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Steve Abel, Rapporteur
Emilian Dudas, Directeur de thèse
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4.5 Spectres, un peu d’exhaustivité . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 84

4.5.1 SU(5) comme groupe de grande unification . . . . . . . . 84
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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 être une source inépuisable de concepts loufoques.
L’histoire en a fourni de célèbres : ondes qui se propagent sans support, trajec-
toires imprédictibles, montres qui se désynchronisent pour peu qu’on aille à la
montagne ou qu’on aille vite... La physique moderne n’est pas en reste, propo-
sant des concepts d’univers à plus de 4 dimensions, de symétries jamais vérifiées
ou de particules échappant à 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 entièrement leur cadre, et nous espérons que
cette thèse sera une illustration de la facon dont ces concepts abstraits sont uti-
lisés pour comprendre la physique à basse énergie et nous éclairer sur la physique
des particules moderne.

Un travail d’équipes

L’époque où la physique fondamentale avançait grâce à un scientifique réalisant
lui-même 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 siècle
auparavant. Il y a d’ailleurs aujourd’hui plus de chercheurs vivants qu’ayant ja-
mais vécu, ce qui amène à une spécialisation et une dispersion des connaissances
uniques dans l’histoire. Ainsi, l’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 coûté 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
à la construction de structures abstraites en interaction avec la recherche en
mathématiques.

Les questions que la physique des particules cherche à expliquer restent très
simples : D’où vient la matière ? 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 derrière sont toujours les mêmes. Elles ont juste été
précisées et divisées afin de pouvoir bénéficier de l’effet de spécialisation des
scientifiques.

La physique des hautes énergies est complexe, à la fois expérimentalement
et technologiquement. Malgré le travail acharné de milliers de physiciens, la
physique post-modèle standard se fait attendre. Pris séparément, le travail des
physiciens des hautes énergies fait parfois douter. On craint que beaucoup
de modèles puissent vérifier les contraintes expérimentales. Que beaucoup de
théories cohérentes puissent être écrites. C’est lorsqu’on cherche à croiser toutes
les contraintes que la difficulté apparâıt clairement. Et ce n’est probablement
qu’une fois mises ensemble toutes les contraintes que l’on pourra éliminer la
plupart des modèles pour n’en garder que quelques-uns. Personnellement, si
on arrive à construire un cadre théorique cohérent mathématiquement, qui per-
mette de décrire toutes les interactions (modèle 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 grâce
à un petit nombre de paramètres, ça sera déjà “pas mal” !

Contexte scientifique

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

Symétries

La notion de symétries est extrèmement vieille. Dans le cadre scientifique,
les modèles les plus simples, utilisant le moins de paramètres possibles, sont
toujours les plus appréciés. L’utilisation de symétries est une facon simple de
réduire le nombre de paramètres utilisés et de simplifier les problèmes. Le modèle
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 modèle standard, qui décrit les forces fortes, faibles, et électromagnétiques
via la symétrie SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y . 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 modèle standard cherchent à étendre les symétries
de celui-ci : les théories de grande unification cherchent une symétrie unique ca-
pable de donner celles du modèle standard à 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. Après 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 modèles de ces dernières années ont fortement été in-
fluencées par le modèle dit d’ISS [35]. L’idée qu’on puisse se situer dans un vide
métastable a ouvert le champ à des modèles plus simples que ceux considérés au-
paravant. Le fait d’identifier des dualités dans différents régimes de QCD super-
symétrique permet de construire des modèles explicites de brisure dynamique.
Dans cette thèse, nous avons beaucoup travaillé autour du scénario dans lequel
la brisure de supersymétrie est transmise du secteur caché au modèle standard
supersymétrique via des champs chargés, les messagers [27]. Cette médiation,
dite de jauge, a fait l’objet d’études anciennes [27] [28] [41], [42], [43] et récentes
[30] [36]. Elle engendre cependant souvent des problèmes au niveau du potentiel
de Higgs (génération de µ, B µ) ou de la stabilité du système.

Les théories de grande unification permettent d’aborder la question de la
masse des neutrinos, de la leptogénèse et de la baryogénèse, et permettent d’es-
sayer de prédire une partie des paramètres du modèle standard. Il est cependant
difficile de trouver des signatures permettant de distinguer les différents groupes
de grande unification à basse énergie.

Pour les problèmes 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 à des messagers ? Est-il déstabilisé ? Que
se passe-t-il si un modèle comporte des messagers et un secteur de grande unifi-
cation ? Comment le spectre en est-il affecté ? Comment des théories différentes
cherchant à résoudre le problème de la saveur peuvent-elles être comparées ou
discriminées ? Nous essaierons toujours, dans la mesure du possible, de com-
prendre comment des contraintes liées à la construction des modèles 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 à haute énergie.

Plan

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

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

Dans la troisième partie, nous présenterons un travail effectué dans [1] sur
les questions de stabilité. En effet, la question de la stabilité des modèles de
type O’Raifeartaigh a été étudiée en détail, et on peut se demander ce qui
se passe quand on rajoute des messagers au système caché. Nous verrons que
si l’apparition d’un second vide d’énergie plus basse est courante, elle peut
être évitée dans certains modèles grâce à l’utilisation judicieuse des corrections
quantiques.

Dans la quatrième partie, nous reviendrons sur le travail des articles [2] et
[3]. Comme la supersymétrie et les théories de grande unification sont souvent
considérées ensemble, nous avons regardé ce qui se passerait dans des modèles
possédant à 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 l’échelle de
grande unification, les effets gravitationnels pouvaient générer un potentiel de
Higgs brisant la symétrie électrofaible (ie des termes µ et Bµ du bon ordre de
grandeur).

La cinquième partie s’intéresse au problème des saveurs traité dans [4], en
comparant deux approches différentes. Les deux modèles sont assez différents,
l’un reposant sur les symétries de saveur, l’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 modèles, caractérisés par des modèles de type
Frogatt-Nielsen [117] pour le premier, de type Nelson-Strassler [129] [132] pour
le second, ont des prédictions semblables pour les Yukawas, on peut avoir des ef-
fets de suppression de saveur intéressants dans le cas des modèles avec dimension
supplémentaire.

Tous les articles sont disponibles à la suite du manuscrit.



Chapitre 1

Survol de la physique des
particules

1.1 Modèle Standard, une présentation générale

En physique des particules, tout ce qui est connu tourne autour du modèle
standard. Ce chapitre synthétise les grandes lignes du modèle standard. Pour
une introduction plus complète, voir [14] [15] [16].

1.1.1 Les acteurs et leurs liaisons

Le modèle standard répond à deux questions :

– de quoi est faite la matière ?
– comment les particules interagissent-elles ?

Concernant la première question, on répertorie à ce jour :

– des quarks : up, down, top, bottom, charm, strange
– les leptons : électron, neutrino electronique, muon, neutrino muonique,

tau, neutrino tauique

La réponse à 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 à une même 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 être 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)em. Dans le modèle standard, les trois forces proviennent
du groupe de symétrie SU(3)c × SU(2)L ×U(1)Y .

9
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Figure 1.1 – Potentiel de Higgs, V(φ) en fonction de Re(φ) et Im(φ). On voit
que le mimimum se situe pour une vev non nulle de φ. Son choix va donc briser
la symétrie.

1.1.2 Le boson de Higgs

Masse des fermions

La façon la plus simple de faire intervenir des termes de masse pour les
fermions du modèle standard consiste à introduire un doublet scalaire se com-
portant comme (1, 2, -1) sous SU(3)c × SU(2)L ×U(1)Y , le doublet de Higgs.

On peut alors écrire les termes de masses suivants :

LY = Y
[e]
ij LiHe

c
j + Y

[u]
ij QiHu

c
j + Y

[d]
ij QiH

†dcj (1.1)

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

Masse des bosons de jauge, brisure de symétrie électrofaible

Une des beautés du modèle 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 = Dµ
aφ
†Da

µφ− V (φ†φ), (1.2)

où a représente le groupe de jauge, Da
µ est la dérivée covariante Da

µφ = (∂µ −
igaAbµt

a
b ), tb étant les générateurs du groupe de jauge.

V (φ†φ) = −m2φ†φ+
λ

2
(φ†φ)2 (1.3)
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En prenant une vev non nulle, le boson de Higgs brise SU(2) × 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 à trouver
au final, le boson de Higgs. C’est la seule particule du modèle standard qui n’a
pas encore été découverte. C’est (principalement) pour elle qu’à été construit le
LHC, ce qui souligne l’importance de sa découverte, si celle-ci a lieu un jour.

1.2 Limites et problèmes

Si le modèle standard représente un grand succès de la physique du XXe

siècle , il n’en reste pas moins des choses à comprendre.

Parmi les questions ouvertes, on peut compter :

– D’ où viennent les 19 paramètres libres (3 couplages de jauge, 2 paramètres
dans le secteur de Higgs, 9 masses des particules, 3 angles de mélange, 1
phase CP et 1 paramètre θ de QCD) ? On préférerait qu’il y en ait moins.

– D’où 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 à 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 problèmes difficiles
à résoudre (en particulier comprendre d’où vient la valeur de la constante
cosmologique et compter le nombre de micro-états d’un trou noir) qui
peuvent gagner à être étudiés en synergie avec la physique des particules.

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

1.2.1 Stabilité de l’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 l’unitarité de la matrice-S,
soit la conservation des probabilités au niveau quantique, on se retrouve avec des
contraintes qui donnent un cutoff de l’ordre du TeV pour le modèle standard.
La majeure partie des modèles considèrent que c’est une contrainte sur la masse
du higgs, imposant mh < 780 GeV. D’autres modèles qui se passent de Higgs
sont obligés d’invoquer d’autres mécanismes à l’échelle du TeV (dimensions
supplémentaires...).
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Hiérachie et naturalité

Pour donner des masses aux particules du modèle standard du bon ordre de
grandeur, on sait que la masse du boson de higgs doit être de l’ordre de quelques
centaines de GeV.

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

Ainsi, la contribution à une boucle à la masse du boson de Higgs dans le
modèle standard est

δm2
h =

3Λ2

8π2v2

(
2M2

W − 4M2
Z − 2M2

Z −m2
h

)
(1.4)

où Λ représente le cut-off du modèle standard, présumément la masse de Planck
Mp.

Cela peut vouloir dire plusieurs choses.
– Soit il y a effectivement un fine-tuning qui a lieu ordre par ordre, et c’est

très frustrant mais c’est comme ça
– Soit le cut-off n’est pas situé à l’échelle de Planck, et nos modèles physiques

ne sont valables que jusqu’à une échelle intermédiaire qui peut être 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
être prises en compte dans le calcul des radiations correctives à plus haute
énergie

Enfin, même si on résoud le problème de hiérarchie, c’est-à-dire qu’on construit
un modèle sans trop de fine-tuning 1, il reste à comprendre à partir de quoi et
comment l’échelle électrofaible a été générée (problème de naturalité).

1.2.2 Matière noire

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

Par exemple, la figure 4 de l’article [8] 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 matière invisible encore inconnu (dit noire ou sombre 2) qui échappe à

1. Le trop dépendant des goûts et des contraintes des modèles que l’on sait construire
2. La traduction correcte serait sombre, mais tout le monde parle de matière noire, et nous

ferons de même.
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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 à corriger
la théorie de la gravitation. C’est la piste explorée par les théories de
type MOND (Modified Newtonian Dynamics). Cela dit, même les gens
qui travaillent sur des théories de gravitation modifiée comme MOND
ont besoin d’avoir recours à de nouveaux types de matière. Pour leur
cohérence, elles ont quand même besoin de faire appel à de la matière qui
ne serait pas décrite par le modèle standard. Les solutions développées
sont donc souvent un mélange contenant ces deux différentes pistes.

On observe aussi des effets de lentilles gravitationnelles qui nécessitent l’exis-
tence de particules massives et interagissant faiblement avec la matière connue[9].

La matière noire est également nécessaire pour expliquer les anisotropies du
fond diffus cosmologique mesuré par WMAP [10]. Ceux-ci permettent d’évaluer
à ΩMh

2 = 0.1326 ± 0.0063, avec h le paramètre de Hubble, en unités de 100
km/sec par Mpc.

Enfin, les simulations qui tentent de comprendre comment la matière s’est
agrégée pour former des galaxies ont besoin d’introduire de la matière noire
pour obtenir des résultats valables[11].

Pour une revue sur la matière noire, voir [5].

1.2.3 Masse des neutrinos

Depuis 1998 et l’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 [48] :

sin2(2θ12) = 0.87± 0.03 (1.5)

∆m2
21 = (7.59± 0.20)10−5eV 2 (1.6)

sin2(2θ23) > 0.92 (1.7)

∆m2
32 = (2.43± 0.13)10−3eV 2 (1.8)

sin2(2θ13) < 0.15 (1.9)

Les contraintes cosmologiques imposent elles une autre contrainte :
∑
imi ≤

0.75 eV. Les neutrinos sont trop légers pour être des candidats viables à la
matière noire.

Le modèle standard décrit des neutrinos de masse nulle. Il 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 modèle standard. Cette partie n’a pas pour but
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d’être exhaustive 3, 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 mêmes
charges, de spins et de masse différentes. La nomenclature pour les particules
du modèle 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 même manière aux interactions
du modèle standard, et on ne connait pas encore leur masse. On sait juste que
s’ils existent, ils sont trop lourds pour avoir été déjà détectés.

Le formalisme sera développé dans les chapitres suivants.

Stabilisation du Higgs

Le problème de hiérarchie nous amène à trois pistes
– On peut décider que ce n’est qu’un problème esthétique et faire avec
– Cela peut vouloir dire que le cut-off est à une échelle proche de celle du

modèle standard
– Cela veut dire qu’on a oublié de prendre en compte les particules plus

lourdes qu’on ne connâıt pas encore dans notre calcul des corrections quan-
tiques

Si on prend en compte la supersymétrie, les corrections à la masse du higgs
qui prennent en compte ces partenaires ne divergent plus de manière quadra-
tique. La supersymétrie ramène donc le problème de hierarchie à un fine-tuning
plus raisonnable, de l’ordre du pourcent. Malheureusement, plus on tarde à 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, où il vaudrait 10−16 !

Certains articles étudient même les modèles qui minimiseraient ce fine-tuning,
comme [17] par exemple.

Matière noire

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

3. (les physiciens ont trop d’imagination pour que ce soit réaliste)
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probablement détectées 4. Cependant, les théories supersymétriques fournissent
automatiquement un candidat pour la matière 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 légère
(notée LSP) est neutre et stable.

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

Les densités de matière baryonique et de matière noire sont telles que

ΩM =
ρM
ρc
∼ 0.3 (1.10)

avec ρc = densité critique = 3H2
0M

2
p ∼ 10−26kg.m−3, H0 étant le paramètre

de Hubble mesurant l’expansion de l’univers à l’époque actuelle.

ΩB =
ρB
ρc
≤ 0.02 (1.11)

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

dnx
dt

+ 3Hnx = − < σannv > (n2
x − n(eq)2

x ) (1.12)

Les notations sont les suivantes :
– < σannv > est la moyenne thermique des sections d’annihilation XX̄

multipliée par la vitesse relative des deux particules s’annihilant

– n
(eq)
x est la densité d’équilibre obtenue pour une distribution de l’espace

des phases de type Fermi-Dirac (+) /Bose-Einstein (-)f(p) = 1
exp(E/kT )±1

– H est le paramètre de Hubble, et 3Hnx permet de prendre en compte
l’expansion de l’univers.

Quand la température est en dessous de mx, l’expansion l’emporte sur l’an-
nihilation et le nombre de particules X dans un covolume devient constant.

La densité des particules reliques est

ΩX =
mxnx(t0)

ρc
= 40

√
π

5

s0

k

h̄3

H2
0M

3
p

g
1/2
∗

gs

xf
< σannv >

(1.13)

où on a noté xf = mX/(kTf ), s0 la densité d’entropie actuelle, gs le nombre
de degrés de libertés internes de la particule utilisés pour évaluer l’entropie et
g∗ le nombre de degrés de liberté relativistes présents dans l’univers au moment
du découplage.

En mettant des chiffres,

< σannv ∼
α2

m2
x
> (1.14)

4. Il y a quelques articles qui explorent la possiblité d’avoir une LSP chargée, par exemple
colorées[7]. Nous ne les discuterons pas ici.
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On remarque qu’une particule interagissant via les interactions faibles, d’une
masse mx ∼ α100 TeV donne naturellement le bon ordre de grandeur pour la
densité relique. C’est ce qu’on appelle le WIMP miracle.

On peut très bien étendre le modèle standard sans faire appel à la super-
symétrie pour rendre compte de la matière noire, mais celle-ci permet de justifier
naturellement l’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 modèle supersymétrique se doit donc de calculer l’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 problème est résolu naturellement. Elle est
souvent naturellement trop grande, ce qui réduit souvent l’espace des paramètres
viables du MSSM. Si la densité est trop faible, le modèle n’est pas exclu mais
il faudrait faire appel à un autre type de matière supplémentaire pour arriver à
la bonne densité relique.

1.3.2 Théories de grande unification

Dans le modèle standard, les symétries qui restent à des énergies plus faibles
que celles du modèle standard sont en fait ce qui reste de la symétrie SU(3)c ×
SU(2)L×U(1)Y qui existe vers 100 GeV. L’idée des théories de grande unification
est la même, c’est- à-dire de se demander si les symétries du modèle standard
sont les réminiscences d’une symétrie plus grande qui aurait été brisée à une
énergie plus grande, notée ΛGUT .

Convergence des constantes de couplage

Il y a 30 ans, on pensait que les constantes de couplage du modèle standard
convergaient naturellement à 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 l’évolution des constantes

de couplage avec l’énergie, on calcule les corrections quantiques dues aux
particules du modèle standard, déja connues. Mais si d’autres particules,
chargées sous SU(3)c × SU(2)L ×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 à
1016 GeV.
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Figure 1.2 – Evolution des constantes de couplages sans et avec les superpar-
tenaires. Tiré de [48].

C’est pour ça qu’on dit que l’unification des constantes de couplage sont un
signe en faveur de la supersymétrie (voir parfois de manière un peu exagérée
qu’elles ont besoin de la supersymétrie pour exister).

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

Annulation des anomalies dans le modèle standard

Dans le modèle standard, les différents quarks et leptons sont dans des
représentations différentes et sont donc complètement indépendants. On re-
marque cependant que si on calcule les anomalies de SU(3)c× SU(2)L×U(1)Y ,
les contributions des quarks et des leptons s’annulent quasi-miraculeusement.
S’ils appartiennent à une même représentation d’un groupe plus grand, ceci
s’explique plus naturellement.

Quelques châınes de brisures

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

Le modèle le plus simple est celui de SU(5). La matière du modèle stan-
dard est contenue dans une 5̄ et une 10, et SU(5) se brise lorsque le Higgs Σ
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dans l’adjointe prend une vev. Un superpotentiel simple pour arriver à cette
dynamique est

W (Σ) =
M

2
TrΣ2 +

Λ

3
TrΣ3 (1.15)

Avec Σ = v


2

2
2
−3

−3

, on retombe sur SU(5) → SU(3)c ×

SU(2)L ×U(1)Y . Il y a deux autres vides supersymétriques mais ils sont moins
intéressants.

Pour SO(10), il y a plusieurs manières de passer de SO(10) à SU(3)c ×
SU(2)L ×U(1)Y .

Désintégration du proton

Dans les théories de grande unification, les quarks et leptons appartiennent
à 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
à terme à la désintégration du proton. Celle-ci n’ayant jamais été observée, cela
met des contraintes sur les théories de grande unification [18] [19].

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 extrèmement petits :
λ ∼ 10−13. Sinon, on peut facilement étendre le modèle standard pour générer
un mécanisme de See-Saw. Pour cela, on a besoin d’un neutrino droit NR en
plus du neutrino gauche νL, qui se trouve être neutre sous les symétries du
modèle standard. On tire parti du fait qu’on peut écrire un terme de masse de
Majorana MN̄ c

LNR. Dans ce cas, la matrice de masse des neutrinos s’écrit :

νL N
c
L (1.16)(

0 m
m M

)
νcR
NR

(1.17)

Ces deux valeurs propres donnent deux masses d’échelle très différentes pour
peu que m � M : m1 ∼ M et m2 ∼ m2/M . Pour m ∼ 100 GeV et M ∼ 1014

GeV, on obtient les bons ordres de grandeur.

Un intérêt supplémentaire dans l’ajout de ce neutrino droit est que dans ce
cas, on peut mettre tous les fermions du modèle 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 modèle 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 l’on trouve en la jaugeant. Sans surprise,
le goldstino que l’on obtient en brisant la supersymétrie globale est absorbé par

le gravitino et lui confère une masse de l’ordre de
Λ2

BS

Mp
, ΛBS étant l’échelle de

brisure de la supersymétrie et Mp la masse de Planck.
De plus, si on regarde la limite à basse énergie Mp → ∞, la masse du

gravitino m3/2 étant fixée, on retrouve les modèles 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 siècle, avec les théories de
Kaluza Klein. Il s’agissait alors d’unifier les deux forces connues de l’époque,
gravitation et électromagnétisme, en introduisant l’idée d’une 5ème 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 à 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 à de nombreux développement, en physique des saveurs avec le modèle
de Randall Sundrum par exemple[24]. On peut aussi jouer sur le problème de
naturalité en invoquant des dimensions de l’ordre de TeV [20] [21] [22] [25],
chercher des particules de Kaluza-Klein aux collisionneurs, étudier la cosmologie
de tels modèles...

La dimension de la dimension supplémentaire est critique. C’est elle qui
va donner l’échelle de masse des niveaux d’excitations des fonctions d’onde.
Comme dans un oscillateur harmonique en mécanique quantique, on va trouver
des particules dont l’énergie sera proportionnelle à 1

R . 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 modèles se placent à
cette limite, avec R ∼ TeV −1 et proposent une nouvelle physique parfois sans
Higgs, et testable au LHC [23].

Si dans les modèles les plus simples, les dimensions supplémentaires sont
plates, dans les modèles de type Randall-Sundrum [99], la dimension supplémentaire
est courbée. La métrique de l’espace-temps est

ds2 = exp(−2ky)ηµνdx
µdxν − dy2 (1.18)

y est la dimension supplémentaire, et varie entre 0 et πR. En 0 et πR, 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 l’espace, 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 ΛIR sont reliées à celles de la brane ultraviolette ΛUV par la relation

ΛIR = ΛUV exp(−πkR) (1.19)
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On peut alors expliquer les hiérarchies de masses dans le modèle standard.
Suivant leur localisation relative par rapport au Higgs le long de la dimen-
sion supplémentaire, les particules vont parâıtre plutôt lourdes ou légères. Par
exemple, si le Higgs est sur la brane ultraviolette, on aura donc plutôt la première
et seconde génération le long de la brane infrarouge, et la troisième le long de
la brane ultraviolette. Les champs de jauge interagissent avec tous les fermions
du modèle standard, donc doivent être situés dans le bulk (espace entier).

1.3.6 Cordes

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

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

1.3.7 Bilan

On sait que le modèle standard n’est pas la fin de l’histoire. Chaque problème
vu précédemment peut être 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 à de nombreux débats entre physiciens.

Seule l’expérience tranchera, mais notons tout de même que cette théorie a
le mérite d’aborder tous les problèmes à la fois. En effet, la supersymétrie est
la seule à adresser tous ces problèmes à la fois.
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1.4 Contraintes à vérifier

Le modèle standard a été extrèmement bien testé. Les modèles qui cherchent
à l’étendre doivent satisfaire toutes sortes de contraintes :

– Il faut pouvoir calculer la valeur de ρ =
M2

W

M2
Zcos

2(θW )
. Cette grandeur vaut

un à l’ordre des arbres dans le modèle standard, et seulement des correc-
tions de l’ordre du pourcent via les corrections radiatives. Il faut que les
modèles au delà du modèle 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[134].

Dans le modèle 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
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changements de saveurs restent supprimés.
– les mélanges de mésons, supprimés par GIM dans le modèle standard. Ce

sont les mélanges de mésons K qui sont les plus contraignants, devant les

mésons B et D. Ils suivent la contrainte ( 500GeV
m̃2 )(

∆d̃s̃

m̃2 ) ≤ 10−2,−3 [106]
– le moment magnétique anomal du muon. Connu avec une grande précision,

la valeur du modèle standard est à trois sigma de celle mesurée : aµ|exp −
aµ|MS = (6 − 25)10−10. La supersymétrie peut essayer de corriger cet

écart, sachant que aµ|SUSY − aµ|MS ∼ 1310−10
(

100GeV
MSUSY

)2

tanβsignµ

– la transition b → sγ. Le modèle standard prédit B[B → Xsγ]MS =
(3, 70 ± 0, 30)10−4 tandis que les valeurs expérimentales sont B[B →
Xsγ]exp = (3, 55 ± 0, 32)10−4. Faire aussi bien est un défi contraignant
pour les nouveaux modèles construits.

– la transition µ→ eγ qui est inobservable dans le modèle standard.
La matière noire a fait l’objets de recherches directes et indirectes
– La détection directe consiste à chercher à détecter la diffusion d’une par-

ticule de matière noire sur de la matière. On distingue deux types de
limites, celles qui dépendent du spin de la particule cible et celles qui sont
indépendantes du spin. Ces dernières sont un peu plus sensibles.

– La détection indirecte, elle, consiste à chercher le résultat de l’annihilation
de particules de matière noire. On peut ainsi analyser les rayons gammas,
les rayons cosmiques ou les neutrinos solaires.

– Il faut que les candidats à la matière noire puissent reproduire la densité
de matière noire observée aujourd’hui. Il faut également que les particules
légères ne perturbent pas la baryogénèse primordiale, c’est-à-dire la facon
dont les éléments léger se sont formés lors de l’expansion de l’univers.



Chapitre 2

Supersymétrie

2.1 Quelques éléments d’introduction

Cette partie servira à rappeler les principaux résultats concernant la su-
persymétrie globale et à fixer quelques notations. Nous ne pouvons malheu-
reusement, faute de place et de temps, faire une introduction complète à la
supersymétrie. Le lecteur pourra se référer à [138] pour une introduction plus
détaillée, et à [48] et [13] pour des exemples de revues sur la supersymétrie.

2.1.1 Idées et formalisme de base

Cette section est destinée aux lecteurs et lectrices qui ne connâıtraient pas
la supersymétrie et seraient tout de même arrivés jusqu’ici 1.

Algèbre supersymétrique

Suivant les goûts du physicien, la structure formelle de la supersymétrie peut
être motivée par différents points de vue :

– le point de vue matheux : on cherche la plus grande structure suscep-
tible de contenir l’algèbre de Poincaré (ie une symétrie capable d’englober
celles de l’espace-temps). Le théorème 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-
algèbres de Lie, qui contiennent des opérateurs fermioniques.

– le point de vue du phénoménologue : les observations décrites au chapitre
précédent nous amènent à 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 !

23
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L’algèbre supersymétrique est décrite par :

{Qα, Q̄β̇} = 2σµ
αβ̇
Pµ (2.1)

[Qα, Pµ] = 0 (2.2)

[Qα,Mµ,ν ] = iσµ,ναβ Qβ (2.3)

(2.1) signifie que la composition de deux transformations de supersymétrie
amène à 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 l’énergie du système est
toujours positive, et que le minimum est supersymétrique si et seulement si son
énergie est nulle. Cela nous donne un critère simple pour savoir si notre modèle
est phénoménologiquement viable, ie si la supersymétrie est bien brisée. Il suffit
de regarder l’énergie du vide et de vérifier qu’elle est bien non nulle.

Les incontournables- Énergie du système

Comme toujours en physique théorique, la physique est codée dans le la-
grangien du système. 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 Kähler intervient vis-à-vis des termes cinétiques des
champs.

Un potentiel de Kähler canonique s’écrit

K =
∑

i
φ†iφi (2.4)

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

K =
∑

i
φ†iφi +

∑
i

Opérateursi

Échelle de coupure
4−di (2.5)

di étant la dimension de l’opérateur Opérateursi.

À partir du potentiel de Kälher, on construit la métrique du système

gi,j̄ =
∂2K

∂φi∂φ̄j̄
(2.6)
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Les termes cinétiques des scalaires se généralisent ensuite à

Lkin = gi,j̄∂
µφi∂µφ̄

j̄ (2.7)

Les termes de jauge sont eux codés par la fonction cinétique f(φi)

Lkin = −1

4
Re(fab(φ

i))F aµνF bµν +
1

4
Im(fab(φ

i))F aµν F̃ bµν (2.8)

Finalement, on obtient l’énergie du système

V = F igi,j̄F̄
j̄ +

1

2
Re(fab)D

aDb (2.9)

avec, pour κ−1 = M√
8π

l’échelle de Plank réduite

F i = −gij̄eκ
2K/2(

∂W̄

∂φ̄j̄
+ κ2 ∂K

∂φ̄j̄
W̄ ),

D = (Ref)−1
ab

∂K

∂φi
(taφ)i (2.10)

Superchamps
L’idée de superchamp reprend des outils bien connus en symétrie. Lors-

qu’on travaille dans l’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 système. De même, dans le modèle 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 même objet les composantes de spin différents, qui seront à
même de décrire simplement les objets supersymétriques.

De même que pour un vecteur ~x = x1 ~u1 + x2 ~u2 + x3 ~u3, on va pouvoir
écrire par exemple X = x + θy + θ2z. où x, y et z seront les composantes du
superchamp. Commes ces champs ont des spins différents, on sait que θ a un
spin 1/2, ce qui en fait une variable de Grassmann. Pour que les transformations
soient linéaires, on va être obligés de rajouter des champs auxiliaires. Leur rôle
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 φ, son superpartenaire ψ

comme fermion de Weyl, accompagnés d’un champ auxiliaire F.

Φ = φ+
√

2θαψα + θ2F (2.11)
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L’action pour un superchamp chiral s’écrit simplement

S =

∫
d4xd2θd2θ̄Φ†(x, θ, θ̄)Φ(x, θ, θ̄) +

∫
d4xd2θW (Φ(x, θ)) + cc (2.12)

Alors que l’action par composantes s’écrit

S =

∫
d4x

(
∂µφ∗∂µφ+ iψσµ∂µψ̄ + F ∗F +

∂W

∂Φ
(φ)F +

[
∂W

∂Φ
(φ)

]∗
F ∗

−1

2

∂2W

∂Φ2
(φ)ψψ − 1

2

[
∂2W

∂Φ̄2

]
(φ)ψ̄ψ̄

)
(2.13)

- Le superchamp vectoriel
Le superchamp vectoriel contient un vecteur, un fermion et un champ auxi-

liaire réel (Aµ(x), λ(x), D(x)).

V (x, θ, θ̄) = V †(x, θ, θ̄) (2.14)

V (x, θ, θ̄) = C(x)+iθχx−iθ̄χ̄(x)+
i

2
θ2 [M(x) + iN(x)]−i i

2
θ̄2 [M(x)− iN(x)]+θσµθ̄Aµ(x)

+ θ2θ̄α̇

(
λ̄α̇(x) +

1

2
(σ̄µ∂µχ(x))α̇

)
+ θ̄2θα

(
λα(x)− 1

2
(σµ∂µχ̄(x))α

)
− 1

2
θ2θ̄2

(
D(x) +

1

2
∂µ∂

µC(x)

)
(2.15)

Évidemment, à cause de l’invariance de jauge, certains champs qui apparaissent
ici ne sont pas physiques.

Les champs physiques sont contenus dans le superchamp chiral

Wα = −1

4
D̄α̇D̄

α̇DαV (2.16)

On obtient l’action à partir de

S =

∫
d4xd4θΦ†e−2gV Φ +

1

4

∫
d4xd2θWαWα + cc (2.17)

Ceci donne le même résultat que

S =

∫
d4x

(
Dµφi∗Dµφi + iψiσ

µDµψ̄
i + F ∗iFi

+g(φi∗Dataji φj +
√

2φi∗λataji ψj +
√

2λ̄aψ̄itaji φj)
)

+

∫
d4x

(
−1

4
FµνFµν + iλσµ∂µλ̄+

1

2
D2

)
(2.18)
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2.1.2 Le MSSM

L’acronyme MSSM traduit Minimal Supersymmetric Standard Model. C’est
donc l’extension minimale du modèle standard.

Contenu en superchamps
Elle contient donc :
– les superchamps contenant les champs de matière du modèle standard

(fermions) et leurs partenaires supersymétriques (sfermions) :
– les superchamps contenant les bosons de jauge du modèle 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)c × SU(2)L ×U(1)Y spin de la particule
standard

spin du partenaire
supersymétrique

Q =

(
U
D

)
(3, 2, 1

3 ) 1
2 0

L =

(
N
E

)
(1, 2, -1) 1

2 0

U c (3̄, 1, −4
3 ) 1

2 0
Dc (3̄, 1, 2

3 ) 1
2 0

Ec (1, 1, 2) 1
2 0

H1 =

(
H0

1

H−1

)
(1,2,-1) 0 1

2

H2 =

(
H+

2

H0
2

)
(1,2,1) 0 1

2

Aµ (1,1,0) 1 1/2
W± (1,3,0) 1 1/2
Z (1,3,0) 1 1/2
g̃ (8,1,0) 1 1/2

graviton (1,1,0) 2 3/2

Superpotentiel du MSSM

WHiggs = −µH1.H2 (2.19)

WY ukawa = λdQH1D
c + λuQH2U

c + λeLH1E
c (2.20)

Champs physiques
Les particules physiques sont des combinaisons des partenaires sympersymétriques

des particules du modèle standard. En effet, si par exemple les bosons de Higgs
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du modèle standard et les bosons de jauge ne peuvent se mélanger entre eux
(scalaires et vecteurs), leurs partenaires sont tous de spin 1/2. Ceux qui ont la
même 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 à partir des partenaires neutres
des champs de jauge λBL

, λ3L
ainsi que ceux des bosons de higgs neutres ΨH0

1L

et ΨH0
2L

.


χ0

1L

χ0
2L

χ0
3L

χ0
4L

 = Uχ0


λBL

λ3L

ΨH0
1L

ΨH0
2L

 (2.21)

Uχ0 est la matrice de passage qui permet de diagonaliser la matrice de masse
Mχ

Mχ0 =


M1 0 MZcosβsinθW −MZsinβsinθW
0 M2 −MZcosβcosθW MZsinβcosθW

MZcosβsinθW −MZcosβcosθW 0 −µ
−MZsinβsinθW MZsinβcosθW −µ 0

(2.22)

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

(
χ+

1L

χ+
2L

)
= Uχ+

(
λ+
L

ΨH+
2L

)
(2.23)

Uχ+ permet de diagonaliser la matrice de masse

Mχ+ =

(
M2 −MW

√
2sinβ

−MW

√
2cosβ µ

)
(2.24)

De même, on obtient χ−1 et χ−2 à partir de λ− et ΨH−1
.

Les squarks et sleptons gauches et droits ont chacun un partenaire super-
symétrique. On a donc à chaque fois deux sfermions f̃1,2 obtenus comme com-

binaisons linéaires de f̃L,R. Il en ressort à chaque fois deux sparticules, notées
p̃1 et p̃2.

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 h0 le plus léger, H0

et A0 ceux qui sont pair et impair sous CP, et les higgs chargés H+ et H−.
On obtient des spectres dont des exemples sont disponibles en figures (2.5)

et (2.4).
Enfinm notons que si on cherche à représenter un spectre théorique, on peut

encore rajouter le gravitino afin de compléter le tableau.
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particule limite sur sa masse
χ0

1 46 GeV
χ0

2 62.4 GeV
χ0

3 99.9 GeV
χ0

4 116 GeV

χ+
1 94 GeV
ẽ 107 GeV
µ̃ 94 GeV
τ̃ 81.9 GeV
q̃ 379 GeV

b̃ 89 GeV

t̃ 95.7 GeV
g̃ 308 GeV

Figure 2.1 – Limites sur les masses des partenaires données par [48]. Soulignons
le fait que ce ne sont en fait que des ordres de grandeur, la valeur exacte des
limites dépendant toujours des hypothèses sur lesquelles sont basées les analyses.
Ces limites sont en partie obsolètes, les nouvelles mesures ayant tendance à
mettre des contraintes plus fortes, en particulier sur les gluinos et les squarks
[134]. Il semblerait que ceux-ci sont plus lourds que 500 GeV. Cependant, les
contraintes dépendent des hypothèses faites par les analyses, et celles-ci étant
peu nombreuses, nous avons choisi de garder celles de [48].
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2.1.3 Termes softs

Les termes softs peuvent être abordés de plusieurs facons :
– au point de vue phénoménologique, on peut les mettre “à la main” en ne

gardant que les termes qui garantissent des corrections quantiques loga-
rithmiques à la masse du higgs. On supprime arbitrairement les autres.

– on peut aussi avoir une approche “ top- down“’, c’est-à dire constater que
si on part d’un lagrangien supersymétrique à haute énergie (en supergra-
vité) et qu’on garde les termes dans la limite Mp → ∞, à F

MP
constant,

on se retrouve avec les mêmes termes softs que trouvés par la méthode
précédente.

Les seuls termes softs possibles sont :
– les termes de masse pour les scalaires et pseudo-scalaires m2φ∗φ, m̃2(φ2 +
φ∗2), où φ est un scalaire.

– les A-termes A(φ3 + φ∗3)
– les termes de masses pour les jauginos Mλλ̄λ

2.1.4 Limites des modèles les plus simples

SuperTrace ou la nécessité d’un secteur additionnel

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

Il se trouve que cette condition est difficile à réaliser.
Si aucun théorème ne permet d’exclure qu’un modèle simple pourrait exister,

ceux-ci font face à un certain nombre de contraintes.
Ainsi par exemple, une condition imposée par la supersymétrie est que sans

D terme
StrM2 =

∑
particulesi

(−1)2Si(2Si + 1)M2
i = 0 (2.25)

Où Mi et Si sont les masses et spins des particules concernées.
S’il existe une échelle qui fixe la masse des superpartenaires, elle doit être

plus lourde que celle du modèle standard, donc cette égalité ne peut pas être
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 ∗ = ∂W

∂φ , W étant neutre et les champs étant chargés, avoir un F terme non
nul impose de briser la symétrie sous laquelle φ est chargée.

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

Devant les difficultés rencontrées, les théoriciens ont pris l’habitude de ra-
jouter un ensemble de particules (secteur) dont le rôle est uniquement de briser
la supersymétrie.

Deux facons d’échapper à la condition StrM2 = 0 :
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– prendre en compte les corrections quantiques (médiation de jauge)
– prendre en compte des effets gravitationnels (supergravité et médiation

gravitationnelle). la formule devient alors

StrM2 =
∑

particules i
(−1)2Si(2Si + 1)M2

i = 2eG
GzGz̄
Gzz̄

Rzz̄
Gzz̄
|min,

(2.26)

où Si représente le spin de la particule, Mi sa masse, tandis que G = 8π
M2

p
K+

ln|W |2, et Rzz̄ est sa courbure Rzz̄ = −∂z∂z̄ln(Gzz̄).

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

– soit universelles (matrice de masse pour les trois familles proportionnelle
à l’identité)

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

– avec des coefficients tels que les particules n’engendrent pas de change-
ments de saveur en contradiction avec l’expérience.

Masse du higgs

A l’ordre des arbres, la masse du higgs doit vérifier mh ≤ mZ . On peut donc
être 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 plutôt

m2
h ≤M2

Z +
3g2m4

t

8π2m2
W

(
ln(M2

s /m
2
t ) +

X2
t

M2
s

(1− X2
t

12M2
s

)

)
(2.27)

avec Xt = At − µcotβ, M2
S = 1

2 (M2
t̃1

+M2
t̃2

). Pour une masse du top mt = 175
GeV et une masse moyenne des stops Ms ≤ 2 TeV, on évalue pour le MSSM,
mh ≤ 135 GeV.

Aujourd’hui, la limite expérimentale sur la masse du Higgs est de 114,4 GeV
[136].

µ et B µ

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

V = (m2
1 +µ2)|h0

1|2 +(m2
2 +µ2)|h0

2|2 +Bµ(h0
1h

0
2 + h̄0

1h̄
0
2)+

g2 + g′2

8
(|h0

1|2−|h0
2|2)2

(2.28)
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On vérifie que dans la direction |h0
1| = |h0

2| il n’y a pas d’instabilité, ce qui
impose

m2
1 +m2

2 + 2µ2 > 2|Bµ| (2.29)

L’instabilité en zero est nécessaire pour la brisure électrofaible :

(m2
1 + µ2)(m2

2 + µ2) < |Bµ|2 (2.30)

Il faut savoir comment générer le µ terme.
Le problème se pose ainsi : comment générer naturellement une échelle de

l’ordre de grandeur attendu (1 TeV) alors que tous les paramètres sont à une
échelle différente (MP ,ΛGUT ...) ?

Une réponse simple consiste à rajouter un scalaire dont le rôle est de prendre
une vev et générer ainsi un µ terme du bon ordre de grandeur.

λSH2.H1 (2.31)

Ces modèles sont appelés nMSSM [26].
Dans les autres modèles, µ et Bµ peuvent être générées par les corrections

radiatives et les interactions non renormalisables.

2.1.5 Les bases des modèles plus évolués

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

Il faut donc rajouter aux modèles 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 où la brisure de
supersymétrie est communiquée gravitationnellement, on parle de secteur caché.
Dans cette thèse, on appelera secteur caché le secteur additionnel qui brise la
supersymétrie, indépendamment de la facon dont la brisure de supersymétrie
est médiée.

2.2 Modèles explicites de brisure de la SUSY,
Brisure dynamique

Il s’agit ici de construire des modèles 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 modèles qui brisent la
supersymétrie via leurs F-termes.

2.2.1 Théorèmes généraux

Afin de comprendre les contraintes auxquels la plupart des modèles sont
soumis, un certain nombre de théorèmes ont été développés. Nous décrivons ici
le rôle de la R symétrie dans la brisure de supersymétrie, amenant aux raisons
pour lesquelles les gens s’interessent de près aux vides métastables.
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R symétrie est nécessaire pour la brisure de supersymétrie

Dans [33], Nelson et Seiberg expliquent pourquoi la majorité des modèles
nécessitent une brisure de R-symétrie pour briser la supersymétrie.

Hypothèses :

Dans ce modèle, le potentiel de Kähler est canonique : K =
∑

i
z∗i zi.

2

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

∂W

∂zj
= 0 (F-termes) (2.32)

z∗jT
A
j,kzk = 0 (D-termes) (2.33)

Dans l’article, les auteurs considèrent qu’à 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 modèles utilisés dans la construction
des modèles O’Raifeartaigh.

L’étude se fait en 3 étapes

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

Comme il n’y a pas de D-termes, chercher un vide supersymétrique revient
à résoudre n équations à n inconnues. Un modèle générique va donc posséder
un minimum supersymétrique. Notons cependant que certains modèles simples
(exemple W= f X) échappent à cette contrainte car ils ne sont pas “génériques”.

2/ Second cas : le système 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 (φi), i = 1..n. Il y a au
moins un champ chargé (sinon on revient au cas précédent). Pour les notations,
on considère que c’est le champ n qui est chargé, soit qn 6= 0. On peut ainsi

redéfinir les champs Xi = φi/φ
qi/qn
n , pour i= 1... n-1. Le superpotentiel depend

des n-1 Xi et de φn. Le superpotentiel est neutre, tous les champs sauf φn sont
neutres, φn est chargé, donc W ne dépend que des Xi.

∂W

∂φn
= 0. (2.34)

ll reste n-1 contraintes à satisfaire pour n-1 champs.

∂W

∂Xj
= 0, j = 1..n− 1 (2.35)

2. En fait, cet argument sert uniquement à écrire l’équation (2.32) . On peut donc le
généraliser tant que la metrique ne s’annule pas. On sait de toutes les facons, notre modèle
n’est plus valide si la métrique devient singulière, par exemple parce que le système développe
de nouveaux degrés de libertés de masse nulle non décrits dans notre système.
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Si le superpotentiel est générique, cela veut dire que l’on peut a priori
résoudre le système et mettre tous les F-termes à zéro, donc que le vide est
supersymétrique.

3/ Troisième cas : le système possède 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 mêmes notations qu’au cas précédent, la seule facon de l’écrire
en fonction de φn chargé et des Xi neutres est donc

W = φ2/qn
n W̃ (Xi) (2.36)

On réutilise le fait que notre étude se limite aux endroits où le Kähler ne
s’annule pas.

Ainsi, les conditions pour mettre tous les F-termes à zéro sont

∂W̃

∂Xi
= 0, i = 1..n− 1 (2.37)

W̃ (Xi) = 0 (2.38)

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

Conclusion :
– avec un Kähler canonique (en fait une métrique non singulière)
– 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 être non nulle.
Cela correspond à une brisure spontanée de R-symétrie)

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

– pour un systeme générique, c’est-à-dire sans fine-tuning ou sans relation
particulière entre les paramètres,

Il faut une R symétrie pour pouvoir briser la supersymétrie.
On peut trouver un certain nombre de contre-exemples dans [46] [58] 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 : Mλλ . 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 manière réaliste.

Notons qu’il y a eu des tentatives pour échapper au probleme en construisant
des masses de Dirac pour les jauginos [37].

De manière générale, on se référera à la masse de Majorana des jauginos
quand on parlera de la masse des jauginos.
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La métastabilité ou l’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 manière 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 possède 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 brièvement sur l’impact de la R-symétrie dans les modèles
de O’Raifeartaigh, puis nous décrirons brièvement le modèle dit d’ISS, qui per-
met de briser dynamiquement la supersymétrie de manière 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 à 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 dû au couplage fort mais dépend aussi du nombre de familles relati-
vement à la taille du groupe de jauge. Dans la version de QCD supersymétrique,
on trouve également des comportements différents suivant les valeurs de Nf et
Nc. Seiberg [61] identifie des dualités entre théories à couplage faible et fort en
comparant leurs degrés de liberté. Pour utiliser le même vocabulaire, on appe-
lera mésons les particules composées de quarks et celles qui apparaissent à basse
énergie.

À haute énergie, on travaille avec des quarks Q et Q̃ “fondamentaux” qui
sont soumis à une symétrie de saveur SU(Nf ) et de couleur SU(Nc) ainsi qu’à

une R symétrie et une symétrie baryonique. À partir des quarks élémentaires,
on peut construire des mésons et des baryons (ceux-ci n’étant définis que si
Nf ≤ Nc) :

M i
j̃

= QiQ̃j̃ (2.39)

Bi1..iNc = Qi1 ...QiNc (2.40)

B̃ ĩ1..̃iNc = Q̃ĩ1 ...Q̃ĩNc (2.41)

A l’ordre des arbres

On peut calculer leurs vevs à l’ordre des arbres, celles-ci annulant la contri-
bution à l’énergie liée aux D-termes :
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Nf < Nc

Q = Q̃ =


a1

a2

...
aNf

 (2.42)

Nf ≥ Nc

Q =


a1

a2

...
aNc

 , Q̃ =


ã1

ã2

...
˜aNc

 (2.43)

avec |ai|2 − |ãi|2 = indépendant de i

M =


a1ã1

a2ã2

...
aNc ˜aNc

 , (2.44)

B1..Nc = a1a2..aNc
(2.45)

B̃1..Nc = ã1ã2..ãNc (2.46)

Sous SU(Nf )×SU(Nf )×U(1)B×U(1)R,Q se comporte comme (Nf , 1, 1,
Nf−Nc

Nf
)

et Q̃ comme (1, N̄f ,−1,
Nf−Nc

Nf
).

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



2.2. BRISURE DYNAMIQUE DE SUSY 37

C
on

tr
a
in

te
s

cl
as

si
q
u
es

C
o
rr

ec
ti

on
s

q
u
a
n
ti

q
u
es

C
o
m

p
o
rt

em
en

ts
/
co

m
m

en
ta

ir
es

N
f
<
N
c

W
e
f
f

=
(N

c
−
N
f
)
( Λ

3
N

c
−

N
f

d
et
Q̃
Q

) 1/N
c
−
N

f

P
a
s

d
e

v
id

e
(r

u
n
aw

ay
)

N
f
<
N
c

W
tr
e
e

=
T

rm
M

W
e
f
f

=
(N

c
−
N
f
)
( Λ

3
N

c
−

N
f

d
et
Q̃
Q

) 1/N
c
−
N

f

N
c

v
id

es
:

R
a

jo
u
té
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sé
e

N
f

=
N
c

+
1

d
et
M

(1
/
m

)i j
−
B
iB

j̃
=

0
W
e
f
f

=
1

Λ
2
N

c
−

1

( M
i j̃
B
iB̃

j̃
−

d
et
M
)

M
i j̃
B
i

=
M

i j̃
B̃
j̃

=
0

N
f
≥

3N
c

là
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Dualité

Le cas 3/2Nc < Nf < 3Nc est particulièrement intéressant, car la théorie
qu’il décrit peut également l’être par une théorie dite duale.

En effet, considérons, la théorie possédant
– un groupe de jauge SU(Nf −Nc)
– une symétrie de saveur SU(Nf )
– Nf quarks qi et antiquarks q̃i, i = 1..Nf “magnétiques”
– des mésons magnétiques neutres dans l’adjoint de SU(Nf ), M i

m,j̃

Comme 3/2(Nf − Nc) < Nf < 3(Nf − Nc), on sait que le système évolue
vers un point fixe où la théorie des champs devient superconforme. Il se trouve
que lorsqu’on prend en compte le superpotentiel suivant

W =
1

µ
M i
m,j̃

qiq̃
j̃ (2.47)

la théorie électrique (avec les quarks électriques Q chargés sous SU(Nc) et
SU(Nf)) et la théorie magnétique évoluent vers le même point fixe. On peut
donc choisir l’une ou l’autre des descriptions suivant ce qui est le plus simple à
manipuler (celle au couplage faible, par exemple), en gardant en tête les relations
suivantes :

M = µMm (2.48)

Λ
3Nc−Nf
e Λ̃

3Nc−Nf
m = (−1)Nf−NcµNf (2.49)

Λe et Λm correspondent aux échelles dynamiques générées dans les théories
électrique et magnétique, tandis que µ est introduite en (2.48) pour faire le
raccord dimensionnel entre les deux théories.

Les symétries globales sont les mêmes dans les deux cas : SU(Nf )×SU(Nf )×
U(1)B × U(1)R, avec q se transformant comme (N̄f , 1,

Nc

Nf−Nc
, Nc

Nf
) et q̃ comme

(1, Nf ,− Nc

Nf−Nc
, Nc

Nf
) .

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

Le modèle dit ISS, pour Intrilligator, Seiberg et Shih [45] est très populaire
car il permet de :

– Générer dynamiquement un modèle de type O’Raifeartaigh via SQCD
– Résoudre le conflit apparent concernant la R-symétrie
Comme vu précédemment, on peut partir d’une théorie à haute énergie avec

N = 1 SUSY QCD, avec Nf saveurs et un groupe de jauge SU(Nc). Si Nc <
Nf < 3/2Nc, on sait qu’à basse énergie, dans la théorie duale, on peut décrire le
système par des quarks et des mésons magnétiques, chargés sous une symétrie
de jauge SU(N), N = Nf −Nc et avec une symétrie globale de saveur SU(Nf ).
Les mésons sont dans l’adjoint de SU(Nf ) : Xij , i, j = 1..Nf . Les quarks sont

notés qi,a et q̃ia, a = 1..N
Le superpotentiel s’écrit
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W = hTr(qXq̃)− hµ2Tr(X) (2.50)

Il suffit de choisir N < Nf pour que la supersymétrie soit brisée. En effet,

−F ∗Xi,j
= hqi,aq̃

a
j − hµ2δi,j (2.51)

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

L’énergie du vide vaut

Vmin = (Nf −N)|h2µ4| (2.52)

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

X =

(
0 0
0 X0

)
(2.53)

q =


q0,1

..
q0,N

0

 (2.54)

q̃ = (q̃0,1, .., q̃0,N , 0) (2.55)

Comme pour l’étude des modèles O’Raifeartaigh, on montre qu’il existe des
directions plates à l’ordre des arbres qui sont levées par les corrections quan-
tiques :

Veff =
1

64π2
STrM4log

M2

Λ2
=

1

64π2
Trm4

Blog
m2
B

Λ2
− Trm4

F log
M2
F

Λ2
(2.56)

où mB et mF sont les masses des bosons et des fermions.
On trouve que des vevs qui maximisent les symétries conservées, c’est-à-dire

X = 0 et q = q̃T = ( µ, .., µ︸ ︷︷ ︸
N times

, 0, ..0︸︷︷︸
Nf−N

) . Sans surprise, on trouve que la R-symétrie

est conservée dans ce vide qui brise la supersymétrie.

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

On étudie le même modèle, mais jaugé.
Les changements sont négligeables au voisinage du vide qui brisait la super-

symétrie. Il le fait toujours.
On étudie ensuite le système loin de l’origine. L’index de Witten nous dit

déja que le système possède Nf−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 intègre-out et qu’on regarde la physique infrarouge,
on trouve le superpotentiel suivant :

Wlow = N(hNf Λ
(Nf−3N)
m detX)1/N − hµ2TrX (2.57)

En conséquence :
– Loin de l’origine, se développent Nf − N vides supersymétriques pour

< hX >= Λm

(
µ

Λm

)2N/(Nf−N)

1Nf =
(

Λm

µ

)(Nf−3N)/(Nf−N)

1Nf

– 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 grossièrement estimé à exp(S), avec

S =

(
Λm
µ

)4(Nf−3N)/(Nf−N)

� 1 (2.58)

.
Ce modèle a l’intérêt d’être à la fois un modèle de brisure de supersymétrie

dynamique, crée à partir d’un couplage fort, et grâce à la dualité, de pouvoir
être étudié perturbativement. De plus, on sait depuis longtemps grâce à l’index
de witten que les modèles les plus simples ont des vides supersymétriques. Ici, la
métastabilité permet de garantir à la fois la simplicité relative du modèle ainsi
que le fait qu’il brise la supersymétrie.

2.3 Médiation de jauge

Pour les raisons vues précédemment, la supersymétrie ne peut pas être brisée
directement dans le MSSM. Afin d’assouplir les contraintes sur la construction
des modèles supersymétriques, on construit des modèles 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 modèles
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 considère alors que le secteur
caché comme une bôıte noire capable de donner un spurion X, avec < X >=
X0 + θ2FX .

2.3.1 Description succinte et résultats classiques

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

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

MSSM SUSYMessagers φ φ̃

Avantages :

– En médiation de jauge, tout repose sur des calculs de boucles qui sont cal-
culables exactement dans le cas où 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 problème de saveur.

Inconvénients :

– En médiation de jauge, il est difficile de générer µ et B µ du bon ordre de
grandeur. Plus précisemment, si µ et B µ sont engengrés par des boucles
de messagers, B µ ∼ 16π2µ2. Il faut donc trouver des façons de contourner
et résoudre le problème [28].

– 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 sur la
densité de matière noire que l’on peut confronter aux mesures ensuite. Il
faut également s’assurer qu’il ne perturbe pas la synthèse des éléments
légers.

2.3.2 Formalisme classique de la médiation de jauge

Dans le cas de la médiation de jauge [67], 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 modèle
standard. Plus précisemment, on prend Nm champs φ φ̃ qui appartiennent à la
représentation r+ r̄ du groupe de jauge. Si l’on veut conserver l’unification des
constantes de couplage, il faut choisir les messagers dans des représentations
complètes du groupe de grande unification choisi. Si l’on veut conserver la per-
turbativité, on ne peut pas mettre trop de champs de masse M sous peine de
générer des pôles de Landau, ce qui donne comme condition Nm < 150

lnMGUT /M

Classiquement, on couple les messagers avec les spurions Xl par le biais du
couplage W = φ̃i(λ

l
i,jXl +M0

i,j)φj , 〈Xl〉 = X0,l + θ2Fl.

Les messagers sont donc composés de fermions de masse Mi,j = (λki,jX0,k +

M0
i,j) et de scalaires dont la masse est donnée par
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Figure 2.3 – Génération des masses des jauginos et des scalaires à une et deux
boucles respectivement. Figure prise dans [27], les pointillés sont des scalaires,
les lignes pleines des fermions et les lignes ondulées sont les vecteurs.

(φ†, φ̃)

(
(M)†(M) −(λF )†

−(λF ) (M)†(M)

)
(φ, φ̃†) (2.59)

Comme dans beaucoup de modèles, X0 est petit devant M0 (parfois nul pour
des raisons de symétries), la condition de stabilité pour les masses des scalaires
s’écrit F < M2. Souvent, on aura F � M2, ce qui permet de travailler de
manière 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 à une boucle :

Mλr
= Nmkr

αr(t)

4π

∑
i,j

λli,jFl

Mi,j
(2.60)

(2.61)

k1 = 5/3, k2 = k3 = 1 pour que krαr soient égaux à GUT. l représente le nombre
de champs qui brisent la supersymétrie, Nm est le nombre de messagers.
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La masse carrée des sfermions est elle générée à deux boucles :.

m2
χ = 2

∑
a

Caχ

(αa
4π

)2 ∑
i,j,k

2Ta(Ri)Nm

∣∣∣∣∣λlj,kFlMj,k

∣∣∣∣∣
2

, (2.62)

avec les notations habituelles : a représente le groupe de jauge, i l’indice
de la composante φi du messager Φ, ce dernier appartenant à la représentation
Ridu groupe choisi. Ta(Ri) est l’index de Dynkin de la représentation Ri, et les
Caχ sont les coefficients de Casimir quadratiques pour le superchamp chiral χ,
tous par rapport à Ga.

2.3.3 Propriétés classiques

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

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

M1

α1
=
M2

α2
=
M3

α3
(2.63)

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

En général, la masse à laquelle on trouve les messagers Mm � MP donc le
gravitino est la LSP : m3/2 ∼ F

MP
� ΛGM

Un spectre classique de médiation de jauge avec neutralino NLSP est mis en
figure 2.4, tiré de [47].

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

Une facon très naturelle de transmettre la brisure de supersymétrie est de
le faire par la gravitation [39]. On sait déjà qu’on peut obtenir les termes softs
comme limite à basse énergie d’un lagrangien de supergravité.

Dans ce cas, la LSP est le neutralino 5

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 [40]) permet de générer naturellement les termes µ et B µ via les in-
teractions gravitationnelles. On prend la limite à basse énergie ( Mp →∞
, F/Mp constant) et il reste les termes désirés.

5. le cas où τ̃1 est la LSP n’est pas viable et doit donc être évité
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Figure 2.4 – Spectre classique sps8 [47]. Il est obtenu avec médiation de jauge
et les paramètres suivants : Λ = F/M = 100 TeV, Mmess = 200TeV , Nm = 1,
tanβ = 15, µ > 0.
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Figure 2.5 – Spectre classique sps1a. Il est obtenu avec minimal sugra et les
paramètres suivants : m0 = 100GeV, m1/2 = 250 GeV, A0 = −100 GeV ,
tanβ = 10, µ > 0.

Inconvénients :

– Les modèles les plus simples génèrent des changements de saveur difficiles
à éviter.

– Les modèles de médiation gravitationnelle sont plus difficiles à tester car
moins prédictifs (un des intérêts d’un modèle 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 F

MP
, elle est souvent négligeable face à des mécanismes

ayant lieu à un échelle plus basse M �Mp. La médiation de jauge est naturel-
lement dominante pour des échelles inférieures à 1014GeV.

Un spectre classique de médiation gravitationnelle est le spectre suivant mis
en figure (2.5), tiré de [47].

On peut aussi travailler dans un cadre dit de médiation de jauge directe
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[137] : dans ce cas là, les messagers appartiennent au secteur caché et sont
chargés sous les symétries de jauge du modèle standard.



Chapitre 3

Stabilité des modèles
d’O’Raifeartaigh avec
messagers

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

Ce chapitre cherche à répondre à la question suivante : Comment l’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 modèles 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 modèles de type O’Raifeartaigh possèdent des caractéristiques générales
qui ont des impacts forts en terme de construction de modèles : le phénoménologue
doit naviguer entre des masses de jauginos difficiles à générer et des instabilités
qui risquent d’amener le système vers des vides qui brisent les symétries du
modèle standard.

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

Dans [34], Komargodski et Shih expliquent que dans un modèle de type
O’Raifeartaigh, si un vide non supersymétrique est stable à l’ordre des arbres
(directions plates incluses), la masse des jauginos est forcément supprimée par

47
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rapport au reste du spectre, conduisant à des modèles non viables ou à des
spectres lourds difficiles à 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 [46], S. Ray montre que dans un modèle de O’Raifearteigh
général, il y a toujours une direction plate dans les directions ∂aW , dès que
Fa 6= 0. Il y a donc toujours une direction plate dans la direction du goldstino.
Ensuite, si on se place au point de coordonnees λX + M = 0, la matrice de
masse des messagers vaut (

0 λ∗F †

λF 0

)
(3.1)

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

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

Un modèle d’O’Raifeartaigh couplé à des messagers est instable à l’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 modèle.

3.1.2 Stabilisation par les corrections quantiques : une
condition

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

Cela dit, il faut bien lever toutes les directions plates pour s’assurer que le
système 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) à vérifier afin de s’assurer de la viabilité de nos modèles.

Considérons un modèle générique de type

W = Xifi(ϕa) + g(ϕa) + φ(λ.X +M)φ̃, (3.2)

avec i = 1..N, a = 1..P
L’énergie du système vaut

V =
∑
i

|fi(ϕa)+λiφφ̃|2 +
∑
a

|Xi∂afi(ϕb)+∂ag(ϕb)|2 + |λ.X+M |2(|φ|2 + |φ̃|2)

(3.3)
Il y a au moins deux minima, le premier dans lequel la supersymétrie est

brisée et les symétries du modèle standard sont conservées, qu’on appelera à
partir de maintenant vide “Modèle Standard” :
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Figure 3.1 – Potentiel scalaire en fonction de X et des messagers

φ = φ̃ = 0 (3.4)

V1 = f2 =
∑
i

f̄ifi (3.5)

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

V2 = f2 − |λ̄f |
2

|λ|2
(3.6)

avec |λ|2 =
∑
i λiλi et λ̄ifi = λ̄.f .

A l’ordre des arbres, c’est donc le vide “messagers” qui est le plus bas tandis
que celui qui nous intéresse est instable à l’ordre des arbres.

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

Comment lever toutes les directions plates

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

MF =

(
0 ∂afi(φ)

∂bfj(ϕ) Xi∂a∂bfi(ϕ) + ∂a∂bg(ϕ)

)
(3.7)
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Ici, les combinaisons sont χa,b = Xi∂a∂bfi(ϕ). Si P (P + 1)/2 < N , il y en a
P (P + 1)/2 d’indépendantes, sinon il y en a N . Ce sont elles qui apparaissent
dans l’énergie potentielle, et ce sont donc elles dont les valeurs seront fixées
lorsque nous chercherons à le minimiser.

Nous avons doncN−P directions plates à l’ordre des arbres dont on doit fixer
la valeur, et nous aurons min(N,P (P + 1)/2) contraintes après minimisation
du potentiel scalaire. Pour lever toutes les directions plates, il faut plus de
contraintes que de directions plates, c’est à dire N − P ≤ P (P + 1)/2.

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

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

N ≤ P (P + 3)

2
(3.8)

3.1.3 Comment calculer les corrections quantiques

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

On prend pour exemple le modèle

W = Xi (fi +
1

2
h(i)
a ϕ2

a) + ma ϕa Ya + φ (λiX
i +M) φ̃ (3.9)

avec i = 1 · · ·N1 et a = 1 · · · p
On verra plus tard que nous aurons besoin de la condition pourma = m

λX �
1

8π2
|
∑
a

h(X)
a (λ · h̄a)| , (3.10)

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

Étude à l’ordre des arbres

Le système étudié a pour potentiel scalaire :

V = |fi +
1

2
h(i)
a ϕ2

a + λiφφ̃|2 + |maϕa|2 + |Xih
(i)
a ϕa +maYa|2

+ |λiXi +M |2 (|φ̃|2 + |φ|2) . (3.11)

On comprend que si on prend ma assez grand, le système va devoir choisir un
vide avec ϕa = Ya = 0 à l’ordre des arbres 1. Pour N1 > 1, la supersymétrie est

1. Nous faisons ce choix pour simplifier les calculs et non pas pour des raisons théoriques
particulières
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bien brisée car on ne pourra pas mettre fi−λiφφ̃ à zéro pour tous les i = 1..N1.
A l’ordre des arbres, les directions plates sont

– N1, les champs Xi dans le vide “Modèle Standard”
– N1 − 1 Xi qui restent après avoir imposé (λiX

i +M) = 0, et la condition
imposée par le D-terme φ = φ̃

Maintenant, il reste à 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

MF =

(
M1 0

0 M2

)
(3.12)

avec une contribution liée au secteur de O’Raifeartaigh

M1 =

(
h

(i)
a Xi ma

ma 0

)
(3.13)

et une contribution liée aux messagers

M2 =

 0 λX +M λj φ̃
λX +M 0 λjφ

λiφ̃ λiφ 0

 (3.14)

On doit donc calculer les corrections à l’énergie du vide dans les deux vides
pour pouvoir ensuite étudier la stabilité du vide phénoménologiquement viable.
M1 est commune aux deux vides, M2 ne l’est pas.
Puis on peut calculer les corrections au potentiel de Kälher :

K(1) = − 1

32π2
Tr

(
MFM

†
F log

MFM
†
F

Λ2

)
(3.15)

On a ainsi le potentiel scalaire

V = (K−1)ij̄ FiF̄j = V0 + V (1) , avec

V (1) =
1

32π2

∑
α

[
log

µ2
α

Λ2
+

1

µ2
α

∂µ2
α

∂Xi

∂µ2
α

∂X̄j

]
FiF̄j , (3.16)

où Kij̄ = ∂2K
∂Xi∂X̄j

. Les µ2
αsont les valeurs propres de la matrice de masses carrées

MFM
†
F .

Il ne reste enfin “plus qu’à” 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

M1 =

(
h

(i)
a Xi ma

ma 0

)
(3.17)

Ce qui donne pour le potentiel de Kähler

Tr M1M†1 log
M1M†1

Λ2
=
∑
a

{
(|h(i)

a Xi|2 + 2m2
a) log

m2
a

Λ2

+ 2 |h(i)
a Xi|

√
|h(i)
a Xi|2 + 4m2

a log
|h(i)
a Xi|

√
|h(i)
a Xi|2 + 4m2

a

2ma

}
.(3.18)

Dans la mesure où F � M2, on peut travailler dans l’approximation de
Kähler et on trouve

Kij̄ = δij + Zah
(i)
a h̄(j)

a , (3.19)

où on a posé

Za = − 1

32π2

{
log

m2
a

Λ2
+ 2− 2m2

a

|h(i)
a Xi|2 + 4m2

a

+

2

|h(i)
a Xi|

|h(i)
a Xi|4 + 6m2|h(i)

a Xi|2 + 4m4
a

(|h(i)
a Xi|2 + 4m2)3/2

log
|h(i)
a Xi|+

√
|h(i)
a Xi|2 + 4m2

a

2ma

}
.(3.20)

Á une boucle et au premier ordre, la correction à la métrique vaut donc

K−1
ij̄

= δij − Za h
(i)
a h̄(j)

a , (3.21)

Ceci nous donne une contribution à l’énergie qui vaut

V (1) = − Za(χa) |haf |2 . (3.22)

On remarque que si on définit χa = h
(i)
a Xi, les fonctions Za decroissent de

manière monotone par rapport à |χa|, et sont bornées par

Za(χa << ma) ' − 1

32π2

(
2 + log

m2
a

Λ2
+

2|χa|2

3m2
a

)
,

Za(χa >> ma) ' − 1

32π2
log
|χa|2

Λ2
. (3.23)

Comme Za est décroissante, cela veut dire que ces corrections on tendance
à stabiliser χa, c’est-à-dire les directions plates Xi vers 0.
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Au voisinage de 0, on peut donc évaluer la correction au potentiel scalaire :

V (1) ' const +
1

32π2

(
2 + log

m2
a

Λ2
+

2

3m2
a

h(i)
a h̄(j)

a XiX̄j

)
|haf |2 . (3.24)

On voit bien que si

M2
ij =

∑
a

|haf |2

m2
a

h(i)
a h̄(j)

a (3.25)

a des valeurs propres toutes strictement positives, c’est-à-dire si rang[M2
ij ] = N1,

les pseudo-modules sont stabilisés en zéro. C’est une application du raisonne-
ment général décrit auparavant. Si rang[M2

ij ] < N1, il reste des directions plates
après prise en compte des corrections quantiques. Le vide n’est pas totalement
stabilisé et si on ajoute des messagers, le système sera instable.

Note : Si p ≥ N1 et que les couplages sont génériques, cette condition est a
priori remplie. Les champs χa ne sont pas indépendants mais cela ne nuit pas à
notre raisonnement.

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

3.2 O’Raifeartaigh : vers la stabilité ?

On a vu que de manière générale, un modèle d’O’Raifeartaigh avec messagers
mène à deux vides dont la différence d’énergie vaut

∆V = Vφφ̃ − VMS = −|λ̄.f |
2

|λ|2
. (3.26)

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

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

3.2.1 Condition à l’ordre des arbres

Pour que les corrections à une boucle puisse compenser ∆V calculé à l’ordre
des arbres, il faut que celui-ci soit “petit”, soit

|λ̄f |2 � |λ|2f2 (3.27)

où nous avons noté f2 =
∑
i f̄ifi et λ̄ · f =

∑
i λ̄ifi.
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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 à basse
énergie

X =
1

f
fiXi , FX = f =

√∑
i

|fi|2 , . (3.28)

Avec (X,χi), i = 1 · · ·N − 1 les champs orthogonaux vérifiant Fχi
= 0 qui

complètent la base, on peut tout réécrire sachant que 2

Xi =
f̄i
f
X + cij χj , . (3.29)

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

λX =
λ · f̄
f
� λ =

√∑
i

|λi|2 . (3.30)

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

3.2.2 Énergies des vides calculées à une boucle

Contribution du secteur messagers

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

M2M†2 =

|λiXi +M |2 + λ2|φ̃|2 λ2φ̃φ∗ λ∗iφ
∗(λX +M)

λ2φφ̃∗ |λiXi +M |2 + λ2|φ|2 λ∗i φ̃
∗(λX +M)

λjφ(λX +M) λj φ̃(λX +M) λiλj(|φ|2 + |φ̃|2)

 .(3.31)

Quand on calcule leurs valeurs propres, on trouve N1 − 1 valeurs propres
nulles correspondant aux directions plates, avec une valeur propre nulle en plus
dans le cas du vide “Modèle Standard”.

Les valeurs propres non nulles vérifient l’équation

µ2
(
µ2 − λ2(|φ|2 + |φ̃|2)− |λX +M |2

)2

= 4λ4|φ|2|φ̃|2|λX +M |2 . (3.32)

Énergie du Vide Modèle Standard

Dans le vide “Modèle Standard”, l’étude est simple puisque φ = φ̃ = 0. Les
deux valeurs propres sont donc égales à |λX +M | et

Tr M2M†2 log
M2M†2

Λ2
= 2|λX +M |2 log

|λX +M |2

Λ2
. (3.33)

2. On peut calculer les cij si besoin est mais cela n’est pas utile pour notre argumentation.
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On rajoute cette contribution à ce qui a déjà été calculé auparavant

Kij̄ = δij + Zah
(i)
a h̄(j)

a + Z ′λiλ̄j , (3.34)

Za étant inchangé et Z’ valant

Z ′ = − 1

16π2

(
ln
|λX +M |2

Λ2
+ 2

)
. (3.35)

Comme précédemment, on définit χa = h
(i)
a Xi et χ′ = λX + M . Comme le

couplage entre le goldstino et les messagers est faible, on regarde au voisinage
de l’origine

V (1) = −Za |h̄a · f + (h̄a · λ) φφ̃|2 − Z ′ |λ̄ · f |2 . (3.36)

Dans le cas p ≥ N1,on trouve un extremum pour

M2
ijXj = − 3λ̄i

M
|λ̄ · f |2 , (3.37)

avec la même matrice M2
ij que dans (3.25).

La condition des petites vev Xi � ma,M est satisfaite pour des messa-
gers lourds, ma � M . On peut alors obtenir une très bonne approximation de
l’énergie du vide du modèle standard en posant Xi = 0 dans le potentiel effectif.
On obtient finalement

V1 = f2 +
1

32π2

[∑
a

|ha · f̄ |2 (log
m2
a

Λ2
+ 2) + 2 |λ̄ · f |2 (log

M2

Λ2
+ 2)

]
.

(3.38)
On peut réécrire cette équation en remarquant que la dépendance en log(Λ)

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

V1 = f2(µ) +
1

32π2

[∑
a

|ha · f̄ |2 (log
m2
a

µ2
+ 2) + 2 |λ̄ · f |2 (log

M2

µ2
+ 2)

]
,

(3.39)
en évaluant les couplages à l’échelle µ.

Énergie du vide dans celui qui brise le modèle standard

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

λiXi +M = 0 (3.40)

φφ̃ = − 1

λ2

∑
i

λ̄ifi (3.41)



56 CHAPITRE 3. O’RAIFEARTAIGH AVEC MESSAGERS

En fait, ces relations sont corrigées à une boucle :

λiXi +M = 0 (3.42)

φφ̃ = − 1

λ2

∑
i

λ̄ifi (1 + εφ) , (3.43)

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

permettant de mélanger les champs du secteur caché, γφXi
= γφ̃Xi

= 0. La relation

Fφ ∼ (λX +M)φ̃ = 0 est donc inchangée à une boucle.
Dans 3.43, on verra que la correction à une boucle εφ n’intervient qu’en

facteur de termes correctifs, et ne contribue donc pas aux corrections à une
boucle à l’énergie du vide

Calculer l’énergie dans ce cas là est un peu plus difficile que dans le premier
vide, car nous avons besoin de garder les termes en φ, φ̃ et X pour calculer les
dérivées de µ par rapport aux Xi qui existent dans le potentiel scalaire.

Dans l’approximation |λX + M |2 � λ2(|φ|2 + |φ̃|2), on évalue la métrique
de Kähler

Kij̄ = δij + Zah
(i)
a h̄(j)

a + Z ′λiλ̄j , (3.44)

où nous avons noté

Z ′ = − 1

16π2
− 1

16π2(|φ|2 + |φ̃|2)

{
2|φφ̃|2

(
log

4|φφ̃|2|λX +M |2

(|φ|2 + |φ̃|2)Λ2
+ 2

)

+ (|φ|4 + |φ̃|4) log
λ2(|φ|2 + |φ̃|2)

Λ2

}
. (3.45)

Dans le “vide-messager”, λiFi = 0 à l’ordre des arbres. Le terme proportion-
nel à Z ′ sera donc d’ordre au moins deux dans l’énergie potentielle et peut être
négligé.

Le potentiel à une boucle se simplifie donc pour donner

V (1) = −
∑
a

Za |h(i)
a fi + h(i)

a λiφφ̃|2 . (3.46)

On retrouve ici le fait que la correction à une boucle vue en (3.43) ne contri-
bue pas à la correction à l’ordre 1 de l’énergie du vide. En effet, sa contribution
à une boucle s’annule :

εφ λ̄i (fi −
λi
λ2
λ̄f) = 0 . (3.47)

On rappelle que les Za trouvent leur minima pour χa = h
(i)
a Xi = 0, tandis

que Za, Z ′ décroissent de manière monotone vis-à-vis de χa and χ′, respecti-
vement. On commencera par travailler comme si χa et χ′ étaient des variables
indépendantes. Ceci n’est pas vrai dans le cas qui nous intéresse p > N1, mais
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cette hypothèse simplifiera nos calculs et sera suffisante pour notre étude. En
effet, la vraie minimisation impose à certains Xi 6= 0 d’être non nul, et donc
d’avoir quelques χa 6= 0, ce qui fait que l’énergie est en fait plus grande que dans
notre estimation. Comme nous allons sous-estimer la valeur de l’énergie du vide
“messagers”, notre conclusion n’en sera que renforcée si on trouve V1 < V2.

On trouve ainsi comme limite sur V2

V2 > |fi−
λi
λ2

λ̄ · f |2 +
1

32π2

∑
a

(log
m2
a

Λ2
+ 2) |h̄a · f − (h̄a ·λ)

λ̄ · f
λ2
|2 . (3.48)

De même que précédemment, la dépendance en log(Λ) correspond à la re-
normalisation du vide à l’ordre des arbres. Finalement,

V2 > |fi−
λi
λ2

λ̄ ·f |2(µ) +
1

32π2

∑
a

(log
m2
a

µ2
+2) |h̄a ·f−(h̄a ·λ)

λ̄ · f
λ2
|2 . (3.49)

Le vrai vide vérifiera probablement λiXi + M = 0, avec un minimum de
champs χa éloignés de l’origine. Dans ce cas et dans la limite M >> ma, les
valeurs de Za à remplacer dans l’énergie du “vide messagers” sont celles des
champs à grande valeurs, second cas présenté dans (3.23).

3.2.3 A-t-on stabilisation ?

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

∆V = V1 − V2 < |λ̄ · f |2
{

1

λ2
+

1

32π2

[
2 (log

M2

µ2
+ 2)− 1

λ4

∑
a

(log
m2
a

µ2
+ 2) |h̄a · λ|2

]}

+
1

32π2λ2

∑
a

(log
m2
a

µ2
+ 2)

[
(ha · f̄)(h̄a · λ)(λ̄ · f) + c.c

]
. (3.50)

et on souhaite bien entendu que

∆V = V1 − V2 < 0 (3.51)

L’idée est de compenser le premier terme de (3.50), toujours positif, par le
second, dont le signe dépend du modèle.

Il faut donc, en prenant des masses égales ma = m pour illustration :

|λ̄ · f |2
{

1 +
1

16π2

[
λ2 (log

M2

µ2
+ 2)−

∑
a

|h̄a · λ|2

λ2

]}

<
1

32π2λ2

∑
a

(log
m2
a

µ2
+ 2)

[
(ha · f̄)(h̄a · λ)(λ̄ · f) + c.c

]
(3.52)
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Si on regarde cette condition à l’échelle µ = ma = m, cette condition devient
simplement

λ̄ · f <
1

8π2
|
∑
a

(λ · h̄a)(ha · f̄)| . (3.53)

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

Les conditions imposées par notre modèle sont donc :

λ̄ · f � λf , ma �M , h̄a · f < m2
a ,

λ̄ · f
M

∼ 100 TeV . (3.54)

La dernière condition correspond à la génération de termes soft de l’ordre du
TeV.

Ceci est réalisé pour des paramètres de masses valant au moins

M ∼ 106 TeV , ma ∼ 105 TeV , f ∼ (105TeV)2 , λ̄ · f ∼ (104 TeV)2 . (3.55)

3.2.4 Conclusions et ouvertures

La brisure de supersymétrie amène un certain nombre de contraintes fortes,
auquel nous échappons dans ce modèle. Nous arrivons donc ici à avoir un modèle
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 l’argumentation de [34]. En effet, notre modèle est instable à l’ordre des
arbres, ce qui explique l’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 à payer pour cela est la
petitesse du couplage entre le spurion et les messagers.



Chapitre 4

Médiation de jauge et
Théories de Grande
Unification

4.1 Problématique

Nous voulons étudier la phénoménologie des modèles dans lesquels il y a à
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 modèle standard plaide en sa faveur et
en celle des théories de grande unification. On va voir qu’il est très naturel de
coupler les messagers φ, φ̃ 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
mininal [36], dans lequel les messagers ont tous la même masse à 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 paramètres
à haute énergie. Cela donne aussi naturellement des spectres atypiques à 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 à quel point il est naturel pour des messagers de
coupler au secteur de grande unification, quand le modèle possède les deux
ingrédients : médiation de jauge et groupe de grande unification.

59
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Contraintes sur les messagers

Dans la plupart des modèles décrivant des secteurs cachés, la supersymétrie
est brisée par un spurion X. Les messagers φ et φ̃ couplent directement au
spurion chiral X via Xφφ̃.

Dans le cas des modèles de type O’Raifeartaigh, on sait qu’on peut écrire le
superpotentiel sous la forme [34]

W = fX + 2(λabX + mab) ΦaΦb +
1

6
λabcΦaΦbΦc , (4.1)

où on a choisi les paramètres pour que X soit le spurion et la supersymétrie
soit brisée pour Φ = 0. X est donc neutre, et comme l’existence d’une R-symétrie
aide à briser la supersymétrie, il a souvent une R-charge 2.

Même si on ignore de quoi est fait le secteur caché, on sait que les messagers
prennent généralement une masse via un terme du type Mφφ̃, ou bien Xφφ̃ avec
< X >6= 0.

Ce qui nous importe ici, c’est que φφ̃ est neutre sous les symétries du modèle
standard.

Un couplage naturel

Par simplicité, on note dans cette partie Σ un champ quelconque du sec-
teur de grande unification. Une notation de type Σ2 ou Σ3 correspond donc à
des opérateurs obtenus en contractant plusieurs champs du secteur de grande
unification, les indices de sommation étant omis.

Dans les modèles les plus simples, on trouve des champs Σ qui peuvent
directement coupler avec les messagers. On en verra des exemples par la suite,
ainsi que leurs conséquences sur la phénoménologie à 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 modèle standard. Ainsi si on
travaille avec des messagers et des champs de grande unification, on peut éviter
certains couplages en utilisant judicieusement certaines symétries 1, mais on ne
peut pas les supprimer tous à la fois. En effet, il faut bien pouvoir décrire la
dynamique du système et donc écrire un superpotentiel !

Dans ce cas, le superpotentiel va donc contenir des opérateurs de type
WGUT =

∑
i ciO

i
GUT , où OGUT est un opérateur fait à partir des champs de

grande unification . Ces opérateurs sont neutres, et on peut a priori les coupler
aux messagers φOiGUT φ̃. On aura donc un superpotentiel de couplage qui pourra
contenir, en plus de couplages directs, les termes

Wc = φOGUT φ̃, soit Wc ∼ φ
Σ2

MP
φ̃ , φ

Σ3

M2
P

φ̃. (4.2)

Au final, on s’attend donc à avoir des couplages du type

φΣφ̃ , φ
Σ2

MP
φ̃ , φ

Σ3

M2
P

φ̃ . (4.3)

1. en fait, la construction de modèles réalistes nécessite la suppression de certains couplages
par des symétries judicieusement choisies
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En particulier, φΣφ̃ qui est invariant de jauge quand Σ est dans l’adjoint du
groupe. Par exemple, dans le cas où le groupe de jauge est SU(5) et le Higgs
dans la représentation adjointe Σ = 24 du groupe, on va avoir un superpotentiel
WGUT = µ/2σ2 + λ/3Σ3 dans le secteur de grande unification, et un couplage
à l’ordre des arbres avec des messagers dans des représentations 5, 5̄ ou 10, 1̄0.

À partir du moment où on peut écrire un terme de masse pour les messagers
Mφφ̃, neutre sous les GUT, on doit aussi permettre des couplages du type (4.3).

Par souci de simplicité, nous étudierons les cas où les masses sont données
par un couplage renormalisable à un champ de Higgs donnant des masses à 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 à briser le
groupe de grande unification, il prend une vev, ce qui induit des masses pour les
messagers. C’est ce phénomène qui va nous intéresser ici, car tous les champs
contenus dans les messagers ne vont pas alors avoir la même 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 l’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 même masse. Ceci s’oppose à la plupart des modèles,
pour lesquels les masses des jauginos sont égales à haute énergie (universalité).
on s’attend donc à avoir des spectres différant des spectres typiques.

En effet, pour la plupart des modèles (en particulier minimal supergravity,
notée mSUGRA, et médiation de jauge minimale, notée mGM), les masses des
jauginos vérifient la relation suivante, valable à toute énergie et à une boucle

Mλ1

α1
=

Mλ2

α2
=

Mλ3

α3
, (4.4)

Ici, on note sans surprise αa = g2
a/4π, a = 1, 2, 3 les couplages de jauge associés

à U(1)Y (dans la normalisation de SU(5)), SU(2)L et SU(3)C . On a aussi noté
Mλ1

, Mλ2
and Mλ3

les masses respectives des bino, winos et des gluinos.
Pour mSUGRA, non seulement les constantes de couplages convergent à

haute énergie, mais les jauginos ont aussi tous la même masse à ΛGUT :

Mλ1
= Mλ2

= Mλ3
(4.5)

α1 = α2 = α3 (4.6)

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

L’intérêt de l’hypothèse d’universalité est sa simplicité, qui permet de réduire
le nombre de paramètres à piloter afin de prédire des spectres à 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 paramètres
sont alors mis à la main et choisis arbitrairement.

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

4.1.3 De l’importance de la gravitation

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

Pour évaluer cet effet, on note qu’un couplage typique à l’ordre des arbres
de type φΣφ̃ donnera une masse de l’ordre de λ1016 GeV aux messagers pour
λ ∼ 1. Si on supprime une partie des opérateurs dont ceux renormalisables,
on peut tout de même penser qu’il y aura au moins des opérateurs de type
φΣ3/M2

p φ̃ pour donner des masses de messagers. On estime donc que les masses
des messagers seront comprises entre 1010 GeV ≤M ≤ 1016 GeV.

Il y a également une contribution liée au spurion, qui vaut λXXφφ̃, avec X
le champ qui brise la supersymétrie. Comme nous l’avons vu dans le chapitre sur
la stabilite, X0 est souvent protégé par une symétrie ou une pseudo-symétrie.
Cette contribution est donc souvent négligeable devant les termes que nous
considérons. Nous ferons systématiquement cette hypothèse 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

m3/2
∼ g2

16π2
λX

MP

M
. (4.7)

(4.7) nous dit que les effets gravitationnels sont minoritaires pour

M .
g2

16π2
λXMP ∼ λXMGUT . (4.8)

Si on prend des masses de messagers M ∼ 1016GeV , les contributions aux
termes softs liées aux médiations gravitationnelles et de jauge seront du même
ordre de grandeur. Dans ce cas, l’importance de la contribution gravitationnelle
nous fait perdre le côté prédictif de notre modèle.

En choisissant M à quelques ordres de grandeur en dessous de λXMGUT ,
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 m3/2 ≤ 100 GeV on doit, via (4.7),
avoir M ≤ λX1015 GeV, c’est-à-dire à prendre des messagers dont la masse est
légèrement plus petite que l’échelle de grande unification. Nous travaillons avec
M < 1014GeV , auquel cas les contributions de jauge l’emportent sur les effets
gravitationnels avec un facteur 104 dans les masses des scalaires. Nous avons fait
ce choix pour supprimer la plupart des changements de saveur. On doit donc
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travailler avec un couplage λΣ < 0.1 relativement supprimé, où λΣ intervient
dans λΣφΣφ̃. Ceci peut provenir de symétries de saveurs ou de modèle avec
dimension supplémentaire 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 µ et B
µ termes du bon ordre de grandeur

– dans certains cas, le neutralino sera la LSP. Il sera donc possible d’obtenir
des contraintes sur le modèle via l’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 :

1. regarder la liste des couplages autorisés par les symétries de jauge

2. regarder les masses des messagers qu’elles engendrent

3. calculer le spectre à hautes énergies

4. calculer le spectre à basse énergie

5. vérifier sa viabilité ainsi que ses prédictions

4.2 Construction d’un modèle explicite

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

4.2.1 Définition du modèle

W = WMSSM + WSB(X, . . .) + Wm(Φ, Φ̃, X,Σ) + WGUT (Σ) , (4.9)

Ce modèle comporte le superpotentiel de plusieurs secteurs :
– le secteur du MSSM WMSSM

– le secteur dans lequel la supersymétrie est brisée WSB(X, . . .)
– le secteur de grande unification WGUT (Σ)
– le secteur des messagers, couplé au spurion X et au higgs Σ,Wm(Φ, Φ̃, X,Σ) =

Φ (λXX + λΣΣ) Φ̃.
Pour pouvoir faire des calculs explicites, on choisit un secteur caché qui

correspond à une brisure dynamique de la supersymétrie[58], et plus parti-
culièrement le modèle d’ISS [35].
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On a donc N = 1 SUSY QCD avec Nf saveur et un groupe de jauge SU(Nc),
avec Nc < Nf < 3

2 Nc. Dans l’infrarouge, la théorie est fortement couplée,
donnant naissance à une physique décrite par la théorie duale magnétique. Celle-
ci contient un groupe de jauge SU(Nf − Nc), Nf saveurs pour des quarks qia
et des antiquarks q̃ai , ainsi que des mésons singlets de jauge Xj

i (i, j = 1 . . . Nf ,
a = 1 . . . N , avecN ≡ Nf−Nc). La théorie magnétique est libre dans l’infrarouge
et peut donc être analysée de manière perturbative.

Son superpotentiel vaut

WISS = h qiaX
j
i q̃
a
j − hf2 TrX , (4.10)

La supersymétrie est brisée pour 〈qia〉 = 〈q̃ai 〉 = fδai , 〈X〉 = 0.

À l’ordre des arbres, il y a des directions plates pour Xj
i i, j = (N+1) . . . Nf .

Celles-ci sont levées par les corrections quantiques 〈X〉 = 0 [35]. On peut re-
marquer que le système a une R-symétrie et que cette vev la préserve. Comme
vu précédemment, cela veut aussi dire qu’on a du mal à générer les masses des
jauginos.

ISS possède un second vide, pour lequel 〈X〉 6= 0, mais il est suffisamment
éloigné du premier pour que ce dernier soit métastable, avec une durée de vie
grande devant l’âge de l’univers.

Une fois le secteur d’ISS couplé aux messagers, on trouve, comme prévu par
[59], qu’il existe un nouveau vide, d’énergie plus basse, et que le vide ISS est
stabilisé à côté de l’origine, avec une durée de vie très grande devant l’âge de
l’univers.

Le vide acceptable pour le modèle standard a pour propriétés :

– V (φφ̃ = 0) = (Nf −N)h2f4 ;

– φ = φ̃ = 0

Le vide messagers a lui pour propriétés :

– φφ̃ =

−

Nf∑
i=N+1

λiX,ihf
2

∑
(i,j)/∈{i=j=1...N}

∣∣λiX,j∣∣2
– V (φφ̃ 6= 0) = h2f4

Nf −N −

∣∣∣∣∣∣
Nf∑

i=N+1

λiX,i

∣∣∣∣∣∣
2/ ∑

(i,j)/∈{i=j=1...N}

∣∣λiX,j∣∣2


– λjXi < X >ij +M a une valeur propre nulle.

4.2.2 Stabilité et temps de vie

On peut estimer le temps de vie du vide “Modèle Standard” par l’approxi-

mation triangulaire comme dans [35] qui donne τ ∼ exp( (∆Φ)4

∆V ).
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On estime

∆V = Vφφ̃−VMS = − h2f4


∣∣∣∣∣∣

Nf∑
i=N+1

λiX,i

∣∣∣∣∣∣
2/ ∑

(i,j)/∈{i=j=1...N}

∣∣λiX,j∣∣2
 (4.11)

et

(∆Φ)2 = ∆φ2 + ∆X2 (4.12)

On peut facilement évaluer ∆φ2.

∆φ2 =


Nf∑

i=N+1

λiX,ihf
2

∑
(i,j)/∈{i=j=1...N}

∣∣λiX,j∣∣2
 (4.13)

La distance ∆X2 doit être calculée à une boucle, vu qu’il y a des directions
plates à l’ordre des arbres. Nous avons choisi une limite conservative en prenant
simplement

(∆Φ)2 ≥


Nf∑

i=N+1

λiX,ihf
2

∑
(i,j)/∈{i=j=1...N}

∣∣λiX,j∣∣2
 . (4.14)

Cela donne

∆V

(∆φ)4
≤

∑
(i,j)/∈{i=j=1...N}

|λiX,j |2 ≡ λ2 . (4.15)

On peut donc avoir (∆φ)4

∆V � 1 si on prend des couplages λ assez petits.
Le vide métastable peut donc avoir une durée de vie plus longue que celle de
l’univers.

4.2.3 Stabilisation à une boucle

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

V1−loop(X0, Y0) = 2Nh2f2|Y0|2 +
1

64π2

{
8h4f2(ln 4− 1)N(Nf −N)|X0|2

+
10Nmh

2f4|Tr′λ|2

3λΣv

[
(Tr′λ)X0 + (Tr′′λ)Y0 + h.c.

]}
, (4.16)

avec X̃ = X0 1Nf−N , Ỹ = Y0 1N ou où on a défini Tr′λ ≡
∑Nf

i=N+1 λ
i
X,i, Tr′′λ ≡∑N

i=1 λ
i
X,i. Dans l’équation (4.16), la première ligne contient le potentiel de X à
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l’ordre des arbres et les corrections à une boucle calculées dans [35]. Les termes
linéaires de la seconde ligne sont générés par les boucles de messagers.

Les mésons prennent les vev suivantes :

〈X0〉 ' −
5Nm |Tr′λ|2 (Tr′λ)?

12(ln 4− 1)h2N(Nf −N)

f2

λΣv
, (4.17)

〈Y0〉 ' −
5Nm |Tr′λ|2 (Tr′′λ)?

192π2N

f2

λΣv
. (4.18)

4.2.4 Génération d’un potentiel de Higgs correct

Nous allons discuter ici de la génération des termes µ et Bµ.

Comme dit précédemment, m3/2 � MGM donc le mécanisme de Giudice-
Masiero ne peut pas donner un terme µ du bon ordre de grandeur. Nous allons
voir comment les effets gravitationnels permettent tout de même, dans notre
cas, de générer les termes µ et Bµ du bon ordre de grandeur.

Nous avons fait l’hypothèse 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 XHuHd. Par contre, il y a des interactions non renormalisables,
gravitationnelles ou via les messagers, qui vont nous être utiles par la suite.

Considérons ainsi

λ1
qq̃

MP
HuHd . (4.19)

Cet opérateur d’origine gravitationnelle donne naissance à un terme µ qui peut
être plus grand que m3/2. (4.19) permet d’avoir

µ =
λ1

h

N√
Nc

√
3m3/2 , (4.20)

B = −2h〈Y ?0 〉 = − 5Nm |Tr′λ|2 (Tr′′λ)

96π2N
√
Nc

MP

λΣv

√
3m3/2 , (4.21)

où on a utilisé m3/2 =
√∑Nf

i=N+1 |F iX,i|2 /
√

3MP =
√
Nc hf

2/
√

3MP .

On peut donc à la fois avoir m3/2 �MGM , ce qui permet de supprimer les
effets indésirables de saveur, et avoir une brisure de symétrie électrofaible avec
un µ-terme de l’ordre de grandeur des masses de squarks et gluinos.

On peut obtenir µ ∼ 1 TeV pour m3/2 ∼ (10− 100) GeV,quite à prendre un
petit couplage h. En guise d’exemple, on peut prendre m3/2 = 50 GeV, Nc = 5,
Nf = 7 and λ1/h = 10, auquel cas µ = 775 GeV.

L’opérateur

λ2
XX

MP
HuHd , (4.22)

donne quant à lui une contribution négligeable à µ, mais donneBµ = −λ2

√
3Nc 〈X0〉m3/2.
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B = −λ2
h

λ1

Nc
N
〈X0〉 = −λ2

h

λ1

5Nm |Tr′λ|2 (Tr′λ)?

12(ln 4− 1)h3N2
√
Nc

MP

λΣv

√
3m3/2 ,

(4.23)
On peut avoir un Bµ terme du bon ordre de grandeur, avec les mêmes valeurs
que précédemment et h = 0.1, on a B/λ2 = 7.9 TeV. Si on prend Tr′λ = 10−2

on a B/λ2 = 250 GeV.
Les vev aquièrent par les champs à une boucle permettent donc de générer

des paramètres µ et Bµ du bon ordre de grandeur.

4.3 Modèles

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 (Φ, Φ̃) dans une représentation réelle R ⊕ R̄ de G. À partir de
maintenant, Σ à un des Higgs appartenant au secteur de grande unification et
prenant du vev lors de la brisure du groupe de symétrie.

Si le higgs Σ, est dans la représentation adjointe du groupe, comme R⊗R̄ =
1⊕Adj.⊕ · · · , on peut toujours coupler les messagers φ, φ̃ et Σ.

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 à un champ X qui brise la supersymétrie et à un
champ Σ. Σ brise le groupe G avec une vev qui respecte les symétries du modèle
standard 〈Σ〉 6= 0 :

Wmess = λXΦXΦ̃ + λΣΦΣΦ̃ . (4.24)

On considère que le couplage renormalisable ΦΣΦ̃ est permis par toutes les
symétries de la théorie unifiée, symétries globales incluses.

En l’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, Φ et/ou Φ̃ peuvent être autorisés
ou supprimés par les symétries de jauge, comme des termes du superpotentiel
mélangeant matière/Higgs avec les messagers.

Lorsque Σ prend une vev, G est brisé et le couplage ΦΣΦ̃ donne des masses
de messagers de l’ordre λΣ〈Σ〉. L’échelle des termes softs sera donnée approxi-
mativement par α FX

〈Σ〉 ,avec α un couplage de jauge et
√
FX l’échelle de brisure

de supersymétrie, 〈X〉 = X0 + FXθ
2. Comme 〈Σ〉 ∼MGUT, l’échelle de brisure

de supersymétrie est élevée.
On a vu au chapitre précédent que dans la plupart des modèles, λXX0 �

λΣ〈Σ〉, avec 〈X〉 = X0 + Fθ2. En effet, la brisure de supersymétrie appelle
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une R-symétrie, qui a tendance à protéger les vev des champs autour de 0.
Elle peut être légèrement 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 MΦΦ̃,
qui est autorisé par toutes les symétries, à 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 l’emporte devant les autres termes.

Les composantes des superchamps messagers ont donc in fine des masses
différentes, ce qui va conduire à 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 à Σ, et que 〈Σ〉 ne préserve que
les symétries du modèle standard, les champs messagers n’ont pas tous la même
masse. On aboutit donc à un schéma de médiation de jauge non minimale,
avec des spectres non standards, mais avec une démarche qui reste pourtant
prédictive. Si on note Mi les masses des champs (φi, φ̃i), la masse des jauginos
engendrée à une boucle vaut

Ma(µ) = Nm
αa(µ)

4π

∑
i

2Ta(Ri)
λXFX
Mi

, (4.25)

où la somme porte sur tous les composantes des champs messagers φi, et Ta(Ri)
est l’index de Dynkin de la représentation Ri de φi, normalisé à 1/2 pour la
représentation fondamentale de SU(N). Pour U(1), on utilise une normalisation
pour SU(5) α1 = 5

3 αY ; on a également T1(Ri) = 3Y 2
i /5, où l’hypercharge Y

est défini par Y = Q− T3.
Les masses softs des scalaires sont données par

m2
χ = 2Nm

∑
a

Caχ

(αa
4π

)2 ∑
i

2Ta(Ri)

∣∣∣∣λXFXMi

∣∣∣∣2 , (4.26)

où Caχ sont les coefficients de Casimir quadratiques pour les superchamps χ,
normalisé à C(N) = (N2 − 1)/2N pour les représentations fondamentales de
SU(N) et à C1

χ = 3Y 2
χ /5 pour U(1). Nous avons négligé l’effet de l’évolution

des couplages entre les différentes échelles de messagers Mi, qui est supposé être
petit. En pratique, on définit une échelle moyenne liée aux messagers Mmess et
à laquelle l’équation (4.26) est valide, avec αa ≡ αa(Mmess).

Dans les équations (4.25) et (4.26), nous avons pris Nm copies de paires de
messagers identiques, et supposé par simplicité qu’ils ont tous les mêmes cou-
plages λX et λΣ. Si on relache cette hypothèse, on bouge juste l’échelle globale
des scalaires par rapport à l’échelle de masse des jauginos, et les ratios entre les
masses de jauginos restent les mêmes (idem pour les masses des scalaires).

À cause de la hiérarchie entre l’échelle de grande unification (où sont définis
λX et Mi) et l’échelle des messagers (où sont générés les termes softs), les effets
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de renormalisation peuvent être importants. En effet, les champs messagers (φi,
φ̃i)ont des dimensions anomales différentes, donc les masses Mi et les couplages
λX,i (tels que Wmess 3

∑
i λX,i φiXφ̃i) évoluent différemment en dessous de

l’échelle de grande unification.
Cependant, comme remarqué par Ref. [115], les ratios λX,i/Mi n’évoluent

pas, à part potentiellement d’une contribution universelle associée aux dimen-
sions anomales du champ qui brise la supersymétrie X. Les masses des jauginos
et des scalaires ne sont donc pas affectées par le running entre l’échelle des mes-
sagers et l’échelle de grande unification, et peuvent être calculées à partir de
(4.25) et (4.26), avec les masses Mi évaluées à l’échelle de grande unification.
L’unification des couplages de jauge, elle, dépend de ces effets de renormalisa-
tion.

4.3.3 SU(5) comme groupe de grande unification

Le cas le plus simple est celui où 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 à une boucle, conduisant à
un neutralino plus léger que le reste du spectre.

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

5⊗ 5̄ = 1⊕ 24 , (4.27)

10⊗ 10 = 1⊕ 24⊕ 75 . (4.28)

Les couplages 2 possibles sont

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

2. des messagers dans (10, 10) couplés au Higgs dans l’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)c×SU(2)L×U(1)Y .
La 75 est utilisée dans certains modèles qui cherchent à résoudre le problème

du “doublet-triplet splitting”, ie à donner une grande masse au Higgs triplet
coloré tout en gardant le doublet léger.

On peut alors réaliser un “doublet-triplet splitting” de manière naturelle via
le mécanisme du “partenaire manquant” [109]. Pour cela, on a dû 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 goût d’exhaustivité”

2. Plus généralement, n’importe quelle paire de messagers vectoriels (R, R̄) peut cou-
pler à la représentation adjointe, et la plupart d’entre eux peuvent aussi coupler à une 75.
D’autres représentations de SU(5) contiennent des singlets du modèle standard, comme la
200 qui apparâıt dans R ⊗ R̄, pour certaines grandes représentations de R.Cependant, ces
représentations ne sont pas utilisées dans les modèles 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 modèles réalistes de SO(10) utilisent plusieurs Higgs prenant des
vev.

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

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

Les messagers vont donc se comporter comme :

10⊗ 10 = 1s ⊕ 45a ⊕ 54s , (4.29)

16⊗ 16 = 1⊕ 45⊕ 210 . (4.30)

Nous considérons le cas de leurs couplages aux Higgs les plus couramment
utilisés pour briser SO(10), c’est-à-dire dans une 45 ou dans une 54 (voir [82]
pour une revue).

La 54 contient une vev qui respecte les symétries du modèle standard et
qui brise SO(10) en le sous-groupe de Pati-Salam SU(4)C ×SU(2)L×SU(2)R.
La 45, elle, contient deux vevs compatibles avec le modèle 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 modèles sont :
(i) B −L, qui garde le sous groupe SU(3)c × SU(2)L × SU(2)R ×U(1)B−L

de SO(10) intact ;
(ii) T3R, la troisième composante de l’isospin droit, qui laisse SU(4)c ×
SU(2)L × U(1)R intact ;

(iii) Y , qui brise le sous groupe SU(5) en SU(3)c × SU(2)L ×U(1)Y ;
(iv) X, le générateur de SO(10) qui commute avec SU(5) et qui garde
SU(5)× U(1)X intact.

Les directions (i) et (ii) peuvent être utilisées, en combinaison avec une vev 54,
lors de la première étape de la brisure de SO(10) ; (i) est aussi nécessaire pour
le méchanisme de vev manquante dans le doublet-triplet splitting [108].

La direction (iii) est souvent utilisée pour briser SU(5) en le SU(3)c ×
SU(2)L × U(1)Y , après avoir déjà 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 être employée pour briser SO(10) en SU(5) flippé.
En présence des opérateurs non-renormalisables appropriés, les quatres di-

rections donnent des corrections à la relation naive de SO(10) Mu = Md = Me.
Comme la brisure de SO(10) en SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y 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 16M16M126 (16M16M126)
et 16M10M16 (16M10M16)
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Le dernier ne donne qu’une masse au singlet du modèle standard contenu
dans 16M (16M ), et ne contribue donc pas à la génération de termes softs pour
le MSSM via la médiation de jauge.

Tous ces couplages sont supprimés par la symétrie discrète ci-après. 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 matière du MSSM et les
Higgs dans le superpotentiel. C’est le cas des termes comme 16i16M , 10H10M ,
16i16M10H et 16i 45 16M , où 16i (10H) contiennent des champs de matière
du MSSM (Higgs), alors que 16M , 16M et 10M sont des champs messagers.

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

Φ → iΦ , Φ̃ → −i Φ̃ (4.31)

(si les messagers sont dans des représentations réelles, on peut choisir une parité
Φ → −Φ̃), ce qui garantit que Φ et Φ̃ apparaissent systématiquement sous la
combinaison ΦΦ̃ 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 2009-2010, nous avons pris soin de vérifier la
compatiblité de nos modèles les contraintes expérimentales de l’époque. Cer-
taines d’entre elles ayant été actualisées, certains modèles 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
même ici ces études illustrant la démarche à suivre.

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

4.4.1 G = SU(5), Σ = 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)c × SU(2)L ×U(1)Y . Le Higgs qui réalise cette brisure est dans l’adjoint
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de SU(5). On sait que la valeur de Σ est donnée par

〈Σ〉 = V Diag(2, 2, 2,−3,−3) = 6V Y, (4.32)

où V est à l’échelle de grande unification soit ≈ 1016GeV, tandis que Y est le
générateur de l’hypercharge, normalisé pour que Y = Q− T3.

Dans les cas où la masse des messagers est bien donnée par le couplage 3

λΣ〈Σ〉 on obtient les masses suivantes pour les composantes des messagers :

Φ(5̄) =
{
φ3̄,1,+1/3 , φ1,2,−1/2

}
, MΦ = {2λΣV , −3λΣV } , (4.33)

Φ(10) =
{
φ3,2,+1/6 , φ3̄,1,−2/3 , φ1,1,+1

}
, MΦ = {λΣV , −4λΣV , 6λΣV } .(4.34)

Pour l’exemple, on a pris les messagers dans les représentations (5, 5̄) ou (10,
10), mais on a de manière générale

Mi ∝ λΣV Yi . (4.35)

Annulation de la masse du bino

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

M1 =
α1

4π

∑
i

2
3

5
Y 2
i

λXFX
6λΣV Yi

∝
∑
i

Yi , (4.36)

avec T1(Ri) = 3Y 2
i /5. Or, Y est un générateur de SU(5) donc sa trace prise sur

une représentation complète de SU(5) s’annule.
La contribution principale au bino vaut donc

Mλ1 |GM = 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 MΦΦ̃ provenant peut-être de la vev de X,
– des opérateurs du type ΦΣ2Φ̃/MP .
Les messagers sont très lourds, avec des masses de l’ordre de λΣ×1016GeV. Il

faut donc faire attention aux corrections liées à la supergravité, qui ne seront plus
forcément négligeables. C’est le rapportm3/2/MGM ∼ λΣV/(αGUTλXMP /4π) ∼
λΣ/λX qui permet de mesurer l’importance de ces contributions.

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

Mλ1
∼ m3/2 � (Mλ2

, µ) ∼MGM , (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 à
l’échelle électrofaible, M1 < m3/2, ce qui donne une LSP avec forte composante
en bino. Dans le cas contraire, la LSP est le gravitino.

Vu que l’échelle de gravitation est proche de l’échelle de grande unification,
nous avons considéré le cas dans lequel c’est la gravitation qui génère M1. Par
simplicité, on suppose que M1(Mmess) = m3/2. On prend en compte les effets
de supergravité sur les autres termes softs en rajoutant un terme m3/2 et m2

3/2

dans les masses des jauginos et des scalaires.
Après renormalisation, on arrive à la hiérarchie suivante :

M1 ≈ 0.5m3/2 � M2,M3, (4.39)

On sait que les équations de renormalisation imposent à l’échelle électrofaible
Mλ1

∼ 0.5m3/2. 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, même
s’il pèse 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 hypothèse, leur borne n’est plus valable.
D’ailleurs, certains papiers phénoménologiques ont étudié des scénarios dans
lesquels les neutralinos pouvaient être aussi légers que possibles [49].

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 légère. 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 Λ ≡ λXFX

λΣV
, on

trouve pour des messagers dans (5, 5̄)

M1 = 0 , M2 = −1

3

α2

4π
Nm Λ , M3 =

1

2

α3

4π
Nm Λ (4.40)

et pour des messagers dans (10, 10).

M1 = 0 , M2 = 3
α2

4π
Nm Λ , M3 =

7

4

α3

4π
Nm Λ , (4.41)

Les ratios caractéristiques valent

(5, 5̄) :
Mλ2/α2

Mλ3
/α3

= −2

3
, (10,10) :

Mλ2/α2

Mλ3
/α3

=
12

7
. (4.42)

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

m2
χ(Mmess) =

∑
a

daχ

(αa
4π

)2

Nm |Λ|2 , (4.43)

où αa ≡ αa(Mmess) et les valeurs des coefficients daχ sont rentrées dans le
tableau 4.1. On a négligé leur évolution entre les différentes échelles de masses
de messagers.

(5, 5̄) :

daχ SU(3) SU(2) U(1)

Q 2/3 1/6 1/180
U c 2/3 0 4/45
Dc 2/3 0 1/45
L 0 1/6 1/20
Ec 0 0 1/5

Hu, Hd 0 1/6 1/20

(10,10) :

daχ SU(3) SU(2) U(1)

Q 11/2 9/2 1/90
U c 11/2 0 8/45
Dc 11/2 0 2/45
L 0 9/2 1/10
Ec 0 0 2/5

Hu, Hd 0 9/2 1/10

Table 4.1 – Coefficients daχ pour des messagers dans la 5⊕5̄ (gauche) et 10⊕10
(droite) representations de SU(5) couplé 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)

– la masse des messagers vautMmess ≡ λΣV = 1013 GeV,MGM ≡ α3(Mmess)
4π

λXF
λΣV

=
215GeV,

– m3/2 = 85 GeV
– tanβ = 15.
– on a rajouté une contribution de supergravité universelle m3/2 pour tous

les termes softs.

Neutralino léger et nucléosynthèse primordiale

Comme dit précédemment, la LSP est un neutralino à 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 sévères sur les particules reliques qui ont une grande durée de
vie, et qui sont particulièrement difficiles à 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 . 105−6GeV [113].



4.4. SPECTRES REMARQUABLES 75

Matière noire

Un autre avantage d’avoir un neutralino LSP est que contrairement au gra-
vitino, il permet de faire des prédictions vis-à-vis de la matière noire. On peut
en effet prédire sa densité à partir des paramètres mesurés aux collisionneurs.
On peut aussi le chercher dans des expériences de détection directe [56] [57].

Pour l’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 à WMAP [71]

ΩDMh
2 = 0.1109± 0.0056. (4.44)

Pour cela, on doit réaliser des annihilations efficaces via χ̃0
1χ̃

0
1 → τ+τ−,

réalisées via l’échange d’un τ̃1 léger.
Pour que la NLSP, c’est-à-dire le gravitino, ne se désintègre pas trop tôt en

χ̃0
1γ et χ̃0

1qq̄, ruinant ainsi les prédictions cohérentes de la BBN , on doit imposer
que la température de réchauffement vérifie TR . 105−6GeV. [72]

Il est diffcile de distinguer le cas du neutralino léger de celui de mSUGRA
(par exemple SPS1a, dans lesquels Mχ̃0

1
= 97GeV) dans les collisionneurs de

hadrons. Il y a juste une section efficace qui est un peu augmentée dans les
processus tels que pp̄/pp→ χ̃0

1χ̃
0
1 + jet. [73]

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 paramètres considérés sont MGM ≡ α3(Mmess)Λ/4π = 240 GeV, Mmess =
1013GeV, m3/2 = 86 GeV, tanβ = 18 et sign(µ) = +. Pour tenir compte des
corrections de supergravité, on a rajouté une contribution universelle de m3/2

et m2
3/2 pour les masses softs des jauginos et des scalaires respectivement.

Les termes softs ont alors évolué de l’échelle des messagers vers l’échelle
électrofaible et le spectre physique a été calculé avec SUSPECT [110], en prenant
mt = 173.1GeV.

Nos spectres présentent des sleptons singlets plus légers que le reste du
spectre (neutralino exclu). Cela est dû au fait qu’ils permettent de réduire la
densité relique de neutralino jusqu’à des quantités en accord avec les observa-
tions actuelles. Cela vient des annihilations transmises par l̃R, χ̃0

1χ̃
0
1 → l+l− 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 χ̃0

1 ). Pour les paramètres données précédemment, la densité re-
lique calculée via MicrOMEGAs [111, 112] vaut Ωχ̃0

1
h2 = 0.112, comparée à la

valeur de WMAP calculée à 68% C.L. ΩCDMh
2 = 0.1109± 0.0056 [71].

Par souci d’exhaustivité, nous donnons aussi les valeurs des sections efficaces
indépendantes du spin et dépendantes du spin calculées par MicrOMEGAS qui
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h A H0 H± χ̃±1 χ̃±2 χ̃0
1 χ̃0

2 χ̃0
3 χ̃0

4 g̃
114.5 765.3 765.4 769.7 514.0 634.7 43.7 513.9 560.7 634.5 1042

t̃1 t̃2 ũ1, c̃1 ũ2, c̃2 b̃1 b̃2 d̃1, s̃1 d̃2, s̃2

780.8 1085 1017 1158 995.2 1068 1016 1161

τ̃1 τ̃2 ẽ1, µ̃1 ẽ2, µ̃2 ν̃τ ν̃e, ν̃µ
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
à un Higgs dans la représentation adjointe de SU(5), avec pour paramètres
MGM = 240GeV, Mmess = 1013GeV, m3/2 = 86GeV, tanβ = 18 and µ > 0 (all
masses in GeV).

valent respectivement , σSI
p = 5.17× 10−46 cm2 (σSD

p = 8.33× 10−43 cm2) pour

une diffusion sur un proton, et σSI
n = 5.37×10−46 cm2 (σSD

n = 9.99×10−43 cm2)
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 [80] et XENON [81].

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 à haute échelle. Plus précisemment, il n’y pas de borne
venant du LEP tant que Mχ̃0

1
+Mχ̃0

2
dépasse la limite cinématique de 208GeV.

Dans les collisionneurs de hadrons, les signatures des neutralinos légers ne
sont pas très différents de ceux d’un scénario standard de type SPS1a (dans
lequel Mχ̃0

1
= 97GeV), malgré la section efficace légèrement plus grande due à

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’à peu près 20% dans le cas extrème d’un bino sans masse [73].

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-à-vis de son spectre :

– neutralino LSP à majeure bino
– des masses de jauginos non universelles définies par le ratio de M2/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 être
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 à une adjointe de SU(5), pour MGM = 240GeV,
Mmess = 1013GeV, m3/2 = 86GeV, tanβ = 18 and µ > 0.

Les matrices de masse des sfermions peuvent être décomposées en :

(M2
χ)ij = m2

χ δij + (λχ)ijm
2
3/2 (χ = Q,U c, Dc, L,Ec) , (4.45)

où les coefficients (λχ)ij . 1 paramétrisent les contributions non universelles
liées à la supergravité.

Dans le secteur des squarks, l’insertion des paramètres de masses qui contrôle
les observables violant la saveur sont supprimées par m2

3/2/m
2
q̃ ∼ 7 × 10−3, ce

qui est assez pour être compatible avec toutes les contraintes expérimentales, à
l’exception du secteur du Kaon, où on doit imposer en plus

√
(λQ)12(λDc)12 .

0.3 [83].
Par contre, dans le secteur des sleptons, la suppression est seulementm2

3/2/m
2
l̃L
∼

0.02 (m2
3/2/m

2
l̃R
∼ 0.5) pour les insertions de masse LL (RR). Il faut donc des

contributions de supergravité universelles pour les masses softs des sleptons,
peut-être grâce à des symétries de saveur responsables pour les hiérarchies de
Yukawa.

Le problème de saveur en supersymétrie est donc simplifié mais pas entièrement
résolu dans le secteur des leptons.
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4.4.2 G = SO(10), Σ = 45, messagers dans (10,10′) ou com-
ment faire un Wino NLSP

Nous étudions le cas où le Higgs est dans une 45 proportionnelle à T3R

de SO(10), avec deux messagers distincts dans une 10M et une 10′M (en ef-
fet, la représentation adjointe apparâıt dans le produit antisymétrique de deux
représentations vectorielles).

Le superpotentiel est le suivant

Wmess = λXX10M10′M + λ4510M45 10′M . (4.46)

La vev 〈45〉 = VRT3R ne génère pas de masses pour les triplets et anti triplets de
10M et 10′M . Celles-ci vont donc, comme dans le cas précédent, être générées
par des effets sous-dominants, par exemple un terme de masse MT pour les
messagers colorés, venant de X0 6= 0, d’un terme de masse directe MT10M10′M
ou de contributions de supergravité.

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

Comme précédemment, on considère que MT , quelque soit son origine, vérifie
MT � λ45VR. Cela donne :

Mλ2 ∝
λXFX
MT

(
MT

λ45VR

)2

, Mλ1 , Mλ3 ∝
λXFX
MT

. (4.47)

On a donc plutôt 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

M1

α1
:
M2

α2
:
M3

α3
=

13

20
: −1

4
: 2 , (4.48)

Les masses des scalaires sont elles données par :

m2
χ =

∑
a

daχ

(αa
4π

)2

|ΛD|2 . (4.49)

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

– une échelle liée aux messagers Mmess ≡ λ45VR = 1011GeV,
– MGM = 550GeV,
– MT = Mmess/6
– tanβ = 15.
Les valeurs sont données dans le tableau 4.4 et représentées dans le haut

de la figure 4.2, à droite. Le gravitino a une masse de l’ordre d’1 GeV. Les
superpartenaires les plus légers sont les winos neutres et chargés χ̃0

1 et χ̃±1 ,
tandis que le bino est légèrement plus lourd (χ̃0

2). Si on avait pris un εL 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
M1,M2 � |µ|)

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

daχ SU(3) SU(2) U(1)

Q 16/3 15/32 79/2400
U c 16/3 0 79/150
Dc 16/3 0 79/600
L 0 15/32 237/800
Ec 0 0 237/200

Hu, Hd 0 15/32 237/800

Table 4.3 – Coefficients daχ obtenus pour des messagers (10M ,10′M ) couplés à
un Higgs dans une 45 de SO(10), avec une vev dans la direction T3R. ΛD = ΛL
et εL = 1/6.

h A H0 H± χ̃±1 χ̃±2 χ̃0
1 χ̃0

2 χ̃0
3 χ̃0

4 g̃
118.3 1236 1236 1239 114.1 1220 114.1 117.2 1218 1218 1978

t̃1 t̃2 ũ1, c̃1 ũ2, c̃2 b̃1 b̃2 d̃1, s̃1 d̃2, s̃2

1723 1902 2002 2011 1883 1985 1994 2013

τ̃1 τ̃2 ẽ1, µ̃1 ẽ2, µ̃2 ν̃τ ν̃e, ν̃µ
272.9 370.5 326.7 329.6 318.2 320.1

Table 4.4 – Spectre de masse supersymétrique obtenu pour des messagers
(10M ,10′M ) couplés à un Higgs dans une 45 de SO(10), avec une vev dans
la directionT3R. ΛD = ΛL, εL = 1/6, MGM = 550GeV, Mmess = 1011GeV,
tanβ = 15 and µ > 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 légère
du triplet de wino ne peut se désintégrer que gravitationnellement.

Pour évaluer son temps de vie, on peut utilise la formule suivante [85] :

Γ (W̃ 3 → G̃W 3) =
1

48π

M5
χ̃0

1

(m3/2MP )2

(
1−

m2
3/2

M2
χ̃0

1

)3(
1 + 3

m2
3/2

M2
χ̃0

1

)
, (4.50)

Cela donne τχ̃0
1
∼ 5× 104 s pour Mχ̃0

1
= 114.1GeV et m3/2 ∼ 1GeV.

Au niveau des signatures dans les collisionneurs, ce scénario ressemble aux
modèles où 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
(10M ,10′M ) couplés à un Higgs dans une 45 de SO(10), avec une vev dans
la directionT3R. ΛD = ΛL, εL = 1/6, MGM = 550GeV, Mmess = 1011GeV,
tanβ = 15 and µ > 0 (les masses étant données en GeV).

A une boucle, on génère une différence de masses Mχ̃+
1
− Mχ̃0

1
. 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 χ̃+

1 → χ̃0
1 π

+,
menant à la trace d’une particule chargée lourde terminant par la production
d’un pion très soft.

La signature caractéristique au LHC est une production χ̃+
1 χ̃
−
1 en association

avec un jet, laissant deux vertex déplacés et de l’énergie transverse manquante.
Le signal correspondant, la production d’une paire de χ̃+

1 χ̃
−
1 avec un jet,

laissant deux vertex déplacés et de l’énergie transverse manquante, est délicate
pour le LHC. Si la différence de masse χ̃0

2 - χ̃0
1 est assez grande, il peut aussi être

intéressant d’observer la production d’une paire χ̃0
2χ̃

+
1 suivie de χ̃0

2 → l+l−χ̃0
1

or ν̄l−χ̃+
1 .

Contrairement au bino, le wino a des interactions de jauge importantes.
L’efficacité de ses annihilations permet donc d’avoir une densité relique très
petite devant la densité relique d’un bino. Cependant, il peut toujours y avoir
des désintégrations tardives qui posent des problèmes liées à la BBN [74]. Cela
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demande de satisfaire la contrainte m3/2 . quelques GeV.

Là aussi, les signatures doivent être comparées avec les nouveaux résultats [134]
du LHC, il n’est pas sûr que ce modèle survive.

4.4.3 G = SO(10), Σ = 45, messagers dans (16,16), où 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 à un Higgs dans un adjoint,
avec une vev alignée dans la direction B − L, 〈45〉 = VB−LTB−L.

La masse de chaque composante des messagers φi dépend donc de B − L,
Mi = (B − L)iλ45VB−L.

La masse du gluino est alors supprimée

Mλ3
|GM =

α3

4π

λXFX
λ45VB−L

(
2× 1

1/3
+

1

−1/3
+

1

−1/3

)
= 0 . (4.51)

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 TB−L(QM ) = −TB−L(UM ) = −TB−L(DM ), cela donne une annu-

lation pour la masse du gluino.
Ainsi, si on ne prend en compte que les effets à une boucle, on trouve :

M1 = −24

5

α1

4π
Λ , M2 = 8

α2

4π
Λ , M3 = 0 , (4.52)

m2
χ = 6

[
16 δ3χ

(α3

4π

)2
+ 7 δ2χ

(α2

4π

)2
+

108

25
Y 2
χ

(α1

4π

)2]
|Λ|2 , (4.53)

où Λ ≡ λXFX/(λ45V45).
L’annulation de la masse du gluino semble accidentelle. On peut la relier

à l’annulation de l’anomalie de jauge mixte SU(3)C − SU(3)C − U(1)B−L en
remarquant que QM , UM and DM on la même valeur pour (B − L)2. Ainsi,∑
R 2TSU(3)C (R) Λ/xR est proportionnelle au coefficient anomal de SU(3)C −

SU(3)C−U(1)B−L, xR étant le coefficient de la masse des messagers dépendant
de leur représentation (le formalisme est présenté dans la section “exhaustive”).

Par comparaison, QM and LM n’ont pas la même valeur pour (B−L)2. Du
coup, l’annulation de l’anomalie mixte SU(2)L − SU(2)L − U(1)B−L ne donne
pas M2 = 0.

On peut générer une masse de gluino grâce aux corrections de supergravité,
comme dans le cas du neutralino léger. La différence avec les neutralinos, c’est
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que le groupe de renormalisation fait grandir la masse des gluinos quand on
descend en énergie. Si on part de Mλ3(Mmess) ∼ m3/2 � MGM, on obtient un
gluino NLSP de longue vie avec un gravitino LSP.

La prédictionM3 = 0 est corrigée par les contributions venant de la médiation
gravitationnelle et de MR 6= 0. Si les corrections venant de la supergravité do-
minent, on peut écrire :

M3(Mmess) ∼ m3/2 � MGM , (4.54)

Ceci mène à M3 ∼ 3m3/2 à l’échelle électrofaible. Le gluino va donc a priori
être la NLSP, à moins que la hiérarchie m3/2 � MGM soit assez petite pour
permettre au neutralino d’être la NLSP.

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

– une masse pour les messagers de Mmess ≡ λ45VB−L = 1013GeV,
– MGM = 150GeV
– m3/2 = 70GeV
– tanβ = 15.
On a rajouté une contribution universelle liée à la supergravité m3/2 aux

termes softs de masses. Le neutralino le plus léger et le gluino ont pour masses
respectives Mχ̃0

1
= 228.9GeV et Mg̃ = 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 � m3/2, le spectre supersymétrique résultant est
plutôt 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 εQ = εU =
εD ≡ ε dans la formule plus générale, on trouve :

M3 ' −36
α3

4π
Λ ε . (4.55)

M1, M2 et les autres masses softs de scalaires sont toujours données par les
mêmes équations (4.52) et (4.53). Le spectre supersymétrique est donc semblable
au cas précédent, à l’exception d’un gravitino plus léger dont la masse n’est plus
corrélée à celle du gluino. Suivant la valeur de ε, 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 [85] :

τ−1 (g̃ → G̃g) =
1

48π

M5
g̃

(m3/2MP )2

(
1−

m2
3/2

M2
g̃

)3(
1 + 3

m2
3/2

M2
g̃

)
. (4.56)

Le temps de vie d’un gluino de 250 GeV est donc τg̃ ∼ 107 s pour m3/2 ∼
100GeV, et τg̃ ∼ 500 s pourm3/2 ∼ 1GeV. Ce scénario partage des caractéristiques
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Figure 4.3 – Spectre de masse supersymétrique obtenus pour des messagers
dans (16,16), Σ = 45, dans la direction B-L. Mmess ≡ λ45VB−L = 1013GeV,
MGM = 150GeV, m3/2 = 70GeV , tanβ = 15.

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 après avoir été produit aux
collisionneurs. Si le R-hadron le plus léger est neutre, il s’échappera du décteur
en ne laissant qu’une petite fraction de l’énergie liée à l’événement. La signature
correspondante, monojet + énergie manquante (liée à la production d’une paire
de gluino associée à un jet à haute énergie transverse), nous permet de mettre
une bonne inférieure Mg̃ > 210GeV à partir des données du Tevatron [76]. Le
LHC devrait aussi sonder des masses allant jusqu’à 1.1 TeV. Il y a aussi la
possibilité que des R-hadrons neutres soient transformés en R-hadrons chargés
et s’arrêtent dans le détecteur après avoir perdu leur énergie[77]. Les gluinos
arrêtés vont finir par se désintégrer sans être synchronisés avec un croisement
des faisceaux. La collaboration D0 a cherché de tels événements et mis une limite
Mg̃ < 270GeV pour τg̃ < 3 heures ; [78]. Cependant, cette limite ne s’applique
pas à notre scénario, puisque τg̃ ∼ 107 s.

Un tel temps de vie peut sembler inconsistant avec les contraintes de la BBN
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si on prend en compte les effets des états liés sur la nucléosynthèse primordiale
[79]. Dans ce cas, une contrainte plus forte, τg̃ . 100 s s’appliquerait. Cela
laisserait penser que les corrections gravitationnelles sont petites, m3/2 < 1GeV,
et que la masse du gluino est générée par un autre type de contributions sous-
dominantes. Dans ce cas, la limite trouvée par D0 s’applique.

Le LHC a déjà mis des contraintes bien plus fortes sur la masse du gluino,
qui doit maintenant faire au moins 500 GeV. Il faudrait donc modifier ce
modèle afin d’éviter cette nouvelle contrainte. Notons que les contraintes les
plus fortes supposent l’universalité, qui n’est pas valable ici. Les contraintes
plus faibles vérifient aussi des hypothèses théoriques, comme le fait d’un neu-
tralino de masse nulle pour la limite de 725 GeV d’ATLAS [134], qui ne sont
pas forcément valables dans ce modèle.

4.5 Spectres, un peu d’exhaustivité

4.5.1 SU(5) comme groupe de grande unification

Messagers couplés à un Higgs dans une 24

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

Messagers couplés à un Higgs dans une 75

La seule représentation non trivale de SU(5) à laquelle les messagers (5, 5̄)
peuvent coupler au niveau renormalisable est 24. Des messagers dans (10,10)
peuvent aussi coupler à une 75. Nous considérons ici le cas où un multiplet
de Higgs dans une 75, décrit par un tenseur Aijkl avec deux indices convariants
et 2 indices contravariants (i, j, k, l = 1 · · · 5), est utilisé pour briser SU(5) en
SU(3)c × SU(2)L ×U(1)Y .

Sa vev vaut alors 〈Aijkl〉 = V εijkl, avec [107] :

εijkl = 6(δi4δ
j
5 − δi5δ

j
4)(δ4

kδ
5
l − δ5

kδ
4
l )− 2δik(δj4δ

4
l + δj5δ

5
l ) + 2δjk(δi4δ

4
l + δi5δ

5
l )

+ 2δil (δ
j
4δ

4
k + δj5δ

5
k)− 2δjl (δ

i
4δ

4
k + δi5δ

5
k) + δikδ

j
l − δilδ

j
k . (4.57)

Coupler cette vev à une paire de champs messagers dans (10,10) induit la
différence de masse suivante parmi leurs composants (φi, φ̃i) :

φi =
(
φ3,2,+1/6 , φ3̄,1,−2/3 , φ1,1,+1

)
, Mi = (−4λΣV, 4λΣV, 12λΣV ) .

(4.58)
Pour calculer la masse des jauginos, il suffit de mettre (4.58) dans (4.25) :

M1 =
9

20

α1

4π
Nm Λ , M2 = −3

4

α2

4π
Nm Λ , M3 = −1

4

α3

4π
Nm Λ , (4.59)
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Ceci nous amène à une hiérarchie inversée entre le wino et le gluino à l’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 tanβ, 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
daχ sont cette fois référencés dans le tableau 4.5.

daχ SU(3) SU(2) U(1)

Q 1/2 9/32 29/7200
U c 1/2 0 29/450
Dc 1/2 0 29/1800
L 0 9/32 29/800
Ec 0 0 29/200

Hu, Hd 0 9/32 29/800

Table 4.5 – Coefficients daχ pour des messages dans une 10⊕ 10 SU(5) couplé
à un multiplet de Higgs dans une 75.

Le spectre supersymétrique physique, évalué avec SUSPECT pour Nm = 1,
MGM = 1700GeV, Mmess = 1011GeV, tanβ = 20 et sign(µ) = +, 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
troisième neutralinos sont principalement higgsinos, alors que le chargino le plus
lourd est principalement composé de wino.

h A H0 H± χ̃±1 χ̃±2 χ̃0
1 χ̃0

2 χ̃0
3 χ̃0

4 g̃
114.8 1037 1037 1040 727.8 855.4 263.5 726.8 757.5 855.1 632.2

t̃1 t̃2 ũ1, c̃1 ũ2, c̃2 b̃1 b̃2 d̃1, s̃1 d̃2, s̃2

1028 1417 1357 1554 1300 1410 1341 1556

τ̃1 τ̃2 ẽ1, µ̃1 ẽ2, µ̃2 ν̃τ ν̃e, ν̃µ
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 à un Higgs dans la représentation 75 de SU(5), pour
MGM = 1700GeV, Mmess = 1011GeV, tanβ = 20 et µ > 0 (toutes les masses
sont en GeV).

Comme le gravitino est la LSP, la NLSP a une longue durée de vie, et ses
désintégrations tardives peuvent détruire les prédictions de la nucléosynthèse
primordiale (Big Bang Nucleosynthesis-BBN) [62]. Les contraintes de la BBN
sont particulièrement fortes pour une NSLP principalement composée de bino,
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car celui-ci a de larges rapports d’embranchement hadroniques venant du mode
de désintégration B̃ → G̃qq̄. Ceux-ci mènent à 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 être contournées si la masse du
gravitino est plus petite que quelques 0.1GeV [113]. Une valeur aussi petite de
m3/2 n’est possible que pour une échelle de messagers de l’ordre de 1011GeV,
sachant que :

Mmess = 1.1× 1011GeV

(
α3(Mmess)

0.05

)(
1.5TeV

MGM

)(
λX

10−2

)( m3/2

0.25GeV

)
,

(4.60)

où Mmess ≡ 4λΣV .

Une analyse plus détaillée donne une limite plus forte, m3/2 . 0.01GeV [74].
Elle est cependant relachée par les cohannihilations τ̃1-χ̃0

1, qui réduisent la den-
sité relique en bino.

Étant la LSP, le gravitino est un candidat naturel à la matière noire froide,
et un choix adéquat de la température de reheating après inflation permet à sa
densité relique de tomber dans l’intervalle autorisé par WMAP [84].

4.5.2 SU(5) flippé comme groupe de grande unification

Nous regardons ici le cas où le groupe de grande unification est SU(5) flippé :
SU(5)× U(1)X [114].

Du point de vue de la théorie des champs, ce modèle 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 à l’adjoint
du groupe afin de briser le groupe de grande unification.

La matière est contenue dans les représentations suivantes

101 = (Q,D,N) , 5̄−3 = (L,U) , 15 = E , (4.61)

On peut le voir comme les restes d’une 16 de SO(10) décomposée sous SU(5)×
U(1)X .

Le secteur de Higgs est décrit par

Σ , Σ̄ = 101 ⊕ 10−1 , H , H̄ = 5−2 ⊕ 52 . (4.62)

La brisure de SU(5) × U(1)X → SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y est réalisée via
〈Σ〉 = 〈NΣ〉 6= 0. On essaie maintenant d’introduire des représentations de
messagers de faible dimension, 5M −5M and 10M −10M , couplant aux champs
de Higgs Σ, Σ̄.

Les seuls couplages renormalisables permis sont

ΣH̄5M , Σ5M5
′
M , ΣH10M . (4.63)
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Le premier couplage doit être interdit car il donne une grande masse à l’un
des doublets des Higgs du MSSM 4. Les deux autres opérateurs ne donnent
pas des masses à 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 à partir de Higgs sont

Σ⊗ Σ = 5̄⊕ 45⊕ 50,

Σ⊗ Σ̄ = 1⊕ 24⊕ 75 . (4.64)

La seule contribution à la masse provenant de la première ligne de (4.64)
est 50, et cela ne convient pas car cela ne donne une masse qu’à NΣ. Les
opérateurs de la seconde ligne de (4.64) sont tous valables, eux. Le singlet donne
la médiation de jauge minimale (standarde) [116], le second 24 a été discuté en
détails dans la partie 4.4.1, et le troisième 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)a s’annule,
donc il ne peut coupler qu’à un Higgs dans une 54.

S’il y a au moins deux champs messagers dans 10 et 10′, on peut écrire
10 10′54 comme 10 10′45.

Comme 10 ⊗ 10 = 1s ⊕ 45a ⊕ 54s, 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)c ×
SU(2)L ×U(1)Y , souvent combinés ensemble.

Le cas où le Higgs est dans une 54 est similiaire à l’étude faite dans le cas
SU(5) avec des messagers dans (5, 5̄).

Dans le cas des messagers dans une 45, il faut deux messagers distincts dans
une 10M et une 10′M

5. La 45 a deux vevs singlets sous le modèle standard,
dans les directions B − L et T3R.

Nous n’avons pas réussi à produire des cas viables dans le premier cas, et le
second cas a déjà été étudié dans la section précédente.

4. il y a aussi des opérateurs qui mélangent les champs de matière avec les messagers,
Σ5̄i5̄M , Σ10i5M , avec i = 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 apparâıt dans le produit antisymétrique de deux
représentations vectorielles
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Un seul champ messager dans une représentation 10

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

Wmess = λXX 10M10M + λ5410M 54 10M . (4.65)

Les vev de la 54 invariantes sous Pati-Salam sont

〈54〉 = V54

(
2 I6 06×4

04×6 −3 I4

)
, (4.66)

Elles séparent les masses des composants (φi, φ̃i) de 10M de la manière
suivante :

10M = {φ6,1,1 , φ1,2,2} , MΦ = {2λ54V54 , −3λ54V54} , (4.67)

où les indices renvoient aux représentations sous le groupe de Pati-Salam SU(4)C×
SU(2)L × SU(2)R.

Comme la 6 de SU(4) se décompose comme (3̄,1,+1/3)⊕ (3,1,−1/3) sous
SU(3)c × SU(2)L ×U(1)Y , cela donne exactement les mêmes résultats que lors-
qu’on a une paire de messagers dans (5, 5̄) couplée à 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 même 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 10M
et 10′M couplé à une 45 :

Wmess = λXX 10M10′M + λ4510M 45 10′M . (4.68)

Comme on a imposé une symétrie Z4 comme définie en (4.31), on n’a pas de
terme du type X 10M10M et X 10′M10′M dans Wmess.

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

On décompose 10M , 10′M comme

10M = (DM , LM )⊕
(
D̄M , L̄M

)
, 10′M = (D′M , L

′
M )⊕

(
D̄′M , L̄

′
M

)
, (4.69)

où DM ≡ φ3̄,1,+1/3, D̄M ≡ φ3,1,−1/3, LM ≡ φ1,2,−1/2, L̄M ≡ φ1,2,+1/2 (et de
même pour les champs primés), on obtient :

10M 〈45〉10′M = xDV45

(
D′M D̄M −DM D̄

′
M

)
+ xLV45

(
L′M L̄M − LM L̄′M

)
,

(4.70)
avec les coefficients xD et xL donnés dans le tableau 4.7.
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direction de 〈45〉 xD xL

B − L 2/3 0
T3R 0 −1/2
Y 1/3 −1/2
X −2 −2

Table 4.7 – Coefficients xD et xL de l’équation (4.70) pour différentes orienta-
tions de la vev 45.

Le signe relatif des masses entre les deux paires de doublets (ou triplets)
de messagers mène à une annulation entre leur contribution à la masse des
messagers. S’il n’y avait pas d’autres contributions à 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 (λ5410M 54 10′M )
– d’une vev X0 6= 0 pour la composante la plus basse de X,
– d’un terme de masse direct M10M10′M
– d’opérateurs non renormalisables

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

(MD + xDλ45V45)D′M D̄M + (MD − xDλ45V45)DM D̄
′
M

+ (ML + xLλ45V45)L′M L̄M + (ML − xLλ45V45)LM L̄
′
M . (4.71)

S’il y a une invariance sous SO(10), on prend MD = ML ≡M .

Comme MD,ML � λ45V45, on peut développer la masse du jaugino par
rapport aux paramètres εD ≡MD/(λ45V45) et εL ≡ML/(λ45V45) :

M3 ' 2
α3

4π
ΛD

{
δD − (1− δD)

ε2D
x2
D

}
,

M2 ' 2
α2

4π
ΛL

{
δL − (1− δL)

ε2L
x2
L

}
, (4.72)

M1 ' 12

5

α1

4π

{
ΛD
3

[
δD − (1− δD)

ε2D
x2
D

]
+

ΛL
2

[
δL − (1− δL)

ε2L
x2
L

]}
,

avec

ΛD ≡
λXFX
MD

, εD ≡
MD

λ45V45
, δD =

{
1 si xD = 0
0 sinon

, (4.73)

et de même pour ΛL, εL, δL en remplaçant (ML, xL) par (MD, xD).

En faisant le même développement, on obtient l’expression suivante pour les
masses des scalaires à l’ordre dominant :
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m2
χ '

16

3
δ3χ

(α3

4π

)2
|ΛD|2

[
δD +

1− δD
x2
D

|εD|2
]

+ 3δ2χ

(α2

4π

)2
|ΛL|2

[
δL +

1− δL
x2
L

|εL|2
]

+
72

25
Y 2
χ

(α1

4π

)2{1

3
|ΛD|2

[
δD +

1− δD
x2
D

|εD|2
]

+
1

2
|ΛL|2

[
δL +

1− δL
x2
L

|εL|2
]}

, (4.74)

où δ3χ = 1 si χ se trouve dans la représentation (anti-)fondamentale de SU(3)C
et δ3χ = 0 autrement, et de même pour δ2χ.

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

Les paramètres utilisés dans l’exemple étudié précédemment ont été définis
comme suit.

De manière générale, on peut écrire

M1 '
4

5

α1

4π
ΛD , M2 ' −8

α2

4π
ΛL ε

2
L , M3 = 2

α3

4π
ΛD , (4.75)

m2
χ '

16

3
δ3χ

(α3

4π

)2
|ΛD|2 + 12 δ2χ

(α2

4π

)2
|ΛL|2 |εL|2

+
72

25
Y 2
χ

(α1

4π

)2 [1

3
|ΛD|2 + 2 |ΛL|2 |εL|2

]
. (4.76)

Pour |εL| . 0.2
√
|ΛD/ΛL| , le wino est plus léger que le bino et est souvent la

NLSP. Le gravitino est toujours la LSP.

Pour ΛD = ΛL et εL = 1/6, les masses des jauginos sont données par

M1

α1
:
M2

α2
:
M3

α3
=

13

20
: −1

4
: 2 , (4.77)

et les masses des scalaires par :

m2
χ =

∑
a

daχ

(αa
4π

)2

|ΛD|2 , (4.78)

avec les coefficients daχ 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 λ4510M 45 10′M , 〈45〉 = V45TB−L

Dans ce cas, la vev de la 45 ne contribue pas aux masses des doublets
(xL = 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 ε2D par rapport aux autres masses softs :

M1 '
6

5

α1

4π
ΛL , M2 = 2

α2

4π
ΛL , M3 ' −

9

2

α3

4π
ΛD ε

2
D , (4.79)

m2
χ ' 12 δ3χ

(α3

4π

)2
|ΛD|2 |εD|2 + 3 δ2χ

(α2

4π

)2
|ΛL|2

+
72

25
Y 2
χ

(α1

4π

)2 [3

4
|ΛD|2 |εD|2 +

1

2
|ΛL|2

]
. (4.80)

À cause de la hiérarchie entre les masses des squark doublet et singlet, le
couplage de Yukawa du top quark amène m2

Uc à des valeurs négatives à l’échelle
électrofaible, développant un tachyon dans le secteur du stop. Ni une petite
masse de gluino, ni un εD allant jusqu’à 1/4 ne suffit pas à compenser cet effet.

Le cas 〈45〉 = V45TB−L n’est donc pas viable.

(ii) Couplage λ4510M 45 10′M , 〈45〉 = V45T3R

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

(iii) Couplage λ4510M 45 10′M , 〈45〉 = V45TY

Dans ce cas, on a

M1 ' −
12

5

α1

4π
Λ (3εD + 2εL) , M2 ' −8

α2

4π
Λ εL , M3 = −18

α3

4π
Λ εD ,

(4.81)

m2
χ ' 12

[
4 δ3χ

(α3

4π

)2
+ δ2χ

(α2

4π

)2
+

6

5
Y 2
χ

(α1

4π

)2]
|Λ|2 , (4.82)

où Λ ≡ λXFX/(λ45V45). Comme on a supposé εD, εL � 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), εD = εL et les masses des jauginos vérifient les ratios suivants :

M1

α1
:
M2

α2
:
M3

α3
= −6 : −4 : −9 . (4.83)

(iv) Couplage λ4510M 45 10′M , 〈45〉 = V45TX

Comme dans le cas précédent, les masses des jauginos sont supprimées par
rapport aux masses des scalaires :
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M1 ' −
3

5

α1

4π
Λ

(
1

3
εD +

1

2
εL

)
, M2 ' −

1

2

α2

4π
Λ εL , M3 = −1

2

α3

4π
Λ εD ,

(4.84)

m2
χ '

[
4

3
δ3χ

(α3

4π

)2
+

3

4
δ2χ

(α2

4π

)2
+

3

5
Y 2
χ

(α1

4π

)2]
|Λ|2 . (4.85)

À l’ordre dominant, les masses des scalaires ont les mêmes ratios que dans
la version minimale de la médiation de jauge. Cela provient du fait que les
termes qui génèrent la majeure partie des masses sont invariants sous SU(5).
Si toutes les contributions, même sous-dominantes, sont invariantes sous SU(5)
(soit εD = εL), les masses de jauginos respectent les ratios de la médiation de
jauge minimale, c’est-à-dire M1 : M2 : M3 = α1 : α2 : α3.

Messagers dans des représentations (16, 16)

, higgs dans une des < 45 > possibles

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

Wmess = λXX 16M16M + λ4516M 45 16M . (4.86)

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 X0 6= 0 ou d’un terme de masse directe
M16M16M (qui ne soit pas contenue dans Wmess). Décomposant 16M en :

16M = (QM , UM , DM , LM , EM , NM ) , (4.87)

où QM ≡ φ3,2,+1/6, UM ≡ φ3̄,1,−2/3, DM ≡ φ3̄,1,+1/3, LM ≡ φ1,2,−1/2, EM ≡
φ1,1,+1, NM ≡ φ1,1,0 (et de même pour son partenaire vectoriel 16M ), on ob-
tient :

16M 〈45〉16M =
∑

R=Q,U,D,L,E,N

xRV45 R̄MRM , (4.88)

avec les coefficients xR donnés dans le tableau 4.8. Les masses de messagers
peuvent donc être écrites comme :∑

R=Q,U,D,L,E,N

(MR + xRλ45V45) R̄MRM , (4.89)

où les MR (MR � λ45V45) paramétrisent les potentielles contributions sous-
dominantes. Quand ces dernières sont pertinentes (en particulier quand cer-
tains xR sont nuls, auquel cas MR ne peut être négligé), cela peut être utile
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orientation dela 〈45〉 xQ xU xD xL xE xN

B − L 1/3 −1/3 −1/3 −1 1 1
T3R 0 −1/2 1/2 0 1/2 −1/2
Y 1/6 −2/3 1/3 −1/2 1 0
X −1 −1 3 3 −1 5

Table 4.8 – Coefficients xR de l’équation (4.88) pour les différentes orientations
de la vev 45.

de développer la masse des jauginos et des scalaires par rapport aux petits
paramètres εR ≡MR/(λ45V45) :

Ma '
αa
4π

∑
R

2Ta(R)ΛR

{
δR + (1− δR)

εR
xR

(
1− εR

xR

)}
, (4.90)

m2
χ = 2

∑
a

Caχ

(αa
4π

)2 ∑
R

2Ta(R) |ΛR|2
{
δR + (1− δR)

|εR|2

x2
R

}
. (4.91)

où

ΛR ≡
λXFX
MR

, εR ≡
MR

λ45V45
, δR =

{
1 si xR = 0
0 sinon

. (4.92)

(i) Couplage λ4516M 45 16M , 〈45〉 = V45TB−L

Le cas a été traité dans la section (4.4.3). C’est celui du gluino léger.

(ii) Couplage λ4516M 45 16M , 〈45〉 = V45T3R

Comme xQ = xL = 0, les messagers (QM , Q̄M ) et (LM , L̄M ) ne recoivent
pas de contribution à leurs masses de la part du Higgs 45 dans ce cas, mais
de la part de contributions sous-dominantes MQ et ML. Les masses softs des
jauginos et des scalaires sont données via (4.90) et (4.91) par :

M1 '
1

5

α1

4π
(ΛQ + 3ΛL) , M2 '

α2

4π
(3ΛQ + ΛL) , M3 = 2

α3

4π
ΛQ ,

(4.93)

m2
χ '

16

3
δ3χ

(α3

4π

)2
(1 + 4|εQ|2) |ΛQ|2 +

3

2
δ2χ

(α2

4π

)2 (
3|ΛQ|2 + |ΛL|2

)
+

6

25
Y 2
χ

(α1

4π

)2 [
(1 + 64|εQ|2)|ΛQ|2 + 3|ΛL|2

]
.(4.94)
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Si les contributions sous-dominantes à la masse des messagers sont invariantes
sous SO(10), ΛQ = ΛL et les rations des masses des jauginos sont données par :

M1

α1
:
M2

α2
:
M3

α3
=

4

5
: 4 : 2 , (4.95)

et les masses des scalaires par :

m2
χ '

[
16

3
δ3χ

(α3

4π

)2
(1 + 4|εQ|2) + 6δ2χ

(α2

4π

)2
+

24

25
Y 2
χ

(α1

4π

)2
(1 + 16|εQ|2)

]
|ΛQ|2 .(4.96)

(iii) Couplage λ4516M 45 16M , 〈45〉 = V45TY

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

M1 = 0 , M2 = 16
α2

4π
Λ , M3 =

27

2

α3

4π
Λ , (4.97)

m2
χ = 2

[
111 δ3χ

(α3

4π

)2
+ 84 δ2χ

(α2

4π

)2
+

54

5
Y 2
χ

(α1

4π

)2]
|Λ|2 , (4.98)

où M1 = 0 est, comme dans le cas de SU(5), une conséquence du fait que la vev
du Higgs dans l’adjoint du groupe de grande unification est dans la direction de
l’hypercharge. La masse du bino provient des contributions gravitationnelles ou
sous-dominantes des masses des messagers. Dans le dernier cas, on a :

M1 ' −
6

5

α1

4π
(6εQ + 3εU + 3εD + 2εL + εE) Λ , (4.99)

Si les contributions sous dominantes aux masses des messagers sont invariantes
sous SO(10), ceci se simplifie en M1 ' −18(α1/4π)Λε

Si les corrections de supergravité dominent, M1(Mmess) ≈ m3/2 donne M1 ≈
0.5m3/2 à l’échelle électrofaible.

Comme pour le cas SU(5) avec des messagers couplant à une 24, ce cas est
caractérisé par un bino léger LSP, le reste du spectre étant différent toutefois.

(iv) Couplage λ4516M 45 16′M , 〈45〉 = 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 ramène
à celui de la médiation de jauge minimale. Plus précisemment, le secteur des
messagers est composé d’une paire de (5, 5̄) et de (10, 10) avec pour masses
M5 = −3M10.

Cela donne des masses de jauginos vérifiant

M1

α1
=

M2

α2
=

M3

α3
= −8

3

Λ

4π
, (4.100)
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Les masses des scalaires, elles, vérifient

m2
χ '

56

9

[
4

3
δ3χ

(α3

4π

)2
+

3

4
δ2χ

(α2

4π

)2
+

3

5
Y 2
χ

(α1

4π

)2]
|Λ|2 . (4.101)
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4.6 Conclusions

Les modèles de superysmétrie qui considèrent à la fois l’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 modèle. Ceci permettra de favoriser les modèles 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 à étudier.
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H φ&φ̃ M3

α3
: M2

α2
: M1

α1
Propriétés remarquables

mSUGRA 1 :1 :1

mGM 1 :1 :1
SU(5) 24 5 & 5̄ 1 : -2/3 : ε neutralino LSP, sleptons

légers, TR ≤ 105−6 GeV,

10 & 1̄0 1 : 12/7 : ε changements de saveur ok
à part chez les leptons

75 10 & 1̄0 1 :3 :-9/5

SU(5)× U(1)X combinaisons de
cas déjà étudiés

SO(10) 54 10 & 10 1 : -2/3 : ε Cas du neutralino léger

45 ∼ T3R 10 & 10’ 13/20 : -1/4 : 2 wino NSLP, τ104−5s, slep-
tons légers, sparticules co-
lorées lourdes, M3/2 ∼
GeV

16 & 1̄6 4
5 :4 :2

45 ∼ TB−L 10 & 10’ − 3
5 : 1 : ε gluinos légers

16 & 1̄6 6 :4 :9 pas viable

45 ∼ TY 10 & 10’ ε :16 : 27
2 neutralino léger LSP

16 & 1̄6

45 ∼ TX 10 & 10’ 1 :1 :1

16 & 1̄6 1 : 1 : 1

Figure 4.4 – Sommaire des propriétés des modèles de grande unification avec
messagers suivant les groupes et les représentations choisies.
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Chapitre 5

Modèles de Saveurs

5.1 Introduction, problématique et plan

L’étude du domaine des saveurs est vaste et complexe 1. Le modèle standard
décrit très 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 modèle standard telles que
la supersymétrie, on ne peut pas (encore) reposer sur l’expérience. Lorsqu’on
écrit des modèles 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 à expliquer l’origine des couplages de
Yukawa et l’explication au problème de hiérarchie, tout en expliquant l’absence
de FCNCs observés ou de violation de CP.

5.1.1 Deux approches différentes pour la saveur

Nous nous limiterons ici à la comparaison de deux types de modèles différents,
aux prédictions proches.

Le premier considère une ou des symétries agissant sur les trois familles du
modèle standard. On parle de symétries “horizontales”. Lorsque celles-ci sont
brisées, elles génèrent une hiérarchie pour les couplages de Yukawas engendrés.
Le modèle 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
être non-abéliennes. Ces scénarios peuvent être compatibles avec les limites des
FCNCs et de la violation de CP sous réserve de :

– avoir une masse de sfermions assez lourde, causant des problèmes de petite
hiérarchie

– se placer dans une région restreinte parmi les paramètres supersymétriques
disponibles, ou faire des hypothèses supplémentaires, comme l’alignement

1. Pour changer.

99
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ou la violation de saveur minale dite MFV par exemple [33, 122, 127] (voir
[128] pour une discussion récente).

En général, les contraintes sont difficiles à satisfaire et les FCNCs sont prédits
proches des limites actuelles.

Dans le second type de modèles, les hiérarchies proviennent d’une forte re-
normalisation des fonctions d’onde (modèles noté WFR, pour wave fonction
renormalisation). Celles-ci peuvent provenir

– de l’évolution du groupe de renormalisation vers une échelle M située
quelques ordres de grandeur en dessous de l’échelle fondamentaleM0. Dans
notre exemple, on aura M0 = MP et M = ΛGUT . On peut très bien aussi
avoir M0 = Mp ou ΛGUT et M = MSUSY . On peut coupler le MSSM à
un secteur conforme afin de générer de larges dimensions anomales pour
les champs de matière [129, 131, 132]

– d’une dimension supplémentaire dans laquelle sont répartis les champs
de matières[133, 86]. Cette idée a été largement considérée pour régler la
question de la saveur dans le cadre de modèles non supersymétriques de
type Randall-Sundrum, avec des dimensions supplémentaires fortement
courbées [87].

On sait que ces deux cas sont souvent duaux. Ainsi, un modèle type comme
celui de Nelson-Strassler [129] [132] 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 modèles cherchent à résoudre la question de la hiérarchie
de masse chez les fermions, ainsi qu’à comprendre pourquoi les FCNCs sont
supprimés en supersymétrie [117, 33, 119, 120, 121, 122, 123, 124].

Comme cela a été déjà dit dans le papier initial de Nelson et Strassler,
les prédictions d’un modèle utilisant un mécanisme de WFR supersymétrique
ressemblent à des modèles de saveur reposant sur le mécanisme de FN, avec des
symétries horizontales abéliennes, des fermions du MS portant des charges du
même signe et avec un seul champ familon.

Effectivement, les prédictions des deux approches pour les matrices de Yu-
kawa sont identiques, une fois faite l’identification entre les différents paramètres.

Cela permet de construire des modèles de WFR viables. En effet, il y a un
nombre limité de modèles supersymétriques de type FN avec

– des symétries horizontales abéliennes
– un seul champ familon
– tous les fermions ayant des charges du même signe
– sans anomalie de jauge
– qui arrivent à rendre compte correctement des masses et mélanges des

quarks et leptons.
Chaque choix de charges horizontales peut être mise en relation avec des

valeurs d’un modèle de WFR, les deux modèles donnant les même prédictions
pour les matrices de Yukawa.



5.2. MODÈLES DE FROGGATT-NIELSEN 101

On peut donc se baser sur le travail déjà accompli sur les modèles de FN qui
marchent pour identifier ceux de WFR qui vont le faire.

Au delà de masses de fermions identiques, nous nous proposons de pousser
la comparaison entre ces deux types de modèles aux masses des scalaires.

Les deux modèles 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 modèles de type Nelson-Strassler.

Nous verrons également que les deux modèles satisfont une même contrainte
pour deux raisons apparemment très différentes :

– Dans le cas des symétries de jauge dans un modèle à 4D, il faut veiller à
l’annulation des anomalies de jauge.

– Dans les cas des modèles de type Nelson-Strassler, on impose l’unification
des couplages de jauge.

Le fait que les modèles de type WFR subissent des contraintes similaires à
celles de FN laisse à penser que l’ensemble des Yukawas générés par les deux
approches pourrait être le même.

5.1.3 Des différences au niveau de la saveur

Pour appréhender les différences entre les deux modèles, nous aborderons la
construction d’un un modèle simple avec une dimension en plus dans lequel les
fonctions d’ondes sont hiérarchiques. Dans celui-ci, les courants neutres lepto-
niques seront supprimés grâce à un couplage fort (CFT) générant la masse de
l’électron.

On connâıt le lagrangien effectif du modèle standard obtenu après intégration
des degrés de libertés supersymétriques [88]. L’importance des FCNCs et de la
violation CP à l’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 modèles.

Si les masses générées semblent être les mêmes dans les modèles 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 Modèles de Froggatt-Nielsen

5.2.1 Froggatt-Nielsen en quelques mots

Dans le cas des modèles de type Froggatt-Nielsen, on considère que la struc-
ture de la saveur dans le modèle standard est expliquée par une symétrie spon-
tanément brisée. On fait donc appel à une symétrie de saveur, U(1) dans le cas
le plus simple. On peut aussi généraliser et chercher à étudier le cas où 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 modèle 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 modèles que nous considérons

Nous allons étudier les cas supersymétriques de FN, car ce sont ceux dont
le secteur de saveur est le plus délicat à comprendre. On considère des modèles
effectifs supersymétriques à des échelles plus grandes que l’échelle de brisure de
la supersymétrie ΛBS , et plus petites que l’échelle de brisure pour la symétrie
de saveur M .

La structure liée à la saveur va donc apparâıtre de manière effective, dans les
termes cinétiques, dans le superpotentiel et dans la structure des termes softs.

Comme notre but sera de comparer les modèles de type Nelson-Strassler
à ceux de Froggatt-Nielsen, on se limite seulement aux modèles possédant des
charges de FN positives. Nous verrons que ce sont ceux qui ont une correspon-
dance dans les cas où l’on utilise la renormalisation des fonctions d’onde.

L’action effective est déterminée par

W = εqi+uj+hu(Y Uij +AUijX)QiUjHu + εqi+dj+hd(Y Dij +ADijX)QiDjHd

+εli+ej+hd(Y Eij +AEijX)LiEjHd

K = ε|qi−qj |(1 + CijX
†X)Q†iQj + · · · , (5.1)

où ε = θ/M , avec θ un superchamp chiral possédant une charge U(1) −1,
X = θ2F est le champ qui brise la supersymétrie et tous les éléments de Y Uij
sont d’ordre un.

Les charges liées aux familles des superchamps de matière sont définies
comme qi pour la composante gauche du doublet QL, ainsi que ui et di pour les
composantes de saveurs des quarks singlets, les conjugués des triplets de couleur
UR et DR, respectivement, et de même pour les leptons.

Les charges horizontales sont définie dans une base électrofaible. Dans ce cas,
les termes cinétiques possèdent des termes de mélange pour la saveur. Comme
on suppose que les coefficients Cij , Yij et Aij sont d’ordre un, cela n’affecte pas
les ordres dominants en ε. On se placera toujours dans cette base canonique.

5.3 Nelson-Strassler

5.3.1 Nelson-Strassler

Dans [129], Nelson et Strassler proposent un modèle qui permet de reproduire
les hiérarchies du modèle standard sans utiliser de symétries de saveur. Pour
cela, ils couplent le MSSM à un secteur conforme comportant une symétrie U(1)
qui empêche 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 modèle
standard.
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L’action effective à l’échelle M est déterminée par

W = (Y Uij +AUijX)QiUjHu + (Y Dij +ADijX)QiDjHd

+(Y Eij +AEijX)LiEjHd

K = ε−2qiQ†iQi + CijX
†XQ†iQj + · · · . (5.2)

Ici, les facteurs ε−2qi , qi > 0∀i sont les facteurs de renormalisation des fonc-
tions d’onde, provenant de la physique entre M0 et M , et dans les notions conve-
nant à la comparaison des deux approches. On a fait disparaitre les mélanges
de saveur d’ordre un apparaissant à l’échelle M0 dans les termes cinétiques via
des rotations judicieuses.

Après avoir renormalisé les fonctions d’onde Qi → εqiQi et autres (Higgs
inclus), l’action effective dans le cas WFR est donné par

W = εqi+uj+hu(Y Uij +AUijX)QiUjHu + εqi+dj+hd(Y Dij +ADijX)QiDjHd

+εli+ej+hd(Y Eij +AEijX)LiEjHd

K = Q†iQi + Cijε
qi+qjX†XQ†iQj + · · · . (5.3)

On voit que si les masses des fermions sont les mêmes dans les deux cas, il
n’en sera pas de même 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 modèles

5.4.1 Généralités

On peut comparer les prédictions des deux modèles quant aux couplages de
Yukawa, pour peu qu’on identifie à haute énergie les paramètres des modèles
supersymétriques WFR (qi) aux charges des modèles de FN. On voit que la
classe des modèles FN qui se rapproche vraiment des modèles 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 εqi+qj de
l’équation (5.3) et ε|qi−qj | de l’équation 5.1 pour s’en convaincre. Cette remarque
est générale et a déjà été faite dans le cas non supersymétrique [91].

Pour toute comparaison avec les données expérimentales, nous avons besoin
d’être dans la base où 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 modèles de FN, les éléments diagonaux sont les coefficients d’ordre
un Cii 6= Cjj qui peuvent dépendre de la saveur. Ils sont présents de manière
générique dans les D-termes liés à U(1) et dépendent de la saveur. Ces contribu-
tions supplémentaires aux termes off-diagonaux dans les masses sont de l’ordre
de grandeur des angles de rotations permettant de diagonaliser la matrice de
Yukawa du quark down (en gros de l’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 modèles, si tous les fermions portent des charges horizontales de
même signe, les facteurs de suppression des termes off diagonaux originaux sont
les mêmes que la suppression des termes venant du diagonal splitting, donc le
problème de compatibilité avec les données est aussi difficile pour les deux types
de modèles.

Il y a des modèles 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
à décrire le secteur de Yukawa et à donner une suppression assez forte des termes
off-diagonaux de saveur dans les termes des masses de sfermions.

Cependant, ils doivent traiter le problème 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 à la symétrie U(1).

Après rotations, la suppression des termes off-diagonaux dans la base des
masses propres pour les quarks est similaire que dans les modèles avec les charges
de même signe. Il en résulte certaines tensions dans l’espace des paramètres sur
les termes softs de brisure de supersymétrie. [128].

On peut se demander ce qui se passe dans le cas de modèles de FN qui
rendent compte du secteur de Yukawa et qui n’ont pas d’équivalent en WFR.
On peut ainsi considérer des modèles avec plusieurs symétries U(1). Cependant,
ces modèles ont encore des problèmes : une fois pris en compte les effets du
splitting sur la diagonale et des contributions des D-termes aux masses des
sfermions, ces modèles donnent des prédictions pour les FCNCs assez proches
que dans le cas où les champs de matière ont des charges du même signe. Nous
les écartons donc de notre étude.

L’approche WFR évite ces problèmes. 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 ε. Il n’y a donc pas de problème lié à des paramètres
incontrolés d’ordre un.

En plus de travailler dans une base électrofaible dans laquelle les quarks
downs sont diagonaux, pour pouvoir comparer nos modèles avec les données
expérimentales, nous devons inclure tous les effets de renormalisation liés au
MSSM pour le running de l’échelle M jusqu’à l’échelle électrofaible.

Au final, l’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 modèle standard après avoir intégré les degrés
de liberté liés à la supersymétrie [88]. Les coefficients de ces opérateurs peuvent
être calculés en fonction des paramètres 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 modèles 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 modèles de FN. Si un tel
modèle a des fermions portant des charges de même signe et rend compte de la
hiérarchie, il peut être transcrit en modèle de type WFR 2.

Du point de vue des opérateurs générant la désintégration du proton, les
deux approches donnent le même type de suppression. La symétrie U(1)X d’un
modèle de FN peut supprimer la désintégration du proton avec des charges
comme li = ni+1/3, ei = mi−1/3, ni,mi entier (les charges des autres champs
du MSSM étant entières). Dans ce cas, il y a une symétrie effective discrète
Z3 leptonique qui empèche le proton de se désintégrer. Plus généralement, les
modèles de type FN et WFR génèrent tous deux des suppressions pour les
premières générations, qui ont des charges élevées.

5.4.2 Exemples

La suppression de la saveur est paramétrée par la variable ε introduite au-
paravant. A priori, ε sera de l’ordre de l’angle de Cabbibo , ε ∼ 0.22. On peut
toujours prendre une valeur différente si les charges choisies absorbent cette
différence.

Les références Refs. [121, 123] ont listé les charges donnant des modèles
consistants. Pour se faire une idée, voici trois modèles : 3

q = u = e = (3, 2, 0) , d = ` = (2, 0, 0) + d3 , (Model A)

q = u = e = (4, 2, 0) , d = ` = (1, 0, 0) + d3 , (Model B)

q = (3, 2, 0) , u = (5, 2, 0) , d = (1, 0, 0) + d3 , ` = q + `3 , e = d− `3 .
(Model C)

Dans les trois cas, les charges horizontales des Higgs sont nulles. On doit prendre
q3 = u3 = 0 pour avoir un top lourd, tandis que d3 est laissé libre sous réserve
de vérifer, avec tanβ la relation suivante :

ε−d3 tanβ ∼ mt(Mc)

mb(Mc)
∼ ε−3 . (5.4)

2. A priori, les modèles de type FN sont plus contraints, car ils doivent vérifier l’annula-
tion des anomalies. On verra par la suite que si on demande aux modèles WFR de vérifier
l’unification des constantes de couplage du MSSM, ceux-ci doivent vérifier des contraintes
similiaires.

3. A et B ont étét traités dans [123], où ils apparaissent comme étant modèle 1 et 5
respectivement. Le modèle C est utilisé dans [121].
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a m̃2
a,LL /m

2
0 m̃2

a,RR /m
2
0 Aa /m0 ∼ Ya

rq 1 +

 ε6 ε5 ε3

ε5 ε4 ε2

ε3 ε2 ε0

 ru 1 +

 ε6 ε5 ε3

ε5 ε4 ε2

ε3 ε2 ε0


u

 ε6 ε5 ε3

ε5 ε4 ε2

ε3 ε2 ε0


rq 1 +

 ε0 ε1 ε3

ε1 ε0 ε2

ε3 ε2 ε0

 ru 1 +

 ε0 ε1 ε3

ε1 ε0 ε2

ε3 ε2 ε0



rq 1 +

 ε6 ε5 ε3

ε5 ε4 ε2

ε3 ε2 ε0

 rd 1 + t2β

 ε10 ε8 ε8

ε8 ε6 ε6

ε8 ε6 ε6


d tβ

 ε8 ε6 ε6

ε7 ε5 ε5

ε5 ε3 ε3


rq 1 +

 ε0 ε1 ε3

ε1 ε0 ε2

ε3 ε2 ε0

 rd 1 +

 ε0 ε2 ε2

ε2 ε0 ε0

ε2 ε0 ε0



r` 1 + t2β

 ε10 ε8 ε8

ε8 ε6 ε6

ε8 ε6 ε6

 re 1 +

 ε6 ε5 ε3

ε5 ε4 ε2

ε3 ε2 ε0


e tβ

 ε8 ε7 ε5

ε6 ε5 ε3

ε6 ε5 ε3


r` 1 +

 ε0 ε2 ε2

ε2 ε0 ε0

ε2 ε0 ε0

 re 1 +

 ε0 ε1 ε3

ε1 ε0 ε2

ε3 ε2 ε0


Table 5.1 – Yukawas et masses carrées softes pour les scalaires dans le modèle
A [123] : q = u = e = (3, 2, 0), ` = d avec d − d3 = (2, 0, 0) et où on a utilisé
la relation tanβ = tβ = εd3−3. Les lignes du haut correspondent au cas WFR,
celles du bas à celui de FN.

Les couplages de Yukawa résultant du modèle A sont rassemblés dans la
dernière colonne du tableau Tab. 5.1. Ils peuvent reproduire les masses et
mélanges des fermions du modèle standard avec des coefficients d’ordre 1.

Après prise en compte des effets de renormalisation[89], les termes softs des
masses à l’échelle électrofaible sont données avec une assez bonne approximation
par :

m̃2
u,LL,ij ∼ rqm

2
1/2 δij + m̂2

qε
|qi±qj | (5.5)

m̃2
u,RR,ij ∼ rum

2
1/2 δij + m̂2

uε
|ui±uj | (5.6)

m̃2
u,LR,ij ∼ Auv sinβ εqi+uj (5.7)
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m̃2
d,LL,ij ∼ rqm

2
1/2 δij + m̂2

qε
|qi±qj | (5.8)

m̃2
d,RR,ij ∼ rdm

2
1/2 δij + m̂2

dε
|di±dj | (5.9)

m̃2
d,LR,ij ∼ Adv cosβ εqi+dj (5.10)

m̃2
e,LL,ij ∼ r`m

2
1/2 δij + m̂2

`ε
|`i±`j | (5.11)

m̃2
e,RR,ij ∼ rem

2
1/2 δij + m̂2

eε
|ei±ej | (5.12)

m̃2
e,LR,ij ∼ Aev cosβ ε`i+ej (5.13)

où nous avons défini l’échelle à haute énergie des masses softs m1/2, m̂a et
Aa. A moins qu’il n’y ait un mécanisme là afin de générer des suppressions
supplémentaires, on s’attend à ce que ces termes soient du même ordre de gran-
deur.Par simplicité, on les prendra égaux, valant m0.

Pour simplifier, on a omis les coefficients d’ordre 1 dépendant de la saveur qui
doivent multiplier les termes supprimés par des puissances en ε. Les charges sont
toutes positives ou nulles, les signes + correspondent au cas WFR, et les - au
cas FN. Les constantes ra paramétrisent la renormalisation de jauge dominante
et sont données par environ rq = 6.5, ru = 6.2, rd = 6.1, r` = 0.5 et re = 0.15.
Les corrections des Yukawa devraient être grandes pour la troisième 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’être soulignés.
– Pour WFR, les contributions dominantes aux masses propres des première

et seconde générations sont déduites du running des boucles de bosons de
jauge/jauginos, tandis que dans le cas FN, les masses softs à l’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 même facon. Ils sont même identiques dans le cas FN et
WFR.

– Comme souligné auparavant, les modèles WFR suppriment mieux les
termes off-diagonaux des secteurs LL et RR que les modèles FN.

Pour comparer les prédictions aux expériences, on étudie les limites en termes
des paramètres d’insertions de masses δaij par rapport à une masse de sfermion
de référence. Elles sont définies comme

δaMN,ij =
m̃2
a,MN,ij

m̃a,M,i m̃a,N,j
, 〈δaij〉 =

√
δaLL,ijδ

a
RR,ij (5.14)

pour a = u, d, e, M,N = L,R, i 6= j. Les expressions sont normalisées par
rapport aux entrées diagonales m̃2

a,M,i, i = 1, 2, 3. On associe le même type de
paramètres pour les A-termes (quelques soient i, j) :

δaLR,ij = (δaRL,ji)
∗ =

m̃2
a,LR,ij

m̃a,L,i m̃a,R,j
. (5.15)
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En commencant avec les limites provenant du secteur des hadrons, nous
donnons les limites et les résultats du modèle A dans le tableau 5.2 et 5.3.
Toutes les limites dans le tableau . 5.2 sont satisfaites sans problème (même
pour tanβ assez grand). Elles pourraient même être satisfaites avec des masses
de squarks plus petites.

Notons que dans le modèle FN avec les charges correspondantes, il est très
difficile de satisfaire la borne sur 〈δ12〉 [128]. Comme les mélanges entre squarks
de première et seconde génération sont supprimés au plus par des termes d’ordre
deux en ε, pour satisfaire les bornes expérimentales, il faut donc des effets de
renormalisation insensibles à la saveur assez forts, c’est-à-dire un large ratio
entre la valeur initale de la masse du gluino sur la masse des squarks à 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 l’EDM du neutron. Cela étant dit, les prédictions correspon-
dantes de notre modèle pour des masses de squarks d’1 TeV satisfont les limites
expérimentales sur leurs limites.

Du côté des leptons, nous citons dans la table 5.4 les limites 4 provenant des
LFV desintégrations des leptons chargés, µ → eγ, τ → eγ et τ → µγ ainsi que
des prédictions théoriques obtenues avec l’hypothèse d’une échelle de brisure de
supersymétrie unique à haute énergie m0.

Alors, à l’échelle électrofaible Ae ∼ m0 et l’échelle typique pour les sleptons
est m̃sl = (r`re)

1
4m0. On observe que même pour une masse de sleptons aussi

élevée que 400 GeV (correspondant à m0 = 750 GeV) la contribution à µ→ eγ
n’est pas suffisamment supprimée. Il est intéressant de savoir jusqu’où on peut
ajuster les charges ei et `i pour améliorer ce problème. À cette fin, considérons
le produit

δeLR,12δ
e
RL,12 ∼

A2
ev

2

m̃4
sl

ε`1+e2+`2+e1 cos2 β ∼ A2
ememµ

m̃4
sl

. (5.16)

Il est clair que ce produit est indépendant du choix fait de la charge et ne peut
être diminué qu’en augmentant m̃sl ou en diminuant Ae. Cela veut dire qu’au
moins une des contributions est plus grande que

Ae
√
memµ

m̃2
sl

∼ 3.5× 10−5 (5.17)

où les valeurs ont été prises pour m̃sl = 400 GeV. C’est une prédiction assez
solide (à des coefficients O(1) près), et effectivement, Tab. 5.4 montre que cela
tient en particulier pour le modèle A. Une suppression plus forte peut être
obtenue à condition que les A termes soient plus petites que m0 et/ou m0

soit plus grand, soit m̃sl > 400 GeV. Par exemple, on peut avoir un taux
de désintégration acceptable pour Ae ∼ 100 GeV et m̃sl ∼ 400 GeV. Pour
diminuer encore la masse des sleptons, il faut plus de fine-tuning sur A0, tandis

4. Notons que le taux de désintégration dépend de (δLR,ij)2 + (δRL,ij)2 [88]. Les entrées
LL et RR sont bien moins constraintes et nous ne les considérerons pas ici.
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a ij δaLL,ij δaRR,ij 〈δaij〉
Exp. Th Exp. Th. Exp. Th.

d 12 0.03 8.6× 10−5 0.03 9.1× 10−7 t2β 0.002 8.9× 10−6 tβ
d 13 0.2 1.8× 10−3 0.2 9.1× 10−7 t2β 0.07 4.0× 10−6 tβ
d 23 0.6 8.1× 10−3 1.8 1.8× 10−5 t2β 0.2 3.8× 10−4 tβ
u 12 0.1 8.6× 10−5 0.1 8.6× 10−5 0.008 8.6× 10−5

Table 5.2 – Limites sur les insertions de masses hadroniques qui préservent la
chiralité et résultats obtenus pour le modèle 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 à ce dernier.

a ij δaLR,ij δaRL,ij
Exp. Th. Exp. Th.

d 12 2× 10−4 8.1× 10−6 2× 10−3 1.8× 10−6

d 13 0.08 8.1× 10−6 0.08 3.7× 10−5

d 23 0.01 3.7× 10−5 0.01 7.6× 10−4

d 11 4.7× 10−6 3.9× 10−7 4.7× 10−6 3.9× 10−7

u 12 0.02 3.7× 10−5 0.02 3.7× 10−5

u 11 9.3× 10−6 8.1× 10−6 9.3× 10−6 8.1× 10−6

Table 5.3 – Limites sur les insertions de masses changeant la chiralité des
hadrons et résultats obtenus pour le modèle A des WFR. Les limites sont prises
de Tab. V de [92] et sont données pour des masses de squarks de 1 TeV. Alors que
les limites sur les éléments i 6= j (i = j) croissent linéairement avec ces derniers
(quadratiquement) with the latter, nos prédictions diminuent linéairement.

que m̃sl ∼ 400 GeV donne des masses de l’ordre de 1.9 TeV pour les squarks,
ce qui provoque des tensions vis à vis du problème de petite hiérarchie.

Pour conclure, les limites leptoniques sont plus contraignantes que les limites
hadroniques (voir [129], [86]). Finalement, soulignons que les modèles FN ont
un problème semblable (avec les mêmes 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 µ→ eγ dans les modèles 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 considère un système décrit par
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ij δeMN,ij

Exp. Th. (LR) Th. (RL)
12 4.8× 10−6 2.0× 10−5 9.4× 10−5

13 1.8× 10−2 4.3× 10−4 9.4× 10−5

23 1.2× 10−2 8.9× 10−3 4.3× 10−4

Table 5.4 – Limites expérimentales sur les insertions de masses leptoniques
et les résultats du modèle A de WFR. Limites (prises du tableau 7 de [88]),
valables pour des masses de sleptons de 400 GeV.

L = L0 + LGS (5.18)

L0 représente un secteur possédant au moins une symétrie U(1)X , a est
l’indice des groupes de jauge du modèle standard, S = sr + isi est un axio-
dilaton. LGS =

∫
d2θ 1

2kaS(WαWα)i est le couplage de S aux champs de jauge.
Le système représenté par L0 peut avoir des anomalies mixtes notées Aa

entre U(1)X et Ga, Ga contenant au moins les symétries du modèle standard et
U(1)X .

Si Λ correspond au superchamp correspondant aux transformations de jauge,
les anomalies de U(1)×G2

a donnent donc

δL0 =
∑
a

∫
d2θΛAa(WαWα)a (5.19)

Il suffit que les variations du lagrangien LGS compensent celles du reste du
sytème pour que le système conserve ses symétries. On prend donc

S → S + ΛδGS , où δGS =
A3

k3
=
A2

k2
=
A1

k1
(5.20)

Dans ce cas, un système qui peut sembler anomal ne l’est en fait pas.

5.5.2 Une contrainte commune (et mystérieuse)

Dans les modèles de type WFR, nous ne sommes pas obligés de supposer
l’unification des constantes de couplage du modèle standard. Mais si nous le
faisons, nous arrivons à un résultat intéressant sur nos modèles.

Les couplages de jauges physiques d’une théorie des champs supersymétrique
sont données à tous les ordres de la théorie des perturbations par [95, 96]

4π2

g2
a(µ)

= Refa +
ba
4

log
Λ2

µ2
+
T (Ga)

2
log g−2

a (µ2)−
∑
r

Ta(r)

2
log detZ(r)(µ

2) ,

(5.21)
où

ba =
∑
r

nrTa(r)− 3T (Ga) , Ta(r) = Trr T
2
(a) (5.22)
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sont les fonction beta et l’index de Dynkin de la représentation r sous le facteur
du groupe de jauge Ga, fa sont les couplages de jauge holomorphiques, Z(r),ij

sont les fonctions d’onde des champs de matière d’indices i, j et le déterminant
detZ(r)(µ

2) est calculé sur l’espace de saveurs.

Dans notre cas, Z(r) ' diag (ε−2q
(r)
1 , ε−2q

(r)
2 , ε−2q

(r)
3 ) et donc

log detZ(r) = −2
∑
i

q
(r)
i log ε , (5.23)

où les q
(r)
i sont les ”charges” U(1) des représentations contenant la matière

r = Q,U,D,L,E,Hu, Hd. On définit les quantités suivantes

Aa = − 1

log ε

∑
r

Ta(r)

2
log detZ(r) , (5.24)

qui sont proportionnelles aux contributions additionnelles au running provenant
d’un secteur couplé fortement, produisant les fonctions d’onde hiérarchiques.
Notons que l’unification du MSSM est préservée si

A3 = A2 =
3

5
A1 . (5.25)

Avec le contenu en champs du MSSM, on trouve

SU(3) : A3 =
∑
i

(2qi + ui + di) ,

SU(2) : A2 =
∑
i

(3qi + li) + hu + hd ,

U(1)Y : A1 =
∑
i

(
1

3
qi +

8

3
ui +

2

3
di + li + 2ei) + hu + hd .(5.26)

Notons aussi que les quantitésAi peuvent être simplement reliées aux déterminants
des matrices de Yukawa des leptons et quarks via

det(YUY
−2
D Y 3

L ) = ε
3
2 (A1+A2−2A3) ,

det(YUYD) = εA3+3(hu+hd) . (5.27)

Ces quantités interviennent dans le cas de d’un Froggatt-Nielsen, avec un
U(1) jaugé qui génère la hiérarchie des Yukawas, via (5.25)-(5.27), voir [119],
[120], [121]. 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)XG

2
a, entre le groupe jaugé U(1)X et les groupes

de jauges du modèle standard Ga = 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 l’unification des cou-
plages de jauge à l’échelle ou le secteur fortement couplé découple du running.
Même s’il n’y a pas de symétrie U(1) de jauge dans le cas WFR, l’unification des
couplages impose exactement les mêmes contraintes que si les “charges” étaient
reliées à une symétrie U(1) de type FN (en tous cas pour les anomalies mixtes
U(1)X ×G2

a).
En utilisant les résultats de [120], [121] sur la strucutre des masses des quarks

et leptons, on peut écrire cette relation qui va nous être utile

A1 +A2 −
8

3
A3 ' 2(hu + hd) . (5.28)

Les conditions d’unification (5.25) amènent donc à hu+hd = 0. Comme dans
les modèles de renormalisation des fonctions d’ondes, toutes les ”charges” sont
positives ou nulles, cela donne donc hu = hd = 0. Dans le cas où on interprète 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 l’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 l’unification des cou-
plages de jauge dans des théories comprenant des secteurs fortement couplés,
voir [98]
Remarquons que, dans le cas de FN, les conditions sur les anomalies mixtes
(5.26) imposée au modèle C de la partie (5.4) donnent aussi hu + hd = 0,
d3 − l3 = 2/3. Une facon simple de réaliser cette contrainte est de prendre
hu = hd = 0, d3 = 1, l3 = 1/3. Dans ce cas, la symétrie U(1)X se brise
en une symétrie discrète ZL3 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 modèles de type WFR, qui ont donc typiquement des problèmes avec la
désintégration du proton.

5.6 Un modèle à 5 dimensions pour réaliser une
renormalisation forte des fonctions d’onde

Il y a plusieurs facons de générere un modèle reposant sur la renormalisa-
tion des fonctions d’onde. On peut utiliser des modèles à 4D fortement couplés
ou bien des modèles avec dimension supplémentaire dans lesquels les fonctions
d’ondes sont localisées différemment en fonction de leur saveur.

On a travaillé avec une variante du modèle standard de Randall-Sundrum
[99], avec une brane ultraviolette dont l’échelle était ΛUV ∼ Mp et une brane
infrarouge d’échelle ΛIR ∼ ΛGUT . 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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εRS = ΛUV

ΛIR
∼ 10−16, les masses de bulk ci doivent être ajustée pour être 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 très
petite, 10−3 ≤ ε ≤ 10−1 il n’y a pas besoin d’ajustement. Evidemment, le
problème de hiérarchie n’est pas résolu avec une dimension de cette taille. C’est
la supersymétrie qui va s’assurer de répondre au problème de naturalité.

Vu la différence entre les énergies, la cinquième dimension est donc très
petite, de rayon R et la hiérarchie est donnée par

ε =
ΛIR
ΛUV

= e−kπR (5.29)

où k est la courbure de l’espace AdS à 5 dimensions.
Tous les champs du MSSM sont dans le bulk, localisés de sorte à créer des

Yukawas hiérarchiques [102].
Comme dans l’article [133], on commence avec des termes de Kähler (0 <

y < πR)

K̂ = e(1−2chu )kyH†uHu + e(1−2chd
)kyH†dHd

+ e(1−2cq,i)kyQ†iQi + e(1−2cui
)kyU†i Ui + e(1−2cdi )kyD†iDi

+δ(y)k−3X†X
(
Cq,ijQ

†
iQi + Cu,ijU

†
i Ui + Cd,ijD

†
iDi + ChuH

†
uHu + Chd

H†dHd

)
.

(5.30)

dans lesquels i, j = 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 (l’échelle est
petite donc les états excités sont hors d’accès), les champs conjugués φc 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 être introduits, et même 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) :

Ŵ = δ(y)k−
3
2

(
Ŷ uijHuQiUj + Ŷ dijHdQiDj + k−1XÂuijHuQiUj + k−1XÂdijHdQiDj

)
+ δ(y − πR)(kε)−

3
2

(
Ŷ ′uij ε

chu+cqi+cujHuQiUj + Ŷ ′dij ε
chd

+cqi+cdjHdQiDj

)
(5.31)

On a confiné le spurion X qui brise la supersymétrie sur la brane ultravio-
lette, à y = 0. On a introduit des couplages de Yukawas sans dimension arbi-
traires sur chacune des branes. Après intégration sur la dimension supplémentaire,
les termes cinétiques gagnent une renormalisation de fonction d’ondes

Zq =
1

(1− 2cq)k

(
ε2cq−1 − 1

)
, (5.32)



114 CHAPITRE 5. MODÈLES DE SAVEURS

et donc on peut approximer Zq par

Zq ∼
ε2cq−1

(1− 2cq)k
pour c < 1/2 et Zq ∼

1

(2cq − 1)k
pour c > 1/2 . (5.33)

Notons que

– Pour cq <
1
2 le champ est localisé près de la brane infrarouge. On lui donne

les ”charges” fictives q = 1
2 − cq > 0 et q′ = 0.

– Pour cq >
1
2 le champ est localisé près de la brane ultraviolette. Ses charges

sont q = 0 et q′ = cq − 1
2 > 0.

– On retrouve une localisation exacte sur la brane ultraviolette (resp infra-
rouge) en prenant la limite q′ (q) tend vers l’infini.

Après être revenu à une normalisation canonique, cela donne des couplages
de Yukawas suivant

Y uij = Ŷ uij ε
qi+uj+hu + Ŷ ′uij ε

q′i+u
′
j+h′u , (5.34)

Y dij = Ŷ dijε
qi+dj+hd + Ŷ ′dij ε

q′i+d
′
j+h′d . (5.35)

Chaque champ a au moins un type de yukawa supprimé,Ŷ ou Ŷ ′, suivant qu’il
soit localisé vers l’infrarouge ou l’ultraviolet.

Comme on choisit de prendre X sur la brane ultraviolette, la masse soft et
les A-termes à haute énergie sont donnés par les expressions de la section 5.4
avec

m0 ∼
|FX |
k

. (5.36)

On choisit de placer les champs du MSSM comme suit :

– Les deux premières générations de quarks et leptons sont localisés près
de la brane infrarouge. Dans l’interprétation 4D holographique, les deux
premières générations sont des états composites.

– le quark top est localisé sur ou près de la brane ultraviolette, tandis que le
bottom et le tau sont localisés près de la brane ultraviolette ou infrarouge,
suivant la valeur de tanβ. Dans le language holographique, le quark top
est élémentaire.

– les deux doublets de Higgs Hu, Hd sont localisés près de la brane ultravio-
lette et donc hu, hd = 0. Ils sont donc élémentaires dans l’interprétation
holographique. Dans le scénario suivant, nous considèrerons un h′d non nul
représentant une “”queue” non négligeable près de l’infrarouge. Ceci est
facile à réaliser vu que la dimension supplémentaire est très petite.

– le spurion X est localisé sur la brane ultraviolette

Ici, c’est bien parce qu’on travaille dans un modèle 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, près de la brane
infrarouge, sont négligés.
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Si h′u et h′d sont assez grands (c’est à dire que les Higgs sont très proches de
la brane UV), les couplages de Yukawas provenant de la brane infrarouge (c’est-
à-dire les termes proportionnels à Ŷ ′ dans Eqns. (5.34) et (5.35)) sont toujours
sous-dominants par rapport à ceux provenant de la brane ultraviolette, donc
négligeables. Pour des valeurs plus grandes, ils peuvent devenir comparables,
au moins pour les générations légères, et peuvent être utilisées pour contourner
le problème lié à µ → eγ signalé dans la partie 5.4. Par exemple, pour les
trois générations de leptons localisés vers l’infrarouge (pour des tan β petits ou
moyens), on a

Y eij = Ŷ eijε
`i+ej + Ŷ ′eij ε

h′d , Aeij = m0Â
e
ijε

`i+ej (5.37)

Idéalement, cela supprimerait les dangereux A termes sans supprimer les
Yukawas correspondants. Pour le faire, il suffit d’augmenter `1 et/ou e1 de telle
sorte que Ae12 et Ae21soient assez petits pour vérifier les limites pour une masse
de sleptons donnée. 5 Pour éviter d’avoir une masse trop petite pour l’électron,
on génère Y e11 grâce à h′d, c’est à dire grâce aux couplages sur la brane infrarouge
habituellement négligés. On peut par exemple prendre :

`1 + e1 > h′d (5.38)

h′d ∼ 5 + `3 + e3 (5.39)

`2 + e2 ∼ 2 + `3 + e3 . (5.40)

où les deux dernières relations donnent les bons rapports de masses pour e−τ et
µ−τ . Un choix possible, satisfaisant aussi les conditions d’unification Eq. (5.25),
reste donné par

q = (4, 2, 0) , u = (3, 2, 0) , e = (5, 2, 0) , (5.41)

d = (5, 0, 0) + d3 , ` = (4, 0, 0) + d3 , h′d ∼ 5 + d3 . (5.42)

Ceci donne les Yukawas suivants :

Y u ∼

 ε7 ε6 ε0

ε5 ε4 ε2

ε3 ε2 ε0

 , Y d ∼ tβ

 ε8 ε7 ε7

ε8 ε5 ε5

ε8 ε3 ε3

 , Y e ∼ tβ

 ε8 ε8 ε7

ε8 ε5 ε3

ε8 ε5 ε3

 .

(5.43)
Les exposants soulignés sont ceux qui sont générés par les nouvelles contributions
dans le second terme de l’équation Eq. (5.37). On voit que seul les masses des
quarks et de l’électron sont affectées par h′d. De l’autre côté, les A-termes sont
donnés par

Au ∼ Y u , Ad ∼ tβ

 ε12 ε7 ε7

ε10 ε5 ε5

ε8 ε3 ε3

 , Ae ∼ tβ

 ε12 ε9 ε7

ε8 ε5 ε3

ε8 ε5 ε3

 . (5.44)

5. Le terme Ae
11 qui génère l’EDM de l’électron en est d’autant plus supprimé.
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La suppression des éléments 12 et 21 de Ae est maintenant suffisante pour fournir
une masse de sleptons de l’ordre de 200 GeV. Notons que les modèles FN, même
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 l’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

ΛUV
εqi+qj+ql+lmQiQjQkLm ,

1

ΛUV
εui+uj+dk+emUiUjDkEm . (5.45)

Comme les deux premières générations sont localisés sur la brane infra-
rouge, on a une suppression supplémentaire, tout comme les Yukawas des deux
premières générations situées dans l’ultraviolet, ce qui est assez pour ramener
ces opérateurs dans les limites expérimentales [101].

5.7 Conclusions

Les modèles supersymétriques avec renormalisation de fonction d’ondes re-
produisent le succès des modèles de FN pour décrire les matrices de masses
des fermions ainsi que leurs mélanges, tout en réduisant leurs problèmes vis-à-
vis des changements de saveur dans les courants neutres. Dans les modèles à 4
dimensions, ceux-ci sont fortement supprimés dans le secteur des quarks mais
doivent être regardés de près dans le secteur leptonique, avec des problèmes
pour µ → eγ. On a vu que si on prend un modèle avec une dimension en plus,
du genre RS mais avec une brane infrarouge à l’échelle de ΛGUT ,avec les deux
premières générations composites, dans l’infrarouge, et la troisième élémentaire,
dans l’ultraviolet, on peut résoudre ce problème grâce à un terme de masse pour
l’électron généré via un couplage fort au secteur conforme. Le cas WFR dans
un espace à 5 dimensions offre donc certains libertés qu’on ne peut reproduire
dans le cadre de modèles de type FN.

Nous avons vu que les modèles 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
WFR, 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 près des limites actuelles, cela sera donc un signal pour des modèles de
type FN plutôt 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 à prendre en compte lorsqu’on construit un
modèle. Parmi les contraintes théoriques, on trouve : viabilité, stabilité, brisure
de supersymétrie, capacité à générer toutes les masses, problème de hiérarchie et
de naturalité, calculabilité... Les contraintes expérimentales ne sont pas en reste :
mesures de détection directe, indirecte, matière noire, baryogénèse, prévisions
aux collisionneurs...

Nous nous sommes intéressés à la dynamique d’un secteur caché de type
O’Raifeartaigh lorsque l’on lui rajoute des messagers afin de transférer la bri-
sure de supersymétrie au modèle standard. Dans la majeure partie des cas, le
vide dans lequel les symétries du modèle standard sont conservées n’est que
métastable. Nous avons construit un modèle 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 à ce que l’on pourrait croire à première vue via [46],
[34]. Cela tient au fait que ce sont les corrections quantiques qui stabilisent le
vide et transforment l’instabilité de l’ordre des arbres en stabilité à une boucle.

Après avoir étudié les conséquences d’un couplage des messagers à un secteur
caché de type O’Raifeartaigh, nous avons étudié les conséquences phénoménologiques
d’un couplage des messagers à un secteur de grande unification. Dès 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 à la fois
lourdes, proches de l’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 où ils sont sous-dominants mais non négligeables. On peut ainsi
réduire les problèmes de changements de saveur dans les courants neutres, tout
en générant facilement des termes µ et B µ 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 même 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 à la fois difficile et important de pouvoir
distinguer plusieurs modèles différents. Gardant en tête l’objectif d’étudier la
physique de la saveur, nous avons comparé deux modèles très 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, à l’avantage des modèles de type WFR.
Certains effets de suppression sont propres à certaines configurations prenant
place à 5 dimensions, et ne peuvent être reproduits par des symétries de saveur
comme c’est le cas dans des modèles FN. Au passage, nous avons remarqué
une cöıncidence étonnante entre les contraintes imposées par l’annulation des
anomalies dans le cas FN, et l’unification des constantes de couplages dans le
cas WFR.

Nous espérons que ces exemples reflètent la complexité de la physique des
hautes énergies. Certains sont assez formels, comme celui sur la question de
la stabilité des modèles de O’Raifeartaigh. D’autres sont plus orientés sur la
façon dont différents spectres vont trahir la physique à des échelles poten-
tiellement proches de MGUT . 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 modèles sont prédictifs.
Les idées en jeu restent juste, et pour continuer ce travail, il faudrait reprendre
l’espace des paramètres 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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