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Resumen

La Teoria de Cuerdas es actualmente la principal candidata para formular una teoria cuantica de
la gravedad y la unificacién de las interacciones fundamentales. En su limite de bajas energias,
se describe mediante teorias de supergravedad en diez dimensiones, cuyas acciones efectivas
reciben correcciones perturbativas en el parametro o', asociado a la longitud de la cuerda.
Estas correcciones modifican las ecuaciones de movimiento y tienen implicaciones profundas
en compactificaciones y soluciones gravitacionales que resultan clave para la fenomenologia de
cuerdas. Un enfoque prometedor para estudiarlas es la Teoria Doble de Campos (TDC), un

marco que incorpora de manera explicita la dualidad T de la Teoria de Cuerdas.

Esta tesis explora la extensién supersimétrica de la TDC con N = 1 y su relacién con la
supergravedad heterdtica, relevante para la conexién con el Modelo Estandar de particulas. En
primer lugar, se estudian las simetrias de la supergravedad heterdtica desde la perspectiva de
la TDC, con énfasis en la transformacion 3, perteneciente al sector no geométrico del grupo de
dualidad. Luego, se analizan las correcciones de primer orden en o’ en el marco de la TDC
supersimétrica, obteniendo la deformacién de la transformacién de Green-Schwarz generalizada
y sus efectos sobre la accién efectiva y las reglas de transformacién supersimétrica. Finalmente,
se exploran aspectos perturbativos mediante el ansatz de Kerr-Schild y su generalizacién a la

TDC, lo que brinda una herramienta para construir soluciones con correcciones /.

Los resultados obtenidos contribuyen a una mejor comprensién de las dualidades de cuerdas y
de las correcciones o’ en la supergravedad heterdtica desde una perspectiva unificada. Asimismo,
abren nuevas vias para explorar estructuras de la teoria de cuerdas en contextos donde las

dualidades desempenian un papel central.






Abstract

Exploring A/ = 1 supersymmetric Double Field Theory

String Theory is currently the main candidate in formulating a quantum theory of gravity and
unifying the fundamental interactions. In its low-energy limit, it is described by ten-dimensional
supergravity theories, whose effective actions receive perturbative corrections in the parameter
o/, associated with the string length. These corrections modify the equations of motion and have
deep implications for compactifications and gravitational solutions, which are crucial for string
phenomenology. A promising approach to studying these corrections is Double Field Theory

(DFT), a framework that explicitly incorporates T-duality symmetry from String Theory.

This thesis explores the A/ = 1 supersymmetric extension of DFT and its connection to
heterotic supergravity, which is relevant to connect with the Standard Model of particle physics.
First, the symmetries of heterotic supergravity are studied from the perspective of DFT, with
emphasis on the [-transformation, which belongs to the non-geometric sector of the duality
group. Then, the first-order o/ corrections to supersymmetric DFT are analyzed, including the
deformation of the generalized Green-Schwarz transformation and its impact on the effective
action and supersymmetry transformation rules. Finally, perturbative aspects are explored
through the Kerr-Schild ansatz and its generalization within the DF'T framework, which provides

an effective tool for constructing solutions with o’ corrections.

The results obtained contribute to a better understanding of string dualities and o' cor-
rections in heterotic supergravity from a unified perspective. They also open new avenues for

investigating the structure of string theory in contexts where dualities play a central role.
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Capitulo 1

Introduccion

La Teoria de Cuerdas [8-12] es una de las propuestas més prometedoras para formular una teoria
cuantica de la gravedad y unificar las interacciones fundamentales. Desde sus inicios a fines de la
década de 1960, ha evolucionado significativamente, proporcionando un marco teérico que busca
reconciliar la mecanica cuantica con la relatividad general y describir de manera unificada las
cuatro fuerzas fundamentales de la naturaleza: gravedad, electromagnetismo, interaccion nuclear
fuerte e interaccién nuclear débil. Su caracteristica distintiva es la idea de que las particulas
fundamentales emergen como modos de vibracién de pequenos objetos unidimensionales, las

cuerdas, en lugar de puntos sin estructura interna.

En su formulacion moderna, la Teoria de Cuerdas ha generado diversas lineas de investigacion
con implicaciones tedricas y fenomenoldgicas importantes. Un ejemplo destacado es la conjetura
AdS/CFT [13], que establece una correspondencia hologréfica entre una teoria de gravedad
en un espacio Anti-de Sitter (AdS) y una teorfa de campos conformes (CFT) en su frontera.
Esta conjetura ha permitido estudiar aspectos como la termodindmica de agujeros negros y la
informacién en contextos gravitacionales [14]. Ademds, la introduccién de objetos extendidos
de multiples dimensiones, denominados branas, ha sido clave para entender la dindmica de la
teoria y en sus aplicaciones a la cosmologia del universo temprano [15]. Asimismo, dreas como la
geometria no conmutativa y las dualidades de cuerdas han sido impulsadas por estos desarrollos,

con posibles repercusiones en la fisica tedrica y experimental.

Sin embargo, la Teoria de Cuerdas introduce elementos menos intuitivos, como la existencia

de dimensiones extra (D = 26 en la versién bosénica y D = 10 en la versién supersimétrica) y la



necesidad de supersimetria. Otro desafio conceptual es la aparente existencia de cinco teorias de
supercuerdas consistentes: Tipo I, Tipo ITA, Tipo IIB, Heteré6tica SO(32) y Heterdtica Eg x Es.
No obstante, gracias a las dualidades de cuerdas, se ha propuesto que estas cinco teorias son

manifestaciones distintas de una teoria subyacente, conocida como Teoria M.

Las dualidades de cuerdas establecen conexiones entre las teorias de supercuerdas y la Teoria
M, revelando una estructura comun. Entre ellas, la dualidad T relaciona teorias formuladas en
geometrias diferentes, mientras que la dualidad S conecta versiones fuertemente y débilmente
acopladas de la teoria de Tipo IIB. Su combinacién da lugar a la dualidad U, que juega un papel
relevante en la Teoria M. Estas dualidades también influyen en el limite de bajas energias, donde
emergen teorias de supergravedad como extensiones supersimétricas de la relatividad general que
incorporan campos de gauge y materia. La accién efectiva de supergravedad recibe correcciones
en o/, el pardmetro de longitud de la cuerda, que introducen términos de orden superior en
derivadas y modifican las ecuaciones de movimiento. Dichas correcciones resultan cruciales para

el estudio de compactificaciones y soluciones gravitacionales en este marco.

Para abordar el estudio de estas correcciones, se han desarrollado distintos enfoques, siendo
uno de los més prometedores la Teoria Doble de Campos (TDC) [16-22]. Esta formulacién
se basa en duplicar las coordenadas del espacio-tiempo, extendiéndolo a 2D dimensiones con
simetria global bajo O(D, D), el grupo ortogonal en el espacio doble, que incorpora de forma
manifiesta la dualidad T. En la TDC, los campos fundamentales son objetos covariantes bajo
O(D, D) y encapsulan la informacién del sector universal (NS-NS) de las teorfas de super-
gravedad. Ademads, extiende las simetrias locales estandar de la supergravedad, incluyendo
difeomorfismos y transformaciones de Lorentz generalizadas. Este marco ha resultado particu-
larmente 1itil para estudiar las correcciones o y la estructura de la accién efectiva, aprovechando

de forma sistemaética las simetrias de dualidad presentes en la teoria.

En este contexto, esta tesis busca extender la comprensién de la TDC en presencia de super-
simetria N = 1, relevante para conectar con el limite de bajas energias de la cuerda heterética.
La descripcién efectiva de esta cuerda corresponde a una supergravedad en diez dimensiones
que incluye no solo el campo gravitatorio, sino también un sector de gauge no abeliano, esencial
para la fenomenologia de la teoria y su relacién con el modelo estandar de particulas. Para ello,

se desarrollaron y analizaron las siguientes direcciones:

1. Se estudiaron simetrias asociadas al grupo O(D, D), en particular la simetria 8 en la
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supergravedad heterdtica, una transformacién no geométrica 1util para la construcciéon de

correcciones o y la consistencia de la teoria.

2. Se calcularon las correcciones de primer orden en o’ dentro de la TDC supersimétrica,
deformando la transformacién de Green-Schwarz con términos supersimétricos y obte-
niendo modificaciones a la accion efectiva y a las reglas de transformacién de los campos

fundamentales a orden «o'.

3. Se exploraron aspectos perturbativos, partiendo desde una generalizacion del ansatz de
Kerr-Schild a la TDC supersimétrica. Este ansatz permite perturbar simultdneamente el
contenido bosénico y fermidénico de las teorias de supergravedad, y resulta compatible con

la inclusién de correcciones de orden superior en derivadas

Esta tesis contribuye al entendimiento de las correcciones o’ en la supergravedad heterdtica
desde la perspectiva de la TDC con supersimetria. Los resultados obtenidos no solo tienen
implicaciones tedricas, sino que también pueden impactar la fenomenologia de la Teoria de
Cuerdas, especialmente en compactificaciones y soluciones gravitacionales. Estos hallazgos abren

nuevas vias de investigacién en la fisica tedrica y en la estructura fundamental de la teoria.

1.1 Estructura de la tesis

Esta tesis estd organizada de la siguiente formas:

Capitulo 2: Una mirada a la Teoria de Cuerdas
Se introducen los conceptos fundamentales de la teoria de cuerdas, incluyendo su formu-
lacién bésica, las dualidades y el limite de bajas energias donde emerge la supergravedad.

Se discuten las correcciones o’ y su impacto en la accién efectiva.

Capitulo 3: La Teoria Doble de Campos con supersimetria N' =1
Se presentan los fundamentos de la Teoria Doble de Campos (TDC) y su extensién super-
simétrica. Se revisan las estructuras matematicas involucradas y se establece la conexién

con la supergravedad.

Capitulo 4: Supersimetria y simetria 5 en Teoria Doble de Campos

Se presentan los resultados de [1], donde se explora el papel de la simetria [, una transfor-

3



macién no geométrica perteneciente al grupo de dualidad. Se investiga su manifestacién

en la supergravedad heterdtica y su relacion con la consistencia de la teoria.

Capitulo 5: Supersimetria y correcciones o/ en Teoria Doble de Campos

Se presentan los resultados de [2], donde se analizan las correcciones de primer orden
en o dentro de la TDC con supersimetria N’ = 1. Se obtienen términos de interaccién
fermidnicos, incluyendo la correccion a la transformacion de Green-Schwarz, y se estudian

sus implicaciones en la estructura de la accion efectiva.

Capitulo 6: Supersimetria y el ansatz de Kerr-Schild en Teoria Doble de
Campos

Se presentan los resultados de [3,4], donde se extiende el ansatz de Kerr-Schild al marco
de la TDC con supersimetria A/ = 1. Se analizan las ecuaciones de Killing para espinores,
la compatibilidad con la transformacién de Green-Schwarz, y se discute la relacién con la

copia doble clasica en el contexto de supergravedad heterética.

Capitulo 7: Conclusiones y comentarios
Se resumen los principales resultados de la tesis y se discuten posibles lineas futuras de
investigacién. Se enfatiza el papel de la TDC con supersimetria A/ = 1 en el estudio de

correcciones ' y su impacto en la fenomenologia de la teorfa de cuerdas.

Apéndices
Se detallan las convenciones utilizadas y cédlculos complementarios, junto a parametriza-

ciones relevantes en supergravedad.

Cerramos con un comentario sobre el estilo. En fisica, muchas magnitudes tienen nombres
estandarizados en otros idiomas, especialmente en el contexto de la Teoria de Cuerdas y la Teoria
Doble de Campos, cuya traduccion al espanol resulta poco natural. Por esta razon, a lo largo
de la tesis dichos términos no seréan traducidos, pero se escribiréan en itdlicas. Ademds, para
resaltar conceptos clave, independientemente del idioma, se utilizaran negritas, evitando asi

posibles confusiones.



Capitulo 2

Una mirada a la Teoria de Cuerdas

En este capitulo exploraremos de manera general algunos elementos de la Teoria de Cuerdas, los
cuales resultaran utiles a lo largo de esta tesis, proporcionando el marco conceptual necesario
para comprender los temas centrales de nuestro estudio. Para una revision mas detallada de
los temas aqui tratados, se recomienda consultar las referencias clasicas [23-32], junto a los

apuntes [33,34] y las referencias adicionales que se mencionan a lo largo del capitulo.

Comenzaremos introduciendo la dinamica de las cuerdas y supercuerdas, analizando sus
propiedades bésicas y las caracteristicas principales de sus espectros. Luego, abordaremos las
dualidades de cuerdas, herramientas poderosas que revelan conexiones profundas entre diferentes
teorias y regimenes fisicos. Finalmente, discutiremos el limite de bajas energias de la teoria,
donde emerge la supergravedad como una teoria efectiva, y examinaremos las correcciones de

orden superior en derivadas que modifican este limite.

2.1 Cuerdas y supercuerdas

A diferencia del marco tradicional de particulas puntuales, la Teoria de Cuerdas postula que
los constituyentes bésicos de la naturaleza son objetos unidimensionales: las cuerdas. Estas se
propagan en un espacio-tiempo de D dimensiones, y sus vibraciones determinan sus propiedades
observables. Un aspecto fundamental de la teoria es la distincién entre cuerdas abiertas y cuerdas
cerradas, dependiendo de si sus extremos estan identificados o no. Esta condicién de contorno no

solo afecta la dindmica de las cuerdas, sino que también influye en el espectro de estados fisicos



descritos por sus modos de vibracién. En particular, el espectro de la cuerda abierta incluye
un modo sin masa de espin uno [35], mientras que el espectro de la cuerda cerrada cuantizada
contiene un modo sin masa de espin dos [36]. Estos modos desempenan un papel central en la
interpretacion fisica de la teoria, ya que el primero se asocia a los campos de gauge y el segundo
al gravitén, lo que sugiere una conexién natural entre la teoria de cuerdas y una formulacién

cuantica de la gravedad.

Un resultado notable de la cuantizacién de la teoria es que la consistencia fisica determina la
dimension del espacio-tiempo en el que viven las cuerdas. En el caso de la teoria de cuerdas
bosénica, esta dimensién es D = 26. Esta restriccién no es arbitraria, sino que surge de la
cancelacién de anomalias y la necesidad de preservar la invariancia conforme en la hoja de
mundo. Desde un punto de vista conceptual, el hecho de que la teoria fije la dimensién del
espacio-tiempo en lugar de imponerla como un pardmetro libre es una de sus caracteristicas més

distintivas y una de sus principales fortalezas.

Sin embargo, la teoria de cuerdas bosénica, aunque matematicamente elegante, presenta dos
problemas fundamentales que limitan su viabilidad como modelo fisico. En primer lugar, su
espectro no incluye fermiones, los cuales son esenciales para describir la materia en nuestro uni-
verso. En segundo lugar, contiene un modo taquiénico, es decir, un estado con masa imaginaria,
lo que indica la presencia de inestabilidades en la teoria. Estas limitaciones sugieren que la

teoria bosonica, en su formulacién original, es incapaz de describir el universo observable.

La solucion a estos problemas surgié con la introduccién de la supersimetria, una simetria
que relaciona bosones y fermiones. Al extender la teoria de cuerdas para incluir supersimetria,
se obtienen las teorias de supercuerdas, que resuelven ambos inconvenientes de manera
elegante. Por un lado, la supersimetria introduce fermiones en el espectro, permitiendo la
descripcién de la materia observada en el universo. Por otro lado, la relacién entre bosones y
fermiones a través de la supersimetria elimina el modo taquidnico, garantizando la estabilidad
de la teoria [37,38]. Ademds, la supersimetria permite la cancelacién de anomalias, asegurando
la consistencia matematica de la teoria en un espacio-tiempo de diez dimensiones. De este modo,
la teoria no solo fija la dimensién del espacio-tiempo, sino que en el caso supersimétrico este

nimero es menor que en la teoria bosénica, acercandolo maés a la realidad fisica.

En esta seccidn, presentaremos la accion que describe la dindmica de cuerdas libres y

analizaremos el espectro de particulas tanto para cuerdas abiertas como cerradas. Esto lo



haremos en el contexto de la cuerda bosénica y de la supercuerda, comparando sus propiedades

y diferencias clave.

2.1.1 La cuerda bosonica

Asi como una particula describe una trayectoria unidimensional en el espacio-tiempo, conocida
como linea de mundo, una cuerda traza una superficie bidimensional denominada hoja de
mundo'. La accién que gobierna la dindmica de la cuerda se construye por analogia con la
de una particula puntual. Mientras que para una particula se extremiza la longitud de su
linea de mundo, para una cuerda se propone una accion que extremiza el area de la superficie
bidimensional que describe al propagarse. Esta accion, conocida como accién de Nambu-

Goto [39,40], estd dada por

Sng = —T/dadT\/(X - X")2 - X2X'2 (2.1.1)

donde (7, 0) son coordenadas sobre la hoja de mundo: 7 es una coordenada temporal que puede
interpretarse como el tiempo propio que describe la evolucién de la cuerda, y o es una coordenada
espacial que recorre cada punto de la cuerda a lo largo de su extensién. La funcién X#(7,0)
define un mapa de la hoja de mundo en el espacio-tiempo, y las derivadas

. oXH oXH
X# = X' =
or ’ oo’

describen como cambia la posicién de la cuerda con respecto a las coordenadas 7y o. El indice

p recorre las D dimensiones del espacio-tiempo, tomando los valores p =0,1,...,D — 1.

El pardmetro T no es simplemente una constante de proporcionalidad, sino que tiene una
interpretacion fisica clave: es la tensién de la cuerda, que determina la escala de energia de la
teoria. Esta tensién estd relacionada con otras cantidades fisicas importantes, como la longitud
de la cuerda /s y la escala de masa M, a través de la constante o/. En concreto, se tiene:

1
T=— 0y =2mVo! M, =

2o’

1
Vol

La longitud de la cuerda £s representa la extensién espacial tipica de una cuerda, mientras que

(2.1.2)

M, es la escala de masa asociada a sus modos de vibracién. Estas cantidades son fundamentales

para entender las propiedades fisicas de la teoria y su conexién con fenémenos a bajas energias.

LA lo largo de esta tesis utilizaremos indistintamente el término “hoja de mundo” y su equivalente en

inglés, worldsheet.



La accién (2.1.1) proporciona una interpretacion sencilla y describe con precisién la dindmica
cldsica de la cuerda. Sin embargo, la presencia de la raiz cuadrada en su expresién dificulta
considerablemente su cuantizacion. Para superar esta dificultad, se introduce una formulacién
alternativa de la accién de la cuerda, clasicamente equivalente a la de Nambu-Goto, pero que
elimina la raiz cuadrada a costa de incorporar un nuevo campo

1
4o/

5= / P V=R 9 XH 85X" 1y (2.1.3)

donde h = det h es el determinante de la métrica hog, y 0o = a% denota la derivada parcial
con respecto a las coordenadas ¢ = (7,0) de la hoja de mundo. Los indices «, 3,--- = 0,1
recorren las dimensiones de la hoja de mundo. Esta formulacién es conocida como la accién de

Polyakov [41-44].

Desde la perspectiva de la hoja de mundo, la accién de Polyakov describe un conjunto de
campos escalares X# acoplados a una métrica dindmica h,g, que actia como un campo de
gravedad en dos dimensiones. Por otro lado, desde la perspectiva del espacio-tiempo, estos
campos X* corresponden a vectores que representan las coordenadas de la cuerda, cuyos indices

se contraen en la accién con la métrica de Minkowski 7, del espacio-tiempo.

La accion (2.1.3) posee las siguientes simetrias:

1. Invariancia de Poincaré: La accién de Polyakov es manifiestamente invariante bajo trans-

formaciones de Poincaré en un espacio-tiempo de dimensién D

X" (o) = X"(o) = A" X" (o) +c*, (2.1.4)
hag(o) = hag(o) = has(o). (2.1.5)
Aqui, A*, es una transformacion de Lorentz y ¢* un vector de traslacién constante. Desde

la perspectiva de la teoria de campos en la hoja de mundo, esta simetria puede interpretarse

como una simetria interna global.

2. Difeomorfismos (reparametrizacién de la hoja de mundo): Ante la redefinicién de las

coordenadas de la hoja de mundo como o — 5%(0), los campos transforman segun

Xto) — XME) =X (o), (2.1.6)
~ oY do?d
hes(0) = Fapl@) = o2 9T i), 2.1.7)



siendo asi una simetria local. En particular vemos que los campos X* transforman como
escalares en la hoja de mundo, mientras que h,s juega el papel de una métrica en dos

dimensiones.
3. Invariancia de Weyl: Esta simetria local actia de la siguiente manera

Xto) — XM(o) = XH (o), (2.1.8)

hag(0) = hag(o) = Q*0)has(o) . (2.1.9)

Las configuraciones de cuerdas relacionadas por transformaciones de Weyl corresponden
al mismo estado fisico, lo que introduce una redundancia adicional en la descripcién de

Polyakov que no esta presente en la de Nambu-Goto.

La combinacién de las simetrias locales sobre la hoja de mundo, difeomorfismos e invariancia de
Weyl, permite elegir convenientemente la métrica h,g, eliminando grados de libertad mediante

un fijado de gauge. En particular, es posible fijarla en la forma

hag = Nag (2.1.10)

es decir, la métrica de Minkowski en la hoja de mundo, lo que simplifica considerablemente la

teoria.

Ahora analizaremos las ecuaciones de movimiento para X* que se obtienen a partir de la
variaciéon de la accién de Polyakov (2.1.3). Si consideramos una variacién infinitesimal de los

campos, la variacion de la accién toma la forma

1 o=l
= — odT 0y — + —- 7V —h0, 2.1.11
58 dodrd, (V—hh*P9sX") 6 X, o [ d V—=hd,X"5X,
s o=

4ol =0’
donde [ representa la longitud de la cuerda. La contribucién del segundo término en la expresién
anterior corresponde a un término de borde, cuyo comportamiento depende de las condiciones
de contorno y que, en general, debe anularse. Para determinar las ecuaciones de movimiento
requerimos que la variacién de la accién se anule para variaciones arbitrarias d X*, lo que nos

lleva a
Da (\/—hhaﬁaﬁX#) —0, (2.1.12)

la cual es equivalente a la ecuaciéon de movimiento que se obtendria a partir de la acciéon de
Nambu-Goto (2.1.1). Sin embargo, en la formulacién de Polyakov, la métrica h,g es un campo

dindmico que satisface su propia ecuacién de movimiento.



Antes de continuar con el andlisis de la ecuacién de movimiento, examinemos el término de
borde. Este debe evaluarse en funcién de las condiciones de contorno impuestas en los extremos

de la cuerda, considerando tanto cuerdas abiertas como cerradas.

Para una cuerda abierta, los dos extremos son independientes, por lo que los términos de
borde en ¢ = 0 y 0 = [ deben anularse de manera independiente. Para cada coordenada X*,
existen dos tipos posibles de condiciones de contorno:
o=l

=0.

e Condiciones de contorno de Dirichlet (D): 6.X, _0

o=l
=0.

e Condiciones de contorno de Neumann (N): 9, X* .
o=

El significado fisico de estas condiciones es claro: si un extremo de la cuerda cumple una condicién
de Dirichlet, su posicién esta restringida a un punto fijo. En cambio, una condiciéon de Neumann
indica que no hay flujo de momento en esa direccién, permitiendo el movimiento del extremo
de la cuerda en el espacio-tiempo. Dado que cada extremo de la cuerda puede cumplir una
condicién diferente, existen cuatro combinaciones posibles de condiciones de contorno: (NN),
(ND), (DN) y (DD). Ademsés, no es necesario que se imponga la misma condicién en todas las

direcciones del espacio-tiempo, lo que permite configuraciones mas generales.

Para cuerdas cerradas, la situacién es diferente. En este caso, la coordenada o es periddica,
es decir, 0 ~ o + . Por lo tanto, no hay bordes en ¢ = 0 y ¢ = [, ya que estos puntos estian

identificados. La condicién de periodicidad para cuerdas cerradas es:

XH(r,0 4 2m) = XH(T,0). (2.1.13)

Esta condicién garantiza que la cuerda forma un lazo cerrado sin extremos. Como consecuen-
cia, el término de borde en la variaciéon de la accién se anula automaticamente debido a la

periodicidad de X*#, por lo que no es necesario imponer condiciones de contorno adicionales.

A partir de ahora, nuestro anélisis se enfocara en cuerdas cerradas. Cuando sea pertinente,
mencionaremos las diferencias mas relevantes con respecto a las cuerdas abiertas. Retomando
la ecuacién de movimiento de los campos X*#, podemos aprovechar las simetrias de la accién de

Polyakov para reescribir (2.1.12) en el gauge conforme (2.1.10), lo que nos lleva a

D 0°XH =0, (2.1.14)
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una ecuacion de onda, cuya solucién general es de la forma

XH(r,0) = X[ (1 +0) + Xp(r - 0), (2.1.15)
con
1 1 [af —1_,
Xi(r+o0) = 530“ + 50/19“(7 +o)+i % Z Eaﬁe_m(”“’) :
n#0
1 1 ! 1 .
Xp(r—0) = g+ 5ap(1—0) +iy/ % > afe o) (2.1.16)
n#0

Las variables z# y p* representan la posicién y el momento del centro de masa de la cuerda,
mientras que &), y o), corresponden a las amplitudes de oscilacién de los modos (izquierdos y
derechos) de la cuerda. Para que X* sea real se requiere que los coeficientes de los modos de
Fourier cumplan con

ol =(ak,)", at=(a",)" . (2.1.17)

—n

Al cuantizar la teoria, estos coeficientes se convierten en operadores de creacion y aniquilacién
de los modos de vibracion de la cuerda. En términos de estos operadores, se define el niimero
de ocupacién de los modos como

N=>an-an, N=> ., an. (2.1.18)
n>0 n>0

La masa de los estados de la cuerda se determina a partir de la relacién usual en el espacio-
tiempo de Minkowski, M? = —p?, junto con condiciones derivadas? a partir de la ecuacién de
movimiento de la métrica de la hoja de mundo h,g. A partir de esto, es posible obtener la

siguiente relacion

M =2 <N+ N - 2) . (2.1.19)

o

Ademsds, los operadores N y N deben satisfacer la denominada Level Matching Condition
(LMC), que impone

N=N. (2.1.20)

Con esta estructura, podemos analizar el espectro de particulas de la teoria. Cada modo

de oscilacién genera un nuevo estado, lo que implica que en la Teoria de Cuerdas las particulas

estan asociadas a las vibraciones de la cuerda.

2No incluimos aqui la derivacién de estas condiciones, para lo cual remitimos a la bibliografia estandar

[23-34].
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Comencemos por el estado con N = N = 0, cuya masa es M? = —% < 0. Este estado

se asocia a una particula escalar conocida como taquién. La presencia de taquiones introduce
inestabilidades en la teoria y plantea problemas como la violacién de causalidad. Se interpreta
generalmente como una indicacién de que el vacio elegido es inadecuado. Sin embargo, la

introduccién de supersimetria permite remover el taquién de manera consistente [37,38].

El siguiente nivel corresponde a los estados sin masa (M? = 0), que cumplen N = N =1.
Estos estados son fundamentales en la teoria, ya que dominan la fisica a bajas energias. A
diferencia del taquién, los estados sin masa contienen excitaciones de osciladores. En concreto,
tienen un oscilador de cada tipo. Si denotamos el estado de vacio como |k), donde k representa

el momento del centro de masa, los estados sin masa se pueden escribir como
ewalta’ |k, (2.1.21)

siendo €, un tensor de polarizacién que permite describir el estado mas general posible. Para
identificar qué particulas corresponden a estos estados, descomponemos €, en representaciones

irreducibles del grupo de Poincaré:
€uv = Guv © b;u/ ©® ¢, (2122)

donde g, es un tensor simétrico sin traza, que representa al gravitén; b,,, un tensor anti-
simétrico conocido como el campo de Kalb-Ramond; y ¢ es un escalar denominado dilatén.
Para estados con N = N > 1, el espectro contiene particulas masivas, es decir, excitaciones que

aparecen a energias muy altas.

En el caso de cuerdas abiertas, el andlisis del espectro sigue un procedimiento similar, pero
con diferencias clave. La expansion de X* en modos normales contiene solo un conjunto de
osciladores o4, ya que la cuerda no tiene propagacién independiente de modos izquierdo y

derecho. Como resultado, el espectro estd dado por

M? = é(}\r —-1). (2.1.23)

Aligual que en la cuerda cerrada, el estado fundamental con N = 0 es un taquién, lo que sugiere
una inestabilidad en la teoria. En el primer nivel excitado (N = 1), encontramos un conjunto
de estados sin masa que se agrupan en un campo de gauge A*, caracteristica distintiva de la
cuerda abierta. En niveles superiores (N > 1), el espectro contiene estados masivos, andlogos

a los de la cuerda cerrada. Mientras que la cuerda cerrada predice, entre otros, la presencia de

12



la gravedad en el sector no masivo, la cuerda abierta da lugar a interacciones de gauge, lo que

sugiere su conexién con teorias de Yang-Mills.

Finalmente, un aspecto caracteristico de la Teoria de Cuerdas es la restriccién sobre la
dimensionalidad del espacio-tiempo. El analisis de las simetrias de la acciéon de Polyakov muestra
que la teoria posee simetria conforme. Sin embargo, al cuantizar la teorfa, surgen anomalias
que rompen dicha simetria. Para eliminarlas, se requiere un ntimero especifico de campos en la
teoria: 26. Dado que el indice u en X* etiqueta tanto el nimero de campos como las coordenadas
del espacio-tiempo, se concluye que la teoria es consistente solo en una dimensién critica de

D = 26.

2.1.2 La cuerda supersimétrica

Como hemos visto, la teoria de cuerdas bosénica enfrenta dos problemas fundamentales que
impiden su aplicacion como modelo realista de la fisica observable. Por un lado, su espectro
carece de fermiones, los cuales son esenciales para describir la materia en nuestro universo; por

el otro, la presencia de taquiones senala inestabilidades y problemas de consistencia en la teoria.

La solucién a estas dificultades surge con la incorporacién de la supersimetria, una simetria
que relaciona bosones y fermiones. Para introducir fermiones en el marco de la teoria de cuerdas,
se modifica la accién de Polyakov anadiendo un término cinético para un espinor de Majorana

de dos componentes

“w
Pt = v , (2.1.24)

wu
que transforma ademds como un vector bajo el grupo de Lorentz del espacio-tiempo. La accién

resultante es [44]:
1
4dra/

S =

/ d*0 (0o X" X, — 10"y *Oathy) (2.1.25)

donde v* es una representacion bidimensional del algebra de Clifford, generada por las matrices

~%, que satisfacen la relacién de anticonmutacién:

(%77} =27, (2.1.26)

con % la métrica de Minkowski en dos dimensiones. Esta estructura garantiza la consistencia

del sector fermidnico de la teoria.
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La accién (2.1.25) es invariante bajo transformaciones supersimétricas en la hoja de mundo,

que intercambian bosones y fermiones. Concretamente, los campos X# y ¢* transforman como
OXH =€yt oYt = —iy®0, X e, (2.1.27)
donde € es un parametro infinitesimal fermidnico.

Al igual que en el caso bosoénico, es necesario imponer condiciones de contorno para los

campos fermionicos. En cuerdas abiertas se distinguen dos tipos:

e Condiciones de contorno de Ramond (R):
Y0, 7) = (0,7), il T) =", 7). (2.1.28)
e Condiciones de contorno de Neveu-Schwarz (NS):
Y0, 1) =1 (0,7), (L T) ==yt (1, 7). (2.1.29)

En el caso de cuerdas cerradas, las condiciones de contorno para los modos izquierdos y derechos
de la cuerda pueden elegirse de manera independiente, dando lugar a configuraciones periddicas
(R) o antiperiddicas (NS), que generan cuatro sectores distintos de la teorfa: R-R, NS-NS, R-NS
y NS-R. Esta estructura, que exhibe supersimetria manifiesta en la hoja de mundo, se conoce
como el formalismo Neveu-Schwarz-Ramond (NSR) [45,46]. Cabe mencionar que, para conseguir
supersimetria en el espacio-tiempo, es preciso aplicar la proyeccién GSO [37,38], que garantiza

la correcta relacion entre espin y estadistica.

Otra formulacién relevante de la teoria de supercuerdas es el formalismo de Green-Schwarz
(GS) [47-49], que presenta la ventaja de hacer explicita la supersimetria en el espacio-tiempo. No
obstante, su cuantizacién ha sido posible tnicamente en el gauge de cono de luz [50]. Ademas,
existe una cuantizacién covariante basada en este enfoque, conocida como el formalismo de

espinores puros, que mantiene la supersimetria del espacio-tiempo de manera manifiesta [51,52].

La diversidad de condiciones de contorno en cuerdas abiertas y cerradas da origen a cinco
teorias de supercuerdas distintas: tipo I, tipo IIA, tipo IIB, y las teorias heterdticas Eg x Eg y
SO(32). En particular, la eleccién de condiciones NS en ambas direcciones (NS-NS) genera un
espectro que, entre otros campos, contiene el tensor métrico g,,,,, el campo antisimétrico b, y el
dilatén ¢. Este contenido es comin a todas las teorfas de supercuerdas®, asf como a la cuerda

bosonica.

3Con la excepcién de la teorfa tipo I, que no contiene el campo de Kalb-Ramond by -
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En las teorias tipo II, la imposiciéon de condiciones de contorno R-R da lugar a la aparicién
de tensores antisimétricos de distintos rangos, denotados como C'™), con n par en la teoria tipo
IIB e impar en la tipo ITA. Por otro lado, las teorias heterdticas combinan los modos izquierdos
de la cuerda bosoénica con los modos derechos de la supercuerda, lo que da lugar a una estructura
con supersimetria N/ = 1. No obstante, se diferencian en el grupo de simetria bajo el cual se

agrupan los vectores de gauge.

En la siguiente tabla se resume el contenido de campos bosénicos de las cinco teorias de

supercuerdas. Todas ellas requieren que la dimensién critica del espacio-tiempo sea D = 10,

Nombre Tipo de cuerdas Espectro bosénico SUSY
Tipo 1 cerradas y abiertas Guvs &5 Ay, Ch N=1

Tipo IIA cerradas G by, @, Coiy Chinp N =2
Tipo IIB cerradas G by @, Co, C, Cf oy | N =2
Heterotica Eg x Eg cerradas Guvs by @, Ay N =1
Heterdtica SO(32) cerradas vy by, ¢, A, N =1

en contraste con la cuerda bosonica, cuya dimensién critica es D = 26.

Finalmente, es importante destacar que los fermiones en el espacio-tiempo surgen del sector
mixto NS-R o R-NS en el caso de cuerdas cerradas, mientras que en cuerdas abiertas provienen
directamente del sector R. En consecuencia, las teorias heteréticas y la tipo I incorporan un
gravitino, un dilatino y un gaugino, mientras que las teorias tipo Il poseen dos gravitinos y dos

dilatinos, lo que refleja su grado de supersimetria duplicado.

2.2 Dualidades de cuerdas

Aunque las cinco teorias de supercuerdas en diez dimensiones parecen, a primera vista, indepen-
dientes, pueden entenderse como distintos limites de una teoria unificada en once dimensiones:
la teoria M. La relacién entre estas teorias se describe a través del concepto de dualidades de
cuerdas, las cuales establecen conexiones entre ellas y la teoria M, proporcionando una visién
unificada de la teoria de cuerdas. Ademads, estas dualidades introducen simetrias en el limite

de bajas energias (supergravedad), lo que permite determinar propiedades de la accién efectiva,
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como las interacciones de orden superior en derivadas de los estados no masivos.

Entre estas simetrias, la dualidad T [53-56] juega un papel fundamental al conectar teorias
formuladas en espacios geométricamente distintos. Esta dualidad se basa en la naturaleza uni-
dimensional de la cuerda, lo que permite que las cuerdas cerradas se enrollen alrededor de ciclos
no contraibles si el espacio tiene dimensiones compactas. Como consecuencia, el espectro de la
cuerda incluye modos de enrollamiento ademas de los modos de momento. La dualidad T inter-
cambia estos modos entre distintos espacios compactos, garantizando que la fisica permanezca

invariante.

Por otro lado, la dualidad S [57-60] es una simetria no perturbativa que relaciona la teoria
de cuerdas tipo IIB en el régimen de acoplamiento fuerte con su version en el régimen de
acoplamiento débil. Dado que las dualidades T y S generan transformaciones que no conmutan
entre si, su combinaciéon da lugar a un grupo de simetria mas amplio conocido como dualidad
U [60]. Esta simetria unificada resulta fundamental en el contexto de la teoria M, ya que per-
mite conectar distintos regimenes de acoplamiento y diferentes geometrias de fondo, incluyendo

configuraciones no perturbativas.

Aunque las dualidades S y U son fundamentales para la comprensién global de la teoria
de cuerdas y la teoria M, su estudio detallado queda fuera del alcance de esta tesis. En su
lugar, exploraremos en profundidad la dualidad T, con especial énfasis en aquellos aspectos mas

relevantes dentro de la teoria de cuerdas para su integracién en la Teoria Doble de Campos.

2.2.1 Compactificacion y dualidad T

Hasta ahora, hemos analizado el espectro de la cuerda cerrada y cémo sus modos excitados
generan particulas sin masa. En este proceso, hemos visto que la consistencia de la teoria exige
un numero de dimensiones mayor al observado macroscopicamente, lo que sugiere que algunas
de ellas deben ser compactas y de tamano reducido. A continuacién, exploraremos cémo esta
compactificacién modifica el espectro de la cuerda cerrada en el caso més simple: cuando una

de las dimensiones estd enrollada en un circulo.

El primer efecto de la compactificacién es la cuantizacion del momento en la direccién com-

pacta, ya que una onda propagandose en una dimensién periddica solo puede tener ciertos valores
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discretos de momento. Esto se expresa como
p=—, nezr. (2.2.1)

donde n es un nimero entero y R es el radio de la dimensién compacta.

El segundo efecto es que las condiciones de frontera para el campo escalar en esa direccién

se vuelven mas generales
X(o+27m)=X(0) +21wR, welZ, (2.2.2)

en comparacién con (2.1.13). Aqui, el nimero entero w indica cudntas veces la cuerda se enrolla

alrededor del circulo y se denomina nimero de enrollamiento (winding number).

Estos efectos modifican la relacién entre los niveles de energia y la masa desde la perspectiva
de un observador en las direcciones no compactas. En particular, el espectro de masas queda
determinado por

n? w?R?2 2

9 ~

Ademids, la LMC, que originalmente imponia N = N , ahora se modifica segun
N—-N=nw. (2.2.4)

Este resultado revela un aspecto caracteristico de la teoria de cuerdas: una cuerda con n > 0
unidades de momento en la direccién compacta adquiere una contribucion a su masa que puede

ser replicada si la cuerda se enrolla w > 0 veces alrededor de esa direccion.

A partir de (2.2.3), observamos que el conjunto de estados permanece invariante bajo la
transformacion

/

n < w, RHE:%, (2.2.5)

la cual intercambia los modos de momento con el niimero de enrollamiento, asi como el radio del
espacio compacto. Esta simetria, sin andlogo en la fisica de particulas, surge de la naturaleza
extendida de la cuerda: a diferencia de una particula puntual, la cuerda es sensible tanto a su

momento como a su interaccién con la estructura global del espacio compacto.

La transformacién (2.2.5) se conoce como dualidad T y, lejos de limitarse al espectro de
masas, constituye una simetria exacta de la teoria de cuerdas. Esta exactitud implica que la
fisica en un espacio compacto de radio R es completamente indistinguible de la correspondiente

. . = / . . . . z
a un espacio con radio R = %. En consecuencia, no existe un radio preferido en la teorfa de
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cuerdas: una compactificaciéon con R > o' describe exactamente la misma fisica que otra con

R < o/, pero con los roles de los modos de momento y enrollamiento intercambiados.

Este resultado sugiere que la nocién clésica de geometria debe ser revisada en el contexto de
la teoria de cuerdas, donde la dualidad T revela la existencia de nuevas simetrias que van mas

alla de las esperadas en un marco puramente gravitacional.

Compactificaciones toroidales: Transformaciones de O(d, d;Z)

Cuando mas de una dimensién estd compactificada, las transformaciones de dualidad T se or-
ganizan en una estructura de simetria mas amplia: el grupo O(d,d;Z), donde d es el nimero
de dimensiones compactas. En este marco, los nimeros cuanticos n y w pueden interpretarse
como componentes de un vector en un espacio de dimensién 2d, sobre el cual actia este grupo

de transformaciones.

El grupo O(d, d; Z) no solo generaliza la simetria de la dualidad T en un circulo (2.2.5), sino
que también permite comprender como ciertas propiedades de la teoria de cuerdas permanecen
invariantes bajo transformaciones del espacio compacto. Sus elementos pueden describirse me-
diante matrices 2d x 2d, que actiian linealmente sobre el espacio de momentos y enrollamientos.
Estas matrices, que denotamos por h™ y, caracterizan transformaciones que dejan invariante la

métrica del grupo

WM PN g = MY (2.2.6)
donde
0 & 0 &7
NMN = R I N = : et =My . (2.2.7)
57 0 5 0

Aqui, los indices M, N = 1,...,2d corresponden a O(d,d;Z), mientras que los indices i,j =

1,...,d estan restringidos al espacio compacto.

Los modos de momento n’ y enrollamiento w; ahora son objetos d-dimensionales, que pueden

organizarse en un vector de momento generalizado:

w
PM " (2.2.8)
ni

En términos de esta cantidad, el espectro de masas se expresa como
M? = (N+ N —2)+ PMHynPN (2.2.9)
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donde
ij —g*p,.
Huv=| 7 Ik , (2.2.10)
big™  gij — big" by
se denomina métrica generalizada [55,56]. La LMC toma la forma

1
N-N= 5PMnMNPN : (2.2.11)

lo que implica que, para los estados no masivos (con N = N = 1), los modos de momento y

enrollamiento deben ser ortogonales entre si, es decir, n'w; = 0.

Revisemos la estructura de O(d, d;Z). Cualquier elemento de este grupo de dualidad puede

generarse a partir de los siguientes cuatro subgrupos:

e Dualidades factorizadas:

M oy —tty tY .
pOM , t = diag(0,...,0,1,0,...,0), (2.2.12)

tij 50—t
donde el 1 en la matriz ¢, de dimensién d X d, estd en la posiciéon k-ésima. Estas transfor-

maciones generalizan la dualidad T del circulo (2.2.5) a través de las denominadas reglas

de Buscher [53,54]:

1 by IkiGkj — Dribi;

Gkk = — ki = — Gij = gij — ————————, (2.2.13)
9kk 9kk 9kk
b — L by by — TR ROk (2.2.14)
Jkk Jkk

1

Se observa que en la direccién k, g y g7 se intercambian, tal como ocurre en el caso del

circulo, donde R y o//R se transforman uno en el otro.

e Difeomorfismos:
a; 0
MWMy=1"7 "1, aecGL®d). (2.2.15)
0 aﬂ
Estas transformaciones corresponden a cambios de coordenadas dados por la matriz in-

vertible a.

e Desplazamientos B:
5 0
WMy=|(""7 "], Bj=-Bj. (2.2.16)
Modifican el campo de Kalb-Ramond mediante una matriz antisimétrica B;;, sin alterar

la métrica.
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e Transformaciones (:
5t By g N
My =7 5' . B9 =—pit, (2.2.17)
0 o7

Introducen una matriz antisimétrica 8% que afecta la estructura del espacio dual. Este

tipo de transformaciones pertencen al sector no geométrico de O(d, d;Z).

Asi, para compactificaciones toroidales, la dualidad T actta sobre los objetos relevantes como

Hyn — hyhy@Hpg, PM s pM PN heO(d,d;7Z). (2.2.18)

La dualidad T también afecta al dilatéon. Dado que las amplitudes de dispersion del dilatén
son invariantes bajo dualidad T, la relaciéon entre el acoplamiento de cuerdas en d y d — 1

dimensiones debe preservarse. Asi, la combinacién invariante bajo dualidad T es
Ve . (2.2.19)

Miés alld de su papel fundamental en la teoria de cuerdas, el grupo O(d, d;Z) se encuentra
inmerso en una estructura atin mas amplia: O(d,d;R). Este tltimo, a diferencia del primero,
es un grupo continuo que aparece como simetria global de la teoria de cuerdas en el limite de

bajas energias.

En este contexto, O(d,d;Z) puede interpretarse como la realizacién discreta de O(d,d;R)
que surge al considerar los efectos de la cuantizacion en la teoria de cuerdas. Mientras que
O(d, d;R) describe transformaciones continuas sobre los campos de fondo, O(d, d;Z) restringe
estas transformaciones a aquellas que preservan la estructura cudntica de la teoria, como la
cuantizacién de los modos de momento y enrollamiento. Asi, en tanto que O(d,d;R) describe
las simetrias clasicas de la teoria, O(d,d;Z) captura las que persisten en el régimen cudntico.
Esta distincién es crucial para comprender cémo las dualidades y simetrias de la teoria de cuerdas

se manifiestan en ambos niveles.

En la siguiente seccién, exploraremos en detalle este limite de bajas energias, donde la teoria
de supergravedad emerge como una descripcién efectiva de la teoria de cuerdas en regimenes de

energia suficientemente pequenos.
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2.3 El limite de bajas energias: Supergravedad

Las teorias de supercuerdas, con sus torres infinitas de estados masivos, son dificiles de tratar
en su formulacion completa. En la préictica, es comin trabajar en un régimen de energias donde
es posible una descripcién en términos de una teoria de campos efectiva. Asi, en el limite
de bajas energias de la teoria de cuerdas (cuando la energia es mucho menor que la escala
caracteristica de la cuerda Mj), las contribuciones de los estados masivos pueden ignorarse de
manera segura, y la descripcién mas adecuada que se obtiene se da en términos de acciones de

supergravedad.

Las teorias de supergravedad surgieron como extensiones de la relatividad general que incor-
poran campos bosénicos y fermidnicos, con una supersimetria local que generaliza la simetria
de Poincaré [61]. Aunque no se ha demostrado que la supergravedad sea una teoria perturba-
tiva finita a todos los érdenes, sus acciones efectivas siguen siendo fundamentales en numerosas
aplicaciones. En particular, un resultado notable es que describen el comportamiento efectivo

de baja energia de las teorias de supercuerdas.

Existen diversos métodos para obtener las acciones efectivas de supercuerdas, asi como sus
correcciones en derivadas. Por ejemplo, pueden derivarse imponiendo simetrias del espacio-
tiempo y de gauge, asi como la cancelacion de anomalias. Otra estrategia consiste en exigir que

la accién efectiva reproduzca las amplitudes de dispersion de la teoria de cuerdas.

En esta seccion, exploraremos la accién efectiva de supergravedad y su derivaciéon a partir de
la teoria de cuerdas. Ademds, analizaremos las correcciones en o/, las cuales incluyen términos
de orden superior en derivadas y permiten extender la validez de la descripcion efectiva al

incorporar efectos caracteristicos de la teoria de cuerdas.

2.3.1 La accion efectiva

Los estados sin masa de la cuerda cerrada corresponden a tres campos diferentes, los cuales
configuran el fondo en el que se propaga la cuerda. La accién de la cuerda en dicho fondo es

1
Aol

S

/ d*c Vh [gW(X)aaX“(?aX” + b (X)Ba X0 X e + o/ p(X)RP | | (2.3.1)

donde R® es el escalar de Ricci bidimensional de la hoja de mundo y €*? es el tensor anti-

simétrico, normalizado de modo que vhe'? = +1. Aunque esta accién generaliza naturalmente
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la accién de Polyakov (2.1.3), introduce interacciones entre los campos escalares.

Aunque el acoplamiento del dilatén desaparece en una hoja de mundo plana (R(Q) =0), en
general viola la invariancia de Weyl incluso a nivel clasico. No obstante, esta violacion puede
compensarse a nivel cuantico por una contribucién de un loop, que surge de los acoplamientos
con g, y by al calcular las funciones beta del grupo de renormalizacién, asegurando que la

invariancia de Weyl se preserve en la teoria completa.

Para estudiar esta ruptura, analizamos la traza del tensor energia-momento? (T%,). Cada

campo contribuye de manera distinta a esta traza, definiendo tres funciones beta diferentes:

1 7 v i « v 1
(T%) = =55 Buwlg)y P00 X 05 X" — oo v (b)e BOn XM XY — 5ﬁ(qs)R(?), (2.3.2)
las cuales estdn dadas por [62],
/
Bur(9) = &/ Ry +20/V,u V6 — T HunuH™ (2.3.3)
O[/
B/W(b) = 7EVAH>\/LV + a/v/\¢ H)xul/ ) (234)
o 2 / © o LU

donde H,Wp = 38[,ub1/p]‘

Un fondo consistente en teoria de cuerdas debe preservar la invariancia de Weyl, con lo cual

hay que exigir que el tensor energia-momento debe tener traza nula, lo que implica

Buv(9) = B (b) = B(¢) = 0. (2.3.6)

Estas ecuaciones pueden interpretarse como las ecuaciones de movimiento del fondo en el que
la cuerda se propaga. Podemos buscar una accién en un espacio-tiempo 26-dimensional cuyas

ecuaciones de movimiento reproduzcan estas ecuaciones beta, lo cual nos lleva a la accién efectiva
1
S = / d*X /—ge ™ |R + 4V ,¢VH'p — EHWHW , (2.3.7)

donde R es el escalar de Ricci en 26 dimensiones. A partir de ahora, nos referiremos a esta

accion como la accion de supergravedad.

Comentarios sobre las acciones efectivas de supercuerdas

Las teorias de supergravedad se caracterizan por el niimero de supersimetrias N y la dimensién

del espacio-tiempo D en el que estdn definidas. El nimero de componentes de los espinores

4El cual se obtiene a partir de la ecuacién de movimiento para la métrica del worldsheet hog.
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irreducibles, conocidos como supercargas, determina el nimero maximo de supersimetrias que
una teoria de campos puede tener, siempre que esta no incluya particulas de espin mayor a dos.

Este limite superior es de 32 supercargas.

Por ejemplo, en D = 4, un espinor tiene cuatro componentes reales, lo que implica que el
nimero méximo de supersimetrias es N’ = 8. Este es el caso de la supergravedad maximal en
cuatro dimensiones. Un ejemplo particularmente importante es la supergravedad en once dimen-
siones, donde el espinor tiene 32 componentes, correspondiendo a A" = 1. En esta dimensién, la

teoria de supergravedad es Unica, y solo existe un multiplete de supergravedad.

El procedimiento para calcular la accién efectiva de baja energia descrito en esta seccién
también puede aplicarse a la teoria de supercuerdas. Se ha demostrado que la aproximacién de
baja energia de la supercuerda corresponde a una teoria de supergravedad en diez dimensiones,
la cual es una teoria cuantica de campos localmente supersimétrica. La supersimetria en la hoja
de mundo induce supersimetria en el espacio-tiempo, con N' = 2 para las teorfas de tipo IIA

y IIB. La forma en que estas supersimetrias se manifiestan en la teoria determina los distintos

Teoria de supercuerdas | Aproximacién de baja energia (SUGRA)
Tipo ITA Tipo ITA con N =2
Tipo IIB Tipo IIB con N = 2
Tipo I N =1 + Super Yang-Mills SO(32)
Heterética SO(32) N =1 + Super Yang-Mills SO(32)
Heterética Eg x Eg N =1 + Super Yang-Mills Eg x Eg

tipos de supercuerdas y sus respectivas acciones efectivas de baja energia, tal como se muestra

en la tabla anterior.

Como ejemplo, describiremos brevemente la accién efectiva de la cuerda heterdtica [63,64].
La estructura de la teoria de cuerdas heterética se basa en el hecho de que las cuerdas cerradas
que la componen tienen sectores de modos independientes para los movimientos hacia la derecha
v hacia la izquierda. En este marco, solo uno de los sectores es supersimétrico, lo que da lugar
a una supersimetria con N' = 1 en el espacio-tiempo. Esta supersimetria es suficiente para
eliminar el taquién del espectro. En particular, el sector izquierdo puede coincidir con el de
una cuerda puramente bosénica, mientras que el sector derecho corresponde a los modos de una

supercuerda.
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Ademss, la teoria de cuerdas heterdtica incorpora una teoria de gauge no abeliana del tipo
Yang-Mills, que surge de la compactificacién del sector bosénico en un espacio interno de 16
dimensiones. Esta estructura conduce a una teoria de supercuerdas en diez dimensiones. Por
consistencia cudntica, el grupo de gauge resultante debe ser SO(32) o Eg x Eg. Asi, la accién
efectiva de baja energfa, es decir, el sector bosénico de la supergravedad heterética [64], estd

dada por

1 1,
S = / A"z /=g e | R + 4V ,¢V ¢ — 75 Huwp " = S Fy ' F*i 4 fermi terms] . (2.3.8)

2.3.2 Correcciones o’ en supergravedad

Un aspecto fundamental de las acciones efectivas de cuerdas es la presencia de correcciones de
orden superior en derivadas de los campos, conocidas como correcciones . Dichas correcciones
pueden obtenerse mediante cdlculos de amplitudes de dispersién de estados de cuerdas [64—71]
o a partir de las condiciones de invariancia conforme de la teorfa en la hoja de mundo [72].
Ademas, las dualidades de cuerdas proporcionan una herramienta poderosa para determinar

estas correcciones [73].

A bajas energias, la accién efectiva de la teoria de cuerdas estd dada por (2.3.7). Sin embargo,
la teoria predice una serie infinita de correcciones con derivadas superiores, que enriquecen la
estructura de la accidn efectiva. KEstas correcciones tienen implicaciones profundas, ya que
modifican las ecuaciones de movimiento clasicas, introducen términos de interaccién y permiten
explorar fenémenos fisicos que no estan presentes en la aproximacién de supergravedad a orden
mas bajo.

La accién efectiva completa puede escribirse como una expansién en potencias de o/, de la

forma

S = /de —ge * (Lo+ /L1 + oLy + oLy +---) , (2.3.9)

donde Lg corresponde al Lagrangiano de supergravedad al orden mas bajo, y los términos L,

representan las correcciones de orden n en o/. Los primeros términos de la serie estdn dados

24



esquematicamente por

L; = Riem? + - -+ (bosénica/heterdtica),
Ly = Riem?® + - - (bosénica),
Ls = ((3) Riem®* + - -- (bosénica/heterdtica/tipo ITA /IIB).

Aqui, Riem” denota productos contraidos de n tensores de Riemann, y ((3) es la funcién zeta
de Riemann evaluada en 3. Los términos L1 y Ly se conocen completamente para las distintas
teorias que los contienen, mientras que en los ultimos anos se han hecho avances significativos

para determinar completamente la estructura de Lg [74-78].

Un aspecto importante de la expansién (2.3.9) es la aparicién de la dualidad T cuando se
compactifica la teorfa en un toro 7¢. Esta simetria aparece a todo orden en o' [73] y proporciona
una herramienta clave para determinar las contribuciones de orden superior compatibles con la

teoria de cuerdas.

En relacién con el papel de la dualidad T en supergravedad, es importante destacar que
esta simetria no estd presente en la teoria descompactificada, ya que los modos de enrollamiento
son infinitamente pesados y no contribuyen a la dindmica de baja energia. Sin embargo, en
una supergravedad completamente compactificada en D dimensiones (es decir, donde todas
las dimensiones son compactas, y entonces D = d), es posible reescribir la teorfa de manera
covariante bajo T-dualidad, o més generalmente bajo el grupo O(D, D;R)®. Esta reformulacién
hace que la simetria se manifieste a nivel de la teoria de campos. Con esta idea surge la Teoria

Doble de Campos, la cual sera el objeto de estudio del siguiente capitulo.

°En adelante utilizaremos la notacién O(D, D) para referirnos al grupo continuo O(D, D;R). Especi-

ficaremos cuando nos refiramos a su subgrupo discreto cuando sea necesario.
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Capitulo 3

La Teoria Doble de Campos con

supersimetria N =1

La riqueza de fenémenos asociados a las dualidades de cuerdas ha motivado el desarrollo de
teorias de campo que las incorporen como simetrias manifiestas. En este contexto, la Teoria
Doble de Campos (TDC) [16-22] se propuso como un marco para incluir la dualidad T como
una simetria fundamental en una teoria de campo. Una extensién de esta idea, que también
incorpora la dualidad S y hace explicita la simetria U, es la Teoria de Campos Excepcionales

(TCEx) [79-83)].

Este capitulo introduce los conceptos fundamentales de la TDC y su extension supersimétrica
[84,85], que constituyen la base del desarrollo de esta tesis. Para una exposicién detallada, se
recomienda la consulta de los trabajos de revisién [86-88]. Ademads de presentar el marco teérico

necesario, aqui se establece la notacién utilizada a lo largo del trabajo.

Las primeras dos secciones abordan la TDC bosénica, con un énfasis especial en el formalismo
de frame generalizado [89], que ofrece el marco adecuado para incluir supersimetria y considerar
correcciones de orden superior en derivadas. En la seccion siguiente, se explora la extension
supersimétrica ' = 1 de la TDC, introducida en [84]. Por su parte, la cuarta seccién conecta
con la teoria de supergravedad, parametrizando los campos de la TDC en términos de multipletes
de supergravedad. Méas adelante, se incluye el sector de gauge de la supergravedad heterética y

se anaden términos de super Yang-Mills a la parametrizacién.
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3.1 Aspectos basicos de Teoria Doble de Campos

La TDC esta definida en un espacio doble equipado con coordenadas XM = (x*,2,), que
pertenecen a la representacién fundamental del grupo de simetrias G = O(D, D). Los indices
M =0,...,2D — 1 etiquetan las coordenadas del espacio doble, donde D denota la dimensién
del espacio-tiempo, mientras que p = 0,...,D — 1. La motivacion para considerar un espacio
doble surge del interés por incluir a la dualidad T, presente en la teoria de cuerdas, como una
simetria de una teoria de campos. Al duplicar las coordenadas, se incorporan las coordenadas
duales, permitiendo una descripciéon mas simétrica y unificada de las relaciones entre modos de

momento y modos de enrollamiento.

La teoria se construye utilizando multipletes del grupo de dualidad, haciendo de G una
simetrfa manifiesta y global de la teorfa. Sea VM una densidad vectorial arbitraria con peso

w(V'), covariante bajo transformaciones de G, esta transforma segin
VM =pMyvN_  heO(D,D). (3.1.1)

Podemos definir una métrica invariante ante transformaciones de G, denotada como 7y y dada

por
0 oy
NMN = ) (3.1.2)
6, 0
la cual, junto con su inversa n™ ¥, se utilizara para bajar y subir indices de O(D, D).

Los campos fundamentales son: un tensor generalizado simétrico H sy, denominado métrica

generalizada, y una densidad escalar d, conocida como dilaton generalizado. El tensor H sy

uv —ghPb,,
Hun=| 7 g0 : (3.1.3)

1% loa
bup9?”  Guv — bupg” bow
combina la métrica del espacio-tiempo D-dimensional, g,,, y el campo antisimétrico, b,,, ex-
tendiendo el concepto de geometria para incluir estructuras no riemannianas. Por otro lado, el

dilaton generalizado d estd relacionado con el dilatén convencional de la teoria de cuerdas, ¢, a

través de
e =\ /—ge %, (3.1.4)

y afecta a la medida de integracion en el espacio doble, influyendo en la accién efectiva de la

teoria.
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Estos campos que, en principio dependen de las coordenadas dobles, contienen la informacién
del sector universal de las teorias de supergravedad, correspondiente al limite de bajas energias
de las teorias de supercuerdas. Aunque formalmente los campos dependen del conjunto de coor-
denadas dobles, debe existir algiin mecanismo para restringir la dependencia de las coordenadas
y ademas, dado que queremos una formulacién invariante bajo dualidad T, tal restriccion debe
ser invariante de dualidad. A continuacién discutiremos una condicién que restringe las posibles

configuraciones permitidas, consistentes con la fisica en D-dimensiones.

3.1.1 La derivada de Lie generalizada y el strong constraint

Ademas de duplicar el nimero de coordenadas espacio-temporales, en la TDC también se
amplian las simetrias locales para reflejar las dualidades heredadas de la teoria de cuerdas.
En particular, las transformaciones de difeomorfismos en el espacio doble se describen mediante

la derivada de Lie generalizada, cuya accién sobre VM estd dada por
LVM = Noyv M+ (0Meny — aneM) VN +w(V)aneN VY, (3.1.5)

con &M el pardmetro de difeomorfismos generalizado, dado por &M = (€*,Ay), siendo & el

parametro de difeomorfismos usuales, y A\, el pardmetro de transformaciones de gauge abelianas.

Si comparamos con la derivada de Lie convencional, es posible observar la aparicién de
términos adicionales, que reflejan la estructura extendida de las simetrias en el espacio doble.

Por ejemplo, al actuar sobre la métrica generalizada (con peso w(H) = 0) se obtiene
LeHyn = 80pHyn + (0mE" — 07¢n) Hpn + (OnE" — 07 ¢n) Hup (3.1.6)
mientras que sobre el dilatén generalizado e=2¢ (w(e™24) = 1)
Lee 2 = Moy e 4 oppeMe 2, (3.1.7)
La clausura del algebra de difeomorfismos generalizados impone vinculos sobre las derivadas

respecto a las coordenadas generalizadas. Es aqui donde aparece el denominado vinculo fuerte

(de ahora en mds usaremos su denominacién en inglés, strong constraint), dado por
ondMx = Oy x0Mx = 0, (3.1.8)

donde * representa campos de O(D, D) o combinaciones de ellos, y las derivadas 0y = (9, 5“)

forman parte de la representaciéon fundamental de G. Si escribimos (3.1.8) usando coordenadas,
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encontramos que una posible solucién es
Mx=0. (3.1.9)

Este vinculo reduce efectivamente el espacio doble al espacio-tiempo convencional de D di-
mensiones y garantiza que la teoria recupere los grados de libertad fisicos conocidos. Cuando
las coordenadas que se preservan corresponden a las coordenadas del espacio-tiempo usual, se
dice que el strong constraint se resuelve en el marco de supergravedad. En este marco, las
simetrias de la TDC se relacionan directamente con las simetrias de la supergravedad en D

dimensiones.

Consideremos entonces el caso en el que el strong constraint se resuelve en dicho marco. La
derivada de Lie generalizada (3.1.6) nos lleva a las transformaciones conocidas de los campos de
supergravedad

,ng,“, = ng,ul, , ﬁgb/w = Lgb,“, + 28@)\@ , (3.1.10)

donde L¢ es la derivada de Lie usual en D-dimensiones. Esta expresién muestra que la derivada
de Lie generalizada unifica de manera elegante las simetrias de difeomorfismos y de gauge en

una sola estructura, respetando las transformaciones esperadas de los campos en supergravedad.

Covariancia ante difeomorfismos generalizados

Un aspecto importante en las teorias de gravedad es la covariancia, que garantiza que las leyes
fisicas sean independientes del sistema de coordenadas elegido. Esto significa que las derivadas
de un tensor que transforma adecuadamente bajo las simetrias de la teoria también deben trans-
formar como tensores bajo dichas simetrias. En el contexto de la TDC, examinar la covariancia

bajo difeomorfismos generalizados es esencial para asegurar la consistencia de la teoria.

Veamos cémo transforma la derivada parcial de un vector Vi bajo difeomorfismos general-

izados (al ser un vector, w(V) = 0). Tenemos

0¢ (OMVN) = Oum (0¢VN)
= Ou (£70pVN + (OnE" — 07¢N) Vp) (3.1.11)
= ﬁg (8MVN) + O (ang — apr) Vp.

Se observa la apariciéon de un término extra que rompe la covariancia de la derivada parcial

bajo difeomorfismos generalizados. Para restaurar la covariancia, es necesario introducir un

30



término de conexién que compense este término anémalo. Consideremos el objeto I'yy v’ que
transforma segin

SeTun' = Leyn® + ou (One” - 9%¢n) . (3.1.12)

Con esto, podemos introducir la derivada covariante generalizada
VuVy =0V —TuntVe, (3.1.13)
la cual, por construccion, transforma covariantemente
0¢ (VMVN) = Le (VuVn) - (3.1.14)

El objeto I'ysn? se denomina conezidn afin generalizada, y juega un papel andlogo al de la

conexion afin en la geometria riemanniana, pero extendido al marco de la TDC.

Es posible imponer ciertas condiciones de compatibilidad para determinar las componentes
de la conexién afin. En relatividad general, por ejemplo, se requiere que la derivada covariante de
la métrica se anule (compatibilidad métrica) y que el tensor de torsién sea cero, lo que conduce
de manera Unica a los simbolos de Christoffel. En TDC podemos estudiar condiciones similares.

Por ejemplo, la compatibilidad de la derivada covariante con la métrica invariante de grupo nan

Vaunnpe = Ounne — Tun®nop — Tap®nng = —Tunp —Tupy =0, (3.1.15)

implica que la conexién es antisimétrica en los tultimos dos indices, es decir, determina las
componentes

Tarnp) = 0. (3.1.16)

Veamos ahora otra condicion relacionada con la generalizacion del tensor de torsién en la TDC.

Consideremos la siguiente definicion

Tunpe =Tunp), (3.1.17)

la cual transforma covariantemente como un tensor de tres indices y se denomina tensor de
torsion generalizado. De su definiciéon queda claro que imponer su nulidad determina la compo-

nente totalmente antisimétrica de la conexién afin
Piunvp) =0. (3.1.18)
Si ademaés consideramos condiciones sobre la métrica generalizada, se obtienen restricciones

adicionales sobre I'y;n? . Sin embargo, a diferencia de la geometria riemanniana en D dimen-

siones, en la TDC estas condiciones no son suficientes para determinar completamente todas las
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componentes de la conexién afin generalizada. Esta indeterminacién dificulta la construccion
explicita de un tensor de curvatura generalizado tnico, lo que a su vez, limita la incorporacién

de correcciones de orden superior en derivadas. Retomaremos esta discusion mas adelante.

3.1.2 La accién y las ecuaciones de movimiento

La dindamica de la TDC, se deriva a partir de una accién que es invariante bajo las simetrias
globales y locales de la teoria. Esta accién, andloga a la accién de Einstein-Hilbert pero formulada

en el espacio doble, se expresa como
S = /de e MR(H,d). (3.1.19)
El escalar de Ricci generalizado R(H, d) se define mediante la expresién

R(H,d) = 4HMN9y0nd — oy oy HMN + 40y  HMNond — 4AHMN 9y ddnd,

1 1
—§HMN8MHKL8KHNL + gHMNaMHKLﬁNHKL +AieyR,  (3.1.20)

donde A(gc)R representa contribuciones que se anulan al imponer el strong constraint.

Al parametrizar la métrica y el dilatén generalizados en términos de los campos de su-
pergravedad, segtin (3.1.3) y (3.1.4) respectivamente, y resolver (3.1.8) en el marco de super-
gravedad, la accién (3.1.19) se reduce a la accién del sector NS-NS (Neveu-Schwarz) de las teorias

de supergravedad en D dimensiones
1
S = /d% e 20 <R + 4V, pVHe — IQHWHW> , (3.1.21)

donde R es el escalar de Ricci convencional en D-dimensiones, ¢ es el dilatén y Hy,,, = 30),b,

es la curvatura asociada al tensor antisimétrico by, .

Para obtener las ecuaciones de movimiento de la teoria, es necesario variar la accién (3.1.19)
respecto a los campos fundamentales, es decir, el dilaton generalizado d y la métrica generalizada

HMN _ Esto nos lleva [22] a

048 = /dQDX e 2K 8d, (3.1.22)

oS = /d2DX e 2y SHMN (3.1.23)
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La variacién de la accién respecto al dilatén generalizado esta directamente relacionada con

el escalar de Ricci generalizado, resultando
K=-2R. (3.1.24)

Por su parte, la expresién para Kp;n es més elaborada. Consideramos (3.1.8), lo cual nos

conduce a

1 1
Kun = gaMHKLaNHKL — Z (8L -2 (8Ld)) (HLKaKHMN) + 200 0Nd (3.1.25)
1 1
—53(M|HKL3LH\N)K + 5 (0 —2(0,d)) (H* "o Hyywe + H (a0 H |v)) -
Sin embargo, las variaciones de HMY no son arbitrarias, debido a que la métrica generalizada

esta sujeta a la condicién HMN = pMPH anQN . Como consecuencia, solo algunas proyecciones

de Kpsn contribuyen efectivamente a las ecuaciones de movimiento.

Para aislar las componentes relevantes, introducimos los proyectores

1 — 1
Pyn = 3 (mun —Hun) Pun = 3 (mun +Hun) (3.1.26)

que permiten descomponer cualquier vector generalizado en sus componentes proyectadas
Vir = Py Vv + PuNViy = Vi + Vi (3.1.27)
Definimos entonces el tensor de Ricci generalizado como

Run = PurPn®Kpg + Pyt Pn9Kpg = Ky + Kay - (3.1.28)

Finalmente, las ecuaciones de movimiento de la TDC se obtienen al imponer que las varia-
ciones de la accién se anulan para variaciones arbitrarias, pero permitidas, de los campos, resul-

tando en

R=0, Run=0. (3.1.29)

Estas ecuaciones son las analogas en la TDC a las ecuaciones de Einstein en la relatividad
general, extendidas para incluir las dualidades y simetrias adicionales presentes debido al origen
cuerdistico de la teoria. Describen céomo el dilatéon y la métrica generalizada evolucionan y se

relacionan en el espacio doble, respetando las restricciones impuestas por la teoria.
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3.1.3 Curvaturas: El tensor de Riemann generalizado

Hasta ahora, hemos visto que la TDC posee una estructura geométrica analoga a la de la rela-
tividad general, pero definida en el espacio doble. La aparicién de conexiones cuyas componentes
se determinan a través de condiciones de compatibilidad similares a las de la teoria de Einstein
sugiere una riqueza geométrica significativa. Ademds, en la seccién anterior observamos que al
calcular las ecuaciones de movimiento de la TDC, llegamos a la definicién de los tensores de
curvatura generalizados R y R, lo cual nos lleva a considerar la posible existencia de un

tensor de Riemann generalizado R sy pY.

Sin embargo, es importante destacar una diferencia crucial entre la geometria riemanniana
y la geometria doble: a diferencia de lo que ocurre con la conexién afin en relatividad general,
en la geometria doble no existen condiciones suficientes para determinar completamente todas
las componentes de la conexién afin generalizada. Esto tiene implicaciones significativas en
la construccién de los tensores de curvatura y en la formulacién de las correcciones de orden

superior en derivadas [90].

Retomemos la idea del tensor de Riemann generalizado. Una primera aproximacién es ex-

tender al espacio doble la definicién convencional del tensor de curvatura, esto es
RMNPQ = 26[MFN]pQ + QF[M|RQF|N]pR . (3.1.30)

El problema que surge con esta definicién es que no transforma como tensor ante difeomorfismos
generalizados. En geometria riemanniana esta falla en la transformacion se corrige imponiendo
la condicién de torsién nula. Sin embargo, en la geometria doble esta condicién no cancela
todos los términos adicionales de la transformacion. Para resolver este problema, se considera

la siguiente combinacion

Runpg = Runpg + Reoun + TrunTpg (3.1.31)

la cual transforma covariantemente bajo difeomorfismos generalizados. No obstante, se presenta
un nuevo desafio: esta combinacién de conexiones y derivadas no proyecta las conexiones a su

parte determinada, por lo que nos queda un tensor de Riemann indeterminado.

Sin embargo esto no resulta un impedimento para definir el tensor de Ricci generalizado, ni
el escalar de Ricci generalizado, pues estos se obtienen a partir de trazas de las componentes de

(3.1.31) que nos llevan a las definiciones obtenidas via ecuaciones de movimiento. Por ejemplo,
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el escalar de curvatura generalizado estd dado por

R = Runt = RV, (3.1.32)
construido con cantidades totalmente determinadas.

La imposibilidad de construir un tensor de curvatura totalmente determinado en la geometria
doble es fundamental al intentar obtener correcciones en derivadas de orden superior en la
TDC y su conexion con las teorias de supergravedad. Al no poder construir términos del tipo
RMNPQRM NPQ que sean covariantes de dualidad, debido a la indeterminaciéon inherente en
las componentes de la conexién afin generalizada, se limita la capacidad de la TDC. Esto ha
motivado la busqueda de alternativas a lo largo de los anos, generando un campo activo de

investigacién.

3.2 El formalismo de frame generalizado

Para poder introducir campos fermiénicos y definir una teoria supersimétrica, es necesario contar
con simetrias locales, tales como las transformaciones de Lorentz en la relatividad general. En
las teorias geométricas convencionales, la introduccién de un wielbein (conocido como vierbein
o tétrada en cuatro dimensiones) es fundamental para describir dichas simetrias y explorar la
estructura local de la variedad diferenciable. El wielbein actia como un mapa entre el espacio
tangente y la variedad, permitiendo expresar cantidades geométricas en términos de referencias

locales.

En el contexto de la TDC, esto se logra en el formalismo de frame generalizado [89], el
cual no solo permite incorporar los campos fermiénicos necesarios para formular la extension
supersimétrica de la teoria, sino que también resulta esencial en el calculo de correcciones de
orden superior en derivadas. En esta formulacion se reemplaza la métrica generalizada como
campo fundamental de la teoria por el frame generalizado FEar?, que parametriza el coset

G _ O(D, D)
H OD-1,1)p xO(1,D—1)g’

(3.2.1)

donde G = O(D, D) corresponde al grupo de simetrias globales de la teoria, mientras que
el grupo H = O(D — 1,1)1 x O(1,D — 1)p refleja la duplicacién de las simetrias de Lorentz
(locales) necesarias para describir adecuadamente las propiedades geométricas del espacio doble

en la TDC.
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El frame generalizado estd sujeto a los vinculos
nun = Exi*napEN", Hyy = Ey*HapEN® | (3.2.2)

donde los indices M son indices del espacio doble, y los indices planos A se descomponen como
A = (a,a), con a,a = 0,...,D — 1. Las métricas nap y Hap son constantes, invertibles e
invariantes bajo la accion de H. La métrica n4p sube y baja indices planos, mientras que la
métrica H4p satisface la condicién Ho¢ HoP = §45. Con estas métricas invariantes podemos

construir los proyectores

1 — 1
Pyp = 3 (naB — Hag) , Pup = 3 (naB + Hagp) , (3.2.3)

que permiten descomponer un vector de Lorentz doble en sus componentes proyectadas
Va=PaAPVg + PAPVp =V +V,. (3.2.4)

Estas componentes representan las proyecciones del vector en los subespacios definidos por los
proyectores, correspondientes a las dos copias del grupo de Lorentz H. Los proyectores, junto

con sus inversas, nos serviran para subir y bajar indices proyectados.
La derivada de Lie generalizada actia sobre Ep? segin
EgEMA = §N8NEMA + (6M§N — 8N§M) ENA , (3.2.5)

y tal como en el formalismo de métrica generalizada, la consistencia de la construccion requiere
la imposicién del strong constraint (3.1.8). Junto al frame generalizado, el dilatén generalizado
d aparece en esta formulacién como campo fundamental, transformando como un escalar ante

las simetrias de la teoria.

En la siguiente seccién, exploraremos la accién de las transformaciones de Lorentz en el
espacio doble y como afectan al frame generalizado, profundizando en la estructura local y las

simetrias de la teoria.

3.2.1 Transformaciones de Lorentz en el espacio doble

La inclusién del grupo de simetrias locales internas H, requiere extender las transformaciones de
Lorentz al espacio doble. Una transformacién infinitesimal de Lorentz para un vector genérico

V4, covariante bajo H, toma la forma
oAVa = VBABA , (3.2.6)
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y en particular, para el frame generalizado tenemos

SaEy" = EyPAgt. (3.2.7)

La invariancia de las métricas nap y Hap ante esta transformacién impone condiciones
sobre el pardametro de Lorentz doble A p. Por ejemplo, consideremos la invariancia de 7, esto
es 0anap =0

5 =noBA°A +1acAs = Apa+ Aap =0

ATIAB = TICBA~ A T TNNACA™ B = ABA AB = U,
de donde obtenemos Aap = —Ap4, es decir, el parametro de Lorentz doble es antisimétrico en
sus dos indices. Un célculo similar, pero esta vez considerando la invariancia de H 4p, conduce

a la condicién A &= Agp = 0.

Covariancia ante transformaciones de Lorentz

Asi como con los difeomorfismos generalizados, resulta necesario covariantizar las derivadas al
incorporar la simetria de Lorentz doble. Sea un vector de Lorentz, V4, su derivada covariante
estara dada por

VuVa=0uVa+ wMABVB , (3.2.8)

donde wyra? es la conexion de spin generalizada. Nuevamente, podemos determinar algunas
de sus componentes al exigir ciertas condiciones de compatibilidad. Por ejemplo, la constancia

(covariante) de las métricas invariantes de H, nos conduce a

Vunap =0 — wyaB = —WMBA » VMHAB:()—)WMQEZWMEQ:O- (3.2.9)

Es posible relacionar la conexién de spin generalizada y la conexién afin generalizada, deman-
dando que el frame generalizado sea compatible con la derivada covariante, esto es V Ey? = 0.
Por lo tanto, no debe sorprendernos que no sea posible determinar todas las componentes de
la conexién de spin generalizada. En la seccion siguiente profundizaremos en las componentes
que se pueden determinar a partir de la condicién de compatibilidad del frame y en cémo estas

definen objetos que serdn fundamentales en el calculo de correcciones de orden superior en TDC.

3.2.2 Flujos generalizados

En la Teorfa Doble de Campos (TDC), la introduccién de los flujos generalizados proporciona

una forma de encapsular la dindmica de la teoria en términos de objetos que son, en gran medida,
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covariantes bajo las simetrias de la teoria. Estos flujos emergen naturalmente al considerar las
componentes determinadas de la conexién de spin generalizada y juegan un papel crucial en la

construccion de la accion y las ecuaciones de movimiento en términos de cantidades invariantes.

La condicién de compatibilidad del frame generalizado con la derivada covariante se expresa
como

VMENA:8MENA—FMNPEPA—WMBAENB =0. (3210)

Podemos aprovechar las propiedades de los indices planos, para lo cual resulta conveniente
aplanar los indices dobles utilizando el frame generalizado. Definimos asi la conexion de spin
plana® wapc = V2EM qwmpe, la conexién afin plana Tapc = V2L N EM AEN gEpc, v la
derivada plana 94 = V2EM 405;. Con estas definiciones, podemos manipular la condicién de
compatibilidad (3.2.10) y utilizando las propiedades del frame generalizado, resolvemos para la
conexién de spin plana

wapc = —0AEY pEnc — Tabc - (3.2.11)

Si bien (3.2.11) nos dice como es la conexién de spin generalizada, no es posible determi-
nar todas sus componentes, tal como anticipamos al finalizar la secciéon anterior. Esto se debe
a que no todas las componentes de la conexién afin generalizada quedan determinadas con
las condiciones de compatibilidad y de torsién nula. No obstante, podemos determinar cier-
tas componentes especificas: las componentes totalmente antisimétricas de la conexién de spin

generalizada y su traza.

Determinar las componentes totalmente antisimétricas de la conexién de spin generalizada es

posible gracias a que las condiciones planteadas nos conducen a I' ypc) = 0. Con esto obtenemos
wiapc) = — OuEY BEN|c) - (3.2.12)

Para determinar la traza de la conexién de spin imponemos que la derivada covariante V 4 se

2d

puede integrar por partes en presencia de la medida de integracién e™“%, esto es
/d2DX e 2l yv,vA = —/d2DX e 2 VAV LV, (3.2.13)
para V y V4 arbitrarios. Esto implica
wpaB = V26240, <e_2dEMA> . (3.2.14)

1Los factores de v/2 se introducen por conveniencia pensando en la parametrizacién de los multipletes

de dualidad para hacer contacto con la supergravedad en D dimensiones.
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En este punto tenemos todos los ingredientes para definir los flujos generalizados

Fapc = 304EYBENc), (3.2.15)

Fo = V20, EM 4 —204d, (3.2.16)

los cuales claramente estan relacionados a las componentes determinadas de la conexién de spin
generalizada. En particular vemos que el flujo Fapc es un objeto totalmente antisimétrico,

mientras que F4 se asocia con la traza la conexién de spin.

Dado que estos objetos estdn escritos con indices planos, son manifiestamente invariantes
O(D, D), asi como también cualquier combinacién de ellos. De cualquier modo, su compor-
tamiento bajo las simetrias locales (difeomorfismos generalizados y transformaciones de Lorentz
dobles) requiere una consideracién cuidadosa. Ante difeomorfismos generalizados es necesario

aplicar el strong constraint para que los flujos generalizados transformen como escalares
0cFapc = MOy Fapc,  0c¢Fa=EMOyFy. (3.2.17)

Aunque es posible relajar el strong constraint y aun asi obtener transformaciones covariantes
para los flujos generalizados [91], nosotros consideraremos en todo momento el caso en el que

(3.1.8) se impone.

Por otra parte, ante transformaciones de Lorentz dobles tenemos
AP aBc = _38[AABC’] —|—3AD[AFBO]D, oAFy = (9BABA —l—ABAFB . (3.2.18)

Los primeros términos en ambas transformaciones indican que estos flujos no son objetos tenso-
riales bajo la simetria de Lorentz doble, debido a las derivadas del pardmetro. Sin embargo, es
posible construir combinaciones especificas de los flujos generalizados que sean invariantes ante

estas transformaciones y, por lo tanto, sean objetos completamente covariantes.

Los flujos generalizados dependen de los campos fundamentales de la TDC y, por tanto, son
objetos dindmicos. Podemos construir cantidades covariantes a partir de los flujos generaliza-
dos de forma tal que nos permita expresar la accién de la TDC en términos de estos objetos

exclusivamente.

39



3.2.3 La accién y las ecuaciones de movimiento

La accién de la TDC en términos de los flujos generalizados se expresa como
S = /dQDX e MR(E,d), (3.2.19)
donde ahora el escalar de Ricci generalizado se expresa en términos de los flujos generalizados

1 1 1
R = cFapcFper (HADUBEUCF — 3HADHBEHCF> — HAB <2FAFB + 8AFB> . (3.2.20)

En principio, la accién incluye todas las proyecciones de los flujos generalizados presentes en

el escalar de curvatura. Sin embargo, podemos utilizar la identidad de Bianchi

1
FapoFAPC =20, F" + FaF%, (3.2.21)

para escribir el escalar de Ricci generalizado utilizando un conjunto de proyecciones especifico.
Esto resultara util para probar la invariancia de la accion al incluir supersimetria. Obtenemos
entonces

1

1 _
R = 20,F%+ F,F% — EFL,,CFL“ — §F@F‘@ : (3.2.22)

La accién (3.2.19) es invariante ante las distintas transformaciones de simetria de la teorfa.

Las transformaciones de los campos fundamentales se resumen en las siguientes expresiones

SEy® = hyNEnNA+ENONEN + (0mEY — 0NEun) En? + EnPAp?,  (3.2.23)

od

eNoyd — %8M§M . (3.2.24)

Finalmente, al considerar las ecuaciones de movimiento, recordemos que la TDC es una teoria
con restricciones, y las variaciones del frame generalizado no son completamente arbitrarias,
sino que estdn sujetas a vinculos. La situacién es similar a la que encontramos al discutir el
formalismo de métrica generalizada, donde fue necesario considerar proyecciones especificas de
la variacién de la accién respecto a la métrica generalizada, lo que nos condujo a definir el tensor
de curvatura de Ricci. Entonces, la variacién de la accién respecto al dilatén generalizado y al

frame generalizado nos conducen a las siguientes ecuaciones de movimiento
R=0, Rap =0, (3.2.25)

donde R es (3.2.22) y
Rap = OcFh — 0cFay® + F gy — F.Fayf. (3.2.26)
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3.3 Teoria Doble de Campos con supersimetria ' = 1

La Teoria Doble de Campos (TDC) captura de manera elegante las simetrias y dualidades
presentes en las teorias de supercuerdas. Para profundizar en la conexién con la supergravedad
y explorar las propiedades de la teoria en presencia de fermiones, es esencial considerar su
extensién supersimétrica. En esta seccién, presentamos la TDC con supersimetria N' = 1 en

diez dimensiones, a la que nos referiremos como TDC supersimétrica (TDCs).

La eleccién de D = 10 es natural, ya que en diez dimensiones los espinores de Majorana-Weyl
existen y son adecuados para describir la supersimetria N' = 1. Esto también coincide con las
dimensiones criticas de las teorias de supercuerdas, proporcionando un marco consistente para

estudiar la interaccién entre bosones y fermiones en el contexto de la TDC.

3.3.1 El algebra de Clifford generalizada

Para incorporar campos fermiénicos en la TDC, es necesario introducir una generalizacién del
algebra de Clifford que refleje la estructura del espacio doble. Consideramos las matrices gamma

Ya, que satisfacen una versién generalizada del algebra de Clifford para el grupo O(9,1)r,

{7% 79} — —2p%, (3.3.1)

donde P,y es el proyector correspondiente a una de las copias (Hy) del grupo de Lorentz en el
espacio plano. Estas matrices pueden elegirse de manera que su parametrizaciéon corresponda a
las matrices gamma convencionales en diez dimensiones, facilitando la conexién con las teorias

de supergravedad.

Es 1til definir los productos antisimétricos de matrices gamma

a

ok o b (3.3.2)

los cuales pueden calcularse recursivamente utilizando el dlgebra de Clifford (3.3.1). Estos
objetos son fundamentales para construir los términos de interaccién y las transformaciones de
los campos fermiénicos. En el Apéndice B se proporcionan detalles sobre las convenciones y la

lista de identidades tutiles de las matrices gamma en diez dimensiones.
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3.3.2 Contenido de campos y sus transformaciones

La TDCs incorpora, ademés de los campos bosénicos del formalismo de frame generalizado,
campos fermidnicos que completan el multiplete supersimétrico. Los campos fermiénicos funda-
mentales son: El gravitino generalizado ¥z, que transforma como un espinor de Majorana-Weyl
bajo O(9,1)r y como un vector de O(1,9)p; y el dilatino generalizado, que es un espinor de
Majorana-Weyl bajo O(9,1)r, y un escalar ante O(1,9),. Estos campos son escalares bajo las
transformaciones del grupo O(10,10) y los difeomorfismos generalizados. Sus transformaciones

bajo las simetrias locales de la teoria quedan expresadas como

;1
S(e.n) Vg = MOy Vg + TpA's + ZAM”—C%, (3.3.3)

1
dene=E"0ne+ TAn* 0. (3.3.4)

Tal como sucede con los vectores, la derivada de un espinor no es covariante bajo las trans-
formaciones de Lorentz dobles, por lo que necesitamos introducir una contribucién adicional en
la derivada covariante. Para un espinor genérico? ¥ de O(9,1)r, la derivada covariante actiia

como

1
VAZ = 948 — ZWAMI’—CE, (3.3.5)

y en particular, para los campos fermiénicos fundamentales de la teoria tenemos

= 1 1
VaWs =04V +w "0z — Jwane)™ Vg, Vae =040~ jwany™ 0. (3.3.6)
Ademas de las simetrias G, H y de los difeomorfismos generalizados, ahora tenemos transfor-
maciones de supersimetria A/ = 1. Estas transformaciones estdn parametrizadas por un espinor

de Majorana-Weyl €, y (al orden més bajo en fermiones) estan dadas por

1
S En? = ey AU BlE, 5, Sed = — e (3.3.7)

0e¥g = Vge, de0 = _’nggev

las cuales reflejan cémo los campos bosénicos y fermionicos se acoplan entre si en el marco de

la supersimetria N = 1.

2Por simplicidad omitimos los fndices espinoriales.
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Resumen de las transformaciones de los campos fundamentales

Las transformaciones de los campos fundamentales de la TDCs bajo las distintas simetrias junto

con los pardametros asociados a cada transformacion se resumen en la siguiente tabla

0(10,10) | Difeomorfismos | O(9,1)r | O(1,9)r | SUSY
[harv] generalizados [¢M] [Aab] [A7] €]
Ey? vector vector vector vector pA
d escalar densidad escalar escalar | escalar 0
vA escalar escalar espinor vector Ey?
0 escalar escalar espinor | escalar d

En particular se destaca que las transformaciones de Hy y Hgr corresponden a dos copias in-
dependientes del grupo de Lorentz, caracterizadas por distintas proyecciones del parametro.
Ademds, la tdltima columna muestra los compaiieros supersimétricos de cada campo, resaltando

la relacién entre los grados de libertad bosénicos y fermiénicos en el marco de la supersimetria

N =1.

3.3.3 La accién supersimétrica

Con las reglas de transformacion y el contenido de campos establecidos, podemos construir la

accién de la TDCs. La accion, al orden mas bajo en fermiones, es
§— / 40X 2 (R T, Wy — 57 V0 + ﬁavag) : (3.3.8)

donde R es el escalar de Ricci generalizado dado por (3.2.22), y los términos fermidnicos repre-
sentan las contribuciones cinéticas y de interaccion entre los campos fermionicos.

Para demostrar la invariancia supersimétrica de la accién, utilizamos las identidades tipo
Lichnerowicz [92], que relacionan los operadores de Dirac y las derivadas covariantes

(yﬁvﬂ@vb - vﬁva) €= —%Re, [va, ’}/QVQ} = %7973@6, (3.3.9)

donde aparecen (3.2.22) y (3.2.26). Estas identidades son esenciales para verificar que la

variacion de la accién bajo supersimetria se anula.
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Es importante notar que, en la construccion de los términos bilineales fermiénicos, no apare-
cen contracciones entre las matrices gamma y el gravitino generalizado. Esto se debe a que los
indices proyectados contraen con los proyectores Py y Pz, los cuales no tienen componentes
mixtas. Esta caracteristica refleja la estructura intrinseca de la TDC y tiene implicaciones en la

formulacion de las interacciones fermiénicas de orden superior.

Interacciones entre cuatro fermiones

Hasta este punto hemos discutido la extensién minima de la teoria para considerar supersimetria
N =1, con interacciones entre pares de fermiones acoplados a gravedad. Es posible considerar

interacciones no triviales entre cuatro fermiones, para lo cual debemos completar la accién (3.3.8)

segun
S = /d20X e (R + Loy + Luy) , (3.3.10)
donde
Lyy = EE’)/QVQ\I/E —07*Veo+ 2EEVEQ7 (3.3.11)
mientras que Ly
L/ b Td L (gd. ab Te
Layp = BETY (Q’YMQ) (‘I’ VLIm‘I’E> T 192 (‘I’ ’YM‘I’E> (Y0 V2) - (3.3.12)

Ademaés de incluir nuevos términos en la accién, es necesaria la correccién de las transfor-

maciones de supersimetria
_ 1_
SeEn™ = ey OB By + 6 BN, bed = —ep+01Vd,
0 Vg = Vae+ 0 0q, be0 = —1*Vae + V0,
en donde las etiquetas (3,4) hacen referencia al nimero de fermiones en la transformacion.
Un anélisis dimensional nos permite ver que las correcciones a los campos bosénicos no son

posibles, ya que son de orden superior en derivadas. Sin embargo, es posible anadir términos

con 3 fermiones a las transformaciones de supersimetria de los fermiones generalizados

1 1 1
0 = 1 (@) Vat 7 (0"0a) o+ 7 (Vac) e (3:3.13)
1 1 /=3
e = o (EWL"CQ) Yabet + 5 (WdWL'”WE) Vabee - (3.3.14)

Estas correcciones aseguran que la variacion de la accidén bajo supersimetria se anule hasta el
orden considerado. La derivacién de L4y y las transformaciones corregidas constituye uno de los

resultados originales de esta tesis y se detalla en la seccién 4.3.1.
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Es interesante destacar que, debido a las propiedades de los proyectores y a la estructura de la
TDC, los términos de interaccién entre cuatro fermiones son especificos y limitados. Este hecho
se relaciona con la simetria 0 presente en supergravedad y tiene implicaciones en la formulacién

de teorias efectivas, tal como discutiremos en el capitulo 4.

3.4 Parametrizacion y contacto con supergravedad

Como se mencioné anteriormente, la TDC se define en un espacio doble con coordenadas
XM — (gh, Z,), pertenecientes a la representacién fundamental de O(10, 10), con M =0, ..., 19.
Al imponer el strong constraint (3.1.8), podemos eliminar la dependencia en la mitad de las co-
ordenadas. En particular, al considerar la solucién 9+ = 0, es posible hacer contacto con la
supergravedad N = 1 en 10 dimensiones. Para lograr esto, necesitamos parametrizar los objetos
de la TDC (campos, parametros de transformacién, etc.) en funcién de los de supergravedad, y
ademas fijar un gauge que garantice que el nimero de grados de libertad coincida después de la
reduccién dimensional. De esta forma, el grupo de Lorentz doble se identifica con el grupo de
Lorentz convencional en diez dimensiones

Gauge fixing

0(9,1)rL x O(1,9)r 0(1,9).

Comenzamos con la descomposicién de los indices planos A = (a,a), que toman valores

a,a=0,...,9. Las métricas invariantes de H, nap y Hap, estan dadas por
—9ab O 9ab 0
NAB = “ , Hap=|" ; (3.4.1)
0 gE 0 g%

donde gqup y 955 son dos copias de la métrica de Minkowski 10-dimensional. Recordemos que, en
esta base, los indices proyectados (del espacio tangente) suben y bajan usando los proyectores

Puy, P, y sus inversas, construidas segin (3.2.3).

El frame generalizado se parametriza segin

1 —e€,q — by ¥y et
EM, = — na — Ovp€a el (3.4.2)
ﬂ €ua — bl/,ueyﬁ eta
el cual incorpora informacién sobre el campo de Kalb-Ramond b, y la métrica g,,, a través de

los wielbeins 10-dimensionales e,% y ¢€,%, que satisfacen

eugg@eub = e,uaggeub = 9uv - (3.4.3)
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Tras fijar el gauge identificaremos e, %0, = e,"0% = e,*, siendo e, el vielbein de supergravedad,
y los indices a,b,--- = 0,...,9, indices de O(1,9). Este paso reducird el grupo de Lorentz doble

al grupo de Lorentz convencional.

La medida de integracién de la accion de la TDC se debe identificar con la medida de
integracién de supergravedad, esto es e 24 = \/—ge~2?, lo cual nos conduce a la parametrizacién

del dilaton generalizado
1
d=¢— iln\/— ) (3.4.4)
con g el determinante de la métrica 10-dimensional.

Para los campos fermiénicos, comenzamos con el gravitino generalizado. Su parametrizacién
es

Uy = (Wq, Ug) = (0,1,02) . (3.4.5)

El dilatino generalizado se parametriza directamente como

o=p, (3.4.6)

siendo p un espinor de O(1,9). Sin embargo, si queremos conectar exactamente con la formu-
lacién presentada en [93-95] en términos del campo A, podemos utilizar la siguiente redefinicién

de campos

p=2X+~y",, (3.4.7)

donde tanto v, p y A pertenecen a la representacién espinorial de O(1,9), con el gravitino

transformando también en la representacion vectorial.

Ahora queremos expresar las transformaciones y la accién de la teoria en términos de los
campos de supergravedad en diez dimensiones. Para ello, es necesario conocer la parametrizacion
de algunas componentes de los flujos generalizados definidos en las ecuaciones (3.2.15) y (3.2.16).

Las componentes relevantes de los flujos generalizados al orden que estamos estudiando son

1
FM = -3 (w[abc] + 6Habc> 5L%a (3-4.8)
1
FE@ = - <wabc + 2Habc> 5%5$ = _wgz_c) s (349)
F, = (aue“a + et ey 90, — 2e“aa#¢>) 5, (3.4.10)

(£ _

donde definimos la conexién de spin con torsién w,, = =

Wepe £ %Habc, siendo wgp. la conexion

de spin usual en supergravedad y Hyp. = e#qe”pefHy,yp la 3-forma de curvatura del campo by,
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En el apéndice A se detallan nuestras convenciones en supergravedad, y en el apéndice C se lista

la parametrizacién de todas las componentes de los flujos generalizados utilizados en la tesis.

Con esta parametrizacién, procedemos a expresar las transformaciones de los campos, omi-
tiendo las transformaciones bajo O(10, 10) para simplificar. Comenzamos analizando las trans-
formaciones de las componentes E*, y E*g, lo que nos permitird obtener las transformaciones

de los inversos de los vielbeins 10-dimensionales. La transformacién de E¥, es

1 —
SE!, = Le¢BM,+ EfyAL, — Q%qzbEug

am, 1 1 1
e etadl = —=Leety0t — —=ely AP0 —

vzt V2 V2

1 b
Eva ety 0 3.4.11
2\/5 f)/aw b a ( )

mientras que la transformacién de E*z es

5 1
(SE”E = [fE'uﬁ + EugAba + ig’}/bqjaE‘ub

param. 1

V2

1 1 —
Serads = —=Leckudd+ ey Kludt -

e 1haety 0L . 3.4.12
NG 7 €y Yae"0g ( )

1
2v/2
Para hacer contacto con la supergravedad en 10 dimensiones, realizamos un fijado de gauge
que implica identificar e, *0g = €, 02 = e,*, siendo e, el vielbein de supergravedad y los indices

a,b,--- = 0,...,9, indices de O(1,9). Esta identificacién nos conduce a la relacién entre los

parametros de las transformaciones de Lorentz doble

Aay = — (Agy + Eaty)) = Aas (3.4.13)

donde A, parametriza las transformaciones de O(9, 1)1, Agp las de O(1,9)r, y Agp corresponde al
grupo de Lorentz O(1,9) en supergravedad. Esta relacién muestra como, tras el fijado de gauge,
las transformaciones de Lorentz dobles se combinan con las transformaciones de supersimetria

para recobrar las transformaciones de Lorentz convencionales en diez dimensiones.

Después de fijar el gauge y realizar las identificaciones necesarias, podemos listar las trans-
formaciones de los campos del multiplete de supergravedad: (e,®, by, ¢, ¥q, p). Estas trans-

formaciones se obtienen a partir de las de la TDCs al expresar los campos en términos de los

47



campos de supergravedad. Las transformaciones son
de,* = Lee," + e#bAb“ + %Evawu,
0buy = Lebuy + 200, + €yt » (3.4.14)
56 = Leo— o+ o',

1 1 1 1 -
S = Letiat vuha = pAoer" v+ Ve = 3 (@) i = 3 (') w0+ (Vup) €

1 1 /_ 1 /—
5p = Lep— zAay™p + 7"V e — Opyte — — (m‘“’cp) Yabc€ — o= (d)d’y"bcwd) YVabee -
4 384 96
La parametrizacion de la accién resulta en

1 _ _
S = / dz e e [R — ﬁHabcHa"c + 4V, ¢V — P Vithy + 5V Vap + 20V ap

1 — — _
5 Hane (B9, 12050 = pyp — 654" (3.4.15)
1 —abc>(*d ) 1 (*d abe ) 2 ]
=57 (79) (Fanca) = 15 (997" 4a) (Fanete) |
Esta accién es invariante bajo las transformaciones (3.4.14). Tanto la accién como las transfor-
maciones de los campos coinciden exactamente con los resultados obtenidos previamente [93-95].

Esto confirma la consistencia de la parametrizacion realizada y valida el enfoque de conectar la

TDCs con la supergravedad en diez dimensiones.

3.5 La teoria heterdtica

En esta seccion, extendemos la construccion previa de la Teoria Doble de Campos con su-
persimetria N' = 1 para incluir campos de gauge [96,97]. Para ello, ampliamos el grupo
de simetrfa global a G = O(10,10 + ng), y el grupo de simetrias del espacio tangente a
H=0(9,1)r xO(1,9+n4) R, donde ny es la dimensién del grupo de gauge considerado. Cuando
se incorporan las constantes de estructura, se obtiene una formulacion covariante bajo dualidad T
del limite de bajas energias de la teoria de supercuerdas heterética [97], que captura las simetrias

y dualidades presentes en las teorias con grupos de gauge no abelianos SO(32) o Eg x Es.

Observamos que las expresiones necesarias para esta descripciéon mantienen esencialmente la
misma estructura que las obtenidas anteriormente en la TDC sin campos de gauge. Sin embargo,
deben interpretarse en el contexto de los grupos extendidos G y H. La parametrizaciéon adecuada
de estos grupos y de los campos asociados nos conduce de manera natural a la supergravedad

heterdtica, permitiendo explorar nuevas conexiones y generalizaciones.

48



3.5.1 Gaugeando la Teoria Doble de Campos supersimétrica

Con el objetivo de describir de manera completa la supergravedad heterdtica, extendemos la
TDCs para incluir campos de gauge no abelianos. Basandonos en la formulacién de la TDC en
presencia de campos de gauge abelianos introducida en [96], incorporamos los nuevos grados de
libertad asociados a los campos de gauge y mantenemos la consistencia de la teoria ampliando
el grupo global de simetrias a G = O(10, 10 + ngy), donde n, es la dimensién del grupo de gauge
considerado. De esta manera, las coordenadas generalizadas se extienden de 20 (o 2D en el caso
maés general), a 20 + n,

XM= (a7, 2" i=1,...,n,. (3.5.1)

El grupo de simetrias del espacio tangente también se amplia a H = 0(9,1)1 x O(1,9+ny)r,

lo que implica que los indices planos siguen la descomposicion

A= (a,A) = (a,a,i), i=1,...,n4. (3.5.2)

Asi, las métricas invariantes de G y H toman ahora la forma

0 &4, 0 g 0 0 Gp 0 0O
nmun=16> 0 0], mB=| 0 g3 0|, Hap=|0 gz 0], (353
0 0 &y 0 0 kg 0 0 ry

donde k;; = eigﬁzﬁejj es la métrica de Cartan-Killing del grupo de gauge (SO(32) o Eg x Eg
en la teoria heterdtica), y el campo el juega el papel de vielbein para el grupo de gauge. Las
contribuciones no abelianas del sector de gauge aparecen a través de los gauging fyrnp [97], que

deforman tanto la derivada de Lie generalizada
LV =Noyv M 4+ (0Mey — oneM) VN + w(V)oneN VM 4 fM ypeN VP (3.5.4)
como los flujos generalizados
Fapc = 30aEN BE\nic) + V2EM AEN gEP ¢ funp (3.5.5)

y que se parametrizan segin

fiie para MNP =1i,j,k
funp=14"" , (3.5.6)
0 otras combinaciones
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siendo f;; las constantes de estructura del grupo de gauge no abeliano considerado. El strong

constraint (3.1.8), también se ve modificado por la introduccién de los gauging, siendo
oM« =0, O x0Mx =0, funtopx =0, (3.5.7)

ademas de los vinculos

fune = fiune), v rpr® =0. (3.5.8)

Los campos fundamentales ahora son:

e El frame generalizado EM 4, parametrizado como

i
—eua — Cpuela €l'a —Ap'ely

EM, = (3.5.9)

7\@ eua — Cpuela etz —Aytelz | »

\/EA i ei;- 0 \/i ei;

donde A“i representa vectores cargados ante el grupo de gauge, y ademas aparece la

combinacién Cp, = by, + %A,/Am-.
e El dilatén generalizado d, cuya parametrizacion es similar al caso sin campos de gauge

d=¢ — %log\/i. (3.5.10)

e El gravitino generalizado ¥+, que al ser un vector de O(1,9 + ny)r se descompone como
Uy = (¥g,¥5) , (3.5.11)
donde a ¥ lo llamaremos gaugino generalizado. Estos campos se parametrizan segin

1 .
\IJE = a(sg’ \I/T = — iezf, 3512
02 = BN ( )

siendo y; el gaugino de la teoria de supergravedad heterdtica, companero supersimétrico

del campo A#i.

e Kl dilatino generalizado o, dado por

0o=p. (3.5.13)



Las transformaciones de los campos incluyendo al sector de gauge se expresan como

1 —
OEyE = ﬁgEMQ + EMQAQQ — EEVQ\IIFEMB ,
— — —_ — 1 —
OEv" = LeBn + ExAg" + Jen ¥ Eyt, (3.5.14)
1

B 1 1 1 —
5\112 - £§WZ+AB \IIB—’_ Abc'}/ \I’A+VA6 4(?@)\I’Z—f‘1(E’}/Q\IIZ)’YbQ‘Fz(\I’Zg)G

1
5 - *Acic _Aa a ( abc) abe —(\IID abc\I/ ) abe€
0 g@+4bjg 7V6+384 oY Q’Yb€+96 Yabc€

donde el parametro de difeomorfismos se extiende para incluir el parametro de transformaciones
de gauge M = (f“ Ay A ) Igualmente hay que extender la proyeccion A4z = (Aab, A, A )
del parametro de Lorentz doble, donde las componentes con indices de gauge deben fijarse con
la parametrizacién de manera que los grados de libertad se ajusten adecuadamente. Este fijado

de gauge nos lleva a identificar las componentes como

Ao = — (A +EVathy) = Aas, (3.5.15)
— 1

Aai = —F=€Y%aXi, 3.5.16
Ay = fipAteles. (3.5.17)

Aplicando el fijado de gauge y parametrizando los campos en términos de los de super-

gravedad heterdtica, obtenemos las transformaciones de los campos en D = 10 dimensiones
de,* = Lee," + eubAb“ + %E’yawu ,
Sbuy = Lebuy 4 20p,\ — 0N Ay + &yt + %E’y[HXiAy]i ,
0A . = LA + 8N + N AR + %wai : (3.5.18)
56 = Leo— yon+ 16",
S = Leta+ vl — Ar’ya + Ve — 1 @0) e — 1 (610a) o+ 3 (Bup)

4

, A L 1 | 1 ;
5Xz _ LEXz + fzjk)\jxk _ ZAab'YabXZ _ 7Fabz,7ab€ ( p) Xz +

1 , 1
1 1 1 @) vap+ 5 (X'p) e

1 1/
0p = Lep— [Nay™p+7" Ve = 0uo'e — oo <m“bcp) Yabe€

1 /—
_% (wdryabcdjd) Yabc€ —

i, abc

1
192 (X Y Xz) Yabc€ -

Observamos que ahora se incluyen las transformaciones de los campos del multiplete de super

Yang-Mills (A,°, x'). Ademas tanto el dilatino como el campo de Kalb-Ramond adquieren
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nuevos términos explicitos en sus reglas de transformacion relacionados con el sector de gauge.
En particular, el campo de Kalb-Ramond adquiere una transformaciéon de gauge no-abeliana
conocida como transformacién de Green-Schwarz, que es fundamental para la cancelacion de

anomalias de gauge en la teoria heterdtica.

En estas transformaciones aparecen las curvaturas Fy,' = e# e, F," y Hope = e¥qe”yef cHppyp,

asociadas a los campos A," y b, respectivamente, y definidas mediante

Fu' = 20,4 — f'add AS (3.5.19)
Huwp = 3(8[ubvpl_czup)’ (3.5.20)

con Cf,, la forma de Chern-Simons de gauge, dada por

O;gwp = A[,ulavAp]z’ - gfijkA,uzAujApk ) (3.5.21)

la cual también juega un papel importante en la cancelacién de anomalias.

Finalmente, la accién de la TDCs se puede escribir como

1 1 =
S = / d?X e [Q@Fﬂ + F Fe — EFL(,CF“—E’C - §FZ@FA@
HTOV, U — 579V ,0 + 207 Vo (3.5.22)
Lo/ a 5D, L (=D _ab TE
~551 (@) (FPre¥p) + 155 (Vr05) (Pae¥s) |
cuya parametrizacion nos lleva a
1 1.
S = / a0z e e72¢ [R + AV G — o Hyuwp H'? — S Fu (3.5.23)
- . — 17 _ v 1 v i
— YV, + oYV up + 294V p — 5%7"%)@ +X; (v“w - 17M p> F.'
1 — — _ 1 .
+oHuve (WV"”% + 120y P — pyH P p — 6ty p + 577‘“”) Xi)

+ four fermi terms.] ,

la accién de la teoria de supergravedad en 10 dimensiones con supersimetria A' = 1 acoplada a
campos de Yang-Mills. Para los grupos de gauge SO(32) o E(8) xE(8), esta accién se corresponde
con el limite de bajas energias de la teoria de supercuerdas heterética. Los términos con cuatro
fermiones seran discutidos en detalle en el capitulo 4, en el contexto del estudio de la simetria

B de la supergravedad heterdtica.
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Capitulo 4

Supersimetria y simetria 5 en Teoria

Doble de Campos

La accion efectiva resultante de la reduccién de Kaluza-Klein del limite de bajas energias de
la teoria de cuerdas compactificada en un toro d-dimensional posee una simetria global con-
tinua O(d,d,R) a todo orden en o [73]. Esta simetria es la manifestacién a bajas energfas
del grupo discreto de dualidad T, O(d,d,Z), asociado a las compactificaciones toroidales en
teoria de cuerdas. Recientemente se ha demostrado que el sector no geométrico de esta simetria,
parametrizado por un bivector 3, actiia efectivamente como una simetria oculta sobre los campos
del sector universal NS-NS [98,99], y sobre los campos RR en la formulacién democrética de las
teorias de Tipo II [100] de la teoria en diez dimensiones, fijando sus acoplamientos y definiendo
una simetria efectiva de la teoria no compactificada. Por lo tanto, la simetria § emerge como
una herramienta valiosa para calcular términos de derivadas superiores en la expansién en o’ de

la teoria de cuerdas.

En este capitulo extendemos el andlisis de la simetria § para explorar sus efectos en la su-
pergravedad heterdtica, incluyendo el sector de gauge y los campos fermidénicos. Este capitulo
se basa en los resultados presentados en [1]. En la primera seccién, obtenemos las transforma-
ciones 3 de los campos del multiplete de gravedad y del multiplete de super Yang-Mills de la
supergravedad heterdtica, usando el formalismo de frame de la Teoria Doble de Campos con

supersimetria A/ = 1 (TDCs), presentado en el capitulo anterior.

Posteriormente, completamos el andlisis derivando la accién de la supergravedad heterdtica

33



considerando términos bilineales en fermiones. Mientras que los acoplamientos entre campos
bosoénicos estdn determinados de manera tnica por la simetria 3, identificamos cuatro combi-
naciones de acoplamientos fermiénicos bilineales invariantes bajo 3, cuyos coeficientes relativos
pueden ser fijados mediante supersimetria. Es notable que, aunque la simetria 5 no determina
completamente la parte fermionica de la accién, restringe los posibles acoplamientos fermidnicos

al orden mds bajo en o’.

En la seccién siguiente, analizamos las interacciones que involucran cuatro fermiones y en-
contramos dos combinaciones invariantes bajo la simetria 8. Los coeficientes relativos de estos
términos en la accién también pueden ser determinados por supersimetria. Finalmente, a partir
del marco de la TDCs, derivamos los términos cibicos en fermiones en las transformaciones de

supersimetria y obtenemos la accién cudrtica correspondiente.

4.1 La simetria 8 en Teoria Doble de Campos

En esta seccién extendemos el procedimiento desarrollado en [98,99] para incluir tanto el sec-
tor de gauge como el sector fermiénico de la supergravedad heterdtica. Comenzamos con una
descripcion del sector no geométrico del grupo O(d,d) y su manifestacién en la TDC. A con-
tinuacién, obtenemos explicitamente las reglas de transformacién £ de los campos de la teoria
en diez dimensiones a partir de la TDCs, enfatizando su impacto en el sector gauge y en los
campos fermiénicos. Esta ampliacién del marco tedrico nos permitird comprender mejor las
implicaciones de la simetria 8 en la supergravedad heterdtica y establecer las bases para los

analisis posteriores en el capitulo.

4.1.1 El sector no geométrico de O(d,d)

Las transformaciones globales continuas del grupo O(d, d) emergen naturalmente al realizar re-
ducciones de Kaluza-Klein en supergravedad, compactificando d de las D dimensiones originales.
Infinitesimalmente, estas transformaciones estan parametrizadas por una matriz antisimétrica y
constante hy/"V introducida en (2.2.18), que toma la forma

at, B

hatY = : (4.1.1)
B,, —a",
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Estas transformaciones pueden clasificarse segiin su naturaleza:

e Subgrupo geométrico: Incluye los difeomorfismos en d dimensiones a*,, ademas de
los desplazamientos rigidos del campo de Kalb-Ramond, representados por B,,. Este
subgrupo genera transformaciones que dejan invariante la accién de la teorfa en D dimen-

siones.

e Subgrupo no geométrico: Las transformaciones asociadas al bivector constante S*¥
pertenecen a este sector. Estas no admiten una interpretacion geométrica convencional
y no son simetrias de la teoria completa en D dimensiones, sino que emergen tras la

compactificacién.

A pesar de que las transformaciones no geométricas no son simetrias exactas en la teoria
original, en los tltimos anos se demostré [98,99] que el sector no geométrico puede considerarse
como una simetria efectiva del Lagrangiano del sector universal (NS-NS) antes de cualquier
compactificacién. En este contexto, la simetria § se convierte en una simetria efectiva de la

supergravedad al imponer la restriccién
¥ 0,x =0. (4.1.2)

Esta condicion garantiza que las configuraciones de los campos sean independientes de las di-
recciones donde [ tiene componentes no nulas, coherentes con el marco de la compactificacién,

lo cual permite promover la simetria al nivel del grupo O(D, D).

Para comprender mejor la condicién (4.1.2), podemos apoyarnos en la TDC. Las derivadas
Om pertenecen a la representacion fundamental de O(D, D + ngy) y por lo tanto, transforman

linealmente bajo la accién del grupo, es decir
558]\4* = hMN(?N * . (4.1.3)

Recordemos que una solucién al strong constraint estad dada por la secciéon de supergravedad,
lo cual equivale a fijar Oyr = (9,,0,0). Sin embargo los elementos no geométricos de O(D, D+ny)

rompen la eleccién de la seccién
5581\4* = (0,,8/“/8,/,0)*, (4.1.4)

por lo que es necesario imponer la restriccién (4.1.2) para restablecerla y mantener la consistencia

de la teoria.
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4.1.2 Las transformaciones § de los campos

Si inclufmos las transformaciones de O(10,104n4) en el conjunto de transformaciones (3.5.14), y
consideramos unicamente términos bilineales en fermiones (los términos cuérticos se analizaran

en la tltima seccién de este capitulo), obtenemos

1 J—
SEM® = hyVEN®+ LeBEy® + EnvPA® — 5@@%&\43 :
— — — — — 1 —
SEv? = huVEn? + LBy + EnvP A5 + §E’YQ‘I’AEMQ, (4.1.5)
1
5 1
1
do = Leo+ A0 —7*Vae,
las cuales pueden parametrizarse siguiendo (3.5.9)-(3.5.13). De aqui en adelante, consideraremos

s6lo los elementos antisimétricos constantes % de hyY € O(10,10 + ngy), correspondientes al

sector no geométrico del grupo. Es decir, usaremos la parametrizacion

0 8™ 0
=10 o0 o]. (4.1.6)
0 0 O

Con esto en mente, podemos parametrizar las transformaciones (4.1.5). En particular, para

el frame generalizado, tenemos

) 1
5E'ua m 56#(1 = _/B'Lw (eua + prepa) - 6'ubAba - igrﬁﬂ/)be'uba

ram. — 1
5EME & 56“(1 = ﬁ/ﬂf (eua - Cpuepa) + e'ubAba - igfybwae'ubv

donde hemos omitido las difeomorfismos generalizados para simplificar la expresion.

Para que los grados de libertad de la teoria doble coincidan, al reducirse, con los de la teoria
en diez dimensiones, es necesario realizar un fijado de gauge, ¢, = ¢,% Esto relaciona el
grupo de Lorentz doble H con el grupo de Lorentz de la supergravedad heterdtica O(1,9). Este
fijado de gauge conduce a la coincidencia de las transformaciones de los wvielbeins, estableciendo

la relacion

Aap + Aoy = =280 + €ty » (4.1.7)
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donde Bu, = B"euqep. Diferentes soluciones de esta ecuacién estan relacionadas mediante

redefiniciones del pardmetro de Lorentz estandar en supergravedad. Elegimos la solucion

Ay = —Nab — Bab + €1a V) Aoy = Aap — Bab (4.1.8)

siendo Ay, el pardmetro de Lorentz de la teoria en diez dimensiones.

Determinaremos las componentes con indices de gauge en el pardmetro de Lorentz a partir
de la transformacion de las componentes E* = 0y E;* = e;' = const., del frame generalizado.

Esto nos lleva a

—- 1
Aoyi = \/§ WA iva + ——=€Ya i 4.1.9
Nij = =B ALA+ fiE. (4.1.10)

Ahora, podemos completar el conjunto de transformaciones (3.5.18) incluyendo las transfor-

maciones 3

dgep” = BCuper”,
. 1 , ,
56buu = _IBAP <guz\gpu + bukbpzx - ApiA[;ngv]A + 4Am'A)\ZAijVJ> )
05A" = B (guv + Cw) A’ (4.1.11)

1 14
5ﬁ¢ = 56“ b,uz/a
. 1
5,6’wa = —pm <¢ueua + XiAuzeua + 4'7,u1/¢a> )
. . o 1 .
55)(1 = Bwj <2Aul¢u + AulAquj - 47;U/XZ) )
1 "
5/50 = _15 Yuv P s

las cuales estdn sujetas a la condicién (4.1.2).

4.2 Simetria $ de la supergravedad heterdtica

En esta seccién derivamos la accién invariante bajo las reglas de transformacion 8 que acabamos
de obtener, considerando términos bilineales en fermiones. Al exigir la invariancia 8 de la
combinacién mas general de términos invariantes bajo difeomorfismos, transformaciones de gauge

y transformaciones de Lorentz, se fijan de manera univoca los acoplamientos de los campos
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bosoénicos de la supergravedad heterdtica. Sin embargo, en el sector fermidnico, encontramos
cuatro combinaciones invariantes bajo 8 de términos bilineales en fermiones, cuyos coeficientes

relativos deben ser determinados por supersimetria.

4.2.1 Sector bosonico

Comenzamos considerando la combinacién més general de términos invariantes bajo las simetrias
locales, que pueden construirse a partir de los campos bosénicos de la supergravedad en D = 10

con supersimetria A/ = 1, acoplada a campos de Yang-Mills. Esta combinacién se expresa como

Sp = /dl% V—=9f(¢)L = /dl% V=9f(9) [R+a0¢ + b(Ve)? + cH? + dF?] ,  (4.2.1)

con H?> = Hy H®® y F?2 = Fu, F*. Cabe destacar que, aunque aqui hemos utilizado una
tnica funcién escalar f(¢), una combinacién més general consistente con las simetrias de gauge
podria incluir diferentes funciones f;(¢) frente a cada uno de los cinco términos dentro de los

corchetes. Esta generalizacién es directa, ya que cada funcién satisfara la misma ecuacién que

Nuestro objetivo es analizar si la invariancia de la accién ante transformaciones (3, es decir
03Sp =0, (4.2.2)

es suficiente para determinar todos los coeficientes de los acoplamientos presentes en la accion.
Para ello, necesitamos calcular la variaciéon de los objetos involucrados en la acciéon. Usando las

transformaciones (4.1.11) junto a la condicién (4.1.2), obtenemos

IsvV=9 = V=98, (4.2.3)

Spwabe = —Bp’ (Hejaa + Foja' Adi) + iﬁad (Hbea + Foe' Adi) (4.2.4)

SgR = —2V, [(H“bc + Ay Frg;) /3”0} — %va/ﬁbc (H%e + 2Fi, Agi — Fy' Agi) (4.2.5)

05 (V) = B (H%% + F"%'Ac) Vad, (4.2.6)
1 4 .

5506 = 5Va [(H%c + FA:") Bﬂ + Vo (H% + FOy A7) | (4.2.7)

SpFa’ = 2B Fye + (Vcﬁab — 2V (B + B (Haba + FabjAdj)> Al (4.2.8)

55Habc = _3v[a6bc} - 3/8d[anc]iAdi ) (429)

donde todos los indices curvos fueron aplanados utilizando el wvielbein e,®, o su inversa. Por

ejemplo: A," = ef,A,". Nétese que incluimos la variacién de la conexién de spin wgp., la cual
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no aparece de manera explicita en la accién sino a través del escalar de Ricci R y de las derivadas

covariantes, por lo que debe tomarse en cuenta.

La variacién de la accién (4.2.1) toma la forma

1 )
6sSp = /dl% \/:gf(gb){ -2 (1 — 4b> Va [(H“bc + Ay Fe™) ﬁﬂ (4.2.10)
1
+(a+b)VadB" (H%: + FpAl) — 5(1 + 12¢) Vo B H
1 ) . :
—5 (1 +4d) Vb <2F“Z"ACZ- - AC”F”CZ) +2(d — 3¢) BdanclAdiH“‘bc}

by [ 4% Vg8 (21(0) + £1(9) [R-+aD0 + H(VO) + cH? + dF?]

y a partir de aqui, la invariancia ante transformaciones (3, esto es, que se cumpla (4.2.2) nos

conduce a los siguientes valores para los coeficientes

d=—7, f(p) =e%. (4.2.11)

Estos coeficientes corresponden precisamente a la accién del sector bosénico de la super-

gravedad en diez dimensiones con supersimetria N' =1
10 —2¢ 2 1 uvp 1 Nz
Sp= [ d"x\/—ge R+40¢ — 4(Vo)* — EH/WPH — ZFWZ-F , (4.2.12)

que para los grupos de gauge SO(32) y Eg x Eg coincide con el limite de bajas energias de la
teoria de supercuerdas heterdtica. Este resultado completa el analisis en [98,99] con la inclusién

del sector de gauge.

4.2.2 Sector fermidnico

Para obtener el sector fermiénico de la accién, invariante bajo la accién de la simetria 3, con-

sideramos todos los posibles acoplamientos fermiénicos bilineales invariantes bajo las simetrias
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locales, dados por

FI = 7p7"Vap, B =9 y""Vie,  F3=90,0"V,  Fiy=¢,"V%,,
Fs = 9"V,  Fs=x7"VaX's  Fr=07"Vay, Fy = pV™,,
Fy = 9, 7%Vip, Fio=v9,V%,
B = gpyv BY = py™ eV BY ="V
1 VY Y Ve, 5 = Y Vpo 3 = pY*Va0,

Bi' = pv"pHue, By =X'v"XiHae, B3 =0y “UHeae, Bi' ="V Hape,
BE{{ = aa'}/dewdHabc s Béq = Eavbd}cHabc s B%{ = ﬁ’yadewdHabc s Bé{ = p’yawaHabc ,

B = »Y""xiFw', By =va"xiFa', Bf =¢"xiFa'. (4.2.13)

En realidad, se deberfa incluir un término /—gfi;(¢) delante de cada acoplamiento en la lista
(4.2.13). No obstante, el razonamiento utilizado para los acoplamientos de campos puramente
bosénicos sigue siendo vélido, lo que conduce a un factor invariante global de \/—ge™2?, que
omitiremos para simplificar. Para calcular cémo transforma cada uno de los términos propuestos,

las siguientes transformaciones § seran ttiles

05 (Vap) = _iva (5bc%cp> - % [(Hdbc + Agi ) B — 2 (Hyap + AgiFl) /Bcd} p,
(4.2.14)
6 (Valy) = Vi, |:Bbc (v° + A%x") — iﬁCd%d%}
g [(Fe + AwF) 6% 2 (Haup + AuFly) 5] v
—% [(Heed + AciFly) Ba® = 2 (Heae + AciFLe) Ba®] 7, (4.2.15)
55 (Vax') = Va [ﬁbc <2Abi¢c + A AT X - i%cxi)]
—% |(Have + A L) 8% =2 (Haap + AaiFly,) B 27 (4.2.16)

Sin embargo, no todos los términos listados en (4.2.13) estan permitidos por la simetria 3, lo
cual vamos a discutir a continuaciéon. Una inspeccién general de los términos revela la siguiente
estructura

08T = dgcT + oncT (4.2.17)

donde T denota cualquier acoplamiento fermiénico bilineal construido a partir de los campos
P,y X', SocT es una transformacién cuasi-covariante y dncT' es una transformacién no

covariante, es decir, que contiene acoplamientos diferentes de los de T'.
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En particular a partir de la transformacién del gravitino listada en (4.1.11), podemos ver que

—-Ta . . , .
la estructura T“bclmcn = ’Ycl...c,ﬂ/)b transforma como la suma de los siguientes dos términos

5QC’Tabcl..Acn = Badebcl...cn + ﬁdeadcl.A.cn - BcldTabdcz...cn - BcndTabcL..d 7(4218)

6NCTabcl...cn = 6adAdiYi’Ycl...cnwb + BbdAdiaa’Ycl...chi . (4219)

Noétese que si el indice vectorial de uno de los gravitinos (a o b) estd contraido con el indice
vectorial de una matriz v, las correspondientes transformaciones 3 en (4.2.18) se suman y no
pueden ser canceladas por las variaciones de ningun otro término. De hecho, términos en los
que el indice vectorial de un gravitino o de una matriz v estd contraido con el de una derivada
o un campo bosoénico, se transforman en expresiones en las que un indice de 8 estd contraido
con el gravitino o la matriz v, y el otro con el campo bosénico. Por lo tanto, la simetria 5 no
permite la contraccién de los indices vectoriales de los gravitinos con los de las matrices v, y los
acoplamientos Fs, F3, Fy, Fr, Fy, B‘f, B;b, Bf, Bgf y B%LI no pueden pertenecer a un lagrangiano
invariante bajo 5. Esta observacion solo es valida cuando la teoria estd escrita en términos de

Ya, X'y p = 2\ + %), es decir, el dilatino A solo aparece a través del dilatino generalizado p.

Este resultado también puede deducirse facilmente a partir de la TDCs, donde se sigue del
hecho de que el indice vectorial del gravitino transforma bajo O(1,9)r y el indice espinorial bajo
0(9,1), reflejando su relacién con la teoria de cuerdas, pues los campos fermiénicos pertenecen

al sector R-NS (o NS-R) en el espectro de cuerdas.

Méds atin, puesto que las transformaciones (4.1.11) preservan el nimero de dilatinos, la in-
variancia 3 de los acoplamientos fermidnicos propuestos se puede analizar de forma separada a

través de tres combinaciones de términos

Lo = Fs+aFs+axBY +a3BY +ayBY +asBE | (4.2.20)
L1 = Fg+bFio+bBS+b3Bl +b,BY, (4.2.21)
Ly = Fy+cBP, (4.2.22)

los cuales transforman segin

6Ly = (1 —2a1)BacA” <$l7bvb>{i - Vbaa’Ysz)
1 1 ] —a g
- (1 + 2a5) |:2ﬂcd(_wdab + inab) + Bbdwdac + §Bbd <Hdac + AdiFéc>:| 1/} wa

— (1 + 2a2 — 2a5) B4 Agi Fop® P "¢ + (2a1 + a2) B Fup" AI X7 X
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1 )
+§(a5 + 24as3) [(Hdab + AgiFl) B4 — Vaﬁbc] XN
1 ; —a_ pe
+ g(l + 24a4) [ (Heea + AciFed") B® — VaBhe ] Py,

(205 — a2) Haap A B = (1 + 201 + 202) (Acwaan B + Foc' B.°) ] ¥ xi

+ 2(ag — 2a3) A HyeqBac 74N (4.2.23)
1 1 4 b
0sLr = (L4 5b2)B" Haca pY*" + (1= by + 16bs — 8b1) Aai 38677 "p

1 4 _

+ §(1 — by + 8by) [(—debc + Hape) B — 2 (2waab + Haap + AgiFap') @:d] P yp
1 :

+3 [ (1 — b1 + 8b3)waed + 4(b3 — ba) Hacd ] B A X, (4.2.24)
4Ly = — 2(1+240) [VaBy — (H AJ Foui) B py™e 4.2.25
5L 5 (14 24¢) |VaBoe — (Haab + Ad' Fari) B | p7*p - (4.2.25)

Cada uno de estos términos debe anularse por separado. Vemos entonces que la simetria 3
fija todos los coeficientes relativos para cuatro combinaciones distintas de términos fermidnicos,
quedando por fijar estos cuatro coeficientes globales. De esta forma, la combinacién invariante

£ mas general que se puede construir con bilineales fermidnicos es

<F1—31> + as (F8+F10—2B§) + as (8 F10+Bf+B§I)

24
1 1 1

Fr+-Fs— B — —pH _
+Oé4(5+26 3 2 24

B B 4.2.2
- SENCEED

que nos conduce a la acciéon

1 _
Sp = / d"Ozee2¢ [041 <p'7 Vap — 4p'7abCPHabc) + az (V™ Pa + P, Vp — 200V u0))
+ a3 <8@ava,0 + ﬁ'}’ainFabi + p’yabwcﬂabc)

1
+ ay (%’y Ve + Xﬂ VX' — 0V xiFap' — @X’vabcszabC

—ﬂ%v“bcwdﬂabc — 2w“vb¢CHabC> . (4.2.27)

Los cuatro coeficientes indeterminados pueden parametrizarse recurriendo a la supersimetria.

Obtenemos asi

a1 = —ay =4az. (4.2.28)
Los términos con coeficiente o corresponden a una derivada total y pueden ser descartados. La
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accién toma entonces la forma
10 —2¢ a 1 abc 1 I oa —_ab i —.abc
Sp = on [ d7zee ™" \pyVap — o 0V pHave + 7 <8¢aV p+ v xiFa' + v Habc)

B o o
X Vax' — 0 xiFayt — =X X Hape

_ 1
J— b p—
<1/m Ve + IR

2
1 l—a c —a,—

_ﬁwdﬁyabcwdHabc - §¢ wa Habc>:| + a2/d10$eva (Pw € 2¢> .

(4.2.29)

Finalmente, considerando la accién bosénica Sp (4.2.12), la transformacién de supersimetria
nos fija a1 = 1, y la suma

S =S8+ Sp, (4.2.30)

coincide totalmente con la accién de la supergravedad en D = 10 con N/ = 1 acoplada a super
Yang-Mills [93], a menos de derivadas totales y redefiniciones de campos, ademés de omitir las
interacciones cudrticas en fermiones. En particular, coincide con la accién de la supergravedad
heterdtica presentada en [95] si tomamos en cuenta las siguientes redefiniciones de campos:
¢ = e R — —R, Hy\ — 3—\1/5 wns By — %bum A — ﬁ(p — ), Ay — %Am
X = 5X-

4.3 Interacciones entre cuatro fermiones

En esta seccién, construimos todas las posibles combinaciones de términos cuarticos en fermiones
invariantes bajo la simetria 5 . Es importante mencionar que, al orden més bajo de la expansién

en o, estos términos no contienen derivadas.

A partir de (4.2.18), observamos que la invariancia bajo § solo permite contracciones del
indice vectorial de un gravitino con el de otro gravitino. Estos gravitinos contraidos pueden

considerarse dentro del mismo bilineal utilizando la identidad de Fierz

(VM) (Nx) = ZC Y x) (TNAeyoen M9) (4.3.1)

donde Cyp = Cy = 2,0y = —1,C3 = —%,04 = 12,05 = 120, v ¥, @, n,x son fermiones de
Majorana-Weyl arbitrarios. Entonces, existe un esquema en el cual los gravitinos solo aparecen
en la estructura 1%y, ya que los acoplamientos bilineales 7741 *“»1) de espinores de Majorana-

Weyl 7 solo son diferentes de cero para n = 3. Un andlisis similar se aplica a los gauginos. Dado
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que la invariancia de gauge solo permite contracciones entre ellos mismos, utilizando (4.3.1),

siempre se puede encontrar un esquema donde solo aparezcan en la estructura Y vy*“y;.

En el esquema en el que los indices vectoriales de los gravitinos solo se contraen entre si, y
los gauginos solo se contraen entre gauginos, los dilatinos solo pueden aparecer en pares. Sin
embargo, (4.3.1) implica que el tnico acoplamiento cudrtico de dilatinos, (57%°p)(pVapep) se
anula. Por lo tanto, solo se permite un tnico factor py®*“p en un acoplamiento cudrtico de

fermiones. En resumen, solo se permiten tres bloques fundamentales para los acoplamientos

cudrticos de fermiones al orden més bajo en o': (77%¢p), (X'v™*x;) ¥ (Ed'y“bcwd).

La transformacion 8 de cada uno de estos bloques fundamentales es

5/3 (ﬁvabcp) _ 3Bd[ap,7bc]dp , (432)

83 (x"y“bcx ) = 4B AN a + 381X i (4.3.3)
—d _ gbe e abc a7 C e

G (T0) = 28" ATTA Yy + 359 o (43.4)

las cuales sugieren las siguientes definiciones
Yabc = XZ'Yachz + Q@d,yabc,d]d and Zabc = p,yabcp’ (435)
permitiendo condensar las transformaciones (4.3.2)-(4.3.4) en

oY = 3%y, and 5z =3tz (4.3.6)

Es sencillo verificar que la combinacién Y2 junto a Y- Z son los tinicos acoplamientos cudrticos
de fermiones invariantes bajo la simetria [, en términos de los tres bloques fundamentales

previamente mencionados. El Lagrangiano cudrtico en fermiones es

_ b= abe _ abe
Lp=—zseV=0 ¢ <Yach YopeZ ) (4.3.7)

Esta expresion coincide exactamente con las interacciones cudrticas de fermiones obtenidas
n [93,95], donde dichas interacciones estdn distribuidas en varios términos con derivadas co-
variantes y curvaturas de gauge. La misma forma simple del Lagrangiano y las reglas de trans-

formacién de supersimetria fueron obtenidas en [101] utilizando geometria generalizada.

La simplicidad de esta expresion resalta el poder de la simetria S como un principio organi-
zador y sugiere que puede ser una herramienta 1til para calcular acoplamientos de derivadas de

mayor orden.
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4.3.1 Derivacidon desde la TDCs

El resultado anterior sobre las interacciones cuérticas de fermiones se deduce tnicamente usando
como argumento la simetria 8 de la supergravedad. No obstante, también puede obtenerse a
partir de la TDCs tal como se mencioné en la seccién 3.3.3. En esta seccién analizamos la con-
tribucién de cuatro fermiones a la accién de la TDCs. Utilizando una identidad de Fierz modifi-
cada para TDCs, derivamos el lagrangiano con interacciones cuarticas en fermiones y mostramos
que puede expresarse con solo dos términos independientes. Ademads, calculamos las correcciones
cubicas en fermiones a las transformaciones supersimétricas de los campos fermiénicos funda-

mentales, necesarias para garantizar la invariancia supersimétrica.

La identidad de Fierz en TDC

Comenzamos presentando la versién generalizada de la identidad de Fierz en TDC

5
(VM) (TNO) = —35 2. (=1"Cy (U214 0) ([ Nvg,..a, MP) , (4.3.8)
n=0
con coeficientes Cyp = 2, C7 =2, Cy = —1, C3 = —%, Cy = %, Cs = ﬁ. En comparacién con

la definicién estdndar en supergravedad (4.3.1), es necesario considerar un factor (—1)™ debido
al algebra de Clifford (3.3.1), puesto que los indices se contraen con el proyector P4p, lo cual
resulta en un signo negativo para un nimero impar de contracciones de indices una vez que

parametrizamos.

La accién

Ahora podemos proponer la contribucién de cuatro fermiones a la accién fermiénica en TDC.

La forma més general del lagrangiano con interacciones cuarticas en fermiones es

Liy = ao (0v*"%0) (07aBc0) + a1 (5775C0) (WEVM‘%) +ap (WﬁviABC‘I’ﬁ) (@E’VM‘PE)
+as (7(D7ABC ) ( b YABCY )) +ay4 (@[EVA‘I’Q) (@EVA‘I’@)
+as (ﬁ[ ~ABCDE g ) (‘I’[ YABCcDEY }> + ag (@Z@ (Ux0) + a7 (527&@ (P avBCO)

+ag (WAWM@ (\I/Z'YBCDEQ) . (4.3.9)

Utilizando identidades de Fierz, se puede demostrar que el término con coeficiente ag se anula,

mientras que los términos con as...as y ag...ag pueden reescribirse como los términos con
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coeficientes as y a1, respectivamente. Asi, el lagrangiano se reduce a
Lyp=o ( VMQ) <@D7ABC‘I/5) + a9 (@DVM\IIE> (@EVABC\I/E> . (4.3.10)

Para fijar el coeficiente relativo entre estos dos términos en la accién, recurrimos a la super-
simetria. Debemos determinar entonces las correcciones cibicas en fermiones a las transforma-
ciones supersimétricas de los campos fermidnicos, con lo cual la invariancia supersimétrica fijara

los coeficientes.

Transformaciones

Al orden maés bajo en fermiones, las reglas de transformacién supersimétricas de los campos

fundamentales de la TDC son

1
SeEn? =~y WP By, 6d = —7%0, (4.3.11)
0¢¥5 = Ve, 8e0 = —74V 4€ . (4.3.12)

Las transformaciones de los campos bosénicos no pueden modificarse anadiendo términos con
cuatro fermiones, ya que esto introduciria correcciones de orden «'. Por otro lado, las trans-
formaciones de los fermiones si permiten la inclusiéon de nuevos términos que contengan tres

fermiones, pero sin incluir derivadas de los campos.

Las modificaciones con tres fermiones a las transformaciones de los campos fermiénicos mas

generales que podemos construir en la TDC son

e QGravitino:

5 = 3" b (A1) Dt + e (AN Do+ o (F0000) T
n=0

= Dbo (€0) U5 + by (e’y g) Yoc V7 + by <e’yb6de ) Voede ¥
+ep (E’YQ‘I’Z> Yo + €3 <€7M‘I’z) Voed0 + €5 <€VM‘I’2) Vocdes 0

+dy (@Zg) €+ dsy (@mbfcg) Voc€ + da (@mbadeg) Vocde€ - (4.3.13)

Noétese que, debido a la contraccién de indices proyectados, no es posible incluir términos

cuadraticos en gravitinos en la transformacion. Aplicando identidades de Fierz, obtenemos

5Oy = By (c0) Uy + Bo (ev 0) e + B3 <efyb6de )’rm‘l’z

+4 (E'yQ\I/Z> Yo + B5 (¥50) €, (4.3.14)
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que puede simplificarse a

SO W5 = & (c0) U7 + & (ﬁdeeQ) Voede V7 5 (4.3.15)

utilizando nuevamente identidades de Fierz, y absorbiendo algunos términos en el parametro
de Lorentz de O(9,1)z. Sin embargo, para facilitar la comparacién con la literatura exis-
tente, es preferible utilizar (4.3.14), ya que los términos con coeficientes 84 y f5 aparecen

en la transformacién presentada en [95].

e Dilatino:

0 = 3 e (06) o (50 g (305) o

n=0

ha (TAT W) Type]
= e (@) ote (W%) Yab0 + €4 <Evmg) YVabed?
1 (@P08) w0+ fs (@2007) ¥ + f (2SO ey U

+93 (@’YLZ)CQ> Vabet + h3 (@vaqﬁ) Vbed€ - (4.3.16)
Una vez mas, podemos aplicar identidades de Fierz para llegar a

553)9 =Q (?’YLbcg> Vabe€ + G2 <@Z7b0d\PZ> Vbede - (4.3.17)

Variaciéon de la accion

La invariancia de la accién se expresa a través de 65 = 0, donde la accién estd dada por
S = /dXe2d (R + Log + Luy) . (4.3.18)

con R el escalar de Ricci generalizado (3.2.22), y Loy el lagrangiano con bilineales fermiénicos
definido en (3.3.11). Sabemos que la accién a orden cuadratico en fermiones es invariante, por
lo que debemos ocuparnos solamente de los términos cuarticos que resultan de la variacion, lo
cual se traduce en

—256dL2f + 5€L2f + 55L4f =0. (4.3.19)

En la segunda contribucién, debemos considerar todas las interacciones cuarticas en fermiones
que se generan. Algunas de estas provienen directamente de las transformaciones supersimétricas
de orden superior (en fermiones) de los campos fermiénicos, mientras que otras surgen de la

variacion de los campos bosénicos en la derivada covariante.
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Después de integrar por partes algunos términos, la variaciéon de la acciéon resulta entonces

08 = % (F0) (17 — % (o) (21°Va0) + (o) (F'V50)
+20T AT, 0 — % (e2207) (T4Va07) + (6420 (V07 7,05)
+ (6120 (T 9397 — 209572V,40 + % (#127) (2v2V50)
1250V 50 — 2685V 707 + (e920) (T1V40) (4.3.20)
+% (€7a%5) <Vg@%@@) + % (€1a%%) (ﬁzvﬂvgé’)

4204 (é’y“bc‘ivdg) (@EVLI,C\I/E> + 4oy (E’ymg> (@EW@VQ\I/§>

+601 (EvapVe0) (@57@\1,5) + 1201 (Evav0) (WEV@VQ‘PE)

—20 (évLMVﬁWﬁ) <@7leg> — 4o (E’y@@ﬁ) (Ewmvﬁg)

—4ao (EVLI,CVE\I/E) (@Evafbcqfﬁ) — 8a (EVL;,C\I/E) (@E’Y@VE\I'5> ,

la cual debe ser nula. Analizando esta variaciéon orden a orden segun el nimero de dilatinos,

podemos determinar los coeficientes. Obtenemos:

L _ b
MZ TRy T 190
1 1 1
51—*17 B2 =0, Bz =0, 54—17 55—1,
1 1
Cl—@ CQ—%~

Podemos entonces fijar las contribuciones cudrticas en fermiones al lagrangiano de la TDCs

Ly = —ﬁ (ﬁfywp) (WﬁfyM\I/ﬁ) + Flz (WB’VM\I%) (WEVM\PE) , (4.3.21)

la cuales se reducen precisamente a Y - Z y Y2 al parametrizar los campos. Los términos ciibicos

en fermiones que completan las transformaciones supersimétricas de los fermiones toman la

forma
SOW = k() U4+ (4B L 4.3.22
1 1 /——~
0B p = 331 (Pr25Cp) yapce + 9% (‘I’Aquﬁ) YBCDE s (4.3.23)

cuya parametrizacién conduce a las contribuciones cibicas en fermiones para las reglas de trans-

formacién supersimétrica de los campos estandar de la supergravedad listados en (3.5.18) [95].
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4.4 Conclusiones

Este capitulo aborda el estudio de la simetria 8, ampliando los resultados de [98-100] para

incluir los sectores de gauge y fermidnicos sin masa de la supergravedad heterética.

Las reglas de transformacién 8 para los campos fundamentales se derivaron desde la TDCs,
haciendo un fijado de gauge del grupo de Lorentz doble O(9,1);, x O(1,9 + ny)r al grupo de
Lorentz O(1,9) de la supergravedad. Si bien el marco de la TDCs es conveniente, la simetria (3
opera directamente sobre los campos de la supergravedad estandar sin necesidad de introducir

coordenadas duales o recurrir a formulaciones alternativas.

Aunque la supergravedad en diez dimensiones no es invariante bajo O(10, 10), la compactifi-
cacién en T¢ introduce invariancia O(d, d) y, por lo tanto, simetria 3. La condicién f#¥9,... = 0
restringe las configuraciones de los campos para que no dependan de las coordenadas en las
que B tiene componentes diferentes de cero, lo que reduce efectivamente la accién a la teoria

compactificada, manteniendo las estructuras en diez dimensiones.

Mientras que la simetria 8 determina completamente las interacciones bosoénicas, produce
cuatro acoplamientos fermidnicos bilineales y dos términos cudrticos, cuyos coeficientes relativos
deben ser fijados por la supersimetria. La menor capacidad predictiva de la simetria 3 en el sector
fermionico se debe a que las transformaciones preservan el nimero de dilatinos generalizados, a
diferencia de los dilatones. No obstante, la simetria S funciona como un principio organizador
eficaz, permitiendo un tratamiento independiente de los términos con diferentes ntimeros de
dilatinos generalizados y excluyendo contracciones como v%1), en el esquema en el que los campos

fermiénicos son ¥4, py X*.

Mas alld de la importancia evidente de identificar nuevas simetrias, determinar la simetria
5 en los sectores de gauge y fermidnico de la supergravedad heterdtica podria ser relevante para
comprender la estructura de dualidad en el limite de baja energia de la teoria de cuerdas cuando
se incluyen términos de derivadas superiores. Aunque la simetria 3 restringe los acoplamientos
fermidnicos a orden cero en o, estas restricciones pueden eludirse a érdenes superiores mediante
redefiniciones de campos. Por ejemplo, términos que involucren la contraccién de los indices
vectoriales de los gravitinos con las matrices v, que no estan permitidos en el esquema discutido

en este capitulo, podrian introducirse en otros esquemas tras redefiniciones de campos.
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Capitulo 5

Supersimetria y correcciones o’ en

Teoria Doble de Campos

En el limite de bajas energias, la teoria de cuerdas heterética se reduce a una supergravedad con
N =1, acoplada a super Yang-Mills en diez dimensiones [64]. La expansién en o introduce una
serie de interacciones de orden superior en derivadas, cuyas primeras contribuciones se conocen
explicitamente. En particular, las interacciones entre los campos bosénicos hasta O(a/?) se
determinaron a partir del calculo de amplitudes de dispersién en teoria de cuerdas, tanto a nivel
arbol [64-67] como a un loop [68-71], asi como de la cancelacién de anomalias conformes [72].
Las contribuciones de los campos fermiénicos se calcularon mediante métodos de supersimetria
[94,95,103-114]. La supersimetria determina los términos del orden mas bajo en la expansion y
explica las correcciones en derivadas. No obstante, las reglas de transformacion de los campos
requieren modificaciones iterativas, orden a orden en o/, las cuales estdn restringidas por otras

simetrias y dualidades de la teoria de cuerdas.

En este capitulo, basado en los resultados de [2], profundizamos en la estructura de la
expansion en o de la supergravedad heterdtica, a partir de una formulacién que genera una
torre infinita de correcciones de orden superior en derivadas, denominada la identificacién de
Bergshoeff-de Roo generalizada [115]. Especificamente, en [2] realizamos una expansién
perturbativa de la construccién exacta de [115] para obtener las correcciones de primer orden a

la TDC supersimétrica con N’ =1 (TDCs).

Al parametrizar los multipletes de dualidad en términos de multipletes de supergravedad
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y de super Yang-Mills, demostramos que la transformacion generalizada de Green-Schwarz su-
persimétrica y covariante bajo dualidad, fija completamente las deformaciones de primer orden
en las reglas de transformacion de los campos. Ademads, construimos la accién invariante, in-
cluyendo términos de hasta cuatro derivadas para todos los campos bosénicos y fermidnicos sin

masa de la cuerda heterdtica, asi como términos bilineales en fermiones.

Este capitulo estd estructurado de la siguiente manera: en la primera seccién presentamos la
identificacion de Bergshoeff-de Roo generalizada y su papel en la obtencién de las correcciones
en . En las secciones 2 y 3, presentamos las correcciones de primer orden para la TDCs y
la supergravedad heterdtica, respectivamente, incluyendo en ambos casos términos bilineales en

fermiones. Finalmente, en la 1iltima seccién discutimos los resultados obtenidos y los compara-

mos con la literatura existente.

5.1 El formalismo de Bergshoeff-de Roo generalizado

En esta seccién se presentan algunos aspectos fundamentales del formalismo desarrollado en

[115], en particular, aquellos necesarios para obtener las correcciones de primer orden a la TDCs.

En [115], se introdujo un mecanismo exacto, supersimétrico y manifiestamente covariante
bajo dualidad, con simetria global G = O(D,D + k), donde k es la dimensién del grupo
O(1,D — 1+ k). Esto constrasta con la construccién de la seccién 3.5, donde el grupo es
O(D, D +ng) y ng representa la dimension del grupo de gauge heterdtico SO(32) o Eg x Eg. En

esta formulacion, en cambio, el sector de gauge codifica las derivadas de orden superior.

Los multipletes de G se parametrizan mediante elementos de G = O(D, D) para preservar
la covariancia de dualidad. Al identificar los vectores de O(D, D) con los flujos generalizados
de O(D, D + k), que cumplen el rol de conexién de espin, se obtiene una generalizacién de la
transformacién de Green-Schwarz, que requiere una torre infinita de términos con derivadas

superiores, covariantes bajo O(D, D), en la accién invariante de gauge.

En adelante, tal como hicimos en los capitulos anteriores, fijamos la dimensién en D = 10, ya
que nos interesa considerar el contenido de campos fermiénicos de la TDCs, y usaremos simbolos

caligraficos para distinguir los objetos de O(10,10 + k) de los objetos de O(10, 10).

El vielbein generalizado Ea¢* es un elemento de O(10,10 + k), parametrizado en términos
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de los campos de O(10,10) como

Ev*=En", Eu®= (A%)MP Ep%, En®=—An"es”,

B B L B (5.1.1)
£ =10, £l = EMQAMCY? &S = (DE)O/B eﬁa .

Nétese que esta parametrizacién difiere de (3.5.9) y de construcciones previas, por ejemplo,
[116,117], donde el vielbein generalizado se parametriza con multipletes de GL(10). Los indices
M= (M,a)y A = (A A toman valores M = 0,...,19, A =a = 0,...,9; A = (a,a),
a=0,...,9y a,a=1,..., k. En la parametrizacién aparece el vector Ay/* € O(10,10), que
satisface

Ap® = PyN AN, (5.1.2)

donde la proyeccion esta fijada por la eleccién del grupo de dualidad O(10, 10 + k), en contraste
con O(10 + k, 10), que darfa una teoria equivalente relacionada a través de una transformacién

de Z5. Ademas, aparecen también los objetos

0o = ka® — ApjaAMB (5.1.3)

AN = gy — Ay AN, (5.1.4)

que codificaran la informacién relacionada a las correcciones de orden superior.

La parametrizacién (5.1.1) preserva la restriccién

EmnasENT = naw, (5.1.5)

donde nmanr y Map son las métricas invariantes de O(10,10 + k) y O(9,1)r x O(1,9 + k)g,

respectivamente, parametrizadas segin

0 4, 0 —6ay O 0
MmN = | 6#, 0 0o 1, NAB = 0 63 O , (5.1.6)
0 0  Kap 0 0 KaB

con las métricas de Cartan-Killing de O(1,9 + k) relacionadas a través de

eaamﬁegﬁ = Kaf - (5.1.7)

El gravitino generalizado de O(10,10 + k) se descompone como ¥4 = (0, Vg, ¥5), donde
U5 es el gravitino generalizado de la TDCs y Ug es un gaugino del grupo gauge O(1,9 + k)g,

que posteriormente se identificard como una funcién de los campos generalizados de O(10, 10).
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El dilatino generalizado de O(10,10 + k) estara representado por g, y su parametrizacién serd
directamente el dilatino generalizado de O(10, 10). Las matrices gamma pertenecen a O(9,1),

y verifican (3.3.1).

Las reglas de transformacién de los campos de O(10, 10+ k) tienen la misma forma funcional

que (3.5.14), a saber

SEMA = EPOPEMA + (T — T EM)EP + gfmanT EV Ep7
+ SMB‘TBA — E’V[A\IJB}SMB ,
1 1
od = £Popd— iapgp i (5.1.8)

5 1
§U4 = Mo U4+ T4 U5 + Z:r&»y@\pj + Ve

1
so = Momo+ f&’yﬂg — AV ge,

2

donde g~* ~ o es la constante de acoplamiento de gauge, y T 45 parametriza la simetria local

de Lorentz O(9,1)r, x O(1,9+ k)R en el espacio doble.

La derivada covariante que actia sobre el parametro de supersimetria € es

1
Ve = Eqe— zwAgc'yBCe, (5.1.9)

donde 94 = V2EM 400, y wance es la conexién de spin generalizada de O(10, 10+ k), que define
los flujos generalizados de O(10, 10 + k) mediante

Fage = 304N pEne) + 9V2fanpEMAEN 5ET e = —Bwianey (5.1.10)
Fa = V2eXoy, <5M Ae*ﬂ’) — —wpA®, (5.1.11)

og) for MNP =q,f,
fan” = o B (5.1.12)

0 otras combinaciones

Similarmente, debemos imponer condiciones equivalentes a (3.5.7) y (3.5.8)

OMOMx =0,  Oux0Mx=0,  fMypour=0, (5.1.13)
Jamne = fivwr) s fn® fpr% =0. (5.1.14)

La variacién 6£,% = 0 nos permite fijar la componente TP del parametro de Lorentz doble
— — 1 —
Tal = (97€ucr" - 5@79\11175&2) (O72)% e, (5.1.15)
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mientras que la constancia del mapa e, nos conduce a de,® = 0, y a partir de alli determinamos

la componente ‘J’ag

— — — — — 1 —
T8 = (5(Dé)aﬁeﬁﬁ — POpES + 0P EnED” — gfus EPE T — igqujﬂgab)(m—%)aéeéa.

Los generadores de gauge (to‘)jg dan lugar a la relacién

VB = —gVi (t%)4 8 (5.1.17)

lo que permite escribir

a a (o — 1 a

Estos generadores satisfacen [to , t5] = fag”ty y Tr(t*ts) = Xrdj, donde Xp es el indice de

Dynkin de la representacién. Parametrizando §€y/¢ se obtiene

0Aep = E70pAep — 0uTep — 28,0 T — A%epTas + ©aVep (5.1.19)
donde
g Bl
o = \E\I/ESQB(t )es - (5.1.20)

Para eliminar estos grados de libertad adicionales, es conveniente definir

« 1—
Faop = Faep — 5 VeV (5.1.21)

lo que permite establecer la identificacion de Bergshoeff-de Roo generalizada entre las conexiones

de gauge y espin generalizadas

AMC—D = FJDC—D, (5.1.22)
y definir Uz como la curvatura del gravitino generalizada
1B
\Ifcfp = V[g\f[/@ + -w @mg, (5123)

2

ya que ambos lados de (5.1.22) y (5.1.23) transforman de la misma manera. Los pasos principales

de la demostracién se pueden encontrar en [115].
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5.2 El orden o de la Teoria Doble de Campos con

supersimetria N = 1

Ahora procederemos a calcular las correcciones de primer orden en o a las reglas de transfor-
macién de los campos generalizados de O(10,10 4+ ngy), asi como a la accién de la Teoria Doble
de Campos con supersimetria A/ = 1, basdndonos en la identificacién de Bergshoeff-de Roo

generalizada.

5.2.1 Transformaciones de los campos

Las reglas de transformacién (5.1.8) inducen deformaciones de orden superior en derivadas
para las transformaciones (3.5.14)! de los campos de O(10,10 + ny). A continuacién calcu-
laremos las modificaciones de primer orden, expandiendo los coeficientes (D%)aﬁ y (A%) N en
la parametrizacién de los multipletes de O(10, 10 4 k). Para simplificar la presentacién, vamos
a omitir el sector de gauge de los multipletes de O(10,10 + ny), es decir, tomaremos ngy = 0, y

obtendremos las reglas de transformacién inducidas de los campos de O(10,10). El sector de

gauge se incluird trivialmente mas adelante.

Es conveniente expresar primero las componentes de los flujos generalizados de O(10, 10+ k),
(5.1.10) y (5.1.11) en términos de los flujos de O(10,10), definidos en (3.2.15) y (3.2.16). Los

términos de primer orden en la expansién de los coeficientes (D%)aﬁ y (A%) A" toman la forma
1 1
(02)o? 2 kP — 5AMa AP, (A2) iy 2y — gAMa AN (5.2.1)

Estos objetos entran en la parametrizacién de los campos, dada por (5.1.1), y a través de estos,

en los flujos generalizados. Asi obtenemos, por ejemplo, la componente Fgp.

3 3b ved 1 wded 2wz xed *
bec = Fape + F& = F@_ T <a[ancd _ EFQ[@F ded _ §F Ce[aned) Fg]a’ (5.2.2)
en donde hicimos la identificacién (5.1.22) y usamos
Fro=pyNFr = Lpyer = Lpe(po 1y 5.2.3
Mbe = PM Enge = M g = T b | Fape — 5 ¥5tate | (5:2.3)

ademds de b = 0 y donde la etiqueta ) hace referencia al nimero de derivadas de los

2
1-XR)g?’

campos bosénicos del objeto. Las correcciones de orden o’ a las distintas componentes de los

flujos generalizados se listan en el apéndice C.

'En este capitulo no se consideran las interacciones cudrticas en fermiones.
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Veamos ahora la forma que toman las reglas de transformacién (5.1.8), teniendo en cuenta
que la transformacion del dilaton generalizado, asi como las transformaciones de difeomorfismos
de todos los campos, no reciben correcciones, y que solamente consideraremos contribuciones al

orden mas bajo en fermiones:

e Frame generalizado: La identificacién £y/% = Ep® implica 6% = dE)®, v de (5.1.8)
obtenemos
SEM" = LeBy®™+ Ex'T3" + EPT5" + %aéqﬁgm . (5.2.4)
Utilizando el pardmetro (5.1.15) y la siguiente relacién

AnF(0)5% = A (L) (5.2.5)

que se cumple para cualquier funcién f, se obtiene

_1

. _ - _ 1 _
SEN" = LeBy® + EMb‘J'Ea - AMﬁapfaEPa(D_%)aﬁ + S (A T )MNENQ' (5.2.6)

2
El segundo término en el lado derecho de esta expresién permite identificar Tz con la
componente A— del pardmetro de Lorentz de O(9,1)r x O(1,9)g. EI tercer término

contiene la deformacién

0 I
3\ T = S BNV AR (5.2.7)

que corresponde a la generalizacién covariante de O(10, 10) de la transformacién de Green-

Schwarz [118]. Finalmente, el dltimo término en (5.2.6) contiene la correccién de primer

orden a la regla de transformacién de supersimetria

_ b _ —
SVEN® = _gaéqﬂF&E N, (5.2.8)

Siguiendo un razonamiento similar, se puede ver que la otra proyeccion transforma como

b — 1 -
0WEN® = o FNUEN( = Ogphg + eV VsFygBu’) | (5.2.9)
donde hemos identificado
N
Tap = Nap + ZF[b’*‘dag]/\a. (5.2.10)

e Gravitino: Las correcciones de primer orden a las reglas de transformacién del gravitino

de O(10,10) pueden obtenerse de (5.1.8) y toman la forma

= = 1
sV, = % OpN g F e 4 g TP 4 ~ D ybee, (5.2.11)

4 e
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Notese que hay dos correcciones a las transformaciones de Lorentz. El primer término
en el lado derecho puede interpretarse como una transformacién generalizada de Green-

Schwarz, y el segundo depende de la curvatura del gravitino.

e Curvatura del gravitino: A partir de la componente de gauge de la transformacién del
gravitino en (5.1.8), encontramos que la curvatura del gravitino obedece la regla de trans-

formacién

1 1
§F*§E6£6+§F§%’yge. (5.2.12)

| 1 _
05 = EM N 420 5 A +1Ag’yﬂ\y%+§8%[\%\1’c+
e Dilatino: Las correcciones de primer orden a las reglas de transformacién del dilatino

generalizado que se obtienen de (5.1.8) son

b

— 1
6o = TOpAGE; My b VRS eg,e L p®) abe —5Fe. (5213)

8 12 abc

Incluyendo el sector de gauge

En este punto resulta trivial incluir el sector de gauge en la TDCs. Tal como se hizo en el
capitulo 2 para el orden mds bajo de la expansién en o/, basta con extender el grupo de dualidad
0(10,10) — O(10, 10+ny), el sector derecho del grupo de Lorentz doble O(1,9)r — O(1,9+n4)r
y los indices del espacio doble M — M = (M,i),a — A = (a,i), de manera consistente. Ahora,
los flujos generalizados y la curvatura del gravitino incluyen las contribuciones del sector de

gauge, y en particular las constantes de estructura.

La extension directa de los indices en las ecuaciones (5.2.7 - 5.2.13) proporciona las siguientes

reglas de transformacién de primer orden para los campos generalizados de O(10, 10 + ng)

W By = —%EN@F*N@ (aMrCD - 1eyb\I/BFbCDEMB> , (5.2.14a)
sV E,A = g Fy P <ENA8N Tep — %’yQ\PZFNC—DEN b) , (5.2.14D)
SO = iabrC—DFQCTH%Z 40 5 V00T ep + 4Fﬁ‘b> e (5.2.14c)
sWo = abr—F CDbey — gyaFaBCFdBcade 12ngg abe, %Fg(?’)yﬂe. (5.2.14d)
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5.2.2 La accion supersimétrica a orden o/

La accién invariante bajo las reglas de transformacién (5.1.8) tiene claramente la misma forma

funcional que (3.5.22), pero depende de los multipletes de O(10, 10 + k), es decir
So(10104k) = / d20+kx =2 (7%(5, d) +§Z¢vgxpz — PYEVp + 2\I!AVA,0> . (5.2.15)
con el escalar de Ricci generalizado
R(E,d) = 204FA+ FuFA— éfﬂFﬂ - %FZE}J& , (5.2.16)

la extensién de O(10, 10+ k) de (3.2.22). Por lo tanto, esta accién contiene correcciones de orden
superior en términos de los campos de O(10,10 4 ny). Tenemos entonces, hasta primer orden
R = R+HRW = R FY pite 3F£’ZF abe + 2F,Y Fd 4 20, )
b

o,
SP@AB e (5.2.17)

b *d *BC'
+0aF*F deaFalC + 2

donde R es el escalar de Ricci generalizado a orden cero, dado por (3.2.22), pero incluyendo el
sector de gauge heterdtico. Nétese que esta ecuacién esta escrita usando los flujos generalizados

de O(10,10+n,) y su correcciones. Reemplazando las expresiones (C.2.1)2, R™) puede escribirse

como
RW = i (a6 F " p) F*9OP 1 (0,0, F*25) F*OP 1 2(9,F; CP) F*e o Ft
(O F D) (9 F o) + (8aFy OP)(02F o) + 2(0uFy) F o F*9CP
((%F;CD)F*CDF*A”C — (0, F;CD)F*CDFabC + 2(0,F ) Fy CP FY (5.2.18)
_4(8GF*CD)F@@F*QE 3 F*E 7F:EDF:CDFabc F*Q@F*@FQFQ
+ F*(JE Fb*ED F*GCG F*bGD _ F*(JE F* F*aCG F*bGD FAbd F*f— Fg@ FAbe
que depende del gravitino generalizado a través de la componente F del flujo generalizado,

definida en (5.2.3).

De manera similar, podemos definir

Lp =0V, 0 — 092V,0 + 20" Vo = Ly + LY | (5.2.19)

2Donde los indices planos, proyectados con P 4p, estan extendidos para incluir el sector de gauge (es

decir, ¢,d,... = C, D, ...).
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donde Lp fue introducido en (3.3.11), y las correcciones de primer orden estan dadas por

117 &3
iy = Z\IJA798£\IJZFQCDFQ@—§\PA bed (O Fryep) Fa P
Ry T E CD
+6 0 VY Fryp Py PP + 12\1: VA1 F =P P Fy P
1 —A
\I/A b‘IICFbEFFdAchEF+2\I’ PUep(07F7,) — 20 bq’iFAchCCD

1—CD 1
2T Pk U — GV e Fhed — 4\1/CE7411E—F,,CD—ZmaabngCDFa@

1 1 1
4= Q,yabcga FbCDF CD Q'YabCQFabdFd F D achF CEFbEDF CD

8 16 127
—A D = —CD
—1\1; e (aZFQCD)FQC—DjLZ\IJ V0P gy Flon PP — 20 Fe 5,0
37 0D ) 1_
+U 00 Fyep) — ¥y 0F " Fypp — 2\11 D ab o FuFeep| (5.2.20)

la cual incluye el sector de gauge heterdtico.

En conclusion, las correcciones de primer orden manifiestamente covariantes bajo dualidad
a la accién de la TDCs (3.5.22) en términos de los multiples de O(10,10 + ny), estan dadas por

la suma de RM) y L%). La accién
Sn'—1 DFT = / 4?0t x =2 (R +RW + Lp+ LE})) , (5.2.21)

es invariante bajo las reglas de transformacién (3.5.18, 5.2.14), hasta términos con cuatro

derivadas y dos fermiones.

5.3 El orden ' de la supergravedad heterética

Para establecer una conexién con la teoria efectiva a bajas energias de la cuerda heterdtica,
en esta seccién parametrizamos los multipletes de dualidad de O(10,10 + ny) en términos de
los multipletes de supergravedad y super Yang-Mills. Primero, examinamos las deformaciones
de las reglas de transformacién de supersimetria. Luego, expresamos la accién supersimétrica
invariante bajo O(10,10 + ng4) en términos de los campos de la teorfa en diez dimensiones.
Derivamos todos los términos de la accion efectiva de la cuerda heterdtica, incluyendo términos
con hasta cuatro derivadas de los campos y términos fermiénicos bilineales. A lo largo de esta
seccién, comparamos nuestros resultados con propuestas previas en la literatura, destacando

similitudes y diferencias.
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5.3.1 Transformaciones de los campos

Las correcciones a las reglas de transformacién de los campos covariantes de dualidad (5.2.14)
inducen correcciones de orden superior en derivadas a las reglas de transformacion de los campos
de supergravedad y super Yang-Mills que parametrizan los campos generalizados (3.5.9 - 3.5.13).
En consecuencia, esperamos que existan redefiniciones de orden o/ de las parametrizaciones, que
ahora denotamos como gua,gw,, 5, EL, QZ”, P, Xi, en términos de los campos covariantes de gauge

y Lorentz, por ejemplo

e = e + O(d') Z/w = b + o), JM =Y+ O(a'),  ete.

Para encontrar las relaciones entre ambos conjuntos de campos, es conveniente enfocarnos
primero en las parametrizaciones de los flujos generalizados y curvaturas, asi como en sus reglas
de transformacién. A partir de los términos de primer orden en la accién (5.2.21), vemos que
solo son necesarias las expresiones del orden cero de los flujos generalizados. Denotamos la

arametrizacién de F*__ como
p aCD

acd?

QGCL,=:<a#‘)IﬁC,AaU> , (5.3.1)

donde los sombreros " distinguen objetos que contienen fermiones, y los indices colectivos del
espacio tangente C' = (c,i) incluyen los indices de gauge. En términos de los campos de

supergravedad y super Yang-Mills, las componentes son

~(— _ 1—
) = () = Ponabe) . 532
con w((jc) = Wape £ %Haba
- 1 i 1 i wo v
Foy' = _\ﬁ Fy,y - 51%%])( € a€ b, (5.3.3)

donde F),* es la curvatura del campo de Yang-Mills definida en (3.5.19), y

AT = - (Au’“fk” + 4xmxﬂ> . (5.3.4)

La curvatura del gravitino generalizada W5 se parametriza como

1 . 1.
L AianX — =Ouapt© 5.3.5
o ABX' — 5 ABY ( )

~ 14
Uup=VUup — §QCAB1/JC =1ap —

81



con

Yab = [0y Vi1 (5.3.6a)
1 .
ai — = aa [ A(+) 7 Fci be a> 5 5.3.6b
0 2\/§<x 4ab07x 2\/§b7w ( )
1 .
i = —=Fpein™x) » 5.3.6
ij WG beliV Xj) ( c)
y

Qiap = (Fabz’aAai]’a ﬁfijk) (5.3.7)

la parametrizacion de las componentes Fz; del flujo generalizado.

Parametrizando las reglas de transformacién de Lorentz y supersimetria de F™* oB

BC
b F* D i
OF™ WBC = —O0uN\pe + A% bBC_2A B } . T Y50, (5.3.8)
obtenemos
5QuCD = —0,Acp + QQ/LB[DABC} +evu¥en, (5.3.9)

donde los pardmetros de Lorentz generalizados Ay, y A5 se parametrizan como —1~\ab +E’y[azzb]
y KAB = (Kab, Km-, Kij), con KAB = Aap + O(a)). Aqui, Ay es el generador de las transforma-
ciones de O(1,9), mientras que Ay = ﬁéﬁaxi y Nij = fijk)\k dependen de los pardmetros de
supersimetria y de gauge segin (3.5.16) y (3.5.17).

La transformacién (5.3.9) contiene, ademéds de las transformaciones de Lorentz estandar, la

variacién de supersimetria de la conexién de spin con torsién [94,95]

3 g
0 w;(tbc) Ve + ZE’Y[pXiF;Z,]e'/bepm (5.3.10)

las transformaciones de supersimetria y de gauge de la curvatura de Yang-Mills

- 1 _ _ 1_ 1 .
56Fuci = 5 v# (EPYCXZ') - E’Y,uchi + ZG’Y“ <2Hcyp’y”pxz- — Fl,pi"yl/p’(/)c):| (5311)
y
ONFuei = fiiN Fuc”, (5.3.12)

asi como las transformaciones de gauge y supersimetria de orden cero de la conexién de Yang-

Mills A4,°, que se muestran en la ecuacién (3.5.18).

De manera similar, a partir de la transformacién de la curvatura del gravitino generalizada

e 1 1 e 1
W = 2WepA ) + Ay Vi + 50 gEYC + S F g + f(di‘By e  (5.3.13)
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obtenemos

§Wep = 2UppAP e + éﬁzwcmﬂ”e, (5.3.14)
donde hemos definido
Ruven = =204, 00 + 20" Qep | (5.3.15)
cuyas Componentes Son
Ruved = R,(Wld Fur'FonieT e (5.3.16)
Ruve' = V2 <VEN)F5}C + leXiV[quFl/}cj) ’ (5.3.17)
R = FE 9, +F’A[qu} + %V[M (Xvx?) - (5.3.18)

En particular, (5.3.14) contiene la transformacién de supersimetria de la curvatura del gravitino

estandar de supergravedad

1/~ 3. 5
5ewab = g <R£Ll/2Lb + 5 l“/ab> "}’u €, (5319)
donde RL;ZLb es la 2-forma de curvatura construida a partir de la conexiéon de spin con torsién

»)

W0 Y T wwab = F[Wiﬁ’ab]i, en concordancia con [94,95].

Ahora nos enfocamos en la parametrizacién de los campos fundamentales. Comenzamos con
las reglas de transformacién deformadas de las componentes Fy® y Ep2 del frame generalizado,
dadas en (5.2.14a) y (5.2.14b). Por supuesto, diferentes redefiniciones conducen a multipletes

de supergravedad que obedecen reglas de transformacién distintas. Una de particular interés es

la siguiente

60— e Z(wl(ml) (et L 9Ty 4 Ay, A ) e, (5.3.20)
b = - 7( —)acd ((la; —|—2T—|—Am]Amj) 7 (5.3.21)

donde Ty = FiFpc y T = T,% Se sabe que los términos cuadraticos en las conexiones de
espin y de gauge son necesarios para eliminar las transformaciones de Lorentz no convencionales
de los campos de supergravedad e,* y ¢ [118,119]. Junto con los términos covariantes de
gauge T, estas parametrizaciones determinan los campos e,* y ¢ que obedecen las reglas de
transformacion de supersimetria y Lorentz de orden cero. Para obtener este resultado, se fija

el gauge tal que etz = e#, = e, (5Ei;- =0y dE"; = 0, y asi absorber varios términos en los

parametros de Lorentz. Como consecuencia, se necesita la siguiente parametrizacién para el
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gravitino covariante bajo dualidad

~ b

. ba rn
Yo = Ya-— §QQCD‘I’CD + gQaCDQboplﬁb- (5.3.22)

Curiosamente, estas parametrizaciones inducen una deformacion de la variacién de super-
simetria del gravitino que puede ser absorbida en la torsién de la conexién de espin mediante la

siguiente modificaciéon de la curvatura del campo de Kalb-Ramond

7 b~ ba cio(o) g bk o (i j
Hup = 3 [8[ubvp] - Ccﬁ(g)p + 50;%22 + §F[u v )Fp]ci + gA[uav (x 'Yp]X]) fijr

b—i j m b—z j 10 ci
+§X V[MXJ (BVAp}k - Af/Ap] fklm> fijk - gX ’Y[uX]FV F;]C ’ (5'3'23)

donde aparece la forma de Chern-Simons de Yang-Mills C;(;Z)p, definida en (3.5.21), multiplicada
por el coeficiente
1
¢=1+ ibC, ckij = fi* fiue (5.3.24)
que contiene una deformacién de primer orden. También aparece en la redefiniciéon de H,,,

el objeto C’ﬁ%, que denota la forma de Chern-Simons de Lorentz de la conexién de espin con

(=)

torsion wu be

A — _ 2 (- =) (=
C(L) :’LZ)( )cday,w( cil—l_iw[( )bcw( )’LZ)( )db- (5'3‘25)

Los términos bilineales en gauginos en (5.3.23) pueden ser absorbidos en la deformacién de
primer orden de la forma de Chern-Simons de Yang-Mills reemplazando AZ — flujk , pero esto

no es conveniente por razones que se aclararan mas adelante.

La 3-forma H wp (5.3.23) puede reescribirse de forma compacta como

- - ba
Huwp = 3 10byy) — C;(i%)p? T 561“4’ ’ (5.3.26)
donde
o ~ A 2 A A ~
G,Wp = a[“QVCDQp]CD + gQ[mCD‘QZ,DEQp}EC . (5.3.27)

En el esquema donde el dilatino se denota como A, una parametrizacién del dilatino anédloga a
(5.3.22) también conlleva el reemplazo de H,,,, de orden més bajo por H uvp €N su transformacion
de supersimetria. Como resultado, la combinacién p = 2N+ ’ya{/;a y su regla de transformacion
de supersimetria permanecen sin deformaciéon. Especificamente, p = p y d.p = (5§0) p. Por lo

tanto, en el esquema donde el dilatino se denota como p, ni el campo mismo ni su regla de

84



transformacién se modifican. De (5E,f y 05 en (5.2.14), se puede observar que las reglas de
transformacion del campo de gauge y del gaugino no estan deformadas, por lo que no es necesario

redefinir estos campos.

Finalmente, a partir de las reglas de transformacién de las componentes E,; 0 E,q, y uti-

lizando las parametrizaciones definidas anteriormente, obtenemos

- b . B .
6V, = —2 (a[uACDQV]CD + efy[M\IICDQV]CD) . (5.3.28)

Esta expresion compacta contiene informacion sobre las transformaciones de gauge, Lorentz y
supersimetria del campo b, las cuales analizaremos por separado. Al expandir el primer término

en (5.3.28), se obtiene

b A b (= ioij Lo coiy 7

141

El primer término en el lado derecho corresponde al sector de Lorentz de la transformacion de
Green-Schwarz [102], que requiere la inclusién de la forma de Chern-Simons de Lorentz (5.3.25)
en H wp- Este término no puede eliminarse mediante redefiniciones del campo b [118]. Los
términos bilineales fermidnicos en ﬁ)l(,zcg pueden cancelarse redefiniendo ZW = bu— %w[ﬂc‘iﬂc%} Vd,

pero elegimos no hacerlo porque (5.3.25) estd definido con la correspondiente contribucién

fermidnica, y por lo tanto H uvp €8 invariante bajo Lorentz.
La contribucién bosénica del segundo término en (5.3.29), constituye la correccién de primer
orden a la transformacién de Green-Schwarz de Yang-Mills

O\ = =0 Ay (5.3.30)

resaltando la deformacién ¢ de la métrica de Killing en (5.3.24). Esta transformacién tampoco
puede eliminarse mediante redefiniciones del campo b. En su lugar, es conveniente cancelar los

términos fermiénicos en Auij redefiniendo
7 bk —i,
con el fin de comparar con resultados estandar. Con esta redefinicién, (5.3.23) se convierte en

7 I 3b =) faf 1 i froci g 1, i
Huyp - Huyp + ? (VEL )Fy Fp}ci - EX ’}/[MXJFV FZ]C + ZX ’Y[HXJFUp]ker]k> , (5332)

donde

__ b ~
Hyup=3 <a[#by,,] —¢CY), + 2055))) : (5.3.33)
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Finalmente, el tercer término en (5.3.29), junto con el segundo término en (5.3.28), contienen

las deformaciones de primer orden de la transformacién de supersimetria de b, esto es

5(1)1)!“/ — g <w(—)0d6€w(

[ ]_C)d - CA’EM(SEAV]Z‘ + F[MCi(;eFA‘V}CZ‘ + V(_) (E’}/bxz) FV}bi) . (5334)

v (1

El primer término en (5.3.34) fue introducido originalmente en [104] para restaurar la covarian-
cia de Lorentz manifiesta en la variacién supersimétrica de la curvatura del campo b,,,. Poste-
riormente, fue reobtenido en [94] como consecuencia de la propuesta de que las conexiones de
Yang-Mills y la conexién de spin con torsion deben aparecer simétricamente en la supergravedad
con N' =1 en diez dimensiones acoplada a super Yang-Mills. El segundo término en (5.3.34)
refleja la deformacién ¢ de la métrica de Killing (5.3.24) en la transformacién de supersimetria
de orden cero (3.5.18). Estos dos términos son los andlogos evidentes de las transformaciones

de Green-Schwarz de Lorentz y Yang-Mills

b (e
Onby = =BG Bab = GO A AL, (5.3.35)

como se senal6 en [104]. Aqui, estas transformaciones se derivan directamente de la formulacién

manifiestamente covariante bajo dualidad de la teoria.

Es notorio que el segundo término en (5.3.28) puede obtenerse a partir de la transformacién

de orden cero del campo by, en (3.5.18) con las identificaciones AL ~ QHCD,Xi & VOD e

una generalizacién de la simetria AL > wff)Cd,Xi < p° empleada en [94, 95] para obtener
el superinvariante de Riemann al cuadrado. Esta identificacién generalizada juega un papel

crucial en la demostracion de la invariancia supersimétrica de la accién de primer orden, como

discutimos en la siguiente seccién.

En resumen, las definiciones (5.3.20 - 5.3.22) y (5.3.31) conducen a campos de supergravedad
y super Yang-Mills que obedecen las reglas de transformaciéon de orden cero, excepto por las
deformaciones de primer orden en (5.3.34) y el reemplazo H,,,, — H uvp €n la transformaciéon de

supersimetria del gravitino®, que toma la forma

1_
54% = Ou€ — Zwl(:;,)ﬂ“be, (5.3.36)

~(+ i
con w( ) Wyab + %Huupe”aepb.

pab

Claramente, las leyes de transformacién dependen de la eleccién de la parametrizacion. Por

3También en la del dilatino en el esquema (p — A), siendo S A = — 3770, de + o Hapey*e.
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ejemplo, podriamos definir

. P
et = e — 3 <wl() ) dwgd) + Ay A j) el (5.3.37)
7 b ~(—)acd ~(—) Aaij A
& = o= g (0] + AA,,) (5.3.38)

y expresiones similares para sus companeros supersimétricos, que estan relacionadas con las
parametrizaciones anteriores mediante redefiniciones de campo covariantes bajo transforma-
ciones de gauge y de Lorentz. Se sabe que esta parametrizacién reproduce los términos con
cuatro derivadas en el sector bosénico de la accién efectiva de la cuerda heterdtica cuando
b= o' [119]. Adem4s, los campos definidos de esta manera obedecen la misma dindmica clésica
que los de (5.3.20) y (5.3.21), ya que las acciones efectivas correspondientes difieren solo en

términos proporcionales a las ecuaciones de movimiento de orden cero.

Sin embargo, las definiciones (5.3.37, 5.3.38) inducen correcciones de primer orden com-
plicadas en las reglas de transformacion supersimétrica de los campos de supergravedad. Por
esta razon, preferimos mantener los campos que obedecen leyes de transformacién con la menor

cantidad de deformaciones.

Antes de pasar a la construccion de la accién invariante bajo las transformaciones modifi-
cadas, vamos a analizar las deformaciones propuestas en las referencias [94,95]. En particular,
nos preguntamos si existe una parametrizacion del vielbein covariante bajo dualidad en términos

de uno covariante bajo gauge que transforme segun lo propuesto en [94] o en [95], es decir

/ /

a 3a - 0T v a a a 7 v a
5(1)eu :—3—267 Yu Trpore™®, 0 5(1)eu :ﬁe'y[)\x F, il Pera (5.3.39)

respectivamente, escritas aqui usando nuestras convenciones. Notese que solo examinamos los
términos que involucran al sector de gauge, ya que el sector gravitatorio coincide hasta el orden

considerado. En concreto, buscamos una cantidad £, tal que
e =e,  +E,° and 5(1)eu“ = 5(0)Eua. (5.3.40)

Las expresiones més generales que pueden reproducir alguna de las transformaciones (5.3.39)

pueden escribirse esquematicamente como

E," = af" (E“’y“'w,e)u “+ay (@’y“'xFe)“ “ (5.3.41)

O como

B, = b'HyH* e, + b5 (0 v~ He)y® + U5 (py-1p. He) " + b (xy~9.Fe),”

HOF (XY xFe)u® + b (v xFe)u® + by (xy - xHe) ., (5.3.42)

87



donde los términos entre paréntesis representan todas las posibles contracciones de indices y
nimeros de matrices 7y, enumeradas por el supraindice m, mientras que ¥ y 1. denotan el
gravitino y la curvatura del gravitino, respectivamente. Sin embargo, hemos encontrado que

ninguna de las expresiones en (5.3.39) puede ser reproducida.

De hecho, la transformacién supersimétrica de Green-Schwarz generalizada, parametrizada
con los campos que reproducen los términos bosénicos de la accién efectiva de la supergravedad
heterdtica, impone fuertes restricciones sobre las posibles deformaciones de la teoria. En par-
ticular, no admite las propuestas (5.3.39). Esto no implica que dichas propuestas estén en
conflicto con la teoria de cuerdas. Para establecer la invariancia de la accién que implementa
esas transformaciones de supersimetria bajo transformaciones de O(d, d), serfa necesario reducir

dimensionalmente la teoria a 10 — d dimensiones.

Cabe destacar que las deformaciones (5.3.34) y (5.3.36) se obtuvieron a partir de las reglas
de transformacién de los multipletes de O(10,10 + k), cuyo &lgebra cierra exactamente. En
consecuencia, la teorfa evita un procedimiento iterativo como el de [94,95] que solo garantiza la
consistencia hasta un cierto orden. Ademads, la supersimetria se mantiene manifiesta a todos los
ordenes y las reducciones dimensionales preservaran la invariancia bajo dualidad T esperada en

la teoria.

5.3.2 La accién supersimétrica a orden o’

Si bien es un ejercicio laborioso, la accién (5.2.21) puede parametrizarse de manera directa.
Utilizando identidades de Bianchi e integraciones por partes, la accién de la teoria a orden

O(a’) puede escribirse de forma compacta como

= Tree , 3.
S dlD 2¢L 5 3 43
con
o 1~ THYP 1 uvi o 4 HuvAB
£ = R4V oV — 5 Hup M — 2 Fpui " + = RyvapR
_ B _ 1. B 1 ,
—UYIV A+ PV up £ 208V p = X Vi + X (’Y“w” — 47“”p> F,
1~ _ _ _ 1.
+ogHpor <¢“7’mwu +12¢Py7YPT —pyP7Tp — 69T p + 2%7"‘”)@)

1

+ao |:\I'AB’}/'“DM(U),Q)‘IJAB ~ 51

_ _ — 1 A
H;wp\I’AB’YHVp\I’AB - \IJAB <’7#¢V - 4’YWP> R,LLI/AB:| )
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donde hemos tomado b = o/, y definimos

N A 1
Du(w,D¥ap = 9Vap+ 20,4 Vg — ZwucdfyCd\IlAB . (5.3.44)

Tal como esperdbamos, el sector puramente bosénico reproduce la expresién obtenida a partir

del célculo de amplitudes de dispersién [65-67], esto es

1 —pp— 1.
Slhos = /dloxee_2¢ [R%— AV, pVHp — EHWPHWP _ ZCFZWFiuu

o b 1 3 o
+3 (wah ROy — 5 T T — QTWMT“”W> + e.o.m.] , (5.3.45)

donde e.o.m. se refiere a una combinacién de las ecuaciones de movimiento de orden cero Ag,,,

A¢p, AA,; y Ab,,, listadas en el Apéndice D. Esta combinacién es
1 1 . ,
e.o.m. = §AeWT““ — <4A¢TW + A(AD), AA;, + A&AipAb’\MAbp,,> g, (5.3.46)

con A(Ab), = (AAY — 24 AbY,). La correccién de primer orden a la métrica de Killing inclu-
ida en el coeficiente ¢ y todos los términos en e.o.m. pueden eliminarse mediante redefiniciones
de campos covariantes de gauge. Sin embargo, como argumentamos en la seccién anterior, los
campos redefinidos obedecerian reglas de transformacién de supersimetria més complicadas. In-
virtiendo el argumento, podemos pensar que al agregar términos proporcionales a las ecuaciones
de movimiento en la accion, las deformaciones de las reglas de transformacién de supersimetria

pueden minimizarse.

La aparente simplicidad de las correcciones de primer orden con términos bilineales en
fermiones en (5.3.43) se debe a las definiciones (5.3.1), (5.3.5) y (5.3.15). Los términos que
son independientes de los campos de super Yang-Mills (es decir, aquellos en los que todos los
indices colectivos A, B, ... toman los valores a, b, ...) coinciden exactamente con la ecuacién (2.11)
(—)e

de [95]. Este resultado se obtuvo reemplazando AL — v X' = ¢°? en el Lagrangiano. De

hecho, se puede recuperar el Lagrangiano £(R?) de [95] reemplazando

Yap — /‘/}ab 3 ﬁz,uuAB — RE,;,ZL(, 3 ﬁyyp — F,uup

en (5.3.43). Sin embargo, las estructuras con indices colectivos del espacio tangente A, B, ...
contienen campos de super Yang-Mills ademas de los campos de supergravedad. Noétese que

H,,, involucra la generalizaciéon de la forma de Chern-Simons de Lorentz (5.3.25) definida en

(5.3.27). Como era de esperar, los términos en los que los indices colectivos toman los valores
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i,J,... no coinciden con las expresiones correspondientes £L(RF?) + L(F?) en [95], ya que las
reglas de transformacién de supersimetria de los campos difieren en términos dependientes de

los campos de Yang-Mills.

Invariancia supersimétrica

Probar la invariancia supersimétrica de la accién (5.3.43) resulta de la observacién de que tanto
la accién como las reglas de transformacién de los campos tienen la misma estructura que las
correspondientes en [95], aunque con indices colectivos, excepto por los términos contenidos
en Ay = 2—\1/5(7:%)@, que se cancelan en la variacién de la accién. A continuacién mostramos

la invariancia supersimétrica de la accién (5.3.43) ante las transformaciones de supersimetria

(3.4.14), (5.3.28) y (5.3.36), junto con las reglas transformacién

5QuCD = _3uACD + 2QHE[DAEC] +evu¥ep = _DMACD +evV¥en, (5.3.47a)

SRuwep = 2R, AT o) — 2Dy, (@1, %eb) | (5.3.47b)
1.

§Wep =2¥ppAro) + sRuwcpy e (5.3.47c)

Sabemos que a orden cero la teoria es invariante [103], por lo cual nos enfocamos en las

variaciones de orden o’
65N = / d0zee=2 [—eﬂa(s(%ﬂaﬂﬂ — 260600 4500 4 5<1>L<0>} , (5.3.48)

de donde obtenemos

/ 30/7

- 1- A A
(58)(1) = —%Ep <lepew/p - QR;WC’D:R/WCD> + ?5')’(%/})\)}[#147@)\”'0

3, R 1 - 1
_767M¢ (vp¢euup - 7’Dp€,u1/p + E

\V)

~ % pCD 30/7 i )
:R,u,pCD:RV + ?E’Y}LX Fupie
/ R R 1 . R R

+%5(0)QMCD <Ab‘“’ﬂ,,CD t+ 5 H" P Rypcp + 2V, pRHCED _ @,,JQ“”CD>

O{l 0) 7 A S o CD
+§5( )'Lﬂ’u ('YPUT@/),uepaT + 12’701/}76#07' - 3707pe#07 + 871/\1/ RNVCD)

o - oT oT o v T o —i_poT ..
_gé(o)p ((7p p+3777YP) epa‘r — 29 \I’CDR;WCD> + Ed(O)X 0 Xiepm'

_ A 1 1 1 -

—|—2al(5(0)\I/CD <1)(w, Q)\I/CD — <W¢ + 24H> \I’CD + 5 (’Y“W/ - 4’)/“”/0) :R/LI/CD>
+5(1)5W,Ab"” _ 2(5(1)@“A¢# +26MW5Ap. (5.3.49)
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Las variaciones (5.3.47) dependen explicitamente del pardmetro de supersimetria y también a
través de A, = 2—\1/5@0)@. La dependencia explicita tiene la misma estructura que las trans-
formaciones correspondientes en [94,95], con la sustitucién de los indices colectivos C, D ... por
¢, d,.... Dado que las acciones correspondientes también tienen la misma estructura, podemos

asegurar que estos términos se cancelan en (5.3.49).

Los términos dependientes de A.; aparecen en 5(0)(2“(; D, 5(1)bW y 8O W~ p. Podemos descar-
tar la dltima contribucién, ya que es de orden superior en fermiones. Las dos primeras contribu-
ciones pueden reescribirse como

a/

(6s)" = 5D, [G“ACDQVCD - Q#EDQVCDAEC] e
o CDpuv o CD Vo
—|—§®VDHA R op — ZDMA H# p.’R,,pCD ,

expresion que se anula tras realizar algunas integraciones por partes.

5.4 Conclusiones

En este capitulo presentamos los resultados de [2], en donde derivamos las correcciones de
primer orden en o’ a la TDCs expandiendo el formalismo exacto, supersimétrico, y covariante
bajo dualidad de [115]. Al descomponer el grupo de simetria global O(10, 10 + k) en multipletes
de O(10,10 + ng), la teorfa incorpora términos de derivadas superiores a todos los dérdenes.
En [2] conservamos términos con hasta cuatro derivadas de los campos y términos fermiénicos

bilineales.

Las reglas de transformacién de los multipletes de O(10, 10 + k) inducen deformaciones de
derivadas superiores en las de los campos de O(10,10 + ny). En particular, producen una
generalizacion supersimétrica de la transformacion de Green-Schwarz covariante bajo dualidad
que se encontrd en [118]. Para conectar con el limite de bajas energias de la cuerda heterética,
parametrizamos los multipletes covariantes de dualidad en términos de campos de supergravedad
y super Yang-Mills. La inclusién de términos de derivadas superiores requiere redefiniciones de
campos no convencionales y no covariantes en las parametrizaciones de las estructuras covari-
antes bajo dualidad. Las redefiniciones que reproducen las interacciones de cuatro derivadas de
los campos bosoénicos de la accién efectiva de la cuerda heterética se encontraron en [118,119].

Aqui, trabajamos con un conjunto de campos relacionados con estos ltimos mediante redefini-
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ciones covariantes de gauge. Excepto por la 2-forma de Kalb-Ramond, los campos obedecen
las reglas de transformacion de orden cero con una modificacion de la curvatura de la 2-forma
en las variaciones de supersimetria. Las transformaciones de Lorentz y de gauge no abelianas
de la 2-forma estan deformadas por el mecanismo de Green-Schwarz, como era de esperar, y
sus transformaciones de supersimetria estan deformadas por términos tipo Green-Schwarz maés

algunos términos adicionales de derivadas superiores dependientes de Yang-Mills.

También construimos la accién invariante con hasta cuatro derivadas de los multipletes de
0O(10,10+ ng) y términos bilineales en fermiones, parametrizando la expresién manifiestamente
covariante bajo dualidad (5.2.21), en términos de los campos que obedecen reglas de transfor-
macién de supersimetria con el conjunto minimo de deformaciones. Como era de esperar, las
interacciones de los campos bosénicos coinciden con los resultados obtenidos de las amplitudes
de dispersién de la cuerda heterdtica, a menos de términos proporcionales a las ecuaciones de

movimiento.

Las extensiones supersimétricas de las formas de Chern-Simons de Yang-Mills y Lorentz se
han construido utilizando el método de Noether. En particular, en [94,95] la obtienen a partir de
la accién de orden cero (3.5.23), utilizando la simetria entre las conexiones de gauge y de espin
con torsién. Los términos de tres derivadas que son independientes de los campos de Yang-Mills
en la accién (5.3.43) coinciden con esos resultados. Sin embargo, los términos dependientes de
los campos de Yang-Mills no coinciden con las expresiones correspondientes de los invariantes
propuestos en esas referencias, ya que las deformaciones de las reglas de transformaciéon difieren

en términos dependientes de los campos de Yang-Mills.

Hasta donde sabemos, las interacciones de baja energia de tres derivadas que involucran
fermiones no se han construido directamente a partir de la teoria de cuerdas. En este sentido,
hacemos énfasis en que la accién y las reglas de transformacion que hemos obtenido se derivan
de un formalismo exacto, supersimétrico, y covariante bajo dualidad, en el cual se evita un
procedimiento iterativo que solo garantiza consistencia hasta un orden dado, como el presen-
tado en [94,95]. Ademds, la supersimetria es manifiesta a todos los érdenes, y las reducciones
dimensionales preservaran la dualidad T, esperada de la teoria de cuerdas. Mas ain, la trans-
formacién de Green-Schwarz generalizada restringe fuertemente las modificaciones a las reglas
de transformacién de supersimetria de orden cero y, en particular, no permite las propuestas

de [94,95]. Como se argumentd, esto no implica que estas tultimas estén en conflicto con la
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teoria de cuerdas. Para establecer si son compatibles con la dualidad T, la accién invariante

correspondiente deberia reducirse dimensionalmente.
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Capitulo 6

Supersimetria y el ansatz de
Kerr-Schild en Teoria Doble de

Campos

En el marco de la Relatividad General, una de las técnicas mas poderosas para encontrar solu-
ciones exactas es el ansatz de Kerr-Schild [120,121]. Este método consiste en deformar una
métrica de fondo, solucion de la teoria, con una perturbacion exacta y lineal construida a partir
de vectores nulos y geodésicos. Dicha estructura permite linealizar las ecuaciones de Einstein
e identificar soluciones no triviales, como el agujero negro de Kerr. Esta idea fue generalizada
al contexto de la Teoria Doble de Campos en [122], y extendida posteriormente en una serie
de trabajos [123-127|, mostrando que el ansatz de Kerr-Schild generalizado (gKSA) permite
obtener soluciones exactas mediante la perturbacién simultanea del contenido bosénico del sec-
tor NS-NS, preservando la linealidad de las ecuaciones de movimiento, incluso cuando los campos

perturbados presentan no linealidades.

En este capitulo se presentan los resultados de [3,4]. En particular, en [3] se aplica el gKSA
a la extension supersimétrica con N = 1 de la TDC, permitiendo extender el ansatz al sector
fermidnico de la teoria. Ademds, en [4] se explora la incorporacién de correcciones de orden
superior en derivadas, mostrando que es posible compatibilizar el gKSA con deformaciones
a primer orden en o/. No obstante, las ecuaciones de movimiento resultantes adquieren una

complejidad estructural considerable, lo que representa un desafio tanto para la obtencién como
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para el anélisis de soluciones explicitas.

El capitulo estd estructurado de la siguiente manera: en la primera seccién se revisa el ansatz
de Kerr-Schild tanto en Relatividad General como en la TDC, destacando sus similitudes y
diferencias. A continuacién se presenta su extensién supersimétrica, analizando la perturbacion
de los campos fermionicos y la estructura de las ecuaciones de Killing para espinores, en el marco
de la TDCs. Luego se incorporan correcciones de primer orden en o’ compatibles con el gKSA,
considerando las deformaciones asociadas a la transformacion de Green-Schwarz. Por tltimo, se
discute como este formalismo permite extender el programa de la copia doble clésica, incluyendo

el sector fermidnico y las correcciones en derivadas propias de la teoria heterética.

6.1 El ansatz de Kerr-Schild

En esta seccién presentamos algunos aspectos relevantes del ansatz de Kerr-Schild. Comenzamos
revisando su formulacién en el contexto de la relatividad general y luego extendemos la discusion
a la TDC, resaltando las principales diferencias y las caracteristicas novedosas que surgen en el

marco covariante bajo dualidad.

6.1.1 En Relatividad General

El ansatz de Kerr-Schild consiste en definir la métrica del espacio-tiempo D-dimensional g,
como una perturbacién a una métrica de fondo g, la cual satisface las ecuaciones de Einstein

en el vacio (no necesariamente es la métrica de Minkowski)

Juv = g,uu + kplyly - (6.1.1)

Aqui, k es un parametro de expansién, ¢ una funcién escalar que depende de las coordenadas,

y I, un vector nulo! respectoa gy g
g, =g, = 0. (6.1.2)

La nulidad de [, respecto de ambas métricas impone fuertes restricciones sobre el término de

perturbacién, lo que conlleva importantes simplificaciones. Por ejemplo, los indices de [, suben

1'Un vector nulo no tiene norma pero si direccién. Es ortogonal a sf mismo, ya que [ - = 0.
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y bajan tanto con g como con g
l‘u - g/“/ly = ENVZV ) " =g"l, =g"l,.

Una de las consecuencias més relevantes es la expresiéon que se obtiene para la métrica inversa.

Para calcularla, comenzamos con
g = (G + K;golul,,)fl = (0, + KlPl,) 1 g,
que tras una expansion en serie de Taylor se convierte en
(6% + kgl ™ = (8, = Rl + k2P 4 )

que debido a la condicién de nulidad (6.1.2) anula todos los términos de orden O(x?). Esto

conduce a la expresion compacta

g =G — kMY (6.1.3)

Asi, la métrica inversa mantiene una estructura simple, estrechamente relacionada con la métrica
de fondo. Ademaés, al considerar el ansatz de Kerr-Schild el determinante de la métrica per-

manece invariante

det (g) = det (g) , (6.1.4)
lo cual simplifica el tratamiento de formas de volumen y la evaluacién de invariantes de curvatura.

Quizas la principal ventaja del ansatz de Kerr-Schild es su capacidad para linearizar las
ecuaciones de Einstein. Esto es consecuencia de una condicién de consistencia sobre el vector

nulo, el cual debe satisfacer también la ecuacién geodésica respecto de ambas métricas
PV, =0, IV, =0. (6.1.5)

Estas condiciones geodésicas aseguran que la perturbacion no introduce no linealidades adi-
cionales, lo cual facilita la resolucién de las ecuaciones de Einstein. Considerando conjuntamente

la nulidad y la condicién geodésica sobre [, la ecuaciéon de Einstein en el vacio toma la forma
R, = /@R,(}l,) + K,QQOZMlpRE,IV) =0, (6.1.6)

donde R denota los términos lineales en k&,

1 ~ /-~ ~ ~
RY) = Sk (Vu(tpll,lp) + V(L) — vp(gpzuzy)) . (6.1.7)
Por lo tanto, la ecuacién de Einstein se reduce a la condicién R;(}u) = 0.
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6.1.2 En Teoria Doble de Campos

Una generalizacién del ansatz de Kerr-Schild a la Teoria Doble de Campos (TDC) fue propuesta

en [122]. Esta consiste en perturbar la métrica generalizada con un par de vectores de O(D, D)
Hyn = Hyn + ke (K Ky + KyKn) | (6.1.8)
siendo k el pardmetro de expansién, mientras que ¢ es una funcién escalar que ahora depende

de las coordenadas dobles.

La métrica generalizada de fondo H v N debe satisfacer la condicién
NMN = ﬁMPnPQﬁQN , (6.1.9)
mientras que los vectores K y K cumplen condiciones de nulidad
KyKM =0, KyKM =0, (6.1.10)
y condiciones de quiralidad sobre el fondo
PunKN =Ky,  PunkN =Ky, KyKM=0, (6.1.11)

donde P y P son los proyectores (3.1.26) definidos en términos de H. Bajo estas condiciones,
el ansatz para la métrica (6.1.8) satisface automdticamente la restriccién (6.1.9), sin necesi-
dad de truncamientos. Ademds, las condiciones de quiralidad (6.1.11) siguen siendo validas al
reemplazar los proyectores de fondo por los proyectores definidos por la métrica generalizada

perturbada.

Para comparar esta construccion con el ansatz convencional de Kerr-Schild, parametrizamos

los vectores K y K en términos de vectores D-dimensionales I# y I#

1 s _ 1 s
KM= — ,  KM=__— : (6.1.12)

V2 (—Guv +5W)ZV V2 (G Jrg;w)l_y

Sustituyendo esta parametrizacién en (6.1.10), se obtiene que I* y I[* también son vectores nulos

Fgul’ =1, =0,  Fg,l»=101",=0, (6.1.13)

pero no son ortogonales entre si, [ - [ = l“[u = M”g,w # 0. Aqui, los indices suben y bajan

usando la métrica de fondo g.
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Parametrizando la métrica generalizada (6.1.8) segun (3.1.3), se obtienen la métrica y el

campo de Kalb-Ramond

- K _
L, = L+ —— 1, 6.1.14
~ K@ —
by = by +——"—=Il,, 6.1.15
H I 1— %IQQO(Z . l) [ntv] ( )
as{ como la métrica inversa
g =G — Kkl ) (6.1.16)

Una diferencia clave respecto al ansatz convencional es que esta generalizacion permite per-
turbar tanto la métrica como el campo de Kalb-Ramond, debido a la presencia de dos vectores

nulos independientes. Ademads, se cumple que
Lug"l, # 1,g" 1, . (6.1.17)

Ambos enfoques coinciden si se identifica I* = [*, en cuyo caso [ -1 — -1 = 0, recuperando la
forma usual

G = Guv + Kpl,ly g =g — kelhl” | (6.1.18)
mientras que EW permanece sin perturbar. El determinante de la métrica esta dado por

)
det g — (det §) (1 _ %W(z - z)> , (6.1.19)

lo cual reproduce el resultado cldsico cuando | = I. Cabe destacar que, a diferencia del caso
original, tanto la métrica como el campo de Kalb-Ramond presentan una dependencia no lineal

en k, aunque las ecuaciones de movimiento seguiran siendo lineales.

Con el objetivo de incorporar supersimetria y correcciones o/, es necesario estudiar el frame

generalizado. Una propuesta compatible con las restricciones (3.2.2) y con la métrica (6.1.8) es
_ ~ _ 1 L
Ey® = Eu®+ 5/<;<pKQKGEMQ, (6.1.20)
~ 1 ~ -
Ey® = Epn%— iKngEKQEMb, (6.1.21)

donde Ej? representa el fondo, mientras que los vectores planos se definen como

K% = EyeKM | K% = Ey°KM. (6.1.22)
La parametrizacién de ambas componentes del frame conduce a

a ~ a % v a a ~ a R 7 1V a
o_gayg M vea — L SR L 6.1.23
et =¢ey +2—/€g0(l-[)“ € e, =¢€y, +2—/€g0(l-[)“ € ( )
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siendo los vielbeins inversos
a ~ua 1 THIVS a a ~ua 1 s a
el = et — §mg0l“l e, et =eht — impl“l e’ . (6.1.24)

Estos objetos satisfacen el fijado de gauge

~a, ~b_~>a,  ~b__ -~ a b @ b
eutgares” = €. 936" = Guv s engaver” = €. gper. = Guv (6.1.25)

necesario para identificar el wvielbein de supergravedad y reducir el grupo de Lorentz doble al

grupo de Lorentz convencional.

Para completar el anélisis del contenido de campos en TDC, es necesario estudiar el papel
del dilatén generalizado en presencia del ansatz. El dilatén de la TDC, d, no estd sujeto a
restricciones y no tiene por qué ser lineal. En [122] se propuso

" o0
d=d+ Y &"d™, (6.1.26)
n=1
donde d es el dilatén de fondo y d™ son perturbaciones dependientes de las coordenadas dobles.

En lo que sigue consideraremos solamente contribuciones de d(™ constantes.

Para estudiar las ecuaciones de movimiento (3.2.25), resulta esencial examinar la modi-
ficacién de los flujos generalizados ante el ansatz. Como paso preliminar, listamos algunas

condiciones utiles que derivan de la nulidad
K'%%K,=0, K°9Kz=0. (6.1.27)

También consideramos la generalizacién al espacio doble de la condicién geodésica (6.1.5)

K®WV,K; =0 — K%,Ky;=F 3 zKK°, (6.1.28)
KWaKy =0 — K%K, = Fap.K K¢,

Bajo estas condiciones, los componentes relevantes de los flujos generalizados se vuelven

F, = F,— %/«ua; (gof_(gKg) - %WKEKQ%, (6.1.29)
Fape = Fupe— §K¢R3K[gﬁ@ @ (6.1.30)
Fare = Fape — 50y (pKgKa) — npK Ky Fo + %Kikaﬁ@, (6.1.31)
Fpo = Fyot 50 (9Kgky) + npK K pFayq - %KEKJ%. (6.1.32)

En en [122] se mostré que las ecuaciones de movimiento obtenidas a partir del gKSA incluyen

términos cuadraticos en el pardametro de perturbaciéon. Para la ecuacion de movimiento del
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dilatén generalizado estos términos se anulan al imponer las condiciones (6.1.28) y asumir que

las perturbaciones d™ son constantes, obteniendo asi
R = R - kdu0; (¢K9K5> - ( K“Kb> Fy — kpK*K0,F; (6.1.33)
— koK KY0.F, — ro; (ng“Kb) F, — koK K"F,F;
1
—§H¢KaKbF AFy o+ 260y (9K K7) F® + 250 KU, F g ™

mientras que para el frame generalizado la ecucaciéon de movimiento se puede escribir de manera

esquematica como Rg, = 7%@ + /{7?%)) + ,{2737%)7 con

R =~ 30a0s (PR7Ks) + 50.05 (pK=Ka) — 30.0° (pKoKs) ~ 506 (pK7K) Fe
450, (PKK) e~ L0, (pKyKa) B — L0, (pKK) Fygg — 0, (oK) Fut
%a (achKd) Fa+ ;au (oRzK,) By — %(% (oK K,) B + ;e—% (goKch> Fope
é K°Ky0:Fs + gchK 0. Fy + goKdeG Pt ledKCa Fyaq — wKif’(aaj@Q
1

cad

+§¢KdK983F@ + ingdeF —Fc — deK Fba JFe — waKadecﬁQ

1 = o~ ~ 1 _  ~
+§¢KdK£F@FT§¢K€KQFCdeF + cpK KchdeF + goKeKdFech—

cda cda
1o~ o~ 1
5K R Face ! — S oK Raly, Py - §¢K6K PR, (6.1.34)
1 1, )L Ly o -
) = L) () ) 2 (58 + ) 8T
1 —a\ 1 _ _ 1 g _
08 (pRG.) 0 (KoK ) + 07 (9 KTK®) 0, (¢KypRa) — 707 (9K 0y (0K Ka)
1 1 _
— 1K K00 (PK°Ky) — oK K030, (0K Ka) + 4<PKd K<0;0: (K Ka)
1 1
— K7 Ke0; (goKde) F 4¢K 2,05 (pRaK,) % 4 4ng K05 (0K K,) e
1 _ S\~
+1@K§Kaab (pK=RT) By, - 4<pK6K 0 (pK,K) Py, — 1goK@K 0 (PE,KT) Fogy
—fapKde& (pK°KS) F— — - Kéf‘cad (pK°Ky) Fr + fgoKngag (pKyKq) Fe
i 1 1
- 2KUK K Ky0gFs — igOQKeKCKde&F —+ 4¢2K6K K- KbF chf
(I 1
—i—Z(pQKngK?KbFe Pl yia K KKK F o F . (6.1.35)

Vemos que la ecuacién de movimiento del frame generalizado contiene términos cuadraticos
en k, incluso cuando consideramos contribuciones constantes del dilatén, y que, contrario a lo

que pasa en relatividad general, no es posible escribir dichas contribuciones en funcién de las de
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primer orden [4], es decir, no existen coeficientes a1, as, tal que podamos escribir

'R,é%) = alKREKER%) + a2K‘KQK£T\>T(11§) .

Asi, la aplicacién del gKSA a las ecucaciones de movimiento de la TDC nos muestra, sin
ninguna sorpresa, que la estructura del espacio doble es un poco méas complicada que la del
espacio D-dimensional. Sin embargo, es posible recuperar la linealidad de las ecuaciones de
movimiento a nivel de supergravedad manteniendo los vectores [ y [, rompiendo el grupo de
simetria O(D, D) e imponiendo las ecuaciones de movimiento de los campos, como se demostrd

en [122].

6.2 Extension supersimétrica del gKSA

En esta seccién se presentan los resultados de [3], donde se analiza la compatibilidad del gKSA
con la estructura supersimétrica de la Teoria Doble de Campos con N' = 1. Como en los
capitulos previos, se considerard el caso D = 10. Se muestra que las propiedades fundamentales
del gKSA se preservan al extender el formalismo al sector fermidnico, y que la supersimetria
impone fuertes restricciones sobre las posibles deformaciones de los campos. En primer lugar, se
estudian las perturbaciones fermidnicas inducidas por el gKSA, en paralelo con el tratamiento del
sector bosénico. Luego, se introduce una alternativa basada en las ecuaciones de Killing para es-
pinores, que resultan especialmente ttiles para construir soluciones supersimétricas. Finalmente,
se analizan ejemplos concretos que ilustran la eficacia del método para generar soluciones no

triviales que preservan parte de la supersimetria.

6.2.1 Perturbacion de los campos

Para extender el ansatz de Kerr-Schild generalizado al marco de la TDCs, es necesario incorporar
los campos fermidnicos: el gravitino generalizado ¥z y el dilatino generalizado ¢. Al igual que
en el caso del dilaton generalizado d, no existen restricciones a priori sobre la forma de sus
perturbaciones, méas alld de las simetrias propias de cada campo. Considerando esto, se propone
la siguiente expansién en el parametro k

Uy = Uy + Z /i”@gl) , o=o0+ Z Kp™) (6.2.1)

n=1 n=1
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donde @én) y p™ son los términos de perturbacién a cada orden. Ambos campos transforman
como escalares bajo O(10, 10) y bajo difeomorfismos generalizados, y como espinores de O(9,1).

() transforma como un vector bajo O(1,9)g, mientras que p{™ es escalar

Adicionalmente, O

respecto de ese subgrupo.

El objetivo es determinar si la supersimetria impone restricciones sobre estas expansiones
en presencia del gKSA. Para ello, analizamos la perturbacién de las transformaciones super-
simétricas (3.3.7), las cuales son satisfechas automaticamente por los campos de fondo. Con-
sideramos también las condiciones que acompanan al gKSA: la nulidad de los vectores y la

condicién geodésica, ademas de la constancia de las perturbaciones del dilaton dm,

La transformacién de la componente Ejy% del frame generalizado® conduce a
OE MY — KO (QOKQKE) EME = KHEWQ@%H)EME + E’MQAQQ, (6.2.2)

donde el segundo término corresponde a una contribucién al pardametro de Lorentz dada por

Aoy = mgoév[g\flEKb] Kz. Enfocandonos en la parte supersimétrica se obtiene
KO (QOKQI_(E> = /i”E'y@@(")E. (6.2.3)

Esta expresion muestra que no es posible obtener transformaciones independientes para los
vectores K y K, sino unicamente para la combinacién que perturba al frame. Ademaés, se ve
que esta relacién es consistente solamente si n = 1, lo que implica que la supersimetria restringe

la forma de la perturbacién del gravitino generalizado, limitandola a ser lineal

\I/a = {IVJE + H@a. (624)

Al analizar la transformacion del gravitino, y considerando la perturbacién (6.2.4), se obtiene

Lpw

1
oWz — kdOz = iﬁnggKbﬁbe + 71 Fabe

7, (6.2.5)

donde Fa(li representa la parte de orden x del flujo generalizado perturbado (6.1.31). Esto nos

permite escribir

1 o= 1= .
00a = 50K "KaVie — 7Vi (¢K.Ka) 1, (6.2.6)

donde V denota la derivada covariante construida exclusivamente con campos de fondo. Esta

transformacion resultara particularmente interesante en la siguiente subseccién.

2Considerar la componente Fj;® lleva al mismo resultado, salvo por la correccién del pardmetro Ay.
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La transformacién del dilatén generalizado, cuyas perturbaciones no afectan la dindmica de
la teorfa, conduce a p(™ = 0. Sin embargo, al analizar la transformacién supersimétrica del
dilatino ¢ = g se obtiene

Vs (w‘(gKg) Ve =0, (6.2.7)
condiciéon que también adquirird relevancia en la seccién siguiente.

Finalmente, es posible preguntarse qué ocurre si se relaja la condicion de constancia para las
perturbaciones del dilatén. En ese caso, la transformacion del gravitino (6.2.6) permanece lineal,
pero se introducen vinculos adicionales entre los flujos generalizados [3]. En ese escenario, tanto
las perturbaciones del dilatén como del dilatino permanecen en principio arbitrarias, siempre que
estén al mismo orden en la expansion en k. En general, no es comin considerar perturbaciones
explicitas de los campos fermidnicos, ya que su comportamiento estd determinado principal-
mente por sus transformaciones supersimétricas. En cambio, resulta mas habitual trabajar con
las ecuaciones de Killing para los espinores, las cuales encapsulan de manera mas directa las
condiciones para la preservacién de supersimetria. En la siguiente subseccién abordaremos este

enfoque, y mostraremos cémo las ecuaciones de Killing se ven afectadas al considerar el gKSA.

6.2.2 Ecuaciones de Killing para espinores

Las ecuaciones de Killing para espinores (KSE, por sus siglas en inglés) establecen las condiciones
necesarias para que las transformaciones supersimétricas de los campos fermiénicos se anulen.

En el contexto de la TDCs, dichas condiciones adoptan la forma
00z =Vgze=0, do=—7*Vaee =0, (6.2.8)

es decir, se requiere que se anulen las variaciones dadas en (3.3.7). Si bien las soluciones de las
KSE suelen satisfacer también las ecuaciones de movimiento, el reciproco no siempre se cumple.

Las configuraciones que verifican ambas condiciones se denominan soluciones supersimétricas.

Con el objetivo de analizar la estructura de las KSE, exploramos céomo el ansatz de Kerr-
Schild generalizado permite linealizar estas ecuaciones, de manera analoga a lo que ocurre con las
ecuaciones de movimiento. Las KSE que surgen a partir de las transformaciones de supersimetria
del gravitino y del dilatino se expresan como

1

Vae = Dge + 1

Faye =0, (6.2.9)
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1 1
—AV e = —y2Dge — EFLM@G — Fayte=0, (6.2.10)

donde D, = V2EM 40,/ representa una derivada plana definida a partir del frame perturbado

EM 4 el cual contiene la informacién tanto del frame de fondo como de su deformacién.

Si el espinor € es solucién de las KSE en el fondo, es decir, si satisface

~ 1~
Vg€ = Oz + 1F@yb—ce =0, (6.2.11)
~ 1 ~ 1~
—2V g€ = —Y2D, € — EFMVLI’CE — 5 Far*e=0, (6.2.12)

entonces es posible rastrear como actia la deformacién inducida por el gKSA sobre dichas

ecuaciones. Esto conduce a las condiciones

o~ 1~ _
K K Ve — 5 Vb (PKKz) e =0, (6.2.13)

Vs (@KEKQ) =0, (6.2.14)
las cuales coinciden con las ecuaciones de Killing obtenidas en [122].

Estas expresiones estan estrechamente relacionadas con los resultados obtenidos al perturbar
los campos fermidnicos, como se discutié en la seccién anterior. En particular, puede observarse
que la KSE asociada al gravitino (6.2.13) coincide con la transformacion supersimétrica de la
perturbacién del gravitino en el limite ©z — 0. Por su parte, la ecuacién (6.2.14) es precisamente
la que se obtiene al considerar la transformacién supersimétrica del dilatino bajo el gKSA,

incluyendo las perturbaciones de todos los campos relevantes.

6.3 Incorporaciéon de correcciones o'

El estudio de correcciones de orden superior en derivadas dentro del marco del ansatz de Kerr-
Schild generalizado puede abordarse de manera natural considerando la acciéon de la TDC con
términos a primer orden en ¢, tal como fue propuesta en [118]. En dicho trabajo se construyé
una accién covariante bajo O(D, D) que incluye contribuciones con cuatro derivadas, y cuya

forma general es

S = / PP X 2 <R +aR) + bR<+>) , (6.3.1)
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donde R representa el escalar de Ricci generalizado al orden mds bajo en o/ (3.2.22), mientras
que RF) contiene términos de orden o/, dados explicitamente en (5.2.18). El término R
se obtiene de R(*) mediante una transformacién Zs, y los coeficientes a y b, proporcionales a
o/, determinan el tipo de teorfa en el limite de supergravedad (bosoénica, heterdtica, tipo II o
HSZ) [118]. En particular, la eleccién a = 0, b = o/ corresponde a la supergravedad heterética,
y fue el caso considerado en [4]. Al aplicar el gKSA en este marco, se obtuvo en [4] la forma

perturbada del lagrangiano, que puede escribirse como
RE) = RE) 4 g (Ty + Ty + To + T) + O(x?). (6.3.2)

donde los términos T; recogen las contribuciones de orden k que resultan de la expansién, y se

encuentran listados explicitamente en el Apéndice A de [4].

La accién (6.3.1) se obtuvo a partir de una generalizacién de la transformacién de Green-
Schwarz para el frame generalizado. Para que la deformacion inducida por el gKSA sea con-
sistente con dicha transformacion, es necesario considerar su efecto tanto sobre el propio frame
como sobre las derivadas planas y los flujos generalizados. En [118] se propuso la transformacién

de Green-Schwarz generalizada
/ _ / _ _
SV = % DAE By, 0 Byt = _%DEAaFﬂchM”. (6.3.3)
la cual recibe modificaciones inducidas por la presencia del gKSA.

Para que la deformacién (6.3.2) sea compatible con esta transformacién, deben cumplirse
ciertas condiciones adicionales. En primer lugar, los flujos generalizados de fondo deben satis-

facer

8& (QOKQ]I_(E) + @KdK[Qﬁg]@ - gKQKEﬁ@ = 0,

_ o b om =~
8[5 (WKE]KQ) + SDKQK[EFE]@ - §KdKQF% = 0.

Ademds, los pardmetros del grupo de Lorentz doble deben recibir correcciones a primer orden

en o, dadas por
of = & red 7 o e wdr

ecd *

Con estas consideraciones, la transformacién de Lorentz que recibe la perturbacién del frame

generalizado queda expresada como

§ (K°Ky) =

/ 7 o~
O‘ZI‘(EK%@“!FQa . (6.3.4)
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Esta transformacién resulta crucial para asegurar la invariancia de la accién deformada bajo
la simetria de Lorentz modificada, validando asi la compatibilidad del ansatz de Kerr-Schild

generalizado con la incorporacién de correcciones a orden «’.

6.4 Relacién con la Copia Doble Clasica

Segin la conocida relacién de Kawai-Lewellen-Tye (KLT) [128], las amplitudes de dispersién
de cuerdas cerradas pueden factorizarse en términos de amplitudes de cuerdas abiertas. A nivel
de teoria de campos, esta propiedad se manifiesta en la relaciéon de Bern—Carrasco—Johansson
(BCJ) [129-131], que establece que las amplitudes gravitacionales pueden obtenerse como el
cuadrado de amplitudes de Yang-Mills, mediante una correspondencia entre indices cineméticos

y de color.

Esta relacion ha sido extendida del régimen cuantico al régimen cldsico. En particular, se ha
demostrado que ciertas soluciones de las ecuaciones de Einstein —como las obtenidas mediante el
ansatz de Kerr-Schild convencional— pueden asociarse a soluciones de las ecuaciones de Maxwell
o Yang-Mills linealizadas. Este es el contenido esencial de la copia doble clésica [132]. En
este contexto, el vector nulo y geodésico del ansatz de Kerr-Schild [,,, puede identificarse con un
campo de gauge A, y el escalar ¢ con un campo escalar bi-adjunto linealizado. Sin embargo,
esta construccién estd limitada al sector puramente gravitacional. Como se argumenta en [122],
el ansatz de Kerr-Schild convencional no permite representar de manera consistente el campo
de Kalb—Ramond, lo cual impide extender la copia doble clasica al sector NS-NS de la teoria de

cuerdas.

El gKSA ofrece una via natural para superar esta limitacion y extender la copia doble clésica
al sector NS-NS de las supergravedades, gracias a la introduccién de dos vectores nulos indepen-
dientes, lo cual permite perturbar simultaneamente la métrica y el campo de Kalb-Ramond de
forma controlada. En [122] se asume la existencia de un vector de Killing, cuya contraccién con
las ecuaciones de movimiento resultantes del gKSA permite derivar dos ecuaciones de Maxwell
independientes. Esta estructura puede incluso extenderse al sector fermidénico: las ecuaciones
de Killing para espinores en TDCs pueden contraerse con un vector de Killing para derivar las
ecuaciones BPS de una teoria de Maxwell supersimétrica. De este modo, surge una version super-

simétrica de la copia doble, que establece una correspondencia entre soluciones gravitacionales
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que preservan supersimetria y soluciones BPS en teorias de gauge supersimétricas. En [4] se es-
tudia la extensién de esta estructura al régimen con correcciones de orden superior en derivadas.
En particular, se analizan las contribuciones de primer orden en o’ en el limite de bajas energias

de la teoria de cuerdas heterdtica, dentro del marco del gKSA.

El punto de partida es considerar un fondo que admita al menos un vector de Killing tal que
su derivada de Lie sobre los campos fundamentales se anule. Ademads, mediante una eleccién
adecuada del sistema de coordenadas, dicho vector puede tomarse como covariantemente con-
stante, lo cual facilita las construcciones explicitas. Como se sigue del gKSA, la métrica y el
campo de Kalb-Ramond se perturban mediante dos vectores nulos I# y I* (6.1.14-6.1.15), los
cuales se identifican con un par de campos de gauge abelianos A, y fl“, de manera andloga a la

copia doble clasica.

Bajo esta identificacion, la dindmica se reduce a un par de ecuaciones de Maxwell modifi-
cadas por correcciones de orden o en derivadas, en acuerdo con la estructura esperada de la
relaciéon KLT para la teoria heterdtica. En particular, al contraer las ecuaciones de movimiento
perturbadas con uno o dos vectores de Killing, se aislan las contribuciones relevantes al nivel

de copia simple y copia cero, reproduciendo la dindmica efectiva de los campos de gauge hasta

orden O(a)

[WFMML(%FW)EVW] —0, g VEF,, + (VP R4 = 0. (6.4.1)

1=

Por su parte, la ecuacién correspondiente a la copia cero no recibe correcciones en derivadas a

este orden:

TV =0, (6.4.2)

Estos resultados muestran que el ansatz de Kerr-Schild generalizado ofrece un marco ro-
busto para extender la estructura de copia doble clasica a teorias efectivas con correcciones en
derivadas. La incorporaciéon de dos vectores nulos permite representar de manera completa el
sector NS-N§S, y las identificaciones adecuadas con los campos de gauge aseguran que la relacion
gravedad-gauge se mantenga incluso en presencia de términos de orden o’/. De este modo, el
gKSA se consolida como una herramienta eficaz para investigar la conexion entre gravedad y

teorias de gauge.
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6.5 Conclusiones

Este capitulo aborda el estudio del ansatz de Kerr-Schild generalizado (gKSA) en el marco de la
Teoria Doble de Campos con supersimetria A/ = 1 y correcciones o, integrando los resultados
de [3,4]. El gKSA, originalmente introducido para extender soluciones de Relatividad General a
teorias de campos con simetria de T-dualidad, permite perturbar simultidneamente la métrica y
el campo de Kalb-Ramond preservando la linealidad de las ecuaciones de movimiento, propiedad

que ha sido clave para su aplicacién al sector bosénico de la TDC.

En la primera parte del capitulo se mostré cémo extender el gKSA al sector fermidnico,
respetando las estructuras de supersimetria de la TDCs. Se encontré que la perturbacion del
gravitino generalizado debe ser lineal, mientras que el dilatino y el dilatén pueden recibir per-
turbaciones no restringidas. A partir del andlisis de las transformaciones supersimétricas se
obtuvieron expresiones para las ecuaciones de Killing para espinores, mostrando que también se
linealizan bajo el gKSA y permitiendo establecer condiciones suficientes para la existencia de

soluciones supersimétricas.

En la segunda parte se incorporaron correcciones de primer orden en o asociadas a la teoria
heterética. A partir de la accién general propuesta en [118], se aplicé el gKSA y se obtuvo
una deformacion lineal del lagrangiano con cuatro derivadas, que conserva la invariancia bajo
la transformacion de Green-Schwarz generalizada. La consistencia de esta deformacion impone
nuevas condiciones sobre los vectores nulos y requiere correcciones especificas en los parametros

de Lorentz, todo lo cual fue verificado explicitamente.

Por dltimo, se explord la relacién entre el gKSA y la copia doble clasica. El uso de dos
vectores nulos permite extender esta correspondencia al sector NS-NS completo y al caso super-
simétrico. Ademds, se mostré que la estructura de copia doble puede mantenerse en presencia
de correcciones de orden o, reproduciendo de manera efectiva las ecuaciones de Maxwell de-
formadas esperadas a partir de la relacién KLT, a pesar de no satisfacer automéaticamente la
dualidad color-cinemética. Estos resultados posicionan al gKSA como una herramienta eficaz
para el andlisis de soluciones supersimétricas, con correcciones de derivadas superiores, y con

una interpretacién natural dentro del programa de la copia doble.
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Capitulo 7

Conclusiones y comentarios

En esta tesis se han explorado diversos aspectos que contribuyen a una mejor comprension de la
Teoria Doble de Campos y su extensién supersimétrica con N'=1 (TDCs). El trabajo se basa
en los resultados de [1-4], que proporcionan un marco sélido para el estudio de la supersimetria,
la dualidad T y las correcciones o dentro de la descripcién efectiva de la teorfa de cuerdas

heterdtica. A continuacién, se resumen las principales conclusiones de esta investigacion

Simetria 0 de la supergravedad heterdtica

Se analizé el papel de la simetria § en la supergravedad heterdtica, extendiendo resultados

previos al sector de gauge y fermiénico sin masa. Los principales hallazgos fueron:

e Se derivaron las reglas de transformacién bajo 8 para los campos de gauge y fermiénicos
de la supergravedad heterdtica a partir de la TDCs. Si bien este marco es conveniente
para analizar la simetria 5, también se mostré que es posible estudiarla directamente en

supergravedad.

e Se verificd que la simetria 8 determina completamente las interacciones de los campos
bosénicos, pero posee un menor poder predictivo en el sector fermiénico. No obstante,
resulta 1til en la construccién de acoplamientos fermiénicos bilineales y cuérticos, cuyos

coeficientes relativos quedan fijados por la supersimetria.

e En relacién con el punto anterior, se construyeron las interacciones de cuatro fermiones
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tanto en la TDCs como en la supergravedad heterdtica al orden més bajo en o', encon-

trando acuerdo con la literatura existente.

Supersimetria, dualidad T, y correcciones o’

En este apartado se obtuvieron las correcciones o’ para la TDCs. Los resultados principales

fueron:

e Se derivaron las correcciones de primer orden para la accién y las reglas de transformacion
de la TDCs. El formalismo preserva la supersimetria a todos los 6rdenes y garantiza que
las reducciones dimensionales sean T-duales. La acciéon obtenida incluye términos con

hasta cuatro derivadas de los campos y acoplamientos bilineales fermidnicos.

e Al parametrizar los multipletes covariantes bajo dualidad en términos de los campos de
supergravedad y super Yang-Mills, se establecié una conexién con la accién efectiva de
la cuerda heterdtica. Se confirmé que las interacciones bosoénicas coinciden con los re-
sultados obtenidos mediante amplitudes de dispersién en teoria de cuerdas, mientras que
las interacciones fermidnicas ofrecen nuevas perspectivas sobre los acoplamientos con tres

derivadas, en particular en el sector de gauge.

e La introduccién de indices colectivos generalizados del espacio tangente permitié incorpo-
rar términos dependientes del campo de Yang-Mills dentro de estructuras gravitacionales,
lo que simplifica la construccién de soluciones supersimétricas y facilita la extensién de

soluciones gravitacionales conocidas al sector Yang-Mills.

El ansatz de Kerr-Schild generalizado

Se estudié la incorporacién del ansatz de Kerr-Schild generalizado (gKSA) en el marco de la

TDCs. Los principales resultados obtenidos fueron:

e Se extendi6 el gKSA al sector fermiénico de la TDCs, mostrando que la perturbacién del
gravitino generalizado debe ser lineal para mantener la consistencia con la supersimetria.
Las transformaciones supersimétricas permitieron derivar las ecuaciones de Killing para

espinores, fundamentales para la construccién de soluciones que preservan supersimetria.
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e Se incorporaron las correcciones de primer orden en o’ dentro del gKSA y se analizé su
impacto sobre la accion efectiva y la transformacion de Green-Schwarz. Se verificé que las
deformaciones inducidas por el gKSA son compatibles con la simetria de Lorentz doble,
siempre que se impongan ciertas condiciones adicionales sobre los flujos y los pardmetros

de transformacion.

e Se explord la relacion entre el gKSA y la copia doble clasica. En particular, se mostré
cémo las ecuaciones de movimiento perturbadas permiten derivar ecuaciones de Maxwell
con correcciones de cuatro derivadas, en acuerdo con la estructura de la relacion KLT en

el contexto de la cuerda heterdtica.

El marco covariante de dualidad desarrollado en esta tesis proporciona una herramienta
poderosa para el estudio de correcciones de orden superior en derivadas dentro del limite de ba-
jas energias de la teoria de cuerdas. Este enfoque no solo simplifica la construccién de acciones
invariantes, sino que también garantiza su compatibilidad con las dualidades de cuerdas. La in-
teraccién entre la simetria 3, la supersimetria y la dualidad T resalta el papel fundamental de las
simetrias en la organizacion y restriccién de las correcciones de orden superior, proporcionando

una nueva perspectiva sobre la estructura de la expansién en o’.

Perspectivas futuras y direcciones de investigacion

Los resultados de esta tesis abren diversas lineas de investigacién para el futuro. A continuacion,

se destacan algunas direcciones prometedoras:

e Extensién a 6rdenes superiores en «’: Un paso natural es construir correcciones de
segundo orden y superiores en la teoria TDCs. Las correcciones cuadraticas del sector
bosénico de la TDC fueron calculadas en [133] y estudiadas en profundidad en [134-136].
La extensién supersimétrica permitiria aumentar la comprensién sobre el papel de los
objetos gravitacionales con indices colectivos introducidos en [2]. En cuanto a los términos
de O(a'?), se sabe que existen contribuciones en la accién efectiva proporcionales a ((3),
comunes a las supergravedades que describen el limite de bajas energias de las teorias de
supercuerdas [65,66,137-139], aunque los formalismos de dualidad presentan limitaciones

para reproducirlos [140-142]. No obstante, resulta interesante explorar algunos términos
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a este orden dentro del formalismo considerado en esta tesis, especialmente aquellos con
ocho derivadas dependientes de campos de super Yang-Mills, que, hasta donde se sabe,

no han sido obtenidos por otros métodos.

e Comparacion con métodos alternativos: La relacién entre supersimetria y la simetria
O(d,d) ha sido ampliamente estudiada [2,115,117,143-149]. En particular, las deforma-
ciones de primer orden en las transformaciones supersimétricas de los campos heterdticos
obtenidas en [2]! difieren de las obtenidas mediante la supersimetrizacién de las formas de
Chern-Simons [95]. Tal como se menciond en el cuerpo del trabajo, esto no implica que los
resultados de [95] sean incompatibles con la teoria de cuerdas. Para comprobar la compat-
ibilidad entre supersimetria y la simetria O(d, d), resulta necesario compactificar la teoria
en diez dimensiones. Sin embargo, comparar distintas formulaciones no es trivial debido a
las redefiniciones de campos, que pueden incluir términos de gauge no covariantes [118]. En
este contexto, la simetria 3 resulta especialmente 1til, ya que sus transformaciones actian
covariantemente sobre los multipletes de los difeomorfismos en diez dimensiones, evitando
las redefiniciones de campo requeridas en el procedimiento estdndar de Kaluza-Klein. Se

espera avanzar en la comprensién de esta diferencia y conciliar ambos resultados.

e Compactificaciones y supergravedades gaugedadas: Reducir dimensionalmente la
TDCs por medio de compactificaciones generalizadas de Scherk—Schwarz [119, 150] per-
mitirfa estudiar las correcciones o’ en supergravedades gaugeadas de menor dimension,
incluyendo los acoplamientos fermiénicos. Estas correcciones podrian tener implicaciones
relevantes en la fenomenologia de cuerdas, particularmente en la estabilizacion de médulos
y los acoplamientos de Yukawa. La aplicacién de estos resultados en modelos efectivos de
cuatro dimensiones podria proporcionar nuevas perspectivas sobre la compactificacion y

la fisica mas allda del Modelo Estandar.

e Aplicaciones a soluciones supersimétricas: Un resultado interesante de [2] es la
aparicién natural de los indices colectivos del espacio tangente, lo que permite incorporar
términos dependientes del campo de Yang-Mills de orden superior dentro de estructuras
gravitacionales. Esto conduce a modificaciones relativamente simples de las reglas de

transformacién supersimétrica a orden cero en o/, lo que permite emplear las ecuaciones

1Véase también [149], donde la reduccién toroidal de las variaciones supersimétricas de los fermiones

a O(a') coincide con [2] al fijar el grupo de Lorentz doble al de supergravedad.
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de los espinores de Killing a dicho orden para obtener soluciones clasicas con correcciones
de orden superior. Estas propiedades no solo simplifican la construccién de nuevas solu-
ciones supersimétricas, sino que también facilitan la extensién de soluciones conocidas del
sector gravitacional al sector de Yang-Mills [151-160]. Explorar cémo estas interacciones
modifican soluciones conocidas en supergravedad heterdtica podria proporcionar infor-
macién clave sobre la influencia de las correcciones de orden superior en escenarios fisicos

concretos.

Deformaciones integrables y modelos o: Otra direccién en la que este trabajo podria
resultar util es el estudio de deformaciones integrables en modelos ¢ bidimensionales.
Comprender la relacion entre el bi-vector 8 y la ecuacién de Yang—Baxter clasica podria
proporcionar nuevas técnicas para generar soluciones en supergravedad [161-166]. En
particular, este enfoque podria ser adecuado para extender las deformaciones estudiadas

en el sector de gauge de la cuerda heterédtica [166], incorporando ademads la supersimetria.
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Apéndice A

Convenciones

En este apéndice recopilamos las convenciones y definiciones empleadas a lo largo de la tesis.

A.1 Convenciones y definiciones

Métricas

Adoptamos la convencién de signatura mayormente positiva para la métrica. En particular, la

métrica plana en D dimensiones estd dada por

Gab = diag(_la +17 +17 RN} +1) 9
N——

D—1 veces

y la utilizaremos para subir y bajar indices de O(1, D —1). Podemos utilizar el vielbein e,* para

construir la métrica de la variedad segun:
uv = e,uaeubgaby (All)

con la cual vamos a contraer indices espacio-temporales.

Conexiones y derivadas covariantes

Consideremos un tensor T, que transforma bajo representaciones del grupo GL(D). Su derivada
covariante estd dada por

VL = 0,1, =Ty, T\ + 10,1, (A.1.2)
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siendo F;}V las componentes de la conexién afin. Si demandamos que la conexién esté libre
de torsién, y la constancia covariante de la métrica (A.1.1), las componentes de la conexién se

pueden determinar completamente como

L o
qu = ig/\ (augua + augua - 30—9W) s (A13)

y se denominan simbolos de Christoffel.

Podemos definir, de manera ansloga, la derivada covariante de un tensor 7, que transforma
ante O(1,D — 1)

YV, To" = 0,T0" — wue Ted + wu' T, (A.1.4)

donde w“ab es la denominada conexién de spin. La constancia de la métrica plana nos conduce

a la condicién de antisimetria wyq = —wupe. La compatibilidad del wvielbein con la derivada

covariante se expresa como
b
Vye," = 0pe,” =T e," +wpe,” =0, (A.1.5)
lo cual nos permitirda determinar las componentes de la conexion de spin, a través de
Wppe = —€"p0uCuc + Ffwe”bepc

= e, (=€ ey 0ueve + €' g€ O + e’ g Oueua) (A.1.6)

= e, " Wape -
En este contexto, resultara til definir la conexiéon de spin con torsién

1
w'd = Wape £ §Habcv (A.1.7)

abc

y con ella la derivada covariante V((li)Vb = 8aVb—w((j)[)CVC, que surge naturalmente en los términos

de orden o de las transformaciones supersimétricas y la accién efectiva de la supergravedad

heterdtica.
También podemos ver cémo actiia la derivada covariante sobre un tensor de gauge T"°
V#Ti = O#Ti - fijkA,uka ’ (A'1'8)

con A,ﬂ el campo de Yang-Mills, que cumple el papel de conexién, y fijk la constante de

estructura del grupo de gauge. Por tltimo, la derivada covariante de un espinor € es

1
Vl(f)a = 0ue — iwﬁg’y“ba, (A.1.9)

donde la torsién de la conexién de spin puede ser nula.
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Curvaturas

El conmutador de derivadas covariantes actuando sobre tensores/espinores

|:vf(ii)7 Vx(/i)} Gpcz‘ = _RUPHVGaci + R;%gdedi - FuVijckfijk (A.l.lO)
1
Mﬁ,vgﬂ e = 3 R®) e, (A.1.11)

define el tensor de curvatura de Riemann

Rlou = 8T, — 8,10, + 0, —T0,T%

UK Vo VK™ uo

— epaegbRwab = ePe,? (—28[ku]ab + Wy “Wyeh — wyacwﬂcb) , (A.1.12)
y la curvatura de Yang-Mills
Fp, =20, Ay — f'rALAL. (A.1.13)

(£)

El tensor de Riemann admite la inclusién de torsién, Ruv oA

simplemente con el reemplazo
w — w®) en su definicién. Las trazas del tensor de Riemann permiten definir el tensor de
Ricci

Ry, = Ry = ?aeyRp™ (A.1.14)

y el escalar de Ricci en D dimensiones

R = gMVR,uV = euaebem/ab . (A.1.15)

También podemos construir la curvatura asociada al campo de Kalb-Ramond b,

Hyp = 30),b (A.1.16)

vp] »

la cual debe ser modificada cuando la teoria de supergravedad se acopla a super Yang-Mills, de

manera que
HIWP =3 <8[#b,,p] — A[M&,Ap]i + 3fijkA“A¥/Ap> =3 (8[ubup] — C,ngp) , (A.1.17)

donde Cj,, es la forma de Chern-Simons, definida en (3.5.21).
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Apéndice B

Espinores y matrices gamma

Este apéndice presenta las convenciones para espinores y matrices gamma en la Teoria Doble de
Campos y en supergravedad, destacando su quiralidad y propiedades clave para la construccién
de bilineales. También incluye identidades tutiles para los productos de matrices gamma en

ambos contextos, fundamentales para los célculos de este trabajo.

B.1 Teoria Doble de Campos

En TDC, el contenido de campos fermidénicos estd compuesto por el gravitino generalizado W
y el dilatino generalizado o. El gravitino ¥ es un espinor de Majorana-Weyl que transforma
como un espinor bajo O(9,1)r, y como un vector bajo O(1,9 + ny) g, mientras que el dilatino o
es un espinor de Majorana-Weyl que transforma unicamente como un espinor de O(9,1)r. Estos

espinores tienen quiralidades opuestas, dadas por

¥z =%z,  ye=-o, (B.1.1)

donde 11 es la matriz de quiralidad en diez dimensiones, andloga a 75 en cuatro dimensiones.
Se define como

11 = =040 (B.1.2)
Una base para el espacio de matrices gamma en diez dimensiones estd dada por
F(n) = {177Q77a7b77@5"' 7’}/21“@10} . (B13)

Para dos espinores 7 y &, el bilineal nI'™k es simétrico ante el intercambio n <+ & cuando
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n = 0,3,4,7,8, y antisimétrico para n = 1,2,5,6,9,10. Ademas, si n y k tienen la misma

quiralidad, entonces n debe ser impar; de lo contrario, n debe ser par.

Dado que para n > 5 un producto de n matrices gamma puede reescribirse en términos del
tensor de Levi-Civita € multiplicado por un producto de 10 — n matrices gamma y 11, basta

considerar solamente los términos con n < 5 en la construccién de bilineales fermidnicos.

Productos de matrices gamma

El dlgebra de Clifford (3.3.1) determina las siguientes identidades para las matrices gamma de

0(9,1)L,

Ya¥b = Yab — FPab (B.1.4a)
YabVe = Yabe — 2VaPplc ; (B.1.4b)
YaYoe = Yabe — 2PapVe] (B.1.4c)

Vab 7L = Yo — 4y, 4Py + 2Pl Pyd (B.1.4d)
Yab 1 = 1™ — 67, Py + 671 Py (B.1.4e)
Yabe V% = Yabe™ — 6715 Py + 6y Pt Pyl (B.1.4f)

Yabe %L = Yape 2L — 97, PyY 4 184, PAPyE — 6P 4 e Pyl (B.1.4g)

B.2 Supergravedad

Una vez que resolvemos el strong constraint en el marco de supergravedad, necesitamos hacer
el fijado de gauge
09, 1) x O(L,9 4 ng)r — O(L,9) x G,

siendo G el grupo de gauge, que debe ser SO(32) o Eg x Eg para poder conectar con la super-

gavedad heterédtica.

El contenido de campos fermionicos de la teoria estd compuesto por el gravitino 1., un
dilatino p y un gaugino x?, todos ellos espinores de Majorana-Weyl que transforman bajo O(1,9),
con quiralidad determinada por

Y11%a = Ya 5 yp = —p, mix' =x". (B.2.1)
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La matriz 11 se define de manera analoga a su versién en TDC, pero ahora en términos de las
matrices gamma de O(1,9). Las propiedades de permutacién entre espinores son similares a las

presentadas previamente en el contexto de la TDC.

Productos de matrices gamma

El algebra de Clifford {7* ~4*} = 2¢% determina las siguientes identidades para las matrices
g Y

gamma de O(1,9)

Ya Yo = Yab + Yab (B.2.2a)
YabVe = Yabe + 2V[aGblc > (B.2.2b)
YaYoe = Yabe + 29apVe] > (B.2.2¢)

Yab 7 = Yap™ + 140y + 203 5,7 (B.2.2d)
YabY°™ = Yap™ + 691017y + 6416, 5 Y, (B.2.2¢)
Yabe Y™ = Yabe™ + 671ap“00)™ + 6710 0c? 657 (B.2.2f)

Yabe V" = Vv + 9T 59U + 187, 6,265 + 661 5,° 5,4 . (B.2.2g)
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Apéndice C

Flujos generalizados

En este apéndice se muestra la parametrizacion de las componentes de los flujos generalizados

de O(10,10 + ny)
Fapc =30uE" pE\njc) + V2EM AENgEP c fynp . Fa = V20uEM 4 — 204d,

involucradas en el calculo de las transformaciones supersimétricas y de la accién efectiva de la
supergravedad heterdtica. También vamos a parametrizar los flujos generalizados de O(10, 10+k)
de la identificacion de Bergshoeff - de Roo generalizada en términos de los flujos generalizados

de O(10,10 + ng), para asi determinar las correcciones ¢/ de estos dltimos.

C.1 Parametrizacion de los flujos de O(10,10 + n,)

Considerando las parametrizaciones (3.5.9, 3.5.10) en la definicién de los flujos generalizados

obtenemos la parametrizacién de las componentes

1
FE@ = - <wabc + 2Habc> = _wt(z—li)_c) ) (Clla)
1 _ )
Fgﬁ = | Wabec — §Habc = W,pe » (Cllb)
1
F% =3 <w[abc} - 6Habc) s (C.l.lc)
1
FLbC =-3 (w[abc] + 6Habc> s (C.l.ld)
Fy=F; = (aueg +eleld, el — 2euaau¢) : (C.1.1e)
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en las cuales los términos correspondientes al sector de gauge aparecen en Hg,. a través de

la forma de Chern-Simons de gauge. Ademds tenemos las componentes con indices de gauge

explicitos
1 w v i
F;aib = FQE = Fﬁ = _Ee ae beﬁFNV I (C12a)
Foi= _ei{‘ejj‘e'uaAukfijk ) (C.1.2b)
Fop = ﬁegej%e%fijk (C.1.2¢)

C.2 Correcciones o de los flujos generalizados

Ahora vamos a parametrizar los flujos generalizados de O(10,10 + k), definidos en (5.1.10) y
(5.1.11), utilizando la parametrizacién (5.1.1). Tal como lo explicamos en la seccién 5.2.1, esta
parametrizacién induce correcciones de orden o' en los flujos generalizados de O(10,10 + ny).
A continuacién listaremos las componentes! involucradas en el calculo de la accién de primer

orden (5.2.21)

Fabe = Fape + Fo) = Fape — %b (a[aFgcd - %FMF*@ - gF*EE[g b*ed> Fig.  (C21a)
Fave = Fape + Flp) = Fape — Z (aap[za n F*@F@@) Fig (C.2.1b)
Foo = Fogo+ Fon = o + gFé‘gF*%Fd—bC, (C2.1c)
Fopo = P (C.2.1d)
Faea = F2 = =20\ Fys + 2P Fs + Feae "5, (C.2.1¢)
Fuoa = Fypy = \2 b gea ~ \}iFade*dcd? (C.2.1)

Fo2 Fo+F® =F, + g [F*QQFEQFQ + 0y (Fb—dF;d)} , (C.2.1g)

Fo=Fy, (C.2.1h)

siendo el parametro b = m, las etiquetas (2 y () indican el nimero de derivadas de los

campos bosonicos, y donde ademés usamos

1— 1 AB
F;E — FQE _ Q‘PWQ\DE’ ]:ag = m‘rﬁﬂ(ta) e“s. (0.2.2)

1Si bien se lista la parametrizacién en términos de los campos de O(10, 10), recordemos que la extension

a 0(10,10 + ny) es trivial, via @,b — A, B.
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Apéndice D

Ecuaciones de movimiento

En este apéndice, presentamos las ecuaciones de movimiento de los campos de supergravedad a
orden cero en «/, incluyendo términos bilineales en fermiones. Estas se obtienen a partir de la

variacién de la accién

1 1.
S = / APz e e [R + AV VD — o Hywp H'P = L F F1

_ B _ 1 . . 1 .

—IYIVu e + PV Ve + 208V e = SXV X + X (W“w” - 47“”;)) F.'

1 — — _ 1
toq e (Wv“”p Yx + 1201y P —pyHPp — 614" p + 577’”” Xi) } :

con respecto a cada uno de los campos dinamicos. En la expresién anterior se han omitido los
términos cudrticos en fermiones, y se ha adoptado el esquema en el que el dilatino esta contenido

en el campo p.

Ademas de describir la dindmica clasica de la teoria, estas ecuaciones cumplen un rol funda-
mental al considerar redefiniciones de campos. Como es bien sabido, dos teorias cuyas acciones
efectivas difieren inicamente por términos proporcionales a las ecuaciones de movimiento estan
relacionadas por una transformacion de campos y conducen a la misma matriz S. En consecuen-
cia, describen la misma fisica. Las ecuaciones de movimiento, entonces, no solo determinan las
soluciones cldsicas del modelo, sino que también permiten identificar equivalencias fisicas entre

formulaciones efectivas aparentemente distintas.

A continuacién, presentamos explicitamente las ecuaciones de movimiento correspondientes

a cada uno de los campos de la supergravedad heterdtica a orden cero en /.
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D.1 Meétrica y vielbein

Considerando variaciones arbitrarias de g" obtenemos la ecuacién de movimiento de la métrica

1 1 1 .
AGu, = 19wAS+ Ry +4V,0V,6 — ZHMUHZ/\“ -3 i (D.1.1)

_ — — 1_. 1—
—%Z)ﬂ’\vx% - ¢>\'tu1/¢}/\ + p’y,uvl/p + 2¢MVVP - §yz'yuvu>(i =+ §¢A7#GTwAHVUT

17 oT 1 —i ., OT 1*(7 T 1— O T
_§p7u pHyor + TGXZ’Y;L XiHyor + 577[) Yu' PHyor — ZQZ)M’YUTPHVO'T + 7/1;/7 Y Hyor

1— 1— _ S 1 .
_§¢07uwTHyUT + ﬂi/qupUT@bquar + Xi’Y;ﬂbAFVM - Xi'Y)\quV/\Z - §Xi7,u)\prM s

con A¢ la ecuacién de movimiento del dilatén. Si variamos el vielbein e*,, se llega a

Ae," =2e""AG,, . (D.1.2)

D.2 Dilaton

La variacion de la accién efectiva respecto al dilatén determina una ecuacién de movimiento

proporcional al Lagrangiano de la teoria

A¢p = —2L. (D.2.1)

D.3 Campo de Kalb-Ramond

La ecuacién de movimiento para el campo antisimétrico b, toma la forma
1
Abup = §V'LLH;U/,0 - VHQZSHMV/) (D31)
1 — — _ — 1 .
_évu <¢A7uupr + 12¢[N’Yu¢p] — PVuvpP — 61/}[#'71/,)},0 + QXZ")/,upri>

1 /— _ _ _ 1 .
+1 <w>\'7/u/p¢)\ + 12¢[;{71/¢p} — PYuvpP — 6¢[M%p]f) + 2XZ'Y,quXi> VEg.

D.4 Gravitino

La ecuacién de movimiento del gravitino v, = €,%q, es

_ _ _ 1 - 1 — _ -
A'(/}u = QVﬂ/};fYV - 2¢M7yvu¢ + zvup + ﬁwuf)/pUTHpm’ - ZHIWP (4¢p7y - p’YVp) - FHVZXi’YV
(D.4.1)
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D.5 Dilatino

El campo p obedece la siguiente ecuacién de movimiento

— _ 1 — 1 ;
Ap = =2V,upy" + 207"V ud = 2V, + 40V — S Hpor (07777 +3079°7) = 2 X"
(D.5.1)

D.6 Campo de gauge

Los campos de gauge A,* satisfacen una ecuacién de movimiento que incluye los términos ha-
bituales de tipo Yang—Mills, ademés de interacciones con los campos de fondo y los fermiones

de la teoria.
. 1 . . . .
AA = §HWPF”’” + ANV, — VU F 4 2F,, 'V ¢ (D.6.1)

1

» 4 1./ _ B _ 1.
_§XJ'7,ukaij - gFupz <w/\'7uupw)\ + 121#[“%1%] = PYuvpP — 6¢[u71/p]p + 2X]'7uupXj>

A 1 . 1 , 1 )
+2v”yl (7[uwu] - 4’)/;”//)) + QYZVV <’Y[;ﬂ/}1/] - 47/U/p> - 4YZ <’7[;ﬂ/’y] - 4'7,ullp> V7.

D.7 Gaugino

Finalmente, la ecuacién de movimiento del gaugino queda determinada segin

1 — 1w
Axi = VX" = XV"'Vud + 5y Hpor Xy — <¢ V=" ) Fui- (D.T.1)
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