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Chapitre 1

Introduduction

Une des plus importante découverte scientifique de la physique théorique de notre
siecle qui vise & unifier les quatres interactions observées dans I'univers est sans aucun
doute la théorie des cordes.

Pour la premiére fois dans I’histoire de la physique théorique, une théorie scientifique
exceptionnelle est capable de traiter les quatre interactions fondamentales (électroma-
gnétique, faible, forte et gravitation) sur le méme pied d’égalité. Cette révolution est un
succes sans précédent, elle affecte profondément nos connaissances et les idées que nous
avons de I'univers. Tout cela est plus simplement le fruit des derniers développements de
la théorie des particules élémentaires connue aussi sous le nom de physique des hautes
énergies. La physique des particules élémentaires révele pour la premiere fois un rapport
étroit entre particules subnucléaire et les forces enterrées dans la matiére. On peut dis-
tinguer deux nouvelles théories conceptuelles, la Théorie de Grand Unification "GUT"
et la Supersymétrie "SUSY", ces deux théorie ménent & 1'idée que la nature est controlée
par une superforce unique et que cette superforce a pue créer I'univers et lui a donné la
lumiere, I’énergie, la matiére et la structure.

La recherche d’une superforce pour la construction d’une théorie unifiée des champs
était 'idée d’Einstein, bien que seulement la gravitation et ’électromagnétisme aient

été alors concernés. Avant Einstein, Maxwell a prouvé que ’électricité et le magnétisme



étaient deux forces intimement liées, et sont décrites par une théorie unifiée des champs
connue sous le nom d’électromagnétisme. Le succes de la description de Maxwell peut
étre vu dans I'impact qu’a eu sur notre société, telle que la radio, le téléphone portable,
I’électronique etc..., ces applications sont toutes basées sur la théorie électromagnétique
des champs. Aprés ce succeés exceptionnel, les physiciens révent du jour ou ils arrivent &
unifier I’électromagnétisme avec les autres forces. Qui sait quels résultats extraordinaires
cette unification peut donner ?

De nos jours, la théorie connue sous le nom de théorie des cordes est I'unique théorie
qui soit cohérente, libre d’anomalies et qui peut satisfaire le réve des physiciens théori-
ciens. Elle constitue une grande branche de recherche dans la physique théorique, dans
laquelle les interactions fortes, faibles, électromagnétiques et la gravité peuvent étre uni-
fiées pour la premiére fois. Ainsi, la théorie des cordes semble étre trés prometeuse de
jouer un role important dans la physique d’aujourd’hui.

Le résultat le plus marquant et le plus spectaculaire d’une telle idée est que la gravita-
tion est contenue automatiquement dans cette théorie. En effet, un type de particules qui
n’a pas de place dans le spectre des hadrons -(une particule sans masse et de spin 2)- sont
présent dans le spectre de masse des cordes. De plus, si on se base sur quelques arguments
naifs, cette théorie des cordes a le comportement d’une théorie superenormalisable [1].

Il est trés important de mentionner que la théorie des cordes a été inventée comme
une approche aux interactions fortes [2] mais il s’est avéré qu’elle ne peut pas les décrire
de la meilleure fagon [3]. En fait, la théorie des cordes obtient son mérite en étant libre
d’anomalies, et unifie la théorie de la gravitation a ceux de Yang-Mills. Comme exemple,
les théories des cordes supersymétique appelées supercordes semblent étre entierement
libres d’anomalies qui infestent les théories des champs quantiques de la gravitation
"classique". C’est vraiment une période exceptionnelle d’aventure intellectuelle.

Néanmoins, on peut se poser les questions suivantes : Que signifie la théorie des
cordes 7 Combien de théories de corde on connait 7 Que peut-on dire de la phénoménologie

des cordes? Et y a-t-il de prévisions qualitativement distinctives mesurables de cette



théorie ?

Cette nouvelle théorie suggére que notre univers est fait de cordes "objets étendus
a une dimension" au lieu de particules "objets comme un point ". Alors les entités
fondamentales dont est fai notre univers sont les cordes. Pour ce qui concerne la deuxiéme
question, la réponse est qu’il y a seulement cing théories des cordes qui sont consistantes :
les deux formes des supercordes fermés, les cordes ouvertes SO(32) et les deux formes
des cordes hétérotiques, actuellement ces cing théories des cordes semblent étre lier par
une théorie Mére appelée M-theory. Les théories des cordes sont en principe capables de
faire beaucoup de "postdictions" (comme le calcul du rapport de masse des quarks et des
leptons, les masses des Higgs, les couplages de jauge etc...). Elles peuvent également faire
beaucoup de prédictions (telles que les masses des particules supersymétrique, de nouvelle
interactions de jauge etc.. .. ), pour tout ses raisons on pense que cela est suffisants pour

établir la validité de cette théorie.



Chapitre 2

Les Cordes Bosonique

Avant d’entrer dans les détails de la construction des théories des cordes Bosoniques,
rappelons briévement comment la théorie d’'une particule relativiste est formulée.

Dans ce qui suit, nous prenons comme convention % = —n = +1 et n = 0sii # j
(n est la métrique de I'espace-temps de Minkowski ).

Une particule sans spin se déplace librement sur une trajectoire X*. Cette trajec-
toire peut étre paramétrisée avec un parameétre 7, ce dernier nous donne la position dans
’espace-temps de cette particule. La forme de X*(7) est obtenue & partir de 1’action en
appliquant le principe variationnel. Cette action semble étre indépendante de la para-
métrisation 7 et de la covariance du 'espace-temps. Elle est prise proportionnelle a la

longueur de la "line-d’univers" de la particule entre la position initiale et finale
Ty
S[X¥] = —m / dr [~ (dX* [dr)(dX" Jdr)] Y2 2.1)

(ici m est identifice avec la masse de la particule). Cette action est invariante par repa-
ramétrisation [1, 3, 2]. Si nous prenons X*(7) comme un ensemble de champs scalaire de
(D — 1) dimensions, nous pouvons les coupler avec le champ ¢..(7) = g(7) a une dimen-

sion sur la line-d’univers et ainsi nous pouvons interpréter la théorie obtenu comme une



théorie de la gravitation a une dimension. L’action correspondante devient

S g = =5 [ arv/a@ [57 0" — ] (2.2

g(7) joue le role d’un champ auxiliaire qui peut étre éliminé par ’équation du mouvement.
Dans cette expression, le m? joue le role de la constante cosmologique. Comme pour la
particule ponctuelle, les cordes sont les objets a une dimension ; quand la corde se déplace
dans l'espace-temps, elle engendre une "surface-d’univers” par analogie avec la "line-
d’univers". Cette surface-d’univers peut étre paramétrisée par deux parameétres (7,0).
Si nous voulons que la corde ne se propagent pas plus vite que la lumiére, nous devons
considérer dans chaque point de la surface-d’univers ’existence de vecteur tangent de

genre temps et espace :
nw(dX”/dT—I—)\dX“/da)(dX”/dT—i—/\dX”/da) <0 (2.3)

(c-a-d il prend des valeurs négatives et positives quand A change). La condition nécessaire
et suffisante de ceci est

(z2')? — i°2"*| > 0 (2.4)

ol nous avons défini

r=0z"/or et 2’ =02"/00 (2.5)

Comme pour les particules ponctuelle, Nambu suggére que l'action d’une corde relati-
viste libre soit proportionnelle a la surface engendrée par la surface-d’univers entre la

configuration initiale z* (o, 7;) et finale z* (o, 7¢) de la corde

1 [T 7f . o 1172
S = “oo /Tl dT/O do [(wm')2 -z IL‘/Q] (2.6)

ol  a la dimension d'une [longueur |* et correspond & la pente de la trajectoire de

Regge (pour la corde ouverte).On peut montrer aussi que cette action est invariante sous



la reparamétrisation de la surface-d’univers [1, 3, 2].

2.1 Equation du Mouvement de la Corde Bosonique
ouverte

Il a été établi que 'action de la corde bosonique est donnée par

S = dT

27704

_ 2 _ .2.02
L = 5 [(azx) — a2

sous une petite variation a* + dz* avec dz# (o, ;) = dzt (0, 7¢) Paction devient

S = / dT/ da{ 8“8T§xu (aaxi)ﬁa&l:“}

Ti oL o=m
= / da((9 u)ém“ i +/T~ d7’(8 m JoxH |2=5

/ ir / do [aT o)+ 0o ;f )} 5z (2.9)

ou le premier terme s’annule quand la position initiale et finale de la corde sont prises

fixes. On peut imposer les conditions aux bords comme suit

oL oL
e (c=0,7)=

(0 =m,T) (2.10)

le dernier terme dans cette équation nous donne I’équation du mouvement qui est égale-

ment égal a zéro

oL oL

aT(W) + aa(axm

) =0 (2.11)

10



la solution générale covariante d’une telle équation et qui satisfait les conditions aux

bords est donnée par [1, 3, 2]

—+o00 . .
, a?(0) exp(ent) — ak(0) exp(—inT
z,(0,7) =g +2d'pyT — z(2a')l/22 (0) exp( )nl/Q (0) exp( ) cosno  (2.12)
n#0
si on pose
agp = 2a'ph
ot = (2a/)/ 22k
a_, = a, (2.13)
on peut reécrire I’équation (2.12) comme suit
. +oo
YN m -
(o, 7) = qy + agT — §Zan exp(—inT) cos no (2.14)
n#0

dans ce qui suit, nous définissons les équations de contraintes comme

Lyn=—"5 0n mm =0 (2.15)

. +oo
M2 = = _%Zna;tﬂag (2.16)
«
n#0

2.2 Formalisme Covariant de I’ Hamiltonien et Quan-

tification

Considérons le lagrangien L(q;,q;), ici ¢; et ¢; sont respectivement les coordonnées

généralisées et leurs dérivés par rapport au temps. On suppose que ce lagrangien est

11



implémenté par un ensemble de contraintes algébriques entre les ¢; et les p; dénotés par
S, (qi,pi)) =0 a=12.M (2.17)

(p; sont les conjugés canoniques des ¢;). On suppose aussi que les contraintes ®,, et le

Hamiltonien canonique

Hy = ZpiQi — L (2-18)

forme une algebre fermée par les crochets de Poisson

{®a, s} = anﬁvq)v (2.19)

et
{Ho, @0} =) cap®s (2.20)

Dirac a montré que le Hamiltonien du systéme tenant compte des contraintes est donné

par

H=Hy+ > v,®(q:p:) (2.21)

ici v, sont des facteurs appelés les multiplicatives de Lagrange (indépendant de p; et de
i)
Maintenant, n’importe quelle quantité physique f doit vérifier I’équation suivante
d’évolution [4]
: of
) = ) H + =
flo,q) = {fHY + 5

1f, @} = Zdnﬁq)ﬁ (2.22)

12



Nous supposons que les crochets canoniques de Poisson sont données par

{a#(0),2"(d")} = 0
{p'(o),p"(0")} = 0

{2#(0),p" (")} = —g"é(0 —0') (2.23)

Les contraintes peuvent étre exprimées en représentation intégrale comme suit

1 dy
L,=—= " P(y)? =0 2.24
5§ s P) (220

en générale on dénote par L; la quantité

Ly =5 § i) s Py =0 (2.25)

ol : : signifie le produit normal chronologique et
P(z)=(z+2)(o,7) pour z =exp[i(c + 7)] (2.26)

notons que

Pu()P,(z) = P,(2)P,(z) : —gﬂ,,% si |2 >yl (2.27)

La quantification se fera de la maniére usuelle, c.-a-d. on doit substituer les crochets de

Poison {, } par [,] ([,] signifie le commutateur). Un calcul direct donne

Lrld =1 § g o) P) s PO

4 Jr, 2imx 2imy
f WYy gly) : Pw) = Pla)? (2.28)
r, 2imx 2imy AR ' '
ou
[y =z > |y et Ty=|z| <y (2.29)

13



avec deux contraction du type : P(x)P(z) :: P(y)P(y) : . Notons qu’en simplifiant le

produit normal (on employant le théoréme de Wick) on a

2,2
ry v 1Y Yy
 P(x)P(x) = P(y)P(y) == g 29" s =D—"— (2.30)
(z—y)" (z—y) (z —y)
ou D est la dimension de 1’espace-temps.
Maintenant, si nous mettons f(z) = —z" et g(x) = —y™, nous obtenons 1'algebre
bien connu de Virasoro [2, 5]
D 9
[Ly, L) = (n—m) Ly + En(n —1)0mmn (2.31)
Pour les états physiques |¥) on a la contrainte
L, |T) =0 (2.32)

il est & noter qu’en raison des ambiguités du produit normal de I’équation (2.31) on a

L, —a(0)d,o|P2) = 0 pour n >0 seulement

(U] Loy, — a(0)d,0 = 0 pour n >0 seulement (2.33)

ot a(0) est un c—nombre.

En raison de la métrique indéfini, les solutions de ces équations peuvent ne pas étre
physique et 'espace de Hilbert relatif par conséquent peut contenir des états de norme
négatifs "les fontémes”. On montre que ce probléme est résolu si nous prenons [1, 3, 2, 5]

(voir la démonstration du Théréme de non fontémes)

a0) = 1 si D=26

2
=
IA
—_

si D < 26. (2.34)

Les (D — 4) extra-dimensions de I’espace-temps oul la corde bosonique vie constituent

14



un espace compact de rayon trés petit pour étre vu. La connexion entre le monde réel
a 4-dim se fait par le biais d’'une méthode appelée compactification. La phénoménologie
derriére cette méthode est loin d’étre unique mais reste trés riche et mérite d’étre étudier

en profondeur. Ce qui constitue la matiére du prochain chapitre.

15



Chapitre 3

Compactications Toroidale
Successive de la Corde Bosonique

Fermée

On rappel que 'action de Nambu-Goto de la corde bosonique fermée est donnée par

(6], [7]

R / drgo ((ia')? — ") (3.1)

2o/

avec

(o +m, 1) =a"(o,T) (3.2)

La solution générale de I’équation du mouvement (dans la jauge othonormale)
it — 2" =0 (3.3)

et qui vérifiée les conditions aux limites (3.2) est donnée par

. +oo
1
z,(o,7) =q" +o'p' + % E — [ah exp —2in(T — o) — &k exp —2in(T + 0)] (3.4)
n
n=0

16



ou ¢* et p* sont réspectivement la coordonnée du centre de masse et I'impulsion.
Apreés quantification, la dimension critique est fixé & D = 26 et les états physique

%) phys OPiéssent aux conditions de Virasoro

Ly=Ly|$),,, =0 n>1
<L0 - EO) ’w>phy =0

(Lo + Lo = a(0)) ), = 0 (3.5)

ol les générateurs de Virasoro sont données par

1
— H
Ln = —4—O/Zozn_mamu
n#0
. 1R,
no = =2 On-mOm, (3.6)
n#0

M?=4|N+ N — «a(0) (3.7)
sur I'état physique [¢)) ;. (on prend ﬁ = 1) avec
N |q/)>phy = N |¢>ph,y ) (3'8)
avec
+o0o
N = Z eV CT

>,
I

N
D aham, (3.9)

n=—0oo

Notre programme de compactification est le suivant : on démarre de la dimension

17



critique D = 26 et puis on fait des sauts successives des dimensions supplémentaires a
compactifier sur un tore.

On rappelle qu’un tore de r-dimensions 7" est défini comme I’ensemble R/T" ou I est
un réseau de r-dimensions produit par la base {€,,a = 1,7}. On peut également définir

le réseau dual I'* comme suit
I*={3eR/V7€Tl, -7 estun entier} (3.10)
avec une base duale {é*,a = 1,7} telque

&% - 85 = b (3.11)

3.1 Methode N°1 :

La premiére méthode consisite a prendre les modes gauches et droites comme mélan-

gés. Ainsi, les coordonnées compactifiées x peuvent étre écrites comme :

. 400
(o, 7)=¢ +a'p' + % E — [al, exp —2in(1T — o) — @&, exp —2in(7 + 0)] (3.12)
n
n#0

Pour les coordonnées compactifiées 2/(I = 1,r) sur un tore de r-dimensions, on doit

identifier les points sous une translation par 2w R,, dans la direction de é,,.Ainsi
I 1, T -
r=x'"4+—7=) ny-Ry-e, neZ (3.13)

ou r (resp.R,) est la dimension du tore (resp. rayon dans la direction ) et donc on peut

écrire :

. +oo
1
o (o, 7) = ¢ +a'p + % E — [af exp —2in(1 — o) — &}, exp —2in(1 + 0)] (3.14)
n
n#0

18



avec

le [ est le nombre d’enroulement "winding-number", donné par

maintenant, aprés n compactifications, 'opérateur de masse M prend la forme

M?

N+N - 2i2< +z”)

k=1I=1

n
(ici ry, est la dimension du rg-iéme tore (> r, = 22)). Avec
p=1

Ny) phy — N+Zzll I )14 phy
k=1I=1
ou

+oo r T
N o= 3 S el ol al)

n=—ocok=1I=1

N = ZZZ al &l +al o al)

n=—ook=1I=1

le réseau self-dual et la base orthonormale, egs.(4.15) et (4.16) deviennent,

M? = (N+N-2) +Xn:Z & 1 4n? R?)

k=11=1 0‘

Nnye = (N4 nama) [¥),4,

k=11I=1

I1 faut noter qu’on peut caractériser les états physique [)) hys

19

(3.15)

(3.16)

(3.17)

(3.18)

(3.19)

(3.20)

(3.21)

par les nombres quan-



tiques n, et m,. Maintenant, il est facile de montrer, que pour R, = \%(‘v’a =1Lrpp=
1,n), le nombre des états physiques sans masse et les nombres quantiques n,, et mg,sont

respectivement donnés par (voir TANNEXE A)

Q=4 (r2+11) (3.22)
p=1
et
S =2) r,=44 (3.23)
p=1

Cependant, pour au moins un R, # \/ié, le nombre d’états sans masse vectorial physiques

devient 44.

3.2 Methode N°2 :

Dans cette méthode les modes gauches et droites de la corde fermé z!(c — 7) et
2!(o + 7) respectivement sont traités indépendamment. Dans ce cas, les coordonnées

compactifiées peuvent étre écrites comme

' 1
to—7) = ¢ +p'(r—0)+ %;Ecyi exp —2in(T — o)

o~ i 1. .
t'o+71) = ¢ +p(t+0)+ éz—ai exp —2in(1 + o)
n;ﬁOn
ol les moments du centre de masse de la corde p’ et p’ sont donnés dans le réseau dual

'™ par

*

]
D~

3
~
I
N

Q

Il

—_
Y
o*

(e € Z) (3.24)

Q
0~
*

S

=
I
M-

Q

Il

—_
Y
o*
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On note que dans ce cas, les nombres d’enroulement ¢! et ¢/ sont liés aux moments p’ et

p! par les relations

(3.25)

Ceci signifie que le réseau I' et son dual ['* ont une intersection non nulle. Maintenant,

'état de masse de couche (3.17) meéne a la relation

n

M2 — 9

Mg + fafitg)] (3.26)
k=13,a=1

ou g, est la métrique du réseau duel. De plus, la condition de Virasoro (3.18) implique

que :

ms) [9) e = (N + 7 ZZ ot o) [V, (327

k 18,a= 1

DN

Il est important de mentioner que si R, = \%, les états vectoriels sans masse appar-
tiennent a la représentation adjointe du produit tensoriel G ® G, ot GG, est un groupe de
Lie simple de rang r = 22 et avec la matrice de Cartan g,g. Maintenant, si le réseau I’

est pair et entier c.-a-d

—

VB, ¥ el — 6 ~ est un entier.

vy el — ’y est entier et pair.

les moments p’ et p’ sont identifiés avec les vecteurs poids du groupe de Lie G. Mainte-
nant, si nous caractérisons les états physiques vectoriels par les nombres quantiques m,,
et M, nous pouvons prouver que pour R2 = R? = un nombre entier ou demi-entier, le
nombre Q de ces états indépendants est [voir ’TANNEXE B]

25p+1

92:4“;( SIQIQa Q)] (3.28)
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(n est le nombre de compactifications successives) ot pour la p®™¢ compactification ; r,,
Sy et @y, sont la dimension de I'espace compactifi¢, le nombre des nombres quantiques
non nuls (m, et n,) et la dégénérescence du tffme nombre quantique respectivement.
Cependant, si au moins un R n’est pas un nombre entier ou demi-entier, le nombre,

d’états physiques devient ), = 44.

3.3 Reésultats et Conclusions

Pour avoir une idée et rendre nos résultats transparents, nous avons considéré des
compactifications sur des tores de dimension pair. Les tableaux 1 et 2 montrent les divers

types des compactifications et le rang et 'ordre des groupes de Lie résultants avec les

1

7 et 1 respectivement. Il est important de noter que les

deux méthodes 1 et 2 avec R =
résultats dépendent de :

a) Le choix de la méthode :

En effet, il est clair des tableaux 1 et 2 que pour le méme type de compactification, les
groupes de Lie résultants obtenus avec la premiére méthode sont totalement différent de
la seconde méthode. Par exemple, une compactification sur 72 donne avec la premiére
méthode les groupes Lie suivants : SO(5) ® SO(60) @ U(12); SO(58) ® SO(22) ® U(4);
SO(14) ®S0(14) ® SO(61) ; SO(56) ®SO(5) ®.S0(29) ; SO(63)@UB)RU(5); SO(44)®
SO(44); SO(58) ® SO(16) ® E7. Cependant, avec la seconde médothe on a : SO(51) ®
SO(36)U(1); SO(36) ® SO(3) ® SO(51); SO(45) ® SO(45). Un deuxiéme exemple, la
compactifications successives sur 10 tores T?QT?QT?*QT?*RT?*QT*QT?*RT?*QT*QT* ne
donne pas de solution pour la premiére methode et : SO(11)® SO(58) @ U (12); SO(47)®
SO(40)®U(1); SO(BT)®@S0(24)U(4); SO(59)®@SU(3)®S0(14); SO(3) ® SO(37) ®
SO(51); SO(58) ® SO(11) ® U(5); SO(48) ® SO(36) ® G2; SO(58) ® SU(5) ® U(11)
pour la deuxiéme.

b)Le type et le nombre de compactifications :

Chaque type et nombre de compactifications successives donne différents résultats . En
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fait, le type T?®@T* (par exemple) méne aux groupes de Lie suivants : SO(12) @ SO(28)®

SO(48); SO(38) ® SO(42) @ U(4); SO(8) ® SO(33) ® SO(49); SO(B5) @ U (2) ® U(15) ;

SO(48) ® SO(28) ® E6; SO(48) ® SO(26) ® ET; Cependant, le type T? @ T? @ TS @ T*?

donne SO(20) ® U(15) @ U(19); SO(13) @ U(17) @ U(21); SO(25) ® U(14) ® U(18).
c)Rayon du Tore :

Les résultats des compactifications successives dépendent fortement du choix du rayon
des tores compactifiés. Par exemple la premiére méthode donne pour R = \%(Va =
1,73k = 1,n), un nombre d’états physiques vectoriel égale & 44 + 2 Zn:r,% qui peut former
la représentation irréductible d’un groupe de Lie. Cependant, pourk;ll moins R # \%, ce

nombre est réduit & 44 et méne a de différentes solutions des groupes de Lie.
TABLE CAPTION

TABLEAU 1. présente le rang et 'ordre des groupes de Lie pour divers types de

compactifications sur des tores en utilisant de la premiére méthode et R = \/Li

TABLEAU 2. la mémes chose que le tableau 1 mais en utilisant de la deuxiémes

méthode et R = 1.
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Tableau 1 :

Type of compactification | rank | order
T 44 234212
T?T* 44 174882
T*eT™ 44 223644
TS®T'® 44 123868
T8xT™ 44 42172
TORT!? 44 29116
T?QT% QT 44 115046
T?QT*QT"e 44 79758 | T*@T°@TQT® 44 | 7732
T?QTexT™ 44 47806 | T?QT RT?*@T*®@T™ | 44 | 64602
T?QT3xT'? 44 20630 | T?QT*QT2RT*®T"™ | 44 | 38898
T2QT™xT!° 44 23742 | T?@T*QT*@T®T'° | 44 | 23898
TeT'eT™ 44 46998 | T?QT*QT*RT*QT® | 44 | 19074
T*QT T 44 23254 | T?@T*QT*@T*®@T° | 44 | 21706
TRT*RT™ 44 15254 | T?’@T°RT'Q@TRT® | 44 | 13970
TRTST™° 44 15126 | T?°Q@T°RT@TRT® | 44 | 11066
TSeT*T® 44 12758 | T?°@T*RT'@T'®T® | 44 | 12530
T?T*eT*eT™ 44 29408 | T?°@T*QT*@T°RT° | 44 | 9674
T*QT*TxT° 44 12512 | T'@T*@T*@T*@T® | 44 | 8250
T*QT*eT*xT® 44 12832
T*QT*T*®T*° 44 89110
T*T?@T*0T™ 44 54640
T*QT*TxT* 44 32112
T*QT*T3 T 44 21400
T*RTRTRT® 44 11698
T*T*T*T 44 16820
T*RT*QT®T® 44 11124
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T?°@T*QT RT*QT*RT*? 44 | 45424
T?°@T*QT*RT*QT* QT 44 | 26866
T’RT*QT*RT*QTRT® 44 | 18034
72T RT*RTRT*QT® 44 | 24612
T2QT T RTRTQT® 44 | 12916
T2QT T TTQT® 44 | 15990
T*TeT'eTeTeT? 44 | 9464
T?RT?RT*@T*RT*QT QT 44 | 30662
T2°RT?QT*RT*QT*QT T 44 | 18590
T?°RT?QT*RT?* QT QT T 44 | 12598
T?RTRT*@T T T T 44 | 10510
T?RTRT*RT*RT*QT*QT*QT® 44 | 25910
T*QTRT*RT*RT*QT*T*QT® 44 | 19616
T?QT*RT*@T*@T*T*QT*QT* 44 | 16458
T2RTRT*RT*RT*RT*QT*QT RT° 44 | 23976
T2 QT RT*RT*RT*QT*T*QT*QT* 44 | 21848
T2RT*RT*RT*RT*T*RT*QT*QT T 44 | 28530
T?RT*RT*RT*@T*QT*QT*QT RT*QT*®T? | 44 | 36180
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[ableau 2 :

Type of compactification | rank | order

T2 44 9624428

T?QT* 44 6168104

T*eT™ 44 6154058

TSRT® 44 1405082

T8@T™ 44 568380

TORT? 44 243836

T*T*QT™® 44 3841396 | T@T*@T*®T" 44 | 156310
T?QT TS 44 1821254 | T*RT*QTC®T® 44 | 60072
T?@TxT™ 44 656222 | T*RTS®T T 44 | 37170
T?QT*T* 44 317942 | T?@T*Q@T*RT*@T™ | 44 | 1356836
7?1701 44 189190 | T?QT*QT*@T*®T™ | 44 | 572866
T*QT*eT™ 44 782618 | T?QT*@T*®@TST' | 44 | 228514
T*QT T 44 305290 | T?RT*QT?*@T*RT® | 44 | 134170
T*@T3eT™ 44 122554 | T?@T2QT*@T T | 44 | 224942
TRTxT™ 44 111282 | T?°RT*RT'Q@T°®T® | 44 | 93598
TSeT*@T® 44 127674 | T?’Q@T*Q@T@T°@T° | 44 | 51502
T*QTT@T" 44 425734 | T?RT'QT*'RT'QT® | 44 | 84654
T*QT*T T 44 161392

T?RT*'QTQT® 44 91560

T’°QT*RT*®T*° 44 1283546

T?eT*@T*'eT™ 44 1041106

T*QT*RTxT*? 44 426592

T?*QT*QT*T™ 44 186860

T*@T°RT°RT® 44 66458
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T?QT*RT*RTRT® 44 | 48470
T*T*'RT*@T*®T® 44 | 38934
T’@T*QT*RT* QT QT 44 | 790064
7T T*RT*@T T 44 | 313838
T?RT*QT*QT*RT° QT 44 | 170800
TRT*RT*QT*RT*®T® 44 | 153804
T*QT*RT*@T QT QT® 44 | 76606
77T T QT @T® 44 | 62226
T2RTRT*T*RT T 44 | 49194
T?RTRT*RT*RT?*QT* QT 44 | 430974
T2RTRT*RT*RT*QT*RT® 44 | 178496
T2RTRT*@T*RT*@T* QT 44 | 89848
T?RTRT*@T T T T 44 | 68048
T?RT*RT*RT*RT*QT*QT*QT® 44 | 253958
T?QT*RT*RT*RT*QT*QT*QT® 44 | 130820
T*RT*RT*@T*@T*T*QT*QT* 44 | 97954
T2RT*RT*RT*@T*RT*QT*QT RT° 44 | 187536
T2 RTT*RT*RT*QT*T*QT*QT* 44 | 141310
T2RT*RT*RT*RT*QT*RT*QT*QT T 44 | 198350
T*QT*RT*RT*QT*QT*QT*QT*QT*RT*®T? | 44 | 277918
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Chapitre 4

Corde Bosonique ¢g-déformée et

Dimensions Critiques

L’algebre de Virasoro fournit un cadre extrémement puissant pour unifier les concepts
de la symétrie et de la localité et elle est la version infinitésimale de certains groupes
dimensionnels infinis. L’algébre de Virasoro surgit comme algebre du groupe conforme
dans un ou deux dimensions. Les générateurs L,, (n € Z, ’ensemble des nombres entiers),

et ’élément central ¢, tel que [L,, ¢| = 0, sont reliés par

D
Ecn(rﬂ — D)dmn m,n € Z. (4.1)

[Lns Lin) = (n—m) Ly +
classiquement ¢ = 0, mais il joue un role crucial dans n’importe quelle application de mé-
canique quantique. Pour la représentation unitaire c.-a-d., ceux satisfaisant la condition
d’ hermiticité LT = L_,, et si une telle représentation est irréductible, ¢ devrait prendre
une valeur constante, dans ce cas on peut le prendre réel.

L’algebre de Virasoro a été intensivement employée dans le contexte des théories des
cordes. En fait, elle est approprié¢ dans n’importe quelle théorie dans I'espace-temps a

deux dimensions qui posséde une invariance conforme. Le but de cette parti est d’étudier

Palgeébre g-déformée de Virasoro dans le contexte de la théorie des cordes, ’application
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de ces nouvelles idées mathématiques a la théorie de cordes pour dériver de nouvelles

dimensions critiques de ’espace-temps, qui peuvent avoir des implications phénoménolo-
?

giques intéressantes, montrer qu’ on peut résoudre le probléme de la compactification du

quel les théories des cordes souffrent sans recours & la méthode de compactification.

4.1 L’Algébre de Virasoro ¢-déformée

Les groupes Quantiques sont apparus dans I’élaboration des méthodes quantiques
inverses, appelée aussi systéme intégrable, et dans I’étude des équations de Yang-Baxter
[17]. On a également constaté que les groupes quantiques ont des applications importantes
dans les théories de jauge quantiques et des champs conforme [18, 19]. Elles ont émergé
comme une structures d’algebre la plus fondamentale et qui pourrait étre décrites par
une classe générale d’algebres associatives et Co-commutatives appelé algebres de Hopf
[20, 22]. La Co-commutativité peut étre réalisée par I'introduction d’un parameétre libre
g qu’on appelle habituellement le parameétre de déformation [23, 24].

D’autres part, la solution des équations du mouvement d’une corde bosonique ouverte
meéne a ’apparition de quelques contraintes qui sont exprimées en termes d’un ensemble
infini de conditions d’initiales [25, 27]. Dans la jauge du cone de lumiére on a :

m=+o00

Ln=7- > ol ah,=0 i=12.D-2 (4.2)

m=—00
Apres la procedure de quantification, les contraintes L,, deviennent des operateurs appli-

qués sur les états physiques [1)) oy tels que

Lo l¥), =0 n>0

(Lo = a(0)) [¢) p, = 0 (4.3)
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(a(0) =1 ou 2 pour les cordes ouvertes ou fermées respectivement) et sont définis par

m=-400
1

Ln = Hm:7oo . a:zfma’;n : (44)

ou ": :" signifie le produit normal chronologique. Les générateurs L,, constituent I’algébre
fermée (4.1). Dans cet partie du chapitre, nous dérivons une algébre modifiée de Vira-
soro basée sur la déformation des relations de commutations entre les diverses variables
dynamiques.

Considerons les variables dynamiques de la corde bosonique ouverte dans la jauge du
cone de lumiere ¢', p’, ¢, p*, a’, a™ [26]. Aprés quantification ordinaire on a les relations

de commutation non nulles suivantes

i) =
g, p*] = —i
o) al)] = —6nmd” (4.5)
avec
af = 2a'p',
ol = V2a'na
o, = V2a'na

L’analogue g-déformé des équations. (4.5) sont données par [24]

i), = i
[ p], = —i
[azi,ain}q = —0pmd” (4.6)
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ou

[ al], = aal, =[50 + (0= 1DoumAd,] afar”
], = ap —apta
[¢'.r'], = dv —a'd 47
avec
y 1 sii=j et i'=j
A%E e (48)

0 autrement

Pour ce qui concerne les générateurs L,,, on doit définir tout d’abord un produit normal

g-déformé : :; comme suit

i+ . — 70 N (Y
O’ g = Q) ay + (g — 1)0p,m A7 al,a

m n
gl o = qTIqt
aay .= a)ar (4.9)

Ainsi on peut récrire 'expression (4.4) comme

q R
LI = ~ i L Qe Oty g (4.10)

m=—00

Maintenant, 1’évaluation de l'algeébre g-déformée [L,,, L,,] qui est défini comme

dn,m

(L3, L g, = L L — AT L L (4.11)
ou
Al =q+0nm(l—q) (4.12)
et
1 &2 o
Lg]}"”” = _4_0/ : ail—la; :q”,rn (413)
l=—00
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avec

LA i, o OnmOn—_i1 . 0 i,
P, Qg g, =4 TR Qg 0 g (4.14)

et 'utilisation de la relation de commutation g-déformée (4.6) donne pour ¢ # —1

Ly L, . = (n—m)Ly ., pour n # —m, n#0, m #0, (4.15)
n g D -2
(L5, L%, . = Tra (5—q)L§—(¢— 1)Ly " %) + 3 n(n® —1) pour n # 0,(4.16)
1
L L0, = —yn(+a)L (117)

et
[Lg;, L‘TJL] =0 forq#4q. (4.18)

Les expressions (4.15)-(4.17) peuvent étre écrite sous une forme compacte

Lo La| == m) L+ (4.19)

dn,m
ou

1- D —2
nLd + 0 —n {m1—+g (2L — Ly"?) + Tm(m2 - 1)} . (4.20)

1—g¢q

Cnm = 50,m

Notez que pour ¢ = 1, I'éq. (4.19) se réduit a I’éq. (4.1). De plus, Pexpression (4.19)
contient un terme d’anomalie c,,,, qui n’est pas un c-nombre.

Dans cette partie, nous avons dérivé une algébre modifiée de Virasoro dans le cadre
de la théorie de déformation caractérisée par un paramétre d’ordre ¢. Il a été montré
que le terme d’anomalie et contrairement au cas ordinaire (voir ’éq.(4.20).) n’est pas un
c-nombre. De plus, et pour un parametre de déformation ¢ = 1 'algébre ¢-déformée de

Virasoro est mal définie.
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4.2 La corde Bosonique ouverte ¢g-déformée

Apres une g-déformation, les expressions des opérateurs de masse sont données par

a)- La corde bosonique ouverte

1 =
o/ M? = oy calal (4.21)
e
b)- La corde bosonique fermée
1 o o
o M? = 1o [ o’ al g+ al a1 (4.22)
"n0

(ici : :, dénote le produit normal chronologique), o

ay = 2a'p', (4.23)
o = V2a'na,

o, = V2a'na'

al = V2a'na’

a., = V2anat n>0

Notez que, dans ce cas, les variables dynamiques de la corde ¢*, p’, ¢, p*, a’, a™*, @t

n’

a" satisfont aux relations de commutations non nulles g-déformée suivantes

d.p), = s

g pt], = —i

all al = —§,m0

|: 74; m:|q

(@t al,] = —0umé” n>m. (4.24)
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Le produit normal ¢-déformé dans les équations. (4.21) et (4.22) et des relations de

commutation des équations (4.24) sont définis comme

calat? = allal + (g — 1)(5n,mA§7j,aZ,;a:;il (4.25)
[, amq =allal — [5? L4 (g — 1)5n7mA§?j,} al at’ (4.26)
ou
g 1 sii=75 et /=4
A, = / / (4.27)
0 autrement

Notant qu’on a de semblable définitions pour a,*, a’,.

4.3 Condition de Couche de Masse

Concernant I’ambiguité du produit normal ¢g-déformé, on peut simplifier les équations
(4.21) et (4.22) par la régularisation de la fonction zéta de Riemann et par 'utilisation
de la relation g-déformée de commutation (4.24) aussi bien que les équations (4.25) et

(4.26) on obtient

12 D -2 1D2+oo i 2N AT +i i
oM == 24 + 2 n [2 +3(q — DAYy + (¢ —1) AjjAz"z”] A G, (4.28)
i,i/,j=1n=1
12 D—-2 1 - =2 i 2 A AJT +i' i i
aM® = BT + 3 Z” 2+ 3(¢ — DA, + (g — 1)°AT A7 ] [an Gy + a;{%l@;%)
i,i',j=1n=1

pour la corde ouverte et fermée respectivement.

Maintenant, concernant la corde bosonique ouverte, nous considérons les états vecto-
rial de la forme £;07 ; |0) (g, est le vecteur de polarisation). Pour préserver la covariance
apres la g-déformation, ces états devraient définir une représentation irréductible de leur

petit groupe qui est la représentation vectorielle du groupe SO(D — 2) .Ceci implique
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que ces états doivent avoir une masse nulle, c-a-d.,
M?c;07 [10) =0 (4.30)

De méme, pour la corde bosonique fermée, nous prenons les états tensoriels symétriques
de la forme ¢;; (a]_ b+ ol 16/_1) |0) et pour que ces états aient une masse nulle aussi,
on doit avoir

Nous rappelons que 'espace ¢-déformé de Fock est défini tels que

all0y = 0 n>1

aloy =0 n>1 (4.32)

Aprés un calcul directe et I'utilisation de la relation de commutation g-déformée (4.24),

les deux conditions de couche de masse (4.21) et (4.22) donnent
D=2+12(¢+1) (4.33)

Notez que pour ¢ = 1, nous retrouvons la dimension critique de ’espace-temps habituel
de la corde bosonique D = 26. De plus, pour que cette relation doit étre compatible avec

la condition D > 4, on doit exiger que

q> 5 (4.34)

Dans cette parti du chapitre, nous avons dérivé une nouvelle dimension critique de

I’espace-temps pour les cordes bosoniques dans le cadre général de la théorie de défor-
mation.

Ainsi, on peut avoir des théories des cordes bosonique ¢g-déformées consitentes ot les

dimensions de I’espace-temps sont telles que I'inégalité (4.34) est vérifié. Ceci signifie
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qu’on peut avoir D = 4 qui correspond a une valeur du parameétre de déformation g =
—5/6 sans avoir recours au procédé de compactification. De plus, avec ces nouvelles
dimensions critiques de I’espace-temps, on peut avoir des implications phénoménologiques

intéressantes.
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Chapitre 5

Baryogénése via la Léptogénése

5.1 Introduction

La découverte des oscillations de saveur de neutrino dans les expériences solaires, at-
mosphériques, et de réacteurs [32] peut avoir un profond impact sur notre compréhension
de la dynamique de l'univers primordial. Car de telles oscillations sont faisables seule-
ment si les neutrinos ont de petites masses (sub-eV), expliquées d’'une fagon naturelle
par le mécanisme de seesaw [33]. Ce dernier suppose 'existence des neutrinos droits N;
(un par famille de lepton) avec des masses de 'ordre (108 — 10*) GeV donc super-lourd.
Les masses des neutrinos légers sont obtenues & partir de la matrice M, ~ MpMy vt
ou Mp et Mg sont respectivement les matrices de Dirac et de masse des neutrinos de
Majorana droits lourds (r.h.n). La désintégration du neutrino droit le plus léger Ny peut
produire naturellement un exces de baryons sur les anti-baryons dans 1'univers [34] et qui
soit en accord avec les observations cosmologiques. Le paramétre d’asymétrie baryonique
est une observable cosmologique importante conditionnée par la Nucléosynthése du Big
Bang et déterminée récemment avec une trés grande précision par I'expérience de WMAP

(Wilkinson Microwave Anisotropy Probe)! [35] :

!C’est une mission d’explorateur de la NASA qui mesure la température du rayonnement de fond
cosmique avec une exactitude sans précédent.
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np _
Np === (6.5753) x 10710, (5.1)
Y

Dans la physique des particules, le nombre baryonique (leptonique) est un nombre

quantique conservé du systéme, Il est défini comme suit :

g — Ng

3

B= (5.2)

oul n, est le nombre de quarks, et n; est le nombre d’antiquarks. Pourquoi un tiers?
Selon les lois de I'interaction forte il ne peut pas y avoir de charge nue de couleur, c-a-d.
la charge de couleur totale d'une particule doit étre zéro (’blanche’), (cf. confinement).
Ceci peut seulement étre réalisé en mettant ensemble un quark d’une couleur avec un
antiquark avec 'anti-couleur correspondante, donnant ainsi un méson avec le nombre
baryonique 0, ou en combinant trois quarks dans un baryon avec le nombre baryonique
+1, ou en combinant trois antiquarks dans un anti-baryon avec le nombre baryonique
—1. Une autre possibilité est le pentaquark éxotique, se composant de 4 quarks et de 1
anti-quark. Ainsi, les quarks sont toujours présents en nombre de trois, si les antiquarks
sont comptés en tant que "quarks négatifs".

Historiquement, le nombre baryonique a été défini longtemps avant que le modéle des
quarks ait été établi, ainsi plutot que de changer la définition, les physiciens de particules
ont simplement divisé le nombre quantique précédemment connu par trois.

Les particules sans aucuns quarks ou antiquarks ont un nombre baryonique 0. De
telles particules incluent les leptons, le photon, et les bosons de jauge W et Z.

Le nombre de baryon est presque conservé dans toutes les interactions du modeéle
standard. L’échappatoire est I’anomalie chirale. Les sphalérons de 'interaction éléctro-
faible peuvent seulement changer le nombre de baryon par 3. Conservé veut dire que la
somme du nombre baryonique de toutes les particules entrantes est égale a la somme
du nombre baryonique de toutes les particules résultant de la réaction. Une violation du

nombre baryonique pourrait mener a la désintégration du proton, mais seulement si le
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nombre de baryon change par 1.

L’idée hypothétique de la théorie de la grande unification permet le changement d’un
baryon en un groupe de leptons, violant ainsi la conservation du nombre baryonique et
leptonique. La désintégration du proton est un exemple de ces processus.

Dans le sens strict du mot, la leptogénése est le processus qui crée des leptons. Les
théories de leptogéneses essayent d’expliquer comment 1'univers a changé d’un état sans
leptons juste aprés le Big Bang & un état contenant beaucoup de leptons, -dont la plupart
du temps des électrons-, aujourd’hui. Un probléme équivalent pour les baryons s’appelle
la baryogéneése. Tandis qu’il n’y a aucune limite d’observation sur le nombre relatif de
leptons et d’anti-leptons, puisque les leptons peuvent étre convertis en neutrinos ou en
anti-neutrinos et restent invisibles, un déséquilibre significatif est observés en ce qui
concerne le nombre de baryons et d’anti-baryons.

On devrait comprendre cependant, qu’il n’est pas possible de créer seulement des
électrons (ou seulement des protons) sans violer la conservation de la charge électrique. En
d’autres termes, la conservation de la charge électrique exige un nombre égal d’électrons
et de protons.

Baryogénése et leptogénése sont également liés par un phénomeéne qui se produit dans
le modeéle standard des interactions élémentaires. En effet, certaines configurations (non-
perturbative) des champs de jauge appellées "sphalerons" peuvent convertir des leptons
en baryons et wvice versa. Ceci signifie que le modele standard est en principe capable
de fournir un mécanisme pour créer des baryons et des leptons, réalisant une possibilité
spéculative suggérée par A. Sakharov dans les années ’60. Cependant, la version la plus
simple du modeéle standard, ne peut pas quantitativement réaliser cette possibilité.

Une simple extention du modéle standard qui peut réaliser le programme de Sakharov
est celui suggéré par Fukugita et Yanagida. Le modeéle standard augmenté par ’addition
des neutrinos droits rend ’application du mécanisme de seesaw possible et fourni aux
neutrinos gauches la masse. En méme temps, ce modeéle étendu peut produire spontané-

ment des leptons de la désintégration des neutrinos droits. En conclusion, les sphalérons
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peuvent convertir ’asymétrie leptonique spontanément produite en asymétrie baryonic
observée. Souvent, les physiciens emploient le mot "leptogénése" pour dénoter le méca-
nisme décrit ici.

Un sphaléron est une solution statique -indépendante du temps- aux équations de
champ éléctrofaible du modele standard de la physique des particules élémentaires, des
processus qui violent le nombre baryonique et leptonique. De tels processus ne peuvent pas
étre représentés par des diagrammes de Feynman, et s’appellent donc non-perturbative.
Géométriquement, un sphaléron est simplement un point de selle de I’énergie potentielle
éléctrofaible (dans I'espace dimensionnel infini de champ), tout comme le point de selle
de la surface z = 22 — y? dans la géométrie analytique tridimensionnelle.

Dans le modéle standard, les processus qui violent le nombre baryonique convertissent
trois baryons en trois antileptons, et des processus relatifs. Ceci viole la conservation du
nombre baryonique et leptonique, mais la différence B — L reste conservée. Un sphaléron
est semblable au point médian (¢t = 0) de Iinstanton, ainsi il est non-perturbative. Ceci
signifie que dans des conditions normales les sphalérons sont trés rares a observé. Cepen-
dant, ils auraient été plus nombreux a températures élevées de I'univers primordial. Dans
certaines théories de baryogénese un déséquilibre du nombre de leptons et d’antileptons
est formé d’abord par des transitions de leptogénése et les sphalérons convertisent alors
ceci en déséquilibre dans les nombres de baryons et d’antibaryons.

La désintégration du neutrino droit le plus léger N; peut satisfaire chacune des trois
conditions de Sakharov [36] requises pour la génération de 7y : i) il peut se produire
hors de I’équilibre thermique, i) il y a violation suffisante de C' et de C'P, et i) il y
a également violation du nombre baryonique B. La derniére condition est obtenue en
combinant la violation du nombre leptonique dans les masses de Majorana des neutrinos
droits avec les interactions du modéle standard qui viole le nombre B + L surgissant lors
de processus électrofaibles appelés sphaléron [37].

Un examen plus soigneux de la structure du seesaw indiquerait que, et bien qu’il y

ait un lien fondamental, quand le mécanisme de seesaw est mis en application dans le
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contexte de la symétrie du modele standard (SM), la masse des neutrinos légers et les
parametres de mélange ne peuvent pas en général déterminer 1’asymétrie baryonique de
I'univers. Il est facile de le voir, sans perdre les généralités, on peut travailler dans une
base ot la matrice de masse des leptons chargés et la matrice de masse My des neutrinos
lourds de Majorana droits sont diagonales avec des valeurs propres réelles. La matrice
de masse des neutrinos de Dirac serait alors une matrice arbitraire complexe (3 x 3) de
18 parametres (9 amplitudes et 9 phases). Trois des paramétres de phase peuvent étre
enlevés par redéfinition des champs (i.e. les doublets de lepton gauche et les singulets
de lepton chargés droits). Le secteur de neutrino aura alors 18(= 15 + 3) parameétres.
Alors, 9 combinaisons de ces derniers détermineront les observables de basses énergies (3
masses, 3 angles de mélange et 3 phases), alors que I'asymétrie leptonique (et ainsi 7z)
dépendrait de chacun des 18 parameétres, les laissant ainsi arbitraires.

Dans ce chapitre nous prouvons qu’il est possible de relier quantitativement 7z a la
masse des neutrinos légers et aux paramétres de mélange en mettant en application le
mécanisme de seesaw dans le contexte d’une classe de modeéle supersymétrique gauche-
droite [38]. Nous notons qu’a la différence du SM ol les neutrinos droits apparaissent
plutét add-hoc, dans les modeéles symétriques gauche-droite, ils sont naturels car l'in-
variance de jauge exige leur existence. D’un autre coté, la Supersymétrie (SUSY) a le
mérite de résoudre le probléme de la hiérarchie de jauge. Avec la supposition d’un secteur
minimal de Higgs, il s’avére que ces modeles prévoient la forme de la matrice de masse

du neutrino de Dirac

me O 0
Mp=c| 0 m, 0 : (5.3)
0 0 m,

ou le parameétre ¢ ~ m;/m;, est déterminé a partir du secteur de quark, laissant seulement
la matrice de masse de Majorana Mg arbitraire. Trois phases dans la matrice My peuvent

étre enlevées, laissant un total de 9 paramétres qui déterminent & la fois les mixings et les
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masses des neutrinos de basse énergie ainsi que ’asymétrie baryonique. Il est maintenant
évident que 1y est calculable en fonction des observables de basses énergies des neutrinos.
On trouve dans la littérature d’autres tentatives de relier la leptogénése aux observables
de basses énergies [39, 40], de telles tentatives font souvent des suppositions additionnelles
telles que Mp = M, (qui peut ne pas étre entiérement réaliste), ou prennent des textures
spécifiques des matrices de masse de lepton.

Ces derniéres années, nous avons beaucoup appris des expériences au sujet des masses
et des mixings des neutrinos légers, mais il reste aussi beaucoup a apprendre. Notre
analyse montre que la cosmologie peut mettre des restrictions significatives sur les pa-
ramétres des neutrinos légers. Dans notre modéle, pour une baryogénese réussi nous
exigeons que ces trois conditions soient satisfaites : tan? 05 ~ my /mo, B~ a+7/2 et
015 = (0.01—0.07). Ici 015 et 013 sont des éléments de la matrice de mélange des neutrinos
légers, m; sont les valeurs propres de la matrice de masse des neutrinos légers et «, 5 sont
les phases de Majorana qui entrent dans le calcul de 'amplitude de la double désintégra-
tion béta sans émission de neutrino. Les futures expériences de neutrino confirmeront ou
réfuteront ces prévisions.

Le reste du chapitre est organisé comme suit. Dans la section 2 nous passons brie-
vement en revue le modele symétrique minimal gauche-droite. Dans la section 3, nous
analysons la leptogénése dans le cadre de ce modéle, oti nous dérivons des contraintes
imposées a notre modéle pour que la leptogénése soit réussie. Dans la section 4, nous cal-
culons le parameétre €; de 'asymétrie leptonique produit lors de la désintegration de /V;.
La section 5 est dédiée aux équations appropriées de Boltzmann requises pour calculer le
parametre d’asymétrie baryonique. La section 6 nous donnons nos résultats numériques
pour 7ng. Dans la section 7 nous concluons pour ce premier modele. Dans la section 8§,
nous introduisons un nouveau modele de leptogénése qui marche a 1’échelle du TeV et
qui constitue le plus minimaliste des extensions du modele standard qui soit compatible

avec les données expérimentaux et observationnelle & cette échelle d’énergie.
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5.2 Le Modéle Symétrique Gauche-Droite Brief re-
view

Passons en revue brievement la structure de base du modéle symétrique minimal
gauche-droite supersymétrique développé dans la référence [38]. Le groupe de la symétrie
de jauge du modele est SU(3)c x SU(2)p x SU(2)gr x U(1)p_r. Les quarks et les lep-
tons sont associés au groupe de jauge de la maniére suivante : Les quarks et les leptons
(@, L) d’hélicité gauche se transforment comme des doublets de SU(2), [Q(3,2,1,1/3)
et L(1,2,1,—1)], tandis que ceux d’hélicité droite (Q°, L) sont des doublets de SU(2)r
[Q°(3*,1,2,—1/3) et L°(1,1,2,1)]. Les masses de Dirac des fermions surgissent des cou-
plages de Yukawa a un bidoublet de Higgs ®(1,2,2,0). La symétrie SU(2)gr x U(1)p_
est brisée a U(1)y par le VEV (vg) d'un triplet d'un champ scalaire A°(1,1, 3, —2) avec
B — L = —2. Ce triplet est accompagné d’un triplet d’hélicité gauche A(1,3,1,2) (plus
A et A leurs conjugés, pour éliminer les anomalies). Ces champs se couplent également
aux leptons et sont responsables d’induire de grandes masses de Majorana pour vg.
Une alternative a ces triplets de champs de Higgs est d’utiliser les B — L = +1 doublets
x(1,2,1,—1) et x°(1,1,2,1), avec leurs conjugés x et x¢. Dans ce dernier cas, on a bession
d’opérateurs nonrenormalisables pour donner de grandes masses de Majorana & vg. Bien
que notre formalisme tient compte de n’importe quelle nombre de doublet de champs de
Higgs, nous adopterons I'option de triplet, pour la simplicité. Le superpotentiel invariant

sous la symétrie de jauge impliquant les champs de quark et de lepton est donné par
W =Y, Q 19®1Q + Y LT 7075 L° + (FLTiTo AL 4 £.L iy ACLE) (5.4)

Notons que sous la symétrie de la parité gauche-droite, Q < Q*,L < L% & « &
A — A% avec Wep(a), « WgU(Q)R, Wp_ W5 et — 6. On a comme consequence,

Y, =YY = Y/, et f = £* dans I’équation (5.4).% Tl a été montré dans la réf. [38] que

20n a pas utiliser explicitement ces relations.
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I’hermiticité des matrices de Yukawa (avec les contraintes de parité sur les paramétres
de la brisure douce de SUSY) aide a résoudre le probléeme de CP supersymétrique qui
hante le modele standard minimale supersymétrique (MSSM).

Au-dessous de vg, la théorie effictive est le MSSM avec ses multiplets de Higgs H,, et
H,.? Ces derniers sont contenus dans le bidoublet ® du modéle supersymétrique gauche-
droite, mais en général, ils peuvent également résider partiellement dans d’autres multi-
plets ayant des nombres quantiques identiques sous la symétrie du MSSM (i.e x, ¥, le
doublet des champs de Higgs voir plus haut). En tenant compte d’une telle possibilité,
le superpotentiel du MSSM de 1'éq.(5.4) méne aux relations des matrices de couplage de
Yukawa

Yu = ’}/Yd, Yl = ’}/YVD. (55)

Ces relations ont été appelées I'unification up-down [38]. Ici, la premiere relation de I’éq.
(5.5) implique ot~ ytanf = c ol 7 est un paramétre caractérisant quelle quantité
de H, et H; du MSSM est dans le bidoublet ®. Le cas ou H,, 4 est entiérement dans ®
correspondra a v = 1 et tan 5 = my/my. A premiére vue, la premiére des relations de I'éq.
(5.5) peut parraitre phénoménologiquement un désastre puisqu’elle méne a ’annulation
des mixings de quark et & des rapports de masse de quark inacceptables. Il a été montré
dans le premier papier de la réf. [38] qui inclue les diagrammes a une boucle impliquant
le gluino et le chargino, et tenant compte de la structure de saveur des termes A de
la brisure douce de SUSY, il existe une large plage de parameétres (pas toute la plage
possible du MSSM habituelle) ou les correctes mixings de quarks ainsi que les masses
peuvent étre obtenues d’une fagon consistante avec les contraintes sur les changements
de saveur.

C’est la seconde équation de (5.5) qui nous intéresse ici. Cette relation meénerait a
Mp = ¢M,, avec ¢ ~ my/my. Les corrections de boucle supersymmetrique des matrices de

masse leptonique sont numériquement petites comparées aux semblables corrections dans

3Les bosons de jauge d’hélicité droite ont des masses de I'ordre v ~ 10** GeV et ainsi n’ont pas un
role significatif dans la cosmologie & T' ~ M; < vg.
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le secteur des quarks, puisque ces particules interagissent fortement et donc ne participent
pas a ces boucles. En outre, les angles de mélange leptonique sont induits au niveau de
I’arbre par la structure du neutrino de Majorana dans la matrice de masse, et toutes les
corrections de boucle de ces derniers seront subdominants. C’est particulierement vrai
puisque deux des angles de mélanges leptoniques sont grands. Nous ignorons donc ces
corrections de boucle de SUSY par rapport aux matrices de masse leptonique.

On peut ainsi travailler dans une base ot les matrices de masse des leptons chargés et
des neutrinos de Dirac sont simultanément diagonale. La matrice de masse de Majorana
Mpr = fug sera alors une matrice générique symétrique complexe. Aprés enlévement
de trois phases dans Mg par redéfinitions des champs, il nous reste 9 parametres (6
amplitudes et 3 phases) qui déterminent le spectre des neutrinos légers aussi bien que
le spectre des neutrinos lourds et par conséquence ceci fixera 1’asymétrie leptonique.
Les conséquences sur la leptogénése de ce systéme si contraint seront analysées dans la
prochaine section.

En principe les champs de Higgs A(1,3,1,+2) peuvent également acquérir un petit
VEV < O(eV) [41]. Dans ce cas la formule de seesaw serait modifiée, ainsi que le calcul
de asymétrie leptonique [42]. Nous supposerons que de telles contributions du seesaw
du type II proportionnelles & (A) sont nulles dans notre analyse. Ce qui est consistant
avec les modeles de la réf. [38]. Enfin, il est a noté que dans la litérature la leptogéneése
dans des modeles gauche-droite symétriques dans un contexte plus général que le notre

a été analysé [43].

5.3 Premier Modéle : Leptogénése dans le Contexte
des Modéles Gauche-Droite Symétrique

La symétrie SU(2)gxU(1)p_1, est brisée en U(1)y par le VEV (A€) = vg ~ 10 GeV.
Au moins certains des neutrinos droits ont des masses au-dessous de vg. Nous nous

concentrons ainsi sur le couplage de Yukawa des neutrinos dans le contexte du MSSM.
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Les interactions de Yukawa invariante sous les transformations du groupe de symétrie de

jauge SU(2), x U(1)y sont contenues dans le superpotentiel du MSSM
1
W =1HyY e +1H,Y,p v°+ = v CMpre, (5.6)
2 ———

ou [ est utilisé pour les doublets de leptons d’hélicité gauche, et (e, v°) dénote réspecti-
vement les conjugés des leptons chargés et des neutrinos d’hélicités droites. H,et Hy sont
les champs de Higgs du MSSM avec réspectivement les VEVs v, et v4. On définit aussi
M, =Y, v4, Mp = Y, p v, et Mg qui sont réspectivement les matrices de masses des
leptons chargés, des neutrinos de Dirac, et des neutrinos d’hélicité droite de Majorana.

On peut alors générer des masses légéres aux neutrinos par le mécanisme de seesaw [33]
M, = —MpMz'Mp". (5.7)

Il est a noter qu’il ya un mélange entre les générations dans Mg ainsi que Mp, les angles
de mélange des neutrinos légers vont dépendre ainsi de ces deux mélanges. Dans le cadre
du SM ou le MSSM et ou Mp est une matrice arbitraire, la structure de la matrice de
masse des neutrinos droits de Majorana ne peut pas étre entierement déterminée méme
si la matrice de masse des neutrinos légers M, est complétement connue des expériences.
Comme nous ’avons noté dans la section 2, dans la version minimale du modeéle symé-

trique gauche-droite (notre modeéle) on a
Mp = cM; = ¢ diag(me, m,, m.) (5.8)

ol ¢ ~~ :Z—z Noter qu’ici nous sommes déja sur une base ou la matrice de masse des
leptons chargés est diagonale. Dans le scénario & trois familles de leptons et de quarks,

les relations entre les états propres de saveur (v.,v,,v,) et les états propres de masse
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(v1, Vs, v3) des neutrinos peuvent étre exprimées en termes d’observables

M, = U*M% 9yt (5.9)

ou M9 = diag(my, my, ms3), avec m; sont les masses des neutrinos légers et U est une

matrice (3 x 3) de mélange qui peut étre écrite comme U = Upysng.P. La matrice Uppns

[44] est paramétrisée comme suit

Upmvns

ol ¢;; = cosbj,

Uel Ue? Ue3
Uul Uu2 Uu3
UTI UT2 UT3
C12C13 S12€13 s13e~"°
—S512C23 — C125138236i(S C12C23 — 8125138236“S C13523 (5-10)
512523 — 012813023€i6 —C12823 — 512513023615 C13C23

s;; = sinf;; et ¢ est la phase de Dirac résponsable de la violation de

CP qui apparait dans les oscillations des neutrinos. La matrice P contient deux phases

supplémentaires de Majorana non observables dans les oscillations de neutrino, mais qui

sont importants pour la double désintégration béta sans émission de neutrino [45] ainsi :

e 0 0
P=| 0 ¢f 0 |. (5.11)
0 0 1

En combinant 1’éq. (5.9) avec la formule de seesaw éq. (5.7) et en résolvant pour la
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matrice de masse des neutrinos droits nous trouvons

Mp = M, M; "M, (5.12)
s me (0 1 0 0 me (0
= mlf 0 2 0 |UpunsP’| 0 ™ 0 |Upyys| 0 2
0 0 1 00 m 0 0 1

Ceci nous permet d’établir un lien entre les parameétres et les observables des hautes et
de basses énergies réspectivement.

Nous définissons un petit parameétre d’expansion € comme

e = 1~ 0,059,

m,
en fonction de ce dernier parameétre nous avons donc

m 7
me = aee3m7, —1 = ai13€, (913 = t13€, 923 = -+ t23€. (513)
ms 4

ici a., as, ti3 et to3 sont des paramétres < O(1) avec a, = 1.400. Ces expansions sont
dictées par les données de basses énergies qui supposent un spectre de masse des neutrinos
hiérarchique.

Nous constatons alors que la condition de produire une asymétrie baryonique propor-
tionnée place des contraintes significatives sur les parameétres de mélange des neutrinos.
Spécifiquement, les expansions suivantes

m

=tan’fio+ ape et [B=a+ T + be, (5.14)
o 2

ol on exige que les parameétres ajs et b soient < O(1). Pour avoir une idée sur ceci, nous
notons que le parameétre de 'asymétrie de CP ¢; produit lors de la désintégration de N;
est trop petit, -de l'ordre de e; ~ g ~ 2 x 107% si a;o ou b sont beaucoup plus grand

que 1. C’est parce que les masses des neutrinos lourds seraient fortement hiérarchiques
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dans ce cas, M; : My : My ~ €5 : €2 : 1. Ceci peut étre changé a une hiérarchie faible
My : My : M3 ~ ¢* : €2 : 1 en prenant que tous les éléments du bloc 2 ou 3 de My de
P’éq. (5.12) sont proportionnels a {2¢*” cos? 015 + € sin? 015} et en exigeant que cette
quantité soit de lordre de €, 'éq. (5.14) exprime bien cette condition. Dans ce cas le
parameétre de la violation de CP ¢; ~ % ~ 1075, ce qui peut mener & une asymétrie
baryonique acceptable, comme nous allons le montrer.

Une conséquence immédiate de 1’éq. (5.14) est que la double désintégration béta sans
émission de neutrinos est trés faible dans le modele. La masse effictive appropriée pour

cette désintégration s’avere
mpp = | Z U2my| o [mae®™®e(ayac?y, — 2ibs?,) + masi,e 20| (5.15)
i

Ceci est de l'ordre de mse? ~ 107* eV, ce qui serait difficile de mésurer. Cette amplitude
est petite en raison de ’annulation entre les principales contributions proportionnelles a
my et my (voir éq. (5.14)).

En termes de ces expansions, la matrice de masse des neutrinos droits de Majorana

devient

A11€5 A12€3 A1362
MR = A12€3 A2262 A23€ s (516)
A13€2 Agze Ass

49



ou

M€ a?e* cos 2015

A =
1 cos? 01
M€ a.e? tan 6,
Ap = —
V2
M€ a.e?* tan 61,
A13 =
V2
M e Nav 2 2100 302 1(2a46)
Ay = 5 {a13 — @126 cos® 15 — 21be** sin® 015 + 2e t13tan s}
M, .
Ay = 5 € {a13 + a12€% cos® 01 + 21be** sin? 912}
—21x 2 0
A33 = —MOE 6220{ {t13625 tan 912 + b SiIl2 912 — a1362 + 412 C(;S 12 } . (517)

. 2m2 . ., . . ., L, .
On définit M, = % Cette matrice de masse hiérarchique est diagonalisée par une série

de rotations Uy, Us et Us telles que;

|Mi| 0 0
(KUsUyUy) Mg(KUsU,Uy )T = 0 |My| 0 (5.18)
0 0 [Ms]

ot K = diag(ky, ks, ks) avec k; = e7*%i/2 ¢tant des facteurs de phase qui rendent chacunes
des masses M; réelles, M; = |M;|e®. V = (KUsUyU,)T est la matrice qui diagonalise Mp.

La matrice unitaire U; est donnée par

1 0 —4ise2

Ass
U, = 0 1 0 ) (5.19)
Als 2
A§36 0 1

De méme, U, et Us sont des matrices unitaires avec des entrées off-diagonales données

par
A13A23
A3 <A12 T A )6
(Uz)23 = _A33€ ;o (Us)iz=— s (5.20)

Ass
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les valeures propres de masse sont alors données par

M, = Mok%e5 (2a13age2w‘ sin? 4912)

X (Zt%3€2l(a+6) sin2 912 + (CL12 + b + (CL12 - 2’Lb) COS 2612)a13 COS2 612) -

My, = DMk2ee* (alg(alg + 21b + (a1 — 21b) cos 2015) + 2t%3el(5+o‘) tan? 912)
X (—a13 + b 4+ 62“‘(@12 cos? 015 — 1b cos 2019) + 2€Z5t13 tan «912) -
Mok§6

M; = 5 (0,13 —abe®® — e**(ayy cos? 01y — 1bcos 2015 + 2t13¢® tan 912)) (5.21)

Nous utiliserons ces résultats dans la prochaine section pour déterminer ¢;.

5.4 La Violation de CP et I’Asymétrie Leptonique

Maintenant que nous avons développé le cadre ou se situe notre modéle, nous allons
nous intéressés a I’évaluation du paramétre de I’asymétrie CP e; produit lors de la désin-
tégration du plus léger neutrino de Majorana N;. Cette asymétrie résulte de I'interférence
entre les amplitudes de désintégration au niveau de ’arbre et a une boucle.* Dans une
base ol la matrice My est diagonale et réelle, 'asymétrie dans la désintégration de N;

est donnée par [46]

e i o) [1 (45 40 (35)]
T T Sro? (M M) ];;31 [(M},Mp);;] {f (M; 93 (5.22)

ou f(z) et g(x) représentent respectivement les contributions des corrections du vertex

et de I'energie propre. Pour le cas du modéle standard non-supersymétrique avec des

4On supposera que M; < My < M3, dans ce cas, méme si les neutrinos lourds Ny et N3 produisent
une asymétrie leptonique, elle est habituellement effacé avant méme la désintégration de Ny.
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neutrinos droits, ces fonctions sont données par [46]

1 x
Jaon—susy (z) = vV [—1 +(z+1)In (1 + E)} , Gnon—susy () = [B\/—_l . (5.23)
tandis que dans le cas du MSSM plus des neutrinos droits, sont données par
1 2\/x
fSUSY(x) = \/E In (1 + 5) s gSUsy(l') = :L‘\—/_l . (524)

Ici v est le VEV du doublet de Higgs du SM, v ~ 174 GeV. Dans le cas du MSSM, v
dans 'éq. (5.22) est remplacée par vsin f. Pour la simplicité de 1’évolution numérique
des équations de Boltzmann, nous supposons le scénario du SM ci-aprés. Cependant,
notre résultat devrait étre approximativement valide aussi bien pour le cas du MSSM.?
En supposant un spectre de masse hiérarchique M; < My < M; dans le secteur des
neutrinos droits i.e., (z > 1), qui est réalisable dans notre modele, voir I’éq. (5.16), la

formule de €; est simplifiée & la suivante :

3
16m02(M) Mp)

M,
My

Z Im[(MlT)MDﬁk]

1 =23

g1 = (525)

remarquons que £; dépend des éléments de matrice (1,1), (1,2) et (1,3) de M} Mp. Ces
quantités peuvent étre reliés aux parametres, masses et mixings, des neutrinos légers
mesurables dans les expériences de basses énergies. Dans la base ou Mp est diagonale,

ces éléments sont donnés par

(MhMph = (emr)* (Vi Vi + VanVie® + a2V Vine?)
(MyMp)ia = (em.)® (VarVi + Var Vs + aZVii Vige®)

(MEMp)is = (emq)® (VarVis + Vn Vige® + a2V Vise®) (5.26)

’La fonction f 4+ g dans le MSSM est deux fois plus grande que celle du SM. Cependant, elle est
compensé par le facteur gi* qui apparit dans ng et qui est dans le MSSM la moitier de celle du SM.
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ou V = KU3UU; est la matrice unitaire qui diagonalise Mpy. Un calcul direct donne, en

premier ordre de ¢,

(MLMp)1y = 8a2c®m2et cos? b1y sin’ 015 (a2, + 124 tan? 15
x1/ {8ti‘3 sin 05 + 32@13t%3b cos? 015 sin A5 sin 2(a+ )
+a13 cos® O19[darz(aly — b%) cos 2019 + arz(aly + 4b%)(3 + cos 46;)

+ 16&12t%3 sin2 912 COS 2(0& + 5)}} (527)

(MLMp)2, = 2a2c'mied tan? 0,6 (17 92) g~ 2(20+9) {4(afs — ti;) cos 2015 — 2t15sin 201,
X (2a1361(20‘+5) — (a2 + 2@5)6_26) + 4(@%3 + t%3) + t138in 49126_’5(a12 — 22b)}2
x1/ {[zbe“S — aze ") 4 g oe7 cos® 01y — e cos 2015 + 2153 tan 012)?

X [3@12@13 - 21(113b + 475?36_21(0{4_6) + 4 cos 2612(&12(113 — t%3€_2l(a+§)) +

alg(a,lg —+ 22b) COS 4912]2} (528)
et

(Z\/[z)MD)f3 = 2a§c4mf_e4 sin? f,e " #1=%3) (@13 cos B9 + e "2t o gin 012)*
x1/ {alg cos? 015(a12 — 20b + (ayp + 21b) cos 2015)

+ 212, sin? e~ 29 }2 (5.29)

Ces expressions analytiques ont été vérifiees numériquement. Dans la Figure (5-1) on
a représenté |e1| en fonction de 013 et on a fixé les autres observables. La courbe avec
le trait continu dans la Figure (5-1) et qui correspond a I’évaluation numérique exacte
est conforme & la courbe avec un trait discontinu et qui correspond aux expressions
analytiques.

De la Figure (5-1), il est clair que 63 est constraint par la cosmologie dans notre
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F1G. 5-1 — Paramétre de asymmetrie CP €1 utilisant les résultats analytique (discontinue) et nu-
mérique (continue) comme fonction de I'angle f13 de l'oscillation des neutrinos. Les paramétres fixés
de notre illustration sont a5 = 1, b = 1, ATTL?D =25 x 107°eV?, Amz = 5.54 x 1073 eV?
et {§,a} = {n/4,7/4}. Notre modele exige que |g1| = 1.3 X 1077 pour obtenir une asymétrie
< 0.07, cet

Y

baryonique acceptable. Ce critére est satisfait seulement dans la région ou 0.01 ,S 013

intervalle n’est pas trop sensible aux variations des autres parameétres fixés.

modele. Sie; < 1.3x 1077, Pasymétrie baryonique induite serait trop petite pour expliquer
les observations. Comme on peut le voir de la Figure (5-1), 613 devrait se situer alors dans
I'intervale 0,01 — 0,07 pour qu’on puisse avoir une valeur acceptable de ¢;. Ce résultat
ne change pas beaucoup avec la variation des autres parameétres.

Les processus électrofaible de sphaléron [37] devrait alors convertir I’asymétrie lepto-
nique induite & une asymétrie baryonique. Les rapports de I'asymétrie baryonique Yp et

de I'asymétrie leptonique Y7, par 'entropie sont reliés par la relation [47] :

Y =CYp 1 = vy (5.30)

-1

SNf +4N,
22N, 413N,

du MSSM. Dans I'un ou 'autre cas C' ~ . Dans I'¢q. (5.30), Y = “& avec s = 7.04 n,,.

avec C' = ou Ny = 3 et on a réspectivement N, = 1,2 dans le cas du SM et
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Un intérét considérable dans le but d’obtenir une expression analytique approxima-
tive de l'asymétrie baryonique a été développé dans la litérature [48, 49]. Pour ésti-
mer cette asymeétrie, le facteur de dilution x qui prend en compte les processus de la
désintégration inverse du neutrino droit /N7 et des diffusions qui violent le nombre lep-

toniques et qui peuvent laver ’asymétrie produite doit étre connu. Comme exemple,

ko= (2i1)><10_2(0-01~—ev

mi

1.1£0.1
> a été suggéré dans la réf. [48] pour le quel g ~

0.96 x 10™%en, k a été calculé. Dans notre travail nous résoudrons les équations couplées
de Boltzmann numériquement pour estimer ’asymétrie baryonique sans se rapporter au

facteur de dilution.

5.5 Les Equations de Boltzmann

Dans cette section nous établissons les équations de Boltzmann afin de calculer I’asy-
métrie baryonique 75 produite hors équilibre thermique lors de la désintégration de /V;.
Dans notre modéle les masses des neutrinos droits de Majorana ne sont pas indépendantes
du parametre €, de 'asymétrie CP. Par conséquent une analyse cohérente du modéle est
exigée.

Dans 1'univers primordial, et a la température de 'ordre de la masse de Ny, les
principaux processus thermiques qui rentrent dans la production de ’asymétrie leptonique
sont, la désintégration du neutrino droit le plus léger N,5, sa désintégration inverse (voir
5-2), et les processus violants le nombre leptonique, AL = 1 échange du boson de Higgs
(voir 5-3), plus AL = 2 échange des neutrinos droits lourds de Majorana (r.h.n ) [50] (voir
5-4). La production de asymeétrie leptonique par I'intermédiaire de la désintégration du
r.h.n est un processus hors-équilibre qui est le plus souvent traité d’une maniere efficace
au moyen des équations de Boltzmann (BE).

La premiére BE qui décrit ’évolution de 'abondance du neutrino droit et qui corres-

6Dans notre analyse nous nous limitons au cas ol 'asymétrie est due seulement & la désintégration
du neutrino droit Ny le plus léger.
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H1 H23

F1G. 5-2 — La désintégration du neutrino droit de Majorana N1, et les corrections & une boucle
(energie propre et vertex) qui rentre dans le calcul du parameétre de la violation de CP ¢

F1G. 5-3 — Processus AL = 1, échange du Higgs, ces diagrammes font intervenir les quarks
(top essenticlement) dans les processus de diffussion.

pond & la source de I’asymétrie est donné par’

dYN1 z YN1
=— -1 31
dz Hs(z) (Y]\e,q > <7D1 +751> ’ (5:31)

ol z = % Ici s(2) est la densité d’entropie et oy s, sont les taux d’interactions pour
la désintégration et les contributions AL = 1, réspectivement.

La seconde BE appropriée a I'asymétrie leptonique est donnée par

dYB_L z YN1 YB—L
- — EAER oL 5.32
dz s(2)H (M) [” (Yﬁ" )”w Y, } ’ (5:32)

"Dans cette section on a suivi les notations du premier papier de la Réf. [39] ol le lecteur peut trouver
plus de détails.
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H- "H Heeoo-e- L — ... H T 0
YH== Teq‘:lH —~ LH:) wHt = Teq‘:[l - HH

F1G. 5-4 — Processus AL = 2, échange des neutrinos lourds de Majorana, ces diagrammes sont
aussi appelés "washout".

ol €] est le paramétre de la violation de CP donné par 1'éq. (5.22) et «y,, est le facteur de
lavage qui est responsable de I'atténuation de I’asymétrie produite lors de la désintégra-
tion de Ny, voir au-dessous ’éq. (5.50). Dans les éqgs. (5.31) et (5.32), Y est la densité

de nombre a I’équilibre de particules d’espéeces 7, et de masse m;, donnée par

e 45 Gi m; 2 m;z
Y:(2) = m; <M1) 22K, (Ml) ) (5.33)

ou g; est le degré de liberté interne de la particule (gNi =2, 9, =4). A des températures

beaucoup plus grande que I’échelle électrofaible on a g, ~ 106.75 dans le modeéle standard,
et g, ~ 228.75 dans le MSSM. H, le paramétre de Hubble a 'instant z = 1, et s(z), la

densité d’entropie, sont données par

4m3g, M?

212g, M3
20 - el 34
5 Mp s(2) = =5 ’ (5-34)

H = =

ol Mp = 1.22 x 10" GeV est ’échelle de la masse de Planck. On a aussi défini

¥, = 21 + 492, (5.35)

tj

57



La densité de réaction de la désintégration v, —a la forme suivante :
J

e Kl(z)

(5.36)

ot K,(z) sont les fonctions de Bessel modifier. I'y; du neutrino droit de Majorana N;

est le taux de désintégration total au niveau de ’arbre définit comme

(AN
'y, = —=M, 5.37
N; {1 70 ( )
ou
eq ngmz my

On a utilisé la définition A\ = Mp/v. On définit la densité de réaction ) de n’importe

quel processus de diffusion a + b — ¢ + d par

, ME 1 [ ‘

(@) — 1 = ~ (1)

7T a2 /(JV+) dz 6" (2)Vr K1 (Vaz), (5.39)
Ml

o 6V )(x) sont les sections efficaces réduites des différents processus qui contribuent aux

équations de Boltzmann. Pour les processus AL = 1 impliquants les quarks, nous avons

3 2
o) = 30, Y (WyAay) (x_aj) : (5.40)

a=1 x
61 = 3%; (AnjAas) (x _xaj) [‘Tx__zzj :[ ZZ" + a;:ij”‘ In (m - ‘;J; ah)}  (5.41)
o T 2 2 2
o Tr(i;Au) N 47;':;2, a; = (%) g = (ﬁ) , (5.42)

1 est la coupure infrarouge, que nous mettons égale a 800 GeV dans ’analyse numé-

rique des résultats de notre modele [50, 51]. Pour les processus AL = 2 impliquants les
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neutrinos droits de Majorana, on a

3 3
A= 3 ) (i) A DD D RO () B 643
a=1 j=1 a= 1TL<]] 1
3 3
= 3D () (i) A7 3 D RO A ko) B 54
a=1 j=1 a=1n<j,j=1
ou
1 a; a;x a; T+ a; T+ a;
AW 2% %%y 211 J 5.45
H 27T|:+Dj+2D]2' 1’<+ Dj)n( aj )]’ (5:43)
1 T a; T+ a;
A(2) = —_— J ]. J '4
37 o L—i-aj—i_x—i-?aj n( a; >]’ (5-46)

Nana; |1 1 T a; 2 1 T+ a;

By — V4% 14+ — )1 J 4

n D, "D, T DD, (1+3) ow—a D)\ ) 4D
e () () ()

B _ 1/anaj{ 1 n [(m—l—aj)(x—i-an)}_i_ 2 n (an(x+a]))}(548)

ajan an, — a; (x + ap)

et
3 * *
(z — a;)" + a;¢; 3 (Ao AajAeiAaj)
Dj = v —a; y Cj = a; 6472 . (549)

a=1

Finallement, v, qui traduit la contribution des processus de lavage de I'asymétrie dans

les équations de Boltzmann est

1 Yy, Vb,

_ - 2N (1) 2 _ (1) (2)

’}/W 7 Zl (ZPYDJ + ijﬂﬁytj + 271:]- 8 _'_ 2’7 + 2ny ° (550)
j= J

Ici, mettons l'accent sur ce qu’'on appel le RIS (états réelles intermédiaires) dans les

interactions AL = 2 qui doivent étre soigneusement soustraites pour éviter le double

comptage dans les équations de Boltzmann. Ceci correspond au terme ——'y ~dans I’éq.

(5.50). Pour plus de détaits voir Réfs. [48, 52] et le premier papier de la Réf. [49].
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5.6 Résultats et discussion

Nous sommes maintenant préts a présenter nos résultats numériques. D’abord faisons
plusieurs remarques importantes. Quoique notre modeéle soit supersymétrique, nous avons
considéré dans notre analyse des BE seulement les interactions de particules du SM. Ce
qui est une bonne approximation (voir remarque 4 du bas de page). Les auteurs de la
réf. [51] ont démontrés que les interactions de SUSY ne changent pas d’une maniére
significative 'asymétrie baryonique finale. En outre, nous n’avons pas inclus dans notre
analyse les effets du groupe de renormalisation sur les masses et les couplages dépendants
de I'énergie. Le premier papier de la réf. [49] a étudié ces effets, cet article a également
inclus les effets de la température finie et les processus AL = 1 impliquants les bosons
de jauge du SM, que nous avons aussi ignorés dans notre analyse. Ceci devrait étre une
bonne approximation puisque ces effets sont significatifs seulement dans le régime du

lavage faible et les parameétres de notre modeéle semblent favoriser le régime du lavage

(M, Mp)1

fort avec m; = 7

~ (.1 eV. Les processus de diffusion impliquants les bosons de
jauge du SM ont été également étudiés dans la réf. [52] dans le contexte de la leptogénése
résonnante ot ces effets se sont avérés significatifs.

Notre prochaine étape est de mettre ce modeéle a ’essai et de vérifier ses prédictions.
Afin de calculer la valeur de I'asymétrie baryonique nous procédons & résoudre numérique-
ment les équations de Boltzmann. Nous scanons I’espace des parameétres correspondant a
ai2, b, 'angle d’oscillation 643, la phase de violation de CP § et la phase de Majorana «.

Afin de satisfaire automatiquement les données des oscillations des neutrinos, nous avons

introduit les parameétres de neutrino léger suivantes :

Am2 = 2.5 x 107%eV?, Am?2 = 5.54 x 107eV?, sinf;, = 0.52. (5.51)

En utilisant un spectre hiérarchique, nous voyons que les masses my, mo et ms sont fixes.
D’autre part, nous considérons le mélange maximal dans le secteur 2 — 3 de la matrice de

mélange leptonique, i.e fp3 = 7 +1a3€ avec ty3 étant zéro (t23 ~ O(1) a un impact minimal
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sur 7). La phase § de la violation de CP et la phase o de Majorana sont supposées
variables réspectivement dans les intervalles [0, 27| et [0, 7]. Nous rappelons le lecteur
que la deuxiéme phase de Majorana 3 est liée & o & travers la relation 3 ~ o + 7 + be.
L’angle de mélange 63 changera dans l'intervalle [0,0.2] comme 1’éxige les expériences
de réacteur de neutrino.

Dans la Figure (5-5), pour un ensemble donné de parameétres, nous illustrons les

. . . . vy .

différents taux thermiques moyens de réaction I', = —2 contribuant aux BE comme
Ny

My

fonction de z = T

Tous les taux a I'instant z = 1 réspectent la 3°™¢ condition de Sakharov stipulant que
tous les processus doivent se produire hors de 'équilibre thermique (i.e. 'y < H(z = 1)),
et ainsi 'effet prévu du lavage di aux processus AL = 2 sera petit. Les parameétres
choisis pour cette illustration sont : 6 = 7/2, a = 7/2, a;o = 0.01, b = 0.9, em, =
™y (Z—;) = 135 GeV et 013 = 0.02. L’éq. (5.51) fixe les masses des neutrinos et donne :
my = 0.00271292 eV, my = 0.00688186 eV et ms = 0.0380442 eV. Pour ce choix nous

obtenons | €; |~ 2 x 107". Les masses calculées des r.h.n sont dans ce cas-ci
M, =9 x10° GeV, My =8.7x 10" GeV, Mz =2.6x 10" GeV. (5.52)

La masse du r.h.n le plus léger est conforme avec la limite inférieure dérivée dans la réf.
[49], M; > 2.4 x 10° GeV, pour des masses des neutrinos hiérarchiques et en supposant
qu’on commence par une abondance initiale de N7 nulle (c’est ce que nous avons supposé
dans notre calcul). Cette masse est conforme également & la limite supérieure trouvée
dans la réf. [53] aprés une étude indépendante du modele de 'asymétrie CP, et a la
limite dérivée dans la réf. [48] basée sur 1’évaluation de la production de vg et I’étude du
lavage de ’asymétrie.

La figure (5-6) représente la solution des BE, abondance de N; et l'asymétrie ba-
ryonique, toutes les deux comme fonctions de z pour le méme ensemble de paramétres
mentionnés ci-dessus. L’asymétrie finale baryonique, en termes d’un rapport du nombre

de baryon sur le nombre de photon, est (voir la courbe foncée et pleine dans la figure
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Fic. 5-5 — Différents taux thermiques de réactions moyennes I'x contribuant aux BE normalisées
par le taux de ’expansion de I'univers H(Z = 1). La ligne continue grise représente H(Z)/H(Z = 1),
celle en tiret est pour I'p, / H (Z = 1), la ligne avec des point et des tirets représente les processus
Car—1/H(z = 1) et la courbe rouge représents [ap—o/H(z = 1).

(5-6) pour z > 1)

np ~ 6.03 x 1071, (5.53)

Ce nombre est a lintérieur de la plage d’observation de ’éq. (5.1). Nos deux codes
MATHEMATICA et MAPLE ont été testés de reproduire les résultats du premier papier
de la réf. [39] avant d’étre appliquée a ce modele.

En ce point nous devrions mentionner quelques difficultés potentielles de la désinté-
gration du gravitino dans le modéle.

Si la brisure de la supersymétrie est produite par la supergravité conventionnel, il
est normal de s’attendre & ce que la masse du gravitino soit de l'ordre de 1 TeV. Un
tel gravitino, avec ses interactions supprimées a 1’échelle de Planck, se désintégrerait en

des particules du MSSM avec une durée de vie de 'ordre de 1 seconde. Les produits
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F1G. 5-6 — Evolution de Yy, (solide blue), ij;]l (points-tirets) et I’asymmetrie baryonique 75 (ligne
noire continue) en fonction de z dans le modele. La valure estimé pour 'asymétrie baryonique est

ng=~ 6.03 x 10719, avec ﬁl“: 0 et en supposont qu’il n’ya pas d’asymétrie pré-existante B — L.

de la désintégration intervertirait alors le succes de la nucléosynthése standard du big
bang. Dans un scénario inflationniste, ’exigeance d’étre consistant avec ’abondance des
éléments légers met une limite inférieure sur la température du réchauffement Tx. Pour
une masse du gravitino de 300 GeV a 3 TeV, une limite Tg > 6 x 10 GeV a été posé [54].
Maintenant, la désintégration de N; qui produit ’asymétrie leptonique devrait se produire
aprés le réchauffement, ainsi n’importe quelle asymétrie produite avant le réchauffement
sera diluée par I'inflation. Donc on exige que M; < Tg, qui pour une masse du gravitino
de 300 GeV a 3 TeV est en conflit avec les prévisions de 'éq. (5.52).

Il y a plusieurs maniéres de surmonter ce probléme. i) Dans le scénario de brisure de
SUSY engendrée par une jauge dynamique, le gravitino est la particule de SUSY la plus
légere (LSP) avec une masse de l'ordre de 107* eV — 100 GeV. Pour m; < 100 MeV, il
n’y a aucun probléme cosmologique ou astrophysique. Dans un tel scénario ’axion peut

servir comme matiére noire. i7) Dans le scénario de brisure de SUSY engendrée par les
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anomalies, la masse du gravitino est augmentée par un facteur de boucle comparé aux
masses des squarks et est naturellement de 1’ordre de 100 TeV. Un tel gravitino se dés-
intégrerait avec une durée de vie plus courte sans affecter la nucléosynthése du big bang.
Dans ce cas, le gaugino est un candidat naturel pour la matiére noire. iii) Le gravitino
lui-méme peut étre le LSP et la matiére noire avec une masse de 'ordre de 100 GeV,
dans ce cas il ne se désintégre pas [55]. D’autres solutions qui incluent le changement de
la dynamique du processus méme de la leptogénese font appel a iii) la leptogénése non
thermique [56], (iv) la leptogénése résonnante [52, 57], ou (v) la leptogéneése douce [58].

Les résultats présentés ici sont compatibles avec les trois premiéres solutions.

5.7 Conclusion

Le mécanisme de seesaw est attrayant car il peut expliquer I'origine des petites masses
des neutrinos et en méme temps expliquer I’asymétrie baryonique observée dans I'univers
par la désintégration hors équilibre des neutrinos droits super-lourds. Il peut alors établir
un lien entre le parameétre d’asymétrie baryonique 75 produit & haute température, la
masse des neutrinos et aux parameétres de mélange observables dans les expériences de
basse énergie. Aucune connexion quantitative ne peut étre trouvée entre ces paramétres
dans le cas du SM. Il y a eu plusieurs tentatives dans la littérature [39, 40, 59] d’établir
un rapport entre les deux. Dans cette premiére partie nous avons adressé cette question
dans le contexte d’une classe de modeéles supersymétriques gauche-droite symétriques
minimales.

Dans les modeles que nous étudions la minimalité du secteur de Higgs implique que
M; et Mp (les matrices de masse des leptons chargés et des neutrinos de Dirac) sont
proportionnelles. En conséquence, le secteur de seesaw entier (y compris les neutrinos
droits lourds et les neutrinos légers) a seulement 9 parameétres. C’est le méme nombre
d’observables de neutrino de basse énergie (3 masses, 3 angles de mélanges et 3 phases).

En conséquence nous pouvons lier 'asymétrie baryonique de 'univers aux observables
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de neutrino de basse énergie. Ce dispositif est différent du mécanisme de seesaw du SM
qui a trop de parametres arbitraires. Notre solution numérique des équations couplées de
Boltzmann prouve que ce systéme conditionné par M; « Mp mene a une asymétrie ba-
ryonique acceptable. La condition d’une asymétrie baryonique acceptable limite certaines
observables des neutrinos légeérs. On trouve que tan? 6, ~ my/msy, 0.01 < 613 < 0.07
et f ~ a + m/2 sont nécessaire pour une baryogénése réussit. Les expériences futures

d’oscillation de neutrino peuvent directement sonder la dynamique de 'univers dans son

stage primordial et dire si notre modéle est fiable ou non.

5.8 Le Deuxiéme Modéle : Leptogénése dans le Contexte

du Modé¢le Standard a quatre Générations

Le lagrangien du modeéle que nous considérons est donnée par,

My,

L = Lsy + %Z'@ Vg, — T@?«zﬂ/)m + h.c.) — (AI;aanRﬁb +h.c.), (5.54)

ol 9 g, sont des spineurs a deux composantes qui décrivent les neutrinos d’hélicité droite et
on définit un spineur de Majorana de 4-composantes, N; = 1. +v% . L’indice i varié de 1
ad, et a=e, u,7,0. La composante o de L, correspond au doublet leptonique d’hélicité
gauche qui doit satisfaire les contraintes du LEP sur la largueur de désintégration du
boson de jauge Z [83]. Les A/ sont les couplages de Yukawa et le champ ¢ est le doublet
du boson de Higgs du SM avec la valeur moyenne du vide noté par v.

On travail dans une base ol la matrice M de masse des neutrinos droits est diagonale
et réelle,

M = diaﬂg<M17M2)M3aM4) (555)

on définit la matrice de Dirac mp = \v.
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La matrice de masse des neutrinos gauches légers est donnée par la formule de seesaw,
my, = NTM I\ 0?2 (5.56)

et qui est diagonalisée par la matrice bien connue PMNS [44].
On considére la désintégration hors de I’équilibre thermique du singlet de jauge le
plus léger N;. Le taux de désintégration & l'ordre de ’arbre est donné par

(m " My M,
Ty, = ”M Z »_JgTQJ, (5.57)

ol A = )\ et nous avons défini®

i XKMA . (5.58)

a=1 1

Pour assurer une désintégration hors de 1’équilibre thermique de Nj il est nécessaire que

ﬁ < 1, ou H est le taux d’expansion de I'univers a la température 7' = M;. Cette

condition va imposer une limite supérieure sur la masse usuelle effective /m; [84].
L’asymétrie CP calculée de interférence des diagrames de Feynmann & l'ordre de

I’arbre avec ceux a l'ordre d’une boucle (i.e. corrections : energie propre et vertex) est

. “= &) ATA Zlm TN [f <%z) +g<%)} , (5.59)

8Pour simplifier notre notation, nous écrivons les somme sur o = 1 & 4 pour dénoter les sommes sur
tous les saveurs e, u, 7,0, et les sommes sur @« = 1 & 3 pour dénoter les sommes sur les trois saveurs

AL Aa
les plus légers. Par exemple, m(3c) Zi:l ( M ’)v est le parameétre de masse effective habituel m;
défini dans la littérature pour j =1.
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ou

g(x) = : (5.60)

Dans la référence [72] il a été montré que la limite supérieure de l’asymétrie CP

produite lors de la désintégration du neutrino droit NV le plus léger est

3 M1m4

el & 8t w2

(5.61)

ou my dénote la plus grande valeur propre de la matrice de masse m, des neutrinos
d’hélicité gauche. Due aux contraintes expérimentaux on éxige que my soit > 45 GeV,
ce qui implique que la limite sur €; est non pertinente. En général, il ya des régions dans
I’espace des parameétres dans les quelles 'asymétrie CP produite peut étre trés grande,
ainsi la région permise finale de ’espace des parameétres pourrait inclure des secteurs ou
la contribution des processus de lavage pouvait étre aussi treés grande. Dans la référence
[72] des exemples de texture possible pour la matrice des couplages de Yukawa \” sont
données pour illustrer comment obtenir des masses qui sont consistante avec les data de

basses énergie et une valeur approprié de I'asymétrie de CP de la désintégration de N;.

5.9 Considérations Préliminaires

Dans la référence [79] il a été précisé que pour la leptogénese thermique I'objet ap-
proprié qui devrait étre étudié est la matrice densité p [80]. Pour des temperatures plus
grande que 10'2GeV, la matrice p pour le modele de Fukugita-Yanagida est une matrice
(3 x 3) avec tous ses éléments différent de zéro. Cependant, lorsque la température dimi-
nue et chacunes des différentes interactions définies par un couplage de Yukawa chargé
rentre en équilibre, les éléments off-diagonaux de la matrice densité p vont s’annuler. Dans

notre modele & I’échelle du TeV tout les couplages de Yukawa chargés sont en équilibre
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et ainsi p serait diagonale. Cette matrice est normalisé de la maniere suivante
Trp=> Yy, =Y (Yo, —Yg) . (5.62)
[e%

ol la somme sur les indices « indique la somme sur les saveurs.

Une autre question importante est le rapport entre ’asymétrie leptonique produite
et I’asymétrie induite B — L qui est conservée par les interactions de sphaléron. Une
étude profonde doit étre faite concernant les températures et les interactions en équilibre
qui peuvent changer I’équation qui relie cette asymétrie voir référence [79]. En général,
la procédure utilisée pour cette étude est 1’établissement des équations concernant les
potentiels chimiques et qui refletent qu’elle interaction est en équilibre thermique. Ainsi
les équations de ’équilibre chimique nous permettent d’écrire les densités d’asymétries
en termes d’une certaine asymétrie spécifique, soit Y . Pour le modele de Fukugita-

Yanagida il y aurait alors génériquement une matrice A, (3 x 3) de la forme [79]
YB/3 1, = AapYLy, (5.63)

et les valeurs numériques des éléments de A sont déterminées a partir des équations des
potentiels chimiques. Si toutes les interactions avec les couplages de Yukawa chargés sont
en équilibre, aussi bien que les interactions de sphaléron, 1’équation dans le cas de N

générations se simplifié a,

Yp 4 8§ 1
R A Yy, — 3Y, 64

ou en sommant sur toutes les générations

22N + 13
Yp_r = 5.65
Bt (6N+3)Z Far (5.65)

Dans le scénario standard du modeéle de F'Y avec trois neutrinos RH, ou ’asymétrie
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se produit & une certaine échelle (grande) pour laquelle pas tous les couplages chargés
de Yukawa sont en équilibre, dans ce cas on devrait utiliser ’éq. (5.63) pour relier les
asymétries. Ce qui est habituellement étudié dans le systéme des équations couplées de
Boltzmann est '’équation Y, = )" Y}, voir ci-dessous notre discussion sur ce point, et
ainsi alors l'asymétrie B — L est calculée a partir de 1’éq. (5.65). De notre discussion
précédente nous voyons qu’il n’est pas tout a fait correct de procéder de cette maniére a
moins que quelques approximations soient faites sur les différents Y7 .

Pour notre modele & I’échelle du TeV?, tous les couplages chargés de Yukawa sont en
équilibre, alors il serait correcte d’utiliser les équations (5.64) et (5.65). Un autre avantage
qu’offre notre modeéle est que le couplage de Yukawa du neutrino d’hélicité gauche lourd
est de l'ordre de 1, cela nous assure que les masses de la quatriéme génération de leptons
soient assez grandes, et ainsi obtenir une augmentation considérable de la valeur de
lasymétrie CP produite dans le modeéle. Cependant, 'interaction de diffusion qui est
associée au couplage de Yukawa du neutrino gauche lourd serait aussi en équilibre dans
notre modele. Cela changerait les équations d’équilibre des potentiels chimiques de tel

sorte que la relation entre B — L (B) et L est modifiée a :

13 8(13—3N) 22N + 13
Ypor = —[—4222 21 Y, =— (== Y. (5.66
Bt (3 +3(12N—2))Q§T La (6]\/—1 )MZ,” Lo (5:66)
(8N +4)
Vg = —(— L Y,
B <(14N+25) a;T Lo

Ainsi, comme il a été estimée dans la référence [72] il n'y a aucune asymétrie nette
produite dans le secteur leptonique gauche lourd. En conséquence, nous pouvons poser
Yy, égale a zéro et faire les supositions habituelles pour Y7 en construisant I’équation
de Boltzmann pour Y7, et a la fin nous employons I’équation (5.66) pour relier ’asymétrie
leptonique produite a ’asymétrie finale B — L. Dorénavant, Y; dénotera la somme sur

I'indice o des asymétries des trois saveurs leptoniques légéres seulement.

9Dans ce modéle, nous dénotons par o la saveur de la quatriéme génération leptonique.
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Dans la référence [70] l'effet du groupe de renormalisation (RG) sur les masses et
les couplages était inclu. En particulier, en considérant les valeurs de ces couplages a
haute énergie, énergie a laquelle ’asymétrie leptonique est produite, les diagrammes
AL = 1 proportionnels aux couplages de jauge peuvent devenir importants comparés &
ceux proportionnels au couplage de Yukawa du quark top. Dans notre modéle a 1’échelle
du TeV, nous avons vérifié que cet effet est trés petit et donc nous n’inclurons pas les
effets du RG dans notre analyse.

En outre, dans la réf. [70] les effets de la température ont été inclus dans le calcul, il a
été précisé que numériquement ces effets sont particulierement appropriés en corrigeant
le propagateur du champ scalaire de Higgs. Nous inclurons seulement cette correction
thermique dans notre calcul.

Un autre point important qui devrait étre mentionné, et qui est crucial pour notre
modele, est le fait que la température réelle de désintégration a laquelle 'asymeétrie lep-
tonique est produite est juste au-dessus de ’échelle électrofaible ; ainsi on doit faire at-
tention et vérifier que pour notre choix des paramétres les interactions de sphaléron sont
toujours en équilibre. Bien que, dans le SM il n’y a aucune transition de phase du pre-
mier ordre, ceci reste valable pour notre modéle & quatre générations, les interactions
de sphaléron sont translatées pour les températures au-dessous de ~ 100 GeV [81]. Le
calcul détaillé des équations des équilibres chimiques dans la région prés de la transition

de phase électrofaible a été élaboré dans [82].

5.10 Intégration des Equations de Boltzmann

On définit la densité de réaction v de n’importe quel processus de diffusion a +b —

¢+ d par

) M4 1 0o ‘
G — 1+ ()
7T bant 2 /(1\4a-|—12b1b)2 dr 6\ (x)ve Ky (Vaz),

My
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ot Y () sont les sections efficaces réduites des différents processus qui contribuent aux

équations de Boltzmann. Pour les processus AL = 1 impliquant les quarks, nous avons

. r — Qa; 2 77%<4G)M1 €T — Qs 2

o1 = B0 Y (AAay) < - J) = 3au—"— < - ]> : (5.67)
a=1

~(2) 4 . r—a;\ |x—2a; +2a, a; — 2a, T —aj;+ay

o = 3wy (Njdeg) + In

’ a=1 ’ x T —aj+ap T — aj ap
~ (4G
_ 3g mg, )Ml T —aj :L'—2aj+2ah+aj—2ahln T —a;+ap (5:68)
o xr T —aj+ap T — a; ap, T

ou

Tr(A A, 2 M\ 2
Oy = 7”( U ) ~ my ’ ij — 7 , ap = i ,
4 42 M, M,

1 est la coupure infrarouge, que nous prenons égale a 800 GeV due a des considérations

phénoménologiques'®. Nous avons ainsi,
ysj = 278) + 4755).

Pour les processus AL = 2 impliquant les neutrinos droits de Majorana, et qui sont

résponsable d’une partie du "washout” de 'asymétrie créé, on a

4 3 4 4 3
oy = Y3 (AAag) (Aghes) ASY + Z > Z Re (N hag) (Nsnhsy) B (5.69)
a=1 =1 j=1 a=1 g=1 n:
4 3 4 ]4
60 = 3 DTS () (Aae) AD + Z Z S Re(Mhaj) (Nsuay) B (5.70)
a=1 =1 j=1 a=1 p=1 n<]

]7

10800 GeV est la valeur qui marque la limite supérieure de la validité de la théorie de perturbation,
et dénote aussi la masse maximale que le Higgs du modeéle standard et SUSY peut avoir.
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ou

1 a; T+ a; T+ a;
AL 2 g _J — (1 711 J 2.71
JJ 27’(’ + D 2D2 xr + Dj 1 aj ’ ( )
1 . .
AR = L % (TG (5.72)
7 21 | x + a; a: + 2a; a;

Janai |1 1 T a; 2 1 T+ a;
B(l-) _ J 144 B | J
" or |D, D, DD, ( * x) W —a; "
an 2 1 T+ ay
14— —— 1 5.73
+ ( +x>(aj—an Dj)n( an, )}’ ( )

5 m{ 1 ln[(x+aj)(m+an)]+an2 (@é($+aj))}’ (5.74)

" 2m T+ a, + a; a;ay,

4 3 * *
D — (= a;)* + a;¢; o= “'Z Z (AsjAai A5 8i)
! T —aj ’ el 64> ’

alors on a
4

1 YNj Yo
— - N5 (1) (2) _ 1) (2)
Z (ZPYDJ + Y;ﬂﬁytj + 271:]- 8 ) _'_27 +2ny .
= J

j=1

En ce point plusieurs commentaires importants s’imposent. Tout d’abord, notons
que dans les équations (5.57), (5.40) et (5.41), nous avons sommé sur tout les états
{,. Cependant, dans les équations (5.69) et (5.70) les termes aux quels correspondent
B =4, (c’est a dire la saveur o, voir la figure 5-7), ne contribuent pas a I’équation (5.32)
parce qu’elles sont multipliés par Y7, = 0. En effet, il a été mentionné avant, que les
processus impliquant en méme temps dans 1’état initial et final seulement cette saveur
sont en équilibre thermique, et ainsi alors il n’y a aucune asymétrie créé pour cette saveur.
Deuxiémement, comme dans le modéle de F'Y, on peut paramétriser n, et v s, par M,
et mg“G) (voir égs. (5.57), (5.40), (5.41)). Troisiémement, les processus AL = 2 peuvent
étre divisés et traités dans deux régimes séparés.

La contribution pour une température variant de z = 1 & z ~ 10, 1°" régime, est

proportionelle a §4G)m§30) au lieu de ;. Pour les température (z >> 1), 2°™¢ régime,
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Ealts)

F1G. 5-7 — Les canaux s et t des diagrammes AL = 2 (échange des Neutrinos de Majorana).

la contribution dominante au premier ordre serait proportionnelle & m? = tr(mim,), si
la sommation sur 'indice 5 est de 1 a 4. Enfin, la méme remarque concernant le RIS
(états réelles intermédiaires) s’impose ici aussi pour les interactions AL = 2, qui doivent
étre soigneusement soustraites pour éviter le double comptage dans les équations de

Boltzmann. Ceci correspond au terme —%’yD_ dans I'éq. (5.50).
J

5.11 Results et Conclusions

5.11.1 Constraintes sur la 4°"¢ génération

Notre modeéle consiste a I’addition au contenu de particules du modeéle standard d’un
4¢me doublet de leptons et de quarks (dans le but d’éliminer les anomalies), et quatre sin-
glets de neutrinos d’hélicité droite. Les masses et les couplages des singlets sont contraints
les données des expériences : solaire, atmosphérique, WMAP, et la bonne valeur de 1’asy-
métrie CP, €;. Pour ce qui concerne la quatriéme génération des leptons et des quarks,
la contrainte directe est qu’elle doit étre plus lourde que % Il existe des contraintes
plus fortes que % venant des testes de précision électrofaible : par exemple, la limite
inférieure du LEP II sur la masse du lepton chargé o est approximativement 80 GeV

[86]. 11 est bien connu, que la valeur centrale de la masse du Higgs du SM est inférieure

a la limite inférieure de la mesure directe du LEP II [87] et l'existence d’une quatriéme
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génération est une solution possible d’augmenter la masse du Higgs [88, 89, 90]. La forme
de la courbe de la désintégration du Z en prenant quatre génération a été intensivement
étudiée dans par exemple la réf. [91] ot nous pouvons voir que le quatriéme neutrino
gauche est exclu & 95% CL si sa masse est inférieure & 46.7 + 0.2 GeV. Dans notre ana-
lyse les masses des neutrinos gauches sont toujours contraintes a satisfaire les données
(solaire + atmosphérique+ WMAP) aussi bien que cette derniére limite pour le 4¢m¢
neutrino gauche. Il existe d’autres contraintes sur la quatriéme génération (les éléments
de la matrice de CKM généralisés, les paramétres opliques etc.) qui peuvent étre trouver
dans la réf. [83] et dans la réf. [92], ou des expériences du Tevatron et futures au LHC

sont largement discutées.

5.11.2 Solutions Numeriques des BE

Dans la figure 5-8, on présente pour un ensemble choisi de parameétres les différents

taux de réactions moyenné contribuant aux BE comme fonction de z = % :

P, = X=D, S AL=2.

an

Il est clair de cette figure que pour cet ensemble de parametres, et il est vrai pour une
large plage de ’espace des parametres, que tous les taux de réaction a z = 1 respectent
la 3°"¢ condition de Sakharov (i.e. [x < H(z = 1)), et ainsi l'effet du lavage due aux
interactions AL = 2 est prévu étre petit. Les parameétres choisis pour cette illustration
sont : M; = 450 GeV, My = 2x10% GeV, M3 = 10° GeV, My = 605 GeV, ¢; ~ 4.2x 1076,
PP =2.7x 1075 eV et m{*) = 3.6 x 107 eV.

La figure 5-9 représente la solution des BE, abondance et asymétrie B — L , en fonction
de 2. La valeur de 'asymétrie baryonique générée est ng ~ 6 x 1071%. En Appliquant le
mécanisme de seesaw & notre modeéle pour ce choix de parameétres, on obtient un neutrino
d’hélicité gauche lourd avec une masse plus grande que 48 GeV, qui est compatible avec

les contraintes sur la 4°™¢ génération (voir section 5.11.1) et les trois neutrinos légers de
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masses allant de l’ordre de 107! eV & quelques 1077 eV.

Dans cette partie de notre travail, on a présenté les solutions des équations de Boltz-
mann couplées d’un modele de leptogénése thermique a 1’échelle du TeV. On a soigneu-
sement étudié effet des interactions faisant intervenir la 4°™¢ génération de leptons et
on a écrit d'une facon consistante les BE qui contribuent & ’asymétrie baryonique finale
avec le facteur de conversion approprié de I'asymétrie leptonique a celle baryonique. Nos
résultats montrent que dans cette extension simple du modéle standard, il est possible

de produire le taux observé de 'asymétrie baryonique de I'univers d’une fagon générique.
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F1G. 5-9 — Abondance Yy, et I'asymétrie baryonique Yp_ 1, pour le modéle & quatre générations.
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ANNEXE A

, . q
Les états vectoriels physiques possibles sont : o' , |0) ,a’, |0),a", H &I_Su |0), a’, H als,

>7

q
tI1a%, [0y et of tHa_u |0) avec t, u et ¢ € N*. Pour les états |¢) de la forme

s=1 5= phys
©,10) et @, |0) et on 1mposant
M? 9) s = 0 (A-1)
et
N W phys — N + Zznama W} phys (A'Q)
p=1la=1
on obtient .
>SS (e iR =2 a9
4R? o
p=1a=1
et .
33 = &
p=1la=1

ou n est le nombre de compactifications sur les tores (les signes + et — sont respectivement
pour les cas a’ , |0) et &', |0)). Cela implique que t = 1 et R = (2)~'/2 et un des n, et
me sont égales & £1 (Pour les autres, n, = mg si a#/3). Ainsi, les 42%7"5 états peuvent
étre écrits comme suit : )

11,0,...,0;1,0,...,0),|0,1,0, ...,0;0, 1,0, ...,0) , ...,

|—-1,0,...,0;—1,0, ...,0),|0, =1,0, ..., 0; 0, =1, 0...., 0)

11,0,...,0;—1,0,...,0),0, 1,0, ...,0;0, —1,0, ..., 0}, ...,
et

1—1,0,...,0; 1,0, ...,0),]0, —1,0, ..., 0;0, 1,0, ..., 0),...,

Il est important de mentionner que les états de la forme :

q q
&i_tH&I_SuS |0) et o/_tHo/_sus 0)
s=1

s=1
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vérifiant les éq.(A-1) et (A-2) sont équivalent respectivement aux états o , [0) et &, |0).

. . g
Pour les états de la forme o', [[a”, [0), a",[[a’,. |0), les conditions (A-2) et (A-3)
s=1

s=1
menent a :
n Tp m2
2— (t+up 4 ug+ ... +uy) = ZZ(@ +n2R?)
p=1a=1 Q@
et .
ZZnama =t— (ug +ug + ... +uy)
p=1la=1

ce qui implique que n, = my, = 0 (o = 1,7). Ainsi, le nombre des états physiques est

2> r, =44.
p=1
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ANNEXE B

Le nombre des états vectoriels sans masses de la forme o, |0) , &', |0) avec t € N

peut étre déterminé par la résolution des équations

n Tp m2
Mme =0 DD g =2
=la=1 ¢
. p=lo= L, (B-1)
Me =0 DD g =2
p=la=1""°
Notons que dans les deux cas la solution est la méme. En prenant R, = R (Va = 1,7;p =
1,n) on obtient :
n Tp n Tp
S S a3 S b2
p=1la=1 p=1la=1

Maintenant, il est évident que si &2 n’est pas un nombre entier ou demi-entier, les équa-
tions (B-1) et (B-2) n’ont aucunes solutions. Dans ce qui suit s dénote le nombre de m,,

non nul. Comme exemple, si R = (2)%2, I'équation (B-3) devient

n Tp

>N mE =16

p=1la=1

qui peut étre écrit comme :
a)l+14+14+14+14+14+14+14+1+14+1+14+1+14+1+1=16
bd+1+1+1+1+1+1+14+14+14+14+1+1=16
c)d+4+1+1414+1+14+1414+1=16
d)d+4+4+1+1+14+1=16

e)d+4+4+4=16

f)9+14+14+1+1+14+14+1=16

g9+4+1+1+1=16

Dans ce cas, les valeurs de s sont respectivement 16, 13,10, 7,4, 8, 5.
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Maintenant, si R =1 (le cas qui nous interesse) on obtient :

2D e =2

p=1la=1
ce qui implique que |m,| = 1. Ainsi, la dégénérescence s de m,, est égal a 2. Et ainsi donc le
nombre 2 de tout les états physiques possibles de la forme [11,1,0, ...,0), |11,0,1,...,0) ,...etc

est
n

1 rp!
Q= §;Tp(7”p —1)= Zm (B-3)

p=1
Maintenant, en tenant compte des valeurs positives et négatives de m,, revient & multiplier

le résultat par 22. Par conséquent, le nombre, d’états €, est

“ 7!
Qpor = » 22— B-4
0= 2(r, — 2)! (B-4)
p=1

Alors, il est clair que pour un s donné, I’éq. (B-4) peut étre généralisée a

n

Qyor = ZQSP !

tp
p=1 (rp - Sp)! I1 Q4!
q=1

ol @, (resp.s, ) est la dégénérescence du ¢®™ nombre quantique (resp. le nombre de

nombre quantique m, non nul), le ¢, est le nombre de nombres quantique non iden-

. i3 . . ! ,
tiques aux s pour la p*™¢ compactification. Le facteur % représente le nombre de

p—5p)!

réarrangements de 7, par s, nombre c.-a-d.
Sp __ ' S
Arg = sp.C'T;’

Cependant, s’il y a quelques nombres quantiques non nul identiques, On doit divisé par le
tp
facteur []@Q,!. Noter que le facteur 2°7, vient du fait que le m, peut prendre des valeurs

q=1
positives et négatives.
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Abstract
Successive toroidal compactifications of a closed bosonic string are studied and
some Lie groups solutions are derived.

1. Introduction

Our present understanding of the observed fundamental interactions is encompassed,
on the one hand, for the strong, weak and electromagnetic interactions by the standard
mode and, on the other hand for, the gravitational interaction by Einstein’s classical
theory of general relativity which, however, can not be consistently quantized.

Although the success of some of the unified grauge theories (based on the point-
like quantum fields concept), there are too many arbitrary parameters and some of
the outstanding problems like the Higgs, spontaneous symmetry breaking mechanism,
Kobayachi-Maskawa matrix etc... are still unsolved.

The discovery in the summer of 1984 by Green and Schwarz [1] of the unique anomaly
free open superstring has once again spurred an enormous interest in string theories as
candidates for unified quartum theories of all interactions and matter.

As opposed to point-like particles in ordinary field theories, the fundamental con-
stituents of string theories are 1-dimensional objects. A single classical relativistic string

*This work is supported by the Algerian Ministry of Education and ressearch under contract
D2501/01/17/93
fPermanent address.
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can vibrate in an infinite set of normal modes, which, when quantized correspond to an
infinite set of states with arbitrary high masses and spins.

These theories can be consistently quantized for one specific dimension of space-time
only. This critical dimension is 26 for the bosonic string (open or closed) and 10 for the
superstring [2], [3]. However, to keep contact with the real world, the extra space-time
dimensions have to be compactified. It turns out that there are too many ways to do
such a procedure and consequently, the four-dimensional low energy physics is not unique
[4]-[12]. Thus, there is still no clear answer to the important problem of compactification
and how constact can be made with a realistic phenomenology.

In this paper, and as a toy model, we consider a closed bosonic string and study the
effect of successive toroidal compactifications.

In section 2, we present general solutions resulted from various types of an even
dimensional tori compactifications. In section 3, we display our results and draw our
conclusions.

2. Formalism

The Nambu-Goto action of a closed bosonic string is given by [2], [3];

1 N2 _ s2 02
S = ~5— /drda[(x.x) — .2 (1)
with :
zu(0+7r77_) :;L'“(O-’ T)a (2)

and o, 7 are the dimensionless world-sheet parameters. Here ¢’ is the string scale and x'#
(resp. &*) means % (resp. %). The general solution of the equation of motion (in the
orthonormal gauge)

A U | (3)

which satisfies the boundary condition (2) is :

) 1
(o, 7) = ¢" + o'p" + % Z E[aﬁ exp —2in(t — o) + & exp —2in(t + o)},  (4)
n=0

where ¢" and p" are the string center of mass coordinates and the momentum, respec-
tively.

After quantization, the critical dimension is fixed to D = 26 and the physical states
[¢)) phys are subject to the Virasoro conditions:

Ln|w>phys = En|w>phys n>1 (5)
(Lo = Lo)[4)phys = 0
(LO + Z/O - a(o))|w>phys =0,
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where the Virosoro generators L,, and L,, are given by:

1
L, = o m;m Qi (6)
+oo
1 - ~
Ln = 4_0_, L Op—mQm

(here o(0) = 2). To get the mass spectrum, one has to apply the following mass operator
M2
M? = 4[N + N — a(0)] (7)

on the physical states [1))phys (We have taken 5 = 1) with:

N|w>phys = N|w>physa

where

—+oo
N = Z at o, (8)

m=—0o0

—+oo

- -
N = E al Oy,

m=—o00
Now, our compactification program consists of starting from the critical dimension D = 26

and then truncating the extra dimensions successively through a various number of tori
compactifications.

We remained the reader that an r-dimensional torus 77 is defined as the set R/T,
where I' is an r-dimensional lattice generated by a basis {&5,a = 1,_7)"} One can be also
define a dual lattice I'* as

I'“={F e R"/v¥ €T, 3 -7 is an integer} (9)

with a dual basis e, a = 1,7} such that
7t = 6. (10)
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1. Method N =1

The first method consists of taking the left and right movers modes as mixed. Thus,
the compactified coordinates x can be written as:

. . o 1 _
(o, 7) =¢ +ap’ + % Z E[a% exp —2in(1T — o) + &, exp —2in(T + o). (11)
n=0

For the compactified coordinates zf(I = 1,—71) on an r-dimensional torus, one has to
identify the points under the translation by 27 R, in the &g direction. Thus:

o~ +—Zna- o el (neZ) (12)

where 7 (resp. R,) is the torus dimension (resp. radius in the « direction) and therefore
one can write:

) 1
(o, 7) = ¢ +a'pf + 205 + % Z E[afl exp —2in(1 — o) + &l exp —2in(r + o)  (13)
n=0

with:

(ma € Z) (14)

W

and ¢ are the winding numbers which have the following expression:

Ra=1 IIeall

ZmﬁRﬁ eall 15)

“ ”

Now, after compactification, the mass operator M takes the form:

M2 N—i—N—QZZ +07) (16)

k=1I=1

(here 7y, is the dimension of the k' torus (3.7_, r, = 22)). With:

p=1

NW} phys — N+ ZZEI I W} phys; (17)

k=1I=1

where

66



MEBARKI, TALEB, AISSAOUI, BELALOUI HAOUCHINE

3
el

I
m~m

=2
I

P I
NE
g
\Q°“
3
Q

. -
+

§ M
NIE
g
\Q"‘
Q

k=1I=1 k=11=1
n Tk n Tk
N = &l ek, + al,.al
- —-m-m —m-m"
m=1k=11=1 m=1k=1I1=1

With a self dual lattice and orthonormal basis, eqs (16) and (17) become:

M? = (N +ZZ+—+4n R?) (19)
k=11=1

n
N|’Lﬁ phys Z NaMe |¢ phys-

k=1I=1

It is to be noted that one can characterize the quartum physical states |¢)pnys by the
quantum numbers n, and m,. Now, it is easy to show, that for R, = %(Va =1,rpp=

1,n), the number of the vectorial physical massless states and the quantum numbers n,,
and m,, is (see APPENDIX A):

Q=4) (r7+11) (20)
p=1
and
n
D=2) r, =44, (21)
=1

respectively. However, for at least one R, = %, the number of the physical vectorial
massless states becomes 44.

2.2. Method N =2

In this method the left and the right movers of the closed string 2! (0—7) and 2! (0+7),
respectively, are treated independently. In this case, the compactified coordinates can be
written as:

) 1
d(o—1)=q +p(r—0)+ =3 —alexp—2in(r - o) (22)
2 —n

1
al exp —2in(r + o),

n

I o~ ~] i
v (o+7)=q +p (T+U)+§Z

n=0
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where the string center of mass momentum p’ and p’ are given on the dual lattice I'* by:

r
ma e[*

I
p =
~ Ra ||€a||

(Mmama € Z) (23)

:U‘S‘

Y-S

el

It is to be noted that in this case, the winding numbers ¢/ and /T are related to the
momenta p’ and ! by the relations:

gl — 7%27[

o= 1pl.

(24)

This means that the lattice I' and its dual I'* have a non zero intersection. Now, the
mass shell condition (16) leads to the relation

M2 —2(N+N — 4+ZZ

k=1 B,a=1

R Rﬁ mamg + ﬁlaﬁlﬁ)]. (25)

where g7, 5 is the dual lattice metric. Moreover, the Varisoro condition (2—5—10) implies
that:

*

N+ Z Z R Rﬁmam6)¢)>phys: N+ Z Z ;—Rmamﬁ |¢>;Dhys (26)

klﬁ, klﬁ,

It is important to mention that, if R, = the massless vectorial states belong to the

\/57
adjoint representation of the tensorial product G ® G, where G is the simply laced Lie
group of rank r = 22 and with a Cartan matrix g,3. Now, if the lattice I' is even and
integer, i.e.

VB,7el — 3 - 7 is an integer;
vy el — ? is integer and even;

the momenta p! and p! are identified with the weight vectors of the Lie group G. Now, if
we characterize the vectorial physical states by the quartum numbers m,, and m,, we can
show that for R2 = R? = an integer or half integer the number 2 of these independent
states is [see APPENDIX Bj

25p+1

f =dd+ Z p)Q11Q2! . .. Q! @7)

(n is the number of successive compactifications) where, for the p*" compactification,
rp,Sp and @y, are the dimension of the compactified space, the number of the non zero
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quantum numbers (m, and n,) and the degeneracy of the tfgh quantum number respec-
tively. However, if at least one of the R is not an integer of half an integer, the number,
of the physical states becomes Qf, = 44.

3. Results and Conclusions

To get an idea and keep our results transparent, we have considered compactifications
on an even dimensional tori. Tables 1 and 2 display various types of compactifications and
the rank and order of the resulted Lie groups with both methods 1 and 2 with R = %
and 1, respectively. It is important to notice that the results depend on:

Table 1. Display the rank and order of the Lie groups coming from various types of Tori

compactifications with the use of the first method and R = %

Type of compactification | rank | order
T22 44 | 234212
T2 0 T 44 | 174882
T e T™ 44 | 223644
TS ®T1° 44 | 123868
TS TH 44 | 42172
TIO g 112 44 129116
T?°T? T8 44 | 115046
T2QTYTR T 44 | 79758
T2 T TH 44 | 47806
T2 T3 T 44 129630
T2 TOxT!0 44 | 23742
TITTeTH 44 | 46998
TP TS @ T2 44 | 23254
T T8 T 44 115254
T T6 @ T10 44 | 15126
TOQT3® T8 44 | 12758
2T e Ti T2 44 | 29408
T’@T TS T 44 | 12512
T’T* T8 T8 44 | 12832
T2QT?2@T2gQ T 44 189110
T?T?2 T T2 44 | 54640
T?T?T° T 44 | 32112
T?°T?° T8 T 44 | 21400
T?T°2T® T8 44 111698
T'TTe T T 44 116820
TRT T T3 44 | 11124
T RTS®T®TC 44 | 7732
T?RT?T?T?x T 44 | 64602
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Table 1. Continue

Type of compactification rank | order
T?RT?QT? T QT2 44 | 38898
T°RT?T?2 T T10 44 | 23898
T’RT?’RT?’°QT3® T8 44 | 19074
T°RT?T*T*e T10 44 | 21706
T’RT?’T*@ TS T8 44 113970
T?T?’T° T T° 44 | 11066
T’T*T*T*®T® 44 112530
T2T*T*Tx TS 44 | 9674

T'QTrRT T T° 44 | 8250

T?T2 T2 T2 T2 ® T2 44 | 45424
T?RT2RT?T?T* T10 44 | 26866
T?RT?’T?’T? T T8 44 | 18034
T?RQT2RT?2T*T* T8 44 | 24612
T?°RT?’T?’T* T ®T° 44 |612916
T°RQT2T*T*T* T8 44 | 15990
T?TeT*eT*eT* T 44 | 9464

T2RQT2RT?2T?>?T?* T2 T 44 | 30662
T?PT?RT?’RT?RT? T T° 44 | 18590
T2RQT2RT?2T?T*T*e T° 44 | 12598
T?PT?T?T T T e TF 44 110510
T2RQT?2RT?2T?*T?2T?>T2 T8 44 | 25910
T?’RT?’T?’RT?’RT?’RT?T*®T° 44 |19616
T2RT?2RT?2T?*T?2T* T e T? 44 | 16458
T2RT?QT?RT?’QT?RT?QT? T2 QT 44 | 23976
T2RT?T?*RT?T?T?*T? T e T 44 | 21848
T’RT’RT?°RT?RT?RT?T?T?T? T | 44 28530
T’?RT?T?’QT?T?°RT?’RT?T°T?>®T? | 44 | 36180

a) The choice of the method:

In fact, it is clear from tables 1 and 2 that for the same type of compactification, the
resulted Lie groups obtained with the first method are totally different from the second
one. For example, a compactification on 722 gives with the first method, the folowing
possible Lie groups : SO(5)®@S50(60)0U (12); SO(58)®S0(22)®@U (4); SO(14)®S0(14)®
SO(61); SO(56) @ SO(5) ® SO(29); SO(63)@U(8) @ U(5); SO(44) ® SO(44); SO(58) ®
SO(16) ® E7. However with the second method one gets: SO(51) ® SO(36) ® U(1);
SO(36) ® SO(3) ® SO(51); SO(45) ® SO(45). As a second example, the ten successive
tori compactifications T2 @ T? @ T? @ T? @ T? @ T? @ T? @ T? @ T? ® T* lead to no
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solutions for the first method and SO(11) ® SO(58) ® U(12); SO(47) @ SO(40) @ U(1);
SO(57)®S0(24)®@U(4); SO(59)® SU(3)®S0(14); SO(3)®S0O(37)®S0(51); SO(58) ®
SO(11) ® U(5); SO(48) ® SO(36) ® G2; SO(58) ® SU(5) ® U(11) for the second one.

Table 2. The same as Table 1 but with the use of the second method and R =1

Type of compactification | rank | order
T22 44 | 9624428
T? @ T%0 44 | 6168104
T T 44 16154058
T6 @ T16 44 | 1405082
TS T™ 44 | 568380
TI0 @ 712 44 | 243836
T’°QT?>T™H 44 | 3841396
T°T*e T 44 | 1821254
T’°T@T™ 44 | 656222
T>?@ T8 T 44 | 317942
T2 T g T 44 1189190
T*eT*eTH 44 | 782618
T*@ TS @ T 44 1305290
T* T8 T 44 | 122554
TS T8 @T™ 44 1111282
TS@T®eT® 44 | 127674
T?TY*e T e T12 44 | 425734
T?’T* T xT™ 44 |161392
T’T T3 T8 44 191560
T°T?®T?x T 44 | 1283546
T’RT*’T*eTH 44 11041106
T°T?®T 2T 44 | 426592
T2QT?2T3 T 44 | 186860
T°T° T T® 44 166458
Tr@Tre T e T 44 1156310
T*RT*@T T8 44 160072
T*@TS TS T° 44 137170
T2RT2QT?2QT2QTH 44 11356836
T?2QT?RT2Tr® T2 44 | 572866
T2QT?2RT?2 T T 44 | 228514
T’?T’T? T8 T8 44 | 134170
T’RT?@T T T 44 | 224942
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Table 2. Continue

Type of compactification rank | order
T°T?’T* T T8 44 | 93598
T°T?’TTC®T° 44 | 51502

T°T*T* T T8 44 | 84654
T2T*T*eTxT° 44 | 9674

T'T*T* T *T° 44 | 33934
T2RT?’RT?’RT?’°T? T 44 | 790064
T°T?°T?T?°T*eT0 44 | 313838
T’RT?’T?’°QT? T T8 44 170800
T°T?°T?T* T e T8 44 | 153804
T2RT?RT?’T* T T° 44 | 76606
T2T?RT*T*T* T° 44 | 6226

T?°T*T*T* T T 44 49194
T2T?RT?’RT?’°T?°T? TN 44 | 430974
T?RT?’T?’T?°T?’T* T8 44 | 178496
T’T?’RT?’eT?*T* 0T e T° 44 189848
T?T?’T?T*T*eT* e T? 44 | 68048
T’RT?’T?’RT?’T?RT?T?®T° 44 | 253958
T?RT?’T?T?°T?’°T?*T TP 44 | 130820
T’RT?’RT?’RT?’RT?’RT T e T* 44 197954
T?RT?°T?’RT?T?°T?*T?°T?® T° 44 | 187536
T?RT?’QT?’RT’T?’RI?2T? T T T? 44 141310
T?°RT?°T?’RT?T?°T?’T?°T?°T?T* | 44 | 198350
T?RT?’RT?’RT?’RT?’@T?’RT?T?T?T? | 44 | 277918

b) Type and number of compactifications:

Each type and number of successive compactifications gives different results. In fact,
the type T? ® T?° (for eample) leads to the following Lie groups: SO(12) ® SO(28) ®
S0(48); SO(38) ® SO(42) ® U(4); SO(8) ® SO(33) ® SO(49); SO(55) @ U(2) ® U(15);
S0(48) ® SO(28) ® E6; SO(48) ® SO(26) ® ET; However, the type T? ® T? @ T6 @ T2
gives SO(20) @ U(15) ® U(19); ®SO(13) @ U(17) @ U(21); SO(25) @ U(14) @ U(18).

c¢) Tori radius:
The results of the successive compactifications depend strongly on the choice of the

radius of the compactified tori. For example the first method gives for R = %(Va =
1,7k = 1,n), a number of 44 + 2Y"}'_, r? vectorial physical states which can form the
irreducible representation of a Lie group. However, for at least R = %, this number is

reduced to 44 and leads to different Lie groups solutions.
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Appendix A

a
The possible physical vectorial states are: o' ,|0),a" ;|0),a’, H a’, |0y, at,
s=1

q

als, 0),a’ deu |0) and o’ tHOLu |0) with ¢,u and ¢ € N*. For the states
s=1 s=1 s=1

|¥) phys Of the form a? ,|0) and &' ,|0) and by imposing

EQ

M2|w>phys =0 (A_]-)
and
5 n
N ) phys = (NZ Z NaMa)|Y)phys (A-2)
p=1a=1
one gets
n Tp m2
> (g T rake) =2t (A-3)
p=1a=1 @
and

n Tp
Z Z NaMa = *t,

p=1a=1
where n denotes the number of tori compactifications (+ and — signs are for the case
o' ,|0) and &' ,|0) respectively). This implies that t = 1 and R = (2)~/2 and one of the
n

ne and mg are equal to +£1 (For the others, n, = mg if a#3). Thus, the 427‘12, states

=1

can be written as: '
I1,0,...,0;1,0,...,0),]0,1,0,...,0;0,1,0,...,0),...,
|—1,0,... 0;-1,0,...,0)|0,-1,0,...,0;0,—1,0...,0)
[1,0,...,0;-1,0,..., >,|0,1,0,...,0;0,—1,0,...,0),...,

and

1-1,0...,0;1,0,...,0),]0,-1,0,...,0;,1,0...,0),..., .
It is worth mentioning that the states of the form:

q q

H ) and o’ , H o/_‘gus |0)

s=1
used with eq. (A—1) and (A —2) can e easily shown to be equivalent to the states o’ ,|0)
and @' ,|0), respectively. For the states of the form o', H d{u |0); &*, H aljus |0), the

s=1 s=1
conditions (A —2) and (A — 3) lead to:
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n Tp 2
_ my 2 2
2 (t+u +uQ+---+uq)—;;(4R3 +n2R2)
and
n Tp
ZZnama:tf(ul +us+ -+ ug),
p=1a=1

which implies that n, = m, = 0(a = 1,7). Thus, the number of the physical states is

2 z": rp = 44.
p=1

(6]
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Appendix B

The number of massless vectorial states of the form o’ ,|0), & ,|0) with ¢ € N can be
determined by solving the equations

Mo =0 ZZ :2

2
plalo‘
Tp o 9

o

it = 0 g;m_

2
a

(B-1)

respectively. Notice that in both cases the solution is the same. Setting R, = R(Va =
1,7;p = 1,n) we obtain:

n Tp n Tp
YD ILTIEL S 30 3t 2
p=1a=1 p=1a=1
Now, it is obvious that if R? is not an integer or half an integer, eqs. (B — 1) and (B — 2)
have no solutions. In what follows we denote by s the number of the non zero my’s. As
an example, for R = (2)%/2, eq. (B — 2) becomes

n Tp
> D ma=
p=1a=1
which can be written as:
a) 1+ 14+ 14 1+ 1+ 1+ 14 1+ 1+ 1+ 14 1+ 1+ 1+ 14 1=16
b) 44+ 1+ 1+ 14 1+ 1+ 1+ 1+ 14+ 1+ 1+ 14 1=16
c) 4+ 4+ 1+ 1+ 1+ 1+ 1+ 1+ 14 1=16
d) 4+ 4+ 4+ 1+ 1+ 14+ 1=16
e) 4+ 4+ 4+ 4=16
£) 94+ 1+ 14+ 1+ 1+ 1+ 1+ 1=16
g) 9+ 4+ 1+ 1+ 1=16
In this case, the values of s are respectively 16, 13, 10, 7, 4, 8, 5.
Now, if R =1 (case of our interest) one gets:

p=1a=1

which implies that |mq| = 1. So, the degeneracy s of M, is equal to 2. Thus the number
Q of all possible physical states of the form |11,1,0,...,0), [11,0,1,...,0),... etc is

1 o " p!
,51;%(%71):;72'( 5 (B-3)
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This result can be found in an equivalent way by taking r number arranged in two and
without repetation. Thus, the number of the different physical vectorial states € is:

n Q!Cgp n rp!
Q=3 —F=> 30, — 1)1 (B-4)

p=1 p=1

Now, taking into account the positiv and negative values of m, amounts to multiplying
the result by 22. Hence, the total number, of states Qo is:

n
_ 2 Tp!
Qtot - Z 2 2'(7’ — 2)' (B'5)
p=1 p

Then, it is clear that for a given s, eq. (B — 6) can be generalized to

n

|
Qiot = Z 29p "y’

tp
p=1
(rp = sp)! H Qq!
qg=1

where @, (resp. s,) is the degeneracy of the ¢"" quartum number (resp. the number
of the non zero quantum numbers 7m,), ¢, is the number of the non identical quantum

numbers among the s ones for the pt” compactification. The factor % represents

»—5p)
the number of the rearrangements of r, by s, numbers. i.e.

Sp __ S
ATr = s,lCr.

However, if there are some identical non zero quantum numbers, one has to divided by
tp

the factor H Qq!. Notice that the factor 2°» comes from the fact that m, can take both
q=1

positive and negative values.
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Applying the mass shell condition for g-deformed open and closed strings, new critical
space-time dimensions are derived.

1 Introduction

There has been an upsurge of interest in the study of quantum group [1] dur-
ing the past few years. These g-deformed groups present examples of Hopf alge-
bra [2,3]. Together with the ideas of non-commutative geometry, it is expected that
the quantum groups might provide a fundamental length in the context of space-
time quantization [4,5]. Despite remarkable progress, the use of quantum groups
have not yet percolated to the level of the physical applications. It is the purpose
of this paper to show that the application of these new mathematical ideas to the
string theory gives new critical space-time dimensions, which may have interest-
ing phenomenological implications. Moreover, one may solve the compactification
problem by which string theories suffer.

In Section 2 we describe the formalism and in Section 3 we derive the bosonic
string critical dimensions. Finally, in Section 4 we draw our conclusions.

2 Formalism

The classical action S of a free relativistic bosonic string propagating in a flat
space-time is given in the light cone gauge by [7], [8]

1 i noe i .
S:—Qﬂ_—a;/dadraaz a%z*, a=01, i=D-2, (1)

*) Supported by the Algerian Ministry of High Education and Research under contract
N°D2501/17/01/93.
**) Permanent address.
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where o, 7 are dimensionless world-sheet parameters, o’ is the string tension and
8o = 0; and 0, = 9.
The general solution of the equation of motion in the light-cone gauge are [7,8]

+o0

i
i_ i ’d : O _;
' =¢" +2d'p'r +1i Z " exp(—int) cosno, (2)
n=-+00
n#0
. +oo
S : 1. . . » ,
=¢ +2d'pr + % Z ;[a; exp(—2in(7 — 7)) + a,, exp(-2in(7 + 0))], (3)
n=-—oo
n#¥o0

where ¢ and p' are the string center of mass coordinates and momenta, respectively.
It is to be noted that the solutions (2)and (3) are for the open and closed bosonic
strings, respectively.

After a ¢g-deformation, the mass operators expressions are given by:

a) open bosonic string

1 &
/ ZZH Z caba g, (4)
azo
b) closed bosonic string
1 ¥ . s
o' M? = i E [ol,a i +:al,a) 1] (5)
"aEo

(here : :; means a g-deformed normal ordering), where

ab = 2a'p*,

al = v2a'nat,,
o' = V2a'nal?, (6)
a', = v2a'nalt,

&t = V2a'nd,, n>0.

It is to be noted that, in this case, the string dynamical variables ¢', p’, ¢~,
pt, ali, af, @lf, @ satisfy the following non-vanishing g-deformed commutations
relations

[qi>pi]q = iéij)

l¢=,p%])y = -1, )
[aI:',a{n]q = _6ij6nmy
[a}f, 8], = —6Y6nm, n,m>0.
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The g-deformed normal ordering in Eqgs. (4) and (5) and commutation relation
in Egs. (7) are defined as [6]

0 otherwise .

atall ;.= alial + (¢ - 1)6nmA:jja17{lafr: ) (8)
[off, a] mle = afial, — [6]]:' b+ (g - 1)én,m A;7; a ]a’ an ) (9)
where
] if i=j and i =j',
A:’,,:{ I (10)

Similar definitions hold for @}, @, .

3 The mass shell condition

Regarding the ¢-deformed normal ordering ambiguity, one can simplify Eqgs. (4)
and (5) by means of the Riemann zeta function regularization and the use of the
g-deformed commutation relation (7) as well as Eqs. (8) and (9) one obtains

2 D 2 D + 2 ) .}
o M? = Z Z n[2+ 3(q — 1) A + (¢ — 124545, Jalf ol | (11)
hi=ln=

D-2 400
D ~
+ S S al2+3(g— DA% + (g - 1)24% A%, J[al o +31 T

z ij=1n=1
(12)
for the open and closed bosonic strings, respectively.

Now, regardmg the open bosonic string, we consider vectorial states of the
form ¢ja’ | |0) (¢; is a polarization vector). To preserve the covariance after the
g-deformation, these states should define an irreducible representation of their lit-
tle group which is the vectorial representation of the SO(D —2) group. This implies
that these states have to have a zero mass, i.e.,

o' M? =

M?e;al [ |0) = 0. 13
J 1

Similarly, for the closed bosonic string, we take symmetric tensorial states of the
form €;;(a’_jat ; +a&* &’ ) |0) and in order that these states have a zero mass too,
one has to have

M?ej(ol ol + @ ,&,)[0) = 0. (14)

We remind the reader that the g-deformed Fock space is defined such that

ol |0) =0, n>1,

. - 15
a: 10y =0, n>1. (15)
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After, straightforward manipulations and the use of the g-deformed commutation
relation (7) both of the mass shell conditions (4) and (5) give

D=2+12(q+1). (16)

Notice that for ¢ = 1, we derive the usual space-time critical dimension of the
bosonic string D = 26. Moreover,and in order that the relation has to be compatible
with the condition D > 4, one has to require that

: (17)

q2>—

alen

4 Conclusion

Throughout this work, we have derived new critical space-time dimension for
bosonic strings in the general framework of the deformation theory.

Thus, one can have a g-deformed consistent bosonic strings in an infinite number
of space-time where dimensions are such that the inequality (17) holds. This means
that one may have D = 4 which corresponds to a value of the deformed parameter
q= —% without having recourse to the compactification procedure. Moreover, with
these new critical space-time dimensions, one may have interesting phenomenolog-
ical implications (more details are under investigations [9]).

We are very grateful to profs.G.W.Gibbons from University of Cambridge and Jeroume
P. Gauntlett from California Institute of Technology for fruitful discussions and comments.

References

[1] Oh C.H. and Singh K.: J. Phys. A: Math. Gen. 27 (1994) 5907.
[2] Sabanov S.V.: J. Phys. A: Math. Gen. 26 (1993) 2583.

[3] Chaichain M. and Demichev A.P.: Phys. Lett. B 320 (1994) 273.
[4] McFarlane A.J.: J. Phys. A: Math. Gen. 22 (1989) 4581.

[5] Mebarki N., Benrachi S., Aissaoui H., and Boudine A.: The relationship between
paraquantization and deformation, accepted for publication in Turk. J. Phys.

[6] Mebarki N., Aissaoui H., Boudine A., and Maasmi A.: Czech. J. Phys. 47 (1997) 755
(this issue).

[7] Kato N., and Ogawa K.: Nucl. Phys. B 212 (1983) 443.

[8] Govaerts J.: in lectures presented at the Escuela, Avasszada de Verano en Fisica, June
9-July 15 (1986), Department of Physics, Cinverstav-IPN Mexico.

[8] Mebarki N., Aissaoui H., Boudine A., and Maasmi A.: in preparation.

764 Czech. J. Phys. 47 (1997)



Available online at www.sciencedirect.com

SCIENCE<CbD'RE°T' NLIBLEAR
PHYSICS

Nuclear Physics B 738 (2006) 76-92

Leptogenesis in minimal left—right symmetric models

K.S. Babw, A. Bachri®*, H. Aissaoup-°

@ Oklahoma Center for High Energy Physics, Department of Physics, Oklahoma State University,
Stillwater, OK 74078, USA
b | aboratoire de Physique Théorique, Université de Paris XI, Batiment 210, 91405 Orsay cedex, France
€ Laboratoire de Physique Mathématique et Physique Subatomique, Mentouri University, Constantine 25000, Algeria

Received 23 September 2005; received in revised form 16 December 2005; accepted 20 December 2005
Available online 17 January 2006

Abstract

We analyze lepton asymmetry induced in the decay of right-handed neutrinos in a class of minimal left—
right symmetric models. In these models, which assume low energy supersymmetry, the Dirac neutrino mass
matrix is proportional to the charged lepton mass matrix. As a result, lepton asymmetry is calculable in terms
of 9 parameters, all measurable in low energy neutrino experiments. By solving the Boltzmann equations
numerically we show that adequate baryon asymmetry is generated in these models. This however places
significant constraints on the light neutrino parameters. We fin%ﬂ@n: mq/my andfq3 = (0.01-Q07)
for the neutrino oscillation angles, agd~ « + /2 for the Majorana phases.

0 2005 Elsevier B.V. All rights reserved.

1. Introduction

The discovery of neutrino flavor oscillations in solar, atmospheric, and reactor neutrino ex-
perimentg1] may have a profound impact on our understanding of the dynamics of the early
universe. This is because such oscillations are feasible only if the neutrinos have small (sub-
eV) masses, most naturally explained by the seesaw mechgRjsmhis assumes the exis-
tence of super-heavy right-handed neutridgs(one per lepton family) with masses of order
(10°-10"% GeV. The light neutrino masses are obtained from the matfjx~ MDMglMDT
where Mp and My are respectively the Dirac and the heavy Majorana right-handed neutrino
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(r.h.n.) mass matrices. The decay of the lightest right-handed newican generate naturally
an excess of baryons over anti-baryons in the univi8keonsistent with cosmological obser-
vations. The baryon asymmetry parameter is an important cosmological observable constrained
by big bang nucleosynthesis and determined recently with high precision by the WMAP experi-
ment[4]:

np =2 = (6579%) x 10710, @

ny

The decay ofV; can satisfy all three of the Sakharov conditi¢dgneeded for successful gen-
eration ofnp—it can occur out of thermal equilibrium, there is suffici€htand C P violation,
and there is also baryon number violation. The last condition is met by combining lepton number
violation in the Majorana masses of the right-handed neutrinosBvithl. violating interactions
of the Standard Model arising through the electroweak sphaleron prodéss@scompelling
picture emerges, with the same mechanism explaining the small neutrino masses and the ob-
served baryon asymmetry of the univergg.appears to be intimately connected to the observed
neutrino masses and mixings.

A more careful examination of the seesaw structure would reveal that, although there is an
underlying connection, the light neutrino mass and mixing parameters cannot determine the cos-
mological baryon asymmetry, when the seesaw mechanism is implemented in the context of the
Standard Model (SM) gauge symmetry. It is easy to see this as follows. Without loss of gener-
ality one can work in a basis where the charged lepton mass matrix and the heavy right-handed
neutrino Majorana mass matriM; are diagonal with real eigenvalues. The Dirac neutrino mass
matrix would then be an arbitrary complex3 matrix with 18 parameters (9 magnitudes and 9
phases). Three of the phase parameters can be removed by field redefinitions of the left-handed
lepton doublets and the right-handed charged lepton singlets. The neutrino sector will then have
18 (= 15+ 3) parameters. 9 combinations of these will determine the low energy observables (3
masses, 3 mixing angles and 3 phases), while the lepton asymmetry (amg }hwsuld depend
on all 18 parameters, leaving it arbitrary.

In this paper we show that it is possible to quantitatively relgieto light neutrino mass
and mixing parameters by implementing the seesaw mechanism in the context of a class of
supersymmetric left—right mode[g]. We note that unlike in the SM where the right-handed
neutrinos appear as rather ad hoc additions, in the left—right symmetric models they are more
natural as gauge invariance requires their existence. Supersymmetry has the well-known merit
of solving the gauge hierarchy problem. With the assumption of a minimal Higgs sector, it turns
out that these models predict the relation for the Dirac neutrino mass matrix

me O 0
MD:c<O my O), (2)
0 0 m;

wherec ~ m;/my is determined from the quark sector, leaving only the Majorana mass matrix
Mp to be arbitrary. 3 phases iWr can be removed, leaving a total of 9 parameters which
determine both the low energy neutrino masses and mixings as well as the baryon asymmetry.
It then becomes apparent thaf is calculable in terms of the neutrino observables. There have
been other attempts in the literature to relate leptogenesis with low energy obsef8a®les
Such attempts often make additional assumptions suddas= Myp (Which may not be fully
realistic), or specific textures for lepton mass matrices.

While a lot has been learned from experiments about the light neutrino masses and mixings,
a lot remains to be learned. Our analysis shows that cosmology puts significant restrictions on
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the light neutrino parameters. Successful baryogenesis requires within our model that three con-
ditions be satisfied: t&1»> ~ m1/mo, B ~ « + 7/2 andf13 = (0.01-Q07). Hered1> and b3

are elements of the neutrino mixing matrix; are the light neutrino mass eigenvalues and

B are the Majorana phases entering in the amplitude for neutrinoless double beta decay. Future
neutrino experiments will be able to either confirm or refute these predictions.

The rest of the paper is organized as follows. In SecfHome review briefly the minimal
left—right symmetric model. In Sectichwe analyze leptogenesis in this model. Here we derive
constraints imposed on the model from the requirement of successful leptogenesis. In &ection
we calculate the lepton asymmetry parametegenerated in the model iN1 decay. SectioB®
summarizes the relevant Boltzmann equations needed for computing the baryon asymmetry pa-
rameter. Sectiob provides our numerical results fgg. Finally, in Section7 we conclude.

2. Brief review of the minimal left—right symmetric model

Let us briefly review the basic structure of the minimal SUSY left—right symmetric model de-
veloped in Ref[7]. The gauge group of the model$s) (3)¢ x U2)y x V2)r x U(D)p—1.
The quarks and leptons are assigned to the gauge group as follows. Left-handed quarks and
leptons (Q, L) transform as doublets dU(2); [Q(3,2,1,1/3) and L(1, 2,1, —1)], while
the right-handed oneg)(, L¢) are doublets 08U (2)g [Q°(3*,1,2,—1/3) andL(1, 1, 2, 1)].
The Dirac masses of fermions arise through their Yukawa couplings to a Higgs bidoublet
®(1,2,2,0). The U@)p x U(1)p—r symmetry is broken td/(1)y by the VEV (vg) of a
B — L = -2 triplet scalar fieldA(1, 1, 3, —2). This triplet is accompanied by a left-handed
triplet A(1, 3,1, 2) (along with A and A¢ fields, their conjugates to cancel anomalies). These
fields also couple to the leptons and are responsible for inducing large Majorana masses for the
vr. An alternative to these triplet Higgs fields is to ude- L = +1 doubletsy (1,2, 1, —1) and
x°(1,1,2,1), along with their conjugateg and x°. In this case non-renormalizable operators
will have to be invoked to generate largg Majorana masses. For definiteness we shall adopt
the triplet option, although our formalism allows for the addition of any number of doublet Higgs
fields as well. The superpotential invariant under the gauge symmetry involving the quark and
lepton fields is

W=Y,0" 0010 + Y, LT 020 0L + (LT ito AL + L it A°L?). (3)

Under left—right parity symmetryQ < Q%*, L < L*, ® «— &1, A « A%, along with
Wau@), < Wiy We-1 < Wh_, andd < 6. As a consequencd,, = Yi v, = YZT, and
f =f* in Eq. (3).! It has been shown in Ref7] that the hermiticity of the Yukawa matrices
(along with the parity constraints on the soft SUSY breaking parameters) helps to solve the su-
persymmetric CP problem that haunts the MSSM.

Below vg, the effective theory is the MSSM with itd,, and H; Higgs multiplets? These
are contained in the bidoubl@t of the SUSY left—right model, but in general they can also
reside partially in other multiplets having identical quantum numbers under the MSSM symme-
try (such as the, x doublet Higgs fields alluded to earlier). Allowing for such a possibility,

1 We do not explicitly use these relations.
2 The right-handed gauge bosons have masses of 0}’{(161’1014 GeV and thus play no significant role in cosmology
atT ~ My < vp.
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the superpotential of E¢3) leads to the relations for the MSSM Yukawa coupling matrices
YM szdv YzszuD' (4)

These relations have been called up—down unificdipnHere, the first relation of Eq4) im-
pliesm;/my, >~ y tang = ¢ wherey is a parameter characterizing how muchHf and H; of

MSSM are in the bidouble®. The case ofH, 4 entirely in @ will correspond toy =1 and

tang = m,/my. At first sight the first of the relations in Eg4) might appear phenomenologi-

cally disastrous since it leads to vanishing quark mixings and unacceptable quark mass ratios.
It was shown in the first paper of Rdf7] that including the one-loop diagrams involving the
gluino and the chargino and allowing for a flavor structure for the soft SUSY breakiegms,

there exists a large range of parameters (though not the entire range possible in the usual MSSM)
where correct quark mixings as well as masses can be obtained consistent with flavor changing
constraints.

It is the second of Eq(4) that concerns us here. This relation would lead#tg = ¢ M;, with
¢ ~my/my. The supersymmetric loop corrections for the leptonic mass matrices are numerically
small compared to similar corrections in the quark sector, since no strongly interacting particles
take part in these loops. Furthermore, leptonic mixing angles are induced at tree level through
the structure in the Majorana neutrinos mass matrix, and any loop corrections to these will be
subdominant. This is especially true since two of the leptonic mixing angles are large to begin
with. We therefore ignore SUSY loop corrections to the lepton mass matrices.

One can thus go to a basis where the charged lepton and the Dirac neutrino mass matrices
are simultaneously diagonal. The heavy Majorana mass miigix= fug will then be a generic
complex symmetric matrix. After removing three phaseafig by field redefinitions, we are left
with 9 parameters (6 magnitudes and 3 phases) which determine the light neutrino spectrum as
well as the heavy neutrino spectrum. This in turns fixes the lepton asymmetry. The consequences
of such a constrained system for leptogenesis will be analyzed in the next section.

In principle theA(1, 3, 1, +-2) Higgs field can also acquire a small VEYO (eV) [10]. In this
case the seesaw formula would be modified, as will the calculation of the lepton asyrfiagtry
We will assume such type Il seesaw contributions proportionéitoare zero in our analysis.

This is consistent with the models of REf]. Leptogenesis in the context of more general left—
right symmetric models has been analyzed in [Re].

3. Leptogenesisin left—right symmetric framework

The UR)r x U(1)p—r symmetry is broken down t&/ (1)y by the VEV (A¢) = vg ~
10* GeV. At least some of the right-handed neutrinos have masses bgldWe thus focus on
the neutrino Yukawa coupling in the context of MSSM. T8é#(2); x U (1)y invariant Yukawa
interactions are contained in the MSSM superpotential

1
W =1H;Y e +1H,Y ,pv° + > v CMgL©, (5)

wherel stands for the left-handed lepton doublet, &fd v¢) denote the conjugates of the right-
handed charged lepton and the right-handed neutrino fields respectiyelsf,; are the MSSM

Higgs fields with VEVsv,, vq. M; =Y v4, Mp =Y ,pv, and Mg are respectively the charged
lepton, the Dirac neutrino, and the Majorana r.h.n. mass matrices. Then one can generate light
neutrino masses by the seesaw mechafim

M, =—-MpMg*MpT. (6)
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There is mixing among generations in badiy and Mp, the light neutrino mixing angles will
depend on both of these mixings. Within the SM or MSSM whilig is an arbitrary matrix, the
structure of the right-handed neutrino mass matrix cannot be fully determined even if the light
matrix M, were to be completely known from experiments. As noted in Se&tionthe minimal
version of the left—right symmetric model one has

Mp =cM; = cdiagm,, m,, m¢) @)

wherec >~ m;/my. Here we have already gone to a basis where the charged lepton mass matrix is
diagonalized. In the three family scenario, the relations between the flavor eigenstatgsy,)
and the mass eigenstat@s, v2, v3) can be expressed in terms of observables as

M, = UMyt (8)

whereM 3?9 = diagm1, m2, m3), with m; being the light neutrinos masses andeing the 3< 3

mixing matrix which we write a¢/ = Upyns P. We parameteriz€&/py s [13] as

Ui Ue2 Ues
Upuns=|Uur Uy Uuz
U1 U2 Ur3

€12c13 5 $12€13 s s13¢71°
= | —s12c23 — c10513523¢"°  c12023 — $12513523€" 13523 ()]
512523 — C12513C23¢°  —c12523 — s12513C23¢°  c13¢23

wherec;; = cost;;, s;j = sind;; ands is the Dirac CP violating phase which appears in neutrino
oscillations. The matrixP contains two Majorana phases unobservable in neutrino oscillation,
but relevant to neutrinoless double beta delday:

e 0 0
P= ( 0 e&f 0). (10)
0 0 1

Combining Eq(8) with the seesaw formula of E6) and solving for the right-handed neu-
trino mass matrix we find

Mg =c?M; MM,

22 (me 00 (2 0 0 . e 0 0
= - 0 2t 0|UpmunsP 0 m_; 0 UPMNS 0 2= 0
mi my m my
0 0 1 o o 2 0 0 1
(1)

This enables us to establish a link between high scale parameters and low scale observables.
We define a small expansion parameters

e =" ~ 0059

me
in terms of which we have
mq T
Me = ap€3my, — =aize, 013 = r13€, O3 = 4 e (12)
m3

Herea,, a13, t13 andeyz are < O(1) parameters witl, = 1.400. These expansions follow from
low energy data assuming the picture of hierarchical neutrino masses.
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We find that the requirement of generating adequate baryon asymmetry places significant
constraints on the neutrino mixing parameters. Specifically, the following expansions
mi

™ a1+ are and B=a+ - + be, (13)
mo 2

wherea12 andb are< O(1) parameters are required. To see this, we note that the CP asymmetry
. . 66 9 :
parameter; generated in the decay of; is too small, of ordee; ~ g ~ 2 x 107° if az2
or b are much greater than 1. This is because the heavy neutrino masses would be strongly
hierarchical in this caseW1 : M2 : M3 ~ €% : €2 : 1. This can be altered to a weak hierarchy
My : M>: M3~ e*: €21 by observing that the elements of the 2—3 blockiff of Eq. (11)
are all proportional tqi2e?/ cos 615 + % sir? 61} and by demanding this quantity to be of

ordere. EQ.(13)is just this conditiong; ~ % ~ 1078 in this case, which can lead to acceptable
baryon asymmetry, as we show.

An immediate consequence of E3)is that neutrinoless double beta decay is suppressed in
the model. The effective mass relevant for this decay is found to be

ZUezimi
i

This is of the ordernze? ~ 104 eV, which would be difficult to measure. This amplitude is
small because of a cancellation between the leading contributions proportional aad m2
(see Eq(13)).

In terms of these expansions, the r.h.n. mass matrix becomes

mgg = ~ \mzezme(alzc%z - Zibsfz) + m3sf3672’-6|. (14)

AllES A12€3 A]_362
Mg = (A12€3 Anoe?  Anze ) , (15)
A13¢®  Azze  Ass
where
Ar e Moeagez’a CcosS P12 Aroe — Moeaeez"" tanfi2
1 co 6, ’ 12 NG ’
Moéaeezm tanfi2
Al3 - Y=
V2
M, .
Ao = 26 {a13 — alzezm co 012 — 20be?? sin? 012+ 2e’(2°‘+‘3)t13tan912},
Mqe 2ix S2 2 nZ
Arz= 5 {a13 + a12e”” COS 012+ 21be”'” si 912},
2 5 ) a13672w‘ aip cog 612
Azz=—M.ee”* ]3¢’ tanb1o + 1b sir? 612 — > > . (16)

Here we definedV, = ¢?m?/m1. This hierarchical mass matrix is diagonalized by a series of
rotationsU1, U> andUs such that:

Myl 0 0
(KUsUzul)MR(KUszl)T:( 0 |M;l 0) 17

0 0 Mg
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whereK = diag(k1, k2, k3) with k; = e1¢i/2 being phase factors which make each r.h.n. masses
M; real, M; = |M;|e% . V = (KU3UoU1)T is the matrix that diagonalize® ;. The unitary ma-
trix Uy is given by

1 0 —A4d2

Asz3
U= 0 1 0 . (18)
Ar 2
Agze 0 1
Similarly, U2 andUs are unitary matrices with off-diagonal entries given by
A23 (A12 — A13A23/A33)e
(U2)2z=———¢,  (U)r2=-— > / 19)
Az3 A2z — A53/A33
The mass eigenvalues are found to be
M= Mok%€5(2a13a§€2la sir? 912)
X (2t12362’ (@+d) gjp? 012 + (alz + 21b + (a12 — 21b) CcOS Elz)alg cos 912)_1,
Mo = Mokgésezm (013((112 + 21b 4 (a12 — 21b) COS 312) + 21‘12361(8—"“) tarf 912)
X (—a13 + 1be?® + e (alz cod 612 —1bcos @12) + Ze"stlg tan@lg)_l,
M ok§€ 2 2 8
M3=— (a13— 1he®® — ¢®* (a12C0& 017 — 1 COS D1 + 2t13¢" tanbyy)). (20)

We use these results in the next section to determine
4. CPviolation and lepton asymmetry

Now that we have developed our framework, we can turn attention to the evaluation of the CP
asymmetrye; generated in the decay of the lightest r.n\3. This arises from the interference
between the tree-level and one-loop level decay amplithdesa basis where the r.h.n. mass
matrix is diagonal and real, the asymmetry in the decay;af given by[15]

2 2

1 + 2 M- M-

D Yt Y A R e
87 v2(M ) Mp)ii j=22;3 b M2 M?

where f (x) andg(x) represent the contributions from vertex and self energy corrections respec-

tively. For the case of the non-supersymmetric standard model with right-handed neutrinos, these
functions are given bj15]

1 X
Sronsusy(x) = ﬁ[—l +@x+1 In<1 + ;)} gnonsusy(x) = x_\/——l (22)
while for the case of MSSM plus right-handed neutrinos, they are given by
1 2./x
fsusy(x) = \/ﬂn(l—i- ;), gsusy(x) = x\—/_l' (23)

3 We will assumeM, < M < Ms3. In this case, even if the heavier right-handed neutrifigsind N3 produce lepton
asymmetry, it is usually erased before the decay pf
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Here v is the SM Higgs doublet VEVp >~ 174 GeV. For the case of MSSM, in Eq. (21)

is replaced by sing. Hereafter, for definiteness in the numerical evaluation of the Boltzmann
equations, we assume the SM scenario. However, our result should be approximately valid for the
MSSM case as wefl. Assuming a mass hierarchly; « M» < M3 in the right-handed neutrino
sector i.e(x > 1), which is realized in our model, see H@5), the above formula is simplified

to the following one:

3
167v2(MMp)11 S

im{ (M5 Mp) 137 @)

1=

g1 depends on thél, 1), (1,2) and (1, 3) entries ofMZ)MD. These quantities can be related
to the light neutrino mass and mixing parameters measurable in low energy experiments. In the
basis wheré\fy is diagonal, these elements are

(MpMp);; = (cemo)*(VarViy + VarVzie® + aZVaVise®),
(M}, Mp),, = (cmo)*(VarVip + VarVipe® +aZViaVine®),
(MAMDp) 5= (emo)(VarVis + VarVise? + a2 Vi1 Vige®). (25)

whereV = K U3U2U1 is the unitary matrix diagonaliziny g . Straightforward calculations give,
to leading order irz,

(M} Mp),, = 8a2c2m2e* cof 0158irP O10(aZs + t25tar b12)

x 1/{8t5sin* 015 + 32a13t75b O H125in’ 612in A + )

+ a13c0¢ 15[ 4ar3(ad, — b?) cos D1p + arz(a?, + 4b%) (34 cos H12)

+ 16a12125Sin? f12c08 A + 8) ]}, (26)
(M; MD)i2 = 2aezc4m¢66 tarf e ($192) p—2 (2040

x {4(a2; — t75) cOS D12 — 21135IN W12(2a1ze' @) — (ag2+ 2b)e ™)

+ 4(af3 + t123) + t13SiN B12¢ 7 (a12 — 21b)}2

X 1/{[1196“S —agze @) 4 41007 0L 015 — 1he " oS D1

+ 2113 tan912]2

X [Salzal3 — 21a13b + 4t123e_2’ @+ 4 4cos 2912(a12a13 — t123e_2’ (‘H"S))

+ ar3(a1z + 21b) cos B2}, (27)
(M; MD)i3 = 2aezc4mﬂe4 Sin? Gy e ' (P1—¢3) (a13 CoSO1p + e 1Dy 4 sin912)2

x 1/{a13c08 012(a12 — 2tb + (a12 + 21b) COS B1p)

+ 22, sirP e~ 2 @92, (28)

These analytical expressions have been checked numericaljg.Il we have plottede;| as
function off,3 for fixed values of other observables. The solid linéig. 1 which corresponds

4 The functionf + g in MSSM is twice as big compared to the SM. However this is compensated by the fagior 1
that appears ing which in MSSM is half of the SM value.
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Fig. 1. Plots for CP asymmetry parametgr using analytical (dotted) and numerical (solid) results as a function
of the neutrino oscillation anglé;3. The input parameters used atgy = 1, b = 1, Am2 = 2.5 x 107> eV2,

Am2 =554 x 1073 eV2 and {8, «} = {rr/4, 7/4}. Our model requirese1| > 1.3 x 1077 to successfully generate
an adequate number for the BA. This criterium happens to be satisfied only in the region for viichdd3 < 0.07,
this interval is not too sensitive to variations in the input parameters.

to the exact numerical evaluation agrees very well with the dashed line corresponding to the
analytical expressions.

From Fig. 1, it is apparent thabd;3 is constrained in the model from cosmology.slf <
1.3 x 107, the induced baryon asymmetry would be too small to explain observations. As can
be seen fronfig. 1, 613 should lie in the range 0.01-0.07 for an acceptable valug .of his
result does not change very much with variations in the other input parameters.

Electroweak sphaleron procesg6s will convert the induced lepton asymmetry to baryon
asymmetry. The ratio of baryon asymmetry to entrdfpyis related to the lepton asymmetry
through the relatiolfil 6]:

Yp=CYp_| = c 1YL (29)
whereC = %, Ny =3 andN, =1, 2 in the case of the SM and MSSM, respectively. In

either case&” ~ 1/3. In Eq.(29), Yz =np/s with s = 7.04n,,.

There has been considerable interest in obtaining approximate analytical expression for
baryon asymmetry17,18] In order to estimate this, the dilution factor, often referred to as
the efficiency factok that takes into account the washout processes (inverse decays and lepton
number violating scattering) has to be known. As an exampte(2+ 1) x 10—2(%’)1&01

has been suggested in REf7] from whichnz ~ 0.96 x 102y, has been calculated. In our
work we solve the coupled Boltzmann equations numerically to estimate the baryon asymmetry
without referring to the efficiency factor.

5. Boltzmann equations

In this section we set up the Boltzmann equations for computing the baryon asymypetry
generated through the out of equilibrium decayMaf In our model the right-handed neutrino
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masses are not independent of the CP asymmetry parameidrerefore a self consistent analy-
sis within the model is required.

In the early universe, at temperature of ortfgrmass, the main thermal processes which enter
in the production of the lepton asymmetry are the decay of the lightest r.h. netitinoyerse
decay, and the lepton number violation scattering, = 1 Higgs exchange pluAL = 2 r.h.n.
exchang€g19]. The production of the lepton asymmetry via the decay of the r.h.n. is an out-
of-equilibrium process which is most efficiently treated by means of the Boltzmann equations
(BE).

The first BE which describes the evolution of the abundance of the r.h. neutrino and which
corresponds to the source of the asymmetry is givén by

v, _ 2 (M
dz Hs(z) Yf,q

wherez = M1/T. Heres(z) is the entropy density angp,, ys, are the interaction rates for the
decay andA L = 1 scattering contributions, respectively.
The second BE relevant to the lepton asymmetry is given by

dYp_p z Yn Yp_1
= |:817/D1(_ea - 1) +yw —eqi|, (31)
Yy Y,

- 1) (vp1 + ¥s1)» (30)

dz  s(z)H(My)

wheree is the CP violation parameter given by Eg1) andyy is the washout factor which is
responsible for damping of the produced asymmetry, se¢42ybelow. In Eqs(30) and (31)
Yl.eq is the equilibrium number density of a particle specieshich has a mass;, given by

Yoy = 22 &1 (mi PN (32)
! Ant g, \ M 2\ )
whereg; is the particle internal degree of freedopn(= 2, g, = 4). At temperatures far above

the electroweak scale one has~ 10675 in the standard model, anrg ~ 22875 in MSSM.
H, the Hubble parameter evaluatedat 1, ands(z), the entropy density, are given by

43g, M12 272g, Mf
H= -1 ) = -3 33
B . 9T 2 (33)
whereMp = 1.22 x 10'° GeV. We also have
1 2
s, = 27/;5- '+ 4745- g (34)
The decay reaction densify,; has the following expression:
K1(z)
eq A1
= I'y., 35
YD =Ty, K2(2) N; (35)

whereK,, (z) are the modified Bessel functiorENj of the r.h.n.N; is the tree level total decay

rate defined as
("

5 Inour analysis we stick to the case where the asymmetry is due only to the decay of the lightest r.h. Mgutrino
6 In this section we follow the notation of the first paper of H8f.to which we refer the reader for further details.
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where

eq(T) — gl Tml KZ( . ) (37)

We used the definition = Mp/u. We define the reaction densipf?) of any process + b —
¢+d by

. Mb1 T ,
0= e / dx 6D (1) VTK1(VT2). (38)
(Ma+Mp)2
M3

whereé ) (x) are the reduced cross sections for the different processes which contribute to the
Boltzmann equations. For theL = 1 processes involving the quarks, we have

2
~ X —a
6 =30, Z ha) () (39)

3
. x—a;\|[x—2a; +2a a; —2a x—a;+a
ot52)=3au ()\Zj)\aj)< - J>|: J h 4+ -h |n< J h>i|, (40)

a=1 X —dj +an X —daj an
where
T 2 2 2
Tr(A, 2 M ;
a, = (AuAu) ~ my 5. aj= - , ap = o , (41)
A 4y ‘ M M,

wu is the infrared cutoff which we set to 800 G€¥9,20] For the AL = 2 r.h.n. exchange
processes, we have

3 3
=YY i) AY T Y Y Rl i) @

a=1j=1 a= ln<]] 1
3 3
~(2) ) (3]
5 = 30N (0 ag) (M har) A +Z Z Re(Mhar) (i) B (43)
a=1j=1 a=1n<j,j=1
where
1 a; a;x a; xX+a; X+a;
@ J J J J J
AV =— |1+ —+——5—-——|1 In , 44
o 2”[ ", " ap? X< "D ) ( aj ﬂ 49
J
@_1[ ~x aj x+a
Ajj=5- In : 45
Y 2”[x+aj+x+201 < aj >] (45)

Q) _ A/ndj i i X aj 2 _i H—aj
an - 2 |:Dj+Dn+Dan+(1+ >< >In< )
+<1+ _>< 2 _i>m<”“")] (46)

X aj—ap Dj ap
B(2)_\/—aJ{ L |n[(x+aj)(x+a”)]+ 2 In<a”(x+aj)>}, (47)

21 X +a,+a;j ajay a, —aj aj(x +ay)
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and
2 3 * Lk .
Dl = —(X _ Cl]) + ajcj . Cj = aj —()\aj)\aj)\;j)\aj) . (48)
X —aj = 64
Finally, yw that accounts for the washout processes in the Boltzmann equations is
1 2 YD 1 2
yw = Z( vp; + eqyt§)+2y,(j) 3 >+2 vt 2n (49)

Here, we emphasize the so-called RIS (real intermediate states)ATthe? interactions which

have to be carefully subtracted to avoid double counting in the Boltzmann equations. This corre-
sponds to the term%yDi in Eq. (49). For more details see Refd.7,21]and the first paper of
Ref.[18]. '

6. Resultsand discussion

We are now ready to present our numerical results. First we make several important remarks.
Even though our model is supersymmetric, we have considered in our BE analysis only the SM
particle interactions. This is a good approximation (see footdptdhe authors in Ref20]
have demonstrated that SUSY interactions do not significantly change the final baryon asymme-
try. Furthermore, we have not included in our analysis the effects of renormalization group on the
running masses and couplings. The first paper of R&f. has studied these effects. This paper
has also included finite temperature effects add= 1 scattering processes involving SM gauge
bosons, which we have ignored in our analysis. This should be a good approximation since it is
believed that these effects are significant in the weak washout regime and our model parame-
ters seem to favor the strong washout regime with= (MZ)MD)ll/Ml ~ 0.1 eV. Scattering
processes involving gange bosons have also been studied if2EBeh the context of resonant
leptogenesis where they have been shown to be significant.

Our next step is to put this model to the test and check its predictions. In order to compute the
value of the baryon asymmetry we proceed to numerically solve the Boltzmann equations. We
scan the parameter space corresponding to the parameigts the oscillation angl@:3, the
CP phaseé and the Majorana phase In order to automatically satisfy the oscillation data, we
input the following light neutrino parameters:

Am2 =2.5x 107> eV?, Am?=554x10"3eV?  sinfp=0.52 (50)

Using hierarchical spectrum, we see that the maagesi» andmg are fixed. On the other hand
we consider maximal mixing in the 2—3 sector of the leptonic mixing matrix¢se= % + tp3€
with 123 being zero f23 ~ O(1) has minimal impact omp). The CP phasé and the Majorana
phasex are allowed to vary in the interval®, 2] and[O, ], respectively. We remind the reader
that the second Majorana phasés related tax throughg >~ « + % + be. 613 will be allowed to
vary in the interval [0; 0.2] as it is bounded from above by reactor neutrino experiments.

In Fig. 2 for a given set of input parameters, we illustrate the different thermally averaged
reaction rategy = yx/ny; contributing to BE as a function af= M1/T.

All rates atz = 1 fulfill the out of equilibrium condition (i.el'y < H(z = 1)), and so the ex-
pected washout effect due to thd. = 2 processes will be small. The parameters chosen for this
illustration are:d = /2, ¢ =7 /2,a12=0.01,b = 0.9, cm, = m,( ) =135 GeV andh13 =
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Fig. 2. Various thermally averaged reaction ratgscontributing to BE normalized to the expansion rate of the Universe
H(z =1). The straight greyed line represemiz)/H(z = 1), the dashed is fol'p, /H(z = 1), the dotted-dashed
line representd’s; —1/H (z = 1) processes and the red curve represéitg—_»/H (z = 1). (For interpretation of the
references to colour in this figure legend, the reader is referred to the web version of this article.)

0.02. Eq.(50) fixes the light neutrino masses to ej = 0.00271292 eV, = 0.00688186 eV
andms = 0.0380442 eV. For this choice we obtdin| ~ 2 x 10~ /. The calculated r.h.n. masses
in this case are

M1=9x 10° GeV, M>=87x 10" GeV, M3=26x 10" GeV. (51)

The mass of the lightest r.h.n. is consistent with lower bound derived in [R&f, M1 >
2.4 x 10° GeV, for hierarchical neutrino masses assuming that one starts with\zeirtial
abundance (which is what we assumed in our calculation). This mass is also in accordance with
the upper bound found in RgR2] following a model independent study of the CP asymmetry,
and the bound derived in R¢1.7] based on the estimation of production and the study of the
asymmetry washout.

Fig. 3 represents the solution of the BE; abundance and the baryon asymmetry both as
functions ofz for the same set of parameters mentioned above. The final baryon asymmetry, in
terms of the baryon to photon ratio, is (see dark, solid curnkgn3for z > 1)

np ~6.03x 1071C, (52)

This number is inside the observational range of @#§.Our codes were tested to reproduce the
results in the first paper of RgB] before being applied to this model.

At this point we should mention some potential difficulties with gravitino decays in the model.
If supersymmetry breaking is mediated by conventional supergravity, it is natural to expect the
mass of the gravitino to be of order 1 TeV. Such a gravitino, with its Planck scale suppressed
interactions, would decay into MSSM particles with a lifetime of order 1 second. The decay
products would upset the success of standard big bang nucleosynthesis. In an inflationary sce-
nario, demanding consistency with light element abundance puts a lower limit on the reheating
temperaturelz. For gravitino mass in the range 300 GeV to 3 TeV, a lifjit> 6 x 10f GeV
has been derivef23]. Now, the decays ofV; that generates lepton asymmetry should occur
after reheating, since any asymmetry produced prior to that will be diluted by inflation. Thus
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Fig. 3. Evolution ofY, (solid que),Yf,ql (dot-dash) and the baryon asymmeifny (dark solid line) in terms of in the

model. The estimated value for the baryon asymmetnyis- 6.03x 10710, with Y}i\’,1i = 0 and assuming no pre-existing

B—L asymmetry. (For interpretation of the references to colour in this figure legend, the reader is referred to the web
version of this article.)

M1 < T is required, which for gravitino mass in the range 300 GeV to 3 TeV is in conflict with
the predictions of Eq51).

There are several ways around this problem. (i) In gauge mediated SUSY breaking scenario
the gravitino is the lightest SUSY particle with mass in the range® #/-100 GeV. Forng <
100 MeV, there are no cosmological or astrophysical problems. In such a scenario the axion can
serve as the dark matter. (ii) In anomaly mediated SUSY breaking scenario, the gravitino mass
is enhanced by a loop factor compared to the squark masses and is naturally of order 100 TeV.
Such a gravitino would decay with a shorter lifetime without affecting big bang nucleosynthesis.
The gaugino is a natural dark matter candidate in this case. (iii) The gravitino itself can be
the LSP and dark matter with a mass of order 100 GeV, in which case it does not[@détay
Other solutions include changing the dynamics of the leptogenesis process by invoking (iii) non-
thermal leptogenesi®5]. (iv) Resonant leptogenedi2l,26], or (v) soft leptogenesiR7]. The
results presented here are compatible with any one of the first three alternatives.

7. Conclusion

An attractive feature of the seesaw mechanism is that it can explain the origin of small neu-
trino masses and at the same time account for the observed baryon asymmetry in the universe by
the out of equilibrium decay of the super-heavy right-handed neutrinos. It is then very tempting
to seek a link between the baryon asymmetry paramgieinduced at high temperature and
neutrino mass and mixing parameters observable in low energy experiments. No quantitative
connection can be found between them in the SM. There have been several attempts in the liter-
ature[8,9,28]to establish a relationship between the two. In this paper we have addressed this
guestion in the context of a class of minimal left—right symmetric models.

In the models under consideration the minimality of the Higgs sector impliesMhand
Mp (charged lepton and Dirac neutrino mass matrices) are proportional. As a result, the entire
seesaw sector (including the heavy right-handed neutrinos and the light neutrinos) has only 9
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parameters. This is the same number as low energy neutrino observables (3 masses, 3 mixing
angles and 3 phases). As a result we are able to link the baryon asymmetry of the universe
to low energy neutrino observables. This feature is unlike the SM seesaw which has too many
arbitrary parameters. Our numerical solution to the coupled Boltzmann equations shows that this
constrained system withf; o« Mp leads to an acceptable baryon asymmetry. The requirement

of an acceptable baryon asymmetry restricts some of the light neutrino observables. We find that
tarf 0y ~ m1/m2, 0.01< 013 < 0.07 andB ~ o + /2 are needed for successful baryogenesis.
Future neutrino oscillation experiments can directly probe into the dynamics of the universe in
its early stages.
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Abstract

We consider the mechanism of thermal leptogenesis at the TeV scale in the context of an extension of the
Standard Model with 4 generations and the inclusion of four right-handed Majorana neutrinos. We obtain a
value for the baryon asymmetry of the Universe in accordance with observations by solving the full set of
coupled Boltzmann equations for this model.
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1. Introduction

The attractive mechanism of thermal leptogenesis has been thoroughly investigated in recent
years. Most of the focus has been on the extended model of the Standard Model (SM) with 3
right-handed (RH) neutrinod]. This simple model which can explain the baryon asymmetry
of the Universe (BAU) and provide appropriate values for neutrino masses and mixing angles
is based on the out-of-equilibrium decay of a RH neutrino, in a CP violating way, such that
an asymmetry in the leptonic decay products is produced. The leptonic asymmetry is then con-
verted into a baryonic asymmetry due(® + L)-violating sphaleron interactions which are in
equilibrium above the electroweak breaking scale.
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From the experimental point of view the recent best fit values of the ratio of the baryon to
photon densityy =ng/n,,

n=65704x10"1, 1)

is given by WMAPJ[2].

The typical scale at which the standard scenario described above occurs corresponds to
10'%-10"° GeV, and the induced neutrino masses arise via the see-saw mecl@rimith
a common interaction being at the origin of the asymmetry and mass generation.

Recently, detailed calculations have been performed solving the corresponding Boltzmann
equations of the system taking into account the different interactions which contribute both
to the production and potential washout of the leptonic asymmetry. The implications of these
analyses have provided strong constraints on the values of the light left-handed neutrino masses
> im; ~ 0.2 eV[6-8]and a lower bound on the mass of the lightest RH neutting 10° GeV
[6,9,10] The more recent work of Refl1] has included the effect of scattering with gauge
bosons which had been neglected before and in[R&F.a comprehensive calculation including
effects from renormalization group (RG) running, finite temperature background effects, other
possible decays producing a leptonic asymmetry (decay of a scalar particle), a correction to the
appropriate subtraction that must be performed for scatteringvvexchange was presented.

A thorough recalculation of this last issue was done in R&f], coinciding with Ref[12] that
the washout contribution from this type of diagram had been overestimated.

The less standard scenario of leptogenesis occurring at the TeV scale has been investigated,
for example, in Refs[14-21] In particular, in Ref[14] a TeV scale model which is a simple
extension of the Fukugita—Yanagida (FY) model including one more generation to the SM and
four gauge singlets was discussed and estimates of the produced CP asymmetry and final baryon
asymmetry were obtained. Both supersymmetric and non-supersymmetric versions of the model
were analyzed.

In this paper we focus on this model of R§f4] and solve the corresponding Boltzmann
equations (BE) in order to reliably obtain the final values of the asymmetry and determine the
region of parameter space which is available for the model.

We dedicate Sectiof to a careful discussion of the way we set up our calculations of the
Boltzmann equations making emphasis on a few subtle points. In S&;tem recall the main
features of the model and establish our notation. Seetipresents the Boltzmann equations
valid for this model. Sectiob is devoted to our results and conclusions.

2. Preliminary considerations

In Ref.[22] it was pointed out that the relevant object that should be studied in thermal lep-
togenesis is the density matrix[23]. In the FY modelp is a (3 x 3) matrix with all entries
different from zero for temperatures greater thad?XBeV. However, as the temperature de-
creases and each of the different interactions defined by a specific charged Yukawa coupling
enters equilibrium the corresponding off-diagonal elements of the density matrix go to zero. In
our model at the TeV scale all of the charged Yukawa couplings are in equilibrium ang thus
will be a diagonal matrix. The matrix is normalized such that

Tro=) Y1, =) (Ye, Y3, 2

where the sum over indicates a sum over flavour.
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Another important issue is the relationship between the produced lepton asymmetry and the
inducedB — L asymmetry which is conserved by sphaleron interactions. Again a careful con-
sideration of the temperatures and which interactions are in equilibrium changes the equation
relating these asymmetries, see R22]. In general, the procedure that is employed is through
the establishment of equations for the chemical potentials reflecting which interactions are in
equilibrium. Thus the chemical equilibrium equations allow us to write the asymmetries in num-
ber densities in terms of some specific asymmetry,}5ay For the Fukugita—Yanagida model
then generically there would be(a x 3) matrix A,g of the form[22]

YB/3-1, = Aap¥iLy, 3)

and the numerical values for the elementsiaire determined from the equations for the chemi-
cal potentials. If all interactions related to charged Yukawa couplings are in equilibrium, as well
as sphaleron interactions, the equation for the cagé génerations simplifies to

Yp 4 8 1
LA T N | ) V< 4
N Ll ( 3N+34N+2> - Lg == La “)

or, adding over all generations,

22N+132 Y.,

6N + 3 ®)

Yp_p =—

Some comments are in order. In the standard scenario of the FY model with three RH neutri-
nos, where the production of the asymmetry occurs at some high scale for which not all charged
Yukawa couplings are in equilibrium, one should use@jjto relate the asymmetries. The point
is that usually what is solved in the system of coupled Boltzmann equations, under certain as-
sumptions, is an equation fof, = ), Yz, see below for a discussion on this point, and then
the asymmetry iB — L is calculated using E5). From our previous discussion we see that it
is not quite correct to do this unless some approximations are done concerning the different

For our model at the TeV scalall charged Yukawa couplings are in equilibrium and it would
be correct to use Eqét) and (5) Another feature of our model is that the Yukawa coupling of the
heavy LH neutrino is of the order of 1 to ensure that the masses of the fourth generation leptons
are heavy enough, and also to give an enhancement to the value of the CP asymmetry produced ir
the model. However, then the scattering interaction which is associated to the Yukawa coupling
of the heavy LH neutrino will also be in equilibrium in our model. This changes the chemical
equilibrium equations such that the relationship betwBen L (B) andL is modified to be:

13 8(13—3N) 22N +13
Ys_ = v, =T Y
Bt ( T3aav 2 2)) 2 T RSP IR ©)

a=e,u,T a=e,u,T

Thus, as was estimated in R¢f4] there is no net asymmetry produced in the heavy left-
handed lepton. Consequently, we can Pyt to zero and make the usual assumptions about the
otherY;, when constructing the Boltzmann equation #r provided we use E(6) to relate
the produced leptonic asymmetry to the final Bet L asymmetry. Below, and from now ok,
denotes the sum over the asymmetries of only the three light leptonic flavours.

1 In this model, we denote by the flavour of the fourth leptonic generation.
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In Ref.[12] the effect of renormalization group (RG) running for masses and couplings was
included. In particular, one of the important effects is that the diagrams Aulth= 1 propor-
tional to gauge couplings can become sizeable compared to those proportional to the top Yukawa
coupling when considering values for these couplings at the high scale at which the lepton asym-
metry is being produced. In our model at the TeV scale, we have checked that this is a very small
effect and we will not include RG effects in our analysis. We also have not includetithe 1
proportional to gauge couplings as we are not in the resonant leptogenesis casqbf|Ref.

Also in Ref.[12] thermal background effects have been included into the calculation, it was
pointed out that numerically these effects are particularly relevant when correcting the propagator
of the Higgs scalar field. We include only this thermal correction into our calculation.

Another important point that should be mentioned, which is crucial for our model, is the fact
that the actual decay temperature at which the lepton asymmetry is produced is just above the
electroweak scale; thus one must be careful and check that for our choice of parameters the
sphaleron interactions are still in equilibrium. Although, in the SM there is no first order phase
transition, just a crossover, and this is not modified for our model with four generations, sphaleron
interactions are switched off for temperatures bete®00 GeV[24]. A careful calculation of
the chemical equilibrium equations in the region close to the electroweak phase transition was
performed in25].

3. Themode

The relevant part of the Lagrangian of the model we consider is given by

_ My, - . -
L=Lsw+Yrifdyr, — %(Iﬁk ¥R +he) = (A, Lavr ¢ +he), ()

where g, are two-component spinors describing the right-handed neutrinos and we define a
Majorana 4-component spindy; = ¥z, +1ﬂR Ourindexi runsfrom1to4,and =e, u, 7, 0.
The o component ofL, corresponds to a left-handed lepton doublet which must satisfy the
LEP constraints from th&-width on a fourth left-handed neutrirf@6]. The A}, are Yukawa
couplings and the fielg is the SM Higgs boson doublet whose vacuum expectation value is
denoted by.

We work in the basis in which the mass matrix for the right-handed neutfifhdsdiagonal
and real,

M =diag(M1, M>, M3, My), ®)

and definenp = A" v.
To leading ordef, the induced see-saw neutrino mass matrix for the left-handed neutrinos is
given by

my, = AT 12, 9

which is diagonalized by the well-known PMNS matrix.

2 Given the fact that in our model, at least one of the RH neutrino masses take vdlesone has to go to next order
in the general see-saw formula. However, these corrections are small and not relevant for our purpose.
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We consider the out-of-equilibrium decay of the lightest of the gauge sinylgtashich we
take to beN;. The decay rate at tree-level is given by

- (4G)

Aty 4 (A h)) m; > MM

ry = &M =y Sy = . (10)
/ 8n / o 8 / 8mv?

wherex = 1" and we have definéd

4 * .
00 =y Caitel) o
! a=1 My

11)

To ensure an out-of-equilibrium decay of it is necessary tha% < 1, whereH is
the Hubble expansion rate &t= M;. This condition will impose an upper bound on the usual
effective mass parametér; which is defined in, for exampl¢27].

The CP asymmetry calculated from the interference of the tree diagrams with the one-loop
diagrams (self-energy and vertex correctiong2&

M? M?2
vt _J
(&T) T Zlm [2TA] y [f(MZ) +g<Mi2>}, (12)

where

f<x>=ﬁ[1—<1+x>|nl”] s = (13)

— X

In Ref.[14] it was shown that the upper bound of the CP asymmetry produced in the decay of
the lightest right-handed neutrinéy is

3 M1imy
~8r 12
wherem4 denotes the largest eigenvalue of the left-handed neutrino mass matrRue to
experimental constraints we require that > 45 GeV, which implies that the bound e# is
irrelevant. In general, there will be regions of parameter space in which the produced CP asym-
metry can be very large, thus the final allowed region of parameter space could include areas
in which the washout processes can be very large as well. INRgfpossible textures for the
AY matrix were given to illustrate how to obtain masses consistent with low energy data and the
appropriate amount of CP asymmetry from the decay/ of

ler] < (14)

4. Boltzmann equations

We will now write the Boltzmann equations for the RH neutrino abundance and the lepton
densities. With all the above arguments in consideration, the main processes we consider in the
thermal bath of the early universe are decays, inverse decays of the RH neutrinos, and the lepton

3 To simplify our notation, we write the sums ower= 1-4 denoting the sums over all flavourss, 7, o, and sums
. L o iraj) o
overa =1 to 3 to denote sums over the three lightest flavours. For |nstan(/8<§,) = 22:1 %vz is the usual
effective mass parametgér; defined in the literature fof = 1.
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number violationAL =1 andAL = 2, Higgs and RH neutrinos exchange scattering processes,
respectively.

In our analysis we stick to the case where the asymmetry is due only to the decay of the
lightest RH neutrinav;.* The first BE, which corresponds to the evolution of the abundance of
the lightest RH neutrin@y, involving the decays, inverse decays anfl = 1 processes is given

by

dYn, z Yy,
— 1 + y5.), 15
dz sH(M») < Yo )(yDl Ysi) (15)

wherez = M1/ T, s is the entropy density angp,, ys; are the interaction rates for the decay and
AL =1 scattering contributions, respectively.
The BE for the lepton asymmetry is given by

dYL Z YN]_ YL
o LT L) 16
dz sH(My) [61)/01 ( Y;q +yw qu ( )

wheree; is the CP violation parameter given by E32) and yw, is a function ofyp, and

ys; and AL = 2 interaction rate processes, called the washout factor which is responsible for
the damping of the produced asymmetry. In E3S) and (16) Y9 is the equilibrium number
density of a particlé, which has a mass;, given by

yodsy — 48 g (mi)\* 2y (miz a”)
P antg \ My 2\ vy )
whereg; is the internal degree of freedom of the parti@g.(= 2, g, = 4) andg,. >~ 108. Explicit
expressions of the interaction rates;, s, andyw are given below.

The reaction densityp; is related to the tree level total decay rate of the RH neutNnof
Eq.(10) by

eq K1(2)
Ni Ka(z)

whereKk, (z) are theK -type Bessel functions.
We define the reaction density of any processb — ¢ +d by

Yp, =n I'n;, (18)

N Ml r A
yo = M f dx 6D (1) /x K1(Vx2), (19)

644 2
(My+Mp)2/ M2

wheres (/) (x) are the reduced cross sections for the different processes which contribute to the
Boltzmann equations. For theL = 1 Higgs boson exchange processes, we have

4 2 746 4 2

(1 X —aj m; 1/x—aj

Gt(j)=3oeu E (Azjkaj)< j) = 3, ]vz ( ]> , (20)
a=1

X X

4 We have checked that the asymmetry produced by the decay of the second lightest RH neutrino is very tiny in our
model compared to the one produced by the decay,of
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5l(.2) 3, Z ( aj>|:x—2aj+2ah +aj—2ah In(x—aj+ah>i|
4 X —aj+ap X —aj ap
(4G)
=3oz,,mj 2M1<x—aj>|:x—2aj+2ah+aj—2ah In(x—aj+ah)i|, 21)
v X X —aj+ap X —aj ap
where
T 2 2 2
Tr(A,Ay) my M; a
= ~ s =\ — , = 22
o 47 402 i M1 = M (22)

the infrared cutoffu is chosen to be equal to 800 GeV due to phenomenological considerations.
So we have

2
ys; = 2)’; + 4)/,( ). (23)

The expressions of reduced cross sectiona bf= 2 RH neutrino exchange processes, which
washout a part of the asymmetry are given by

4 3 4 4 3 4
(1) )
=202 D () Cihan) A5+ 3 3 3 Rebiha) (k) By 24
a=1 =1 j=1 a=1 B=1 n<j
j=1
4 3 4 4
~ (2 2 2
SEED 30 3D SAWITRIT-ES 3 9B SLUCHRWIRIEINES
a=1 =1 j=1 a=1 =1 n<j
j=1
where
A 1 aj ajx  aj x+aj x+aj
A7 =—|1+ >+ ———|1 In , 26
7 2ﬂ[+Dj+2D2- X<+ Dj) ( aj ﬂ (20)
J
A2 L ¥ LU (XY, (27)
2wl x4a; x4 2a; aj

o_yamdft 1 x G2 L\t
By =% [Dj+Dn+Dan+<1+x>< = )'n( ~ )
+<1+“_">( 2 _i)m(x“”)} (28)
X aj —ap Dj an
B<2)_*/—a’{ 1 In|:(x+a‘,~)(x+a,,):|+ 2 ln(a,,(x—i—aj))}, (29)

21 X +ap+a;j ajay a, —aj a;j(x +ay)

and

(x—ap)?+ajc; (Mg ajrgirp))
DJZ#, CJ_HJZZ 647'[/3/ P (30)
J a=1p=1

then we have

1 VD, 1 2
yw= Z( v, + eqyf§>+2y,§)—?> +2ry +2ry (31)
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Lo fg Lo (Ea) ¢
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Fig. 1.s andr channelA L = 2 Majorana exchange diagrams.

There are several important comments to make at this point. First of all, notice that in
Egs.(10), (20) and (21)we have summed over all statés. However, in Eqs(24) and (25)
terms which correspond 6 = 4 (that is thes flavour, sed-ig. 1), do not contribute to Eq16)
because they are multiplied By . = 0. Indeed, as was mentioned before, the processes involv-
ing at the same time only this flavour in the initial and final state are in thermal equilibrium, and
so there is no asymmetry in this flavour. Second, as in the case of FY model, one can parametrize
yp,; andys; by M1 andrh(l4G) (see Eqgs(10), (20), (21). Third, theA L = 2 processes can be di-
vided and treated in two separate regimes. The contribution in the temperature rangeSfrbm

to z >~ 10 is proportional tq/nﬁ(l“G)nﬁ(lSG) instead ofin1. For the range of temperatu(e > 1),

the dominant contribution at leading order would have been proportiona éetr(m;rmv), had

the summation on the indeX gone from 1 to 4. In addition, we emphasize that the so-called
RIS (real intermediate states) in thd. = 2 interactions have to be carefully subtracted, to avoid
double counting in the Boltzmann equations. In our calculation, we have followed F3f.
where the authors have shown how the appropriatéybj in Eq. (31)) subtraction must be
done.

5. Resultsand conclusions
5.1. Constraints on the fourth generation

Our model is based on the addition of a fourth doublet of leptons and quarks (in order to be
anomaly-free) to the particle content of the Standard Model, and of four RH neutrino singlets.
The masses and couplings of the singlets are constrained by the left-handed neutrino masses
(from solar, atmospheric and WMAP data) and the right amount of CP asymmet§on-
cerning the fourth generation of leptons and quarks, the direct constraint is that they must be
heavier tharM /2. There are stronger constraints from electroweak precision tests: for exam-
ple, the lower bound on the charged leptorirom LEP Il is approximately 80 GeVy29]. As
is well known, the SM central value of the Higgs mass is lower than the direct lower bound
set by LEP II[30] and the existence of a fourth generation is one possible way to increase the
Higgs masgq31-33] The Z-lineshape versus fourth generation masses have been extensively
studied in, for example, Ref34], where we can see that the fourth left-handed neutrino is ex-
cluded at 95% CL if its mass is lower than.46t: 0.2 GeV. In our analysis the left-handed
neutrino masses are always constrained in order to fit the data {satanospheric- WMAP)
as well as this latter bound for the 4th LH neutrino. There are other constraints on the fourth
generation, the generalized CKM matrix elements, etc., which can be foufgbjirand in
Ref.[35], where present and future experimental searches at Tevatron and LHC are widely dis-
cussed.
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5.2. Numerical solutions of BE

In our numerical analysis we use one of the possible textures for the Yukawa majnin the
four generation case which can produce the needed amount of CP asymmetry and fit the neutrino
data[14]:

€ € € «
e 1 1 0

by =C e 11 0 | (32)
e 0 0 YcC

whereC, € andw are parameters @ndo are complex numbers). This texture will induce to first
order the following mass matrix for the three lightest LH neutrinos
62 € €
mvo<<e 1 1). (33)
e 1 1
This is a typical texture for a hierarchical spectrum that has to fit the oscillation data (atmospheric,
solar, CHOOZ) and the constraints on the absolute mass.
To show the feasibility of our scenario we chose different values of the parandgtersa
and values of the RH neutrino mass#s, i = 1, 4, and we constrain the inputs given the data
for the LH neutrino masses and the out-of-equilibrium condition. It is precisely a hierarchy in
the Yukawa couplings which allows for an out-of-equilibrium decay without a suppression of the
induced CP asymmetry.
In Fig. 2 we illustrate for a given set of input parameters the different thermally averaged
reaction rates contributing to BE as a functiorxef My /T

Iy="ec. X=D,S, AL=2 (34)

an
Itis clear from this plot that for this set of parameters, and this is true for a wide range of parame-
ter space, all rates at= 1 fulfill the out-of-equilibrium condition (i.e.lx < H (z =1)), and so
the expected washout effect due to thé = 2 processes will be small. The parameters chosen
for this illustration areM; = 450 GeV,M; = 2 x 10° GeV, M3 = 10° GeV, M, = 605 GeV,
e1~42x10%m3% =27 x10%eVandi|*® =36 x 105 eV.

Although a complete scan of the allowed parameter space varying both the values of the RH
neutrino masses and the Yukawa couplings has not been done we mention that it is not completely
trivial to satisfy all constraints when we vary the parameters. For example, for fixed values of
the Yukawa couplings, if we let the second lightest RH neutrino be heavier then the heavier LH
neutrino becomes lighter thaiz /2. On the other hand, again for fixed values of the Yukawa
couplings, when the masses of the two heaviest RH neutrinos increase or decrease, it becomes
difficult to have acceptable light LH neutrino masses. Nevertheless, a more detailed analysis can
provide other spectra for the RH neutrinos which are also acceptable.

Fig. 3 represents the solution of the BE, abundance Bnrd L asymmetry, as a function
of z. The generated value of the baryon asymmetryzs~ 6 x 10-10, Applying the see-saw
mechanism to our model for the chosen values of the parameters, we obtain a heavy left-handed
neutrino with a mass above 48 GeV, which is consistent with the fourth generation constraints
(see SectioB.1) and the three light neutrino masses are of the orderof 8¥ to afew 167 eV.

We have presented the solutions to the coupled system of Boltzmann equations for our TeV
scale model of thermal leptogenesis. We have carefully considered the effect of the interactions
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Fig. 2. Various thermally averaged reaction raltgscontributing to BE normalized to the expansion rate of the Universe
H(iz=1).
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Fig. 3. Abundanc&’y, and the baryon asymmetisi . for the four generation model.

involving the heavy fourth generation leptonic fields and consistently written the BE which con-

tribute to the final baryon asymmetry together with the appropriate conversion factor from the
lepton asymmetry to the baryonic one. Our results show that in this simple extension of the
Standard Model it is possible to produce the right amount of the BAU in a generic way.
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Abstract

In the first part of this thesis, the string theory is studied in a general context based
on a successive toroidal compactifications of closed bosonic string and some phenomeno-
logical Lie groups solutions are derived. Moreover, a ¢-deformed version of the classical
bosonic string is formulated, and a new critical space-time dimensions are derived. It is
shown that the problem of compactification can be solved in such a theory.

In the second part, We analyze lepton asymmetry induced in the decay of right-handed
neutrinos in a class of minimal left-right symmetric models. In these models, which
assume low energy supersymmetry, the Dirac neutrino mass matrix is proportional to
the charged lepton mass matrix. As a result, lepton asymmetry is calculable in terms of 9
parameters, all measurable in low energy neutrino experiments. By solving the Boltzmann
equations numerically we show that adequate baryon asymmetry is generated in these
models. This however places significant constraints on the light neutrino parameters.We
find tan? 015 ~ my/my and 613 = (0.01 — 0.07) for the neutrino oscillation angles, and
B ~ a+ 7/2 for the Majorana phases. We consider also the mechanism of thermal
leptogenesis at the TeV scale in the context of an extension of the Standard Model with
4 generations and the inclusion of four right-handed Majorana neutrinos. We obtain
a value for the baryon asymmetry of the Universe in accordance with observations by

solving the full set of coubled Boltzmann equations for thsi model.

Keywords : String Theory, ¢-deformation theory, Leptogenesis, Baryogenesis, Beyond
the Standard.Model.



Résumé

Dans la premiere partie de cette thése, la théorie des cordes est étudiée dans un
contexte général basé sur la compactification toroidal successifs d’une corde bosonique
fermée et quelques solutions phénoménologiques de groupes de Lie sont dérivées. De plus,
une version ¢-déformée de la corde bosonique classique est formulée, et de nouveaux
dimensions critique de ’espace-temps sont dérivés. On montre aussi que le probléme de
la compactification peut étre résolu dans une telle théorie.

Dans la deuxiéme partie, On analyse I’asymétrie leptonique induite dans la désinté-
gration du neutrino droit dans une classe de modéles symétriques gauche-droite minimale.
Dans ces modeéles, qui supposent la supersymétrie a basse énergie, la matrice de la masse
des neutrinos de Dirac est proportionnelle & la matrice de masse des leptons chargée.
En conséquence, I'asymétrie leptonique est calculable en termes de 9 paramétres, tous
mesurables & base énergie. En résolvant les équations de Boltzmann numériquement nous
prouvons qu’'une asymeétrie proportionnée de baryon est produite dans ces modeéles. Ce-
pendant ceci place des contraintes significatives sur les paramétres des neutrinos légers.
On trouve tan? 65 ~ my/my et 013 = (0.01 — 0.07) pour les angles des oscillations des
neutrinos, et 8 ~ a + m/2 pour la phase de Majorana. Nous considérons également le
mécanisme de leptogéneése thermique a 1’échelle du TeV dans le contexte d’une prolonga-
tion du modele standard avec 4 générations et I'inclusion de quatre neutrinos droits de
Majorana. Nous obtenons une valeur pour I’asymétrie baryonique de I'univers compatible
avec les observations en résolvant I’ensemble des équations couplées de Boltzmann pour

ce modéle.

Mots Clés : Théories des cordes,Théorie de la g-déformation, Leptogénése, Baryo-

géneése, Au-dela du Modeéle Standard.



	couverture.pdf
	Remerciement.pdf
	theseHabib.pdf
	intercal.pdf
	Article1.pdf
	Article2.pdf
	Article3.pdf
	Leptogenesis in minimal left-right symmetric models
	Introduction
	Brief review of the minimal left-right symmetric model
	Leptogenesis in left-right symmetric framework
	CP violation and lepton asymmetry
	Boltzmann equations
	Results and discussion
	Conclusion
	Acknowledgements
	References


	Article4.pdf
	A model for leptogenesis at the TeV scale
	Introduction
	Preliminary considerations
	The model
	Boltzmann equations
	Results and conclusions
	Constraints on the fourth generation
	Numerical solutions of BE

	Acknowledgements
	References


	Resume_arabe.pdf
	abstractAnglais.pdf
	abstractFrancais.pdf

