le modele dit ISS, pour Intrilligator, Seiberg et Shih [51] est trés populaire
car il permet de :

— Générer dynamiquement un modele de type O’Raifeartaigh via SQCD

— Résoudre le conflit apparent concernant la R-symétrie

Comme vu précédemment, on peut partir d’une théorie a haute énergie avec
N =1 SUSY QCD, avec Ny saveurs et un groupe de jauge SU(N.). Si N, <
Ny < 3/2N,, on sait qu’a basse énergie, dans la théorie duale, on peut décrire le
systeme perturbativement par des quarks et des mésons magnétiques, chargés
sous une symétrie de jauge SU(N), N = Ny — N, et avec une symétrie globale
de saveur SU(Ny). Les mésons sont dans 'adjoint de SU(Ny) : X;;,4,j = 1..Ny.
Les quarks sont notés g; , et qz, a=1.N

Le superpotentiel s’écrit
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W = hTr(¢Xq) — hy*Tr(X) (2.51)
Il suffit de choisir N < Ny pour que la supersymétrie soit brisée. En effet,
_F)*(i,j = hQi,aq}l - hMQ(Si,j (252)

La premiere matrice est de rang N et ne peut donc pas étre égale au second
terme de rang Ny. La supersymétrie est donc brisée et certains champs X font
office de spurions 3.

L’énergie du vide vaut

Vinin = (Nf - N)|h2,U4| (253)

et est obtenue, a ’ordre des arbres, pour des champs dont les vev valent :

0 0
X= (0 X0> (2.54)
qo,1
= i 2.55
qo,N ( )
0
q=(qo,15-+Go,n,0) (2.56)

Comme pour I’étude des modeles O’Raifeartaigh, on montre qu’il existe des
directions plates a I'ordre des arbres qui sont levées par les corrections quan-
tiques :

1 M? 1 m? M?
Vir = ——=STrM*og— = ——=Trmilog—L — Trmhlog—L 2.57
I = Gar TNT T Gap2 B9 R rlog=y  (257)
ou mp et mp sont les masses des bosons et des fermions.
On trouve que des vevs qui maximisent les symétries conservées, c’est-a-dire
X=0etq=q" =( pty..,pu , 0,..0) . Sans surprise, on trouve que la R-symétrie
—— N~

N times Nf—N
est conservée dans ce vide qui brise la supersymétrie.

Le suspense est a son comble : comment va-t’on modifier le systeme pour
réussir a générer des masses de jauginos ?

On étudie le méme modele, mais jaugé.

Les changements sont négligeables au voisinage du vide qui brisait la super-
symétrie. 11 le fait toujours.

On étudie ensuite le systeme loin de l'origine. L’index de Witten nous dit
déja que le systéme possede Ny — N vides supersymétriques. Pour en savoir plus,

3. ce qui justifie a posteriori nos notations
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on étudie ce qui se passe si < X > prend une vev. Alors les quarks prennent une
masse h < X >. Si on les integre-out et qu’on regarde la physique infrarouge,
on trouve le superpotentiel suivant :

Wiow = NN A N et X) /N — b2 TrX (2.58)

En conséquence :
— Loin de l'origine, se développent Ny — N vides supersymétriques pour
2N/(Ny=N) A\ WV =3N)/(Ng=N)
<hX >= A (1) 1Ny = (42) 1N,
— Parce qu’il existe désormais un vide qui restaure la supersymétrie, le vide
qui la brise n’est plus stable mais métastable. Heureusement, son temps
de vie est grossiérement estimé & exp(S), avec

A\ AN =3N)/(Ng=N)
S = <:L> >1 (2.59)

Ce modele a l'intérét d’étre a la fois un modele de brisure de supersymétrie
dynamique, crée a partir d’'un couplage fort, et grace a la dualité, de pouvoir
étre étudié perturbativement. De plus, on sait depuis longtemps grace a 'index
de Witten que les modeles les plus simples ont des vides supersymétriques. Ici,
la métastabilité permet de garantir a la fois la simplicité relative du modele ainsi
que le fait qu’il brise la supersymétrie.

2.3 Meédiation de jauge

Pour les raisons vues précédemment, la supersymétrie ne peut pas étre brisée
directement dans le MSSM. Afin d’assouplir les contraintes sur la construction
des modeles supersymétriques, on construit des modeles dans lesquels la brisure
de supersymétrie n’est communiquée au MSSM que par des effets gravitationnels
ou par des corrections radiatives.

La supersymétrie est brisé dans un secteur qu’on appelle caché, ou “seclu-
ded* soit “retiré” 4. Comme vu précédemment, on peut construire des modeles
explicites pour ce secteur, par exemple avec des brisures dynamiques de super-
symétrie.

Cela dit, il n’est pas nécessaire de savoir comment la supersymétrie est brisée
pour étudier ses mécanismes de transmission. On considere alors le secteur caché
comme une boite noire capable de donner un spurion X, avec < X >= X +
0°Fx.

2.3.1 Description succinte et résultats classiques

En médiation de jauge, on couple le secteur caché a un ensemble de champs
chargés sous le modele standard, dit messagers. Ceux-ci sont dans des représentations

4. nous utiliserons abusivement le terme caché dans cette these
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réelles, vectorielles. Si on travaille dans le cadre de théories de grande unification,
on les prend dans des représentations completes du grand groupe de symétrie
afin de ne pas perturber I'unification des couplages. Dans ce contexte, il faut
aussi faire attention a ne pas mettre trop de messagers pour éviter ’apparition
des poles de Landau.

MSSM Messagers ¢ ¢ M

Avantages :

— En médiation de jauge, tout repose sur des calculs de boucles qui sont cal-
culables exactement dans le cas ol le secteur des messagers est perturbatif.
Tout se déroule dans le cadre connu de la théorie des champs.

— Comme les masses sont générées dans la base d’états propres des interac-
tions, elles ne peuvent pas engendrer de changements de saveur supplémentaire,
et ne posent donc pas de probleme de saveur.

Inconvénients :

— En médiation de jauge, il est difficile de générer i et B p du bon ordre de
grandeur. Plus précisemment, si p et B p sont engendrés par des boucles
de messagers, B ~ 16m2p2. 1l faut donc trouver des facons de contourner
et résoudre le probleme [3].

— Le gravitino est souvent la LSP. Comme il est difficile de tester ses pro-
priétés dans les collisionneurs, on ne peut pas faire de prédiction simple sur
la densité de matiere noire que ’on peut confronter aux mesures ensuite.
Il faut également s’assurer qu’il ne perturbe pas la syntheése des éléments
légers pendant la nucléosynthese.

2.3.2 Formalisme classique de la médiation de jauge

Dans le cas de la médiation de jauge [52], les masses des sparticules sont en-
gendrées par corrections radiatives. Pour cela, on introduit des particules, dites
messagers, couplées au secteur caché et chargées sous les symétries du modele
standard. Plus précisemment, on prend N,, champs ¢, (5 qui appartiennent a
la représentation r + 7 du groupe de jauge. Si ’on veut conserver l'unification
des constantes de couplage, il faut choisir les messagers dans des représentations
completes du groupe de grande unification choisi. Si I’on veut conserver la per-
turbativité, on ne peut pas mettre trop de champs de masse M sous peine de
générer des poles de Landau, ce qui donne comme condition N, < m
Classiquement, on couple les messagers avec les spurions X; par le biais du
couplage W = ¢;(A\L; Xy + M) o5, (X1) = Xou+ 0*Fp.

Les messagers sont donc composés de fermions de masse M, ; = ()\iC X0k +
M};) et de scalaires dont la masse est donnée par
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FIGURE 2.3 — Génération des masses des jauginos et des scalaires a une et deux
boucles respectivement. Figure prise dans [2], les pointillés sont des scalaires,
les lignes pleines des fermions et les lignes ondulées sont les vecteurs.

@.a (MO i) @9 (2.60)

Comme dans beaucoup de modeles, X est petit devant M, (parfois nul pour
des raisons de symétries), la condition de stabilité pour les masses des scalaires
s’écrit F < M?. Souvent, on aura F < M?, ce qui permet de travailler de
maniere perturbative en F/M.

Si on trace les diagrammes de Feynman pour les termes softs, on obtient la

figure 2.3.2.
La masse des jauginos est engendrée a une boucle :
o (1) = AL Fy
M)y, = Npk, =1 2.61
Ar m A ~ Mi,j ) ( 6 )
(2.62)

ou k; = 5/3,ky = k3 = 1 pour que k,«, soient égaux & GUT. [ représente le
nombre de champs qui brisent la supersymétrie, N, est le nombre de messagers.
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La masse carrée des sfermions est elle générée a deux boucles :

2

Ao
il (2.63)

2
mizzza:c; (1) kQTa(Ri)Nm A

A/  ~
575

avec les notations habituelles : a représente le groupe de jauge, ¢ 'indice de
la composante ¢; du messager @, ce dernier appartenant a la représentation R;
du groupe choisi. T, (R;) est 'index de Dynkin de la représentation R;, et les
C% sont les coefficients de Casimir quadratiques pour le superchamp chiral x;,
tous par rapport a G,.

2.3.3 Propriétés classiques

Dans la plupart des cas, on prend pour simplifier les masses des messagers
égales & haute énergie. Une fois les parameétres fixés a 1’échelle de Agyr (F-
termes) et les caractéristiques des messagers choisis (masses, nombre et représentations),
on peut calculer les corrections a une boucle et prédire des spectres a basse
énergie.

Quand les masses des messagers sont égales a haute énergie, on sait que
celles des jauginos vérifieront a toute énergie et & une boucle

My _ My My (2.64)
aq (6] a3

C’est donc un test facile a effectuer a basse énergie. Notons qu’il ne permet
de faire la différence avec minimal SUGRA, mais il permet tout de fois de tester
I'universalité dans I'ultraviolet.

En général, la masse a laquelle on trouve les messagers M,, << Mp donc le
gravitino est la LSP : mg/o ~ MLP < Agm

Un spectre classique de médiation de jauge avec neutralino NLSP est mis en
figure 2.4, tiré de [53].

2.3.4 Autres mécanismes de transmission de la brisure de
la supersymétrie, comparaison

Une facon tres naturelle de transmettre la brisure de supersymétrie est de
le faire par la gravitation [54]. On sait déja qu’on peut obtenir les termes softs
comme limite a basse énergie d’un lagrangien de supergravité.

Dans ce cas, la LSP est le neutralino ®

Avantages :

— La gravitation étant présente dans tous les cas (!), c’est un mécanisme
naturel.

— Lorsque la médiation est gravitationnelle, le mécanisme de Giudice-Masiero
(voir [55]) permet de générer naturellement les termes p et B y via les in-
teractions gravitationnelles. On prend la limite & basse énergie ( M, — oo
, F/M,, constant) et il reste les termes désirés.

5. le cas ou 71 est la LSP n’est pas viable et doit donc étre évité
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FIGURE 2.4 — Spectre classique sps8 [53]. Il est obtenu avec médiation de jauge
et les parametres suivants : A = F/M = 100 TeV, M,,.ss = 200TeV, N,,, = 1,
tang = 15, pu > 0.
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FIGURE 2.5 — Spectre classique spsla. Il est obtenu avec minimal sugra et les
parametres suivants : mo = 100GeV, m;/; = 250 GeV, 49 = —100 GeV ,
tang = 10, p > 0.

Inconvénients :

— Les modeles les plus simples génerent des changements de saveur difficiles
a éviter.

— Les modeles de médiation gravitationnelle sont plus difficiles a tester car
moins prédictifs (un des intéréts d’'un modele physique est de pouvoir le
tester...). C’est pourquoi on se concentre sur mSUGRA.

Note : la médiation gravitationnelle existe dans tous les cas. Mais comme son
ordre de grandeur est ML, elle est souvent négligeable face a des mécanismes
ayant lieu a un échelle plus basse M < M,,. La médiation de jauge est naturel-
lement dominante pour des échelles inférieures & 10**GeV.

Un spectre classique de médiation gravitationnelle est le spectre suivant mis
en figure (2.5), tiré de [53].

On peut aussi travailler dans un cadre dit de médiation de jauge directe



48 CHAPITRE 2. SUPERSYMETRIE

[56] : dans ce cas 13, les messagers appartiennent au secteur “caché” (secluded)
et sont chargés sous les symétries de jauge du modele standard.



Chapitre 3

Stabilité des modeles
d’O’Raifeartaigh avec
messagers

Lors de la construction de modeles, on a tendance & construire le secteur
caché avec un modele qui brise la supersymétrie, puis a rajouter des messa-
gers qui se coupleront directement au spurion et transmettront la brisure de
supersymétrie.

Ce chapitre cherche a répondre a la question suivante : Comment ’ajout de
messagers modifie-t’il la dynamique du secteur caché?

Pour cela, nous nous limiterons au cas classique dans lequel la supersymétrie
est brisée par un secteur caché de type O’Raifeartaigh. Ces modeles ont en effet
un certain nombre de caractéristiques générales qui nous permettent de mieux
comprendre les dynamiques mises en oeuvre.

3.1 O’Raifeartaigh : Méta- et Instabilité

Les modeles de type O’Raifeartaigh possédent des caractéristiques générales
qui ont des impacts forts en terme de construction de modeles : le phénoménologue
doit naviguer entre des masses de jauginos difficiles & générer et des instabilités
qui risquent d’amener le systeme vers des vides qui brisent les symétries du
modele standard.

3.1.1 Stabilité et génération des masses des jauginos, un
autre compromis a trouver

Dans [57], Komargodski et Shih expliquent que dans un modele de type
O’Raifeartaigh, si un vide non supersymétrique est stable a I'ordre des arbres
(directions plates incluses), la masse des jauginos est forcément supprimée par

49
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rapport au reste du spectre, conduisant a des modeles non viables ou a des
spectres lourds difficiles a détecter au LHC.

On doit donc choisir entre avoir un vide non supersymétrique stable ou un
spectre sans trop de hiérarchie. Dans le cas de la médiation de jauge, on va
voir qu’on est toujours avec un vide non supersymétrique qui est au mieux
métastable.

En effet, dans [47], S. Ray montre que dans un modele de O’Raifearteigh
général, il y a toujours une direction plate dans les directions 9,W, dés que
F, # 0. Il y a donc toujours une direction plate dans la direction du goldstino.
Ensuite, si on se place au point de coordonnees A\X + M = 0, la matrice de

masse des messagers vaut
R a
(AF 0 > (3.1)

La masse supersymétrique des messagers s’annule en ce point, ce qui correspond
a une instabilité.

On peut donc suivre un chemin qui part du premier vide, suit la direction
plate jusqu’a AX + M = 0 puis suit I'instabilité jusqu’au second vide dans lequel
les messagers prennent une vev et les symétries du modele standard sont brisées
(voir Figure 3.1.2).

Un modele d’O’Raifeartaigh couplé a des messagers est instable a ’ordre
des arbres, et c’est pour ca que la masse des jauginos n’est pas supprimée par
rapport au reste du spectre dans ce modele.

3.1.2 Stabilisation par les corrections quantiques : une
condition

Si a l'ordre des arbres, un modele de type O’Raifeartaigh couplé a une
médiation de jauge est instable, les corrections quantiques se chargent de stabi-
liser le systeme en levant les directions plates.

Cela dit, il faut bien lever toutes les directions plates pour s’assurer que le
systeme ne reste pas instable. Nous allons voir que cette condition n’est pas
toujours réalisée, et nous allons introduire une condition nécessaire (mais non
suffisante) & vérifier afin de s’assurer de la viabilité de nos modeles.

Considérons un modele générique de type

W = Xifi(pa) + 9(pa) + ¢(AX + M), (3.2)

avec ¢t = 1..N,a=1..P
L’énergie du systeme vaut

V= [filpa) + Xidd> + Y [ Xi0ufi(pn) + Dag(n)* + XX + M| (6] +[0]*)

(3.3)

Il y a au moins deux minima, le premier dans lequel la supersymétrie est

brisée et les symétries du modele standard sont conservées, qu'on appelera a
partir de maintenant vide “Modele Standard” :
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J\v

O’Raifeartaigh
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X

A lordre des arbres Avec les corrections quantiques

FIGURE 3.1 — Potentiel scalaire en fonction de X et des messagers

$=06=0 (3.4)

V1:f2:Zﬁf1'

Un autre, d’énergie plus basse, dans lequel les messagers ont des vevs donc
les symétries du modele standard sont brisées. On 'appelera “vide messagers”.

AP
A2

Vo = f? (3.6)

avec ‘)\|2 = Zz /\ZAZ et 5\1f1 = /_\f

A T'ordre des arbres, c’est donc le vide “messagers” qui est le plus bas tandis
que celui qui nous intéresse est instable.

Dans O’Raifeartaigh (sans couplage aux messagers), les corrections quan-
tiques levent les directions plates. On regarde ici si elles sont également capable
de stabiliser localement le vide “Modele Standard”.

Comment lever toutes les directions plates

Les directions plates d’O’Raifeartaigh n’interviennent que via les matrices
de masses qui serviront a calculer les corrections au potentiel scalaire, ie

= 0 aafl(¢)
MFp = <6bfj(<,0) X:0.00 fi(p) + 3a3bg(<p)> (3.7)
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Ici, les combinaisons sont x4, = X;0,0pfi(¢). S1 P(P+1)/2 < N,ilyen a
P(P + 1)/2 d’indépendantes, sinon il y en a N. Ce sont elles qui apparaissent
dans ’énergie potentielle, et ce sont donc elles dont les valeurs seront fixées
lorsque nous chercherons & le minimiser.

Nous avons donc N — P directions plates a I’ordre des arbres dont on doit fixer
la valeur, et nous aurons min(N, P(P + 1)/2) contraintes aprés minimisation
du potentiel scalaire. Pour lever toutes les directions plates, il faut plus de
contraintes que de directions plates, c’est & dire N — P < P(P +1)/2.

Si cette condition est remplie, les directions plates peuvent étre levées et
le vide peut étre stabilisé. Sinon, on n’a méme pas besoin de faire le calcul des
corrections quantiques, on sait qu’il y aura une instabilité et que le vide “Modele
Standard” sera instable.

La condition nécessaire, mais non suffisante (il faut toujours faire le calcul
des corrections quantiques pour s’assurer que le vide “Modele Standard” est
métastable ) est donc que
P(P+3)

N <
- 2

(3.8)

3.1.3 Comment calculer les corrections quantiques

Cette section donne quelques formules pour pouvoir évaluer les corrections
quantiques a I’énergie d’un vide dans le cas d’un modele assez général de secteur
caché de type O’Raifeartaigh.

On prend pour exemple le modele

1 , ~
W = Xi (fi+5h{¢0) + maga Yo + 6 WX+ M) & (3.9)

avect=1---Nyeta=1---p
On verra plus tard que nous aurons besoin de la condition pour m, = m

1 _
(X)().
Ax < g |za:ha (A-hy)l| (3.10)

afin de garantir la stabilité du vide phénoménologiquement viable. Cependant,
cette condition n’intervient pas tout de suite, et on peut I’oublier pour I'instant.

Etude & ’ordre des arbres

Le systeme étudié a pour potentiel scalaire :

I - .
Vo= [fit 5h0% + Xi00l” + [maal® + [Xih)pa + maYal?
+ X+ M (16 + (o) - (3.11)

On comprend que si on prend m, assez grands, le systeme va devoir choisir
un vide avec ¢, = Y, = 0 & I'ordre des arbres!. Pour N; > 1, la supersymétrie

1. Nous faisons ce choix pour simplifier les calculs et non pas pour des raisons théoriques
particuliéeres
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est bien brisée car on ne pourra pas mettre f; — )\Z—¢q~5 a zéro pour tous les
1 =1..N7. A Tordre des arbres, les directions plates sont
— Ny, les champs X; dans le vide “Modele Standard”
— N; — 1 X; qui restent aprés avoir imposé (A\; X?+ M) = 0, et la condition
imposée par le D-terme ¢ = é dans le vide “messagers”
Maintenant, il reste a calculer les corrections quantiques.

Calcul des corrections quantiques : méthode

Pour cela, la procédure est de commencer par calculer les matrices de masses
fermioniques.
Ici, la masse des fermions se décompose en

(M O
Mp = ( 0 MQ) (3.12)
avec une contribution liée au secteur de O’Raifeartaigh
hIX: m
=" ¢ 3.13
My ( .0 ) (3.13)

et une contribution liée aux messagers

0 AX +M  \o
My = | AX + M 0 \jb (3.14)
i i 0

On doit donc calculer les corrections a 1’énergie du vide dans les deux vides
pour pouvoir ensuite étudier la stabilité du vide phénoménologiquement viable.

M est commune aux deux vides, My ne l'est pas.

Puis on peut calculer les corrections au potentiel de Kalher :

1
272

KO — _
3

MpM]
Tr (MFM; log 5\2 F) (3.15)

On a ainsi le potentiel scalaire

V = (K Y; FEF; = Vo + VY | avec

1 w1 Op? o _
v = log %  — fe Lo pp 3.16
3272 za: %% T zax; ax,) D (816
ou K;; = %. Les p2sont les valeurs propres de la matrice de masses carrées
i J

MpM}..
Il ne reste enfin “plus qu’a” étudier ses minima et leur stabilité.
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Application au secteur d’O’Raifeartaigh

On applique la méthode décrite dans la section précédente en partant de

rYX, m
— a 1 a .1
M, ( - 0) (3.17)

Ce qui donne pour le potentiel de Kéahler

MMI : m2
Tr MM log [1@ 1 = Z{(|hg>xi|2+2mg) log—3

a

(i) (0) y |2 ) & X[/ | X2 + 4m2
+ 2 | X4]\/ |ha’ Xi|? 4 4m? log o (3.18)

Dans la mesure ot F < M?2, on peut travailler dans 'approximation de
Kahler et on trouve

K = 0y + ZhOR{) (3.19)
oll on a posé
1 m?2 2m?
Zy = — log—2 +2— ———2+——
3272 { %62 © WD X2 + dmg2 *

2 A X* 4 6m? S X + dmd 10g|h((j)Xi|+ R X2 + 4m2 |
BOX] (WX + a2y -

A une boucle et au premier ordre, la correction a la métrique vaut donc
KZ' = 65 — Za hRG) . (3.21)
Ceci nous donne une contribution & l’énergie qui vaut
VW = — Zu(xa) [hafI? - (3.22)

On remarque que si on définit x, = hgi)Xi, les fonctions Z, decroissent de
maniére monotone par rapport a |x,|, et sont bornées par

1 m2  2|xa|?
Za(Xa <<Myg) ~ — 3952 (2—|—logAg + 377;1(21 ,
~ Xal?
Za(Xa >>mg) >~ — 35,2 108 7 (3.23)

Comme Z, est décroissante, cela veut dire que ces corrections ont tendance
a stabiliser x,, c’est-a-dire les directions plates X; vers 0.
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Au voisinage de 0, on peut donc évaluer la correction au potentiel scalaire :

1 - _
I . 2
VD ~ const + T3 (2+1og o3 h hﬂ>XX> haf|?>.  (3.24)

On voit bien que si

M2 _ Z |Eaf‘2h(l)7l(]) (3 25)
Jj mg a 'Ya .

a des valeurs propres toutes strictement positives, c¢’est-a-dire si rang[Min] = Ny,
les pseudo-modules sont stabilisés en zéro. C’est une application du raisonne-
ment général décrit auparavant. Si rang[M -] < Ny, il reste des directions plates
apres prise en compte des corrections quanthues Le vide n’est pas totalement
stabilisé et si on ajoute des messagers, le systéme sera instable.

Note : Si p > Nj et que les couplages sont génériques, cette condition est a
priori remplie. Les champs x, ne sont pas indépendants mais cela ne nuit pas a
notre raisonnement.

On trouve bien le fait que les corrections quantiques permettent, lorsqu’elles
levent toutes les directions plates, de stabiliser 'origine. Ceci n’est pas surpre-
nant car on sait que dans un modele d’ O’Raifeartaigh sans messagers, le vide
est stabilisé a 'origine, qui respecte la R-symétrie.

3.2 O’Raifeartaigh : vers la stabilité ?

On a vu que de maniere générale, un modele d’O’Raifeartaigh avec messagers
mene a deux vides dont la différence d’énergie vaut

AfP?
Al

AV = V5~ Vis = — (3.26)

Malheureusement, c’est le vide “messagers”, dans lequel les messagers prennent
une vev et les symétries du modele standard sont brisées, qui a I’énergie la plus
basse.

L’idée est de voir si dans certains cas, cette différence peut étre contreba-
lancée par les corrections quantiques a une boucle.

3.2.1 Condition a ’ordre des arbres

Pour que les corrections a une boucle puisse compenser AV calculé a 'ordre
des arbres, il faut que celui-ci soit “petit”, soit

IAFI2 < AP F? (327)
ot nous avons noté f2 =" fifiet X- f=>". \ifi.



56 CHAPITRE 3. O’'RAIFEARTAIGH AVEC MESSAGERS

On peut comprendre la condition (3.27) comme étant liée & un faible couplage
entre les messagers et le goldstino. En effet, on pose pour le goldstino a basse

énergie
X = %fiXi L Fx == SR (3.28)

Avec (X,x;), ¢ = 1---N — 1 les champs orthogonaux vérifiant F,, = 0 qui
complétent la base, on peut tout réécrire sachant que 2
_ i
X; = 7X + Cij Xj - (3.29)

La condition (3.27) se comprend donc comme une contrainte sur le couplage
Ax entre le goldstino et les messagers

Ax = Aff < A= >IN (3.30)

Pour savoir si 'on peut vraiment stabiliser le vide “Modele standard” grace
aux corrections quantiques, il faut cependant aller jusqu’au calcul des correc-
tions a une boucle. Nous avons déja calculé la correction liée au secteur d’
O’Raifeartaigh, et nous allons maintenant calculer la contribution liée aux mes-
sagers.

3.2.2 Energies des vides calculées a une boucle
Contribution du secteur messagers

Il y a une seconde contribution qui provient des messagers, avec leurs masses

N X+ M[? 4 X%|¢|? A2 pop* Af¢*(AX + M)
MM} = A2 INXT+ M2+ 222 Ao*(AX + M) | (3.31)
AjO(AX + M) Aj(AX + M) Aidi([61% + [9]?)

Quand on calcule leurs valeurs propres, on trouve N; — 1 valeurs propres
nulles correspondant aux directions plates, avec une valeur propre nulle en plus
dans le cas du vide “Modele Standard”.

Les valeurs propres non nulles vérifient I’équation

~ 2 ~
k2 (12 = X8R+ 16P) — AX + MP) = Y 9PIGPAX + M. (3.3)
E‘nergie du Vide Modéle Standard

Dans le vide “Modele Standard”, I’étude est simple puisque ¢ = ¢ = 0. Les
deux valeurs propres sont donc égales & |AX + M| et
MoMi IAX + M|?
A2 A2 '

2. On peut calculer les ¢;; si besoin est mais cela n’est pas utile pour notre argumentation.

Tr MyM} log = 2]AX 4+ M|? log (3.33)




3.2. O'RAIFEARTAIGH : VERS LA STABILITE ? 57

On rajoute cette contribution a ce qui a déja été calculé auparavant
K = 6ij + ZohDRD) + Z' N\ (3.34)

Z, étant inchangé et Z’ valant

1 AX + M2
7 = (m' - M| +2>. (3.35)

1672 A2

Comme précédemment, on définit x, = h((li)XZ- et ¥’ = AX + M. Comme le
couplage entre le goldstino et les messagers est faible, on regarde au voisinage
de lorigine

VD = —Zy o f+ (ha - X) 961> — Z' IX-f7 . (3.36)
Dans le cas p > Nj,on trouve un extremum pour
3N -
M2X; = — i X f?, (3.37)

avec la méme matrice M7; que dans (3.25).

La condition des petites vev X; < mg,, M est satisfaite pour des messa-
gers lourds, m, < M. On peut alors obtenir une trés bonne approximation de
I’énergie du vide du modele standard en posant X; = 0 dans le potentiel effectif.
On obtient finalement

1
3272

i = f2+ > Jha - fI? m—3+2 2 X f? (1 %2+2
1 = a OgA2 )+ | (OgA2 )

(3.38)

On peut réécrire cette équation en remarquant que la dépendance en log(A)

correspond a la renormalisation de 1’énergie du vide calculée a 'ordre des arbres.
On a donc au final :

)

2 1 712 m?2 . M2
Vi :f(,u)—i—?)Q? Z|haf| (IOgF+2)+2|)\-f| (1ogF+2)
(3.39)

a

en évaluant les couplages a 1’échelle p.
Energie du vide dans celui qui brise le modéle standard

Dans ce vide, les messagers prennent une vev et les symétries du modele
standard sont donc brisées.

XX+ M =0 (3.40)
¢p = *%Z;\iﬁ (3.41)
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En fait, ces relations sont corrigées a une boucle :

NXi+M = 0 (3.42)

1 _
00 = —z 2 Mifi L+e) (343)

(3.42) est inchangé car dans ce modele, il n’y a pas de dimension anomale

permettant de mélanger les champs du secteur caché, yﬁi = 7}% = 0. La relation

Fy ~ (AX + M)¢ = 0 est donc inchangée & une boucle.

Dans 3.43, on verra que la correction a une boucle €4 n’intervient qu’en
facteur de termes correctifs, et ne contribue donc pas aux corrections a une
boucle a ’énergie du vide

Calculer I’énergie dans ce cas la est un peu plus difficile que dans le premier
vide, car nous avons besoin de garder les termes en ¢, et X pour calculer les
dérivées de pu par rapport aux X; qui existent dans le potentiel scalaire.

Dans 'approximation [AX + M|?> < A2(|#]? + |4|?), on évalue la métrique
de Kéhler

K”‘ = (Sij + Zah((j)ﬁgj) + Z/)\i;\.j R (344)

oll nous avons noté

P 1 ){QW (10g4|¢¢|2|AX+M|2+2>

1672 167%(|f2 + |92 (9% + [9)A2
B 201412 P
+ (8l + 131 1og“'¢'Aj'¢'>} . (3.45)

Dans le “vide-messager”, \;F; = 0 a ’ordre des arbres. Le terme proportion-
nel & Z' sera donc d’ordre au moins deux boucles dans 1’énergie potentielle et
peut étre négligé.

Le potentiel a une boucle se simplifie donc pour donner

VO = =377, (08 fi + b Nodl (3.46)

On retrouve ici le fait que la correction a une boucle vue en (3.43) ne contri-
bue pas a la correction a ’ordre d’une boucle de I’énergie du vide. En effet, sa
contribution a une boucle s’annule :

Ai <
€ Ni (fi— pkf) =0. (3.47)

On rappelle que les Z, trouvent leur minima pour x, = h&i)Xi = 0, tandis
que Z,, Z' décroissent de maniére monotone vis-a-vis de x, and Y/, respecti-
vement. On commencera par travailler comme si x, et Y’ étaient des variables
indépendantes. Ceci n’est pas vrai dans le cas qui nous intéresse p > Ny, mais
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cette hypothese simplifiera nos calculs et sera suffisante pour notre étude. En
effet, la vraie minimisation impose a certains X; # 0 d’étre non nul, et donc
d’avoir quelques x, # 0, ce qui fait que ’énergie est en fait plus grande que dans
notre estimation. Comme nous allons sous-estimer la valeur de 1’énergie du vide
“messagers”, notre conclusion n’en sera que renforcée si on trouve Vi < V5.

On trouve ainsi comme limite sur V5

2 1 mz - _ j\f 9
Vo > fi= 55 M I+ gy D _(log g +2) [ha - f = (ha 2) S5 - (3.48)

De méme que précédemment, la dépendance en log(A) correspond a la re-
normalisation du vide a I'ordre des arbres. Finalement,

>‘f‘2
>\2

Va > |fi- Afl + 5o QZ 2) [ha f = (ha-A) . (3.49)

Le vrai vide vérifiera probablement \;X; + M = 0, avec un minimum de
champs x, €éloignés de 'origine. Dans ce cas et dans la limite M >> mg, les
valeurs de Z, a remplacer dans I’énergie du “vide messagers” sont celles des
champs & grande valeurs, second cas présenté dans (3.23).

3.2.3 A-t-on stabilisation ?

On veut savoir a quelle condition est-ce que le “vide modele standard” est
stable, c’est-a-dire a quelle condition est-ce que son énergie est plus basse que
I’énergie du “vide-messagers”. Les évaluations que nous venons de faire nous
donnent

AV:%—%<MJV{¢+£;[G%A[+2 M}: 2) [ Mﬂ}
32 2)\2 Z [(h - f)(ha - M)A - f)+cc] . (3.50)

et on souhaite bien entendu que

AV =V, —Vh<0 (3.51)

L’idée est de compenser le premier terme de (3.50), toujours positif, par le
second, dont le signe dépend du modele.
Il faut donc, en prenant des masses égales m, = m pour illustration :

5 1 M? ha - A2
|)\.f2{ o lv (10gu2+2)—z| " | ”

1 m? o ~
< Sain ;Uog;;w) [(ha - N)(ha - M- ) + ec] (3.52)
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Si on regarde cette condition a ’échelle 4 = m, = m, cette condition devient
simplement

Af < g IO R (353)

Il semblerait donc que I'on puisse renverser la situation a l'ordre des arbres
et faire du vide “Modele standard” un vide stable. Remarquons que cela permet
d’échapper aux contraintes de ’article de Komargodski et Shih, et d’avoir a la
fois un vide non supersymétrique stable viable phénoménologiquement et des
masses de jauginos du méme ordre de grandeur que le reste des sparticules.

Les conditions imposées par notre modele sont donc :

_ _ 5 - f
)\'f<<)\f,ma<<M,ha'f<ma,WNlOOTeV. (354)
La derniere condition correspond & la génération de termes soft de l'ordre du

TeV.
Ceci est réalisé pour des parametres de masses valant au moins

M ~10° TeV |, mg ~ 10° TeV , f ~ (10°TeV)? |, X- f ~ (10* TeV)? . (3.55)

3.2.4 Conclusions et ouvertures

La brisure de supersymétrie amene un certain nombre de contraintes fortes,
auquel nous échappons dans ce modele. Nous arrivons donc ici & avoir un modele
stable dans lequel la masse des jauginos n’est pas supprimée par rapport au reste
du spectre. Il est intéressant de voir que nous ne sommes pas en contradiction
avec largumentation de [57]. En effet, notre modele est instable & l'ordre des
arbres, ce qui explique ’absence de hiérarchie dans le spectre final. Ce n’est
qu’une fois les corrections quantiques calculées que l'on peut s’assurer de la
stabilité du vide phénoménologiquement viable. Le prix a payer pour cela est la
petitesse du couplage entre le spurion et les messagers.



Chapitre 4

Meédiation de jauge et
Théories de Grande

Unification

4.1 Problématique

Nous voulons étudier la phénoménologie des modeles dans lesquels il y a a
la fois des théories de grande unification et de la médiation de jauge. Notons
que cette problématique est assez répandue. Le fait que la supersymetrie fasse
converger les constantes de couplages du modele standard plaide en sa faveur et
en celle des théories de grande unification. On va voir qu’il est tres naturel de
coupler les messagers ¢, ¢ aux champs du secteur de grande unification, et que
cela a des conséquences non négligeables sur les spectres générés.

En particulier, nous verrons que contrairement au cas de médiation de jauge
minimal [8], dans lequel les messagers ont tous la méme masse & haute énergie,
les champs composant les messagers auront des masses différentes dictées par
la théorie des groupes. Cela donne un cas particulier inscrit dans la médiation
de jauge générale, avec une motivation théorique pour le choix des parametres
a haute énergie. Cela donne aussi naturellement des spectres atypiques & basse
énergie. Les plus remarquables sont ceux possédant un neutralino léger LSP ou
un gluino léger NLSP.

4.1.1 Justification du couplage
Nous voulons ici évaluer a quel point il est naturel pour des messagers de

coupler au secteur de grande unification, quand le modele possede les deux
ingrédients : médiation de jauge et groupe de grande unification.

61
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Contraintes sur les messagers

Dans la plupart des modeles décrivant des secteurs cachés, la supersymétrie
est brisée par un spurion X. Les messagers ¢ et ¢ couplent directement au
spurion chiral X via X gquS.

Dans le cas des modeles de type O’Raifeartaigh, on sait qu’on peut écrire le
superpotentiel sous la forme [57]

1
W = fX + 2(>\abX + mab) (I)a(I)b+6)\abc(I)a<I)bq)cv (41)

ol on a choisi les parametres pour que X soit le spurion et la supersymétrie
soit brisée pour ® = 0. X est donc neutre, et comme ’existence d’'une R-symétrie
aide & briser la supersymétrie, il a souvent une R-charge 2.

Méme si on ignore de quoi est fait le secteur caché, on sait que les messagers
prennent généralement une masse via un terme du type M ¢, ou bien X ¢¢ avec
<X >#0.

Ce qui nous importe ici, c’est que ¢>¢~5 est neutre sous les symétries du modele
standard.

Un couplage naturel

Par simplicité, on note dans cette partie X un champ quelconque du sec-
teur de grande unification. Une notation de type X2 ou %2 correspond donc &
des opérateurs obtenus en contractant plusieurs champs du secteur de grande
unification, les indices de sommation étant omis.

Dans les modeles les plus simples, on trouve des champs ¥ qui peuvent
directement coupler avec les messagers. On en verra des exemples par la suite,
ainsi que leurs conséquences sur la phénoménologie & basse énergie.

Il faut noter que beaucoup d’opérateurs existent, et qu’il y en a forcément
certains qui sont neutres sous les symétries du modele standard. Ainsi si on
travaille avec des messagers et des champs de grande unification, on peut éviter
certains couplages en utilisant judicieusement certaines symétries !, mais on ne
peut pas les supprimer tous a la fois. En effet, il faut bien pouvoir décrire la
dynamique du systeme et donc écrire un superpotentiel !

Dans ce cas, le superpotentiel va donc contenir des opérateurs de type
Weur = >, ¢;OLyr, o Ogyr est un opérateur fait & partir des champs de
grande unification . Ces opérateurs sont neutres, et on peut a priori les coupler
aux messagers ¢OEUT¢~5- On aura donc un superpotentiel de couplage qui pourra
contenir, en plus de couplages directs, les termes

-~ »? . 3.
W. = ¢Ogurd, soit W, ~ ¢M—P¢ , ¢M—IQD¢ (4.2)
Au final, on s’attend donc a avoir des couplages du type
~ PILI 3
% — — . 4.3
6T L G50 o oyt (4.3)

1. en fait, la construction de modeles réalistes nécessite la suppression de certains couplages
par des symétries judicieusement choisies
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En particulier, ¢Z(j~5 est invariant de jauge quand ¥ est dans ’adjoint du
groupe. Par exemple, dans le cas o le groupe de jauge est SU(5) et le Higgs
dans la représentation adjointe 3 = 24 du groupe, on va avoir un superpotentiel
Weour = /202 + AX3/3 dans le secteur de grande unification, et un couplage
& lordre des arbres avec des messagers dans des représentations 5,5 ou 10, 10.

A partir du moment ot on peut écrire un terme de masse pour les messagers
M (b(;NS, neutre sous les GUT, on doit aussi permettre des couplages du type (4.3).

Par souci de simplicité, nous étudierons les cas ou les masses sont données
par un couplage renormalisable & un champ de Higgs donnant des masses a tous
les messagers.

L’adjoint du groupe de grande unification Adj peut se coupler avec tous les
messagers vectoriels, comme dans (4.3). Comme celui-ci sert souvent a briser le
groupe de grande unification, il prend une vev, ce qui induit des masses pour les
messagers. C’est ce phénomene qui va nous intéresser ici, car tous les champs
contenus dans les messagers ne vont pas alors avoir la méme masse. D’autres
champs de GUT prenant une grande vev peuvent coupler avec les messagers,
engendrant d’autres termes de masses pour ceux-ci.

4.1.2 Vers des spectres atypiques

Puisque 'on couple des champs de grande unification prenant des vev aux
messagers, on engendre des termes de masse pour ceux-ci. Ces termes ne sont
plus invariants sous le groupe de grande unification. Les composantes des messa-
gers n’ont plus forcément la méme masse. Ceci s’oppose a la plupart des modeles,
pour lesquels les masses des jauginos sont égales & haute énergie (universalité).
On s’attend donc a avoir des spectres différant des spectres typiques.

En effet, pour la plupart des modeles (en particulier minimal supergravity,
notée mSUGRA, et médiation de jauge minimale, notée mGM), les masses des
jauginos vérifient la relation suivante, valable a toute énergie et a une boucle
My, _ My, _ M)\s ) (44)

aq Q2 ag

Ici, on note sans surprise a, = g2 /47, a = 1,2, 3 les couplages de jauge associés
a U(1)y (dans la normalisation de SU(5)), SU(2)r et SU(3)¢c. On a aussi noté
My, , M, and M), les masses respectives des bino, winos et des gluinos.

Pour mSUGRA, non seulement les constantes de couplages convergent a
haute énergie, mais les jauginos ont aussi tous la méme masse & Agyr :

M)\1 = M)\z = M)xs (45)

Q] = Qg = Q3 4.6

Dans le cas de mGM, on suppose que tous les messagers ont la méme masse,
ce qui induit (4.4).

L’intérét de ’hypothese d’universalité est sa simplicité, qui permet de réduire
le nombre de parametres a piloter afin de prédire des spectres a basse énergie.
Bien entendu, on peut toujours trouver des spectres dans lesquels les masses
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de jauginos ne vérifient pas cette relation. La plupart du temps, les parametres
sont alors mis & la main et choisis arbitrairement.

Cependant, ici, le spectre est différent du cas minimal et est déterminé par
la structure du systeme a haute énergie. Si nous devons toujours faire certains
choix pour les modeles (groupe et représentations...), ceux-ci sont plus prédictifs
que si on mettait tous les parametres a la main sans justification théorique.

4.1.3 De I'importance de la gravitation

Si les messagers prennent une masse via un couplage du type (4.3), celles-
ci seront générées a des échelles proches de ’échelle de grande unification. Les
effets gravitationnels ne seront donc pas forcément négligeables.

Pour évaluer cet effet, on note qu'un couplage typique a l'ordre des arbres
de type A¢pX¢ donnera une masse de l'ordre de A10'® GeV aux messagers pour
A ~ 1. Si on supprime une partie des opérateurs dont ceux renormalisables,
on peut tout de méme penser qu’il y aura au moins des opérateurs de type
Px3 /Mg g?) pour donner des masses de messagers. On estime donc que les masses
des messagers seront comprises entre 101 GeV < M < 106 GeV.

Il y a également une contribution liée au spurion, qui vaut Ax X ¢q~5, avec X
le champ qui brise la supersymétrie. Comme nous ’avons vu dans le chapitre sur
la stabilite, Xy est souvent protégé par une symétrie ou une pseudo-symeétrie.
Cette contribution est donc souvent négligeable devant les termes que nous
considérons. Nous ferons systématiquement cette hypothese par la suite.

On peut donc mesurer la part d’effets gravitationnels par rapport aux contri-
butions de jauge dans la génération des termes softs en regardant

MGM g2 Mp
~ Ax—— . 4.7
ma /o 16727 M (4.7)
(4.7) nous dit que les effets gravitationnels sont minoritaires pour
g
M < == AxMp ~ Ax M . 4.8
S Teq2 X Me xMgur (4.8)

Si on prend des masses de messagers M ~ 10'6GeV, les contributions aux
termes softs liées aux médiations gravitationnelles et de jauge seront du méme
ordre de grandeur. Dans ce cas, I'importance de la contribution gravitationnelle
nous fait perdre le co6té prédictif de notre modele.

En choisissant M a quelques ordres de grandeur en dessous de Ax Mgy,
on garde un spectre donné principalement par la médiation de jauge, avec des
effets gravitationnels non négligeables. Ceci sera utilisé par la suite.

Soulignons le fait que si on veut obtenir ms3,, < 100 GeV on doit, via (4.7),
avoir M < Ax10'® GeV, c’est-a-dire & prendre des messagers dont la masse est
légerement plus petite que ’échelle de grande unification. Nous travaillons avec
M < 10'*GeV, auquel cas les contributions de jauge I’emportent sur les effets
gravitationnels avec un facteur 10* dans les masses des scalaires. Nous avons fait
ce choix pour supprimer la plupart des changements de saveur. On doit donc



4.2. CONSTRUCTION D’UN MODELE EXPLICITE 65

travailler avec un couplage A\s; < 0.1 relativement supprimé, ol Ay intervient
dans )\E(;SE&. Ceci peut provenir de symétries de saveurs ou de modeles avec
dimensions supplémentaires dans lequel on trouve une suppression géométrique.
Nous verrons par la suite que garder une contribution gravitationnelle sous
dominante mais non négligeable a plusieurs avantages :
— parce que le spectre est principalement donné par la médiation de jauge,
il est prédictif et contient peu de changement de saveurs
— parce que la gravitation n’est pas négligeable, on peut générer un u et B
1 termes du bon ordre de grandeur
— dans certains cas, le neutralino sera la LSP. Il sera donc possible d’obtenir
des contraintes sur le modele via ’étude de la densité relique.

4.1.4 Méthodologie

Nous nous proposons donc de détailler les conséquences de cette interaction
dans le cas de SU(5) et SO(10).
La méthodologie est la suivante :

. regarder la liste des couplages autorisés par les symétries de jauge
. regarder les masses des messagers qu’elles engendrent

1
2
3. calculer le spectre a hautes énergies
4. calculer le spectre a basse énergie

5

. vérifier sa viabilité ainsi que ses prédictions

4.2 Construction d’un modele explicite

Dans cette section, nous nous intéressons non pas aux spectres, mais aux
aspects généraux de stabilité et de génération des termes p et B 1 du bon ordre
de grandeur.

4.2.1 Définition du modeéle

W = Wyssu + Wsp(X,...) + Wn(2,0,X,%) + Wepr(Z), (4.9)

Ce modele comporte le superpotentiel de plusieurs secteurs :
le secteur du MSSM, Wisssum
— le secteur dans lequel la supersymétrie est brisée Wgp(X,...)
— le secteur de grande unification Weyr(X)
le secteur des messagers, couplé au spurion X et au higgs ¥, W, (P, P, X, )
O (AxX +A\sX) O

Pour pouvoir faire des calculs explicites, on choisit un secteur caché qui
correspond & une brisure dynamique de la supersymétrie [48], et plus parti-
culierement le modele d’ISS [1].
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On a donc ' =1 SUSY QCD avec Ny saveur et un groupe de jauge SU(N.),
avec N, < Ny < % N.. Dans linfrarouge, la théorie est fortement couplée,
donnant naissance a une physique décrite par la théorie duale magnétique. Celle-
ci contient un groupe de jauge SU(Nj — N.), Ny saveurs pour des quarks g,
et des antiquarks ¢¢, ainsi que des mésons singlets de jauge XZJ (i,j=1...Ny,
a=1...N,avec N = Ny—N,). La théorie magnétique est libre dans l'infrarouge
et peut donc étre analysée de maniere perturbative.

Son superpotentiel vaut
Wiss = hq. X} — hf?TrX (4.10)

La supersymétrie est brisée pour (¢}) = (¢*) = fé%, (X) = 0.

A Tordre des arbres, il y a des directions plates pour Xij i,j = (N+1)...Ny.
Celles-ci sont levées par les corrections quantiques (X) = 0 [1]. On peut remar-
quer que le systeme a une R-symétrie et que cette vev la préserve. Comme vu
précédemment, cela veut aussi dire qu’on a du mal a générer les masses des
jauginos.

ISS posseéde un second vide, pour lequel (X) # 0, mais il est suffisamment
éloigné du premier pour que ce dernier soit métastable, avec une durée de vie
grande devant I’dge de 1'univers.

Une fois le secteur d’ISS couplé aux messagers, on trouve, comme prévu par
[58], qu’il existe un nouveau vide, d’énergie plus basse, et que le vide ISS est
stabilisé a coté de l'origine, avec une durée de vie tres grande devant I’age de
I'univers.

Le vide acceptable pour le modele standard a pour propriétés :

- V(¢p=0) = (Ny — N)h*f*;

-~ $=9=0

Le vide messagers a lui pour propriétés :
Ny
- Y b
_$¢ = i=N+1

> Pl

(i.4) ¢ {i=j=1...N}

Ny
S V(e #£0) = B2 NN = | D Ak, oo gl
i=N+1 (i)¢{i=j=1...N}

N < X > +M a une valeur propre nulle.

4.2.2 Stabilité et temps de vie

On peut estimer le temps de vie du vide “Modele Standard” par I'approxi-
(Ad)* )
AV )

mation triangulaire comme dans [1] qui donne 7 ~ exp(
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On estime
AV =V, ;—Vys = — h*f* > A > NS | (411)
i=N+1 (i,5)¢{i=j=1..N}
et
(AD)? = Ag? + AX? (4.12)

On peut facilement évaluer A¢?.

Ny
D Nyhf?
Ag? = i_gl YO (4.13)
X,j

(4,5)¢{i=j=1...N}

La distance AX? doit étre calculée & une boucle, vu qu’il y a des directions
plates a 'ordre des arbres. Nous avons choisi une limite conservative en prenant
simplement

Ny
> Ny hf?

i=N+1

(A2)° > 2 (4.14)
> A ]
(i,§)¢{i=j=1..N}
Cela donne
AV . o
(Ao = > NP o= a2, (4.15)

(i.)¢{i=j=1...N}

4
On peut donc avoir % > 1 si on prend des couplages A\ assez petits.
Le vide métastable peut donc avoir une durée de vie plus longue que celle de
I'univers.
4.2.3 Stabilisation a une boucle

On peut calculer les corrections quantiques a une boucle et on trouve :

Vl—loop(X()aYO) = 21thfz|}/0|2 +

10N, h2 f4| T A2
3AEU

4.2 - B 2
P {Sh F2(Ind — 1)N(N; — N)|Xo|

[m’x) Xo + (TY")\) Yy + h.c.” . (4.16)

avec X = Xo IN;—N» Y =Y, 1y et ot on a défini TY'\ = ZﬁV:fNH )‘&’,i’ '\ =
zg\;l N ;- Dans I'équation (4.16), la premiere ligne contient le potentiel de X
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a 'ordre des arbres et les corrections & une boucle calculées dans [1]. Les termes
linéaires de la seconde ligne sont générés par les boucles de messagers.
Les mésons prennent les vev suivantes :

5Ny, [Tt/ A2 (T \)* ﬁ
(In4 —1)R2N(Ny — N) Agv’

(Xo) = — (4.17)

_ 5Np, ITr' A2 (Tx" \)* ﬁ

Yy ~ .
(Yo) 19272 N Asv

(4.18)

4.2.4 Génération d’un potentiel de Higgs correct

Nous allons discuter ici de la génération des termes p et Bp.

Comme dit précédemment, mz/; < Mgy donc le mécanisme de Giudice-
Masiero ne peut pas donner un terme g du bon ordre de grandeur. Nous allons
voir comment les effets gravitationnels permettent tout de méme, dans notre
cas, de générer les termes p et Bu du bon ordre de grandeur.

Nous avons fait I’hypothese répandue de la séparation du secteur observable
et du secteur caché. Il n’y a donc pas de terme de couplage direct entre leurs
champs, comme X H, H;. Par contre, il y a des interactions non renormalisables,
gravitationnelles ou via les messagers, qui vont nous étre utiles par la suite.

Considérons ainsi

qq
N L H Hy 4.1
Y Mp d (4.19)

Cet opérateur d’origine gravitationnelle donne naissance a un terme g qui peut
étre plus grand que mg/. (4.19) permet d’avoir

A N
n = ﬁl W\/gmg/g, (420)
C
5N, T2 (TYX) Mp
_ _ 3 ,
9672NVN, Ao V3mgs

B = —2h(Yy) = (4.21)

oll on a utilisé mg /o = Zf\ifN_H |Fi |2 /V3Mp = /N hf?/v/3Mp.

On peut donc a la fois avoir m3,2 < Mg, ce qui permet de supprimer les
effets indésirables de saveur, et avoir une brisure de symétrie électrofaible avec
un p-terme de l'ordre de grandeur des masses de squarks et gluinos.

On peut obtenir y ~ 1 TeV pour mg/, ~ (10 —100) GeV,quite a prendre un
petit couplage h. En guise d’exemple, on peut prendre m3/, = 50 GeV, N, = 5,
Ny =7and A;/h =10, auquel cas p = 775 GeV.

L’opérateur

XX

o =2 HLHy | 4.29
2 3 HHa (4.22)

donne quant & lui une contribution négligeable & y, mais donne Bu = —A2/3N, (Xo) ms /2.
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h N, h o 5N, |TY'X? (TY'A)* Mp
B = —A— =5(Xg) = —dp— L3 ,
23 N o) * A1 12(Ind — 1)h3N2y/N, Agv V3maa

(4.23)
On peut avoir un Bu terme du bon ordre de grandeur, avec les mémes valeurs
que précédemment et h = 0.1, on a B/\y = 7.9 TeV. Si on prend Tr'\ = 1072
on a B/Ay = 250 GeV.
Les vev aquierent par les champs a une boucle permettent donc de générer
des parametres p et By du bon ordre de grandeur.

4.3 Modéles

Cette section introduit le formalisme général nécessaire pour discuter des
idées présentées précédemment.

4.3.1 Couplages

Considérons un groupe de grande unification G (G = SU(5), SO(10),---) et
des messagers (®, ®) dans une représentation réelle R @ R de G. A partir de
maintenant, ¥ a un des Higgs appartenant au secteur de grande unification et
prenant du vev lors de la brisure du groupe de symétrie.

Si le higgs ¥, est dans la représentation adjointe du groupe, comme R@R =
1 ¢ Adj. & -- -, on peut toujours coupler les messagers (;57<;~5 et 2.

Les composantes des messagers ont donc des masses différentes, déterminées
par les représentations de G auxquelles elles appartiennent. Le spectre en découlera.

Les messagers sont couplés a un champ X qui brise la supersymétrie et a un
champ X. ¥ brise le groupe G avec une vev qui respecte les symétries du modele
standard (X) # 0 :

Winess = Ax®X® + Ap®Nd . (4.24)

On considére que le couplage renormalisable ®X® est permis par toutes les
symétries de la théorie unifiée, symétries globales incluses.

En I’absence de cette contribution, il faudra prendre d’autres contributions
d’ordre plus élevées.

Suivant le groupe de grande unification et la représentation des messa-
gers choisies, d’autres couplages utilisant, ® et/ou ® peuvent étre autorisés
ou supprimés par les symétries de jauge, comme des termes du superpotentiel
mélangeant matiére/Higgs avec les messagers.

Lorsque X prend une vev, G est brisé et le couplage ®XP donne des masses
de messagers de l'ordre Ax(3). L’échelle des termes softs sera donnée approxi-
mativement par a%,avec a un couplage de jauge et /Fx ’échelle de brisure
de supersymétrie, (X) = X + Fx0%. Comme (X) ~ MguT, I’échelle de brisure
de supersymétrie est élevée.

On a vu au chapitre précédent que dans la plupart des modeles, Ax Xy <
As(Y), avec (X) = Xy + F6% En effet, la brisure de supersymétrie appelle
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une R-symétrie, qui a tendance a protéger les vev des champs autour de 0.
Elle peut étre légerement brisée pour générer les masses des jauginos, mais les
corrections aux vev sont souvent petites. Les masses des messagers peuvent
également recevoir une autre contribution provenant du terme de masse M ®®,
qui est autorisé par toutes les symétries, & part la R-symétrie sous laquelle X
est chargée.

Par la suite, on supposera que la masse de messagers déterminée par le
couplage aux champs de grande unification ’emporte devant les autres termes.

Les composantes des superchamps messagers ont donc in fine des masses
différentes, ce qui va conduire a des spectres différents du cas de médiation de
jauge minimale.

4.3.2 Des masses de messagers vers les spectres

Parce que leurs masses viennent du couplage & X, et que () ne préserve que
les symétries du modele standard, les champs messagers n’ont pas tous la méme
masse. On aboutit donc & un schéma de médiation de jauge non minimale,
avec des spectres non standards, mais avec une démarche qui reste pourtant
prédictive. Si on note M; les masses des champs (¢;, q%), la masse des jauginos

engendrée a une boucle vaut

)\XFX

’L

M (p) =

, (4.25)

ol la somme porte sur tous les composantes des champs messagers ¢;, et T, (R;)
est I'index de Dynkin de la représentation R; de ¢;, normalisé & 1/2 pour la
représentation fondamentale de SU(N). Pour U(1), on utilise une normalisation
pour SU(5) a1 = 3 ay ; on a également T1(R;) = 3Y;?/5, ot Ihypercharge Y’
est défini par Y = Q — T3.

Les masses softs des scalaires sont données par

m? = 2NmZCa (O‘“) ZQT

ou CF sont les coefficients de Casimir quadrathues pour les superchamps Y,
normalisé & C(N) = (N? — 1)/2N pour les représentations fondamentales de
SU(N) et a C} = 3Y2/5 pour U(1). Nous avons négligé leffet de I’évolution
des couplages entre les différentes échelles de messagers M;, qui est supposé étre
petit. En pratique, on définit une échelle moyenne liée aux messagers Mpess €t
a laquelle I'équation (4.26) est valide, avec ag = aq(Mpess)-

Dans les équations (4.25) et (4.26), nous avons pris N, copies de paires de
messagers identiques, et supposé par simplicité qu’ils ont tous les mémes cou-
plages Ax et Ax. Si on relache cette hypothese, on bouge juste 1’échelle globale
des scalaires par rapport a 1’échelle de masse des jauginos, et les ratios entre les
masses de jauginos restent les mémes (idem pour les masses des scalaires).

A cause de la hiérarchie entre I'échelle de grande unification (ot sont définis
Ax et M;) et ’échelle des messagers (o1 sont générés les termes softs), les effets

(4.26)

)\XFX‘

i
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de renormalisation peuvent étre importants. En effet, les champs messagers (¢;,
gzgi)ont des dimensions anomales différentes, donc les masses M; et les couplages
Ax,i (tels que Winess 2 D, Ax,i ¢ X ¢;) évoluent différemment en dessous de
I’échelle de grande unification.

Cependant, comme remarqué par Ref. [59], les ratios Ax ;/M; n’évoluent pas,
a part potentiellement d’une contribution universelle associée aux dimensions
anomales du champ qui brise la supersymétrie X. Les masses des jauginos et des
scalaires ne sont donc pas affectées par le running entre 1’échelle des messagers
et Péchelle de grande unification, et peuvent étre calculées a partir de (4.25) et
(4.26), avec les masses M; évaluées a 1’échelle de grande unification. L’unification
des couplages de jauge, elle, dépend de ces effets de renormalisation.

4.3.3 SU(5) comme groupe de grande unification

Le cas le plus simple est celui ol le groupe de grande unification est donné par
SU(5). Nous verrons aussi que c’est le cas le plus intéressant phénoménologiquement,
car la masse du bino va s’annuler la plupart des cas a une boucle, conduisant a
un neutralino plus léger que le reste du spectre.

Nous nous limitons au cas ou les messagers appartiennent a des paires de
(5, 5) ou de (10, 10). On peut décomposer leur produit suivant les regles de la
théorie des groupes :

55 = 1®24, (4.27)
10010 = 1924475. (4.28)

Les couplages ? possibles sont

1. des messagers dans (5, 5) couplés au Higgs dans 'adjoint 24

2. des messagers dans (10, 10) couplés au Higgs dans I’adjoint 24

3. des messagers dans (10, 10) couplés au Higgs dans le multiplet 75

La 24 est couramment utilisée pour briser SU(5) en SU(3),xSU(2), xU(1),.

La 75 est utilisée dans certains modeles qui cherchent a résoudre le probleme
du “doublet-triplet splitting”, ie a donner une grande masse au Higgs triplet
coloré tout en gardant le doublet 1éger.

On peut alors réaliser un “doublet-triplet splitting” de maniére naturelle via
le mécanisme du “partenaire manquant” [60]. Pour cela, on a dii introduire une
paire de Higgs dans (50, 50) en plus.

Les cas 1 et 2 donnent un neutralino LSP. Ils seront décrits dans la partie
“Spectres remarquables”.

Le cas 3 sera traité dans la partie suivante “Spectres, un goit d’exhaustivité”

2. Plus généralement, n’importe quelle paire de messagers vectoriels (R, R) peut cou-
pler a la représentation adjointe, et la plupart d’entre eux peuvent aussi coupler & une 75.
D’autres représentations de SU(5) contiennent des singlets du modele standard, comme la
200 qui apparait dans R ® R, pour certaines grandes représentations de R.Cependant, ces
représentations ne sont pas utilisées dans les modeles courants de SU(5), aussi nous ne les
considérerons pas ici.
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4.3.4 SO(10) comme groupe de grande unification

Le second cas répandu de théorie de grande unification est celui du groupe
SO(10). Les modeles réalistes de SO(10) utilisent plusieurs Higgs prenant des
vev.

Par souci de simplicité, nous avons décidé de ne regarder que le cas ou les
messagers couplent & un et un seul Higgs.

Il y a donc plus de cas & étudier que dans le cas de SU(5). Nous nous
limiterons aux cas ou les messagers sont dans des représentations 10 ou 16. Les
représentations plus grandes sont plus complexes et risquent de mener & un pole
de Landau.

Les messagers vont donc se comporter comme :

10210 = 1,®45,® b4,, (4.29)
16216 = 145 210. (4.30)

Nous considérons le cas de leurs couplages aux Higgs les plus couramment
utilisés pour briser SO(10), c’est-a-dire dans une 45 ou dans une 54 (voir [61]
pour une revue).

La 54 contient une vev qui respecte les symétries du modele standard et
qui brise SO(10) en le sous-groupe de Pati-Salam SU(4)c x SU(2)r, x SU(2)g.
La 45, elle, contient deux vevs compatibles avec le modele standard. On peut
ainsi choisir les symétries en fonction des générateurs de SO(10) que l'on veut
préserver.

Les directions qui sont le plus utilisées pour construire des modeles sont :

(i) B — L, qui garde le sous groupe SU(3). x SU(2), x SU(2)r x U(1)p_p,

de SO(10) intact ;

(ii) T3g, la troisieme composante de l'isospin droit, qui laisse SU(4). x

SU(2)r x U(1)R intact;
(ili) Y, qui brise le sous groupe SU(5) en SU(3),. x SU(2), x U(1)y ;
(iv) X, le générateur de SO(10) qui commute avec SU(5) et qui garde
SU(5) x U(1)x intact.
Les directions (i) et (ii) peuvent étre utilisées, en combinaison avec une vev 54,
lors de la premiere étape de la brisure de SO(10); (i) est aussi nécessaire pour
le méchanisme de vev manquante dans le doublet-triplet splitting [62].

La direction (iii) est souvent utilisée pour briser SU(5) en le SU(3), x
SU(2), x U(1)y, apres avoir déja brisé SO(10) en SU(5) via la vev d’une 16
(avec son partenaire 16, afin de garder le D-terme nul).

La direction (iv) peut étre employée pour briser SO(10) en SU(5) flippé.

En présence des opérateurs non-renormalisables appropriés, les quatres di-
rections donnent des corrections & la relation naive de SO(10) M, = My = M,.

Comme la brisure de SO(10) en SU(3), x SU(2), x U(1), nécessite une
réduction du rang par les vevs d’une 16 & 16 ou une paire 126 & 126, on
doit aussi considérer les couplages possibles entre ces multiplets et les champs
messagers.

Au niveau renormalisable, les seules possibilités sont 16,16,,126 (16,,16,,126)
et 161\/[10]\/[16 (TG]LflO]\/[TG)
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Le dernier ne donne qu’une masse au singlet du modele standard contenu
dans 16, (16,/), et ne contribue donc pas a la génération de termes softs pour
le MSSM via la médiation de jauge.

Tous ces couplages sont supprimés par la symétrie discrete ci-apres. Nous ne
les compterons plus par la suite.

Comme précisé dans la section 4.2, la symétrie de jauge SO(10) autorise
aussi des termes mélangeant les champs messagers, la matiere du MSSM et les
Higgs dans le superpotentiel. C’est le cas des termes comme 16;16,;, 10510,,,
16;16,,10 et 16;4516,;, ou 16; (10y) contiennent des champs de matiere
du MSSM (Higgs), alors que 16,;, 16, et 105, sont des champs messagers.

On peut interdire ces termes en introduisant une symétrie Z4 telle que

d - id, & — —id (4.31)

(si les messagers sont dans des représentations réelles, on peut choisir une parité
P — —(i>), ce qui garantit que P et P apparaissent systématiquement sous la
combinaison ®® dans le superpotentiel renormalisable.

Cette symétrie pourrait aussi interdire les couplages renormalisables entre
les champs messagers et les multiplets de Higgs (16,16) / (126,126).

Par la suite, nous allons présenter les spectres obtenus, en commencant par
les spectres les plus remarquables. Par simplicité, nous ne prenons qu’une paire
de messagers, et un seul couplage entre la paire de messagers et le champ de
Higgs qui brise le groupe de grande unification.

4.4 Spectres remarquables

Lors de ce travail, effectué en 2008-2010, nous avons pris soin de vérifier la
compatiblité de nos modeles les contraintes expérimentales de l’époque. Cer-
taines d’entre elles ayant été actualisées, certains modéles étudiés ont été ex-
clus. Bien que n’ayant pas eu le temps de rechercher des spectres compatibles
avec l’expérience pour reprendre la phénoménologie, nous présentons tout de
méme ici ces études illustrant la démarche a suivre.

Pour guider le lecteur parmi les résultats, nous mettons ici les spectres les
plus remarquables obtenus. La section suivante sera consacrée a ’obtention
systématique d’autres spectres possibles a partir des modeles décrits ci-avant.

4.4.1 G = SU(5), ¥ = 24, ou naissance d’un neutralino
léger comme LSP

Masses des messagers

On commence par le cas le plus simple de grande unification : SU(5) —
SU(3), x SU(2), x U(1)y . Le Higgs qui réalise cette brisure est dans I’adjoint
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de SU(5). On sait que la valeur de ¥ est donnée par
(X) = V Diag(2,2,2, —3,—3) = 6V, (4.32)

oll V est & I’échelle de grande unification soit ~ 10'6GeV, tandis que Y est le
générateur de I’hypercharge, normalisé pour que Y = Q — T5.

Dans les cas ou la masse des messagers est bien donnée par le couplage 3
Az (X) on obtient les masses suivantes pour les composantes des messagers :

®(5) = {b31,41/35 P1,2,-1/2} Me = {2\sV, =3AsV}, (4.33)
®(10) = {d32.+1/6 P31,-2/3> P1.1,41} 5 My = {AsV, —4AsV, 6AsV} (4.34)

Pour I'exemple, on a pris les messagers dans les représentations (5, 5) ou (10,
10), mais on a de maniére générale

Annulation de la masse du bino

Ceci débouche sur une propriété intéressante sur la masse du bino. En effet,

(&3] 3 2 AxFX
My, = BN 92y2 AXIX Y, 4.36
T w2 526>\2V}20(; (4.36)

avec Ty (R;) = 3Y;2/5. Or, Y est un générateur de SU(5) donc sa trace prise sur
une représentation complete de SU(5) s’annule.
La contribution principale au bino vaut donc

My, lgy = 0 (4.37)

Ceci est vrai quelque soit la représentation choisie pour les messagers.

Sa masse sera donc plus petite que le reste du spectre. Elle sera donnée par
une contribution sous-dominante, venant par exemple :

— de la médiation gravitationnelle,

— des corrections quantiques : deux boucles ou plus,

— du couplage M ®P provenant peut-étre de la vev de X,

— des opérateurs du type ®X2®/Mp.

Les messagers sont tres lourds, avec des masses de ’ordre de Ax; x 1016GeV. 11
faut donc faire attention aux corrections liées a la supergravité, qui ne seront plus
forcément négligeables. C’est le rapport ms 2 /Mam ~ AsV/(agurAx Mp/4T) ~
As/Ax qui permet de mesurer I'importance de ces contributions.

Ainsi, si la masse du bino est générée gravitationnellement & haute énergie,
on a

My, ~ mge <K (My,, 1) ~ Mawm (4.38)

3. les autres termes de masse ayant été négligés.
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Si c’est la contribution gravitationnelle qui domine, on obtient typiquement a
I’échelle électrofaible, M; < myg/9, ce qui donne une LSP avec forte composante
en bino. Dans le cas contraire, la LSP est le gravitino.

Vu que I'échelle de gravitation est proche de ’échelle de grande unification,
nous avons considéré le cas dans lequel c’est la gravitation qui génere M;. Par
simplicité, on suppose que M;(Mmpess) = m3/2. On prend en compte les effets
de supergravité sur les autres termes softs en rajoutant un terme ms /2 €t mg /2
dans les masses des jauginos et des scalaires.

Apres renormalisation, on arrive a la hiérarchie suivante :

M, =~ 0.5m3/2 < My, M3, (439)

On sait que les équations de renormalisation imposent a 1’échelle électrofaible
M), ~ 0.5mg3/5. Dans ce cas, la LSP est un neutralino léger, avec une forte
composante en bino.

Notons qu’un neutralino léger n’est pas exclu par les bornes du LEP, méme
s’il pese moins de 50 GeV. En effet, ceux-ci ont d’abord fixé des limites sur les
winos et gluinos, puis ont supposé l'universalité afin d’en tirer des contraintes
sur la masse du neutralino. Sans cette hypothese, leur borne n’est plus valable.
D’ailleurs, certains papiers phénoménologiques ont étudié des scénarios dans
lesquels les neutralinos pouvaient étre aussi légers que possibles [63].

Ceci n’est pas courant dans un spectre de médiation de jauge, puisqu’en
général c’est le gravitino qui est la particule la plus légere. Cette spécificité
est d’autant plus frappante qu’elle est indépendante de la représentation dans
laquelle figure les messagers.

Des masses de jauginos déterminées par les représentations des mes-
sagers

On peut calculer le reste du spectre en fonction des représentations R dans

lesquelles sont les messagers. En dégageant une échelle typique A = ’\)f‘;/x , on
trouve pour des messagers dans (5, 5)
My=0, My= 222N A M= 22N A (4.40)
1 — I 2 = 3 47_[_ m ’ 3 — 2 471_ m .
et pour des messagers dans (10, 10).
(%) 7 Qs
M, = My = 3—N,, A Ms = - —= N, A, 4.41
1 07 2 3 Ar y L3 3 4 4x ( )
Les ratios caractéristiques valent
— M>\ /052 2 — M)\ /a2 12
55) ;. 22 _ = 10,10) : 2202 — 2 (442
( ) MAs /043 3 ( ) M)\s /013 7 ( )

Déterminer le ratio entre le wino et le gluino aide donc a distinguer les
représentations dans lesquelles se retrouvent les messagers.
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Pour les masses des scalaires, elles s’écrivent :

M3 (Miess) = dS (%;)2]\[,” IA]?, (4.43)

oll g = aq(Mpess) et les valeurs des coefficients dy, sont rentrées dans le
tableau 4.1. On a négligé leur évolution entre les différentes échelles de masses
de messagers.

& [SUB)[SU@ | UQ) & [SUB) [SUR) [U0)
Q 2/3 | 1/6 |1/180 Q 11/2 | 9/2 |1/90

Ue 2/3 0 | 4/45 Ue | 112 0 |8/45

(5,5): | D° 2/3 0 | 1/45 (10,70): | D° | 11/2 0 |2/45
L 0 1/6 | 1/20 L 0 9/2 | 1/10

E° 0 0 1/5 E° 0 0 | 2/5

H, Hy| 0 1/6 | 1/20 H, Hy| 0 9/2 | 1/10

TABLE 4.1 — Coeflicients dj pour des messagers dans la 5®5 (gauche) et 1010

(droite) représentations de SU(5), couplés au multiplet de Higgs dans une 24
de SU(5).

On peut trouver un exemple de spectre dans la figure 4.1. Il est obtenu avec
les conditions suivantes :
— les higgs et messagers appartiennent aux représentations (10, 10)

— lamasse des messagers vaut Mpess = AxV = 1013 GeV, Mgu = 03 (Mmess) AxF _

4r AV
215GeV,
- m3/2 =85 GeV
— tan 3 = 15.

— on a rajouté une contribution de supergravité universelle m3/, pour tous
les termes softs.

Neutralino léger et nucléosynthése primordiale

Comme dit précédemment, la LSP est un neutralino a forte composante en
bino, ce qui est surprenant pour un scénario de médiation de jauge.

C’est une bonne nouvelle pour la BBN (Big Bang Nucleosynthesis), qui met
des contraintes séveres sur les particules reliques qui ont une grande durée de
vie, et qui sont particulierement difficiles a satisfaire lorsque le gravitino est la
LSP.

Ici, la désintégration tardive du gravitino est compatible avec les prédictions
de la BBN tant que sa densité est suffisamment petite. Pour une production

thermale, cela pose une borne supérieure sur la température de réchauffement,
Tr S 10°75GeV [64].
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Matiére noire

Un autre avantage d’avoir un neutralino LSP est que contrairement au gra-
vitino, il permet de faire des prédictions vis-a-vis de la matiere noire. On peut
en effet prédire sa densité a partir des parametres mesurés aux collisionneurs.
On peut aussi le chercher dans des expériences de détection directe [65] [66].

Pour I'instant, on sait que ce spectre a deux caractéristiques marquées :

— un neutralino léger LSP, principalement bino

— des masses de jauginos non-universelles codant les représentations dans

lesquelles sont les messagers.
On va voir qu’il faut également avoir des sleptons singlets légers.

En effet, on doit satisfaire la contrainte liée & WMAP [67]

Qparh? = 0.1109 + 0.0056. (4.44)

Pour cela, on doit réaliser des annihilations efficaces via x{x{ — 7777,
réalisées via I’échange d’un 71 1éger.

Pour que la NLSP, c’est-a-dire le gravitino, ne se désintegre pas trop tot en
Xi7 et XVqq@, ruinant ainsi les prédictions cohérentes de la BBN , on doit imposer
que la température de réchauffement vérifie T < 10°75GeV. [68]

11 est diffcile de distinguer le cas du neutralino léger de celui de mSUGRA
(par exemple SPSla, dans lesquels M>~<r1> = 97GeV) dans les collisionneurs de
hadrons. Il y a juste une section efficace qui est un peu augmentée dans les
processus tels que pp/pp — XX} + jet. [69]

Spectres

Comme exemple, on peut considérer le spectre décrit dans le tableau 4.2 et
représenté dans Fig. 4.1. Nous avons pris une paire de messagers dans 10 @ 10.
Les parameétres considérés sont Mgy = ag(Mmess) A /47 = 240 GeV, Mpess =
1013GeV, mg/p = 86 GeV, tan 3 = 18 et sign(u) = +. Pour tenir compte des
corrections de supergravité, on a rajouté une contribution universelle de mg,,
et mg /2 bour les masses softs des jauginos et des scalaires respectivement.

Les termes softs ont alors évolué de 1’échelle des messagers vers 1’échelle
électrofaible et le spectre physique a été calculé avec SUSPECT [70], en prenant
my = 173.1GeV.

Nos spectres présentent des sleptons singlets plus légers que le reste du
spectre (neutralino exclu). Cela est dii au fait qu’ils permettent de réduire la
densité relique de neutralino jusqu’a des quantités en accord avec les observa-
tions actuelles. Cela vient des annihilations transmises par Ig, X0x{ — [T~ qui
sont assez efficaces. (Du fait de la proximité du Z, les annihilations en fermions
médiés par un Z sont aussi importantes, et ce malgré la petite composante en
higgsino dans XY ). Pour les paramétres données précédemment, la densité re-
lique calculée via MicrOMEGAs [71, 72] vaut ngh2 = 0.112, comparée a la
valeur de WMAP calculée & 68% C.L. Qcpavh? = 0.1109 + 0.0056 [67].

Par souci d’exhaustivité, nous donnons aussi les valeurs des sections efficaces
indépendantes du spin et dépendantes du spin calculées par MictfOMEGAS qui



78 CHAPITRE 4. MEDIATION DE JAUGE ET GUT

h ATH TH TX [ 6 [ X881 89

114.5 | 765.3 | 765.4 | 769.7 | 514.0 | 634.7 | 43.7 | 513.9 | 560.7 | 634.5 | 1042
ty to | G1,¢1 | U2, 0o b1 by | di,51 | da, 50

780.8 | 1085 | 1017 1158 | 995.2 | 1068 | 1016 1161

T1 T2 €1,fi1 | €2, fl2 Uy Ve, Uy,

92.2 | 580.9 | 138.4 | 584.1 | 574.7 | 578.8

TABLE 4.2 — Spectre généré par une paire de messagers dans (10, 10) couplé
a un Higgs dans la représentation adjointe de SU(5), avec pour parameétres
Man = 240GeV, Mpess = 1013GeV, mg/o = 86GeV, tan f = 18 and p > 0 (all
masses in GeV).

valent respectivement , 05" = 5.17 x 107*¢ cm? (03P = 8.33 x 107*3 cm?) pour
une diffusion sur un proton, et oS! = 3.4 x 10~** cm? (o5P = 9.99 x 10743 cm?)
pour une diffusion sur un neutron. Les sections efficaces indépendantes du spin
sont presque deux ordres de magnitude en dessous des limites actuelles venant
des expériences de détection directe comme CDMS [73] et XENON [74].

Un neutralino plus léger que 50GeV tel que décrit dans le tableau 4.2 n’est
pas en contradiction avec la limite du LEP, car celle-ci suppose l'unification
de masses de jauginos a haute échelle. Plus précisemment, il n’y pas de borne
venant du LEP tant que ng + M)Z% dépasse la limite cinématique de 208GeV.

Dans les collisionneurs de hadrons, les signatures des neutralinos légers ne
sont pas trés différentes de celles d’un scénario standard de type SPSla (dans
lequel Mo = 97GeV), malgré la section efficace 1égérement plus grande due &
un espace de phase plus grand.

Par exemple, au LHC avec /s = 14 TeV, la section efficace pour la pro-
duction d’une paire de neutralinos en association avec un jet est seulement
augmentée d’a peu pres 20% dans le cas extréme d’un bino sans masse [69)].

La meilleure facon de tester le scénario est donc de mesurer la masse des
superpartenaires, surtout le ratio entre les masses du wino par rapport au gluino,
qui dépend de la représentation des messagers.

Pour synthétiser, ce scénario se caractérise par les particularités suivantes
vis-a-vis de son spectre :

— neutralino LSP a majeure bino

— des masses de jauginos non universelles définies par le ratio de My /M3

— sleptons droits légers, en particulier avec des messagers dans (10, 10).

Changements de saveur

Une différence importante entre ce scénario et la médiation de jauge classique
est que les contributions gravitationnelles aux termes softs ne peuvent pas étre
négligées. La gravité mélangeant les familles entre elles, cela peut induire des
changements de saveurs qui n’existeraient pas dans une médiation de jauge pure.
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FIGURE 4.1 — Spectre de masses des superpartenaires pour une paire de messa-
gers dans un (10, 10) couplés a une adjointe de SU(5), pour Mgy = 240GeV,
Miess = 103GeV, mg 5 = 86GeV, tan § = 18 and p > 0.

Les matrices de masse des sfermions peuvent étre décomposées en :
(M2)i; = m36i + (Ay)ijm3 ), (x=Q,U¢ D L,E) , (4.45)

ou les coefficients (Ay);; < 1 paramétrisent les contributions non universelles
liées a la supergravité.

Dans le secteur des squarks, I'insertion des parametres de masses qui controle
les observables violant la saveur sont supprimées par mg /2 / mg ~T7x 1073, ce
qui est assez pour étre compatible avec toutes les contraintes expérimentales, a
Iexception du secteur du Kaon, ol on doit imposer en plus v/(Ag)12(Ape)12 S
0.3 [75].

Par contre, dans le secteur des sleptons, la suppression est seulement m% /2 / mlgL ~
0.02 (m3, /ml?R ~ 0.5) pour les insertions de masse LL (RR). Il faut donc des
contributions de supergravité universelles pour les masses softs des sleptons,
peut-étre grace a des symétries de saveur responsables pour les hiérarchies de
Yukawa.

Le probléme de saveur en supersymétrie est donc simplifié mais pas entierement
résolu dans le secteur des leptons.
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4.4.2 G = S0(10), ¥ = 45, messagers dans (10,10") ou com-
ment faire un Wino NLSP

Nous étudions le cas ou le Higgs est dans une 45 proportionnelle a T3g
de SO(10), avec deux messagers distincts dans une 10y, et une 10, (en ef-
fet, la représentation adjointe apparait dans le produit antisymétrique de deux
représentations vectorielles).

Le superpotentiel est le suivant

Winess = AxX103,104, + A\4510,,45 107, . (4.46)

La vev (45) = VRT3g ne génére pas de masses pour les triplets et anti-triplets de
10, et 10%,. Celles-ci vont donc, comme dans le cas précédent, étre générées
par des effets sous-dominants, par exemple un terme de masse My pour les
messagers colorés, venant de Xy # 0, d’un terme de masse directe M710,,10%,
ou de contributions de supergravité.

La masse des winos est ainsi supprimée par rapport aux masses des bino et
gluinos.

Comme précédemment, on considere que My, quelque soit son origine, vérifie
Mp < A\5Vg. Cela donne :

M,

Ay Fy ( My )2 Ay Fy (4.47)

2 X Mr \ VR

On a donc plutot un spectre possédant un LSP gravitino et un NLSP wino. Les
sleptons seront plus légers que les squarks.

Le formalisme général sera expliqué en détails dans la section suivante. Pour
illustration, on prend un spectre typique, obtenu avec les ratios

My My My 13

: : = — :—=1:2. 4.48
(671 (65 Q3 20 4 ( )
Les masses des scalaires sont elles données par :
o 2
m2 =3 dt (E) IAp|>. (4.49)

Les coefficients df sont donnés dans le tableau 4.3. Le spectre des partenaires
supersymétriques a été évalué avec SUSPECT pour

— une échelle liée aux messagers Mpess = sV = 1011 GeV,

— MgMm = 550GeV,

- MT - Mmess/6

— tan g = 15.

Les valeurs sont données dans le tableau 4.4 et représentées dans la figure 4.2.
Le gravitino a une masse de l'ordre d’1 GeV. Les superpartenaires les plus légers
sont les winos neutres et chargés X\ et )Zli, tandis que le bino est 1égérement
plus lourd (%3). Si on avait pris un €7, plus grand, on aurait eu une différence
plus importante entre la masse du bino et du wino.
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La dégénérescence de masse dans le triplet de wino est levée par les correc-
tions radiatives. Celles-ci rendent le chargino le plus léger un peu plus lourd que
le neutralino le plus léger. (La différence de masses provenant de la diagonali-
sation des matrices de masses du neutralino et du chargino est négligeable pour
My, My < |p)

Les sleptons sont assez légers, avec une masse de 'ordre de 300GeV, tandis
que les particules colorées sont plus lourdes, entre 1.8 and 2TeV.

& [SUB)[SU®R) | UQ)
Q 16/3 | 15/32 | 79/2400
Ue [ 16/3 | 0 | 79/150
De | 16/3 | 0 | 79/600
L 0 | 15/32 | 237/800
E° 0 0 | 237/200
H, Hy| 0 | 15/32 |237/800

TABLE 4.3 — Coeflicients d obtenus pour des messagers (10,7, 10%,) couplés a
un Higgs dans une 45 de SO(10), avec une vev dans la direction T3r. Ap = A,
et €1, = 1/6

h ATH [H | x5 [ %[ A [ 08 [x8][ 8] 74
118.3 | 1236 | 1236 | 1239 | 114.1 | 1220 | 114.1 | 117.2 | 1218 | 1218 | 1978
t ty | 11,61 | U2,C2 | by by | di,51 | do, 52

1723 | 1902 | 2002 2011 | 1883 | 1985 | 1994 2013

T1 Ty €1,f1 | €2, [ia Uy Ve, Uy,

272.9 | 370.5 | 326.7 | 329.6 | 318.2 | 320.1

TABLE 4.4 — Spectre de masse supersymétrique obtenu pour des messagers
(10,7,10%,) couplés & un Higgs dans une 45 de SO(10), avec une vev dans
la direction T3gr. Ap = Ap, e, = 1/6, Mgy = 550GeV, Myess = 1011GeV,
tan 8 = 15 and p > 0 (les masses étant données en GeV).

La principale caractéristique de ce scénario est un wino neutre NLSP avec
une longue durée de vie.

En effet, s’il n’y a pas de violation de R-parité, la composante la plus légere
du triplet de wino ne peut se désintégrer que gravitationnellement.

Pour évaluer son temps de vie, on peut utiliser la formule suivante [76] :

5 2 3 2
B ~ 1 M"'U m3 2 m3/2
T(W3 = GW3) = — X — 143 (450
W2 = CWD) = x GrajaMr)? Az, O, (4.50)
1 1

Cela donne 740 ~ 5 x 10% s pour Mo = 114.1GeV et m3/5 ~ 1GeV.

Au niveau des signatures dans les collisionneurs, ce scénario ressemble aux
modeles ou la brisure de supersymétrie est transmise par des anomalies (on parle
d’ ”anomaly mediation”), auquel cas le wino est la LSP.
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FIGURE 4.2 — Spectre de masse supersymétrique obtenus pour des messagers
(10,/,10%,) couplés & un Higgs dans une 45 de SO(10), avec une vev dans
la direction T3r. Ap = A, e = 1/6, Maym = 550GeV, Mpyess = 101 GeV,
tan 8 = 15 and g > 0 (les masses étant données en GeV).

A une boucle, on génere une différence de masses Mgf — Mi‘f' Elle est
toujours positive et un peu plus grande que la masse du pion chargé.

Le chargino le plus léger va se désintégrer en la NLSP via )Zf — Xt
menant a la trace d'une particule chargée lourde terminant par la production
d’un pion tres soft.

La signature caractéristique au LHC est une production ¥{¥] en association
avec un jet, laissant deux vertex déplacés et de ’énergie transverse manquante.

Le signal correspondant, la production d’une paire de fdrf(f avec un jet,
laissant deux vertex déplacés et de I’énergie transverse manquante, est délicate
pour le LHC. Si la différence de masse X3 - X! est assez grande, il peut aussi étre
intéressant d’observer la production d’une paire x9%; suivie de X3 — [T17x%
or vI=x7.

Contrairement au bino, le wino a des interactions de jauge importantes.
L’efficacité de ses annihilations permet donc d’avoir une densité relique tres
petite devant la densité relique d’un bino. Cependant, il peut toujours y avoir
des désintégrations tardives qui posent des problémes liées & la BBN [77]. Cela
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demande de satisfaire la contrainte ms/, < quelques GeV.

La aussi, les signatures doivent étre comparées avec les nowveauz résultats [40]
du LHC. A priori, les premiéres analyses ne posent pas de contraintes fortes sur
les winos. Ce scénario a l'avantage d’expliquer la grande masse des particules
colorées, en accord avec l'absence de signal détecté correspondant a un gluino

ou un squark pour l’instant.

4.4.3 G = S0(10), ¥ = 45, messagers dans (16, 16), ol1 com-
ment faire un gluino léger

Dans cet exemple, nous considérons le groupe de grande unification SO(10)
et une paire de messagers dans (16, 16) couplés & un Higgs dans un adjoint,
avec une vev alignée dans la direction B — L, (45) = Vp_;Tp_|.

La masse de chaque composante des messagers ¢; dépend donc de B — L,
M; = (B — L)iAs5VB_L.

La masse du gluino est alors supprimée

(6%} AxFX 1 1 1
M = 8 2N (o — 4~ 4 )=0. 451
sl = AisVi_1 ( “Tst Tt 1/3) (451)

On peut avoir un point de vue plus général sur la question.

Si on néglige les possibles contributions sous-dominantes, les masses des com-
posantes des messagers sont déterminées par leur charge B — L.

Comme Tp_1(Qnr) = —Tp-r(Uym) = —T_1(Dyr), cela donne une annu-
lation pour la masse du gluino.

Ainsi, si on ne prend en compte que les effets & une boucle, on trouve :

24 oy (e%)
My =——A, My=8-—=A, M;=0, 4.52
! 5 4m 2 47 3 ( )
2 _ 3 (A3 2 2 [(Q2 2 % 2 (01 2 2
m2 = 6 [166X () +702(2) + =V (5) ] 1ar, (4.53)

ou A = Axe/()\45V45).

L’annulation de la masse du gluino semble accidentelle. On peut la relier
a l'annulation de l'anomalie de jauge mixte SU(3)c — SU(3)c — U(1l)p—r en
remarquant que @Qps, Uy and Dys ont la méme valeur pour (B — L)2. Ainsi,
> 1 2Tsu ). (R) A/zg est proportionnelle au coefficient anomal de SU(3)c —
SU@B)c—U(1)p—1r, xR étant le coefficient de la masse des messagers dépendant
de leur représentation (le formalisme est présenté dans la section “exhaustive”).

Par comparaison, Qs and Lj; n’ont pas la méme valeur pour (B — L)2. Du
coup, 'annulation de anomalie mixte SU(2)r, — SU(2)r, — U(1)p—r, ne donne
pas My = 0.
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On peut générer une masse de gluino grace aux corrections de supergravité,
comme dans le cas du neutralino léger. La différence avec les neutralinos, c’est
que le groupe de renormalisation fait grandir la masse des gluinos quand on
descend en énergie. Si on part de My, (Mmess) ~ m3/2 < Mawm, on obtient un
gluino NLSP de longue vie avec un gravitino LSP.

La prédiction M3 = 0 est corrigée par les contributions venant de la médiation
gravitationnelle et de Mg # 0. Si les corrections venant de la supergravité do-
minent, on peut écrire :

MB(Mmess) ~ m3/2 < MGM . (454)

Ceci mene a M3 ~ 3mg/p a I'échelle électrofaible. Le gluino va donc a priori
étre la NLSP, & moins que la hiérarchie ms/, < May soit assez petite pour
permettre au neutralino d’étre la NLSP.

Le spectre contenant les Higgs et les superpartenaires est représenté dans la
figure 4.3. Les parametres sont

— une masse pour les messagers de Moyess = AasVa_r, = 1013GeV,

— MgMm = 150GeV

- m3/2 = T70GeV

— tan g = 15.

On a rajouté une contribution universelle liée a la supergravité mg/, aux
termes softs de masses. Le neutralino le plus léger et le gluino ont pour masses
respectives Mi? = 228.9GeV et My = 218.4GeV.

La limite inférieure expérimentale sur la masse du gluino se traduit sur une
limite inférieure sur la masse du gravitino. Comme les autres termes softs se
comportent comme Mgm > mg/g, le spectre supersymétrique résultant est
plutot lourd.

Si au contraire, la masse du gluino vient principalement d’effets non gravi-
tationnels, le gravitino est plus léger, et en utilisant Eq. (4.90) avec eg = ey =
ep = € dans la formule plus générale, on trouve :

a:
M; ~ —36 47? Ae. (4.55)

My, M5 et les autres masses softs de scalaires sont toujours données par les
mémes équations (4.52) et (4.53). Le spectre supersymétrique est donc semblable
au cas précédent, a I’exception d’un gravitino plus 1éger dont la masse n’est plus
corrélée a celle du gluino. Suivant la valeur de ¢, le gluino sera la NLSP ou pas.

Mais dans tous les cas, un gluino léger est une des caractéristiques de ce
scénario.

A partir de maintenant, on se concentre sur le cas plus intéressant du gluino
NLSP. Comme le gluino ne peut se désintégrer que gravitationnellement, il a
une grande durée de vie, évaluée par [76] :

3
- 1 M3 mg 9 m§ 9

15— Gg) = — g R 14332 (456
T (g - g) A8T (m3/2MP)2 M? + Mg ( )
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FIGURE 4.3 — Spectre de masse supersymétrique obtenus pour des messagers
dans (16,16), ¥ = 45, dans la direction B-L. Myess = MsVa_1 = 1013GeV,
Mgm = 150GeV, mg/s = 70GeV , tan 8 = 15.

Le temps de vie d’'un gluino de 250 GeV est donc 75 ~ 107 s pour mg/e ~
100GeV, et 75 ~ 500 s pour m3,5 ~ 1GeV. Ce scénario partage des caractéristiques
avec “split supersymmetry”, dans laquelle le gluino a aussi un temps de vie assez
long, mais la LSP est le neutralino le plus léger.

Le gluino va s’hadroniser et former des R-hadrons apres avoir été produit aux
collisionneurs. Si le R-hadron le plus léger est neutre, il s’échappera du détecteur
en ne laissant qu’une petite fraction de I’énergie liée a I’événement. La signature
correspondante, monojet + énergie manquante (liée a la production d’une paire
de gluino associée a un jet a haute énergie transverse), nous permet de mettre
une bonne inférieure My > 210GeV a partir des données du Tevatron [78]. Le
LHC devrait aussi sonder des masses allant jusqu’a 1.1 TeV. Il y a aussi la
possibilité que des R-hadrons neutres soient transformés en R-hadrons chargés
et s’arrétent dans le détecteur apres avoir perdu leur énergie[79]. Les gluinos
arrétés vont finir par se désintégrer sans étre synchronisés avec un croisement
des faisceaux. La collaboration D0 a cherché de tels événements et mis une limite
My < 270GeV pour 75 < 3 heures; [80]. Cependant, cette limite ne s’applique
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pas a notre scénario, puisque 75 ~ 107 s.

Un tel temps de vie peut sembler inconsistant avec les contraintes de la BBN
si on prend en compte les effets des états liés sur la nucléosynthese primordiale
[81]. Dans ce cas, une contrainte plus forte, 7; < 100s s’appliquerait. Cela
laisserait penser que les corrections gravitationnelles sont petites, m3,, < 1GeV,
et que la masse du gluino est générée par un autre type de contributions sous-
dominantes. Dans ce cas, la limite trouvée par DO s’applique.

Le LHC a déja mis des contraintes bien plus fortes sur la masse du gluino,
qui doit maintenant faire au moins 500 GeV. Il faudrait donc modifier ce
modeéle afin d’éviter cette nouvelle contrainte. Notons que les contraintes les
plus fortes supposent 'universalité, qui n’est pas wvalable ici. Les contraintes
plus faibles vérifient aussi des hypothéses théoriques, comme le fait d’un neu-
tralino de masse nulle pour la limite de 725 GeV d’ATLAS [40], qui ne sont
pas forcément valables dans ce modéle. La contrainte la plus forte semble donc
provenir de l’absence d’hadrons formés a partir de gluinos. Atlas pose ainsi des
limites de l'ordre de 570 GeV sur la masse des gluinos. Cette analyse la est
donc exclue telle qu’elle et devra étre mise a jour pour coller aux données du

LHC

4.5 Spectres, un peu d’exhaustivité

4.5.1 SU(5) comme groupe de grande unification
Messagers couplés a un Higgs dans une 24

Le cas du Higgs dans une 24 couplé & des messagers dans une (5,5) ou une
(10,10) a déja été traité précédemment, c’est celui du neutralino léger.

Messagers couplés a un Higgs dans une 75

La seule représentation non triviale de SU(5) a laquelle les messagers (5, 5)
peuvent coupler au niveau renormalisable est 24. Des messagers dans (10,10)
peuvent aussi coupler & une 75. Nous considérons ici le cas olt un multiplet
de Higgs dans une 75, décrit par un tenseur A} avec deux indices covariants
et 2 indices contravariants (4, j, k,l = 1---5), est utilisé pour briser SU(5) en
SU(3),. x SU(2), x U(1)y.

Sa vev vaut alors (AZ) = Vez, avec [82] :

€ = 65303 — 0507) (6007 — 030}) — 20,(830} + 6307) + 267 (6}0] + 6467)
+ 261030k + 6267) — 267 (030% + 0L87) + 6507 — 8167, . (4.57)
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Coupler cette vev & une paire de champs messagers dans (10,10) induit la

différence de masse suivante parmi leurs composants (¢;, ¢;) :

bi = (32,416 > $3.1,—2/3> P1.1,41) 5 M; = (—4A=V, 4AsV, 12)5V).
(4.58)
Pour calculer la masse des jauginos, il suffit de mettre (4.58) dans (4.25) :
«Q « 1«

M, = %ﬁNmA, M, = —ZﬁNmA, M; = —ZZ;NmA, (4.59)
Ceci nous amene a une hiérarchie inversée entre le wino et le gluino a ’échelle
électrofaible.

Ici, la LSP est le gravitino, comme d’habitude, et dans la plupart des cas,
la NLSP est le neutralino le plus léger (pour de grandes valeurs de tan 3, c’est
parfois le stau le plus léger qui fait office de NLSP).

Les masses des scalaires sont toujours données par (4.43), et les coefficients
dy, sont cette fois référencés dans le tableau 4.5.

@ [SUB)[SU®R) | U@
Q 1/2 | 9/32 | 29/7200
Ue 1/2 0 | 29/450
D° 1/2 0 | 29/1800
L 0 | 9/32 | 29/800
E° 0 0 | 29/200
H, Hy| 0 | 9/32 | 29/800

TABLE 4.5 — Coefficients d, pour des messages dans une 10 @10 SU(5) couplé
a un multiplet de Higgs dans une 75.

Le spectre supersymétrique physique, évalué avec SUSPECT pour N, = 1,
Mgy = 1700GeV, Mpess = 1011GeV, tan 8 = 20 et sign(u) = +, est donné
dans le tableau 4.6.

Ce qui est marquant dans ce spectre, c’est la présence d’un gluino relative-
ment léger, plus léger que le chargino le plus léger ou que le second neutralino.
Cela permet de réduire le fine-tuning dans le potentiel de Higgs, et ce malgré
un spectre relativement lourd. Le chargino le plus léger ainsi que les second et
troisieme neutralinos sont principalement higgsinos, alors que le chargino le plus
lourd est principalement composé de wino.

Comme le gravitino est la LSP, la NLSP a une longue durée de vie, et ses
désintégrations tardives peuvent détruire les prédictions de la nucléosynthese
primordiale (Big Bang Nucleosynthesis-BBN) [83]. Les contraintes de la BBN
sont particulierement fortes pour une NSLP principalement composée de bino,
car celui-ci a de larges rapports d’embranchement hadroniques venant du mode
de désintégration B — C;’qq’. Ceux-ci meénent a une hadro-dissociation des éléments
légers synthétisés. Pour une masse du bino autour de 230 GeV, comme dans le
spectre du tableau 4.6, ces contraintes peuvent étre contournées si la masse du
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h [ A [ H JH [ xf [ % [ X [ X3 | x8 | Xi

114.8 | 1037 | 1037 | 1040 | 727.8 | 855.4 | 263.5 | 726.8 | 757.5 | 855.1 | 632.2
ty to | @1,¢1 | U2,C0 | by by | di,51 | do, 52

1028 | 1417 | 1357 1554 | 1300 | 1410 | 1341 1556

T1 T2 €1, i1 | €2, [l2 Uy Ve, Uy

329.0 | 815.8 | 358.5 | 820.8 | 811.3 | 817.1

TABLE 4.6 — Spectre supersymétrique pour le cas d’une paire de messagers
dans (10, 10) , couplés & un Higgs dans la représentation 75 de SU(5), pour
Mcaym = 1700GeV, Mpyess = 101 GeV, tan 8 = 20 et p > 0 (toutes les masses
sont en GeV).

gravitino est plus petite que quelques 0.1GeV [64]. Une valeur aussi petite de
mg/o n'est possible que pour une échelle de messagers de l'ordre de 101 GeV,
sachant que :

Miness) 1.5TeV Ax mg/o
Mmcss = 1.1 1 B ag(
x40 Gev( 0.05 Moy ) \10-2 (5ace7)

(4.60)

ou Mmess = 4)\2‘/

Une analyse plus détaillée donne une limite plus forte, ms/, < 0.01GeV [77].
Elle est cependant relachée par les cohannihilations 7-¥), qui réduisent la den-
sité relique en bino.

Etant la LSP, le gravitino est un candidat naturel & la matiére noire froide,
et un choix adéquat de la température de reheating apres inflation permet a sa
densité relique de tomber dans I'intervalle autorisé par WMAP [84].

4.5.2 SU(5) flippé comme groupe de grande unification

Nous regardouns ici le cas ou le groupe de grande unification est SU(5) flippé :
SU((B) x U(1)x [85].

Du point de vue de la théorie des champs, ce modeéle met en oeuvre le
mécanisme du partenaire manquant pour le doublet-triplet splitting. Du point
de la théorie des cordes, c’est une construction naturelle liée aux groupes de
grande unification, obtenue via les cordes hétérotiques et la F-théorie. Dans les
constructions les plus simples, on n’a pas besoin de Higgs appartenant a ’adjoint
du groupe afin de briser le groupe de grande unification.

La matiere est contenue dans les représentations suivantes

10, = (Q,D,N) , 5.3 = (L,U) , 15 = E. (4.61)
On peut le voir comme les restes d’une 16 de SO(10) décomposée sous SU(5) x
U(1l)x.
Le secteur de Higgs est décrit par

»,Y =10,910_, , H, H =5 ,35,. (4.62)
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La brisure de SU(5) x U(1)x — SU(3), x SU(2); x U(1), est réalisée via
() = (Nx) # 0. On essaie maintenant d’introduire des représentations de
messagers de faible dimension, 5,y — 5, and 10, — 10,4, couplant aux champs

de Higgs ¥, 3.
Les seuls couplages renormalisables permis sont

SH5y , Shumbam ., SHI10u . (4.63)

Le premier couplage doit étre interdit car il donne une grande masse a 'un
des doublets des Higgs du MSSM*. Les deux autres opérateurs ne donnent
pas des masses a tous les champs messagers. Afin de rester simple, nous ne
considérerons que le cas dans lequel tous les messagers d’une représentation
prennent des masses via le couplage aux Higgs du secteur de grande unification.
Pour cela, il faut regarder les couplages non-renormalisables. Les opérateurs
d’ordre les plus bas composés a partir de Higgs sont

YRY = 5945350,
YRY = 1524975 (4.64)

La seule contribution & la masse provenant de la premiere ligne de (4.64)
est 50, et cela ne convient pas car cela ne donne une masse qu'a Ny. Les
opérateurs de la seconde ligne de (4.64) sont tous valables, eux. Le singlet donne
la médiation de jauge minimale (standarde) [86], le second 24 a été discuté en
détails dans la partie 4.4.1, et le troisieme 75 a été discuté dans la section 4.5.1.

4.5.3 SO(10) comme groupe de grande unification
Messagers dans des représentations 10

On regarde ici le cas du groupe de grande unification SO(10), avec des
messagers dans la représentation vectorielle 10.

S’il n’y a qu’un seul messager, le produit antisymétrique (10®10), s’annule,
donc il ne peut coupler qu’a un Higgs dans une 54.

S’il y a au moins deux champs messagers dans 10 et 10’, on peut écrire
1010’54 comme 101045.

Comme 10 ® 10 = 1, ® 45, @ 54, les messagers peuvent coupler avec
l’adjoint de SO(10) 45 ou avec un multiplet de Higgs dans 54. Ces deux higgs
interviennent dans les chaines de brisure qui font passer SO(10) vers SU(3), X
SU(2), x U(1)y,, souvent combinés ensemble.

Le cas ol le Higgs est dans une 54 est similiaire a I’étude faite dans le cas
SU(5) avec des messagers dans (5, 5).

Dans le cas des messagers dans une 45, il faut deux messagers distincts dans
une 10, et une 10),°. La 45 a deux vevs singlets sous le modele standard,
dans les directions B — L et T3g.

4. il y a aussi des opérateurs qui mélangent les champs de matiére avec les messagers,
35:50, £10;5,7, avec 4 = 1,2,3 l'indice de famille. Leur interdiction donne des contraintes
supplémentaires sur les charges U(1)x des messagers .

5. La représentation adjointe apparait dans le produit antisymétrique de deux
représentations vectorielles
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Nous n’avons pas réussi a produire des cas viables dans le premier cas, et le
second cas a déja été étudié dans la section précédente.
Un seul champ messager dans une représentation 10

Nous détaillons ici un peu "argument donné ci-dessus dans le cas de messa-
gers dans une représentation 10 de SO(10). Le superpotentiel vaut

Whess = AxX 103;10p + A5410;3, 5410y, . (4.65)
Les vev de la 54 invariantes sous Pati-Salam sont
21 Ogxa
54) = V; , 4.66
< > 54 ( 046 —314 ( )

Elles séparent les masses des composants (qﬁi,q;i) de 10;; de la maniere
suivante :

10y = {¢6,11, D122}, Mo = {2X54Vsa, —3A54Va}, (4.67)

ot les indices renvoient aux représentations sous le groupe de Pati-Salam SU (4) ¢ x
SU(2)r x SU(2)g.

Comme la 6 de SU(4) se décompose comme (3,1,+1/3) & (3,1, —1/3) sous
SU(3), x SU(2),, x U(1)y, cela donne exactement les mémes résultats que lors-
qu’on a une paire de messagers dans (5,5) couplée a un adjoint de SU(5).

En particulier, les masses de bino proviennent des contributions sous domi-
nantes aux termes softs, permettant un neutralino léger LSP. Le spectre super-
symétrique est le méme que celui décrit dans la section précédente.

Plusieurs messagers dans des représentations 10

Lorsqu’il y a plusieurs champs messagers dans des représentations 10 , on
peut coupler antisymétriquement les messagers avec un Higgs dans une 45.

Nous formalisons et déveleppons ici le cas de deux champs messagers 10,
et 10’, couplé & une 45 :

Winess = AxX 103,10, + A\g510,, 4510, . (4.68)

Comme on a imposé une symétrie Z, comme définie en (4.31), on n’a pas de
terme du type X 10,10, et X 10%,10%,; dans Wi es.

La différence de masse entre les multiplets de messagers dépend de 'orien-
tation de la vev du 45.

On décompose 10y, 10}, comme

ou Dy = ¢3,1,+1/3a DM = ¢3,1,71/3’ Ly = ¢1,2,71/2, I_JM = ¢1,2,+1/2 (et de
méme pour les champs primés), on obtient :

10M<45>10/]\/[ = .’L‘DV45 <D§\4D]\4 - D]\JD?VI) + LL’LVZL5 (L?wf/]\/[ - LMI_’GW) s
(4.70)
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| directionde (45) | zp | xp |
B-L 2/3 0
Tor 0 —1/2
Y /3 | —-1/2
X -2 -2

TABLE 4.7 — Coefficients zp et 1, de ’équation (4.70) pour différentes orienta-
tions de la vev 45.

avec les coefficients zp et zy, donnés dans le tableau 4.7.

Le signe relatif des masses entre les deux paires de doublets (ou triplets)
de messagers mene a une annulation entre leur contribution a la masse des
messagers. S’il n’y avait pas d’autres contributions a la masse des messagers et
pas de corrections de supergravité, cela donnerait des jauginos sans masse.

Les corrections peuvent venir

— d’un couplage entre un Higgs dans une 54 (A5410,; 54 10%,)

— d’une vev Xy # 0 pour la composante la plus basse de X,

— d’un terme de masse direct M10,,10),

— d’opérateurs non renormalisables

On paramétrise ces contributions sous dominantes via deux parametres de
masse, Mp et My, ce qui permet d’écrire les masses des messagers comme :

(Mp + 2pAasVas) Dy Das + (Mp — xpAasVas ) Dar DYy
+ (ML + $L>\45V45)LSWLM + (ML — Z'L)\45V45)LML/M . (4.71)
S’il y a une invariance sous SO(10), on prend Mp = M = M.

Comme Mp, M < A\5Vys, on peut développer la masse du jaugino par
rapport aux parametres ep = Mp/(Aa5Vas) et e, = My /(AasVis) -

2
M; ~ Q%AD{(SD—(l—(SD)?},

47 5
2
(65 €7,
M2 >~ QfAL {(SL—(I—(SL)}, (472)
4 z2

12 a1 (Ap 5] Ar €1
Rt Nty o) (1 — D oL _(1— L
M, 5 In { 3 |:6D (1 6D) I2D + 9 or, ( (SL) x% ,
avec
Ax Fx Mp 1 sizp=0
Ap = = op = . 4.73
D Mp €D e Vis D { 0 sinon ) ( )

et de méme pour Ay, €5, 01, en remplacant (M, z,) par (Mp,zp).
En faisant le méme développement, on obtient ’expression suivante pour les
masses des scalaires a l'ordre dominant :
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1 1-6
o O e R o L = e
72 (651 (5[) 2 2 1_(SL 2
o2 () {5 0l o0+ 2522 ool Gl o1+ 25 |

ot 63 =1 si x se trouve dans la représentation (anti-)fondamentale de SU(3)¢c
et 5§ 0 autrement, et de méme pour 62

On peut maintenant appliquer les formules (4.72) et (4.74) & quelques orien-
tations particulieres de la vev de la 45.

Les parameétres utilisés dans ’exemple étudié précédemment ont été définis
comime suit.

De maniere générale, on peut écrire

4 o a2 503
M1 ng M2_— ZALEL, M3—QEAD, (475)
16
2 o 283 2
m? o~ 5X( ) Ap[? 41262 ( ) AL Jer|?
72 4 1 2 2 2
+ 52 Yy (E) {3 Apl> +2 AL ler?| . (4.76)

Pour |er| < 0.2y/|[Ap/AL|, le wino est plus léger que le bino et est souvent la
NLSP. Le gravitino est toujours la LSP.
Pour Ap = Ay et e, = 1/6, les masses des jauginos sont données par
M,y . Mo ) M3 13 1

: = —:—=:2 4.77
(6731 (65 Q3 20 4 ’ ( )

et les masses des scalaires par :
a [ Qa 2 2
m2 =3 dl (E) IAp|?, (4.78)

avec les coefficients dj du tableau 4.3.
On retrouve le cas dont la physique a été discuté auparavant, et dont on
peut trouver une illustration dans le tableau (4.4) et la figure (4.3).

(i) Couplage A\y510,, 45 10%,, (45) = V5T 1,

Dans ce cas, la vev de la 45 ne contribue pas aux masses des doublets
(2, = 0). Les triplets contenus dans les champs messagers sont plus lourds que
ces derniers.
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En conséquence, les masses des gluinos et des squarks singlets sont supprimés
par un facteur e% par rapport aux autres masses softs :

6041 o (65 90[3
M1 gﬂAlH ,2\42—251\[,7 Mg_ 24 ADGD, (479)

~ 1253( ) IAp|? [en|? +352( ) ALl

72 2 2 2 1 2
—Y:(—) [-|A —|A . (4
a2 (B[S melieol + 3100 w50

A cause de la hiérarchie entre les masses des squark doublet et singlet, le
couplage de Yukawa du top quark amene m#. & des valeurs négatives a I’échelle
électrofaible, développant un tachyon dans le secteur du stop. Ni une petite

masse de gluino, ni un ep allant jusqu’a 1/4 ne suffit pas & compenser cet effet.
Le cas (45) = V45T, n’est donc pas viable.

(ii) Couplage M\y510,, 45 10%,, (45) = VisT3r

Ce cas a déja été traité dans la section (4.4.2). C’est celui du wino léger et
NLSP.

(iii) Couplage \4510,, 4510, (45) = Vy5Ty

Dans ce cas, on a

12 « @ «
Mlz—gﬁA(;%eDJrzeL), MQQ—SﬁAeh M3=—18ﬁA6D7
(4.81)
2 3 (23 2 (X2 6.2 2
M = {45 (471') oy (47‘(‘) *t5 Y (471') } A (4.82)

ot A = Ax Fx/(A45Vy5). Comme on a supposé ep, €, < 1, ce scénario présente

des masses de jauginos qui sont toutes petites devant les masses des scalaires.
Si les corrections sous dominantes aux masses de messagers sont invariantes

sous SO(10), ep = €r, et les masses des jauginos vérifient les ratios suivants :

M M. M.

S22 o 649 (4.83)
a1 (%) Qs

(iv) Couplage \y4510;, 4510, (45) = VysTx

Comme dans le cas précédent, les masses des jauginos sont supprimées par
rapport aux masses des scalaires :
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3
0

R ERItORS LCORS SCo) IS

A Tordre dominant, les masses des scalaires ont les mémes ratios que dans
la version minimale de la médiation de jauge. Cela provient du fait que les
termes qui génerent la majeure partie des masses sont invariants sous SU(5).
Si toutes les contributions, méme sous-dominantes, sont invariantes sous SU(5)
(soit ep = €r,), les masses de jauginos respectent les ratios de la médiation de
jauge minimale, c’est-a-dire M7 : Ms : M3 = a1 : as @ ag.

Messagers dans des représentations (16, 16)

, higgs dans une des < 45 > possibles

On regarde maintenant le cas ol les messagers sont dans la représentation
16 ©16. Comme le produit 16 ® 16 contient la représentation adjointe, on peut
écrire le superpotentiel suivant :

Winess = AxX 163,163 + Mi516,, 4516, . (486)

Comme dans les sections précédentes, nous supposons que la contribution do-
minante aux masses des messagers vient des vev de 45, avec de possibles contri-
butions sous-dominantes venant de Xy # 0 ou d’un terme de masse directe
M16,,16,; (qui ne soit pas contenue dans Wiess). Décomposant 16, en :

16y = (Qun, Uni, Dary Live, Eng, Nor) s (4.87)

ou Qm = @32 11/6: UM = ¢31,_2/3: D = @31, 4173, L = d12, 172, En =
011,41, Nv = ¢1,1,0 (et de méme pour son partenaire vectoriel 16,), on ob-
tient :

EM <45>16M = Z xRV45 RMRM s (488)
R=Q,U,D,L,E,N

avec les coefficients xp donnés dans le tableau 4.8. Les masses de messagers
peuvent donc étre écrites comme :

Z (Mg + 2rA\5Vas) Rv R (4.89)
R=Q,U,D,L,E,N

ou les Mr (Mpr < Ay5Vys) paramétrisent les potentielles contributions sous-
dominantes. Quand ces derniéres sont pertinentes (en particulier quand cer-
tains zp sont nuls, auquel cas Mg ne peut étre négligé), cela peut étre utile
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’ orientation dela (45) \ xQ \ TU \ D \ zr, \ TE \ TN ‘
B L /3 | —1/3 | —1/3 | -1 1 1
Tir 0 | —1/2 | 1/2 0 /2 | —1/2
Y 1/6 | —2/3 | 1/3 | —1/2 | 1 0
X -1 -1 3 3 —1 5

TABLE 4.8 — Coefficients i de ’équation (4.88) pour les différentes orientations
de la vev 45.

de développer la masse des jauginos et des scalaires par rapport aux petits
parametres eg = Mp/(Aa5Vis) -

M, ~ Z—; XR: 9T, (R)Ag {5R +(1-6p) = (1 - €R> } , (4.90)

€
TR TR

mi = 2) C¢ (ZTT)Q > 2Tu(R) |AR|2{6R+(1—5R) ';’;'2}. (4.91)
a R

R

ou

(4.92)

AR = ER = .
Mg Aas Vs 0 sinon

Ax Fx Mg { 1 sizrp=0
0r =
(i) Couplage )\45ﬁ]w 45 161\/[, <45> = V45TB_L
Le cas a été traité dans la section (4.4.3). C’est celui du gluino léger.

(ii) Couplage M\y516,; 4516, (45) = VisT3r

Comme zq = x1, = 0, les messagers (Qar, Q) et (Lar, Lar) ne recoivent
pas de contribution a leurs masses de la part du Higgs 45 dans ce cas, mais
de la part de contributions sous-dominantes Mg et M. Les masses softs des
jauginos et des scalaires sont données via (4.90) et (4.91) par :

1« « a
Mlﬁgﬁ(AQ—F:‘;AL), Mgﬁﬁ(3AQ—|—AL), MgZQﬁAQ,
(4.93)
16 az\? 3 g \?
2 . V3 (@3 2 2, 92 (2 2 2
m? o 62 (T2) (1+4leo) Aol + 502 (2] (31Aql + ALP?)

£y (SOV (1 + 6aleql?) Mgl +3IALI)4.90)
25 X \4dr
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Si les contributions sous-dominantes a la masse des messagers sont invariantes
sous SO(10), Ag = AL et les rations des masses des jauginos sont données par :

My My My 4

: 14 4.95
(&3] (6%) Qs 5 ’ ( )

et les masses des scalaires par :

24,

m2 ~ [ 53( ) (1 + 4feg] )+652( ) + 5V (Z?)Q(1+16|6Q|2)} |Ao|X(4.96)

(iii) Couplage M\y516,; 4516, (45) = VisTy

Dans ce cas, on a, pour Mg =0 :

My =0, M=16"2A, My = 202y, (4.97)
47 2 4n
2 _ 3 (923 2 20,
m? = 2[1115X (M) + 8442 ( 7T) =Y (4 )}|A . (4.98)

ou M; = 0 est, comme dans le cas de SU(5), une conséquence du fait que la vev
du Higgs dans I’adjoint du groupe de grande unification est dans la direction de
I’hypercharge. La masse du bino provient des contributions gravitationnelles ou
sous-dominantes des masses des messagers. Dans le dernier cas, on a :

M, ~ —g% (6eg + 3ey +3ep +2¢r +€p) A, (4.99)
Si les contributions sous dominantes aux masses des messagers sont invariantes
sous SO(10), ceci se simplifie en My ~ —18(«1 /47)Ae
Si les corrections de supergravité dominent, My (Mpess) /= ms /2 donne M =~
0.5mg/o a I'échelle électrofaible.
Comme pour le cas SU(5) avec des messagers couplant & une 24, ce cas est
caractérisé par un bino léger LSP, le reste du spectre étant différent toutefois.

(IV) Couplage /\4516]\/[ 45 161\/[, < > = V45TX

Comme le générateur Tx de SO(10) commute avec tous les générateurs de
SU(5), les masses des messagers sont invariants sous SU(5) et ce cas se rameéne
a celui de la médiation de jauge minimale. Plus précisemment, le secteur des
messagers est composé d’une paire de (5, 5) et de (10, 10) avec pour masses
M5 = —3Mjp.

Cela donne des masses de jauginos vérifiant

My My  Mj

A
o (4.100)

OJ\OO



4.5. SPECTRES, UN PEU D’EXHAUSTIVITE
Les masses des scalaires, elles, vérifient

56 |4 a3\2 3 a9 \2 3
2 3 3 2 2 ]’2
X 9 [3 X \drm 4 X<47r 5 X

(

aq

47

)2} A2

97

(4.101)
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4.6 Conclusions

Les modeles de superysmétrie qui considerent a la fois 'existence d’un sec-
teur de grande unification et d’une médiation de jauge pour la brisure de su-
persymétrie peuvent facilement posséder des spectres atypiques. Le rapport des
masses de jauginos sera une des clés pour comprendre la structure sous-jacente
du modele. Ceci permettra de favoriser les modeles possédant les groupes de
grande unification et les représentations adéquates. Les spectres peuvent avoir
des caractéristiques peu ordinaires pour une médiation de jauge, comme un neu-
tralino léger LSP, ou un wino/gluino NSLP. Les contraintes expérimentales font
du cas neutralino LSP le scénario le plus intéressant a étudier.
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H ‘ & ‘ f—; : JZI—; : ]Z[—ll ‘ Propriétés remarquables
mSUGRA | | 1:1:1 |
mGM 1:1:1
SU(5) 24 5&5 1:-2/3:¢ neutralino LSP, sleptons
légers, Tr < 10°~6 GeV,
10 & 10 1:12/7: € changements de saveur ok
a part chez les leptons
75 | 100&10 | 1:3:9/5 | |
SU(B) xU(1)x combinaisons de
cas déja étudiés
S0O(10) 54 | 10& 10 | 1:-2/3:e | Cas du neutralino léger
45 ~ T3p 10 & 10’ | 13/20:-1/4: 2 | wino NSLP, 710*®s, slep-
tons légers, sparticules co-
lorées lourdes, Mz, ~
GeV
| 16 & 16 | 2:4:2 | |
45 ~Tp_ [ 10&10° | —2:1:¢ | gluinos légers \
| 16 &£ 16 | 6:4:9 | pas viable |
45 ~ Ty ] 10 & 107 ‘ €:16 :% ‘ neutralino léger LSP ‘
| 16 & 16 | | \
45 ~Tx [ 10 & 10’ | 1:1:1 | |
| 16&16 |  1:1:1 | |

FIGURE 4.4 — Sommaire des propriétés des modeles de grande unification avec
messagers suivant les groupes et les représentations choisies.
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Chapitre 5

Modeles de Saveurs

5.1 Introduction, problématique et plan

L’étude du domaine des saveurs est vaste et complexe!. Le modele standard
décrit tres bien la suppression des changements de saveur dans les courants
neutres (notés FCNCs pour Flavor Changing Neutral Currents) et les proces-
sus violant CP. Cependant, ces explications reposent sur les matrices de masses
obtenues expérimentalement. Pour les extensions du modele standard telles que
la supersymétrie, on ne peut pas (encore) reposer sur 'expérience. Lorsqu’on
écrit des modeles pour prédire les masses des sparticules, il faut donc s’assu-
rer qu’ils n’entrainent pas d’effets de saveur en contradiction avec les données
expérimentales actuelles. On cherche donc a expliquer 'origine des couplages de
Yukawa et I'explication au probléeme de hiérarchie, tout en expliquant 1’absence
de FCNCs observés ou de violation de CP.

5.1.1 Deux approches différentes pour la saveur

Nous nous limiterons ici & la comparaison de deux types de modeles différents,
aux prédictions proches.

Le premier considéere une ou des symétries agissant sur les trois familles du
modele standard. On parle de symétries “horizontales”. Lorsque celles-ci sont
brisées, elles génerent une hiérarchie pour les couplages de Yukawas engendrés.
Le modele de Froggatt-Nielsen (FN), dans lequel la symetrie U(1) de saveur est
jaugée, est une illustration classique de ce genre d’idées. Ces symétries peuvent
étre non-abéliennes. Ces scénarios peuvent étre compatibles avec les limites des
FCNCs et de la violation de CP sous réserve de :

— avoir une masse de sfermions assez lourde, causant des problemes de petite

hiérarchie

— se placer dans une région restreinte parmi les parametres supersymétriques

disponibles, ou faire des hypotheses supplémentaires, comme [’alignement

1. Pour changer.

101
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ou la violation de saveur minale dite MFV par exemple [87, 88, 89] (voir
[90] pour une discussion récente).
En général, les contraintes sont difficiles a satisfaire et les FCNCs sont prédits
proches des limites actuelles.

Dans le second type de modeles, les hiérarchies proviennent d’une forte re-
normalisation des fonctions d’onde (modeles noté WFR, pour wave fonction
renormalisation). Celles-ci peuvent provenir

— de I'évolution du groupe de renormalisation vers une échelle M située
quelques ordres de grandeur en dessous de 1’échelle fondamentale My. Dans
notre exemple, on aura My = Mp et M = Agyr. On peut trés bien aussi
avoir My = M, ou Agur et M = Mgygy. On peut coupler le MSSM a
un secteur conforme afin de générer de larges dimensions anomales pour
les champs de matiere [14, 46, 91]

— d’une dimension supplémentaire dans laquelle sont répartis les champs
de matieres[93, 92]. Cette idée a été largement considérée pour régler la
question de la saveur dans le cadre de modeles non supersymétriques de
type Randall-Sundrum, avec des dimensions supplémentaires fortement
courbées [94].

On sait que ces deux cas sont souvent duaux. Ainsi, un modele type comme celui
de Nelson-Strassler [14] [91] permet de générer des fonctions d’ondes hiérarchiques,
avec des Yukawas corrects et en supprimant les FCNCs.

5.1.2 Des prédictions proches

Ces deux types de modeles cherchent a résoudre la question de la hiérarchie
de masse chez les fermions, ainsi qu’a comprendre pourquoi les FCNCs sont
supprimés en supersymétrie [13, 87, 95, 96, 97, 88, 98, 100].

Comme cela a été déja dit dans le papier initial de Nelson et Strassler,
les prédictions d’un modele utilisant un mécanisme de WFR, supersymétrique
ressemblent a des modeles de saveur reposant sur le mécanisme de FN, avec des
symétries horizontales abéliennes, des fermions du MS portant des charges du
méme signe et avec un seul champ familon.

Effectivement, les prédictions des deux approches pour les matrices de Yu-
kawa sont identiques, une fois faite I'identification entre les différents parametres.

Cela permet de construire des modeles de WFR viables. En effet, il y a un
nombre limité de modeles supersymétriques de type FN avec

— des symétries horizontales abéliennes

— un seul champ familon

— tous les fermions ayant des charges du méme signe

— sans anomalie de jauge

— qui arrivent a rendre compte correctement des masses et mélanges des

quarks et leptons.

Chaque choix de charges horizontales peut étre mise en relation avec des
valeurs d’un modele de WFR, les deux modeles donnant les méme prédictions
pour les matrices de Yukawa.
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On peut donc se baser sur le travail déja accompli sur les modeles de FN qui
marchent pour identifier ceux de WFR qui vont le faire.

Au dela de masses de fermions identiques, nous nous proposons de pousser
la comparaison entre ces deux types de modeles aux masses des scalaires.

Les deux modeles prédisent des matrices de masses similaires pour les fer-
mions. Cependant, les changements de saveur dans les courants neutres sont
mieux supprimés dans le cas des modeles de type Nelson-Strassler.

Nous verrons également que les deux modeles satisfont une méme contrainte
pour deux raisons apparemment tres différentes :

— Dans le cas des symétries de jauge dans un modele a 4D, il faut veiller a

I’annulation des anomalies de jauge.

— Dans les cas des modeles de type Nelson-Strassler, on impose 'unification

des couplages de jauge.

Le fait que les modeles de type WFR, subissent des contraintes similaires &
celles de FN laisse a penser que ’ensemble des Yukawas générés par les deux
approches pourrait étre le méme.

5.1.3 Des différences au niveau de la saveur

Pour appréhender les différences entre les deux modeles, nous aborderons la
construction d’'un un modele simple avec une dimension en plus dans lequel les
fonctions d’ondes sont hiérarchiques. Dans celui-ci, les courants neutres lepto-
niques seront supprimés grace & un couplage fort (CFT) générant la masse de
I’électron.

On connait le lagrangien effectif du modele standard obtenu apres intégration
des degrés de libertés supersymétriques [99]. L’importance des FCNCs et de la
violation CP & 1’échelle électrofaible est déterminée par les coefficients de ses
opérateurs de dimension 6. Nous verrons que les facteurs de suppression de
certains opérateurs de dimension 6 seront assez différents dans les deux types
de modeles.

Si les masses générées semblent étre les mémes dans les modeles de type FN
et NS, il est intéressant de les comparer en détails, en particulier au niveau de
la suppression des FCNCs et la violation de CP.

5.2 Modeles de Froggatt-Nielsen

5.2.1 Froggatt-Nielsen en quelques mots

Dans le cas des modeles de type Froggatt-Nielsen, on considere que la struc-
ture de la saveur dans le modele standard est expliquée par une symétrie spon-
tanément brisée. On fait donc appel & une symétrie de saveur, U(1) dans le cas
le plus simple. On peut aussi généraliser et chercher a étudier le cas ou le groupe
de saveur est non-abélien. On a un familon, de charge -1 sous la symétrie U(1),
qui va coupler aux champs du modele standard. En fonction de leurs charges,
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les couplages seront différents. Lorsque le familon prend une vev, une hiérarchie
des masses se forme naturellement.

5.2.2 Froggatt-Nielsen dans les modeles que nous considérons

Nous allons étudier les cas supersymétriques de FN, car ce sont ceux dont
le secteur de saveur est le plus délicat & comprendre. On considere des modeles
effectifs supersymétriques a des échelles plus grandes que I’échelle de brisure de
la supersymétrie Apg, et plus petites que 1’échelle de brisure pour la symétrie
de saveur M.

La structure liée a la saveur va donc apparaitre de maniere effective, dans les
termes cinétiques, dans le superpotentiel et dans la structure des termes softs.

Comme notre but sera de comparer les modeles de type Nelson-Strassler
a ceux de Froggatt-Nielsen, on se limite seulement aux modeles possédant des
charges de FN positives. Nous verrons que ce sont ceux qui ont une correspon-
dance dans les cas ou ’on utilise la renormalisation des fonctions d’onde.

L’action effective est déterminée par

W = ettvith(yU 4 AU X)Q,U, H, + et Fditha(yP 1 ADX)Q,D;H,
Jeliteitha (YUE + AgX)LiEde
Kze\q¢—Qj|(1+CinTX)QIQj+"' s (5'1)

o € = §/M, avec 6 un superchamp chiral possédant une charge U(1) —1,
X = 02F est le champ qui brise la supersymétrie et tous les éléments de YijU
sont d’ordre un.

Les charges liées aux familles des superchamps de matiere sont définies
comme ¢; pour la composante gauche du doublet @Q7, ainsi que u; et d; pour les
composantes de saveurs des quarks singlets, les conjugués des triplets de couleur
Ug et Dpg, respectivement, et de méme pour les leptons.

Les charges horizontales sont définie dans une base électrofaible. Dans ce cas,
les termes cinétiques possedent des termes de mélange pour la saveur. Comme
on suppose que les coefficients C;;, Y;; et A;; sont d’ordre un, cela n’affecte pas
les ordres dominants en €. On se placera toujours dans cette base canonique.

5.3 Nelson-Strassler

5.3.1 Nelson-Strassler

Dans [14], Nelson et Strassler proposent un modele qui permet de reproduire
les hiérarchies du modele standard sans utiliser de symétries de saveur. Pour
cela, ils couplent le MSSM & un secteur conforme comportant une symétrie U(1)
qui empéche les trois familles de se mélanger entre elles. Ensuite, les dimensions
anomales des familles étant différentes, les masses obtenues dans l'infrarouge le
sont aussi et peuvent respecter les ordres de grandeurs mesurés dans le modele
standard.
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L’action effective a I’échelle M est déterminée par

W= (Y +AUX)Q:U;H, + (Y} + A X)Q;D;Hy
+(Y,F + AEX)LiE;Hy
K=e2QIQ;+ 0 XTXQIQ; +--- . (5.2)

Ici, les facteurs €29, ¢; > 0Vi sont les facteurs de renormalisation des fonc-
tions d’onde, provenant de la physique entre My et M, et dans les notions conve-
nant a la comparaison des deux approches. On a fait disparaitre les mélanges
de saveur d’ordre un apparaissant a ’échelle My dans les termes cinétiques via
des rotations judicieuses.

Apres avoir renormalisé les fonctions d’onde Q; — €% Q; et autres (Higgs
inclus), 'action effective dans le cas WFR est donné par

W = ettt (Vi + AGX)QiU; Hy + €0 (Y2 + AGX)QiD; Ha
teliteatha(y B 4 ARX)L,E;Hy
K=QIQi+ Cyye i xtXQIQ; + - . (5.3)

On voit que si les masses des fermions sont les mémes dans les deux cas, il
n’en sera pas de méme pour les masses des scalaires et des termes softs.

On utilise cette structure pour décrire les hiérarchies et les mélanges dans
les matrices de masse des fermions.

5.4 Comparaison des deux modeles

5.4.1 Généralités

On peut comparer les prédictions des deux modeles quant aux couplages de
Yukawa, pour peu qu’on identifie & haute énergie les parametres des modeles
supersymétriques WFR, (¢;) aux charges des modeles de FN. On voit que la
classe des modeles FN qui se rapproche vraiment des modeles WFR est celle
pour laquelle il n’y a qu'un seul U(1)x, des charges positives et avec un seul
champ de charge négative, le familon. Celui-ci brise la symétrie de saveur, et
tous les Yukawas sont générés par couplage holomorphe au familon.

Comme la renormalisation de la fonction d’onde ne fait pas de distinction
entre les particules et antiparticules, la suppression des masses des sfermions est
beaucoup plus forte dans le cas WFR : il suffit de comparer le facteur €%+9% de
I’équation (5.3) et €l =9l de ’équation 5.1 pour s’en convaincre. Cette remarque
est générale et a déja été faite dans le cas non supersymétrique [101].

Pour toute comparaison avec les données expérimentales, nous avons besoin
d’étre dans la base ol les matrices de masse sont diagonales. Comme les princi-
pales contraintes expérimentales proviennent du secteur quark down, on choisit
de rester dans une base électrofaible qui diagonalise la matrice de Yukawa du
quark down. Pour cela, les termes du Lagrangien liés aux champs scalaires vont
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subir les rotations gauches et droite. Ces rotations ne vont pas changer les fac-
teurs de suppression dominants, mais vont rajouter des contributions sur les
termes off diagonaux des matrices de masses.

Pour les modeles de FN, les éléments diagonaux sont les coefficients d’ordre
un Cy # Cj; qui peuvent dépendre de la saveur. Ils sont présents de maniere
générique dans les D-termes liés & U(1) et dépendent de la saveur. Ces contribu-
tions supplémentaires aux termes off-diagonaux dans les masses sont de 'ordre
de grandeur des angles de rotations permettant de diagonaliser la matrice de
Yukawa du quark down (en gros de 'ordre de grandeur des angles CKM) et
sont genants. Ils fournissent une borne supérieure (un peu trop forte) sur la
suppression des termes off diagonaux.

Dans ces modeles, si tous les fermions portent des charges horizontales de
méme signe, les facteurs de suppression des termes off diagonaux originaux sont
les mémes que la suppression des termes venant du diagonal splitting, donc le
probleme de compatibilité avec les données est aussi difficile pour les deux types
de modeles.

Il y a des modeles avec une symétrie U(1) et des charges de signes différents
ou/et plusieurs symétries U(1) qui n’ont pas d’équivalent WFR mais qui arrivent
a décrire le secteur de Yukawa et & donner une suppression assez forte des termes
off-diagonaux de saveur dans les termes des masses de sfermions.

Cependant, ils doivent traiter le probleme mentionné ci-dessus concernant
la contribution des D termes dépendant de la saveur aux masses diagonales.
Ils doivent aussi prendre en compte le diagonal splitting possible venant des
coefficients quelconques d’ordre 1 liés & la symétrie U(1).

Apres rotations, la suppression des termes off-diagonaux dans la base des
masses propres pour les quarks est similaire que dans les modéles avec les charges
de méme signe. Il en résulte certaines tensions dans ’espace des parametres sur
les termes softs de brisure de supersymétrie. [90].

On peut se demander ce qui se passe dans le cas de modeles de FN qui
rendent compte du secteur de Yukawa et qui n’ont pas d’équivalent en WFR.
On peut ainsi considérer des modeles avec plusieurs symétries U(1). Cependant,
ces modeles ont encore des probléemes : une fois pris en compte les effets du
splitting sur la diagonale et des contributions des D-termes aux masses des
sfermions, ces modeles donnent des prédictions pour les FCNCs assez proches
que dans le cas ou les champs de matiere ont des charges du méme signe. Nous
les écartons donc de notre étude.

L’approche WFR évite ces problemes. Il n’ya pas de symétrie U(1), pas de D-
termes et les termes de la diagonale qui dépendent de la saveur sont supprimés
par des puissances de €. Il n’y a donc pas de probleme lié a des parametres
incontrolés d’ordre un.

En plus de travailler dans une base électrofaible dans laquelle les quarks
downs sont diagonaux, pour pouvoir comparer nos modeles avec les données
expérimentales, nous devons inclure tous les effets de renormalisation liés au
MSSM pour le running de I’échelle M jusqu’a ’échelle électrofaible.

Au final, I'analyse standarde des données sur les FCNCs et la violation de
CP est faite par rapport aux coefficients des opérateurs effectifs de dimension
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6 obtenus dans le lagrangien du modele standard apres avoir intégré les degrés
de liberté liés & la supersymétrie [99]. Les coefficients de ces opérateurs peuvent
étre calculés en fonction des parametres de brisure douce de supersymétrie et
les facteurs de suppression discutés précédemment ont un lien direct avec les
facteurs de suppression des opérateurs de dimension supérieure.

Comparons la facon dont les symétries de saveur et les modeles WFR rendent
compte des hiérarchies dans les masses de fermions. On a vu précédemment
qu’on pouvait s’appuyer sur le travail fait sur les modeles de FN. Si un tel
modele a des fermions portant des charges de méme signe et rend compte de la
hiérarchie, il peut étre transcrit en modele de type WFR 2.

Du point de vue des opérateurs générant la désintégration du proton, les
deux approches donnent le méme type de suppression. La symétrie U (1) x d’un
modele de FN peut supprimer la désintégration du proton avec des charges
comme l; =n; +1/3,e; = m; —1/3, n;, m; entier (les charges des autres champs
du MSSM étant entieres). Dans ce cas, il y a une symétrie effective discréte
Z3 leptonique qui empeche le proton de se désintégrer. Plus généralement, les
modeles de type FN et WFR génerent tous deux des suppressions pour les
premieres générations, qui ont des charges élevées.

5.4.2 Exemples

La suppression de la saveur est paramétrée par la variable e introduite au-
paravant. A priori, € sera de I'ordre de I'angle de Cabbibo , € ~ 0.22. On peut
toujours prendre une valeur différente si les charges choisies absorbent cette
différence.

Les références Refs. [97, 98] ont listé les charges donnant des modeles consis-
tants. Pour se faire une idée, voici trois modeles : 3

g=u=e=(3,2,0), d=¢=(2,0,0)+ds, (Model A)
g=u=e=(4,2,0), d=¢=(1,0,0)+ds, (Model B)

q:(37270)7 U:(5,2,0), d:(13070)+d37 €:q+€3, e:d_gi’:-
(Model C)

Dans les trois cas, les charges horizontales des Higgs sont nulles. On doit prendre
q3 = uz = 0 pour avoir un top lourd, tandis que d3 est laissé libre sous réserve
de vérifer, avec tang la relation suivante :

e % tanf ~ % ~e3, (5.4)

2. A priori, les modeles de type FN sont plus contraints, car ils doivent vérifier ’annula-
tion des anomalies. On verra par la suite que si on demande aux modeles WFR de vérifier
P'unification des constantes de couplage du MSSM, ceux-ci doivent vérifier des contraintes
similiaires.

3. A et B ont étét traités dans [98], ol ils apparaissent comme étant modele 1 et 5 respec-
tivement. Le modele C est utilisé dans [97].
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~2 2 ~ 2 2
a Ma,LL / mj ma,RR/mO A [mo ~ Y,
e & e & &
rql+ e ¢ 2 e 1+ e ¢t 2 PP
u e 2 3 2 0 S oA 2
O 3 O 3 B3 2 O
Tq 1+ A Ty 1+ A
e 2 3 2
e & el 8 8
rql+ e et €2 rql + t% e 6 €6 S B 6
d e €2 € e €6 €6 tg el €
PO O 2 2 S B3 3
Tq 1+ el 0 € rqgl+ e 0 €
3 2 0 2 O 0
el & ¢ e & 8
rel 4+ t% e 8 8 rel+ e ¢t &
e 6 €S e 2 € 8 7 &
e t € €
€ € 62 60 61 63 A 6 5 3
1 2 0 0 1 1 0 .2 € e ¢
rel + € € € re 1+ € € €
2 O 0 e 2 €

TABLE 5.1 — Yukawas et masses carrées softes pour les scalaires dans le modele
A98]:q=u=¢€e=(3,20),¢=4davec d—ds = (2,0,0) et oul on a utilisé
la relation tang = tg = €?373. Les lignes du haut correspondent au cas WFR,
celles du bas a celui de FN.

Les couplages de Yukawa résultant du modele A sont rassemblés dans la
derniere colonne du tableau Tab. 5.1. Ils peuvent reproduire les masses et
mélanges des fermions du modele standard avec des coefficients d’ordre 1.

Apres prise en compte des effets de renormalisation[102], les termes softs des
masses a ’échelle électrofaible sont données avec une assez bonne approximation
par :

72 2 - ~2 |qitq;]

Moy rri; ™~ TaMijs dij + myge Y (5.5)
~2 2 . ~ 2 |u;ug|

My RR; ~ TuTi 0ij + 1 e g (5.6)

My pri; ~ Auvsin ettt (5.7
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MarLi; ~ TaMip i+ Thgel4iai] (5.8)
Mg rpay ~ Tam 8y +iigd ] (5.9)
MaLr; ~ Aqvcosfeltdh (5.10)
7 g,LL,ij ~ Ty m?/2 §ij + el il (5.11)
mz,RR,ij ~  Te m%/z dij + mge‘eiie” (5.12)
mg,LR,ij ~ AcvcosBeite (5.13)

ol nous avons défini 'échelle & haute énergie des masses softs my /o, M, et
Ag. A moins qu'il n’y ait un mécanisme 1a afin de générer des suppressions
supplémentaires, on s’attend a ce que ces termes soient du méme ordre de gran-
deur.Par simplicité, on les prendra égaux, valant my.

Pour simplifier, on a omis les coefficients d’ordre 1 dépendant de la saveur qui
doivent multiplier les termes supprimés par des puissances en €. Les charges sont
toutes positives ou nulles, les signes + correspondent au cas WFR, et les - au
cas FN. Les constantes r, paramétrisent la renormalisation de jauge dominante
et sont données par environ rq = 6.5, 1, = 6.2, rg = 6.1, 7, = 0.5 et r, = 0.15.
Les corrections des Yukawa devraient étre grandes pour la troisieme génération
mais vu qu'on travaille avec des coefficients inconnus O(1), on n’a pas besoin
de les évaluer. Les matrices de masses obtenues sont présentées dans le tableau
5.1.

Plusieurs points méritent d’étre soulignés.

— Pour WFR, les contributions dominantes aux masses propres des premiere
et seconde générations sont déduites du running des boucles de bosons de
jauge/jauginos, tandis que dans le cas FN, les masses softs & ordre des
arbres donnent des contributions non négligeables, en particulier pour les
sleptons.

— Les Yukawas et les masses softs qui changent la chiralité (A-termes) sont
supprimés de la méme facon. Ils sont méme identiques dans le cas FN et
WEFR.

— Comme souligné auparavant, les modeles WFR, suppriment mieux les
termes off-diagonaux des secteurs LL et RR que les modeles FN.

Pour comparer les prédictions aux expériences, on étudie les limites en termes

des parametres d’insertions de masses d7; par rapport a une masse de sfermion
de référence. Elles sont définies comme

~2
6a _ ma,MN,ij
MN,ij — =~ ~
Ma,M,i Ma,N,j

) <5Z> = 5%L,ij5?{R,ij (5-14)

pour a = u,d,e, M,N = L R, i # j. Les expressions sont normalisées par
rapport aux entrées diagonales ﬁli it = 1,2,3. On associe le méme type de
parametres pour les A-termes (quelques soient 4, j) :

m2 LR.ii
59— (50, ) — _laLRij 5.15
LR,ij ( RL,jz) ma,L,i ma,R,j ( )
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En commencant avec les limites provenant du secteur des hadrons, nous
donnons les limites et les résultats du modele A dans le tableau 5.2 et 5.3.
Toutes les limites dans le tableau . 5.2 sont satisfaites sans probléme (méme
pour tanf assez grand). Elles pourraient méme étre satisfaites avec des masses
de squarks plus petites.

Notons que dans le modele FN avec les charges correspondantes, il est tres
difficile de satisfaire la borne sur (d13) [90]. Comme les mélanges entre squarks
de premiere et seconde génération sont supprimés au plus par des termes d’ordre
deux en €, pour satisfaire les bornes expérimentales, il faut donc des effets de
renormalisation insensibles & la saveur assez forts, c’est-a-dire un large ratio
entre la valeur initale de la masse du gluino sur la masse des squarks a haute
énergie.

Les insertions de masse sur le changement de chiralité du tableau Tab 5.3
sont plus contraignants. En particulier, les 11 entrées sont fortement contraintes
par la mesure de ’EDM du neutron. Cela étant dit, les prédictions correspon-
dantes de notre modele pour des masses de squarks d’1 TeV satisfont les limites
expérimentales sur leurs limites.

Du c6té des leptons, nous citons dans la table 5.4 les limites # provenant des
LFV desintégrations des leptons chargés, u — ey, 7 — ey et 7 — w7y ainsi que
des prédictions théoriques obtenues avec I’hypothese d’une échelle de brisure de
supersymétrie unique a haute énergie my.

Alors, & I’échelle électrofaible A, ~ mg et I’échelle typique pour les sleptons
est mg = (rgre)imo. On observe que méme pour une masse de sleptons aussi
élevée que 400 GeV (correspondant & mg = 750 GeV) la contribution & u — ey
n’est pas suffisamment supprimée. Il est intéressant de savoir jusqu’ou on peut
ajuster les charges e; et £; pour améliorer ce probleme. A cette fin, considérons
le produit

A?y? A2m.m
07 R 120RL12 ~ —= ghiteatlater 62 3 % . (5.16)
sl msl

Il est clair que ce produit est indépendant du choix fait de la charge et ne peut
étre diminué qu’en augmentant Mg ou en diminuant A.. Cela veut dire qu’au
moins une des contributions est plus grande que

A, /em
Y ~35%x107° (5.17)

mgy

ou les valeurs ont été prises pour mg = 400 GeV. C’est une prédiction assez
solide (& des coefficients O(1) pres), et effectivement, Tab. 5.4 montre que cela
tient en particulier pour le modele A. Une suppression plus forte peut étre
obtenue & condition que les A termes soient plus petites que mg et/ou mg
soit plus grand, soit mg > 400 GeV. Par exemple, on peut avoir un taux
de désintégration acceptable pour A, ~ 100 GeV et mg ~ 400 GeV. Pour
diminuer encore la masse des sleptons, il faut plus de fine-tuning sur Ag, tandis

4. Notons que le taux de désintégration dépend de (6.r,i;)? + (SrL,i;j)? [99]. Les entrées
LL et RR sont bien moins constraintes et nous ne les considérerons pas ici.
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a ij 07 1.4 ORR.ij (655)

Exp. Th Exp. Th. Exp. Th.
d 12003 86x107° | 0.03 9.1x1077¢3 [ 0.002 89 x10 °t4
d 13| 02 18x107° | 02 91x1077¢3 | 0.07 4.0x10" %4
d 23| 06 81x107°| 1.8 18x107°#3| 02 3.8x107"14
w 12] 01 86x10°| 01  86x10° |0.008 8.6x107°

TABLE 5.2 — Limites sur les insertions de masses hadroniques qui préservent la
chiralité et résultats obtenus pour le modele A de WFR. Les limites (prises dans
le tableau IV de Isidori :2010kg) sont valides pour des masses de squarks de 1
TeV et varient linéairement par rapport a ce dernier.

a ij O R.ij Ok ij
Exp. Th. Exp. Th.

d 12| 2x107* 81x107%| 2x10% 1.8x10°°©
d 13 0.08 8.1x 1076 0.08 3.7x107°
d 23 0.01 3.7x107° 0.01 7.6 x 1074
d 11 | 47%x107% 39x1077 | 47x107% 3.9x1077
u 12 0.02 3.7x107° 0.02 3.7x107°
u 11]193x107% 81x107%]93x1076 81x1076

TABLE 5.3 — Limites sur les insertions de masses changeant la chiralité des ha-
drons et résultats obtenus pour le modele A des WFR. Les limites sont prises de
Tab. V de [103] et sont données pour des masses de squarks de 1 TeV. Alors que
les limites sur les éléments ¢ # j (¢ = j) croissent linéairement avec ces derniers
(quadratiquement) with the latter, nos prédictions diminuent linéairement.

que mg ~ 400 GeV donne des masses de 'ordre de 1.9 TeV pour les squarks,
ce qui provoque des tensions vis a vis du probleme de petite hiérarchie.

Pour conclure, les limites leptoniques sont plus contraignantes que les limites
hadroniques (voir [14], [92]). Finalement, soulignons que les modeles FN ont
un probleme semblable (avec les mémes limites dans le secteur LR/RL). Ils
prédisent aussi une suppression insuffisante dans les secteurs LL et RR.

Dans la partie 5.6, nous décrirons une facon de supprimer le taux de désintégration
de p — ey dans les modeles de type WFR. Cela permet d’alléger les masses des
superpartenaires sans fine-tuning sur les A termes leptoniques.

5.5 Unification et hiérarchie des fonctions d’onde

5.5.1 Quelques mots sur le mécanisme de Green-Schwarz

On consideére un systeme décrit par
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ij O%N.ij

Exp. Th. (LR)  Th. (RL)
12 [ 48x107% 20x107° 9.4 x 1075
13 1.8x1072 43x107%* 94x 1075
23 1 12x1072 89x107% 43x10~*

TABLE 5.4 — Limites expérimentales sur les insertions de masses leptoniques
et les résultats du modele A de WFR. Limites (prises du tableau 7 de [99]),
valables pour des masses de sleptons de 400 GeV.

L=Ly+Lgs (5.18)

Lo représente un secteur possédant au moins une symétrie U(l)x, a est
Iindice des groupes de jauge du modele standard, S = s, + is; est un axio-
dilaton. Lgs = [ d29%kaS(W“WQ)i est le couplage de S aux champs de jauge.

Le systeme représenté par Ly peut avoir des anomalies mixtes notées A,
entre U(1)x et G4, G, contenant au moins les symétries du modele standard et
Ul)x.

Si A correspond au superchamp correspondant aux transformations de jauge,
les anomalies de U(1) x G2 donnent donc

5o =" / PONAL(WOW,)a (5.19)

Il suffit que les variations du lagrangien Lgg compensent celles du reste du
sytéme pour que le systéme conserve ses symétries. On prend donc
As Ay Ay

A U =—=—"=— 2
S — S+ Adgg, ou dgs s ks o (5.20)

Dans ce cas, un systeéme qui peut sembler anomal ne I’est en fait pas.

5.5.2 Une contrainte commune (et mystérieuse)

Dans les modeles de type WFR, nous ne sommes pas obligés de supposer
I'unification des constantes de couplage du modele standard. Mais si nous le
faisons, nous arrivons & un résultat intéressant sur nos modeles.

Les couplages de jauges physiques d’une théorie des champs supersymétrique
sont données a tous les ordres de la théorie des perturbations par [104, 105]

472 ba A% T(G,) 9, 5 To(r) 5
200 = Ref, + ZlOgE+ 5 log g, “ (1 )—zr:TlogdetZ(T)(u ),

(5.21)
ou

ba = > mTa(r) =3T(Ga) , Talr) = Tr, T, (5.22)
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sont les fonction beta et 'index de Dynkin de la représentation r sous le facteur
du groupe de jauge G, fo sont les couplages de jauge holomorphiques, Z,) ;;
sont les fonctions d’onde des champs de matiere d’indices i, j et le déterminant
det Z(,y(p?) est calculé sur espace de saveurs.

. o () 5 (r) o (1)
Dans notre cas, Z(,) ~ diag (e 2077 ¢7242 " 7243 ) et donc

logdet Z(,y = —QZqZ(T) loge , (5.23)

(r)

ou les ¢; ' sont les ”charges” U(1) des représentations contenant la matiere

r=Q,U,D,L E,H,, H;. On définit les quantités suivantes

1 T,(r)
A, = _logez 5 logdet Z) , (5.24)

T

qui sont proportionnelles aux contributions additionnelles au running provenant
d’un secteur couplé fortement, produisant les fonctions d’onde hiérarchiques.
Notons que I'unification du MSSM est préservée si

Ay = Ay = gAl. (5.25)

Avec le contenu en champs du MSSM, on trouve

SU@) Ay = > (2qi+ui+di),

SU@) : Ay =Y (Bqi+ 1)+ hu+ha

Uy : Ay = Z(1 -+§u-+gd-+l-+26-)+h + hq (5.26)
Y - 1 = 3(]1 3 7 3 7 7 ) u d .

(2

Notons aussi que les quantités A; peuvent étre simplement reliées aux déterminants
des matrices de Yukawa des leptons et quarks via

det(YyYp2YP) = ei(Arrda—24a)

det(YyYp) = etot3hutha) (5.27)

Ces quantités interviennent dans le cas de d’un Froggatt-Nielsen, avec un
U(1) jaugé qui génere la hiérarchie des Yukawas, via (5.25)-(5.27), voir [95],
[96], [97]. On peut comparer ces contraintes au cas étudié ici :

— Dans le cas de FN jaugé, les quantités (5.26) correspondent aux coefficients
des anomalies mixtes U (1) x G2, entre le groupe jaugé U(1)x et les groupes
de jauges du modele standard G, = SU(3),SU(2),U(1)y.

— Dans le cas de FN, (5.25) représente la condition d’annulation des anoma-
lies de Green-Schwarz (pour des cordes hétérotiques et certaines cordes de

type II).
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Dans notre cas, (5.25) représente les conditions pour 'unification des cou-
plages de jauge a I’échelle ou le secteur fortement couplé découple du running.
Méme s’il n’y a pas de symétrie U(1) de jauge dans le cas WFR, l'unification des
couplages impose exactement les mémes contraintes que si les “charges” étaient
reliées & une symétrie U(1) de type FN (en tous cas pour les anomalies mixtes
Ul)x x G2).

En utilisant les résultats de [96], [97] sur la strucutre des masses des quarks
et leptons, on peut écrire cette relation qui va nous étre utile

8

Les conditions d’unification (5.25) ameénent donc & h,, +hg = 0. Comme dans
les modeles de renormalisation des fonctions d’ondes, toutes les ”charges” sont
positives ou nulles, cela donne donc h,, = hgy = 0. Dans le cas ol on interprete la
renormalisation des fonctions d’onde avec une dimension supplémentaire, cela
se traduit par le fait que les deux doublets de Higgs sont localisés sur la brane
ultraviolette.

On peut aussi mentionner une autre possibilité plausible pour 'unification :

les couplages de jauge holomorphique et les fonctions d’onde prises séparemment
violent les relations des couplages de jauge de SU(5), mais leurs contributions
combinées les préservent. Pour une étude approfondie de I'unification des cou-
plages de jauge dans des théories comprenant des secteurs fortement couplés,
voir [106]
Remarquons que, dans le cas de FN, les conditions sur les anomalies mixtes
(5.26) imposée au modele C de la partie (5.4) donnent aussi h, + hqg = 0,
ds — I3 = 2/3. Une facon simple de réaliser cette contrainte est de prendre
hy = hqg = 0, d3 = 1,3 = 1/3. Dans ce cas, la symétrie U(1)x se brise
en une symétrie discréte ZZ agissant sur les leptons. Elle permet d’éviter la
désintégration du proton. C’est un effet qu’il est difficile de reproduire dans le
cas de modeles de type WFR, qui ont donc typiquement des problemes avec la
désintégration du proton.

5.6 Un modele a 5 dimensions pour réaliser une
renormalisation forte des fonctions d’onde

Il y a plusieurs facons de générere un modele reposant sur la renormalisa-
tion des fonctions d’onde. On peut utiliser des modeles a 4D fortement couplés
ou bien des modeles avec dimension supplémentaire dans lesquels les fonctions
d’ondes sont localisées différemment en fonction de leur saveur.

On a travaillé avec une variante du modele standard de Randall-Sundrum
[39], avec une brane ultraviolette dont 1'échelle était Ayy ~ M, et une brane
infrarouge d’échelle A;g ~ Aqgur. En comparant le cas standard RS non super-
symétrique, dans lequel les hiérarchies dans les masses de fermions sont générées
par le recouvrement des fonctions d’onde on remarque que dans ce cas, comme
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€RS = /X’—I‘; ~ 10716 les masses de bulk ¢; doivent étre ajustée pour étre proches

de 1/2 et ne pas générer de trop grandes hiérarchies dans les masses des fer-
mions. Comme dans notre cas, on a pris une dimension supplémentaire tres
petite, 1073 < € < 107! il n’y a pas besoin d’ajustement. Evidemment, le
probleme de hiérarchie n’est pas résolu avec une dimension de cette taille. C’est
la supersymétrie qui va s’assurer de répondre au probleme de naturalité.

Vu la différence entre les énergies, la cinquiéme dimension est donc tres
petite, de rayon R et la hiérarchie est donnée par

€

AR _irr
- — ek 5.29
Aoy (5.29)

ou k est la courbure de 'espace AdS a 5 dimensions.

Tous les champs du MSSM sont dans le bulk, localisés de sorte a créer des
Yukawas hiérarchiques [132].

Comme dans larticle [93], on commence avec des termes de Kéhler (0 < y <
TR)

K = e(l_QChu)kl/HZHu + 6(1—2Chd)kyH2;Hd
+ e(l_ch,i)kijQi + 6(1_20“1')kyUlTUi + e(l_chi)kyD;rDi
+()k XX (CoigQ1Qi + CuigUlUs + Cui DIDi + Co, HEH + Co, HYHa )
(5.30)

dans lesquels 4,5 = 1,2,3 représente les familles et les coefficients sont quel-
conques O(1). On n’a gardé que les champs avec des modes zéros (’échelle est
petite donc les états excités sont hors d’acces), les champs conjugués ¢¢ dont
des conditions de Diriclet aux bords (——) et donc n’ont pas de zero mode.

Les leptons ont un lagrangien analogue. Les termes cinétiques localisés sur
les branes peuvent aussi étre introduits, et méme s’ils dépendent de la saveur,
ils ne changent rien au résultat final.

On introduit un superpotentiel qui rend compte des couplages sur les deux
branes (on se limite aux squarks par simplicité) :

W =0k~ (Vi HLQuU; + Vi HaQiD; + k™ X AL HLQUj + k™ X AL HQiD; )
+6(y—7R)(ke)~2 (ffiguec”“ﬂqﬁc”j H,QiU; + }A/ilgdechdﬂqiﬂdj HinDj)

(5.31)

On a confiné le spurion X qui brise la supersymétrie sur la brane ultravio-
lette, & y = 0. On a introduit des couplages de Yukawas sans dimension arbi-
traires sur chacune des branes. Apres intégration sur la dimension supplémentaire,
les termes cinétiques gagnent une renormalisation de fonction d’ondes

1

. —
T (1= 2¢y)k

(™t —1), (5.32)
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et donc on peut approximer Z, par

620q—1 1
Ly~ ———— <1/2 et Z,~——— >1/2. (5.33
T~ T 20k pour c <1/2 e oy pour ¢ > 1/ (5.33)
Notons que
— Pour ¢, < le champ est locahse pres de la brane infrarouge. On lui donne
les ” chargeb fictives g =5 —¢cqg > 0et ¢ =0.

— Pour ¢, > % le champ est 1ocalisé pres de la brane ultraviolette. Ses charges
sont g =0et ¢ =c,— 3 >0.
— On retrouve une localisation exacte sur la brane ultraviolette (resp infra-
rouge) en prenant la limite ¢’ (¢) tend vers I'infini.
Apres étre revenu a une normalisation canonique, cela donne des couplages
de Yukawas suivant

u . vu,_qitujthy O 1w g4l +h,
Y = Yentuithe p yluedituithl (5.34)

~ . . ~ ’ / ’
Yij = Vet yentdrha, (5.35)

Chaque champ a au moins un type de yukawa supprimé,ff ouY’ , suivant qu’il
soit localisé vers l'infrarouge ou 'ultraviolet.

Comme on choisit de prendre X sur la brane ultraviolette, la masse soft et
les A-termes & haute énergie sont donnés par les expressions de la section 5.4
avec

mo ~ ——. (536)

On choisit de placer les champs du MSSM comme suit :

— Les deux premieres générations de quarks et leptons sont localisés pres
de la brane infrarouge. Dans l'interprétation 4D holographique, les deux
premieres générations sont des états composites.

— le quark top est localisé sur ou pres de la brane ultraviolette, tandis que le
bottom et le tau sont localisés pres de la brane ultraviolette ou infrarouge,
suivant la valeur de tanS. Dans le language holographique, le quark top
est élémentaire.

— les deux doublets de Higgs H,,, H; sont localisés pres de la brane ultravio-
lette et donc h,, hgq = 0. Ils sont donc élémentaires dans 'interprétation
holographique. Dans le scénario suivant, nous considérerons un £/, non nul
représentant une “’queue” non négligeable pres de l'infrarouge. Ceci est
facile & réaliser vu que la dimension supplémentaire est tres petite.

— le spurion X est localisé sur la brane ultraviolette

Ici, c’est bien parce qu’on travaille dans un modele de type WFR qu’on a

plus de libertés que d’habitude. Les cas interprétables en termes de symétries
FN sont ceux pour lesquels les Yukawas sont situés sur la brane ultraviolette.
Dans ce cas, les corrections provenant de la “queue” du Higgs, pres de la brane
infrarouge, sont négligés.
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Si h!, et hl; sont assez grands (c’est a dire que les Higgs sont tres proches de
la brane UV), les couplages de Yukawas provenant de la brane infrarouge (c’est-
a-dire les termes proportionnels & Y7 dans Eqns. (5.34) et (5.35)) sont toujours
sous-dominants par rapport a ceux provenant de la brane ultraviolette, donc
négligeables. Pour des valeurs plus grandes, ils peuvent devenir comparables,
au moins pour les générations légeres, et peuvent étre utilisées pour contourner
le probleme lié a u — ey signalé dans la partie 5.4. Par exemple, pour les
trois générations de leptons localisés vers U'infrarouge (pour des tan 8 petits ou
moyens), on a

v Lit+e; Crte _h! _ N li+e;
Y5 = Y5 4 Y€t Al = moAfei T (5.37)

Idéalement, cela supprimerait les dangereux A termes sans supprimer les
Yukawas correspondants. Pour le faire, il suffit d’augmenter ¢; et/ou e; de telle
sorte que A, et A§;soient assez petits pour vérifier les limites pour une masse
de sleptons donnée. > Pour éviter d’avoir une masse trop petite pour ’électron,
on génere Yy grace & h/;, c’est a dire grace aux couplages sur la brane infrarouge
habituellement négligés. On peut par exemple prendre :

li+er > h (5.38)
hél ~ H+¥l3+e3 (539)
ly+ey ~ 2+/03+e3. (540)

ol les deux dernieres relations donnent les bons rapports de masses pour e—7 et
p—7. Un choix possible, satisfaisant aussi les conditions d’unification Eq. (5.25),
reste donné par

qg=(4,2,0), u=(3,2,0), e=(5,2,0), (5.41)
d:(5,070)+d3, 62(4,0,0)+d3, hil"vf)-‘rd?,. (542)

Ceci donne les Yukawas suivants :

e & & €
Yin | & & & |, Yintg| & & & |, Yontg| & & &
B 2 0 S B3 3 B8 D3

(5.43)

Les exposants soulignés sont ceux qui sont générés par les nouvelles contributions
dans le second terme de I’équation Eq. (5.37). On voit que seul les masses des
quarks et de I’électron sont affectées par h;. De 'autre coté, les A-termes sont
donnés par

612 67 67 612

9
e e
At~ Y Al [ €0 @ O |, At | & S S | (5.44)
JERE B 8 &5 3

5. Le terme A§; qui génere 'EDM de I’électron en est d’autant plus supprimé.
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La suppression des éléments 12 et 21 de A€ est maintenant suffisante pour fournir
une masse de sleptons de I'ordre de 200 GeV. Notons que les modeles FN, méme
avec plusieurs U(1), n’ont pas de mécanisme équivalent.

Pour supprimer les opérateurs qui violent la R-parité, nous devons imposer
la R-parité comme symétrie dans 'action effective. Une fois que cela est fait, il
reste souvent des opérateurs de dimension 5. Dans notre cas, si le champ triplet
de Higgs est localisé sur la brane ultraviolette avec les doublets, ces opérateurs
y sont généralement naturellement générés, et on trouve

1 1
LTI QiQiQk L, e BT U U Dy By (5.45)
uv uv

Comme les deux premieres générations sont localisés sur la brane infra-
rouge, on a une suppression supplémentaire, tout comme les Yukawas des deux
premieres générations situées dans l'ultraviolet, ce qui est assez pour ramener
ces opérateurs dans les limites expérimentales [107].

5.7 Conclusions

Les modeles supersymétriques avec renormalisation de fonction d’ondes re-
produisent le succes des modeles de FN pour décrire les matrices de masses
des fermions ainsi que leurs mélanges, tout en réduisant leurs probléemes vis-a-
vis des changements de saveur dans les courants neutres. Dans les modeles a 4
dimensions, ceux-ci sont fortement supprimés dans le secteur des quarks mais
doivent étre regardés de pres dans le secteur leptonique, avec des problemes
pour g — ey. On a vu que si on prend un modele avec une dimension en plus,
du genre RS mais avec une brane infrarouge a 1’échelle de Agyr,avec les deux
premieres générations composites, dans l'infrarouge, et la troisieme élémentaire,
dans l'ultraviolet, on peut résoudre ce probléeme grace a un terme de masse pour
I’électron généré via un couplage fort au secteur conforme. Le cas WFR dans
un espace a 5 dimensions offre donc certains libertés qu’on ne peut reproduire
dans le cadre de modeles de type FN.

Nous avons vu que les modeles de FN et le WFR suivent une contrainte
commune pour deux raisons apparemment différentes. Dans le premier cas, il
s’agit d’'une condition d’annulation des anomalies, tandis que dans le cas de
WEFR, il s’agit de s’assurer de la convergence des constantes de couplage.

On a vu que les changements de saveur dans les courants neutres sont plus
fortement supprimés dans les cas de WFR que dans les cas de FN. Si on en
détecte pres des limites actuelles, cela sera donc un signal pour des modeles de
type FN plutét que WFR.



Conclusions

On l’a vu, ce qui fait la richesse, mais aussi la complexité de la supersymétrie,
c’est la diversité des contraintes & prendre en compte lorsqu’on construit un
modele. Parmi les contraintes théoriques, on trouve : viabilité, stabilité, brisure
de supersymétrie, capacité a générer toutes les masses, probleme de hiérarchie et
de naturalité, calculabilité... Les contraintes expérimentales ne sont pas en reste :
mesures de détection directe, indirecte, matiére noire, baryogénese, prévisions
aux collisionneurs...

Nous nous sommes intéressés a la dynamique d’un secteur caché de type
O’Raifeartaigh lorsque 1’on lui rajoute des messagers afin de transférer la bri-
sure de supersymétrie au modele standard. Dans la majeure partie des cas, le
vide dans lequel les symétries du modele standard sont conservées n’est que
métastable. Nous avons construit un modele dans lequel ce dernier n’était pas
métastable, mais bien stable. Malgré cette particularité, le spectre ne contient
pas de hiérarchie entre la masse des jauginos et le reste des particules super-
symétriques, contrairement & ce que l’on pourrait croire & premiere vue via [47],
[67]. Cela tient au fait que ce sont les corrections quantiques qui stabilisent le
vide et transforment l'instabilité de I’ordre des arbres en stabilité a une boucle.

Apres avoir étudié les conséquences d’un couplage des messagers a un secteur
caché de type O’Raifeartaigh, nous avons étudié les conséquences phénoménologiques
d’un couplage des messagers a un secteur de grande unification. Des lors qu’il
y a une médiation de jauge et un groupe de grande unification, il est quasiment
impossible de supprimer tous les couplages entre les messagers et les champs
du secteur de grande unification. Il en résulte des masses de messagers a la fois
lourdes, proches de I’échelle de grande unification, ainsi qu’une disparité dans
les masses des champs composants les messagers.

La lourdeur des messagers permet de bénéficier des effets gravitationnels
dans le cas ou ils sont sous-dominants mais non négligeables. On peut ainsi
réduire les problemes de changements de saveur dans les courants neutres, tout
en générant facilement des termes p et B g du bon ordre de grandeur, assurant
ainsi la bonne forme pour le potentiel de Higgs et ainsi la brisure de symétrie
électrofaible. Le fait que les messagers n’aient pas la méme masse donne un
spectre différent de celui de mSUGRA ou de la médiation de jauge minimale,
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avec des différences en particulier au niveau des masses de jauginos. Leur rap-
port dépend de la physique des hautes énergies et trahit le groupe de grande
unification ainsi que les représentations auxquelles appartiennent les Higgs et
les messagers. Le spectre le plus marquant est celui dans lequel on obtient un
neutralino LSP, et ce malgré le fait que nous ayons une médiation de jauge.

En supersymétrie, il est parfois a la fois difficile et important de pouvoir
distinguer plusieurs modeles différents. Gardant en téte 'objectif d’étudier la
physique de la saveur, nous avons comparé deux modeles tres différents, celui de
Froggatt-Nielsen (FN) et celui dit de renormalisation de fonction d’onde (WFR).
Nous avons constaté que si les matrices de masses qu’ils étaient capables de
reproduire étaient identiques, leurs effets sur les changements de saveur dans
les courants neutres étaient différents, a ’avantage des modeles de type WFR.
Certains effets de suppression sont propres a certaines configurations prenant
place a 5 dimensions, et ne peuvent étre reproduits par des symétries de saveur
comme c’est le cas dans des modeles FN. Au passage, nous avons remarqué
une coincidence étonnante entre les contraintes imposées par ’annulation des
anomalies dans le cas FN, et 'unification des constantes de couplages dans le
cas WFR.

Toujours dans I'idée de comprendre quelles informations relevant de la phy-
sique a hautes énergies sont accessibles a basse énergie, nous avons travaillé
sur les couplages du goldstino & la matiere [17]. Nous sommes partis du forma-
lisme des superchamps contraints développé dans [18], et nous I'avons étendu
a des contraintes d’ordre 3 sur les superchamps, permettant de travailler sur
des modeles plus complexes, et de capturer des indices sur la physique a haute
énergie a partir des parametres de basse énergie. Ces outils sont adaptés pour
étudier les cas ou le goldstino se couple de maniéere non-universelle a la matiere.

Nous espérons que ces exemples refletent la complexité de la physique des
hautes énergies. Certains sont assez formels, comme celui sur la question de
la stabilité des modeles de O’Raifeartaigh. D’autres sont plus orientés sur la
fagon dont différents spectres vont trahir la physique a des échelles poten-
tiellement proches de Mgyr. Ceux-ci sont plus contraints par les contraintes
expérimentales. D’ailleurs certains d’entre eux, qui étaient viables au moment de
notre étude (2009) ont été exclus depuis, preuve que ces modeles sont prédictifs.
Les idées en jeu restent juste, et pour continuer ce travail, il faudrait reprendre
I’espace des parametres pour étudier les spectres compatibles avec les nouvelles
limites expérimentales.

Maintenant, pour en savoir plus, les théoriciens comme les expérimentateurs
attendent le verdict du LHC.
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1 Introduction and motivations

Supersymmetry (SUSY) breaking is the central open question in supersymmetric ex-
tensions of the Standard Model. There are two major transmission mechanisms, each
having its own advantages and disadvantages:

- gravity mediation [1] easily generates all soft terms needed at low energy in the
Minimal Supersymmetric Standard Model (MSSM), including the p and Bu terms of
the Higgs sector [2], all being of the order of the gravitino mass at high energy. A tra-
ditional problem is that the flavor universality needed in order to avoid flavor changing
neutral current (FCNC) transitions is not automatic. The lightest supersymmetric
particle (LSP) in gravity mediation is generically the lightest neutralino.

- gauge mediation (GMSB) [3, 4, 5] uses Standard Model gauge loops, and therefore
successfully addresses the flavor problem of supersymmetric models. The soft terms
are typically of the order of a scale determined by the SUSY breaking times a loop
factor, which we call Mgy, in the following. There is however a serious problem in
generating p and By of the right size [6]. The gravitino, whose mass mg/, is much
smaller than Mgy, is the LSP. Its lightness is the main signature of gauge mediation.

An obvious way of combining the advantages and possibly reducing the disadvan-
tages of both mechanisms is to assume

mgsa ~ (001 — 01) MGM s MGM ~ 1TeV . (1)

In this case, the FCNC amplitudes induced by the non-universal gravity contribu-
tions to soft scalar masses are suppressed by a factor of order m32 /9 /MZ,,. Concerning
the p/Bp problem, an option would be to generate 1 ~ B ~ mg,, through the
Giudice-Masiero mechanism [2]. However, since Mgy > mg)e, the squark and gluino
masses are much larger than ms/,, and therefore electroweak symmetry breaking re-
quires j > ms. As we will see explicitly later on, there is a way of generating
i~ Mgy in the scenario considered in this paper, namely through Planck-suppressed
non-renormalizable operators.

Combining the gauge and gravity mediation mechanisms is an obvious possibility,
which has been considered in the past or more recently from various perspectives [7].
It is easy to see that such a hybrid scenario arises for messenger masses close to the
GUT scale. Indeed, consider a set of messenger fields generically denoted by (P, i))
coupling to a set of SUSY breaking fields, generically denoted by X:

Wy = ®AxX+m)d (2)

3



with (X) = Xy + Fx6? The gauge-mediated contributions to the MSSM soft terms
are proportional to
2
g° AxFx
M, = 3
T q6m2 M )
where M = Ax Xy +m, and ¢g?/167? is the loop suppression of gauge mediation. Since

the gravitino mass is given by mg/; ~ Fx/Mp (numerical factors are omitted in this
introductory part), the ratio of the gauge to the gravity contribution reads

MGM g2 Mp
~ A 4
m3/2 167T2 X M 7 ( )

which shows that gravity mediation is subdominant for M < )\ xMp ~ A\xMcayr,

~ 1672
but not completely negligible if M lies within a few orders of magnitude of Ax Mgyr.
In the case where messengers come into vector-like pairs of complete SU(5) multi-
plets, such as (5, 5) or (10, 10), and ignoring for simplicity a possible “flavor” structure
in the messenger indices, the messenger mass matrix can be written as

M(X) :AxX—f‘m, m:m011+>\g<2>+, (5)

where ¥ is the SU(5) adjoint Higgs field. Indeed, any vector-like pair of complete
SU(5) multiplets, besides having an SU(5) symmetric mass myg, can also couple to
¥ and get an SU(5)-breaking mass term from its vev. Depending on the messenger
representation, m could also receive contributions from other operators, denoted by
dots in Eq. (5): operators involving other SU(5) Higgs representations than X, or
higher-dimensional operators such as ®X2d /Mp.

From a model-building perspective, the main novelty of the present paper? is to
consider the case where the messenger mass matrix is mostly given by the second term
in m, i.e. we assume

M(X) = AxX +An(D),  with AxXo < An(Z) . (6)

As we shall see in Section 3.2, the latter condition is naturally satisfied when X is
identified with the SUSY breaking field of a hidden sector, e.g. when X is the meson
field of the ISS model [9]. Since® (¥) = 60Y, where v &~ 10'® GeV and Y is the
hypercharge generator embedded in SU(5), Eq. (6) implies

M = 6 svY | (7)

4Preliminary results of this paper were reported at several conferences [8].

°In the following, we define the SU(5) breaking vev v by (X) = v Diag (2,2,2, —3, —3). By identi-
fying the mass of the superheavy SU(5) gauge bosons with the scale Mgy at which gauge couplings
unify, we obtain v = 1/2/25 Mgur/g9cur ~ 1016 GeV.

4



up to small corrections of order Ax Xy. Eq. (7) has a significant impact on the structure
of the GMSB-induced soft terms in the visible (MSSM) sector. Most notably, since the
gaugino masses M, (where a refers to the SM gauge group factor G, = SU(3)¢, SU(2),
or U(1)y) are proportional to Tr (Q?/M), where the @,’s stand for the charges of the
messenger fields under G, it is readily seen that the gauge-mediated contribution to
the bino mass vanishes in the limit X, = 0:

Milgarsp, xg=0 o< TE (Y’M™) « TrY =0. (8)

This result holds independently of the SU(5) representation of the messengers. A
nonzero bino mass is generated from gravity mediation, from Xy # 0 and from possible
other terms in m, but it is expected to be much smaller than the other gaugino masses,
which are of order Mgj,. The resulting mass hierarchy;,

M, < My~ Ms;~p, 9)

leads to a light mostly-bino neutralino, which is therefore the LSP (unless M; 2 2ms/s
at the messenger scale, in which case the LSP is the gravitino). In addition to being
theoretically well motivated, this scheme provides a natural realization of the light
neutralino scenarios occasionally considered in the litterature [10, 11, 12, 13, 14], and
invoked more recently [15] in connection with the new DAMA /LIBRA data [16].

The plan of the paper is the following. In Section 2, we present the MSSM soft
terms induced by the messenger mass matrix (6), which breaks the SU(5) symmetry
in a well-defined manner. In Section 3, we couple the messenger sector to an explicit
(ISS) supersymmetry breaking sector. We study the stability of the phenomenologically
viable vacuum after including quantum corrections, and discuss the generation of the
i and By terms by Planck-suppressed operators. In Section 4, we discuss the low-
energy phenomenology of the scenario, paying particular attention to the dark matter
constraint. Finally, we present our conclusions in Section 5. The appendices contain
technical details about the computation of the MSSM soft terms and the quantum
corrections to the scalar potential.

2  Gauge mediation with GUT-induced messenger
mass splitting

The main difference between minimal gauge mediation and the scenario considered
in this paper® lies in the messenger mass matrix (6). The messenger mass splitting

6For recent analyses of general messenger masses, see e.g. Refs. [17].



depends on the SU(5) representation of the messenger fields. Denoting by (¢;, QEZ) the
component messenger fields belonging to definite SM gauge representations and by Y;
their hypercharge, one has

Tr (P(X)P) = 6v Z Y; ¢its (10)

yielding a mass M; = 6AxvY; for (qbi,qgi) (again Xy = 0 is assumed). In the cases of
(5,5) and (10, 10) messengers, the component fields and their masses are, respectively,

5) = {¢3,1,1/37 ¢1,2,—1/2}7 M = {2)\Eva _3)\22]}7 (11)
10) = {¢s21/6, @31, -2/3, P111}, M = {Asv, —4Asv, 6Asv}, (12)

where the subscripts denote the SU(3)¢ x SU(2), x U(1)y quantum numbers, and the
components ¢; of ® are in the complex conjugate representations.

The one-loop GMSB-induced gaugino masses are given by (see Appendix A)

aln(detM) FX

Ma ~N )
(W) X X |y,

(13)

where the sum runs over the component messenger fields (¢;, ¢;), and T,(R;) is the
Dynkin index of the representation R; of ¢;. As noted in the introduction, with the
messenger mass matrix (6), the gauge-mediated contribution to the bino mass van-
ishes irrespective of the SU(5) representation of the messengers, up to a correction
proportional to Ax Xy which will turn out to be negligible (see Section 3.2). Then M,
is mainly of gravitational origin:

M1 ~ m3/2 . (14)

As the messenger masses are not SU(5) symmetric, the running between the differ-
ent messenger scales should be taken into account in the computation of the soft scalar
masses. The corresponding formulae are given in Appendix A. For simplicity, we write
below the simpler expressions obtained when the effect of this running is neglected.
The two-loop MSSM soft scalar mass parameter mX, induced by N; messengers of

mass M; and N, messengers of mass M, and evaluated at the messenger scale, reads
0\ 2 dln M, |” dln M, |*) | Fx |?
i = e () {50 e )|

Oln X Oln X
In Eq. (15), C7 are the second Casimir coefficients for the superfield y, normalized to
C(N) = (N*—=1)/2N for the fundamental representation of SU(N) and to C, = 3Y?/5
for U(1), and T,(R;) are the Dynkin indices for the messenger fields.

+ 2N1Ta(R1) (15)
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While the vanishing of the GMSB contribution to the bino mass is a simple con-
sequence of the underlying hypercharge embedding in a simple gauge group and of
the structure of the mass matrix (6) (i.e. it is independent of the representation of
the messengers), the ratios of the other superpartner masses, including the ratio of the
gluino to wino masses M3 /My, do depend on the representation of the messengers. This
is to be compared with minimal gauge mediation [5], in which the ratios of gaugino
masses (namely, My : My : M3 = a3 : as : a3) as well as the ratios of the different
scalar masses is independent of the representation of the messengers [18]. Leaving a
more extensive discussion of the mass spectrum to Section 4, we exemplify this point
below with the computation of the gaugino and scalar masses in the cases of (5,5) and
(10,10) messengers:

i) (5,5) messenger pairs: in this case the gluino and SU(2);, gaugino masses are

given by
1 Q3 >\xe 1 (&%) >\XFX

- N,, — , My = —= N, — ’
2 41 )\EU 2 3 41 )\EU

where N, is the number of messenger pairs, leading to the ratio |M;/Ms| = 3as/2aq

M; =

(16)

(=4 at 4 =1 TeV). The complete expressions for the scalar masses can be found in
Appendix A. For illustration, we give below the sfermion soft masses at a messenger
scale of 10'3 GeV, neglecting the running between the different messenger mass scales
as in Eq. (15):

mg © Mye : Mpe : my : mpe ~ 0.79 : 0.70 : 0.68 : 0.14 : 0.08 (17)
in units of N,,MZ,,;, with Mgy = (a3/47)(AxFx/Asv). In Eq. (17) as well as in
Eq. (19) below, we used (aq/a3)(103 GeV) = 0.65 and (asy/a3)(103 GeV) = 0.85.

ii) (10,10) messenger pairs: in this case the gluino and SU(2), gaugino masses
are given by
7 3 A xFx (6%} )\X Fx

Mz = - Ny, — s My = 3N,,—
3 4 4T Asv 2 3 41 Asv

(18)

leading to the ratio M3/My = Tas/12a5 (= 1.5 at p = 1 TeV). In this case too, we
give the sfermion soft masses at a messenger scale of 10'3 GeV for illustration:

mg ¢ Mpe : Mpe 1 my : mpe ~ 88 :5.6:55:33: 017, (19)
again in units of N,,Mg,,;. For the Higgs soft masses, one has mj = m}, = m}

irrespective of the messenger representation.



In contrast to minimal gauge mediation with SU(5) symmetric messenger masses,
in which the ratios of gaugino masses are independent of the messenger representa-
tion, in our scenario the gaugino mass ratios and more generally the detailed MSSM
mass spectrum are representation dependent. There is however one clear-cut predic-
tion, which distinguishes it from both minimal gauge mediation and minimal gravity
mediation, namely the vanishing of the one-loop GMSB contribution to the bino mass.
Notice also the lightness of the scalar partners of the right-handed leptons for (10, 10)
messengers, which arises from the correlation between the hypercharge and the mass
of the different component messenger fields (the lightest components have the smallest
hypercharge). Finally, we would like to point out that, due to the fact that messengers
carrying different SM gauge quantum numbers have different masses, gauge coupling
unification is slightly modified compared to the MSSM. Since the messengers are heavy
and their mass splitting is not very important, however, this effect is numerically small.

In the above discussion, the higher-dimensional operator A%, OY2P /Mp was assumed
to be absent. Before closing this section, let us briefly discuss what relaxing this as-
sumption would imply. If \§; # 0, the messenger mass matrix (7) receives an additional
contribution, which affects the gauge-mediated MSSM soft terms. In particular, M;
no longer vanishes:

6 Aov oy

Milgysp = _ngTYQ N Mp s NyMeanr (20)

where d is the dimension of the messenger representation, and the trace is taken over
the representation. Eq. (20) was derived under the assumption that the Ag-induced
corrections to the messenger masses are small, so that to a good approximation, the
scalar and electroweak gaugino masses are still given by Eqs. (16) to (19). It is easy to
show that this implies

Milgysg < 02N, Moy , (21)

for both (5,5) and (10,10) messengers. In the rest of the paper, we shall therefore
neglect the contribution of Ay, # 0 and assume that M; is generated by gravity medi-
ation.

3 A complete model

The computation of the MSSM soft terms performed in the previous section is to a
large extent insensitive to the details of the sector that breaks supersymmetry. The
generation of the p and By terms, on the other hand, depends on its details. The
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goal of the present section is to consider an explicit SUSY breaking sector, to couple
it to the messenger sector, and to check that the following constraints are satisfied:
(i) nonperturbative instabilities towards possible color-breaking vacua are sufficiently
suppressed; (ii) p and By parameters of the appropriate size can be generated.

The model can be described by a superpotential of the form:
W = Wussu + Wsp(X,...) + Win(®,0,X,3) + Werr(X) , (22)

where Wgp (X, ...) describes the SUSY breaking sector, W,(®, ®, X, ) the couplings
of the messengers fields (®, ®) to the SUSY breaking fields X and to the SU(5) adjoint
Higgs field X, and Wgpr(X) describes the breaking of the unified gauge symmetry,
SU(5) — SU(3)c x SU(2), x U(1)y. In this paper, we consider the case where
Wi(®,®, X, %) = & (Ax X 4+ ApX) &. The details of the GUT sector are irrelevant for
our purposes and will not be further discussed in the following. The implicit assumption
here is that the SUSY breaking sector and the GUT sector only couple via gravity and
via the messenger fields. It is therefore reasonable to expect that they do not influence
significantly their respective dynamics.

3.1 The SUSY breaking sector

A generic dynamical supersymmetry breaking sector [19] coupled to the messenger
sector is enough for our purposes. For concreteness and simplicity, we consider here
the ISS model [9], namely N' =1 SUSY QCD with Ny quark flavors and gauge group
SU(N,) in the regime N, < Ny < 2 N,. In the IR, the theory is strongly coupled, giving
rise to a low-energy physics that is better described by a dual “magnetic” theory with
gauge group SU(N;—N,.), N; flavors of quarks ¢/ and antiquarks ¢, and meson (gauge
singlet) fields X7 (1,5 =1.. .Ny,a=1...N, with N = Ny—N,). The magnetic theory
is IR free and can be analyzed perturbatively.

The superpotential of the magnetic theory,
Wrss = hag X/§@ — hf>TrX (23)

leads to supersymmetry breaking a la O’Raifeartaigh, since the auxiliary fields (—F )*(); =
hq.q} — hf?d} cannot all be set to zero. Indeed, the matrix ¢} is at most of rank N,
whereas the second term hf?¢} has rank Ny > N. The supersymmetry-breaking ISS
vacuum is defined by (¢%) = (¢*) = f0¢, (X) = 0. At tree level, there are flat directions
along which the components i,j = (N 4+ 1)... Ny of Xl-j are non-vanishing; quantum

corrections lift them and impose (X) = 0 [9]. This means that the R-symmetry under
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which X is charged is not spontaneously broken, which in turn implies that no gaugino
masses are generated in the minimal ISS model. Another important feature of the ISS
vacuum is that it is metastable. Indeed, according to the Witten index, the theory pos-
sesses V. supersymmetric vacua. These vacua are obtained in the magnetic description
by going along the branch with nonzero meson vev’s, (X) # 0, where magnetic quarks
become massive and decouple, so that the low-energy theory becomes strongly coupled
again. In order to ensure that the lifetime of the ISS vacuum is larger than the age of
the universe, one requires f < A,,, where A,, is the scale above which the magnetic
theory is strongly coupled.

3.2 Coupling the SUSY breaking sector to messengers

Let us now couple the SUSY breaking sector to the messenger sector by switching on
the superpotential term A\x®X®, and address the following two questions:

e How is the vacuum structure of the model affected, in particular is the ISS vacuum
still metastable and long lived?

e [s it possible to generate p and Bu of the appropriate size?

The first question has been investigated in several works [20] in the case of SU(5)
symmetric messenger masses. We reanalyze it in our scenario and come to a similar
conclusion: the messenger fields induce a lower minimum which breaks the SM gauge
symmetries, a rather common feature of gauge mediation models. To our knowledge,
the solution we propose for the second issue has not been discussed in the literature’.
We now proceed to address the above two questions in detail.

3.2.1 Stability of the phenomenologically viable vacuum

It is well known that coupling a SUSY breaking sector to a messenger sector generally
introduces lower minima in which the messenger fields have nonzero vev’s. Since the
messengers carry SM gauge quantum numbers, these vacua are phenomenologically
unacceptable. Such minima also appear in our scenario. Summarizing the analysis
done in Appendix B, we indeed find two types of local supersymmetry-breaking minima
at tree level:

"For recent approaches to the u/Bu problem of gauge mediation, see Refs. [21].
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e the ISS vacuum with no messenger vev’s and energy V(¢p = 0) = (N;— N)h?f4;

Ny
=D Ahf?

i=N+1

e lower minima with messenger vev’s ¢¢ = — and energy
> il
(i.j)#{i=j=1...N}
Ny
7 i i |2
V(gp#0) = B2fH [ Ny =N — | > N, > N,

i=N+1 (i,j)¢{i=j=1..N}

Transitions from the phenomenologically viable ISS minimum to the second class of
minima, in which the SM gauge symmetry is broken by the messenger vev’s, must be
suppressed. An estimate of the lifetime of the ISS vacuum in the triangular approxi-
mation gives 7 ~ exp(%), with

AV L
(Ap)t > Nyl = A% (24)
(i,)¢{i=j=1...N}

The lifetime of the phenomenologically viable vacuum is therefore proportional to e/ »
To ensure that it is larger than the age of the universe, it is enough to have A2 < 1073.

We conclude that, as anticipated, the superpotential coupling A\ x $X ® induces new
minima with a lower energy than the ISS vacuum, in which the messenger fields acquire
vev’s that break the SM gauge symmetry. In order to ensure that the ISS vacuum is
sufficiently long lived, the coupling between the ISS sector and the messenger sector,
Ax, has to be small. We believe that this result is quite generic.

Let us now discuss the stability of the phenomenologically viable vacuum under
quantum corrections. As shown in Ref. [9], the ISS model possesses tree-level flat
directions that are lifted by quantum corrections. The novelty of our analysis with
respect to Ref. [9] is that we include messenger loops in the computation of the one-
loop effective potential, and we find that these corrections result in a nonzero vev for
X. The detailed analysis is given in Appendix B; here we just notice that since the
messenger fields do not respect the R-symmetry of the ISS sector, it is not surprising
that coupling the two sectors induces a nonzero vev for X (which otherwise would be
forbidden by the R-symmetry). Indeed, the one-loop effective potential for the meson
fields reads, keeping only the leading terms relevant for the minimization procedure
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(see Appendix B for details):

1
Vicoop(X0,Yo) = 2NR LIV + 5 {8hf2(nd = YN(N; = N)|Xo
T
10th2f4‘T1",)\|2 ’ "
Po [(Tr N Xo + (TY"\) Yo + h.c.]} , (25)

where we have set X = X, Iy, _n, Y = Y,y and defined T¥'\ = Zf\ifNH A i

T\ = le\il N In Eq. (25), the first line contains the tree-level potential for X and

the one-loop corrections computed in Ref. [9], whereas the linear terms in the second

line are generated by messenger loops. The latter induce vev’s for the meson fields:
5N, | T A% (Tr' \)* 12

o) =~ Sna— )RN(N, = N] Asv (26)

5N, [TEA? (TY"N)* f2
- 19272N Asv
Notice that, due to (Yp) # 0, magnetic quarks (and antiquarks) do contribute to
supersymmetry breaking: F, ~ ¢X # 0 (F; ~ ¢X # 0), while F, = F; = 0 in the
ISS model as a consequence of the R-symmetry. Here instead, the R-symmetry is

(Yo) =

(27)

broken by the coupling of the ISS sector to the messengers fields, and the F-terms of
the magnetic (anti-)quarks no longer vanish. We have checked that, in the messenger
direction, ¢ = gzg = 0 is still a local minimum. We have also checked that the nonzero
vev’s (26) and (27) resulting from quantum corrections do not affect the discussion
about the lifetime of the phenomenologically viable vacuum. Notice that these vev’s
also appear in the standard case where messenger masses are SU(5) symmetric.

3.2.2 Generation of the ; and Bu terms

As stressed in the introduction, due to the hierarchy of scales mg,, < Mgy, the
Giudice-Masiero mechanism fails to generate a p term of the appropriate magnitude
for radiative electroweak symmetry breaking. Fortunately, there are other sources for
4 and By in our scenario.

A crucial (but standard) hypothesis is the absence of a direct coupling between the
hidden SUSY breaking sector and the observable sector (i.e. the MSSM). In particular,
the coupling X H,H, should be absent from the superpotential. The fields of the ISS
sector therefore couple to the MSSM fields only via non-renormalizable interactions and
via the messengers. It is easy to check that non-renormalizable interactions involving
the ISS and MSSM fields have a significant effect only on the p and By terms, whereas
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they induce negligible corrections to the MSSM soft terms and Yukawa couplings. The
most natural operators mixing the two sectors, which are local both in the electric and
in the magnetic phases of the ISS model, are the ones built from the mesons X. It
turns out, however, that such operators do not generate yu and By parameters of the
appropriate magnitude.

Fortunately, a more interesting possibility arises in our scenario, thanks to the
loop-induced vev of the meson fields discussed in the previous subsection. Indeed, the
Planck-suppressed operator

M —H,Hy , (28)

in spite of being of gravitational origin, yields a p term that can be parametrically
larger than msg/,. This allows us to assume mg/, < Mgy, as needed to suppress the
most dangerous FCNC transitions, consistently with electroweak symmetry breaking
(which typically requires a p term of the order of the squark and gluino masses). More
precisely, the operator (28) generates

M N
no= };\/—fms/za (29)
5N, [TYA? (TY"\) Mp
9672 N+/N, Asv

where we used mg, = \/Zi\LfNH |Fi ;|2 /V/3Mp = /N, hf?/V/3Mp. Using Egs. (26)
and (27), it is easy to convince oneself that one can obtain y ~ 1 TeV for e.g. mg/y ~

B = —2n(Y}) = — V3my)s (30)

(10 — 100) GeV, by taking a small enough ISS coupling h. As a numerical example,
one can consider for instance mg/, = 50 GeV, N, =5, Ny = 7 and A;/h = 10, in which
case = 775 GeV. As for the B parameter, it turns out to be somewhat smaller than
mg/e. For instance, taking as above N, = 5, Ny = 7 and assuming further N,, = 1,
ITY'A]> = 1073 and Agv = 10" GeV, one obtains B = —0.49 (Tr"X) mg/,. This will in
general be too small for a proper electroweak symmetry breaking, even if Tr”\ ~ 1 is
possible in principle (contrary to Tr'A; Tr”\ is not constrained by the lifetime of the
ISS vacuum). However, By also receives a contribution from the non-renormalizable

operator
XX
A ——— H, H, 31
2 MP d ( )
which gives a negligible contribution to y, but yields By = —A3+/3N, (Xo) mg/s. Using

Eq. (29), one then obtains

h N, Do 5N [TYAR (TY'A)

B = —d—=—S(X,) =
A N (Xo) A 12(In4 — 1)h2N2\/N, >\

\/7m3/2 3 (32)
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which is enhanced with respect to Eq. (30) by the absence of the loop factor and by
the presence of h? in the denominator. It is then easy to obtain the desired value of the
B parameter. As an illustration, choosing the same parameter values as in the above
numerical examples and taking h = 0.1, one obtains B/Xy = 7.9 TeV, while choosing
Tr'A = 1072 (instead of 107%/2) gives B/\y = 250 GeV.

We conclude that Planck-suppressed operators can generate p and Bu parameters
of the appropriate size in our scenario, thanks to the vev’s of the meson fields induced
by messenger loops, which are crucial for the generation of Bu. As mentioned in the
previous subsection, these vev’s appear independently of whether the messenger masses
are split or not. Therefore, the ; and By terms can be generated in the same way in
more standard gauge mediation models with SU(5) symmetric messenger masses.

Notice that there is a price to pay for the above solution to the u/Bu problem: the
interaction term (28), which is local in the magnetic ISS description, becomes non-local

in the electric description, analogously to the ¢X ¢ coupling of the magnetic Seiberg
duals [22].

4 Low-energy phenomenology

The phenomenology of minimal gauge mediation has been investigated in detail in the
past (see e.g. Ref. [18]). The main distinctive feature of our scenario with respect to
standard gauge mediation is the presence of a light neutralino, with a mass of a few tens
of GeV in the picture where M; ~ mg/; ~ (10—100) GeV. As is well known, such a light
neutralino is not ruled out by LEP data: the usually quoted lower bound Mg 2 50
GeV assumes high-scale gaugino mass unification, and can easily be evaded once this
assumption is relaxed®. The other features of the superpartner spectrum depend on the
messenger representation. Particularly striking is the lightness of the {g with respect
to other sfermions (including the I1) in the case of (10, 10) messengers. The values
of the soft terms at the reference messenger scale’ M,,..s = 10 GeV are given by

8More precisely, for a mostly-bino neutralino (as in our scenario, where M; < Ma, |u|), there is
no mass bound from LEP if either Mgo + Myg > 200 GeV or selectrons are very heavy [23]. The
former constraint is satisfied by all superpartner mass spectra considered in this section. Furthermore,
a mostly-bino neutralino has a suppressed coupling to the Z boson and thus only gives a small
contribution to its invisible decay width.

9As explained in Appendix B.2, the requirement that our metastable vacuum is sufficiently long
lived constrains the messenger scale Mycss = Axv to lie below 10'* GeV or so. Demanding
Meanr/ms3)2 ~ 10 further pushes it down to 10'3 GeV.

14



Egs. (16) to (19). One can derive approximate formulae for the gaugino and the first
two generation sfermion masses at low energy by neglecting the Yukawa contributions
in the one-loop renormalization group equations, as expressed by Eq. (A.4). At the
scale p =1 TeV, one thus obtains

My ~ 025N, Mgy, M ~ Ny Menr (33)

Mgy, , = (0.79+ 0.69N, )N My, mie, = (0.70 + 0.66 N ) N My, (34)
Mpe, = (0.68 + 0.66Ny ) Ny My, my, , = (0.14+ 0.03Ny) N My, . (35)
mie, = 0.08Nu Mgy, + 0.12M7 | (36)

12

for (5,5) messengers, and

M2 ~ 22NmMGM7 M3 >~ 35NmMGM7 (37)

mpe = (554 81INyw)NwMyy, m7,, =~ (334 23Nu)NwMyy, (39
mie 0.17N,,M&,, + 0.12M} (40)

12

for (10,10) messengers, where Mgy = (a3(Mopess) /47) (Ax Fx /Asv). Furthermore, one
has in both cases:
Moo =~ 05M1 . (41)

X1
In Egs. (33) to (40), the unknown gravitational contribution to the soft terms is not
taken into account, apart from M; which is taken as an input (we neglected subdom-
inant terms proportional to M? in all sfermion masses but szb). These formulae fit
reasonably well the results obtained by evolving the soft terms from M, ess = 1012 GeV
down to pu = 1 TeV with the code SUSPECT [24]. For the third generation sfermion
masses, most notably for mé)3 and mﬁg, the Yukawa couplings contribute sizeably to
the running and the above formulae do not apply. The Higgs and neutralino/chargino
spectrum also depend on tan  and on the values of the y and Bu parameters, which are
determined from the requirement of proper radiative electroweak symmetry breaking.
As for the lightest neutralino, Eq. (41) implies that Mgo < m3/, as long as My S 2mg)s,
a condition which is unlikely to be violated if M, is of gravitational origin, and we can
therefore safely assume that the lightest neutralino is the LSP. The gravitino is then
the NLSP, and its late decays into xJv tend to spoil the successful predictions of Big
Bang nucleosynthesis if it is abundantly produced after inflation. This is the well-
known gravitino problem [25], and it is especially severe for a gravitino mass in the few
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10 GeV range, as in our scenario. We are therefore led to assume a low reheating tem-
perature in order to reduce the gravitino abundance, typically T < (10° — 10°) GeV,
which strongly disfavor baryogenesis mechanisms occuring at very high temperatures,
such as (non-resonant) thermal leptogenesis.

While the lightness of x{ is a welcome feature from the point of view of distinguish-
ing the present scenario from other supersymmetric models (for recent studies of the
collider signatures of a light neutralino, see e.g. Refs. [13, 14]), it might be a problem
for cosmology. Indeed, a neutralino with a mass below, say, 50 GeV will generally over-
close the universe, unless some annihilation processes are very efficient [11, 12, 13]: (i)
the annihilation into 777~ and bb via s-channel exchange of the CP-odd Higgs boson A,
or (ii) the annihilation into a fermion-antifermion pair via t- and u-channel exchange of
a light sfermion. The process (i) can bring the relic neutralino abundance down to the
observed dark matter level (namely, Qpprh? = 0.1099 £ 0.0062 [26]) if A is light, tan 3
is large and x{ contains a sizeable higgsino component (which requires |p| ~ 100 GeV).
More precisely, ¥ can be as light as 6 GeV for M4 ~ 90 GeV and tan 3 > 30 [12, 13],
in the anti-decoupling regime for the lightest Higgs boson h. The process (ii) is more
efficient for light sleptons (ZR) and large values of tan 3. In particular, in the large
m region where the process (i) is not relevant, xJ can be as light as 18 GeV without
exceeding the observed dark matter density if ms is close to its experimental bound of
86 GeV and tan 3 ~ 50 [11, 13]. Note that experimental limits on superpartner masses
and rare processes have been imposed in deriving these bounds.

We were not able to find values of Mgy, NV, and tan 3 leading to a light A boson
(say, M, < 120 GeV); hence we must considerer My > 18 GeV in order to comply
with the dark matter constraint. In Table 1, we display 6 representative spectra with
20GeV < My < 45GeV and light Ip masses (apart from model 1), corresponding
to different numbers and types of messengers, and different values of Mg, and tan (.
The superpartner masses were obtained by running the soft terms from M,,..s = 103
GeV down to low energy with the code SUSPECT. Apart from M;, which is taken
as an input, the unknown subdominant gravitational contributions to the soft terms
have not been included (we shall comment on this later). As is customary, f; and
fo refer to the lighter and heavier f mass eigenstates; for the first two generations
of sfermions, they practically coincide with fr and f;. We also indicated in Table 1
the bino and down higgsino components of the lightest neutralino, in the notation
Xi = ZuB + Z1sW? + leﬁ[g + Z14FI2-

Let us now comment on these spectra. In the case of messengers in (5,5) repre-
sentations, taking into account the LEP lower bound on the lightest Higgs boson mass
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model [ 1 | 2 | 3 [3bis]| 4 | 5 [ 6 |

Neos | 1 6 0 0 0
Nuoxy | 0 0 1 1 4 1 1
Meanm 1000 200 300 300 110 220 160
M, 50 50 20 85 80 85 85
tan 8 30 24 15 15 9 15 15
sign(p) + + + + + + +

h 114.7 | 115.0 | 1152 | 115.2 | 116.5 | 114.6 | 114.8
A 779.2 | 6454 | 892.2 | 8924 | 1015 | 735.8 | 662.7
H° 779.2 | 645.5 | 8924 | 892.6 | 1015 | 7359 | 662.8
H=* 783.3 | 650.3 | 895.7 | 895.9 | 1018 | 740.1 | 667.5
X 259.4 | 305.0 | 560.2 | 560.3 | 676.7 | 408.0 | 223.9
X3 747.8 | 636.8 | 693.9 | 694.0 | 970.4 | 590.4 | 597.5
% 24.5 23.5 23.2 42.9 38.1 43.0 42.9
% 259.4 | 305.0 | 560.1 | 560.3 | 677.1 | 408.0 | 223.9
e 743.3 | 629.8 | 596.9 | 597.1 | 691.0 | 570.8 | 589.2
X5 745.7 | 634.7 | 693.8 | 693.9 | 970.4 | 590.4 | 596.3
|Z11] | 0.9982 | 0.9975 | 0.9971 | 0.9971 | 0.9978 | 0.9968 | 0.9969
|Z15] | 0.0599 | 0.0708 | 0.0750 | 0.0755 | 0.0648 | 0.0792 | 0.0772
g 1064 1207 1097 1097 | 1527 1028 1063
t 984.6 | 927.3 | 861.7 | 861.6 | 1080 | 795.7 | 809.5
123 1156 1074 1240 1240 1468 1058 1002
U1, Cy 1195 1087 | 1135 1135 1361 1006 | 987.9
Ug, Co 1240 1115 1327 1327 | 1555 1118 1043
by 1128 1040 1123 1123 1356 | 995.4 | 966.2
by 1169 1079 1224 1224 1451 1038 | 987.1
dy, 51 1184 1085 1134 1134 1360 1005 | 987.1
dy, 59 1243 1117 | 1329 1329 1557 | 1121 1046
T1 242.2 | 99.0 86.3 89.3 87.0 96.7 95.2
To 420.3 | 289.4 | 696.2 | 696.3 | 753.1 | 498.6 | 349.8
€1, i1 | 2944 | 150.6 | 131.5 | 133.6 | 1054 | 123.6 | 1174
€9, flo | 413.4 | 275.1 | 699.1 | 699.2 | 754.1 | 500.1 | 348.5
Uy 396.6 | 260.5 | 691.4 | 691.5 | 749.0 | 4914 | 337.6
Ve, Uy | 405.8 | 263.6 | 694.8 | 694.9 | 750.1 | 493.9 | 339.5

| Quh? | 640 [ 0428 | 0.279 | 0.122 [ 0.124 | 0.118 | 0.116 |

Table 1: Supersymmetric mass spectra obtained by running the soft terms from
Mpess = 1013 GeV down to low energy with the code SUSPECT (all masses in GeV).
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(my, > 114.4 GeV) and the experimental limits on the superpartner masses generally
leads to relatively heavy [ (see model 1), although larger values of tan (3 yield a lighter
71 (for instance, shifting tan 8 from 30 to 50 in model 1 gives mz = 150 GeV). How-
ever, one can accommodate a lighter 7 if one assumes a large number of messengers,
as exemplified by model 2. Light sleptons are more easily obtained with messengers in
(10,10) representations (models 3/3bis and 4), or in both (5,5) and (10, 10) represen-
tations (models 5 and 6). Note that both mz and mj, ¢, are close to their experimental
limits in model 4. Apart from the mass of the lightest neutralino (and to a lesser ex-
tent of [, r), the low-energy spectrum very weakly depends on the actual value of M;
(compare models 3 and 3bis, which only differ by the value of M;). In the last column
of Table 1, we give the relic density of ¥ computed by the code micrOMEGAs [27, 28].
One can see that, for Mz ~ (20 —25) GeV, Qgoh? lies above the observed dark matter
density, even though [ are light (models 1 to 3); this can be traced back to the small
higgsino admixture of x!, which suppresses the Z boson exchange contribution [13].
Larger values of Myo enable the relic density to fall in the 20 WMAP range (models
3bis to 6).

We conclude that the scenario of supersymmetry breaking considered in this paper
can provide supersymmetric models with a light neutralino (M>~<<1) ~ 40 GeV) accounting
for the dark matter of the universe. We have checked that the models of Table 1 are
consistent with the negative results from direct dark matter detection experiments
such as CDMS [29] and XENON [30]. Since the spin-independent (spin-dependent)
neutralino-nucleon cross section is dominated by Higgs boson and squark exchange
diagrams (Z boson and squark exchange diagrams), it is expected to be rather small in
our scenario, in which squarks are heavy and the neutralino is mostly a bino. This is
confirmed by a numerical computation with MicrOMEGAs, which gives typical values
of (1074 —107%%) e¢m? for the spin-independent cross-section, and of (10746 — 107%)

cm? for the spin-dependent cross-section.

Let us add for completeness that models 1 to 3 can be made consistent with the
observed dark matter density by assuming a small amount of R-parity violation [10].
In fact, in the presence of R-parity violation, nothing prevents us from considering
even smaller neutralino masses by lowering'® my /2-

Some comments are in order regarding the subdominant supergravity contributions

10 Assuming My ~ mg /5, one can reach Mgo ~ 5 GeV by choosing mg/; ~ 10 GeV. We refrain from
considering much lower values of mg3/5, which would render the generation of  ~ Mg, less natural.
However, we note that in recent models of moduli stabilization [31, 32], gravity (moduli) contributions
to gaugino masses are typically smaller than m3,, by one order of magnitude.
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to the soft terms and their effects in flavor physics. First of all, these contributions will
shift the values of the soft terms at M,,.ss by a small amount and correspondingly affect
the spectra presented in Table 1. Since supergravity contributions are parametrically
suppressed with respect to gauge contributions by a factor ms s/ (N, M) for gaugino
masses, and by a factor ms 2 /(v Ny Maar) for scalar masses, we do not expect them to
change the qualitative features of the spectrall. Also, the gravity-mediated A-terms are
suppressed by the small gravitino mass, and they should not affect the sfermion masses
in a significant way. The most noticeable consequence of the supergravity contributions
is actually to introduce flavor violation in the sfermion sector at the messenger scale:

(M2)i; = m2bi; + (A Jiymin  (x=Q, U, D L E), (42)

where mi 0;; is the flavor-universal gauge-mediated contribution, and the coefficients
(Ay)i; are at most of order one. As is well known, flavor-violating processes are con-
trolled by the mass insertion parameters (here for the down squark sector):

M3 ij 2 ij ij U . .
ot = 298 sy, = W gy, = ety )
d d d

where (M3)ij, (Mp.);; and (Ag)i;vg are the off-diagonal entries of the soft scalar mass
matrices renormalized at low energy and expressed in the basis of down quark mass
eigenstates, and m; is an average down squark mass.

Neglecting the RG-induced flavor non-universalities, which are suppressed by a loop
factor and by small CKM angles, the mass insertion parameters (8%,,,)i; (M = L, R)
arising from the non-universal supergravity contributions are suppressed by a factor
m3,/m%, and possibly also by small coefficients (Ag,pc)ij. For mgj, = 85 GeV and
mg ~ 1 TeV as in the spectra displayed in Table 1, we find (6¢;);; ~ 7 x 1073 (\g)i;
and (6%5)i; ~ 7 x 1073 (Ape);j, which is sufficient to cope with all experimental con-
straints (in the presence of large CP-violating phases, however, ex further requires

(Ag)12(Ape)1a < 0.04, see e.g. Ref. [33]). As for the (6¢);;, they are typically

suppressed by mg/omg, / mfi and are therefore harmless.

The situation is much more problematic in the slepton sector, where processes such
as 4 — ey and 7 — gy put strong constraints on the (0§,5)i;, M, N = L, R (see
e.g. Ref. [34]). Indeed, the leptonic §’s are less suppressed than the hadronic ones,
due to the smallness of the slepton masses: for mg,, = 50 GeV and my, ~ 500 GeV,

"For values of mg 2 as large as 80 — 85 GeV, however, the supergravity contribution to the Ir
masses is expected to be comparable to the GMSB one. In this case the parameters of the models in
Table 1 must be adjusted in order to keep the sleptons sufficiently light.
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mge ~ 100 GeV, one e.g. finds (67,);; ~ 107%(Ar);; and (0%z)i; ~ 0.3 (Age)i;. To
cope with the experimental constraints, which are particularly severe in the presence
of a light neutralino and of light sleptons, we need to assume close to universal su-
pergravity contributions to slepton soft masses, perhaps due to some flavor symmetry
responsible for the Yukawa hierarchies. Possible other sources of lepton flavor viola-
tion, e.g. radiative corrections induced by heavy states, should also be suppressed. Let
us stress that the same problem is likely to be present in any light neutralino scenario
in which the neutralino annihilation dominantly proceeds through slepton exchange.
Alternatively, in models where the relic density of Y is controlled by a small amount
of R-parity violation, all sleptons can be relatively heavy as in model 1, thus weakening
the constraints from the non-observation of lepton flavor violating processes.

Throughout this paper, we assumed that the non-renormalizable operator PX2P /Mp
is absent from the superpotential and that M; is purely of gravitational origin. Let us
mention for completeness the alternative possibility that this operator is present and
gives the dominant contribution to M;. In this case, the lightest neutralino mass is no
longer tied up with the mass of the gravitino, which can be the LSP as in standard
gauge mediation. This makes it possible to solve the lepton flavor problem by taking
ms32 S 10 GeV and considering a model with relatively heavy lr. Such a scenario
is still characterized by a light neutralino, but it is no longer the LSP, and the dark
matter abundance is no longer predicted in terms of parameters accessible at high-
energy colliders. Furthermore, the superpartner spectrum depends on an additional
parameter, the coefficient of the non-renormalizable operator PY2P /Mp.

5 Conclusions

In this paper, we have shown that models in which supersymmetry breaking is predom-
inantly transmitted by gauge interactions lead to a light neutralino if the messenger
mass matrix is oriented with the hypercharge generator, M ~ vY. This arises natu-
rally if the main contribution to messenger masses comes from a coupling to the adjoint
Higgs field of an underlying SU(5) theory. In this case, the bino receives its mass from
gravity mediation, leading to a light neutralino which is then the LSP. While from a
model building perspective the gravitino, hence the neutralino, could be much lighter,
we considered a typical neutralino mass in the (20 — 45) GeV range and worked out
the corresponding low-energy superpartner spectrum. We noticed that, in the case of
(10,10) messengers or of a large number of (5,5) messengers, the scalar partners of
the right-handed leptons are much lighter than the other sfermions, making it possible
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for a neutralino with a mass around 40 GeV to be a viable dark matter candidate.
However, such a SUSY spectrum also creates potential FCNC problems in the lepton
sector, which asks for a high degree of universality or alignment in slepton masses.

In the hybrid models of supersymmetry breaking considered in this paper, the
gravity-mediated contributions, although subdominant, are essential in generating the
1 and Bpu terms through Planck-suppressed operators. We studied the case where the
SUSY breaking sector is provided by the ISS model and found that, as expected, mes-
senger loops induce a breaking of the R-symmetry in the ISS vacuum. The associated
meson vev’s happen to be of the appropriate size for generating the By term needed
for electroweak symmetry breaking. We stress that this mechanism also works for more
general messenger mass matrices than the one studied in this paper, in particular in
the simpler case of SU(5) symmetric messenger masses.

While the vanishing of the GMSB contribution to the bino mass is a simple con-
sequence of the messenger mass matrix (6) and of the embedding of the hypercharge
into a simple gauge group, the other features of the superpartner spectrum depend
on the representation of the messengers, in contrast to minimal gauge mediation. For
example, the gluino to wino mass ratio is |M3/M,| = 3ag/2ay for (5,5) messengers
and |Mz/M,| = Tas /125 for (10,10) messengers. The experimental evidence for one
of these mass ratios at the LHC, together with the discovery of a light neutralino LSP,
would be a clear signature of the hybrid models of supersymmetry breaking studied in
this paper. In most high-energy scenarios, gaugino masses are assumed to be universal,
leading to the hierarchy M, : My : M3 = ay : s : ag at low energy. The possibility that
non-universal gaugino masses be related to the lightness of the neutralino LSP by an
underlying GUT structure appears to be appealing and deserves further investigation.
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A (Gauge contributions to the MSSM gaugino and

scalar masses

In this appendix, we compute the gauge-mediated contributions to the MSSM soft
terms in the scenario with a GUT-induced messenger mass splitting considered in this
paper. We use the method of Ref. [35], appropriately generalized to the case of several
types of messengers with different masses.

A.1 General formulae

The gauge-mediated contributions to gaugino masses are encoded in the running of the
gauge couplings [35]:

1 1 ba AUV QTQ(RZ) AUV
- - (2 1 Al
ga(w)  gi(Apv)  8m? n( n )+ Z sz T\ M, ) (A1)

)

where b, = 3C5(G,) — Y p Ta(R) is the beta function coefficient of the gauge group
factor G,, and the sum runs over several types of messengers (¢;, agl) with masses M;
(u < M; < Ayy) belonging to the SM gauge representations R;. T,(R;) is the Dynkin
index of the representation R;, normalized to 1/2 for fundamental representations of
SU(N). For U(1), we use the SU(5) normalization oy = 2 ay; correspondingly, T;(R;)
should be understood as 3Y;?/5, where the hypercharge Y is defined by Y = Q — T3
(so that Yy = 1/6, Yye = —2/3, Ype = 1/3, Y, = —1/2 and Yge = 1). The one-loop
gaugino masses are then given by [35]

M) = 2 S o, ) PRSI B (A4.2)

4 OolnX

X=Xo

The gauge-mediated contributions to scalar masses are encoded in the wave-function
renormalization of the MSSM chiral superfields x [35]:

) = 7o) TT (200 () ()

a(p)
where n < M, < M,y < AUV; ba,l =b, — 2N1TQ(R1), ba72 = ba71 — 2N2Ta(R2)7 and
Oy are the quadratic Casimir coefficients for the superfield x, normalized to C(N) =
(N?—1)/2N for the fundamental representation of SU(N) and to C}, = 3Y2/5 for U(1).
In Eq. (A.3), we considered for simplicity only 2 types of messengers, characterized by

S
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their masses M 5 (which should not be confused with the bino and wino masses), SM
gauge representations R; o and multiplicities Ny 5. Following Ref. [35], we obtain for
the soft mass parameter mi:

mi:QEXXCMMY{PMEQQQ+Q&£@2Q$*3ﬂHaW%

2

47 ba1 olnX
Ol M| 1—¢& [dn(det M)|*) | Fx |
2N, T, (R;)E2 ’ — . (A4
S TN ba dln X X (8.4)
X=Xo
where &,,; = a(;(é\i)) (i = 1,2) and det M = MM MM, In Eq. (A.4), the first term in

square brackets contains the contribution of the messengers of mass Ms renormalized
at the scale M, the second term represents the contribution of the messengers of
mass M, and the third term the running from the messenger scale M; down to the
low-energy scale p.

A.2 (5, 5) and (10, 10) messengers with GUT-induced mass
splitting

We are now in a position to evaluate the MSSM gaugino and scalar masses induced
by N,, (5,5) messenger pairs with a mass matrix M(X) given by Eq. (6). Inside each
pair, the SU(3)¢ triplets have a mass 2Axv, while the SU(2);, doublets have a mass
—3Agv (we omit the contribution of X, # 0, which as discussed in Section 3.2 turns
out to be negligible). Applying Eq. (A.2), we obtain for the one-loop gaugino masses:

1 Qa3 A XF X 1 (6] A XF X

My = =N, — , My = —= N,, — ,
3 2 41 Asgv 2 3 41 Asv

M, =0. (A5)

In computing scalar masses, we neglect for simplicity the running of the gauge cou-
plings between different messenger scales, which amounts to set a,(M;) = a,(Msy) =
o (Mpmess) in Eq. (A.4), where M,,.ss is an average messenger mass. Summing up all
gauge contributions, we can cast the scalar masses in the form

2

AxFX (A6)

)\gU

2 (Mpess) = N S22 (52)

where o, = aq(Mess) and the coefficients d; are given in the following table:
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A [SUB3)[SU@). | U)
Q 2/3 1/6 | 1/180
Ue 2/3 0 | 4/45
De 2/3 0 1/45
L 0 1/6 | 1/20
E° 0 0 1/5
H, Hy| 0 1/6 | 1/20

Consider now N, (10, 10) messenger pairs. Inside each pair, the (¢52 11/, 95372,_1 /6)
fields have a mass Asv, (¢31,-2/3, ¥3.1,+2/3) have a mass —4Axv, and (¢11,41, ¢1,1,-1)
have a mass 6Agv. Then the gaugino masses are given by

(6] )\XFX

7N Qa3 AxFX

My, = N, 22 ,
SO I P Wy

M, = 3N, :
2 47 )\EU

Ml - 0, (A?)

and the scalar masses by Eq. (A.6), with coefficients d given by:

& [SUB)]SU2),[UQ)
Q 11/2 | 9/2 [1/90
Ue | 112 0 |8/45
De | 11/2 0 |2/45
L 0 9/2 |1/10
E° 0 0 |2/5
H, Hy| 0 9/2 |1/10

B Quantum corrections and metastability of the
vacuum

B.1 Tree-level vacuum structure

We are searching for the minima of the scalar potential

Vo= |FxP+ |FX [P+ |F ] + |Fl* + |Fs|* + | F3* + | Fx|? (B.1)
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where

N
P = S [adar —hst+ Xod|

i=1

. . ~|2
D D AR T
(i,)¢{i=j=1...N}
B =Y i@l
a,i=1...N
12 i j2
FlP = ) | Xi|, (B.2)
a,j=1...N
~12
[Fol* = (AXX+A22)¢) ,
B3P = [o(AxX +AsD)]”
- OWeur|’
2 = |\
| Fx:] 20P + B

We choose a basis in which ¢,gj is a rank N diagonal matrix:

a1 0 0 10 0
0 00
0 0 qniy|0 O (B.3)
0O 0 0 |00
0O 0 0 |00

The potential (B.1) does not contain the supergravity contributions nor the cor-
responding soft terms, which are expected to have a negligible impact in the present
discussion. Wepr(2) is the superpotential for the SU(5) adjoint Higgs field ¥, whose
vev is responsible for the spontaneous breaking of SU(5).

We find that all the F-terms, except F%, can be set to zero. However, F, = F 3=0
has two types of solutions. More precisely, for values of X such that the matrix (acting
on SU(5) gauge indices) Ax X + AgX is

e invertible, then ¢ =¢ = 0:

e non invertible, then both ¢ and ¢ can have a non zero vev.

Indeed, if Ax X + Ax0; = 0, where o; is an eigenvalue of X, the values of ¢ and é are not
fixed by the constraint Fy = Fj; = 0. The equation Fy, = 0 implies that they must be of
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the form ¢ = (0,...,0,¢°,0,...,0) and ¢ = (0,...,0, day,0, . ..,0). Indeed, one has
Fey=f(X)5—pd5+ An¢®ps = 0, where o, 3 = 1...5 are SU(5) indices and f(X) is
defined by Wepr(X) = f(2) — pTrE (the specific form of the function f is irrelevant
here). Working in a SU(5) basis in which Y7 is diagonal, one concludes that at most
one component in ¢ and gzg can be nonzero, and it must be the same component. As for
F, and Fj, they can always be fixed to zero by choosing the matrix Xz-j to be symmetric,
with the vectors ¢¢ = ¢* (a = 1...N), solutions of hqiG* — hf? + )\fx’igzﬁgz; =0 (so as to
satisfy the constraint |F¢|? = 0), belonging to its kernel. Note that the value of X is
not completely determined at this level.

We have succeeded to set all F-terms but F% to zero without completely fixing the
value of X. For generic couplings )\fX’j, it is still possible to arrange for the matrix
AxX + AgX to have a zero eigenvalue, in which case ¢ and ¢ can be nonzero. We can
minimize |F%|2 in both cases (¢¢ = 0 versus ¢¢ # 0), which yields two types of local
supersymmetry-breaking minima:

e ¢¢ = 0, with the ISS energy Vy = (N; — N)h2f*;
2

Ny Ny oo
S NS > Ak

o pp= —=NH —with Vo = R2f* | Ny = N — — =2 1
> Il > il
(4,5)¢{i=j=1..N} (6,5)¢{i=j=1..N}

B.2 Lifetime of the metastable vacuum

Following Ref. [9], we evaluate the lifetime of the metastable ISS vacuum in the triangle
approximation. The decay rate is proportional to

(Ag)* AV -
exp( AV ) with o Z [Ny I7 = A2, (B.4)
(i) ¢{i=j=1..N}

In order for the metastable vacuum to be sufficiently long lived, we require A2 < 1073,
The individual couplings )\fX,j must then typically be of order 1072, except the ones
corresponding to ¢ = j = 1... N, which can in principle be larger. From Eq. (4) we
see that, for TY'\ = ZZ’NH)\}“ = 1072, MGM/m3/2 ~ 10 corresponds to a messenger
scale A\xv ~ 10! GeV, which in turn requires Ay ~ 1073.
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B.3 Quantum corrections to the scalar potential

As explained in Ref. [9], the ISS model has a tree-level flat direction along the i, j =
(N +1)...N; components of X7. In the absence of messengers, quantum corrections
enforce (X) = 0. In this section, we add the contribution of the messengers to the
one-loop effective potential for X and study its behaviour around ¢ = 95 = 0. Our
aim is to determine whether the ISS vacuum remains metastable and long lived in our
scenario after quantum corrections have been included.

We parametrize the quantum fluctuations in the following way:

Al fe=? +6xt
X = S = (fe +6x,6 i = B.
(52 X), q = (f +ox,0p), < 55 ) (B.5)
with X = Xo+6X and Y = Yy +6Y. The only F-term from the ISS sector that is

relevant for the computation of the messenger contribution to the one-loop effective
potential is the one of X:

—Fy = DTN (0p0p ) gy = hf? by + A gy 0606 (B.6)

where f, f' = (N +1)...N;. The terms of the scalar potential that contribute to the
scalar messenger mass matrix are:

\WTrn, (6p050) 5 — hf20 5 + Ax.p 0000 + | (Ax X +m)00) + [66(Ax X +m)[%. (B.7)

Around the vacuum with zero messenger vev’s, ¢ = qg = 0, there is no quadratic
mixing between the ISS and messenger fields. We can therefore compute separately
the contributions of the ISS and messenger sectors to the effective potential.

Let us first consider the messenger sector. With the notations M 1= AxX +mg
(where the index [ refers to different components of the messenger fields in definite SM
gauge representations, and m; = 6AxY;v), Tr'A = ZZN:’CNH)\@(,Z- and t = hf2Tr'\, the

scalar mass matrix reads:

|MI|2 ~ g ?I
T 7 | My —t* Or
o} 8} o1 1) - B.S
< 1 %Y1 Y1 %I —t ‘MIP ) 9?} ( )
—t | M2 o
We then find the mass spectrum (which is non-tachyonic since |t| = [Ax Fx| < A30v? ~
m?): i
mg; = [MiP£t] = [AxX +my|> £ hf?Te')| . (B.9)
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The contribution of the messenger sector to the effective potential is then:

o 1 i (M*\ _ 2N, ) o, [ det MM
Vi = 6 StrM ln<A2) = o2 20[t|" + 2[t|" In —ar . (B.10)
As for the contribution of the ISS sector, it is given by [9]:
Vigs = 8 A f2(Ind — )N(N; — N)[Xo|? (B.11)

6472

where we have set X = Xo ]INf_N, Y = Yy Ty, and we have omitted a term proportional
to |Yp|?, which is subleading with respect to the tree-level potential for Y, Vl(g)S(Yo) =
2Nh2 f2|Yy|? (by contrast, the term proportional to |Xo|? in V&) is fully relevant, since
there is no tree-level potential for X;). To VI(SO)S + VI(S%, we add the linearized field-
dependent one-loop contribution of the messenger sector, using the fact that |t| < Aiv?:
_ Na|TYAPR? 1 35

1) B 10
@ 6472 18202

BAEU

v, (AxX)? + AxX +he . (B.12)
As will become clear after minimization of the full one-loop effective potential, the

quadratic term in V¢(2 is suppressed with respect to the quadratic terms in V;gg by
(X) < Agv, and can therefore be dropped. Minimizing VI(SOg + VI(;)S + tilq%, one finds
that the contribution of the messenger fields to the effective potential destabilizes the
tree-level ISS vacuum and creates small tadpoles for the meson fields:

5N, [T/ AP (Tr' \)* 1?

Xo) ~ — A B.1
(Xo) 24— DN, —N) Ao & (B-13)

5N, [TEA? (TY"N)* f2
B 19272N Asv
where Tr"\ = 2511)\3(1 The contribution of Egs. (B.13) and (B.14) to the vacuum
energy, being suppressed both by a loop factor and by (Xj), (Yo) < Asv, is negligible
compared with the ISS energy. Hence, we still have a metastable vacuum around
(¢) = (@ = 0, with a small tadpole induced for X. This plays an important role in
generating p and By parameters of the appropriate size in the MSSM Higgs sector, as
discussed in Section 3.

(Vo) ~ < Ao, (B.14)
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If the messenger fields of gauge mediation couple to the Higgs fields of an underlying Grand
Unified Theory, the resulting messenger mass splitting leads to a non-minimal gauge-mediated
superpartner spectrum with well-defined gaugino mass ratios. Some of these spectra exhibiting
striking features, such as a light neutralino LSP, or a wino/gluino NLSP with a gravitino LSP.

1 Introduction

Most phenomenological studies of supersymmetry assume gaugino mass unification, namely:
M,y Mo Ms

. (1)
(05} a9 Qs

where My, My and M3 are the bino, wino and gluino masses, and o, = g2/4m, a = 1,2,3, are
the U(1)y (in the SU(5) normalization), SU(2)r, and SU(3)¢c gauge couplings. This relation is
satisfied both in minimal supergravity (mSUGRA) and in minimal gauge mediation. It does not
necessarily hold in more general schemes of supersymmetry breaking and mediation, though, and
it is useful to study alternative theory-motivated gaugino mass relations. Indeed, a departure
from Eq. (1) can lead to non-standard collider signatures of supersymmetry, as well as to new
possibilities for dark matter (which is very constrained in mSUGRA). Also, some gaugino mass
patterns are known to reduce the degree of fine-tuning in the Higgs sector of the Minimal
Supersymmetric Standard Model (MSSM).

Non-minimal gaugino mass relations have been considered both in the context of supergravity
mediation (see e.g. Ref.!) and of general gauge mediation. ? In this talk we point out that if
the messenger fields of gauge mediation couple to the Higgs fields of an underlying Grand
Unified Theory (GUT), the resulting messenger mass splitting leads to a non-minimal gauge-
mediated superpartner spectrum with well-defined gaugino mass ratios. > We discuss sample
spectra exhibiting striking features, such as a light neutralino LSP,? or a wino/gluino NLSP
with a gravitino LSP.4

“Talk given by S. Lavignac at the XLVth Rencontres de Moriond on Electroweak Interactions and Unified
Theories, La Thuile, Aosta Valley, Italy, 6-13 March 2010.

bStrictly speaking, gaugino mass unification means M; = Ma = M3 at the unification scale, where a; = as =
as. However, at the one-loop level, this is equivalent to saying that Eq. (1) holds at any scale.



2 Quick review of gauge mediation

Let us begin with a quick review of gauge-mediated supersymmetry breaking (GMSB). 5 Su-
persymmetry is assumed to be broken in a hidden sector, and its breaking is transmitted to
the observable sector (i.e. to the MSSM) by gauge interactions. The key ingredient is a set of
chiral superfields (P, i)) in vector-like representations of the SM gauge group, called messenger
superfields, which couple to a chiral superfield X parametrizing the breaking of supersymmetry:

Winess = XPD, (X) = M+ F6?, (2)

where F' is the order parameter of supersymmetry breaking. This yields a supersymmetric mass
M for the messenger superfields, as well as a supersymmetry-breaking mass splitting Fypp + h.c.
for their scalar components. This mass splitting in turn induces soft terms in the observable
sector via gauge interactions. Gaugino and scalar masses arise at the one-loop and two-loop
levels, respectively. At the lowest order in F/M?, and at the messenger scale M:

M, = Z_; 2Ta(Ri) % ’ (3)

i = oY o (32)° Y ommy

where the index a refers to the gauge group factor, and the index 7 to the component ¢; of
® belonging to the irreducible representation R; of the SM gauge group. In Egs. (3) and (4),
T,(R;) is the Dynkin index of the representation R; , and C} is the quadratic Casimir coefficient
for the MSSM chiral superfield x, both with respect to the gauge group G,.

The main advantage of GMSB is that the induced soft terms are automatically flavour
blind, since gauge interactions are the same for all fermion generations. Hence, there are no
large supersymmetric contributions to flavour-violating processes. Another characteristic feature
of gauge mediation is that the lightest supersymmetric particle (LSP) is the gravitino: unless
M > (a/4m)Mp, where Mp is the Planck scale, its mass mg/, = F/\/3Mp is suppressed relative
to a typical GMSB soft mass Moy = (a/4m)F/M. For mg/, > 100 keV, the gravitino behaves
as a cold relic and can constitute the dark matter of the universe; however its relic abundance
depends on an a priori unmeasurable parameter, the reheating temperature after inflation. Fur-
thermore, in order for the late decays of the next-to-lightest supersymmetric particle (NLSP)
not to spoil the successful predictions of Big Bang Nucleosynthesis (BBN), strong constraints
must be imposed on the gravitino mass and/or on the NLSP nature and mass.

Egs. (3) and (4) correspond to the case of a single messenger mass and F-term, known as
minimal gauge mediation. It is characterized by a fixed superpartner spectrum at the messenger
scale, up to M,/m, and to an overall scale. © In particular, Eq. (1) holds. One can consider a
more general situation in which different M; and F; are associated with each ¢;; in this case,
often referred to as general gauge mediation,? the superpartner spectrum depends on 3 complex
and 3 real parameters.

=l 0

3 Combining gauge mediation with unification

Let us now assume an underlying unified gauge group G (G = SU(5),SO(10),---), with mes-

senger superfields (P, i)) in a real representation R®R of G. Since R& R =1® Adj. & - -,
they can couple to the adjoint Higgs field ¥ involved in the GUT symmetry breaking:

Winess = AxXPP + Ay XOD . (5)

“This statement assumes that the messengers form complete representations of a unified group, e.g. 5® 5 of
SU(5). This is actually required in order to maintain gauge coupling unification.



More generally, the G-breaking field ¥ may be in a representation included in the tensor product
R® R. Assuming Ay Xo < Ax(3), where (X) = Xo+ F6?, Eq. (5) leads to a GUT-induced mass
splitting inside the messenger multiplets, with a different mass M; for each messenger component
¢;. Since the M; are determined by group theory, one obtains a predictive non-minimal GMSB
scenario. In the following, we present three examples of such scenarios, based on different GUT
group and messenger representations.

3.1  Light neutralino LSP scenario: G = SU(5), ¥ = 24

Let us start with an underlying SU(5) gauge group, broken down to SU(3)¢c x SU(2)r, x U(1)y
by an adjoint Higgs field X. The vev of ¥ is uniquely determined by the requirement that it is
an SM gauge singlet: (X) = V Diag(2,2,2,—3,-3) = 6VY, where V ~ 10’ GeV and Y is the
hypercharge generator in the defining representation, normalized as Y = () — T3. Assuming that
An(X) gives the dominant contribution to the messenger mass M, this induces the following
mass splitting inside the messenger multiplets:

O(5) = {#31,11/3, P1.2,-1/2} Mg = {2\sV, =3AsV}, (6)
(10) = {P3241/6> P31,-2/3, P1111} My = {AsV, =4V, 6V}, (7)

for messengers in (5, 5) and (10, 10) representations, respectively, and more generally:
M; x IV . (8)

Plugging Eq. (8) into Egs. (3) and (4), one obtains for the bino mass:

o1 3.9 AxFx
M, = — 2-_Ys == E Y; 9
! dm £~ 5 ' 6AVY; > - v ©)

where we have used 7 (R;) = 3Y;?/5. Since Y is an SU(5) generator, its trace over a complete
SU(5) representation vanishes, yielding a massless bino (up to corrections due to Xy # 0 and
to other possible subleading contributions to the messenger masses):

Mgy = 0. (10)

However, since the messenger fields are heavy, with masses of order Ay x 1016 GeV, supergravity
corrections to the soft terms can no longer be neglected: the ratio of a typical supergravity over
GMSB contribution is m3/2/MGM ~ AV /(agurAx Mp/4m) ~ As/Ax. Assuming a moderate
hierarchy of couplings Ay, < Ax, one ends up with:

My ~ msz/2 < (Mz,,u) ~ MGM ) (11)

implying that the LSP is a light, mostly-bino neutralino (the renormalization group running
gives My ~ 0.5mg/p at the weak scale), a rather unconventional feature in gauge mediation.
While the prediction Mi|gy = 0 is independent of the messenger representation R, this is not
the case for the other superpartner masses. In particular, one has:

= MQ/O[Q o 3 MQ/O[Q o 7

5.5 e =3 (10,10) ;2 = (12)

The ratio of the gluino to the wino masses can therefore be used, in principle, to determine the
messenger representation in this scenario. The Higgs and superparticle spectrum corresponding
to messengers in (10, 10) representations is displayed in the upper left panel of Fig. 1, for a



messenger scale Mpess = AnV = 1013 GeV, Moy = %;‘QSS) i\‘;(_‘lj = 215GeV, m3/, = 85GeV
and tan 8 = 15. A universal supergravity contribution of mg3/, has been added to all soft masses.

The main distinctive features of this scenario, besides a light neutralino LSP, are non-
universal gaugino masses and light singlet sleptons. A neutralino lighter than 50 GeV as in
Fig. 1 does not contradict the LEP bound, since the latter assumes gaugino mass unification.
The WMAP constraint® Qparh? = 0.110940.0056 is satisfied thanks to the efficient annihilations
XX} — 777~ mediated by the light 7;. The requirement that the late decays of the gravitino
(which is the NLSP) into ¥{v and ¥Y¢¢ do not spoil the successful BBN predictions put an upper
bound on the reheating temperature, T < 10°~% GeV.” Finally, the hadron collider signatures
of the light neutralino scenario are not very different from the ones of a standard mSUGRA
scenario like SPSla (in which Mo = 97 GeV), in spite of slightly increased cross sections for
processes such as pp/pp — 92(1)5((1) + jet.®

A complete model with an explicit supersymmetry breaking sector coupled to the messenger
fields has been provided in Ref.3

3.2 Wino NLSP scenario: G = SO(10), X = 45, messengers in (10,10’)

Let us now consider an uderlying GUT group SO(10), with messenger fields in the vector
representation 10. Since 10 ® 10 = 14 @ 45, @ 54, the messengers can couple to an SO(10)
adjoint 45 or to a 54 Higgs multiplet, both of which can be used in the first stage of SO(10)
breaking down to SU(3)¢c x SU(2)r, x U(1)y (often in combination). The 54 case leads to the
same spectrum as the SU(5) scenario with a pair of (5, 5) messengers. The 45 case requires two
distinct messenger fields 10;; and 10/, since the adjoint appear in the antisymmetric product
of two vector representations. The 45 has two SM singlet vevs, in the B — L and T3 directions
respectively. Viable spectra are difficult to obtain with the former possibility, so we consider
only the latter, with the following messenger superpotential:

Winess = AxX103,/10), + M\4510,,45 10, . (13)

The vev (45) = VrT3r does not contribute to the masses of the colour triplets/antitriplets in
10,7 and 10/, thus suppressing the wino mass with respect to the bino and gluino masses. As-
suming Mp < A\5VRr (where My is the mass of the colour (anti-)triplet messengers, originating
e.g. from Xy # 0 or from a direct mass term M710,,10,), one obtains:
AxF ( Mr )2 Ax Fx

M- - My, M-
2 Mr \A5VRr b s Mt

The NLSP is therefore likely to be a wino, the LSP being the gravitino. The wino relic density is
strongly suppressed relative to a bino relic density due to efficient gauge annihilations; however,
its late decays can still be problematic for BBN?, requiring m /2 S few GeV. The mass splitting
M)Zf — M)Z?’ induced by one-loop corrections, is always positive and slightly greater than the

(14)

charged pion mass. The dominant lighter chargino decay mode, )Zf — x{ 7", is therefore very
slow and will lead to displaced vertices at colliders. This is reminiscent of anomaly-mediated
scenarios where the wino is the LSP, 10 except that here the wino is a long-lived NLSP.

The Higgs and superparticle spectrum is displayed in the upper right panel of Fig. 1, for a
messenger scale Mpess = sV = 101 GeV, Maum = 550 GeV, My = Miness/6 and tan = 15.
The characteristic signature at the LHC is )Zf)zl_ production in association with a jet, leaving
two displaced vertices plus missing transverse energy.

3.8 Gluino NLSP scenario: G = SO(10), X = 45, messengers in (16,16)

The last example we consider has a GUT group SO(10) and a pair of (16, 16) messengers
coupling to an adjoint Higgs field with a vev in the B — L direction, (45) = Vp_;Tp_r. The



mass of each messenger component ¢; is therefore determined by its B — L charge, M; =
(B — L)iA45Vp—1. This leads to a cancellation in the gluino mass formula:

a3 AxFy 1 1 1
slov = o Xeves ( it T —1/3) (15)

A nonzero gluino mass can arise e.g. from supergravity corrections, as in the light neutralino
scenario. Since the renormalization group equations increase the gluino mass when going to
lower energies, starting from Ms3(Mpess) ~ M3 /2 < Mgwm yields a long-lived gluino NLSP with
a gravitino LSP. The Higgs and superparticle spectrum is displayed in the lower panel of Fig. 1,
for a messenger scale Mpess = AasVa_r = 102 GeV, Mgy = 150GeV, mgz/ = 70GeV and
tan f = 15. A universal supergravity contribution of m3/; has been added to all soft masses.
The lightest neutralino and gluino masses are Mfc? = 228.9GeV and My = 218.4 GeV.

This scenario shares some features with split supersymmetry, in which the gluino is also
long-lived, but the LSP is the lightest neutralino. In particular, the gluino will hadronize and
form R-hadrons after having been produced at colliders. If the lightest R-hadron is neutral, it
will escape the detector leaving only a small fraction of the event energy. The corresponding
signature, monojet + missing energy (from gluino pair production in association with a high pr
jet), allows to set a lower bound Mz > 210 GeV from Tevatron data. ' The LHC should probe
masses up to 1.1 TeV. There is also the possibility that some neutral R-hadrons are converted
into charged ones and stop in the detector after having lost their energy. > The stopped gluinos
will ultimately decay not synchronized with a bunch crossing. The DO collaboration has looked
for such events and set a bound Mj < 270 GeV for 7; < 3 hours; 13 this bound does not apply to
our scenario, in which 75 ~ 107 s. Such a long lifetime has been claimed to be inconsistent with
BBN constraints once bound state effects during nucleosynthesis are taken into account.* This
would favour a scenario in which the gluino mass originate from subdominant contributions to
messenger masses rather than from supergravity corrections, with mg/,, <1GeV.

4 Conclusions

If supersymmetry breaking is mediated by gauge interactions and there is an underlying GUT
at the unification scale, the dominant contributions to messenger masses may come from a
coupling between the GUT and messenger sectors. This leads to a non-minimal GMSB super-
partner spectrum which is mainly determined by the unified gauge group and by the messenger
representations. We presented examples of spectra showing non-standard features such as a
light neutralino LSP, or a wino/gluino NLSP with a gravitino LSP. BBN constraints favour the
neutralino LSP scenario.
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Abstract

One notoriously difficult problem in perturbative gauge mediation of supersymme-
try breaking via messenger fields is the generic presence of a phenomenologically unac-
ceptable vacuum with messenger vevs, with a lower energy than the desired (“MSSM”)
vacuum. We investigate the possibility that quantum corrections promote the latter
to the ground state of the theory, and find that this is indeed feasible. For this to
happen, the couplings of the messengers to the goldstino superfield must be small,
and this implies an additional suppression of the MSSM soft terms with respect to the
supersymmetry breaking scale. This in turn sets a lower limit on the masses of the
messengers and of the supersymmetry breaking fields, which makes both sectors inac-
cessible at colliders. Contrary to other scenarios like direct gauge mediation, gaugino
masses are unsuppressed with respect to scalar masses.

LUnité mixte du CNRS (UMR 7644).

2Unité mixte du CNRS (UMR 8627).

3Laboratoire de la Direction des Sciences de la Matiere du Commissariat & ’Energie Atomique et
Unité de Recherche associée au CNRS (URA 2306).



March 22, 2011

Contents

1 Introduction and conclusions 2

2 Generic O’Raifeartaigh models coupled to messenger fields 4
2.1  Tree-level vacuum structure and messenger instability . . . . . . . . .. 4
2.2 Flat directions and their lifting . . . . . .. ... ... 0. 5t
2.3 Comparison of the tree-level vacuum energies . . . . . . . . . . .. .. 6

3 One-loop corrections to the vacuum energy 7
3.1 One-loop corrections to the MSSM vacuum energy . . . . . . . . .. .. 10
3.2 One-loop corrections to the messenger vacuum energy . . . . . . . . .. 11
3.3 Comparison of the one-loop energies of the two vacua . . . . . . .. .. 13

4 Final comments 14

A Renormalization group equations 15

B More about the messenger vacuum 16

1 Introduction and conclusions

Gauge mediation of supersymmetry breaking [1] is an attractive way of solving the
flavour problem of supersymmetric theories. In its minimal version, it leads to a highly
predictive spectrum which has been extensively studied* from a phenomenological view-
point [6, 7]. On the other hand, the construction of an explicit supersymmetry break-
ing sector® coupled to messenger fields [9] responsible for the generation of the MSSM

4More recently, there has been an intense activity aiming at providing generalized gauge mediation
models [2, 3, 4] and at studying their phenomenology [5].
°For a review of the recent progress on the subject, see e.g. Ref. [8].



soft terms leads to instabilities of the scalar potential in the messenger direction, and
therefore to dangerous vacua breaking the electric charge and colour. While the de-
sired MSSM vacuum can be locally stable with a lifetime exceeding the age of the
Universe [10], it would clearly be more satisfactory to avoid the messenger instabilities.
Recently progress was made in this direction in scenarios in which messengers are part
of the supersymmetry breaking sector, dubbed direct gauge mediation models [11].
However these generally have difficulties in generating large enough gaugino masses,
and more work is needed in order to construct fully realistic models.

The purpose of the present letter is to investigate whether it is possible at all to
avoid messenger instabilities in explicit, perturbative supersymmetry breaking models
coupled to messenger fields. Based on the analysis of a specific class of models of the
O’Raifeartaigh type, we find evidence that this is indeed possible, provided that the
coupling of the messengers to the goldstino superfield is sufficiently suppressed with
respect to their couplings to other fields from the supersymmetry breaking sector. We

shall consider the following class of models, written below in the canonical form of
Refs. [12, 13]:

1 ~
W o= fX+ 5 (BOX + %) @l + magaYa + ¢ AxX + 05+ M)o . (1)

where X is the goldstino superfield, x;, ¢, and Y, are the other fields needed to break
supersymmetry, and (¢, <;~5) are the messenger superfields. Here and in the following,
summation over repeated indices is understood. Notice that the R-symmetry of the
O’Raifeartaigh sector [14] is broken by the messenger couplings. As we are going to
show in Section 3, a necessary condition for avoiding messenger instabilities in the one-
loop effective potential reads (written for simplicity in the case of equal O’Raifeartaigh
masses m, = m and with all couplings evaluated at the scale y = m):

1 _
|)‘X| < @ |Zh¢(zX)()"ha)|v (2)

where (A-h,) = >, AR This result is valid when the masses of the O’Raifeartaigh
fields are small compared with the messenger mass M.

We emphasize that, once the condition (2) is imposed, gaugino and scalar masses of
the same order of magnitude are generated by loops of messenger fields. In particular,
there is no contradiction between the one-loop stability of the MSSM vacuum and non-
vanishing gaugino masses. This is to be contrasted with the tree-level supersymmetry
breaking models discussed in Ref. [13], in which gaugino masses are not generated at
the one-loop level and at leading order in supersymmetry breaking. The class of models



we consider evade the conclusions of Ref. [13] because the pseudo-modulus space is not
stable at Ax X + \jx; + M = 0.

As we are going to see in Section 3, the one-loop stability of the MSSM vacuum
requires heavy messenger and O’Raifeartaigh fields, which are therefore out of reach of
the LHC.

2 Generic O’Raifeartaigh models coupled to mes-
senger fields
In this section, we review the tree-level vacuum structure of generic O’Raifeartaigh

models coupled to messenger fields, and point out the instability of the scalar potential
in the messenger direction. We adopt the parametrization of Refs. [13, 15]:

W = X; fi(¢a) + g(a) + ¢(M-X + M), (3)

where X;, i =1---N and ¢,, a = 1--- P are O’Raifeartaigh fields, (¢, <;~5) are messenger
fields, and we have defined A-X = ). A\ X;.

2.1 Tree-level vacuum structure and messenger instability

The F-term equations of motion are given by:

—F; = filpa) + Xidd ,  —Fu=X; 0afi(i2) + Daglip) ,
—Fy = AWX+M)d, —F; = ¢(\-X+M), (4)

and the tree-level scalar potential reads:

Vo= S| + Aod| + S IX0ufi(@) + Gl

7 a

+ X+ M (1l + [9) - (5)

In the following, we will assume that the MSSM D-term vanish at the minimum of
the scalar potential, such that (¢) = (¢). Let us now review the conditions for tree-
level supersymmetry breaking, assuming generic functions f; and g. Supersymmetry is
broken for N > P in the absence of messenger fields, and for N > P+ 1 when they are
present. With this condition, the equations F, = Fy = F; = 0 can always be satisfied,

leaving N — P tree-level flat directions, which are linear combinations of the fields Xj;.

4



The vevs of the fields ¢,, on the contrary, are completely determined and the functions
fi(¢a) can be chosen such that (¢,) = 0 (this will be the case of the models we will
specialize to in Section 3).

The models defined above possess two tree-level vacua (or more precisely two local
minima extending to pseudo-moduli spaces):

e a vacuum with vanishing messenger vevs, ¢ = ¢ =0, and energy
Vi = f27 (6)

where we have defined f2 = Y, fif;. This is the phenomenologically desired
vacuum, and we shall refer to it as the MSSM vacuum.

e a vacuum with non-vanishing messenger vevs

. 1 _
= ——\ 7
located at A\- X + M = 0, and energy
No< P A |2
Vo= 3 [h- it = £ - ©

where we have defined [A|> = >, \;\; and A f = >, \;f;. We shall refer to this

vacuum as the messenger vacuulnl.

Comparing Eq. (6) with Eq. (8), we can see that the unwanted messenger vacuum
is the ground state of the model. Moreover, the pseudo-moduli space extending the
MSSM vacuum is not stable everywhere: at A\-X + M =0, ¢ = ¢ = 0 becomes a local
maximum and one is driven to the messenger vacuum. This is the vacuum stability
problem mentioned in the introduction. The purpose of the present letter is to find
appropriate conditions ensuring that the MSSM vacuum is the global minimum of the
one-loop effective potential.

2.2 Flat directions and their lifting

In order to remove the instabilities of the tree-level vacuum along the pseudo-moduli
space, quantum corrections should stabilize all flat directions of the O’Raifeartaigh



6. A necessary condition for this to happen is that the N — P flat directions

sector
appear in the fermionic and/or scalar mass matrix, since these matrices determine
the one-loop effective potential through the Coleman-Weinberg formula [16]. In the

absence of messenger fields, the fermionic mass matrix takes the form:

. 0 aafz(@)
Mr = (abfj(@ Xiaaabfi(@Jr@a@bg(SO)) ’ )

in which the tree-level flat directions appear through the P(P + 1)/2 combinations:

Xab = Xz 8aabfi(()0)7 (10)

out of which min{N, P(P + 1)/2} are independent. It is easy to check that the scalar

mass matrix depends on the same combinations of fields. Taking into account the

condition for supersymmetry breaking, we arrive at the following necessary conditions:
P(P+3)

Pl < N < ——. (11)

2.3 Comparison of the tree-level vacuum energies

The purpose of this letter is to show that quantum corrections can promote the MSSM
vacuum to the ground state of the theory at the price of suppressing the coupling of
the messengers to the low-energy goldstino superfield. For this to be possible, the
difference between the tree-level MSSM and messenger vacuum energies,

_ A-fI?
should be small compared with V; and V5. This requires:
AP < AP (13)

The condition (13) has a simple interpretation in terms of goldstino couplings. The
low-energy goldstino superfield is defined by:

_ sy
X - f ;sz27 (14>

6Notice that if we accept to live in a metastable vacuum, this condition is actually sufficient for
phenomenological viability.



such that, in the MSSM vacuum, Fx = —f while the orthogonal combinations yx;
(i = 1---N — 1) have vanishing F-terms. Denoting by Ax = (A-f)/f the coupling
of the messengers to the goldstino superfield, we can rewrite the condition (13) in the
simpler form:

N—1 1/2
Ax] < A = <|Axl2+Z|Axil2> : (15)
1=1

When Eq. (15), or equivalently Eq. (14), is satisfied, the tree-level MSSM and messenger
vacua are sufficiently close in energy for quantum corrections to significantly affect the
vacuum structure of the theory.

3 One-loop corrections to the vacuum energy

We now turn to the explicit computation of the one-loop effective potential in the
subclass of models defined by the following superpotential:

1 . -
W = X,(fi+ §h§;>gpg) + My paYe + ¢(NX+ M), (16)
where i =1---Q and a = 1--- P. The F-term equations of motion read:
_ 1. R _
_FXi = fl + §h3)902 + )‘Z(b(b ) _FYa = MePa ,

—F,, = X;hD o, +m,Y,
—Fy=(AX+M)¢, —Fj=0\X+Mgs, (17)

and the tree-level scalar potential is given by:

v - %

i

+ IAX A+ M (o + o) - (18)

2

fi + %hg)(pz + )\Zgbg?) + Z |ma§0a|2 + Z }thg)s% + maYa’2

At tree level, (¢,) = (Y,) = 0 is realized for large enough values of m, (for instance, in
the MSSM vacuum the condition reads m2 > |h,-f|). Supersymmetry is broken for any
@ > 1. In the MSSM vacuum, the X fields are tree-level flat directions, whereas in the
messenger vacuum there are () — 1 flat directions if one imposes the D-term constraint
o= (5 The fermionic mass matrix has the general form:

My = (Ag Aﬂ) (19)



where

() 5.
Ml _ (ha Xz ma> (20>

My 0
and
0 AMX+M N
My, = [ XX+ M 0 Xo | (21)
i Ai® 0

In order to compute the one-loop vacuum energies, we shall perform the approximate
calculation of the effective potential using the one-loop Kéhler potential [17]:

MpM!
1) _ T F¥p
KO — _ 3972 Tr <MFMF In e ) ) (22)
Then the one-loop scalar potential is given by
V = (K'Y, FF; = Vo + V| (23)
where at the linearized order in the corrections to the Kihler metric we find:
1 82M2 M2 1 8#2 au2 _
v — o (Inte 41 — e e FF . 24
T 2 [6X,0Xj (HA2 * ) Tz ax, 8X]l i (24)

In Egs. (23) and (24), (K');; is the inverse of the Kahler metric K;; = %, and
i0Aj

p2 are the eigenvalues of My M.

The eigenvalues of the mass matrix of the O’Raifeartaigh fields ¢, and Y,, M, are
easily found. Writing;:

(@) X |2 2 (@)
a at |ha @| ‘|—7ila ﬂlaha Xz
MEMIT = ( 0yl ) , (25)

one obtains the eigenvalues (¢ = 1---P):

1 4 , -
oy = 5 (2mz IR 2 RO X IS X + 4mz) , (26)

where, without loss of generality, the m, have been assumed to be real parameters.
The contribution of the ¢,, Y, fields to the effective Kahler potential is then:
2

Il
Tr <M1MJ{ In MlMl) = Z {(|hfj)X¢|2+2m2) ln%

A2

a

+ 2 [hO X \/|hgi>Xi|2 +4m? In

B X) + 109X, 4 4
— . (2



In the absence of messenger fields, the one-loop effective potential can be easily
analyzed in the K&hler approximation (in the small supersymmetry breaking limit). In
this case the fermion mass matrix reduces to M, and the Kéhler metric is given by:

Ky = 0+ Z,h9hY) | (28)
where
1 m?2 2m?
Z, = — In 2 2 — . a
3272 { "t WX, [2 + 4m2

2 BX - 6m2 B X+ amd B + VIROXP + 4m2 (29)
- - n .
|h((f)X¢| (|h((f)Xz|2 +4m2)3/2 2m,

Let us define y, = hgi)Xi. The functions Z, are monotonically decreasing functions of
|Xa|, whose limiting values are given by:

1 m2 2 a2
Za(|Xa|<<ma) ~ — <2+1n_a+ |X | )’

3272 A2 3m2
Zollv > me) = = oy w el (30)
3272 A?
Since Z, < 1, the inverse Kéahler metric is simply:
Kt = 0 — Zo WY (31)
and the one-loop effective potential is:
VW = — Zu(Ixal) 1ha fI?- (32)

The effect of the one-loop corrections is to lift the tree-level flat directions and to
stabilize the pseudo-moduli fields X; at the origin. More precisely, all X;’s are stabilized
at the origin for P > @) if the couplings K are generic, while some flat directions are
still present for P < (). This can easily be seen by expanding the effective potential (32)
for small X; values:

3272 A2 3m?

a

(1) 1 me 2 2i,6) % T2
VW o ~ const + —= (2+In—2 + — hVh) XX | |ha- fI°- (33)

All pseudo-moduli fields are stabilized at X; = 0 if the positive matrix

M2 =y [ha* I 70 ) (34)
iy mg a '"Ya

9



has rank (). For generic % couplings, this is the case for P > @ (notice that in the
case P > (@ the fields x, are not independent of each other). One should also keep in
mind that the constraint m2 > |h,- f| has to be imposed in order to stabilize the fields
v, and Y, at the origin.

Let us now reintroduce the messenger fields. The second part of the fermion mass
matrix, coming from the messenger fields, gives:

IA-X + M|+ A6 RIRe Aot (A X + M)
MoM] = RIRery A-X + MP+ AP \jof(A-X + M) | . (35)
Ao (A-X + M)! Ao (A-X + M) XA (o + [9])

It can be shown that this matrix has ) — 1 zero eigenvalues, corresponding to ) — 1
tree-level flat directions present both in the MSSM and in the messenger vacuum. The
remaining eigenvalues are the solutions of the following equation:

~ 2 ~
i (2 = R(OP + 101%) = X+ M) = 47 0d A X + MIP. (36)

In the MSSM vacuum, ¢ = qg = 0 and another zero eigenvalue is found, corresponding
to the Q" flat direction of the tree-level scalar potential.

3.1 Omne-loop corrections to the MSSM vacuum energy

Due to the vanishing messenger vevs in the MSSM vacuum, the matrix ./\/le; has
only two equal nonzero eigenvalues p? = |- X + M|?. Hence:

Tr <M2M; In Mi/;@) = 2|\ X + MJ? 1n|A'XAi+2M‘2. (37)
Putting all contributions together, the Kahler metric is given by:
Ky = 0+ Z,hhY9) + Z'\ ) (38)
where the functions Z,(|x,.|) are given by Eq. (29) as before, and
A <1n\)\~X+M\2+2> : (39)
1672

In order to be able to write some analytic minimization conditions, let us assume that
the pseudo-moduli fields X; are stabilized close to the origin, namely that | X;| < m,, M

10



(later on we will derive condition for this to be the case). We can then expand the
one-loop effective potential

VW >~ — Z, |he- fI* = Z'IA-fP, (40)
and, for P > @), we find a minimum at:

3\ -
< (41)

MEX; = —

where the matrix M has been defined in Eq. (34). The pseudo-moduli fields X; are
therefore stabilized at small values |X;| < mg, M as soon as m, < M (or even m, < M
if the couplings A are of order 1), implying that the messengers cannot be too light.
Setting X; = 0 in the effective potential (40) then gives a very good approximation of
the one-loop MSSM vacuum energy:

2

1 - m?2 < M
Vi = f"+ 52 [Z|ha-f|2 <lnﬁ+2) + 21X f|? <1nﬁ+2)

(42)

Using the renormalization group equations of Appendix A, it is easy to show that the
In A-dependent terms in V; are precisely renormalizing the tree-level vacuum energy
f?. One can therefore write:

B 2 B M2
[Z o f]? (mm—; +2) + 2|X-f <ln—2 +2)
- It It

where the couplings in Eq. (43) are evaluated at the renormalization group scale pu.

;o (43)

1
Vio= (1) + 555

3.2 One-loop corrections to the messenger vacuum energy

In the messenger vacuum, one has:

1

ANX+M=0, ¢¢ = “TAP

A (L+eg) (44)
where €, is a one-loop correction to the tree-level messenger vevs. In Eq. (44) we
anticipated the fact that A-X + M = 0 is also valid at the one-loop level, since there are
no anomalous dimensions mixing the messenger fields with the O’Raifeartaigh fields
(7?}1_ = 7?}1_ = 0). Thus, Fy = F; = 0 still holds at the one-loop level, and since

Fy = —(A\-X + M) ¢ this also implies A\- X + M = 0. However, in order to keep

11



the full X;-dependence of the one-loop effective potential, one must solve Eq. (36) for
A-X + M # 0. This can be done in the limit [A-X + M]* < [A?(|¢]* + |¢]?), in which:

4 712
2~ —2|¢¢|~ . A X+ M|?, (45)
(19 + I3F) ~ ~
- 2| Ao ol +|o|*
i = WP +19) £ 2Py x4 Ly e
(|o[* +19[?) (lo]* + [9[?)
The Kahler metric then reads:
Kij — 5@']’ —|— Zah((li)il((lj) —|— Z,)\ij\j 5 (46)
where
~ ~2 . 2
1672 1672(|of? + [¢]?)? ([o]? + |8]?)* A2

AR (191 + 19) } | (47)

+ (Jof* +[4[") In X

Since \;F; = 0 in the tree-level messenger vacuum, the term proportional to Z’ con-
tributes to the effective potential only at higher loop level. Hence, the one-loop effective
potential reduces to:

V(l) =~ —ZZa|Ba'f+(ﬁa')‘)¢q§|2' (48)

Minimization of Eq. (48) with respect to ¢, gz~5 confirms that the messenger vevs are of
the expected form (44) and yields the one-loop vacuum energy”:

Va(Xa) = Z ZZ

where the minimization with respect to the X fields remains to be done. Each function

2

, (49)

fi—

-
haf = )||f

|A|2

Z4(|xal) is separately minimized for y, = 0. However, for P > @ the y,’s are not
independent variables, so that it is not possible to set all of them to zero. Hence the
one-loop messenger vacuum energy will in general be larger than Vs(x, = 0):

- _ A\
ot~ L

2 2

2

1
+ 353 ; <1 X +2)

"Since V5 corresponds to a stationary point of the scalar potential, it does not depend linearly on
the one-loop correction 4. Terms quadratic in €4 would be formally two-loop and have been omitted.

Va (50)

M|2

12



Using the renormalization group equations of Appendix A, one can show that the
In A-dependent term in V5, which has exactly the same form as the one in the RHS of
Eq. (50), renormalizes the tree-level vacuum energy. One can therefore write:

2 2 N 2
1 m: A-f
(M) + @ Ea <1I1 ? + 2)

V; ha f = (haA) =55 | . (51
where the couplings in Eq. (51) are evaluated at the renormalization group scale p.

|A|2

3.3 Comparison of the one-loop energies of the two vacua

Let us now write the condition for the one-loop energy of the MSSM vacuum to be
lower than the one of the messenger vacuum. Using Eqs. (43) and (51), we obtain the
following upper bound on AV =V} — Va:

- 1 1 M? 1 m? -
AV < |X-f 2<1n +2) (ln—“—l—Q) ha- A2
- {W [ w2 T (2 e

2

* m ; <ln% +2) [(haf>(ﬁa)‘)<5‘f) —|—C.C.} . (52)

The first line in Eq. (52) is dominated by the tree-level term and is therefore positive,
while the second line does not have a definite sign. Since the latter is proportional to
M-f, it can overcome the former, which is proportional to |X-f|? (remember that we have
required |- f|? < |A|?f?), and promote the MSSM vacuum to the ground state of the
theory. For this to happen, a sufficient condition is that the superpotential parameters
be such that the RHS of Eq. (52) is negative. This condition simplifies in the case of
equal O’Raifeartaigh masses m, = m to:

- 1 M? |ha- A2
iR E! A2 (ln—+2) — e
A7l { + 1672 [| | <n m2 + ) ; |A|?

(A-f)Z(ha-ﬂ(ha-A)], (53)

a

1
< —@Re

with all couplings evaluated at the renormalization group scale ;1 = m. Neglecting the
terms suppressed by a loop factor in the LHS of Eq. (53), one arrives at the simpler,
approximate condition (to be supplemented with the appropriate condition on the
coupling phases):

1

Afl < 25

Z()‘Ba)(ha.f)
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which is the main result of this letter. In terms of the couplings of the low-energy
goldstino superfield, the same condition is expressed by Eq. (2).

Let us now summarize all the requirements we imposed on the superpotential pa-
rameters in order to arrive at Eq. (54):

Nl < Af, me < M, ke f| <ml,  |Af] < M?. (55)

The first inequality is the condition imposed on the difference of the tree-level MSSM
and messenger vacuum energies, and is no longer needed once Eq. (54) is satisfied®. The
second inequality ensures that the pseudo-moduli fields X; are stabilized close to the
origin in the MSSM vacuum, a fact that was taken into account in the computation
of the MSSM vacuum energy. The last two inequalities are required to avoid the
presence of tachyons in the O’Raifeartaigh and messenger sectors, respectively (the
fourth one is actually an automatic consequence of the other constraints, which even
imply |\ f| < M?).

4 Final comments

Let us review the assumptions made in the derivation of the condition (54). First
it was obtained in a specific class of perturbative supersymmetry breaking models
coupled to messenger fields. The computation of the vacuum energies was limited to
the one-loop level and made in the Kéhler approximation (this is however legitimate
in the limit of small supersymmetry breaking, |h,-f| < m?2 and |\-f| < M?). Finally,
the validity of our one-loop computation is strictly speaking limited to the vicinity
of the tree-level vacua, and we cannot exclude the presence of other minima in the
one-loop scalar potential, although we view this as a rather unlikely possibility. All in
all we believe that, while they do not constitute a rigourous proof, our computations
and arguments provide strong evidence that quantum corrections can make the MSSM
vacuum absolutely stable, even though instabilities in the direction of the messenger
fields are present at tree level. An important point is that gaugino masses are not
suppressed relative to soft scalar masses, in contrast to the tree-level supersymmetry
breaking models discussed in Ref. [13].

Finally, we would like to comment on the constraints set by Egs. (54) and (55) on the
mass scales involved in the class of models we have considered. Imposing a perturbative

8For ht(f) couplings at most of order one, as required by perturbativity, Eq. (54) actually implies
IX-f| < |A|f, or a weaker form of it.
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upper bound of order 1 on dimensionless parameters, we obtain |A- f| < m?2/(87?)
and |\- f| < M?/(87?). Since MSSM soft terms in the few 100 GeV — 1TeV range
require |A-f|/M ~ 100TeV in perturbative gauge mediation, heavy O’Raifeartaigh
and messenger fields are required:

M > mg 2 /(10" TeV)M . (56)

The minimal allowed values for the various mass scales involved are:

Mg ~ 10°TeV | M ~ 10°TeV | f ~ A3 (10 TeV)? | (57)

where Ax = (A-f)/f is the goldstino-messenger coupling. As for the masses of the
pseudo-moduli fields X;, they are given by the eigenvalues of the matrix Ml?j defined
in Eq. (34) and do not possess a model-independent lower bound; for A ~ 1 and
Ax ~ 1072, they are of order 10° TeV. All these states are well beyond the reach
of high-energy colliders. Notice that the lowest achievable gravitino mass is of order
msy2 ~ 1072 GeV (corresponding to Ay ~ 107%), which allows to evade the most severe
BBN problems associated with NLSP decays. Such a gravitino mass is also consistent
with gravitino as cold dark matter.

We conclude that heavy messenger and supersymmetry breaking fields seem to be
required in order for one-loop corrections to ensure the stability of the MSSM vacuum.
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A Renormalization group equations

The renormalization group equations for the superpotential couplings (16) are:

d . 1 T N RPN -
= B = o 2|h|2h§)+§hé)h§”h§f)+(ha-)\))\i} , (A.1)
d 1T 1

TN = T 3|A|2>\i+§(hb.>\)hg)} , (A.2)
d 1 [1 e <

ol = 1 §hg>h§g>+AiAJ fi (A.3)
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where |h2 = 32, S, BB,

B More about the messenger vacuum

In Section 3.2, we argued that the term proportional to Z’ contributes to the effective
potential only at higher loop level, since \;F; = 0 in the tree-level messenger vacuum.
However, since the Z’ function (47) diverges for \-X + M — 0 one can wonder whether
it is legitimate to do so. In this appendix, we propose an alternative computation of
the one-loop effective potential in the messenger vacuum, based on the exact inversion
of the Kéahler metric, which supports the result of Section 3.2.

Starting from the Kahler metric:
Ky = 6+ Z,hOhY) + Z'\ ) | (B.1)

we can formally invert it exactly into:

_ ) = Z/Zch T N i _ — 7 (k
(K l)jk = 5jk — Zy hé])Nablhlg - m ()\hcx)\hd) hgj)Nabl(M I)Lbhé )
Z'Zy Ty a-17 3 Sy ()
+ T+ 27 [ha Moy (hy- M)A 4 Aj (A-hy ) (M) hg ]
A4 YAVAS - - 1 -
— 1 . AN)M ; B.2
i |V T (i VM [ A (B2
where the matrices M and N are defined by:
_ g g _
My, = Zyhg-hy — ———— (hq-\)(A\-h
ab Oab + Zaha 1+|)\‘QZ,(a J(A-hy)
Nab - 5ab —+ Za ;—la'hb . (B?))
In the limit 7/ > 1, Z, < 1, we obtain:
Ak - By N - (i~ B\ -
K Yy = 6, — 222 — z | RWpK — 22 2 g0, — 22 pk) )
( )Jk Jk |)\‘2 a '‘a |)\‘2 a "k |)\‘2 a \J

(cha)(ha')) | < 1
e ijk] + 0 (Z,,Za> . (B4)

Thus, even though Z’ diverges, the inverse Kahler metric remains finite. It is interesting
to note that taking the limit Z’' — oo leaves the term —\;Az/|A|? in Eq. (B.4), which
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is not suppressed by a loop factor. Now the one-loop vacuum energy reads:

Vo(xa) = (K71 FF;

1. . Yk
= 2 NS = Zal e f — (ha M) 2L B.5
(where we have inserted the tree-level messenger vevs ¢p = —\-f/|A|?), in agreement

with Eq. (49).
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1 Introduction and outline

The Standard Model (SM) is successful in describing the strong suppression of the
FCNC and CP violating processes but this success strongly relies on the pattern of
fermion masses and mixing angles taken from experiment. It has since long been a big
theoretical challenge to find extensions of the SM that address the origin of the Yukawa
couplings and simultaneously solve the hierarchy problem of the SM, in no conflict with
the FCNC and CP violation data. The flavour structure of the new physics, needed
to explain the pattern of the Yukawa matrices, also has to control the new physics at
TeV scale that protects the Higgs potential from large radiative corrections, so that
the new sources of the FCNC and CP violation are strongly suppressed.

It is an old and interesting proposal that the flavour dynamics and the hierar-
chy problem can be simultaneously addressed in supersymmetric models with sponta-
neously broken horizontal gauge symmetries and the Froggatt-Nielsen (FN) mechanism
for Yukawa couplings [1-8]. An extensive theoretical and phenomenological work shows
that such models with Abelian or non-Abelian [9,10] horizontal symmetries can cor-
rectly reproduce the pattern of Yukawa matrices. At the same time, they control the
flavour structure of the soft supersymmetry breaking terms in the gravity mediation
scenario and can be compatible with very strong experimental constraints from the
FCNC and CP violation sector, without the need to raise the scale of sfermion masses
beyond that needed to solve the little hierarchy problem. However, this compatibility
often requires restricted range of supersymmetric parameters and/or some additional
structural assumptions [2,6,11] (see [12] for a recent discussion). In general, there is
not much room for manoeuvre and one may expect FCNC to be close to the present
bounds.

More recently, it has been proposed that the pattern of Yukawa matrices and the
suppression of FCNC effects in supersymmetric theories can be understood as solely
due to strong wave function renormalisation (WFR models) of the matter fields, su-
perimposed on the initial flavour anarchical structure at the very high (Planck) scale
My [13]. The origin of such effects could be RG running down to some scale M few
orders of magnitude below M,, with large anomalous dimensions of the matter fields
generated by the coupling of the MSSM sector to a conformal sector [13-15] or different
localisation of different matter fields in a (small) extra dimension introduced just for
flavour [16,17]. The latter idea has also been extensively discussed as a solution to the
flavour problem in non-supersymmetric Randall-Sundrum type models, with strongly
warped extra dimensions [18].



As it has already been noticed in the original paper by Nelson and Strassler, the
predictions of the WFR mechanism in supersymmetric models resemble those of the
flavour models based on the FN mechanism, with horizontal abelian symmetries, with
all SM fermions carrying charges of the same sign and with one familon field. Indeed,
the predictions of the two approaches for the Yukawa matrices are identical, after
proper identification of the corresponding parameters. There is a finite number of FN
supersymmetric models (of the horizontal charge assignments) with abelian horizontal
symmetry, one familon field and all fermion charges of the same sign that are a) theo-
retically consistent, b) correctly describe quark and lepton masses and mixings. Each
horizontal charge assignment can be identified with concrete values of the set of free
parameters in the WFR approach, with the same predictions for the Yukawa matrices.
Thus, using the previous results on the FN models we can easily infer a viable set of
the WFR models. We point out that this set is likely to be a complete set of such
models if we require gauge coupling unification.

The magnitude of the FCNC and CP violation at the electroweak scale is determined
by the coefficients of the dimension 6 operators in the effective SM lagrangian obtained
after integrating out the supersymmetric degrees of freedom [19]. As we discuss below
in detail, the two approaches differ significantly in their predictions for the suppression
factors for some of the dimension 6 operators. It is therefore of some interest to compare
other predictions, in particular for the FCNC and CP violation suppression, of the WFR
models with predictions of the FN models that successfully describe fermion masses
and mixing. This is the purpose of this note. It is easy to make such a comparison for
each pair of the models introduced above. However, the FN models that are successful
in the Yukawa sector also include models which have no correspondence to the WFR
approach, like models with charges of both signs or models with several U(1)’s. Here
the comparison is less straightforward but one can see some general differences.

In Sec. 2, putting aside the potential origin of the strong WFR effects that could
be responsible for the hierarchy of Yukawa couplings, we compare the structure of the
operators violating flavour in the two approaches from a 4d point of view , and discuss
their phenomenological predictions. We draw attention to certain important structural
differences in favour of WFR, such as no distinction in wave function renormalisation
between fermions and antifermions, no D-term contribution to sfermion masses and
no problem with uncontrolled coefficients of order unity. We notice that whereas sig-
nificant suppression of FCNC is achieved in the squark sector, the constraints in the
leptonic sector coming from p — ey are still difficult to satisfy.

Sec. 3 is devoted to the discussion of the gauge coupling unification in the WFR



model. A stunning coincidence is pointed out with the Green-Schwarz anomaly cance-
lation conditions in the horizontal symmetry models.

In Sec. 4 we discuss in some detail the possible origin of the strong WFR effects. For
the extra dimensional interpretation, we comment on the differences and the benefits
compared to RS and propose a CF'T origin of the electron mass which has the virtue
of decoupling the A-term of the electron from its Yukawa coupling. The end result is
a strong suppression of the leptonic FCNC violations (4 — e7y) compared to the 4d
discussion in Sec. 2. Sec. 5 contains our conclusions.

2 Horizontal symmetry versus WFR: structure and
predictions

We consider effective supersymmetric models with softly broken supersymmetry, de-
scribed by a Kahler potential and a superpotential, below the flavour symmetry break-
ing scale M but above the soft supersymmetry breaking scale Mj,,. The flavour
structure may be present in the kinetic terms, the superpotential (in general, non-
renormalisable) and in the pattern of soft terms. We concentrate only on models with
positive FN charges, which are relevant for the WFR case. The effective action is
determined by

W = Eqi+uj+hu(yi§1 + A%X)QinHu + Eqi+dj+hd(yijl? + AgX)QiDde
+etetha(yl + APX)L,E;Hy
K = eloimulq 4 C@'jXTX)Q;er SER (1)

where € = 0/M, with 6 a chiral (super)field of U(1) charge —1, X = 6*F is the
SUSY breaking spurion and all flavour matrix elements Ylgj, etc are considered to be
of order one. The family charges of fermion superfields are defined as g; for the flavour
components of the left-handed doublet )7, and u; and d; for the flavour components
of the (left-handed) quark singlet fields U¢ and D¢, the charge conjugate of the right-
handed flavour triplets Ug and Dpg, respectively, and similarly for leptons. Horizontal
charges are defined in some electroweak basis. In that basis, flavour mixing is present
also in the kinetic terms. However, the rotation to the canonical basis does not change
the leading powers of € in the rest of the lagrangian (we assume all coefficients C;;, Y;;

and A;; to be of O(1)) and we shall always refer to the canonical basis.



In the WFR case the effective action at the scale M is determined by

W= (Y +AUX)QU;H, + (Y,? + AL X)Q;D;Hy
+(YF + ALX)L;E;Hy
K =e2QlQ; + C;XTXQIQ; - . (2)

Here the factors e 2% are the wave function renormalisation factors, originating from
the physics between M, and M, and in the notation suitable for the comparison of the
two approaches. Any order unity flavour mixing in the kinetic terms at the scale M,
has already been rotated away. After rescaling of the wave functions Q; — €%Q);, etc
(also including the possiblity of rescaling of the Higgs fields), the effective action in the
WEFR case is given by

W = ertuthe(ylU 4 AUX)Q,U H, + ettdtha(vP + ADX)Q,D; Hy
elitertha(yl + AEX)L,E;Hy
K =QlQ:+ Cije" ™ X1XQIQ; - . (3)

The comparison of the two approaches is immediate. For the two models to give
identical predictions for Yukawa couplings at the high scale the parameters of the
supersymmetric WFR models are fixed in terms of the charge assignment in the FN
models. However, since the wave function renormalisation does not distinguish between
particles and antiparticles, the suppression of sfermion masses is much stronger in the
WER case. Similar observation in the non-SUSY case has been made in [22]. Actually
the class of FN models which really compare directly to WFR models are the ones
with only one U(1)y, positive charges and with only one familon field of negative
charge breaking it, such that all Yukawas are generated by holomorphic couplings to
the familon.

For any comparison with experimental data we have to be in the basis where the
quark mass matrices are diagonal. Since the main experimental constraints come from
the down quark sector it is very convenient to remain in an electroweak basis (for
explicit SU(2) x U(1) gauge invariance) but the one in which the down quark Yukawa
matrix is diagonal. Thus, the scalar field terms in the Lagrangian are subject to
(appropriate) left and right rotations that diagonalise down quark Yukawa matrix.
Such rotations, acting on the off-diagonal terms in the sfermion mass matrices do not
change their leading suppression factors (powers of €) but generically are the source
of additional contributions to the off-diagonal terms coming from the splitting in the
diagonal entries. For FN models, the two obvious sources of the diagonal splitting are



potentially flavour dependent order unity coeflicients C;; # C}; and generically present
flavour dependent U(1) D-terms. Those additional contributions to the off-diagonal
terms are of the order of the rotation angles diagonalising the down quark Yukawa
matrix (roughly speaking of the order of the CKM angles) and are unwelcome. They
provide an upper bound (in fact uncomfortably strong) on the suppression of the off-
diagonal terms. It so happens that in the discussed here models with all fermions
carrying the same sign horizontal charges the suppression factors of the original off-
diagonal terms are the same as the suppression of the terms originating from the
diagonal splitting so the problem of compatibility with the data is similarly difficult
for both components (see [12]). However, there are U(1) models with charges of both
signs and/or with several U(1) symmetries which do not have WFR counterpart but are
often successful in the Yukawa sector and give strong suppression of the original flavour
off-diagonal sfermion mass terms. Still, they face the mentioned above generic problem
of the flavour dependent D-term contribution to the diagonal masses and possible
diagonal splitting by uncontrolled by the U(1) symmetry coefficients of order unity.
After rotations, the suppression of the off-diagonal terms in the quark mass eigenstate
basis is then similar as in the models with the same sign charges and results in certain
tensions in the parameter space of the soft supersymmetry breaking terms [12]. It is
clear that WFR approach avoids those problems. There is no U(1) symmetry and no
D-terms and the flavour dependent diagonal terms in the sfermion mass matrices are
suppressed by powers of €, so there is also no problem of uncontrolled coefficients of
order unity.

In addition to working in the electroweak basis with diagonal down quarks, for a
meaningful comparison with experimental data we have to include all the MSSM-like
renormalisation effects for the running from the scale M to the electroweak scale. Fi-
nally, the standard analysis of the FCNC and CP violation data is performed in terms
of the coefficients of the dimension 6 operators in the effective SM lagrangian obtained
after integrating out the supersymmetric degrees of freedom [19]. The coefficients of
those operators are calculable in terms of the soft supersymmetry breaking parame-
ters and the discussed above suppression factors have a direct correspondence in the
suppression factors of the higher dimension operators.

Let us compare the flavour properties of some models of fermion mass hierarchies
under the two paradigms of family symmetry and WFR. From our discussion above it
is clear that once we have a FN model with all fermion charges of the same sign that
correctly reproduces the fermion mass hierarchy it can immediately be translated into



a WFR model.? In the following we shall compare some of the corresponding pairs of
models mentioned above. As we discussed earlier, for a global picture one should also
compare the set of viable WFR models with FN models that do not have any WFR
correspondence but are successful in the Yukawa sector, too. However, after inclusion
of the effects of the splitting on the diagonal and of the D-term contributions to the
sfermion masses such models give predictions for FCNC very close to the same sign
charge models, so we don’t discuss them any more. From the point of view of proton
decay operators, both approaches can generate some suppression: U(1)x FN can also
completely kill proton decay if for example the lepton charges are I; = n; + 1/3,¢; =
m; — 1/3, with n;, m; integers (all other MSSM charges being integers), since then
there is an effective Z3 discrete leptonic symmetry protecting the proton to decay.
More generally, both FN and WFR generate some suppression for the first generations
due to their large charges.

The flavour suppression is parameterised by the variable € introduced earlier. We
have in mind € to be of the order the Cabbibo angle, ¢ ~ 0.22, but certainly other
values can be considered provided one appropriately rescales the charges. Consistent
charge assignments have for instance been classified in Refs. [5,7]. Here we will consider
3 models:?

g=u=e=(3,2,0), d=0=(2,0,0)+ds, (Model A)
g=u=e=(4,2,0), d=¢=(1,0,0)+ds, (Model B)

q=1(3,2,0), u=(52,0), d=(1,0,0)+d3, C(=q+/l3, e=d—1{s.
(Model C)

In all three cases the horizontal charges of the Higgs fields are zero. Notice that the
choice g3 = uz = 0 is a requirement for obtaining a heavy top, while the freedom in d3
is related to tan 8 via the bottom Yukawa:
—d3 mt(MC> -3
€ Btanf~ ——= ~e . 4
oy (M,) (4)
The resulting Yukawa couplings for model A are displayed in the last column of Tab. 1.
They readily reproduce the observed masses and mixings of the SM fermions for suitable
choices of O(1) coefficients.

2FN are seemingly more constrained, as some form of anomaly cancelation has to be imposed. We
will see in Sec. 3 that preservation of the successful MSSM gauge coupling unification in WFR models
places very similar constraints on the assignment of ”charges” (suppression factors) in the latter case.

3A and B are taken from Ref. [7], where they are called models 1 and 5 respectively, model C was
studied in Ref. [5].
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Table 1: Yukawas and soft scalar mass squared matrices for model A [7]: ¢ =u=e =
(3,2,0), £ = d with d — ds = (2,0,0) and we have used the relation tan 8 = ¢%=3. The
upper row corresponds to a WFR model, while the lower one to a FN one.



After inclusion of the renormalisation effects [20] , the soft mass terms at the elec-
troweak scale are to a good approximation given by

2 s 4 52 laitg]

Moy pni ™~ TqgMij0i + mge?=5 (5)
~2 2 ) ~ 2 |uitug|

My rRrij ™~ TuTijg 0ij + 1€ ™" (6)
~ 92 . R

My i ~ Awvsinfet™ (7)
52 2 54 042 laitg]

My L ~ TgMiOij + mge?=h (8)
<9 2 o | A2 |ditd,]

Mg R ™~ TdMi2 0ij + e ™= 9)
~2 qi+d;

Mg rriy ~ Aqvcos el (10)
~ o 2 <2 |0t

Mg iy ~ TeMigOij +mge = (11)
~2 2 B ~ 2 |ejte;|

Mg RRij ™~ TeMij 0y + MM €™ (12)
~ 2 li+te;

Merpy ~ Acvcosfer™ (13)

where we have defined the high scale soft masses m;/y, M, and A,. Baring some
additional suppression mechanism, a completely natural theory would require all these
terms to be of the same order, and we will henceforth set them all equal to a common
mass mg. The terms that are suppressed by powers of € are multiplied by flavour
dependent O(1) coefficients that are omitted here for clarity. The charges are all
positive or zero, and the positive sign applies to the WFR case whereas the negative
one to the FN case. The constants r, parameterize the leading gauge renormalization
and are given approximately by r, = 6.5, r, = 6.2, r4 = 6.1, 7, = 0.5 and r. = 0.15.
Yukawa corrections are expected to be important for the third generation but given the
unknown O(1) coefficients of the tree level soft mass matrices they are irrelevant for
our discussion. The resulting soft mass matrices are also displayed in Tab. 1. Several
points deserve to be emphasized.

e For WFR all 1st and 2nd generation mass eigenvalues (and, in fact, some 3rd
generation ones as well) are predicted from the running of gauge/gaugino loops,
while in the FN case the explicit tree level soft masses give non-negligible contri-
bution, particularly to slepton masses.

e Yukawas and chirality changing soft masses (A-terms) receive the same suppres-
sion, and are in fact the same for both FN and WFR.

e In the LL and RR sectors the off-diagonal masses are more suppressed for WFR
than for FN, as explained above.



To compare with experiment, bounds are usually given for the mass insertion pa-
rameters d;; at a reference sfermion mass. They are defined as

m iy
M N,ij a
0 = AN (08 = /0%, 0% (14)
MN,i ~ ~ ’ ) LLij”RR,
T Mg pi Ma,N ! A

for a = u,d,e, M, N = L, R, i # j. The expressions are normalized to the diagonal
entries Mg pr;. To the A terms one associates analogous parameters (for any ¢, j):

M, LR,ij

%R,z‘j = ( ?%Lm’)* = m (15)

Starting with the limits from the hadron sector, we give the bounds and the results
for Model A in Tab. 2 and 3. All bounds in Tab. 2 are comfortably satisfied (even for
large tan /) and in fact would allow for a much smaller squark mass. Notice that in the
FN model with analogous charge assignments it is very difficult to satify the bound on
(012) [12]. Since the squark mass mixing between the first two generations is suppressed
at most by two powers of €, to satisfy the bound one needs very strong flavour blind
renormalisation effects, i.e. a large ratio of of the initial values of the gluino mass to

the squark mass at the very high scale.

The chirality flipping mass insertions of Tab 3 are more constraining. In par-
ticular, the 11 entries are strongly constrained from the EDM measurements of the
neutron. Nevertheless, the corresponding predictions of our model for 1 TeV squark
mass marginally satisfy the experimental bounds.

Turning to leptons, we quote in Tab. 4 the bounds * resulting from LFV decays
of the charged leptons, u — ey, 7 — ey and 7 — p~y and the theoretical predictions
obtained under the assumption of a universal supersymmetry breaking scale mq at high
energy. Then, at the electroweak scale A, ~ mg and the typical scale for sleptons is
My = (Tg’f‘e)%mo. One observes that even for the slepton mass as high as 400 GeV
(corresponding the my = 750 GeV) the contribution to g — ey is not sufficiently
suppressed. It is interesting to know how far one can adjust the charges e; and ¢; to
ameliorate this problem. To this end, consider the product

A%p? A’m.m
e e e l1+ea+la+eq 2 e'"vertvl
LR,129RL12 ™ P € cos” 3 ~ T A (16)
sl sl

It is therefore clear that this product is independent of the concrete charge assignment
and can only be lowered by increasing my or decreasing A.. This means that at least

“Note that the decay rate depends on the sum (61,r,i;)* + (OrL,ij)? [19]. The LL and RR entries
are much less constrained and we will not consider them here.

10



a 1ij 5%L,ij 5%}%,1‘3‘ <5Z>

Exp. Th Exp. Th. Exp. Th.

12 0.03 86x107°| 0.03 9.1 x 107" t% 0.002 89 x 1076 tg
131 02 1.8x107%| 02 9.1x107" t% 0.07 4.0x 1076 i3
23| 06 81x1073| 1.8 1.8x107° t% 02 38x1074 tg
12 0.1 86x107°| 0.1 8.6 x 107° 0.008 8.6x107°

S| & & &

Table 2: Bounds on hadronic chirality-preserving mass insertions and results from
WEFR with model A. Bounds (taken from Tab. IV of Ref. [23]) are valid for a squark
mass of 1 TeV and scale linearly with the latter.

one of the individual contributions is bigger than

Ao /mem
—Y = ~35x%x107° (17)

my

where the numbers are for my = 400 GeV. This is a robust prediction (up to O(1)
coefficients), and indeed Tab. 4 shows that it holds in particular for model A. A
stronger suppression can be obtained only if A terms are smaller than my and/or mg
has larger value, i.e. mg > 400 GeV. For instance one can get an acceptable decay
rate for A, ~ 100 GeV and mg ~ 400 GeV. Lowering the slepton mass further requires
more and more fine tuning of Ay, while mg ~ 400 GeV implies squark masses of the
order of 1.9 TeV which is uncomfortably large for the little hierarchy problem. In
conclusion, the leptonic bounds are more constraining than the hadronic ones ( see
also [13], [17]). Finally, let us stress that FN models do possess a similar problem
(with identical bounds on the LR/RL sector). In addition, they predict insufficient
suppression in the LL and RR sectors.

In Sec. 4 we will point out a novel mechanism to suppress the y — ey decay
rate, opening the possibility to lower the superpartner masses without fine-tuning the
leptonic A terms in the WFR models.

3 Unification and wave-function hierarchies
The physical gauge coupling in a supersymmetric field theory is given by [26,27]

4 be, A2 T(G,) PP Ta(r) ,
2 = Refo + Zlog?+72 log g, 2 (%) = > 5 logdet Zi (%) . (18)

T

11



a ij 5%5:,@']' 5?%,@']'

Exp. Th. Exp. Th.

12| 2x107* 81x10°%| 2x103 1.8x10°©
13 0.08 8.1x10°¢ 0.08 3.7x10°°
23 0.01 3.7x 107 0.01 7.6 x 1074
11[47%x107% 39x1077|47x107% 39x1077
12 0.02 3.7 x 107 0.02 3.7 x 107
11]193x107% 81x107%|93x10% 81x1076

S | QX

Table 3: Bounds on hadronic chirality-flipping mass insertions and results from WFR
with model A. Bounds taken from Tab. V of Ref. [23] are valid for a squark mass of
1 TeV. While the bounds on the ¢ # j (i = j) elements grow linearly (quadratically)
with the latter, our predictions go down linearly.

ij ONIN,ij

Exp.  Th. (LR) Th. (RL)
1248 %105 20x107° 94 x 107
13| 1.8x 1072 43x 1074 9.4 x 107
23[12x1072 89x 1073 4.3x 1074

Table 4: Experimental bounds on leptonic mass insertions and results from WFR
with model A. Bounds (taken from Tab. 7 of Ref. [19], using updated bounds on the
branching ratios [24]) are valid for a slepton mass of 400 GeV.

12



where

ba = anTa(r)_E}T(Ga) ) Ta(’r) = 1Tr, T(Qa) (19)

are the beta function and the Dynkin index of the representation r under the gauge
group factor Gy, f, are the holomorphic gauge couplings, Z(,);; are wave functions
of matter fields of flavour indices ¢, j and the determinant det Z(,(x?) is taken in the
flavour space.

207 =27 6—2‘1;5,”)

In our case Z,) ~ diag (e € and therefore

logdet Z;) = —2 Z " loge (20)

where qlm are the ” U(1) charges” of the matter representations r = Q, U, D, L, E, H,, H,.

Let us define in what follows the quantities

1 Tu(r)
A, = — log det Z 21
a 10g B Z 9 ogde (r) » ( )

T

which are proportional to the additional contribution to the running coming from a
strongly coupled sector, producing the hierarchical wave functions. Notice that usual
MSSM unification is preserved if

Ay = Ay = gAl : (22)
With the field content of MSSM, we find
SU(3) Az = Z(Z% +u +dy)
SU@) : Ay = > (Bgi+1l)+hy+ha,
U1y : A = Z(%Qi + guz + ;di + 1 +2e;)+hy+ hy (23)

i
Notice also that the quantities A; can be related simply to the determinants of the
mass matrices of the quarks and leptons via

det(YpYp2YP) = ex(itAe—2da)

det(YyYp) = efst3thutha) (24)

The reader familiar with the gauged Froggatt-Nielsen U(1) generating Yukawa hierar-
chies probably recognized already (22)-(24), see [3], [4], [5]. It is worth pointing out
the interesting analogy with our present case:

13



e In the gauged FN case the quantities (23) are precisely the coefficients of the
U(1)xG? mixed anomalies, between the gauged U(1)x and the SM gauge group
factors G, = SU(3),SU(2),U(1)y.

e In the FN case (22) represent the universal (for the heterotic strings) Green-
Schwarz anomaly cancelation conditions.

In our case, (22) represent the unification conditions for the gauge couplings at the
energy scale where the strong sector decouples from the running. Interestingly enough,
even if there is no gauge U(1) symmetry in our case, unification of gauge couplings
requires the ”charges” determining the wave function renormalisation to satisfy exactly
the same constraints as anomaly cancellation for the U(1) charges in the gauged FN
case !

By using the results of [4], [5] on the structure of quark and lepton masses, one useful
relation can be written

8

The unification conditions (22) lead therefore to h,+hg = 0. Since in the WFR models
all ”charges” are positive or zero, this means that h, = hy = 0. Therefore in the extra
dimensional interpretation of the WFR models (to be discussed in the next section)
both Higgs doublets are localized on the UV brane.

Let us notice that, in the FN case, the mixed anomaly conditions (23) imposed to the
model C of Section (2) gives the result h, +hs = 0, ds — I3 = 2/3. A simple solution is
hy, =hqg =0, ds =1,l3 = 1/3. In this case, the U(1)x symmetry breaks to a discrete
Z% acting on the leptons, which protects proton decay.

4 Extra dimensional model for the WFR

There are various possible origins for the WFR: 4d strongly coupled or higher-dimensional
with flavour-dependent wave-function localization. We use here a variant of the RS
setup [28], with an UV brane with energy scale Ay and an IR brane with energy scale
Arg ~ Mgyr. The fifth dimension is therefore very small and the hierarchy is given by

€= Ar _ e hh (26)
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All MSSM fields live in the bulk [31]. Following [16], start with Kéhler terms (0 < y <
TR)

A~

K == 2endby i f, 4 e=2en)by i g,
+ 6(172cq7i)kyQ;rQi + 6(172cui)kinTUi + 6(172cdi)kyD;rDi
+ 8(y)k XX (CoiQ1Qs + CugUIUs + Cagy DI Ds + G HYH, + Co HYH, ) . (27)

where i, 7 = 1,2, 3 running over families and the coefficients are flavour anarchic O(1)
numbers. We have kept only fields with zero modes, the conjugate fields ¢¢ have
Dirichlet boundary conditions (——) and hence have no zero modes. The leptons have
an analogous Lagrangian. Brane localized kinetic terms can also be introduced, even
with arbitrary flavour dependence, without changing the outcome. We will introduce
a superpotential

J

W= (y)k~? (3@7&@@-(@ + Y H,QiD; + kT X AL HLQU; + k*legngQiDj)

n 5(’3/ . WR)(]{IE)_% (YA;/]yechu-i-CqH‘Cuj HuQZU] + }A/i;.dechdJrcqurcdj HszD]> (28)

Notice that we have confined the SUSY breaking spurion X to the UV brane at
y = 0. We have introduced arbitrary dimensionless Yukawa couplings on both branes.
After integrating over the extra dimension, the kinetic terms pick up wave function

renormalisations 1
Zy=—— (¥l -1 29
“7 (1= 2,k (¢ ) (29)

and therefore
620q71 1

Zy~ —— forc<1/2 and 20~ G Tn
Cq —

0= 2k fore>1/2 . (30)

Notice that

e For ¢, < % the field is localized near the IR brane. We assign it ”charges”
q:%—cq>0andq’:0.

e [or ¢, >

!/ __
q _Cq_

the field is localized near the UV brane. The charges are ¢ = 0 and
> 0.

N = N[

e Exact UV (IR) brane localization is obtained by formally sending ¢’ (¢) to infinity.

15



After switching to canonical normalization, this leads to Yukawa couplings

~ i 4 ha o) ! ! h!
)i? = )i;‘LEq Fujthe )z‘g‘UEqﬁuﬁ “ (31)
d rd _qi+d;+hg rid gl +d+h!
Yii = YetmuT £ Yl (32)

Each field either suppresses Y orY/, depending on whether it is UV or IR localized.

Since we will take the X field localized on the UV brane, the physical soft masses
and A terms at the high scale are given by the expressions in Sec. 2 with

| Fx|

myo 2

(33)
We consider the following localisation of the MSSM fields® :

e the first two generations of quarks and leptons are localized near the IR brane.
In a holographic 4d interpretation, the first two generations are composite states.

e the top quark is localized on or near the UV brane, whereas bottom and tau are
localized near the UV brane or near the IR brane, depending on tan 3. In the
holographic language, the top quark is therefore elementary.

e the two Higgs doublets H,, H; are localized near the UV brane and therefore have
hy, hg = 0. They are then elementary from the 4d holographic point of view. In
the scenario below, we will consider a finite h); describing a non-negligible ”tail”
near the IR.

e the spurion X is located on the UV brane

One important point to mention here is that the extra dimensional realisation of the
WFR approach allows for certain generalisations. They are equivalent (and the analogy
with FN is true) only if all Yukawas are localized on the UV brane that is if we neglect
the corrections coming from the ”tail” of the Higgs fields near the IR brane.

By comparing with the standard RS non-SUSY setup with fermion mass hierarchies
generated by wave functions overlap, we notice that in the standard RS case, since
€Rs = [/‘\% ~ 1071 the bulk masses ¢; have to be tuned close to 1/2 in order not to
generate too big hierarchies in the fermion masses. In our case, we choose to work with

a very small extra dimension 1072 < ¢ < 107! and therefore there is no need for such

5Similar localization of the MSSM flavours from a different perspective was also considered recently
in [31].
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a tuning. Of course, such a small warping does not provide a solution to the hierarchy
problem anymore, but since we have low-energy supersymmetry, the strong warping is
clearly not needed.

Provided h], and R/, are large enough (sharp UV localization), the Yukawa couplings
originating from the IR brane (i.e. the terms proportional to Y’ in Equs. (31) and (32))
are always subleading compared to the ones from the UV brane and hence irrelevant.
For moderately large values they can become comparable®, at least for the light gen-
erations, and can in fact be exploited to circumvent the y — ey problem pointed out
at the end of Sec. 2. For instance, for all 3 generations of leptons IR-localized (small
to moderate tan (), one has

er; _ }}i§€€i+e]~ + }A/i/jeehfi ’ A?j _ mOA¢j€€i+ej (34)

1,

Ideally, we would like to suppress the dangerous A terms without suppressing the
corresponding Yukawas. This is easy to do: Let us imagine that we increase ¢; and/or
e1 such that A{, and A§, are sufficiently small in order to satisfy the bounds for a given
slepton mass.” Of course, this will result in a too small electron mass unless we impose
that A/, is responsible for generating Y} from the IR brane. We thus choose charges
such that

li+e > h’él (35>
Wy ~ 5403+ e; (36)
£2+62 ~ 2+£3+63. (37)

where the last two relations ensure the correct e — 7 and p — 7 mass ratios. A possible
choice, satisfying also the unification conditions Eq. (22), reads

q= (47270)7 U = (37270)7 €= (57270)7 (38)
d=(5,0,0) + ds, ¢ =(4,0,0) +ds, hly ~5+dj, (39)

leading to Yukawas

el € e e € e e & e
Yin |l & & @ |, Yintg| & & & |, Yontsg| & & & | . (40)
e e & e e & e e &

6This ”switching behavior” was exploited in Ref. [32] to generate an anarchical neutrino spectrum
and large mixing angles.

"As a bonus, the A¢; term, responsible for generating an electron EDM, receives additional sup-
pression.

17



The underlined exponents are the ones generated from the new contributions in the
second term in Eq. (34). One sees that only the down and the electron masses are
affected by hl,. On the other hand, the A terms are given by

127 7 129 7
AV~ Y™ Altg | €0 & S|, Antg| & @ & (41)
e e & e & €

The suppression in the 12 and 21 elements of A° is now sufficient for a slepton mass
around 200 GeV. Notice that the FN models, even with multiple U(1)’s, have no
analogue of this mechanism.

Notice that in order to forbid R-parity violating operators we need to impose R-
parity as symmetry of the effective action. Once this is done, there are usually still
dangerous dimension five operators. In our case, if the triplet Higgs fields are localized
on the UV brane along with the doublets, these operators are naturally generated there,
and we find

1 1
_EQiJr(IjJrqHFlm QinQkLm 7 _6u¢+uj+dk+em UinDkEm ) (42>
Ayy Agy
Due to the localization of the first two generations on the IR brane, we get an additional
suppression, as for the UV localized Yukawas of the first two generations, which is

enough in order to bring these operators into their experimental bounds [30].

Finally, extra dimensional interpretation may shed some light on the stunning coin-
cidence of the anomaly cancelation conditions and the conditions for the gauge coupling
unification discussed in the previous section. The charges ¢; = 1/2 — ¢; can be under-
stood, in a holographic 4d picture, as dimensions of CF'T operators that the bulk fields
couple to. So it seems that the analog of the gauged U(1)x is actually the SUSY
partner of the dilatation current, the R-symmetry current U(1)g. On the other hand,
the anomalies U(1)gG? are indeed related to the beta functions and therefore to the
running of the gauge couplings of the SM gauge factors G,.

5 Conclusions

Supersymmetric models with WFR reproduce the success of the FN models for fermion
masses with mixings, alleviating at the same time their FCNC problems. Whereas
from a 4d perspective, the improvement in the quark sector is phenomenologically
quite successful, in the leptonic sector there are still problems with © — ey. We
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however showed that in an extra dimensional realization similar to RS but with an IR
brane of mass scale of the order of Mgyr, with the first two generations composite (IR
localized) and the third one elementary (UV localized), the problem can be elegantly
solved by generating the electron mass by the strong coupling in the CFT sector.
Indeed, the A-term for the electron is strongly suppressed since the supersymmetry
breaking spurion field is elementary and the corresponding terms in the action (as well
as the other soft breaking terms) are localized on the UV brane. More generally, the
analogy between FN and WFR is precise in the warped 5d realization when all Yukawa
couplings are elementary (UV localized), whereas strong coupling contributions (IR
CFT contributions) add new structure compared to the FN setup. As a side comment,
we notice that similarly, we can generate a p-term on the IR boundary with large
suppression factor if Al hl, > 0 in the sense discussed in Section 4. This is of course
useful only if for some reason such a term is absent on the UV brane.

We showed that whereas the FN gauge U(1) case is constrained by the various
gauge anomaly cancelation conditions, in the WFR case most of these conditions re-
emerged in Section 3 as conditions for gauge coupling unification. More precisely, the
same conditions for the corresponding parameters as the mixed anomaly conditions
Az ~ U(1)xSU(3)?, Ay ~ U(1)xSU(2)?, Ay ~ U(1)xU(1)? for the U(1) charges
appear in the threshold corrections to the gauge couplings (18), (21). They are then
constrained by the unification of the SM gauge couplings precisely in the same way
as the U(1) charges by the universal Green-Schwarz anomaly cancelation conditions
in the FN case. The mixed anomaly U(1)%U(1)y does not emerge in the WFR setup
however and it is therefore still true that in the WFR case the ”charges” ¢; <> ¢; are
less constrained than U(1)x charges in the FN setup.

One should also mention that in the FN case U(1)x can be broken to discrete
symmetries Z which can have nice features like suppressing proton decay at acceptable
levels. There does not seem to be analog of this phenomenon in the WFR case.

On the side of the phenomenological predictions of the WFR scheme and the possi-
bility of its experimental verification, one sees that FCNC effect are much more strongly
suppressed than in the FN models. Thus, contrary to the predictions of the FN models,
one does not expect the FCNC effects to be close to the present bounds (perhaps with
exception of the muon decay). However, there is an interesting correlation between the
supersymmetric models for flavour and the pattern of superpartner masses. The WFR
scheme predicts all superpartner masses, except the stop masses, in terms of the gluino
mass. In particular, also slepton masses are predicted in terms of the gluino mass.

Finally, it would be interesting to investigate the issue of flavor violation in F-
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theory models, where similarly there is an analog of the WFR of generating Yukawa
hierarchies [33] and a different, gauged FN setup generating them [34].
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1 Introduction

The study of the interactions of the goldstino with matter is an interesting research area, that
started originally with the pioneering work of Akulov and Volkov [1], and was investigated
extensively in the past [2]-[6], with renewed interest in [7] -[22]. Such theoretical study
could also be of phenomenological relevance if the scale of supersymmetry breaking (in the
hidden sector), v/f, is in the few-TeV range, near the Large Hadron Collider (LHC) energys;
however, this work is valid independent of such restrictions for f. The first formalisms
describing goldstino interactions with matter, using in particular constrained superfields,
were constructed in the early days of supersymmetry [3], [4], [5], [6]. More recently, an
approach starting from microscopic descriptions of the supersymmetric theories was further
considered [7], [16] in which heavy superpartners were integrated out via field equations,
leading to constrained superfields and renewed interest in this method.

An intriguing aspect of the constraints used in [16] is that their solution is unique and are

insensitive to the details of the UV physics, in particular are independent of the superparticle



masses m;. As a result, the corresponding low-energy actions contain universal couplings of
the goldstino to matter fields, suppressed by v/f. It is clear however that the decoupling of
heavy superpartners can also lead to non-universal couplings, suppressed at low-energy by
their masses m; rather than the supersymmetry breaking scale v/f. The main purpose of
the present paper is to clarify the emergence of the non-universal couplings in a superfield
formalism endowed with constraints, generated by the decoupling of the heavy superpartners.
To this purpose we extend the formalism of constrained superfields developed so far and
identify new, higher order polynomial constraints for superfields, that effectively project out
(integrate out) the massive superpartners of the SM spectrum. One possible advantage of
this is that one could then use, in principle at least, a pure superfield formalism endowed
with such generalised constraints to describe the non-supersymmetric SM Lagrangian.

Our study shows that the non-universal couplings of the goldstino to matter are described
at the low-energy by superfields with higher order, non-minimal constraints. Rather inter-
estingly, and unlike the universal case, the solution to these generalised constraints is not
unique, but depends on some arbitrary coefficients. In specific microscopic models (i.e. UV
completions) these coefficients are functions of the superpartners masses that ultimately de-
pend on the parameters of the UV microscopic theory. The aforementioned arbitrariness of
these coefficients seems interesting and may turn out to be an advantage. Indeed, since the
constraints (and solutions) that we find are the same for all classes of UV completions (of
different UV parameters), they may turn out to be applicable beyond the limited valability
of the convergent effective Lagrangian expansion in powers of 1/m?. This could allow an
extension of the valability of the superfield formalism with generalised constraints beyond
that of the effective Lagrangian obtained upon integrating out the superpartners, into the
non-perturbative regime. In the formal limit of infinite superpartners masses the goldstino
couplings to matter become universal and the generalised, higher order constraints of the
superfields that we identify recover the universal constraints.

When integrating out the superpartners, one should ensure that they are massive enough
to decouple at the low-energy F at which the Lagrangian is studied, and light enough for the
UV and supersymmetry breaking scales separation. In detail, if the superpartners masses m;
are too light £ < m; < +/f, then one cannot integrate them out, at energy scales E ~ m;;
so the formalism is less reliable since the expansion in F/m; is not rapidly convergent. If on
the contrary, the superpartners are massive enough, of the order of supersymmetry breaking
scale, E < m; < v/f < A, and in the absence of some cancellations of the aforementioned
coefficients (in the microscopic action), then it means m? ~ f2/A? ~ f, therefore A? ~ f,
where A is the UV scale. This last relation means that there would be no significant scale
separation between the scales m; ~ +/f and A, therefore there would be no reliable UV

microscopic description. The conclusion is that one has to work in a regime of energy values



between these two “dangerous” choices, and in applications this remains a difficult issue.
However, note that holomorphic superfield constraints (and their solutions) that we identify
to project out massive scalar superpartners are similar for different superpartners masses
and UV physics details. Therefore, they could be more powerful in capturing aspects of UV
physics without a specific UV completion or a concern for scales separation, and, as argued
earlier, could even capture effects of non-perturbative physics.

The plan of the paper is as follows. Section 2 reviews the goldstino couplings and the
universal constraints formalism. In Section 3 we identify generalised holomorphic superfield
constraints for generic Kahler potentials of matter fields and goldstino, and superpotentials
with additional matter couplings. In Section 4 we use the new formalism to provide examples
with the R-parity violating couplings in supersymmetric model, in the decoupling limit of
heavy squarks and sleptons masses. We extend this and evaluate the onshell Lagrangian of
goldstino coupled to a general Kahler potential for matter fields, with additional superpo-
tential matter couplings. Section 5 outlines the steps for writing the Standard Model and its
two-Higgs doublet model extension coupled to a light goldstino in the superfield formalism
by using universal constraints only, with particular attention to the Higgs sector. We find
a new quartic correction to the Higgs potential similar to that in [22], but unlike that, it is
not universal, but depends on additional parameters. We also point out that in general, the
leading higgs-goldstino couplings are not universal, being generated by a term analogous to
the p-term in MSSM. The Appendix contains some comments on the effects on the formalism
of constrained superfields from microscopic terms that contain derivatives of light fields, and

microscopic examples generating heavy gauginos and higgsinos.

2 Non-linear supersymmetry and constrained superfields

In this section we review the goldstino action and its (universal) couplings to the SM, in a
superfield formalism with constraints. We consider in the following energy scales well below
the mass of the (scalar) sgoldstino ¢x, the superpartner of goldstino ¥x. We denote the
goldstino chiral superfield by X with the components X = (¢x,¢x, Fx). One can use the
component fields formalism to describe the corresponding Volkov-Akulov action and then
couple it “geometrically” to the SM action. Alternatively, one can use the more convenient
superfield formalism, endowed with constraints. For the goldstino superfield, this constraint
is [4, 5, 7, 10, 16].

X2 =0. (1)

Starting with the Lagrangian'

'"We use the conventions of [23].



LX:/d49XTX+{/d29fX+h.C.} = |0,0x|* + Fl Fx— %EXE“OHQ/JX—]’FX +h.c.| (2)

endowed with the aforementioned constraint, one recovers the Volkov-Akulov action. Indeed,

the constraint is solved by

X = ¢x+V20yx + 6% Fx,  with ¢X:7’Z)2X;,Z)X
X

(3)

which, when used back in eq.(2) recovers [16] the Volkov-Akulov Lagrangian [1]. After using
the equation of motion for Fx, we find Fx = —f + ...., where f (that can be chosen real) is
the SUSY breaking scale. Therefore, in the infrared description of the SUSY breaking, the
scalar component (sgoldstino) becomes a function of the goldstino 1 x.

Let us now review the (universal) couplings of the goldstino to the SM matter fields,
in the superfield formalism. Consider a SM fermion field (quark or lepton), denoted v, in
what follows and introduce the corresponding superfield @ = (¢q, Vg, Fy). We assume that
the scalar (squark or slepton) has a large mass, so it decouples at low (EW) scales. The
decoupling can be described in the superfield language, by imposing a constraint on the
corresponding superfield @), which effectively “projects out” (i.e. integrates out) ¢,. The

simplest constraint that realizes this is [10, 16]
QX =0, (4)
whose solution is
1 F, 9
Q = —(%——W)W + V20 ¢, +6°F, . (5)
Fx 2Fx

Solutions (3) and (5) of the constraints can be obtained in the low energy limit of the following

microscopic Lagrangian that couples X and @Q:
L= /d46 {XTX +QTQ - eu(XTX)? - eq(QTQ)(XTX)} + { /d29 fX+ h.c.} (6)

where €, o = ¢4/ A%, A > /fis a UV cutoff scale and the positive, dimensionless coefficients

Cq,q are of order cy,cq ~ O(1). The sgoldstino and squark (slepton) masses are then:
mi% = de. f* mg = e, f*. (7)

The microscopic Lagrangian in (6) has a minimal structure in the sense that it contains the
minimal number of terms needed to provide large scalar masses and to stabilize the scalar
vev’s to zero, while keeping vanishing fermions masses. After integrating out the massive

scalar fields ¢x and ¢, by using the zero momentum part of the Lagrangian, one obtains
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solutions (3), (5), as anticipated. A naive procedure would be to consider zero-momentum
for heavy fields but keep non-vanishing momenta (derivatives) for the light fields. Such
procedure would modify the constraints in (1), (4) (for an example see Appendix A).

One notices that, somewhat intriguingly, the constraints X2 = 0, X Q = 0 and their
solution in (3), (5) are actually independent of the UV details, in this case the masses of
the heavy scalars. However, this is not the most general case: in a microscopic theory only
mildly different from (6), other terms in the Kahler potential and superpotential can be
present, compatible with all the symmetries of the low-energy theory. As we shall see later
in detail, such terms can change the constraints (1), (4) in the generic case m5%, mg ~ f.In
the extreme limit of m%, mg > f, all the goldstino couplings to matter become universal and
the constraints (1), (4) and their solution are recovered. However, since A% > f, such formal
limit of very heavy scalars is only possible for unnaturally large values of the coefficients
Cz,Cq > 1, that question the reliability of the expansion in (1/A). Even so, such large values
for ¢, ¢4 are difficult to obtain, even in a strongly coupled regime when one would expect at
most ¢; ~ 4. Ultimately, the constraints X? = 0 and X Q = 0 will receive UV dependent
corrections, however they can still be used to identify the universal couplings of the goldstino
to matter fields, via this limit. Finally, the constraints we shall identify in the following
sections will help one identify the non-universal goldstino couplings, and will recover these
universal constraints as a special case. There can be exceptions to this: even in the limit of
large ¢, ¢4 etc, with some ratios of them kept fixed, it is possible that the universal constraints
X? = X @ = 0 change to become nonzero in O(1/f?) order?. However, by taking large values
only for those coefficients contributing to the physical masses, we do recover the universal
constraints.

This discussion can be extended to include gauge multiplets. The question is then what

constraint to impose in order to integrate out the heavy gauginos. A simple choice is [16]

XW, =0, (8)
where W, is the superymmetric field strength. The solution is given by

1 .
W = (00D — o™ Funoxs ~

+ 6% (6™0mN)a (9)

Yxbx
2F%

(0™ N)a + (02D — ic™™ P E,,,)05

Note that in (9) the gaugino is defined implicitly, the solution can be found in Appendix,
eq.(B.8). As discussed in Appendix B, similarly to the above case of heavy scalars, eq.(8) is

exact only in the formal limit of infinitely heavy gaugino masses, M? > f. In the case M? ~ f

2See for example Section 3.1 and eq.(29).



one could consider instead a different constraint, X W,W< = 0. However, the universal

goldstino coupling to the gauge field is indeed generated by both types of constraints.
Finally, let us discuss the Higgs sector. For the Higgs multiplet(s), one would like to

decouple the fermions (higgsinos) instead of the scalars. The simplest choice is provided by

the constraints [16]

X H! = chiral < X DsH] = 0, (10)

which determine the higgsinos and the whole Higgs superfields in terms of the higgs scalars
h; and the goldstino ¥ x

H = hi+z’\/§9o—m(%)amhi+92[—8m<%>6"0m%8nhi+ Q;X@X%hi] . (11)

We discuss in Appendix C a microscopic model leading to a value of the higgsino as shown
above, ¥p; = (i/Fx) 0™ xOmhi, (although the details of the low-energy theory and in
particular the auxiliary fields F}, ; are slightly different).

The various superfield constraints presented above raise an interesting question. What
are the fundamental, “primary” superfield constraints in a given model 7 More explicitly,
consider the case of the goldstino X and matter fields @); discussed earlier, with the solution
(3), (5) satisfying the constraints X? = X@Q; = 0. By an explicit calculation and using eq.(5)

one shows that the following relation (i labels a particular fermion)
QiQjQr = 0. (12)

is also satisfied and can itself be regarded as a constraint. At first sight this does not seem to
be immediately implied by the “primary” constraints (1) and (4), but eq.(12) cannot be an
independent one since the constraints X? = XQ; = 0 uniquely determine solutions (3), (5).
The answer to these questions is related to the generalized class of constraints that encode
not only the universal but also the additional, non-universal couplings of the goldstino to the

SM fields, that we discuss in the next sections.

3 UV versus effective Lagrangians and generalized constraints

In this section we identify new, generalised constraints for superfields and their relation to
integrating out massive superpartners. The framework is that of supersymmetric theories in
which all would-be SM superpartners are heavy and decoupled at low energy. In order to
integrate out the heavy scalars®, via their classical field equations, we use the zero-momentum

limit of the Lagrangian of a rigid supersymmetric theory with N fields, given by [24]

3We comment in Appendix B and C on the case of integrating heavy fermions like higgsinos/gauginos.



L = /d‘*@K(@},qﬂ) +{/d29 w(®!) +h.c.}

= K/’ [8@1 O, — % (v" " Dypy — Dyl y) + F! FH
1 S 1 = — 1
+ KIS Ui+ (Wi = 5 KRBrb)) FX = S Wigw!v” +he|  (13)

where the lower (upper) indices in K and W functions denote derivatives wrt scalar fields
(their hermitian conjugate), respectively, in a standard notation, D,, ! denote the Kahler
covariant derivative acting on the fermion ¢!, K; = 0K/0®!, K/ = (9K/(9<1>;[, etc. Here
®; = (¢1,%1, Fr) can denote X or a matter superfield, such as that of a quark/squark (Q)
or lepton/slepton. For such a theory, the goldstino is defined as

1

Fryl = — W(K—l){wﬂpf, where  |F|> = Y |F? (14)
I

I

is the total magnitude of supersymmetry breaking. Expression (14) is valid on the ground
state, so all scalars should be replaced by their vev’s.

Integrating out the massive superpartners can be performed in terms of superfield con-
straints that we identify below; their form will depend on the complexity of the Kahler poten-
tial and superpotential. Nevertheless, in all cases these constraints will be some polynomials

in superfields. Let us provide some examples.

3.1 Goldstino in microscopic theories and universal constraints.

To begin with, consider a particular case of the microscopic action in (13), with N fields

1 2

I I

K = oo —F@j@), wo=Y far, (15)
1

with summation over I = 1, N; here the Kahler potential preserves a global U(N) symmetry

while f; are some constants, chosen real. Using a zero-momentum integration of the heavy

scalars one finds

1 F i’/
— (¢ - F
77 (¥~ P S

‘I>1=[ )FNT/JN} + V20 + 6% Fr, (16)

where a summation over J, N is understood. It is important to notice that in this case (I)% #0

for each field ®;. However, the superfield

1
X = —
|F|

o T )2 T
Frel = L2 2"’}/”3) + V26 "%1/” + 0% |F| (17)



satisfies the constraint X2 = 0, with its goldstino as defined in eq.(14). Further, any linear
combination Q; = c;;®’ can be written in the form (5) with Yg— g, = crg” F—F, =
crsF7 and therefore satisfies the constraint in (4), XQ = 0.

However, the details of the microscopic theories are important and the constraint X2 = 0
is not valid in all such theories, even though the goldstino fermion remains that defined as in
(14). Instead of the relation X2 = 0, a higher order monomial constraint applies, as we shall
see shortly in more general microscopic models. The case discussed above is rather special,
due to the U (V) symmetry of the microscopic Kahler potential (15); this lead to equal masses

for the heavy scalars and therefore to only one mass scale and then X? = 0 follows.

3.2 Kahler potentials and generalized chiral constraints

The Kahler potential in eq.(6) is the minimal one required by a consistent decoupling of the
heavy scalars, but it is not protected by any symmetry. Therefore, it can contain additional
terms of the form (QfQ)?/A? in the matter fields sector. New terms in the Kahler potential
(K) introduce new mass scales, and the form of K and the total number of low-energy fields
determine the nature of the constraints on the low-energy superfields. Let us provide an
example with one goldstino superfield X and one SM matter fermion whose superfield is Q.

The microscopic action that we consider is then (we ignore gauge interactions):

K = XX + Q'@ - a(X'X)’ - (Q'Q) - @Q'Q)(x'X),

W = fX, where Q = (¢g,%q, Fy) (18)
where €; ~ 1/A? have mass dimension —2 and A is the UV scale. The scalar fields have squared
masses * of values 4¢; f? for sgoldstino and e3 f? for the squark (or slepton), respectively. We

integrate out these scalar fields, using the zero-momentum Lagrangian for the heavy scalar

fields and also for the light fermion fields. One finds the low-energy superfields

X = (an YxPx + a12¥xPg + az T/Jq%) + V20 ¥x +60%Fx |
Q (b1 ¥x¥x + biathxtbg + baothgthy ) + V20 g+ 0°F, (19)

where the coefficients have the expressions

_ —2 —2
e F 2e9e3F I esesFx F
aj] = IAX (e3| Fx|? +462\Fq\2) , a2 = # ; agg = —Tq ;
e1e3F, F 2¢1e3F'x F e F
bi1 = —% ; b1 = %XX ; bao = 2Aq(€3|Fq|2 +4e1|Fx|?), (20)

“For ¢1,¢e3 > 0, there is a local minimum at the origin, (X) = 0, (Q) = 0; this is the vacuum we work with

in what follows.



and
A = 2(6163‘Fxl4 + 6263’Fq’4 + 46162’Fx‘2’Fq‘2) . (21)

One can check that the low-energy superfields (19) satisfy the following cubic constraints
X3 = X2Q = XQ* = Q> =0  but X2#£0, XQ #0. (22)

A peculiar feature of the constraints in (22) is that, unlike the “minimal” ones in egs.(1), (4),

their solution is not unique. The solution of (22) with the ansatz (19) is

X = (B 8 (R - Fi?) +VEOux + 6 F
Q = (%}q — o (Fpix = Fxvg)? ) + V2600, + 07 F, (23)
q q

which are valid for arbitrary coefficients c; 2. In practice, however, ¢ 2 are nontrivial functions

of the auxiliary fields and for our case, eq.(20), can be written as

cl = %6263?,12, Ccy = %6163 FXQ . (24)

For e = 0 one has ¢; =0, co = 1/ F)Q( and one recovers from (23) the familiar case of the

solutions (3), (5) that respect egs.(1), (4). The non-unique character of the solutions (23) is

related to the fact that in specific examples they depend on the UV data, i.e. the parameters
of the UV Kahler potential, as seen from eq.(24).

The coefficients ¢ 2 which are functions of the fields can be expanded in powers of the

ratio F,/Fx. Indeed, since F} is small ((F,) ~ ¢; < (Fx) ~ f), the leading-order Lagrangian

in the number of fermion fields corresponds to the lowest terms in £, and we can write

-2

2 2
¢ = %<QO+QIF_(§+@2%+@3 & _{_...),
Iy Fy Fy Fx
1 F2 2
c2 = —<ﬁo+ﬁl—q+ﬂ3 —L +> : (25)
FZ FZ Fx

The form of this expansion (even powers of the ratios Fj,/Fx) is due to the symmetries of
the UV Lagrangian (18). Onshell this expansion is actually finite, since Fx and Fj contain
bilinears in ¢ x 4. For the expansion to be well-defined, it is necessary that G = 0 and 5y = 1.
For our model (18), ag = 0, a1 = 0, ag = ea/er, fo = 1, 1 = 0, B3 = —4ea/e3. The low-

energy, effective Lagrangian corresponding to (18) contains non-universal interactions that



depend on the ratio of parameters ¢; only in the sub-leading terms in the expansion (25).
Non-universal interactions are therefore suppressed by powers of Fy,/F'x.

Additional UV terms can be present in the Kahler potential of (18). Such terms can
modify the dominant terms in the corresponding low-energy, effective action, obtained after
integrating out the massive scalars fields. Consider for example the addition to (18) of the

term

0K = —ey (XN)2Q? 4 hec. . (26)

Such term can be present in extensions of the MSSM in which @ is not a squark/slepton
anymore, but would denote a gauge singlet or a modulus superfield (if the modulino fermionic
component 1), is an accidentally light fermion), in string theory. The constraints in (22) and

the parametrization (23) remain valid. We find

2 —2 —2 2 =2 -2
=5 e3(eF, —eaFy) 2 =X es(e1Fx —eaFy) , where

—2 —2 —=2 —=2
A" =2| aF{(aFx —eF,) + e3F; (exF, — e4Fx) + 4(ere2 — E3‘)|1F‘1X|2|Fq|2] - (27)
In this case, the explicit solution for the heavy scalars is modified even at the zero-th order

in the expansion (25), giving ¢; = (—es/e1) (1/F%) + O(1/F%) and ¢2 = 1/F2 + O(1/F%).

In this approximation the sgoldstino is changed according to

1
X = g (Ut + Ty) + V20ux +6° Fx (28)

The above form of the sgoldstino modifies in turn the leading, universal goldstino couplings

in the low-energy action. One can then see that X? # 0, since

B 1 e
_2F)2(61

Gx2 (Ux¥x) (Ygthg) # 0 . (29)

To complete the above discussion, we replace above the auxiliary fields by their values from

the egs of motion:

Fx=—-f-2¢ ¢E( Yxx — € ¢:§¢X7pq —2€y ¢§( Valy — fe3|dgl* — 4 fer|ox|? + O(eF )
Fy =~ |21 vxix + ea ol vty 20 0} gty +4f ex 8l dx + f e 640k | + O £2) (30)

Using the system of coupled egs.(30) and ¢x, ¢, identified from (23), (27), one finds the

onshell result for sgoldstino and squarks/sleptons in the microscopic model of (18) with (26)
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_WQ“J/;X - wg?{’q +0@ ),
B e = ) () (BxT) () + O ). (31)

ox

Pq

For €4 = 0 one verifies that X2 = X@Q = 0, even though, as we saw earlier, this is not valid
before eliminating the auxiliary fields.

The above analysis can be generalised to an arbitrary number N of matter fermions Q. In
this case, we obtain chiral superfield constraints given by the vanishing of all possible super-
field monomials of order N + 2 constructed out of the superfields X and Q?, i = 1, N. Notice
that in order to find a monomial constraint of the type P(X;) = 0, one checks the vanishing
of its f-independent and 6 component, by using Grassmann identities of the type 3 = 0,
(1102)? = —(1/2)1?4)3, etc. The vanishing of the #% component, is an automatic consequence
of the fact that the integration of heavy scalars respects supersymmetry. We checked that the
6% component vanishes in all cases discussed, which ensures the supersymmetry invariance of

the solutions found.

3.3 Yukawa couplings and generalized chiral constraints

So far we discussed the impact of the Kahler potential on the polynomial constraints. A su-
perpotential with additional, R-parity violating coupling® increases the order of the monomial

chiral constraints. Here we provide a generic example, with

K = X'X+Q'Q-¢, (XTX)* —¢, (Q'Q)(XTX),
W= fX +§Q3. (32)

2
q

scalars leads to low-energy fields of the form

As before, one finds m3 = 4e, f? , m2 = ¢,;f% In this case the integration of the heavy

X = diy hxbx + diz Yqtg + dis¥x g + dia (Fqx — Fx ¥,)* + V2 0¢x + 0°Fx,

Q = do1 Yxhx + doa Ygthg + dog Yxthg + doa (Fgthx — Fx Eq)2 +V20 ¢, +6°F, . (33)

where we do not write explicitly the (long) expressions for d;;. By Grassmann variable

arguments one can check that in this case we obtain quartic constraints
Xt = X3Q = X?Q° = XQ* =Q* =0 and X?#0, XQ#O. (34)

If A vanishes, one recovers the conditions in (1), (4).

5The Higgs superfields constraints are different and will be discussed in Section 5 and Appendix C.

11



4 Leading-order low-energy effective Lagrangians

In this section we continue the analysis of the effects of additional couplings in the super-
potential on the expression of the sgoldstino field, which lead earlier to modified superfield
constraints. We study the goldstino couplings for arbitrary Kahler potentials with an R-
parity violating superpotential. In the heavy scalars limit, non-universal couplings vanish
and the universal couplings of the goldstino are recovered, compatible with the universal

constraints.

4.1 Onshell Lagrangian with R-parity violating and goldstino couplings

Let us consider N superfields (quarks and/or leptons for MSSM) plus the goldstino superfield
X. We add the minimal high-energy Kahler potential needed to decouple all scalars and add

an R-parity violating coupling, denoted A;;x, symmetric in its indices. We consider
K = X'X+0QlQi— e (X'X)? — & (QIQ)(X'X) .
1
W= fX +§)\¢ijinQk, (35)

where a sum over repeated indices is understood. In this section and the following, to avoid
multiple indices for the component fields of Q; = (¢g,,%q,, Fy,) we shall use a simplified
notation Q; = (¢4, v, F;), where i = 1, N. By integrating-out the N + 1 massive scalars fields
of mass m% = 4e, f% and m? = ¢, f? we obtain solutions of the generic form (33). Instead of
writing the exact solution, we use a simpler approach and expand it in powers of F;/Fx, as
also done in Section 3.2, eq.(25). This is possible since onshell, Fx is much larger than F;. In

the first order in this expansion, we find the solutions for sgoldstino and squarks/sleptons:

YxPx 4 o
Yx ;i F; 1 _ 2 — (Uxdy 1
P B T o270 ‘ 2y F; 5l ——5A m m .
¢ Fx 2F% VxPx m?)‘ ik V% + mZzA ik Ty m2 klm¥1

As before, with these sgoldstino and squarks fields, X2 # 0 and X Q; # 0 and higher order
constraints are respected instead. If only interested in the four-fermion low-energy effective
Lagrangian, the auxiliary fields F; can be neglected, since they contribute only starting with

eight-fermion terms. As for the auxiliary field Fx, its expression is

~-Fx = f+ 4%3 Gy Ov% + % (Yx ;) B (Yxibi) + mizf ikt k) Nimn o™ 9")
1 — 2 - _
+ m2p (Nigebjvn) O (Px i) + i (Nijet95) O (P x ;)
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Using this result, one finds the on-shell low-energy Lagrangian, up to four-fermion fields:

Lt = —f2+ Lin(¥x, ¥i) + %fﬂxzﬂwi - %(EX%)D(W@) (38)
1 1
+ m_?(Aijkwj¢k)(Aimn¢m¢n) + m2f (Nijein)O(Px i)
1
+ -

&

Lin denotes kinetic terms of ¥ x, ;. Note that, as expected, non-derivative terms involving
the goldstino canceled, by using the identity \;;r(¢¥x1;)(1j15) = 0. The first line in (38) gives
the universal goldstino couplings discussed extensively in the literature, while the following
lines give the model-dependent couplings. These are all couplings with up to four fermions.

In the absence of R-parity violating couplings, the fourth term in the rhs of (38) is the
leading interaction between the goldstino and matter fermions and was discussed in detail
from a phenomenological viewpoint in [11, 12]. In the presence of R-parity couplings A;j,
(38) contains further interactions of phenomenological relevance. Notice in particular the last
term in the second line of (38), which can generate interactions of type v; ¢; — 1 ¢ x, with a
coupling 1/(m? f). This coupling can be stronger then the O(1/f2) coupling of two-goldstinos
processes V;10; — VYxx + jet and Ygpy — YxPxy discussed in [11, 12]. It would then be
useful to study the phenomenological consequences of this leading process ; 1; — ¥ ¥x. 6

We end this Section with a brief remark on the Goldstino couplings in the low-energy
effective Lagrangian versus those derived from its microscopic version. It seems that all
possible goldstino couplings obtained by starting from a microscopic theory (as those in (38))
can be obtained starting instead from an effective Lagrangian with any set of constraints that
can eliminate the superpartners, to which one adds appropriate sets of higher-dimensional
and higher-derivative operators (suppressed by m; or f). To illustrate this idea, take the
simplest set of constraints of [16], instead of those respected by the fields leading to (38).
One then notices that the Lagrangian (38) can also be obtained by starting from a low-energy

Lagrangian containing the constrained superfields X? = X@Q; = 0, of the type
— | d% T 0. i Y THT i - 0:0.D?
L= XX + Ql Qz + m2 )\z]k)\mm Q, QijQn + m2 Az]k QzQ]D Qk
% %
1

o N QIQID@nQu)]| + { [ #0£X 4} (3)

[

5For the Standard Model case, there are three R-parity violating couplings in the second line of (38), of
the type aijruid; 0(drtpx ), bijrliq;0(drtyx ), cijrliljO(extpx) plus permutations. The first one was analyzed
in [26] where it was shown that it is severely constrained since it generates at tree-level the proton decay mode
p — wribx. The second can generate a charged pion decay mode 7+ — etix. We thank G. Ferretti for

discussions on this issue.
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However, notice that a low-energy Lagrangian of the type given in (39), with arbitrary coef-
ficients in front of higher-dimensional operators does not necessarily correspond to a (micro-
scopic) UV Lagrangian, which may not even exist. So the most general low-energy theories
defined in an expansion E/m;, E/y/f might not have a UV completion and end up in the
so-called “swampland” [25], while only a subset of the low-energy theories can be derived
from simple UV theories.

4.2 General onshell Lagrangian with general 4-fermion terms

The results of Section 4.1 can be extended to an arbitrary Kahler potential. For simplicity,

we start directly with the onshell formulation of the Lagrangian obtained from (13)
i — T 5 T
£ = = K{ (0u040,0" + 5Dut o0, + e ) = (K1) W W
1 M- 1

+ T REFOTEy - 5 (Wi =T Wi ) o' + he. (40)
where I' and R are the connection and curvature of the Kahler metric. Here the capital indices
I,J,K... take the value 0 to label the goldstino superfield components X = (¢x,¥x, Fx)
and the values 7,7, k,..., to label the (quark/lepton) matter superfields of components
Qi = (¢4, Vi, F;), ..., respectively, with ¢ = 1--- N, where N is the number of the matter

fields. Similarly, the derivatives of W and K wrt the scalar components (or their hermitian

conjugates) are labeled with lower (upper) indices, respectively, in the standard notation:
K; = 0K/0¢), K7 = 0K[d¢!, Ko = 0K [0px, K° = 0K /¢y, etc.

Let us expand the Lagrangian around the minimum (ground state), in normal coordinates
K{ = o/ +R{f o o +... . (KO =0/ R et +...
iy = (KOEKfy = R o)+ (41)
The superpotential that we consider here is similar to that used in Section 4.1
W= X A QQQE (42
where the contribution of the goldstino field is taken linear, to break SUSY. One finds
L = - u‘lﬂ( aﬂ¢X - augbg augbi + %RZ Ei@jqbkwe
+ R\ fox + goxvx[* + R (F6], + D) (f' + 4 0x)
+ [Rgf Urtbe(fO" + x’) + 5 REGUntho(fox + 3UxUx)
~pi O e |+ (43)
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where all terms that do not contribute to four-fermion interactions are not shown. It is then
straightforward to obtain the zero momentum expressions for the sgoldstino ¢ x and squarks

(sleptons) ¢!, up to the bilinear order in the fermions:

f

¢x = Xy
f
_ k f .
¢of = —?wxw”—042>( Vi - S R (44)
The first term in each equation is the same universal fermion bilinear already encountered
in eq. (36). Here we have defined the scalar masses (M 2); = — f2R8 and” m —f?RYS.

Using this in the Lagrangian of eq. (43) one finds that all terms involving goldstlnos but no

derivatives cancel, to give

£$ﬁ$=4ﬁw-w+ﬁ¢wlwwﬂ

O (p'p?) + (M) hx, O (f'X

0ij

Vi, — %R?f 7)) + h.e. (45)

4m

In the first line one identifies again the universal terms, independent of UV physics. These
terms originate from the first terms in the rhs of eqs. (44). Unlike the operators in the
second line in (45), they do not involve the scalar fields masses (as one would naively expect
from integrating out heavy states). Moreover, the various cancellations between the non-
derivative terms leading to eq. (45) are also entirely due to the first terms in the rhs of
eqs. (44). These cancellations are not accidental, but are due to the underlying non-linearly
realized supersymmetry. A similar result is found if instead of integrating out superpartners,
one uses field redefinitions, in which the fields are shifted by the first terms in eq. (44). Such
shift induces similar cancellations and generates the universal terms in eq. (45). In Ref. [13]
it was noticed that this redefinition can be lifted to a goldstino-dependent supersymmetry
transformation that can be used to prove that no derivative-free couplings of the goldstino
can ever occur in the universal couplings.

For completeness, let us list the terms involving only matter fields:

1 L 2 i — — 0
chmion = L R T+ L (R B,) (14 ) (R vk

X X

f

+ <)\me ST §ng£ﬂ E”“%) (Miz " M74D)” < f

ity — S R ) L (46)

m]

This concludes the discussion on goldstino and matter couplings, that goldstino induces, with

up to four-fermion fields, for an arbitrary Kahler and a polynomial superpotential.

"We assume for simplicity that there is no mixing induced by the soft mass squared matrix between the

goldstino and matter fields.
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5 The SM coupled to goldstino using universal constraints

In this section we provide an application to the Standard Model (SM), to identify the effects
of coupling the goldstino to the SM fields, in particular to the Higgs sector, in a superfield
language. To this purpose we use an effective Lagrangian approach, “promote” any SM field
to a superfield and impose the universal superfield constraints on both goldstino and the SM
fields [16], to decouple their superpartners. This means that all matter superfields are in non-
linear supersymmetry representations. We employ the universal constraints, since as argued
at the end of Section 4.1, one may indeed use these (instead of their non-universal extension)
to write a low energy effective Lagrangian, as long as a detailed microscopic (UV) picture
is not sought. The strategy we employ is to write down all the interactions that one should
include in order to obtain the usual Standard Model couplings/masses, and then deduce the
additional Goldstino couplings they imply. At the end of this section, we also comment on
the most relevant additional couplings that one could expect beyond these “universal” terms.

To write the effective interactions allowed, one uses that various couplings can be elimi-

nated by using the constraints that decouple the superpartners. These are

X? = XQi = QiQ;Qr = 0 (47)
and the field equations for the constrained superfields

1. —o 1 =2
XD xt = fx 1QiQ;D X' = fQiQ;,

xXDQl = o, Q,D°Ql = o. (48)

Eqs.(48) can be obtained, for example, from the following action with Lagrange multiplier

chiral superfields xo, x;, to enforce the constraints (47):

1
K = X'X +QlQi. W = fX + oxoX® + % XQi. (49)

The field equations for all the fields are then

1—2 1—2
ZD X' = f+xoX +xQi ZD Qf = viX,
X? = XQ: = 0. (50)

After appropriately combing eqs.(50) one obtains (47), (48). Notice that further nontrivial
relations can be obtained by taking appropriate (superspace) derivatives of the constraints
and of the equations of motion, such as XD, X =0, QinDQX = XDzQ,Qj, etc. This ends
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the list of constraints for the goldstino and matter superfields @ (for quarks), with similar
constraints for the leptons case (L).

Regarding the constraints for the Higgs multiplets, one has two cases. The first case is
to consider two Higgs doublets, as in the MSSM, “promoted” to superfields and impose the
constraints in (10) to decouple the higgsinos; in this case one ends up at low energy with a
two Higgs doublet model (2HDM). The second case is to impose (10) on one Higgs superfield,
while the other is set to zero; in this case on has exactly the SM case with one Higgs doublet.

Let us consider the first case of two Higgs multiplets. With squarks/sleptons decoupled
by the above superfield constraints, the low-energy theory consists of the SM plus two Higgs
doublets. Omne can then write a general effective Lagrangian, that can be separated into a
universal part (that does not bring additional parameters) and a non-universal one. The

universal part is similar to that of the MSSM. The result is

L = /d49 [XTX (1 —P(Hi,Hj)> + Y @Ievi@} +{/d29[fx<1 +15(Hi,HiT))

i:H,Q,U,D,L.E

1
+ Y;yQZUJHQ + Y;?QZD]Hl + Y;leiEjHl + Z (tl" WgWg,) + ,UHlHQ] + h.C.}, (51)

Note that, unlike the MSSM case, here all superfields other than Hj o satisfy the afore-
mentioned constraints, to ensure that their superpartners are decoupled. Hj o are also con-
strained. The dimensionless functions P and P are general functions of the constrained
(chiral) superfields H;, H, ZT , and without loss of generality we can assume P to be real. Due
to the constraints XEQH;[ =0, (i=12), XV(HZ-,HZT) = chiral, for any function V' [16].

Because of this, the superfield redefinition

X —

T—p (52)

is holomorphic and leads, together with (51), to a contribution Vg to the scalar potential

(14 P)(1+ PT)

T =2+ fAP+P+PHY+ AP+ PP +.... (53)

Vi = f?

The functions P, P, can be expanded as

f2P(Hi, H)) = m?|H;* + B,(HiHy + h.c.) + O|H|

f*P(H; H)) = w2|H|* + B,HHy + B, H{H} + O|H*| . (54)

Together with the D-term contribution to the potential, which is similar to that in the MSSM,

and ignoring the quartic terms in P, P, one obtains the Higgs potential
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V. = (m]+2m) |hi|*+ ([Bu+ Bu+ B]hi.hy + hec.)

1 2 ~2 2 3 5 n il
+ F‘(mz +m;) |hil” + (Bu + By) hi.ha + (By + B,)hihy
2 2
+
o DR o]+ 2 (55)

The mass parameter p in (51) does not contribute to the scalar potential but gives additional
higgs-goldstino interactions [16], that we discuss shortly.

Rather interestingly, V' contains a peculiar quartic correction, similar to that pointed out
in ® “non-linear” MSSM model of [22]. The difference between the present potential, which is
that of a two-Higgs doublet model extension of the SM and the model in [22] is that in (55),
the new quartic terms in the second line contain four additional parameters, (compared to the
parameters in the first line), while in “non-linear MSSM” [22], the new quartic terms did not
bring in additional parameters. While the present setup leads to a restrictive case of a 2HDM
potential (with four new quartic couplings instead of seven in a general 2HDM), it looses its
predictive power for the Higgs mass, relative to the model [22]. Ultimately, this difference is
not too surprising, and is due to the fact that a supersymmetric theory with superpartners
projected out by superfield constraints (as in [22]) is not necessarily identical to that built
in an effective approach, by promoting to (non-linear) superfields the SM spectrum with two
additional Higgs doublets.

So far we neglected the quartic terms in P, P. If present, they bring corrections to V:

azf

AV = =—|h[* + . (56)

If a; ~ m?A4 /f4, such terms give contributions to the quartic Higgs couplings similar to
those in the second line of (55), generated by Fx. One obtains then a full, general two-Higgs
doublet model scalar potential, as expected. The values of a; are model-dependent and reduce
the predictive power of the model to that of usual 2HDM case.

Let us now comment on the leading (in 1/f) interactions of the Higgs with the goldstino.
From our Lagrangian, eq. (51), one can identify two sources. The first one is the kinetic term
for the nonlinear Higgs multiplet, which is always present in any theory and hence universal.

Using (11), it becomes

. _ i . _
8In the case of [22] a similar quartic Higgs correction, which was a square of the MSSM Higgs soft term
contribution, lead to a tree-level increase of the Higgs mass to the LEP2 bound, for a low v/f ~ 2 to 7 TeV,

while at large f the usual MSSM case is recovered. For further discussions on the corrections to the higgs

potential in similar set-ups, see [27].
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where the equations of motions and an integration by parts were used in the last step. The
second source is the term puHjHs, that does not contribute to the scalar potential, but gives
instead additional higgs-goldstino interactions [16]. Interestingly enough, for energies E < p,

the leading higgs-goldstino couplings originate from this term:

i Ypathe  — —% Dxx O™hy Ophs . (58)

Therefore, depending on the energy regime, one or the other of interactions (57), (58), provide
the dominant higgs-goldstino couplings. We should comment that the uH, Ho term is actually
not needed to reproduce any of the couplings and masses of the 2HDM, in particular, u is not
related to the mass of any physical particle. However, it does in principle give an interaction
comparable or even dominant over the “universal” one in (57). The Lagrangian in (51)
together with (57), (58) provide the leading couplings of the model. This ends the discussion
of the case of two light Higgs doublets.

Let us consider now the second case for the Higgs multiplets, in which one of the two
Higgs doublets is heavy and is eliminated by imposing the superfield constraint H; = 0. In
this case, the Higgs potential can be obtained by setting h; = 0 in eq. (55). The Yukawa
couplings for the up-quarks are the usual ones, while the ones for the down-quarks and the
leptons have to be constructed in a different manner; they can instead arise from the Kahler

operator

1
/ d*o 7 (¢ X'Q:D;H} + Y} XTL;E;H]) . (59)

Interestingly, the interactions of the fermions with the goldstino resulting from the two types

of Yukawas will be the same. Using eqns. (5) and (11) we see that they are given by
1
1?

These couplings are again universal for any theory reproducing the SM at low energy. They

(x0Px) |V (ardh) (Buh) + Vi (aff) (k) + bc (60)

show a similar suppression (~ 1/f2) as the other universal interactions, resulting from kinetic
terms, that we derived in eqns. (38) and (45).

Finally, let us comment on some additional couplings that one can write in this approach
that can be of some interest?. The lowest dimensional operators that one could imagine
are dimension-four and dimension-five R-parity violating operators. However, due to the

constraints (12), all these R-parity violating operators are vanishing

UZ‘DjDk = LiQ]‘Dk = LZ‘LJ‘Ek = QinQkLm = 0. (61)

9As with the p term discussed above, the interactions here are not necessary to reproduce any SM couplings.
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The most dangerous proton-decay and flavor-violating operators are thus absent, and one
does not need to impose any R-parity for them. However, dangerous proton decay and
flavour-violating operators appear in other non-universal, model-dependent couplings in the

theory. In particular, one can have couplings of the type

A2

where the permutations are over the position of the box operator. These are the same

1
/d29 5 (a;j,UiDj0Dy, + b, LQ 0Dy, + ¢, L; L;0E), 4+ permutations) , (62)

operators that were mentioned in footnote 6 at the end of Section 4.1. It is likely that one

thus still needs to impose R-parity to forbid these terms.

6 Conclusions

In this work we studied the couplings of the goldstino to matter fields in a supersymmetric
formalism with superfields endowed with constraints. There are two classes of constraints
that can be present. The first of these is now well-known, and describes universal constraints
that are independent of the superpartner masses and of the UV details of the theory. This
class describes, in an elegant way and using a superfield formalism, the goldstino action and
its universal couplings to matter (super)fields, suppressed by inverse powers of v/f. In this
paper we identified a second class of superfield constraints, which are higher order polynomials
in superfields. These constraints are non-universal, i.e. they help one to identify the non-
universal couplings of the goldstino. These constraints recover the former, universal class in
the formal limit of infinite masses for superpartners.

An interesting aspect of the non-universal constraints is that their general solution (for
sgoldstino and squarks/sleptons) is usually a function of some arbitrary parameters, that
can have similar values for different UV completions. For example, in the case of cubic
constraints the solutions depended on two such parameters. In specific microscopic models,
these parameters can be expressed in terms of the UV details, such as UV coefficients of the
effective operators in the microscopic action and also on the auxiliary fields or the fermionic
components. It may then be possible that the class of generalised constraints could capture
aspects of UV physics (even in non-perturbative regime), without the need for a detailed
description of the UV physics. The constraints we found could be used to describe interactions
of the goldstino to matter even in the limit where the usual effective expansion (in E/m;)
is not rapidly convergent. Finally, it should be mentioned that the link of the superfield
constraints to microscopic models is valid only at the leading order in a light-fields derivative
expansion. Consequently sub-leading terms in the low-energy action are not easily mapped
into terms in a microscopic theory (see Appendix).

We computed the onshell Lagrangian with R-parity violating and goldstino couplings for a

minimal Kahler potential that enforces that all superpartners be massive enough and decouple
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at low energy. The results were then extended to a general Kahler potential, for which
the Lagrangian of the goldstino and its couplings to matter fields with up to four-fermions
were computed. These couplings are suppressed by (positive) powers of the supersymmetry
breaking scale (v/f) for the case of universal couplings, and by the superpartner masses
(sgoldstino, squarks, sleptons) for the case of non-universal couplings. Finally, the Lagrangian
with up to four-fermions involving only matter fields that was induced by decoupling the
superpartners including the sgoldstino, was also computed, with the couplings suppressed by
the curvature of the Kahler potential (of matter fields) or by the sgoldstino mass.

To write the low energy effective Lagrangian of goldstino coupled to the SM matter fields,
our results suggest that one could in principle use either set of superfield constraints (min-
imal or non-minimal), provided one adds an appropriate number of higher-dimension and
higher-derivative operators, with coefficients that have to be matched to a microscopic (UV)
Lagrangian. One negative outcome is that the dimension of an operator is not enough to
determine its low-energy relevance. Ignoring this potential problem, we initiated the use of
the simplest set of constraints to couple the Standard Model to a light goldstino. In an
appropriate two-higgs doublet SM extension that was supersymmetrized non-linearly by con-
straints, we wrote the lowest order terms, in particular the Higgs potential. This potential
includes additional quartic higgs terms, similar to those investigated in [22], containing how-
ever four additional couplings (parameters). This has an impact on the predictive power of
the model relative to the case discussed in [22]. Finally, we argued that the leading higgs-
goldstino couplings could originate from the superpotential term pH,Ho. This interaction is
non-universal in the sense that it does not contribute any interactions to the 2HDM besides
couplings to goldstinos, and hence it is not needed for the parametrization of the theory.
This is in contrast to the Kahler term H. ZT H;, which generates Higgs kinetic terms as well as
goldstino interactions at the same time. Other, important, non-universal goldstino couplings
arise from R parity violating operators that could lead to proton decay. Although the leading
ones vanish due to the constraints, the sub-leading ones can be present and probably need to

be forbidden by imposing R parity.
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Appendix

A The effects of derivatives of light fields on the constraints.

In deriving our various matter constraints from a microscopic Lagrangian, we neglected the
effects of the derivatives of the light fields (quarks and leptons). Including these, generates
further terms in the equations for the scalars that can invalidate the simple, lowest order
superfield constraints. This is true in particular for the simple case of Section 3.2 with only
€1, €3 non-zero and €3 = €4 = 0. In this case X? = X@Q = 0 as discussed in the text and
in [16]. The microscopic action also contains terms with derivatives of the light (fermionic)
fields of the type

SL = —(1—4de1|ox|? — e39q)?) Yxioc™Ombx — (1 — e3|px|*) Yqgic™ Omiby
+  (30xPWxioc™Omby + hc. ) . (A1)

After including the effects of these terms when integrating out the heavy scalars ¢x, ¢, via
their equations of motion, we find that the constraints X2 = X@Q = 0 are no longer satisfied.
However, these terms add only higher-order corrections (in derivatives and in 1/f), which
change the low-energy Lagrangian only at a higher order in the number of fermions and

derivatives.

B Heavy gauginos and constrained vector superfields

In Section 3 we discussed the integrating out of massive scalar fields and the associated non-
universal constraints. Here we consider the case of decoupling the heavy fermions instead.
To begin with, consider the case of decoupling the massive gauginos. We provide a
simple microscopic realization of models with heavy gauginos that we integrate out and then
write down the low-energy constrained vector multiplet. We then compare the result to the
constraint in (8) [16], that is supposed to decouple the massive gauginos. The simplest UV

Lagrangian providing large masses to the sgoldstino and gaugino is

L = / 49 [XTX ~ e(Xtx)?

+ {/d29 (fX + iW‘lWa + % X WaWa> +h.c.} : (B.1)

where M is the gaugino mass and the discussion applies to both the Abelian and the non-
Abelian cases. The zero-momentum equation of motion for the sgoldstino X gives the same

solution as in (1), (3). However, if we keep the momenta of the light fields, similarly to the
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heavy scalar case discussed in Appendix A, there are corrections of the type

Yx¥x M -5
= LY LG B.2
2FX + 4€f|FX|2 apB ( )

Px

where Lg = 5§D —ion n.f F,... However, these corrections change the constraint X? = 0 and
the discussion below only by terms of high-order in the low-energy Lagrangian, that we can
neglect in what follows. Further, let us write the equation for the gaugino A, by keeping for

the time being the momentum-dependent terms. We find

M _ o
i O+ T | 2FxA+ V2(D — ™ Fpy ox — 2ipx ™Ik — 2z'am(¢XAam)] ~ 0.
(B.3)

The zero-momentum (in the) gaugino equation has the solution

1

V2Fy

(D = i0™ Fyp) x (B.4)

The corresponding (supersymmetric) gauge field strength W, is then given by

1
W, =
V2Fx

(62D —ioc™ P F x5+ (02D — ia™ P F)05 + 0%(0™0mN)e  (B.5)

and satisfies the following equations (by using ¢g( with the constraint X2 = 0)

X W, = Lxvx (0" OmN)a 02, X W W, = 0. (B.6)
2Fx

The first constraint in (B.6) is however not invariant under supersymmetry transformations.
At first sight this seems puzzling, since the second eq. in (B.6) is manifestly supersymmetric.
The explanation is that the general solution of X W& W,, although it contains (B.4), it is
in fact more general
{ .

where Y, is an arbitrary Weyl fermion. The situation here is similar to that described for
the heavy scalars in egs. (22) and (23). Indeed, the solutions of the cubic constraints depend
on the free parameters cy 2, that have however nontrivial supersymmetry transformations.

Let us compare these results with (8), (9). The difference between them is that in the

latter case the gauginos are the solution [16] of the implicit equation

i . Wxx
(3
2F%

O | (B.8)



instead of the solution in (B.4). Notice that this corresponds to the spinor y, in (B.7) being
equal to xo = —i0™ 0\ /2F%. The solution in (B.8) can be obtained more easily by setting
to zero the square bracket in (B.3) (i.e. the terms proportional to M/ f), which corresponds
to taking the limit M — oo in the gaugino field equation. A similar self-consistent procedure
in the field eqs for ¢ x is however ambiguous, since the corresponding field equation involves
both the sgoldstino and gaugino mass. Notice however that the difference between (8),(9) and
(B.4) is of higher-order in an 1/ f expansion in the low-energy action. Therefore, in both cases
the leading goldstino-gauge field interaction comes from the gaugino kinetic term by using
the common terms proportional to ¢™"F,,, ¥x in (B.4). We recover again the situation
encountered earlier: different constraints, the simplest with a unique solution (8) and the
higher-order one (B.6) share the same leading term, which fixes the universal coupling of

goldstino to gauge fields.

C Heavy higgsinos.

In this section we consider the case of projecting out the massive Higgs superpartners (hig-
gsinos). The standard example is the MSSM with its two Higgs multiplets H; o, in which the
two higgsinos 11 2 are massive; this leads at low-energy to two nonlinear Higgs multiplets,
that contain as physical degrees of freedom only the complex scalars. To simplify the equa-
tions, in what follows we consider only one chiral multiplet H = (¢, ¢y, F,) and decouple
the corresponding fermion 1, by assuming it has a large mass M. The simplest Lagrangian

giving a large mass to the fermion but not to the scalar Higgs ¢y, is
M o .
L = / d*e [XTX +H'H - ¢(XTX)* + 4—fQXTX(D°‘HDaH - DaHTD‘“HT)]
+ {/d29 X + h.c.}, (C.1)

The component Lagrangian at zero-momentum for the heavy fields ¢x, ¢y, is

L = (1—4de|px|P)|Fx|* + [Ful* + {FX (f +2edx ¥xtx) + % [\¢X!2(Fh5h — OFy, 0h)

— GxFx(0h)? + ¢xFxFf + iFp0mhtbx ™ x — i FxOmhipno ™y

FxEFpbxin, + %<|FX|2 + %%%6’”% - %Exﬁmaml/))()%%} +h-0-} (C.2)

The field equation for the higgsino vy, and the auxiliary field F}, give

) — 2M
Yh = = 0"Px Inh , Fy = ———|ox[’Oh . (C.3)
Fx /
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We therefore find the solution for the higgsino shown in eq.(11).

When comparing our microscopic theory to the results of using the Higgs superfield con-

strained as in (10), (11) one encounters a puzzle that is not yet clarified. This refers to the

fact that there is no simple, clear interpretation in the microscopic theory of the fact that

the auxiliary field Fj, in (11) is not dynamical.
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