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Resumen

Se estudia la estructura a un lazo de la teoŕıa de Yang-Mills Extendida la cual incorpora violación de CPT
e invariancia de Lorentz. La versión mı́nima de esta teoŕıa está caracterizada por los parámetros tensoriales
(kF )µναβ y (kAF )κ, dichos parámetros son considerados como campos de fondo constantes invariantes bajo
transformaciones activas de Lorentz. Estos parámetros caracterizan a los sectores par e impar bajo CPT del
modelo, respectivamente. Se estudia de manera puntual efectos de violación de simetŕıa de Lorentz a un lazo
sobre la función vértice de dos puntos AaµA

b
ν . Se implementan correcciones de hasta segundo orden en los

parámetros de violación de simetŕıa de Lorentz. Se utiliza el Background Field Method como esquema de
fijación de la norma. La elección de este esquema permite determinar modificaciones a la función β(g) a través
de la renormalización de la función de polarización del vaćıo; el estudio de esta función es desarrollado en dos
esquemas de renormalización, uno independiente de la masa y otro dependiente de la masa. Se encuentra que
en el primer esquema el tensor (kAF )κ no modifica a la función beta mientras que, en un esquema dependiente
de la masa genera contribuciones dependientes de la norma y con divergencias infrarrojas. Se determinaron
las correcciones a segundo orden sobre las funciones beta de los parámetros tensoriales. Por otro lado, se
calculó la amplitud a un lazo del proceso de dispersión de luz por luz en el contexto del Modelo Estándar
en dimensiones extra. Se encontró que la amplitud es libre de divergencias ultravioleta como ocurre en el
Modelo Estándar en cuatro dimensiones, no obstante, la amplitud tiene divergencias asociadas a la suma de
los modos de Kaluza-Klein si se consideran más de cinco dimensiones.
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Introducción

La teoŕıa cuántica de campos surge de la unión de los principios cuánticos con los principios de la re-
latividad especial, las dos grandes teoŕıas que emergieron en los albores del siglo XX. La estructura del
espacio-tiempo plano es descrita por el grupo de Poincaré ISO(1, 3), el cual contiene como subgrupos al
grupo de Lorentz, SO(1, 3), y al grupo de las traslaciones T (1, 3). La teoŕıa cuántica de campos ha permitido
el escrutinio de la naturaleza en regiones muy reducidas del espacio-tiempo. Su éxito en el estudio del compor-
tamiento de sistemas f́ısicos ultra relativistas que existen más allá de la escala subnuclear se debe a que es un
conjunto de ideas que combina el concepto de campo como grado de libertad definido a través de grupos de
simetŕıa bajo los principios cuánticos y las leyes de la relatividad especial. Dicho de manera sucinta, el grupo
de Poincaré de la relatividad especial proporciona las observables que nos permiten construir una base en el
espacio de estados cuánticos, la cual se asocia con los entes f́ısicos conocidos como part́ıculas elementales. De
esta manera, una part́ıcula elemental puede tener una masa en reposo, la cual está asociada al invariante de
Casimir del grupo T (1, 3), un momento angular intŕınseco o esṕın, el cual está asociado con el invariante de
Casimir del grupo SO(1, 3), de manera precisa, con el subgrupo de las rotaciones en el espacio tridimensional,
aśı como otros números cuánticos asociados con grupos de simetŕıa definidos en espacios internos, como, por
ejemplo, la carga eléctrica. Excluyendo los efectos gravitacionales las interacciones fundamentales son intro-
ducidas mediante el principio de norma. Por ejemplo, el Modelo Estándar (ME) de las interacciones fuerte y
electrodébiles [1, 2, 3], es definido por el grupo de norma GME ≡ SUC(3,M4) × SUL(2,M4) × UY (1,M4),
donde M4 es la variedad del espacio-tiempo plano en cuatro dimensiones. En virtud de su localidad, los
grados de libertad de la teoŕıa son descritos por campos relativistas que se transforman tensorialmente o
como campos de norma (conexiones) bajo GME . En la primera categoŕıa están los campos escalares, que
describen al bosón de Higgs y los pseudo bosones de Goldstone; los campos espinoriales, que describen a
los leptones y quarks; mientras que en la segunda categoŕıa tenemos a campos vectoriales como el campo
electromagnético y los campos de Yang-Mills que caracterizan la dinámica de la teoŕıa. A los campos que se
transforman tensorialmente se les conoce como campos de mateŕıa, lo cual viene del hecho de que este tipo
de campos admite la introducción de un término de masa que es invariante bajo el grupo de norma, en tanto
que los campos que en realidad son conexiones que definen la derivada covariante y curvaturas, se les conoce
como campos de norma, la forma en que se transforman bajo el grupo en consideración es lo que se conoce
precisamente como una transformación de norma [4]. Los campos de norma, al no ser objetos covariantes del
grupo, no pueden tener asociado un término de masa. Debido a esto, las part́ıculas asociadas a los campos
de norma, conocidas como bosones de norma, son part́ıculas que no tienen masa en reposo y se mueven por
lo tanto a la velocidad ĺımite o absoluta de la naturaleza. Sin embargo, se conocen dos formas de dotar con
masa a las part́ıculas de norma sin destruir las simetŕıas de la teoŕıa. Una de ellas es el famoso mecanismo
de Higgs-Englert [5, 6], el cual ha tenido éxito en describir el comportamiento de la interacción débil en el
Modelo Estándar [7, 8]. Otro mecanismo para dotar con masa a bosones de norma es por compactificación
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de coordenadas espaciales, también conocido con el nombre de mecanismo de Kaluza-Klein [9], aunque tal
mecanismo, a diferencia del Mecanismo de Higgs, no ha recibido confirmación experimental. Cabe mencionar
que el proceso de cuantización de un campo de norma es sumamente intrincado y está plagado de sutilezas.
Por ejemplo, el espacio de Hilbert de part́ıculas de norma contiene estados que no son f́ısicos debido a la inva-
riancia de norma de la teoŕıa. La restricción al subespacio f́ısico es determinada por la observable asociada con
la simetŕıa BRST [10], la cual está estrechamente vinculada con la simetŕıa de norma. El éxito de toda teoŕıa
f́ısica depende de su poder de predicción. Históricamente, uno de los grandes desafios que enfrentó la teoŕıa
cuántica de campos fue la posibilidad de hacer predicciones f́ısicas, ya que los estados de part́ıculas virtuales
generan divergencias en fluctuaciones cuánticas de un lazo (loop) y más altos órdenes. Dichas fluctuaciones
tienen que ver con contribuciones de muy altas enerǵıas o, equivalentemente, con efectos de distancias muy
pequeñas, los cuales eventualmente se reducen a cero, ya que el formalismo carece de una escala de distancia
fundamental que funcione como un corte, evitando aśı añadir contribuciones infinitas a las amplitudes de
probabilidad. La presencia de este tipo de divergencias, conocidas con el nombre de divergencias ultravioletas
(UV), es inherente a la teoŕıa cuántica de campos. El problema de divergencias ultravioletas fue resuelto con
el desarrollo de lo que hoy en d́ıa se conoce como teoŕıa de renormalización. El programa de renormalización
fue iniciado, en el contexto de la electrodinámica cuántica, por Tomonaga, Schwinger y Feynman en la déca-
da de los años 40 del siglo pasado, culminando con su sistematización realizada por F. J. Dyson [11], quien
estableció el criterio de renormalización por conteo de potencias o renormalización a la Dyson. La teoŕıa de
renormalización alcanzó un alto nivel de profundidad cuando K. Wilson logró relacionar este problema con el
problema de los fenómenos cŕıticos en materia condensada usando el grupo de renormalización [12], trabajo
por el cual recibió el premio Nobel en 1982. Las teoŕıas que obedecen el criterio de renormalización de Dyson
suelen ser consideradas como teoŕıas fundamentales en el sentido de que la acción clásica contiene un número
finito de términos, lo cual implica un alto poder predictivo dado el conjunto mı́nimo de parámetros (masas y
constantes de acoplamiento) que involucra. Este reducido número de términos en la acción clásica es suficiente
para generar una acción cuántica que contiene todos los tipos de interacciones permitidos por los grupos de
simetŕıa, los cuales no pueden estar presentes a nivel de acción clásica. Sin embargo, las teoŕıas de campo
que no satisfacen el criterio de Dyson son también renormalizables en un sentido amplio o moderno, también
conocido como renormalización a la Weinberg [15, 16, 17, 18]. A este tipo de teoŕıas suele denominárseles
teoŕıas cuánticas de campos efectivas o, simplemente, teoŕıas efectivas. Por definición, la acción clásica de
estas teoŕıas contiene un número infinito de términos, todos los que son compatibles con las simetŕıas de la
teoŕıa. Esta acción clásica contiene ya todos los tipos de interacciones posibles que se pueden generar a nivel
de fluctuaciones cuánticas, de tal suerte que, de acuerdo con al filosof́ıa de teoŕıa de renormalización, los
contratérminos para absorber las divergencias están presentes en la teoŕıa, de tal suerte que el problema con
la renormalización de este tipo de teoŕıas no radica en si somos capaces remover o no de manera consistente
las divergencias de la teoŕıa, sino en su predictibilidad dado el número de parámetros involucrados. La predic-
tibilidad de este tipo de teoŕıas depende del grado de precisión experimental que se tenga sobre la observable
en consideración, ya que a mayor precisión, mayor número de términos de la lagrangiana infinita deben ser
considerados. Cabe mencionar que las técnicas del grupo de renormalización son también aplicables a este
tipo de teoŕıas. De acuerdo con las dimensiones de masa, los operadores de la lagrangiana efectiva vendrán
acompañados por potencias negativas de una escala Λ, la cual es la escala de nueva f́ısica. Los efectos de
nueva f́ısica sobre observables serán proporcionales a potencias del cociente E/Λ, donde E es la escala de
enerǵıa del proceso. A enerǵıas E ≪ Λ estos efectos son enormemente suprimidos. Sin embargo, para enerǵıas
cercanas a Λ, estos cobrarán relevancia en las observables f́ısicas.
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En esta tesis se plantea el estudio de la renormalización y algunas implicaciones fenomenológicas en teoŕı
as que extienden al Modelo Estándar en aspectos no relacionados con el grupo de norma, sino con el grupo
de Lorentz o el grupo más amplio de Poincaré. En un primer trabajo, se aborda un estudio sobre algunos
aspectos de la renormalización de la teoŕıa de Yang-Mills Extendida (YME) [19], esta teoŕıa incorpora ruptura
bajo invariancia de Lorentz y CPT en la teoŕıa de Yang-Mills. En segundo lugar se calcula la amplitud del
proceso de luz por luz en el contexto del Modelo Estándar en dimensiones extra [20] (EDSM por sus siglas
en inglés).

Invariancia de Lorentz es un ingrediente fundamental en la construcción de teoŕıas de campo como el
ME. No obstante, en la literatura han surgido propuestas teóricas que cuestionan si invariancia de Lorentz,
además de simetŕıa bajo CPT, son simetŕıas exactas de la naturaleza a muy altas enerǵıas, por ejemplo del
orden de la escala de Plank [21, 22, 23, 24, 25]. En este sentido, es importante estudiar efectos de violación
de simetŕıa de Lorentz (VSL) a bajas eneǵıas, por ejemplo a la escala del ME. Existe un modelo que permite
parametrizar efectos de VSL a través de interacciones con los campos f́ısicos conocidos, esta teoŕıa se conoce
como el Modelo Estándar Extendido (SME) [26]. En este modelo las lagrangianas se extienden mediante la
introducción de interacciones de la forma T µ1···µnOµ1···µn , donde T

µ1···µn es un n-tensor de Lorentz constante
(no representa grados de libertad) y Oµ1···µn un n-tensor de Lorentz e invariante de norma compuesto por los
campos del ME. Los términos T µ1···µnOµ1,···µn son invariantes bajo transformaciones de Lorentz de observador;
en cambio, bajo transformaciones de Lorentz activas, los tensores T µ1···µn se mantienen invariantes, pero los
tensores Oµ1···µn al estar compuestos por los grados de libertad de la teoŕıa śı se transforman, rompiendo
en consecuencia invariancia de Lorentz bajo este tipo de transformaciones. La versión mı́nima del SME
incluye todos los invariantes independientes que son renormalizables en el sentido de Dyson, pero puede ser
extendido para que incluya invariantes de dimensiones de masa mayores [27, 28]. La presencia de los tensores
constantes T µ1···µn , los cuales señalan direcciones especiales en el espacio, pueden alterar significativamente
la dinámica de procesos bien conocidos [27] o dar lugar a procesos que están estrictamente prohibidos en
el contexto de teoŕıas de campo convencionales [29]. Por ejemplo, las propiedades electromagnéticas de las
part́ıculas pueden ser modificadas de manera significativa [30]. Una cualidad notable de las formulaciones
que involucran VSL es que su dinámica en el vaćıo se asemeja en varios aspectos al comportamiento que
caracteriza a ciertas teoŕıas invariantes de Lorentz en medios no triviales, ya que la presencia de estos campos
de fondo pueden dar lugar a fenómenos tales como la emisión Cerenkov o birrefringencia en el vaćıo. En
la literatura se ha desarrollado especial interés en efectos de primer orden en los coeficientes tensoriales ya
que pueden parametrizar señales de VSL a nivel experimental, además de que se espera que la magnitud de
estas componentes esté bastante suprimida. Sin embargo, en este trabajo de tesis consideramos que es igual
de importante estudiar la el impacto de estos efectos sobre observables f́ısicas de las part́ıculas elementales.
Para esto es necesario implementar efectos de segundo orden en los coeficientes tensoriales T µ1···µn , al hacer
esto se generan escalares de Lorentz T 2 = T µ1µ2···Tµ1µ2··· que pueden modificar observables f́ısicas importantes
a nivel fenomenológico como por ejemplo ocurre con los momentos dipolares eléctricos y magnéticos de
leptones y nucleones cargados [27, 29, 30]. El estudio de efectos no lineales en los parámetros tensoriales
también es interesante desde la perspectiva de la teoŕıa de la renormalización, esto permite poner a prueba
la consistencia interna de la teoŕıa, pero también permite estudiar observables de interés f́ısico como lo son
las funciones beta asociadas a las constantes de acoplamiento de los modelos. Por ejemplo, en la literatura
se encuentran algunos trabajos de efectos de segundo orden en el contexto de la renormalización de la
electrodinámica cuántica extendida [31, 32, 33], también se encuentran correcciones de segundo orden al
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propagador del fotón con efectos de VSL del sector electrodébil del SME [35]. Por otro lado, en el contexto
de la cromodinámica cuántica, la VSL puede impactar de manera significativa en el fenómeno de libertad
asintótica el cual está fuertemente relacionado con el confinamiento de los quarks en los hadrones. Este
fenómeno es una consecuencia directa de la estructura no abeliana de la teoŕıa y tiene una fuerte conexión
con el grupo de renormalización a través de la función β(g). Esta función mide la variación de la carga g
cuando se cambia el punto de sustracción µ del esquema de renormalización:

β(g) = µ
∂g

∂µ
. (1)

En la teoŕıa de Yang-Mills pura bajo el grupo SU(N), a un lazo se encuentra que1

β(g) = −11g3C2(G)

3(4π)2
, (2)

Al resolver la ecuación diferencial Ec.(1) se encuentra la evolución de la carga como

αg(µ) =
αg(µ0)

1 + αg(µ0)
(

11C2(G)
12π

)

ln
(

µ2

µ20

) , (3)

con αg(µ) =
g2(µ)
4π

, con µ un el valor de la enerǵıa asociado al punto de sustracción y µ0 un valor de enerǵıa
de referencia. Para valores de µ≫ µ0, la magnitud de la carga tiende a cero. Sin embargo, su magnitud crece
sin ĺımite para valores cercanos a µ = µ0 exp[g/(2β(g))].

Cualquier contribución a β(g) proveniente de otros modelos se verá reflejada como una corrección a (2)
dada por:

βNew(g) = β(g) + ∆β(g) , (4)

donde ∆β(g) es la contribución de nueva f́ısica. Estudios de la renormalización de la teoŕıa de YME y de
la cromódinámica cuántica extendida fueron desarrollados en [19, 37], respectivamente, no obstante, sólo se
consideraron efectos de primer orden en los parámetros tensoriales por lo que no encontraron información
sobre los efectos de VSL en la función β(g). El propósito de la primera parte de este trabajo de tesis es estu-
diar los efectos de segundo orden de la teoŕıa de YME que deriven en modificaciones de β(g). Esta función
se determina a través de la renormalización de la carga g, la cual, en un esquema lineal de fijación de la
norma, requiere de la renormalización de funciones vértice de 2 y 3 puntos. Sin embargo, existe un método
covariante de fijación de la norma, llamado el Background Field Method [38], en el cual las constantes de
renormalización del campo y la carga están relacionadas por invariancia de norma; esto permite determinar
a la función beta a través de la renormalización de la autoenerǵıa. Aśı, en este trabajo de tesis se estudian
los efectos de VSL de segundo orden sobre la función vértice de dos puntos AaµA

b
ν , en el contexto del BFM.

1C2(G) es un número de grupo relacionado a la normalización de los generadores de SU(N) T a, y a las constantes de
estructura del grupo fabc, como facdf bcd = δabC2(G) y como fabcT aT b = i

2T
aC2(G) [36]. En la representación fundamental de

SU(N), C2(G) = N
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Por otro lado, el desarrollo de la teoŕıa cuántica de las interacciones electromagnéticas iniciado por Dirac
dio pie al estudio de fenómenos f́ısicos de esta naturaleza que sólo son posibles a través de fluctuaciones
cuánticas. Uno de estos fenómenos es el proceso de dispersión de luz por luz. Los primeros estudios sobre este
proceso fueron abordados entre 1935 y 1936 en [39, 40, 41]. Con el desarrollo de la electrodinámica cuántica se
pudo determinar la sección eficaz de la dispersión de luz por luz como función de la enerǵıa para dispersiones
a 0◦ y 90◦ del centro de masa del sistema [42]. Por otro lado, fue hasta 1994 que se calculó de manera anaĺıtica
a un lazo la sección eficaz de este proceso en el contexto de la teoŕıa electrodébil del Modelo Estándar [43].
Sin embargo, fue hasta el año 2017 que la colaboración ATLAS del LHC encontró una primera evidencia
de dicho fenómeno en colisiones Pb+Pb [44]. Tres años más tarde dicha colaboración confirmó este proceso
con una sección transversal fiducidal de 120 ± 17(syst.) ± 13(syst.) ± 4(lumi.) nb lo que excede en 1.7σ las
predicciones teóricas actuales. Esta sección eficaz fue determinada con una luminosidad integrada de 2.2nb−1

recogida entre 2015 y 2018 a una enerǵıa del centro de masa de 5.02 TeV. En [43], los autores mostraron que,
a un lazo el Modelo Estándar electrodébil genera una sección eficaz del orden de los nb a enerǵıas del orden
de los MeVs. Sin embargo, la evidencia experimental demuestra que los efectos de altas enerǵıas también son
importantes. En una segunda parte de este trabajo de tesis se calcula la amplitud a un lazo del proceso de
dispersión γγ → γγ en el contexto del EDSM. Los efectos de dimensión extra están caracterizados por el
número de dimensiones y por la escala de compactificación R−1, donde R es el radio medio de las dimensio-
nes extra compactas. En la literatura, efectos de dimensiones extra sobre la fenomenoloǵıa de las part́ıculas
elementales han sido estudiados en una o más dimensiones de manera extensa [45, 46, 47, 48, 49, 50, 51, 52].
Se espera que los efectos de dimensiones extra sean relevantes a enerǵıas mayores de la escala de compactifi-
cación. Otro ingrediente interesante de esta teoŕıa es la presencia de divergencias generadas por la suma de
los modos de Kaluza-Klein (KK). A diferencia de las divergencias UV que aparecen en la suma continua en
las integrales de momento en cuatro dimensiones, las divergencias de KK surgen de sumas discretas de las
contribuciones de los modos excitados de KK. En [20, 47] se ha adoptado la persepectiva de que este tipo de
divergencias también son generadas a altas enerǵıas pero dentro de las dimensiones extra compactas, lo que
las pone al mismo nivel que las divergencias UV en 4 dimensiones, es decir, con el fin de definir observables
f́ısicas con correcciones del EDSM también se requiere de la renormalización de este tipo de divergencias. En
la literatura se ha abordado la renormalización de las divergencias de KK en n dimensiones extra en la teoŕıa
de Yang-Mills [47] y en proceso gg → H → γγ [48].

La tesis está organizada de la siguiente manera. En el caṕıtulo 1 se describe a la teoŕıa de YME pura
en el contexto del BFM. En el caṕıtulo 2 está dedicado al estudio completo de la función vértice AaµA

b
ν con

correcciones de primer y segundo orden en los parámetros de VSL. En este mismo caṕıtulo se estudia la
renormalización de la amplitud y se determinan las correcciones a la función β(g) y a las funciones beta
asociadas a los parámetros tensoriales. Posteriormente, en el caṕıtulo 3 se presenta la amplitud del proce-
so de dispersión de luz por luz en dimensiones extra. Finalmente en el caṕıtulo 4 se presentan las conclusiones.

Los resultados de esta tesis derivaron en el art́ıculo: Vacuum polarization in Yang-Mills theories with Lo-

rentz violation, el cual cuenta con el estado de aceptado por la revista Physical Review D y está actualmente
en proceso de publicación. La versión online del mismo puede ser consultada en:

https://doi.org/10.48550/arXiv.2303.12969



Caṕıtulo 1

Teoŕıa de Yang-Mills Extendida

La versión mı́nima de la teoŕıa pura de Yang-Mills con violación de simetŕıa de Lorentz (VSL), está dada
por la acción:

SYME[A
a
µ] =

∫

d4xLYME , (1.1)

donde
LYME = LYM + LCPT−EvenYMLV + LCPT−OddYMLV + LGF + LFPG . (1.2)

LYM describe la teoŕıa estándar pura de Yang-Mills con

LYM = −1

2
Tr [FµνF

µν ] , (1.3)

mientras que LCPT−EvenYMLV y LCPT−OddYMLV representan al sector par e impar bajo CPT que incorpora violación de
la simetŕıa de Lorentz (VSL) dados por

LCPT−EvenYMLV = −1

2
(kF )

µναβ Tr [FµνFαβ ] , (1.4)

LCPT−OddYMLV = −1

2
(kAF )κǫ

κλµνTr

[

AλFµν +
2

3
igAλAµAν

]

. , (1.5)

donde Aµ = AaµT
a y Fµν = F a

µνT
a, con T a los generadores del grupo. Se ha adoptado la normalización

Tr[T aT b] = δab

2
. Las curvaturas de Yang-Mills están dadas por

F a
µν = ∂µA

a
ν − ∂νA

a
µ + gfabcAbµA

c
ν . (1.6)

LGF y LFPG son las lagrangianas de fijación de norma y de Faddeyev-Popov, respectivamente. Por otro lado,
el tensor (kF )

µναβ comparte las mismas simetŕıas que el tensor de Riemman, estas componentes satisfacen la
identidad tipo Bianchi:

(kF )µναβ + (kF )µαβν + (kF )µβνα = 0 . (1.7)

Además puede ser descompuesto en sus partes irreducibles bajo SO(1, 3), en cuatro dimensiones:

(kF )λρµν = (k̂F )λρµν + (k̃F )λρµν +
1

6
(gλµgνρ − gρµgλν)k̄F . (1.8)

12
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donde

(k̃F )λρµν =
1

2

[

gρµ(kF )λν − gρν(kF )λµ + gλν(kF )ρµ − gλµ(kF )ρν

]

. (1.9)

Surgen los siguientes tensores: (k̂F )λρµν es un tensor tipo Weyl que tiene las mismas simetŕıas que (kF )λρµν ,
es definido de tal forma que cada contracción entre ı́ndices es igual a 0; (kF )ρν = gλµ(kF )λρµν es un tensor
simétrico, análogo al tensor de Ricci; k̄F = gρν(kF )ρν es un escalar similar a la curvatura escalar. Este
término no contribuye a una VSL expĺıcita, por lo que puede ser removido a nivel árbol a través de la
siguiente redefinición de campos y parámetros:

Aaµ → Ω− 1
2 Aaµ , g → Ω

1
2 g ,

(k̂F )λρµν → Ω(k̂F )λρµν , (kF )ρν → Ω (kF )ρν , (1.10)

con Ω =
(

1 + k̄F
3

)

. De ahora en adelante se supondrá que k̄F = 0. Aśı, en términos de los tensores irreducibles

(k̂F )µνλρ y (kF )µν , la lagrangiana de la Ec.(1.4) toma la siguiente forma

LCPT−EvenYMLV = −1

2
(k̂F )

µνλρTr[FµνFλρ]− (kF )
µνTr[FµλF

λ
ν ] . (1.11)

1.1. El Background Field Method

La lagrangiana LGF se define a través de funciones de fijación de norma fa de la siguiente manera:

LGF = − 1

2ξ
fafa . (1.12)

Los resultados f́ısicos no dependen del esquema de fijación de norma, por lo que, lejos de tener un significado
f́ısico importante, las funciones fa, se escogen de manera conveniente de acuerdo a las simetŕıas de la teoŕıa.
Una vez fijada la norma, se recurre al formalismo campo-anticampo el cual establece la simetŕıa BRST
[53, 54, 55], la cual mantiene la escencia de la simetŕıa de norma. Los parámetros de grupo αa(x) son
promovidos a campos anticonmutantes ca(x), llamados campos ghost, asociado a cada uno de ellos existe
un campo con número de ghost opuesto denominado anti-ghost c̄a(x). La lagrangiana de Faddeyev-Popov es
construida de tal forma que sea invariante bajo BRST, como:

LFPG = −c̄a(δBRSTf
a) . (1.13)

El Background Field Method (BFM) es un método que permite mantener covariancia bajo el grupo de norma
aún después de implementar el formalismo campo-anticampo. Esto se logra descomponiendo al campo Aaµ
en una parte clásica y una parte cuántica como Aaµ → Aaµ + Qa

µ. Ahora, el campo Aaµ corresponde a una
configuración clásica fija, mientras que, los campos Qa

µ representa las fluctuaciones cuánticas por lo que son
tomados como variables de integración en la integral funcional. Para determinar cómo se transforman estas
dos clases de campo se toma una transformación infinitesimal

δ(Aaµ +Qa
µ) =

(

δab∂µ − gfabc
(

Acµ +Qc
µ

))

αb . (1.14)
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Los campos clásicos y cuánticos son independientes por lo que la ecuación anterior se traduce en dos reglas
de transformación:

δAaµ = Dab
µ α

b , (1.15)

δQa
µ = gfabcQb

µα
c . (1.16)

con Dab
µ = δab∂µ − gfabcAcµ la derivada covariante en la representación adjunta de SU(N). Se concluye que

los campos clásicos Aaµ se transforman como campos de norma, mientras que los campos Qa
µ lo hacen como

campos de materia en la representación adjunta de SU(N). A su vez, se encuentra que las curvaturas también
se transforman en esta representación como:

F a
µν → F a

µν +Dab
µ Q

b
ν −Dab

ν Q
b
µ + gfabcQb

µQ
c
ν . (1.17)

EL BFM permite fijar la norma de los campos Qa
µ covariantemente bajo SU(N). Para ello se define a la

función de fijación de la norma fa como

fa = Dab
µ Q

µb , (1.18)

con esto

LGF = − 1

2ξ
Dab
µ Q

µbDac
ν Q

νc , (1.19)

LFPG = −c̄aDab
µ D

bcµcc + gf bcdc̄aDab
µ Q

cµcd . (1.20)

El grupo de norma sigue siendo SU(N), pero, covariancia se mantiene respecto al campo clásico Aaµ.

1.2. Lagrangiana renormalizada y contratérminos

Se establece la lagrangiana f́ısica y de contratérminos de la teoŕıa de YME en el contexto del BFM. De-
bido a que los campos cuánticos Qa

µ sólo aparecen dentro de los lazos, el programa de renormalización sólo
se implementa sobre los campos clásicos Aaµ. En este sentido, no es necesario implementar renormalización
sobre los campos ghost por lo que, no se introduce contratérmino para el sector de ghost. Por otro lado, sean

los conjuntos de campos y parámetros desnudos y renormalizados
{

AaBµ, gB, (k̂FB)
µνλρ, (kFB)

µν , (kAFB)κ

}

y
{

Aaµ, g, (k̂F )
µνλρ, (kF )

µν , (kAF )κ

}

, respectivamente. Ambos conjuntos están relacionados a través de la si-

guiente colección de constantes de renormalización
{

ZA, Zg, Z
µνλρ
Fαβγδ, Z

µν
Fαβ, Z

κ
AFα

}

como:

AaBµ = Z
1
2
AA

a
µ , (1.21)

gB = Zgg , (1.22)

(k̂FB)
µνλρ = Zµνλρ

Fαβγδ(k̂F )
αβγδ , (1.23)

(kFB)
µν = Zµν

Fαβ(kF )
αβ , (1.24)

(kAFB)κ = Zα
AFκ(kAF )α . (1.25)
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Por construcción, el BFM mantiene covariancia bajo los campos clásicos Aaµ, esto se traduce en la siguiente
relación

F a
Bµν =

√

ZA F
a
µν , (1.26)

esto significa que existe una relación entre las constantes de renormalización del campo clásico y de la carga
g dada por

Zg = Z
− 1

2
A . (1.27)

La relevancia de este método radica en que permite determinar a β(g) a través del factor de renormalización
de campo. Por ejemplo, en el esquema de renormalización MS, β(g) puede ser determinada por el coeficiente
del polo simple del factor ZA como :

β(g) = −1

2
g2
∂Z

(1)
A

∂g
, (1.28)

donde Z
(1)
A es el coeficiente del polo simple de la función de polarización del vaćıo. Mientras que, en un

esquema de renormalización dependiente de la masa, la función β(g) se calcula como:

β(g) = gµ2∂ZA
∂µ2

, (1.29)

donde ZA se determina a través de la condición de renormalización de la función de polarización del vaćıo:

Π(q2 = −µ2) = 0 , (1.30)

µ es el punto de sustracción de la escala del grupo de renormalización. Por otro lado, se descompone a
la lagrangiana desnuda de la teoŕıa de YME en una lagrangiana renormalizada y en una lagrangiana de
contratérminos

LBYME = LYME + Lc.t.Y ME . (1.31)

En virtud del BFM, Ec.(1.26), se encuentra que LYME es un copia del lagrangiano (1.2), pero tomando
Aaµ → Aaµ +Qa

µ. Luego, la lagrangiana de contratérminos adquiere la siguiente forma

Lc.t.Y ME = −1

2
δATr[FµνF

µν ]− 1

2

(

δk̂F

)µλνρ

Tr[FµνFλρ]− (δkF )
µν Tr[FµλF

λ
ν ]

−1

2
(δkAF )κ ǫ

κλµνTr[AλFµν +
2

3
igAλAµAν ] , (1.32)

donde se han definido los siguientes contratérminos

δA = ZA − 1 , (1.33)

(δk̂F )µλνρ =
(

ZAZ
αβγδ
F µλνρ − δαµδ

β
λδ

γ
ν δ

δ
ρ

)

(k̂F )αβγδ , (1.34)

(δkF )µν =
(

ZAZ
αβ
F µν − δαµδ

β
ν

)

(kF )αβ , (1.35)

(δkAF )κ = (ZAZ
α
AF κ − δακ ) (kAF )α . (1.36)
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Se destaca que la lagrangiana de contratérminos Ec.(1.32) es invariante de norma. El propósito de este trabajo
es estudiar la estructura de la función vértice de 2 puntos ΠYME ab

µν (q) con correcciones a un lazo hasta segundo
orden en los parámetros de VSL, donde

ΠYME ab
µν (q) = Πab

µν(q) + ΠLV (1) ab
µν (q) + ΠLV (2) ab

µν (q) , (1.37)

el primer término corresponde a la polarización del vaćıo usual, el segundo y el tercer término incluyen todos
los efectos de primer y segundo orden de VSL sobre la función vértice. Se espera que en Π

LV (2) ab
µν (q) surjan

términos que dependan de escalares conformados por contracciones cuadráticas de los tensores de VSL y que
generen modificaciones a la función de polarización del vaćıo estándar, lo cual se traduce en una corrección
a la función β(g). A continuación se determinan las reglas de Feynman necesarias para este cálculo. Al
implementar el BFM sobre LYME se encuentra que

LYM = −1

4
F a
µνF

aµν − 1

2
F a
µνQaµν − g

2
fabc

(

F a
µν +Qa

µν

)

QbµQcν − 1

4
Qa
µνQaµν − g

4
fabcfadeQb

µQ
c
νQ

dµQeν , (1.38)

donde Qa
µν = Dab

µ Q
b
ν −Dab

ν Q
b
µ. Por otro lado, el sector CPT-Even con VSL adquiere la siguiente expresión

LCPT−EvenYMLV = −1

4
(k̂F )

µνλρ
(

F a
µνF

a
λρ + 2gfabcF a

µνQ
b
λQ

c
ρ + 4

(

Dab
µ Q

b
ν

) (

Dab
λ Q

b
ρ

))

−1

2
(kF )

µν
(

F a
µλF

λ
a ν + 2gfabcF a

µλQ
bλQc

ν +Qa
µλQλ

a ν

)

+ · · · , (1.39)

los puntos suspensivos indican términos que no generan vértices involucrados en el cálculo de ΠYME ab
µν (q).

Luego, para el sector CPT-Odd se tiene que

LCPT−OddYMLV = −1

4
(kAF )κǫ

κλµν
{

AaλF
a
µν −

g

3
fabcAaλA

b
µA

c
ν + 2(Aaλ +Qa

λ)Dab
µ Q

b
ν

+Qa
λF

a
µν − gfabc

(

AaλA
b
µQ

c
ν +

2

3
Qa
λQ

b
µQ

c
ν

)

}

. (1.40)

Para determinar las correcciones de segundo orden en los parámetros de VSL se requiere de los vértices: QQ,
AQQ y AAQQ. Las reglas de Feynman correspondientes se muestran en la Fig.1.1. Las estructuras tensoriales
que aparecen en dicha figura están dadas por:

Γµνλ(k1, k2, k3) = gλµ

(

k3 − k1 +
k2
ξ

)

ν
+ gµν

(

k1 − k2 −
k3
ξ

)

λ
+ gλν(k2 − k3)µ , (1.41)

Γabcdµνλρ = facef bde
(

gµνgλρ − gµρgνλ +
1

ξ
gµλgνρ

)

+ fadef bce
(

gµνgλρ − gµλgνρ +
1

ξ
gµρgνλ

)

+fabef cde(gµλgνρ − gµρgνλ) , (1.42)

Γ̂µν(k) = −2(k̂F )µλνρk
λkρ , (1.43)

Γ̃µν(k) =
(

k2δλµδ
ρ
ν + gµνk

λkρ − kµk
λδρν − kνk

λδρµ
)

(kF )λρ (1.44)

ΓO
µν(k) = −i (KAF )

κǫκµρνk
ρ, (1.45)
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= gf abc Γµνλ(k1, k2, k3)

Qb
ν Qc

λ

Aaµ

k1

k2 k3

k1

k2 k3

= i δab
[

Γ̂µν(k) + Γ̃µν(k) + ΓO
µν(k)

]

Qa
µ Qb

ν

k

= −ig2 Γabcd
µνλρ

Aaµ Abν

Qc
λ

Qd
ρ

= −ig2
[

Γ̂abcd
µνλρ + Γ̃abcd

µνλρ

]

Aaµ Abν

Qc
λ

Qd
ρ

= gf abc
[

Γ̂µνλ(k1, k2, k3) + Γ̃µνλ(k1, k2, k3) + ΓO
µνλ

]

Qb
ν Qc

λ

Aaµ

Figura 1.1: Reglas de Feynman necesarias para el cálculo de la función vértice de dos puntos AaµA
b
ν en el

BFM.

Γ̂µνλ(k1, k2, k3) = −2
[

kρ1(k̂F )ρµνλ + kρ2(k̂F )ρνλµ + kρ3(k̂F )ρλµν
]

, (1.46)

Γ̃µνλ(k1, k2, k3) =
[

(kF )µνgρλ + gµν(kF )ρλ
]

(k2 − k1)
ρ +

[

(kF )µλgρν + gµλ(kF )ρν
]

(k1 − k3)
ρ

+
[

(kF )νλgρµ + gνλ(kF )ρµ
]

(k3 − k2)
ρ , (1.47)

ΓO
µνλ = −i (kAF )κǫκµνλ , (1.48)

Γ̂abcdµνλρ = 2[fabef cde(k̂F )µνλρ + facef bde(k̂F )µλνρ + fadef bce(k̂F )µρνλ] , (1.49)

Γ̃abcdµνλρ = 2[fabef cde(k̃F )µνλρ + facef bde(k̃F )µλνρ + fadef bce(k̃F )µρνλ] . (1.50)

Por otro lado, sólo es necesario determinar el contratérmino para la función vertice de dos puntos, la regla de
Feynman correspondiente se muestra en la Fig.1.2. Los tensores de Lorentz que aparecen en esta figura son:

Pµν(k) = k2gµν − kµkν , (1.51)

δΓ̂µν(k) = −2(δk̂F )µλνρk
λkρ , (1.52)

δΓ̃µν(k) =
(

k2δλµδ
ρ
ν + gµνk

λkρ − kµk
λδρν − kνk

λδρµ
)

(δkF )λρ , (1.53)

δΓO
µν(k) = −i (δkAF )κǫκµρνkρ . (1.54)
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= i δab
[

−δAPµν(k) + δΓ̂µν(k) + δΓ̃µν(k) + δΓO
µν(k)

]

k

Aa
µ Ab

ν

Figura 1.2: Contratérmino asociado al la función vértice AaµA
b
ν .

La Tabla 1.1resume las funciones vértice que incorporan VSL que se emplean en este trabajo.

Vertex Function LYM LCPT−Even
YM−LV LCPT−Odd

YM−LV

Qa
µ(k)Q

b
ν(k) ——— iδab

(

Γ̂µν(k) + Γ̃µν(k)
)

, Eqs.(1.43,1.44) iδabΓO
µν(k) , Eq.(1.45)

Aaµ(k1)Q
b
ν(k2)Q

c
λ(k3) gfabcΓµνλ(k1, k2, k3) Eq. (1.41) gfabc

(

Γ̂µνλ(k1, k2, k3) + Γ̃µνλ(k1, k2, k3)
)

, Eqs.(1.46,1.47) gfabcΓO
µνλ, Eq.(1.48)

AaµA
b
νQ

c
λQ

d
ρ −ig2Γabcdµνλρ, Eq.(1.42) −ig2

(

Γ̂abcdµνλρ + Γ̃abcdµνλρ

)

, Eqs.(1.49,1.50) ———

C.t. Aaµ(k)A
b
ν(k) −i δabδAPµν(k) Eq. (1.51) i δab

(

δΓ̂µν + δΓ̃µν

)

, Eqs.(1.52,1.53) iδabδΓO
µν(k), Eq.(1.54)

Tabla 1.1: Funciones vértice que contribuyen al acomplamiento AaµA
b
ν a un lazo en el BFM.

Las correcciones a segundo orden dependerán de nuevos tensores conformados por productos cuadráticos
de (K̂F )µνλρ, (KF )µν y (KAF )κ en diferentes formas. Estos nuevos objetos tendrán sus propias simetŕıas y
caracterizarán a las interacciones de acuerdo a las mismas. Sin embargo, se espera que este nuevo conjunto
de tensores generen interacciones tipo Riemman, Weyl o Ricci, entre otras. En este punto podemos establecer
la siguiente gúıa que será útil para analizar la estructura de las amplitudes y su posterior renormalización.
Cualquier 2-tensor Tµν simétrico, que esté presente en la función vértice de 2-puntos a través de la siguiente
estructura tensorial

(

k2δλµδ
ρ
ν + gµνk

λkρ − kµk
λδρν − kνk

λδρµ
)

Tλρ, (1.55)

será un tensor tipo Ricci Ec.(1.44). Por otro lado, cualquier 4-tensor Tµλνρ que tenga las simetŕıas del tensor
de Riemman que esté presente en la función vértice de 2-puntos a través de la siguiente estructura tensorial:

ΓTµν(k) = −2 Tµλνρ k
λkρ , (1.56)

será tipo Riemman o tipo Weyl (1.43). Si gλρTµλνρ = 0 entonces trivialmente Tµλνρ es un tensor tipo Weyl.
En caso contrario Tµλνρ en un tensor tipo Riemman y puede ser descompuesto en sus partes irreducibles bajo
SO(1, 3):

Tµλνρ = T̂µλνρ +
1

2

[

gλνTµρ − gλρTµν + gµρTλν − gµνTλρ

]

+
1

6
(gµνgλρ − gµρgνλ)T̄ , (1.57)

donde T̂µλνρ es un tensor tipo Weyl; Tµν = gλρTλρµν es un tensor tipo Ricci y T̄ = gµν(KF )µν es el escalar
asociado. En términos de estas partes irreducibles

ΓTµν(k) = Γ̂Tµν(k) + Γ̃Tµν(k)−
T̄

3
(k2gµν − kµkν) (1.58)
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donde

Γ̂Tµν(k) = −2 T̂µλνρ k
λkρ (1.59)

es una amplitud tipo Weyl, luego

Γ̃Tµν(k) = k2Tµν + gµνk
αkβTαβ − kµk

αTνα − kνTµα; (1.60)

es una amplitud tipo Ricci. Finalmente T̄ es un escalar que contribuye a la función de polarización del vaćıo.
A diferencia de la teoŕıa a nivel árbol, a un lazo, no podemos suponer que el escalar T es nulo puesto que Tµλνρ
puede ser divergente UV y no necesariamente tener doble traza nula. En el siguiente caṕıtulo se presentan
los resultados del cálculo de ΠYME ab

µν (q) aśı como el análisis de esta amplitud.



Caṕıtulo 2

La función vértice ΠYME ab
µν (q)

En este caṕıtulo se estudian los efectos de un lazo sobre la función vértice AaµA
b
ν . Se consideran efectos

de hasta segundo orden en los coeficientes tensoriales de VSL. La contribución a un lazo a la función vértice
de dos puntos es generada por los diagramas de la Figura 2.1. La estructura de la amplitud correspondiente

+ +1
2

c̄a, ca

Aa
µ Ab

ν

Q

+

+ 1
2

+ 1
2

+

++ 1
2

+ 1
2

+ + + 1
2

1
2

Figura 2.1: Diagramas de Feynman que contribuyen a la función vértice de dos puntos AaµA
b
ν . Los primeros

2 diagramas representan la contribución de la teoŕıa de YM pura en el contexto del BFM mientras que,
aquellos diagramas con uno o dos puntos negros representan contribuciones de primer y segundo orden en
los coeficientes tensoriales. El diagrama de contratérminos también es considerado.

20
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puede ser escrita de la siguiente forma

ΠYME ab
µν (q, ξ) = iδab

[

Πµν(q, ξ) + ΠE(1)
µν (q, ξ) + ΠE(2)

µν (q, ξ) + ΠO(1)
µν (q, ξ) + ΠO(2)

µν (q, ξ) + ΠEO(2)
µν (q, ξ)

]

+iδab
[

−δAPµν(q) + δΓ̂µν + δΓ̃µν + δΓOµν

]

. (2.1)

En la expresión anterior se han incluido la contribución de la teoŕıa de YM pura Πµν(q, ξ), aśı como la con-
tribución de los contratérminos. La etiqueta E(O) indica si las amplitudes son generadas exclusivamente por
correcciones provenientes del sector CPT-Even (CPT-Odd), también se han calculado efectos de interferencia
entre ambos sectores, estos efectos se encuentran considerados en la amplitud con la etiqueta EO. Por otro
lado, las etiquetas (1) y (2) indican si las correcciones son de primer o segundo orden en los parámetros
tensoriales. Cabe aclarar que los efectos a primer orden sobre la función vértice AaµA

b
ν fueron estudiados en

[37], en este trabajo se determinó el polo de la función vértice de 2 puntos y las modificaciones a las funciones
beta tensoriales, todo bajo el BFM. En esta tesis se calcularon las expresiones anaĺıticas completas de los
diagramas de la Fig. 2.1, lo que incluye a los términos finitos por lo que, para propósitos de comparación se
han calculado nuevamente las contribuciones a primer orden. Los cálculos de este trabajo fueron desarrollados
con la paqueteŕıa FeynCalc [56]. Se utilizó parametrización a la Feynman y regularización dimensional, no se
fijó al parámetro ξ con el propósito de estudiar la independencia de norma de la función β(g).

2.1. Contribución de la teoŕıa de YM: Πµν(q, ξ)

La contribución usual de la teoŕıa de YM pura a la función vértice AaµA
b
ν en el contexto del BFM está

dada por los primeros 2 diagramas de la Fig. 2.1. Se encuentra el resultado conocido en la literatura:

Πµν(q, ξ) = Π(q2, ξ)Pµν(q) , (2.2)

donde Π(q2, ξ) es la función de polarización del vaćıo dada por:

Π(q2, ξ) =
g2

(4π)2
C2(G)

[

11

3
∆− 11

3
log

(

− q2

µ̂2

)

+
67

9
− 1

4
(1− ξ) (7 + ξ)

]

. (2.3)

En esta expresión

∆ =
1

ǫ
− γE + log(4π) , (2.4)

con γE la constante de Euler-Mascheroni y µ̂ el parámetro de escala del método de regularización dimensional.

2.2. Contribuciones de primer orden: Π
E(O)(1)
µν (q, ξ)

Las contribuciones de primer orden son aquellas caracterizadas por un punto negro en los diagramas de
la Fig 2.1.
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2.2.1. Contribución del sector CPT-Even

La corrección generada por el sector CPT-Even está dada por:

ΠE(1)
µν (q, ξ) = f1(q

2, ξ)Γ̂µν(q) + f2(q
2, ξ)Γ̃µν(q) + ΠE(1)(q2, ξ)Pµν(q) , (2.5)

donde

ΠE(1)(q2, ξ) = f3(ξ)(kF )αβ

(

qαqβ

q2

)

, (2.6)

los tensores Γ̂µν y Γ̃µν son los mismos de las Ecs.(1.43) y (1.44), respectivamente. Los factores de forma
f1(q

2, ξ) y f2(q
2, ξ) son divergentes UV. Por otro lado, el factor de forma f3(ξ) no contiene divergencias UV,

lo cual es consecuencia de estar asociado a una interacción de dimensión 6. Este factor induce una corrección
finita a la función de polarización del vaćıo ya que es proporcional a la estructura tensorial Pµν , esta amplitud
emerge de la siguiente interacción de dimensión 6:

(kF )
αβDab

α F
b
λρDac

β F
cλρ . (2.7)

La forma expĺıcita de los factores de forma fi(q
2, ξ) se encuentra en el Apéndice A. Cabe mencionar que, en

el contexto de la teoŕıa de YME pura, el término proporcional al tensor de Ricci no es considerado en [19] ya
que los autores suponen que estas componentes son nulas a nivel árbol. Este hecho es válido a primer orden en
los parámetros de VSL. Sin embargo, como se verá más adelante, este tensor es necesario para renormalizar
interacciones tipo Ricci de segundo orden independientes del tensor de nivel árbol (kF )µν .

2.2.2. Contribución del sector CPT-Odd

La contribución del sector CPT-Odd está dada por:

ΠO(1)
µν (q, ξ) = −i g

2C2(G)

2(4π)2
[13− ξ(ξ + 4)] (kAF )

λǫλµρνq
ρ , (2.8)

el cual es libre de divergencias UV. Este resultado parece ser caracteŕıstico de la teoŕıa bajo el BFM. En el
contexto de una norma lineal Rξ se encuentra que es divergente UV [19]. Por otro lado, aunque el resultado
(2.8) es finito, el factor de renormalización asociado con el tensor de Lorentz (kAF )κ adquiere su polo a
través del factor de renormalización ZA de los campos de norma. Este hecho fue señalado en [37]. El tensor

Π
O(1)
µν (q, ξ) es simétrico bajo el intercambio de µ y ν ya que esta permutación debe estar acompañada del

intercambio q → −q.

2.3. Contribuciones de segundo orden

Las contribuciones de segundo orden son aquellas caracterizadas por los diagramas con 2 puntos negros
en la Fig. 2.1
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2.3.1. Contribución del sector CPT-Even

La contribución a segundo orden generó diversas estructuras tensoriales que fueron organizadas de la
siguiente manera:

ΠE(2)
µν (q, ξ) = Γ̂(2)

µν + Γ̃(2)
µν +

(

qλqρ

q2

)

Γ̃
(2)
µνλρ +

(

qλqρqσqτ

(q2)2

)

Γ̃
(2)
µνλρστ +ΠE(2)(q2, ξ)Pµν , (2.9)

donde

ΠE(2)(q2, ξ) = Π
E(2)
Div +

(

qαqβ

q2

)

(k1)αβ +

(

qαqβqσqτ

(q2)2

)

(k2)αβστ . (2.10)

En estas expresiones,

Γ̂(2)
µν = −2qλqρ(k̂

(2)
F )µλνρ , (2.11)

Γ̃(2)
µν =

(

q2δαµδ
β
ν + gµνq

αqβ − qµq
αδβν − qνq

αδβµ
)

(k̃
(2)
F )αβ , (2.12)

Γ̃
(2)
µνλρ =

(

q2δαµδ
β
ν + gµνq

αqβ − qµq
αδβν − qνq

αδβµ
)

(k̃
(2)
F )αβλρ , (2.13)

Γ̃
(2)
µνλρστ =

(

q2δαµδ
β
ν + gµνq

αqβ − qµq
αδβν − qνq

αδβµ
)

(k̃
(2)
F )αβλρστ . (2.14)

Los tensores (k̂
(2)
F )µλνρ, (k̃

(2)
F )αβ , (k̃

(2)
F )αβλρ y (k̃

(2)
F )αβλρστ están compuestos por contracciones entre los tensores

de nivel árbol tipo Weyl (k̂F )µναβ y tipo Ricci (kF )µν . A este orden se encontró una contribución tipo Riemman
caracterizada por el siguiente tensor

(k
(2)
F )µλνρ = l1(q

2, ξ)(k
(2)
W )µλνρ + l2(q

2, ξ)(k
(2)
R )µλνρ , (2.15)

donde (k
(2)
W )µλνρ y (k

(2)
R )µλνρ son tensores tipo Riemman compuestos por la siguientes combinaciones de pro-

ductos:

(k
(2)
W )µλνρ = (k̂F )µλστ (k̂F )

στ
νρ +

1

2
(k̂F )µρστ (k̂F )

στ
νλ − 1

2
(k̂F )µνστ (k̂F )

στ
λρ , (2.16)

(k
(2)
R )µλνρ = (kF )µρ(kF )νλ − (kF )µν(kF )λρ . (2.17)

Se puede mostrar que estos tensores satisfacen todas las simetŕıas del tensor tipo Riemman y la identidad de
Bianchi (1.7), además tienen doble traza no nula. Estos tensores son descompuestos en sus partes irreducibles.
Esto genera un tensor tipo Weyl:

(k̂
(2)
F )µλνρ = l1(q

2, ξ)(k̂
(2)
W )µλνρ + l2(q

2, ξ)(k̂
(2)
R )µλνρ , (2.18)

donde (k̂
(2)
W,R)µλνρ son las componentes tipo Weyl de los tensores tipo Riemman (k

(2)
W,R)µλνρ; este tensor es el

responsable de la interacción tipo Weyl que aparece en la Ec.(2.11). Luego, la parte tipo Ricci de (k
(2)
F )µλνρ

está dada por:
(k

(2)
F )µν = l1(q

2, ξ)(k
(2)
W )µν + l2(q

2, ξ)(k
(2)
R )µν , (2.19)

donde (k
(2)
W,R)µν corresponden a las partes tipo Ricci de los tensores (k

(2)
W,R)µλνρ. Estas componentes se encuen-

tran consideradas en el tensor (k̃
(2)
F )αβ que aparece en la amplitud Γ̃

(2)
µν Ec. (2.12). Por último, la parte análoga
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a la curvatura escalar, k̄
(2)
F , fue integrada a la función escalar ΠE(2) que aparece en la Ec. (2.9). Los factores de

forma l1(q
2, ξ) and l2(q

2, ξ) son divergentes UV, su forma anaĺıtica se muestra en el Apéndice A. Se destaca

que el tensor tipo Riemman (k
(2)
F )µλνρ es la única fuente de interacciones tipo Weyl en Ec. (2.9). Sin embargo,

no es la única fuente de interacciones tipo Ricci y tipo curvatura escalar. Existen más interacciones dentro
de la amplitud que comparten estas simetŕıas. Después de la descomposición en partes irreducibles del tensor
(k

(2)
F )µλνρ y clasificar todas las contribuciones de acuerdo a sus simetŕıas, se obtiene el siguiente tensor tipo

Ricci:
(k̃

(2)
F )µν = g1(q

2, ξ)(k̂F )µλρσ(k̂F )
λρσ
ν + g2(q

2, ξ)(kF )µλ(kF )
λ
ν + g3(q

2, ξ)(k̂F )µλνσ(kF )
λσ (2.20)

Este tensor es el que aparece en la amplitud Ec. (2.12). Los tres factores de forma gi(q
2, ξ) son divergentes UV,

su forma expĺıcita se encuentra en el apéndice A. Es importante notar que el tensor tipo Ricci proporcional
al factor g1(q

2, ξ) está compuesto únicamente por una contracción cuadrática del tensor tipo Weyl de nivel
árbol (k̂F )µνλρ, este término caracteriza una interacción UV que, de ser renormalizada demanda la presencia
del tensor tipo Ricci de nivel árbol (kF )µν por lo que, a diferencia de [19], no se puede suponer que estas

componentes son nulas. Por otro lado el factor de forma Π
E(2)
Div toma la siguiente expresión:

Π
E(2)
Div (q

2, ξ) = h1(q
2, ξ)(k̂F )

2 + h2(q
2, ξ)(kF )

2 , (2.21)

donde

(k̂F )
2 = (k̂F )αβλρ(k̂F )

αβλρ , (2.22)

(kF )
2 = (kF )αβ(kF )

αβ . (2.23)

Las expresiones de los factores de forma hi(q
2, ξ) se encuentran en el Apéndice A. Por otra parte, las expre-

siones tensoriales de cuarto y sexto rango de las Ecs. (2.13) y (2.14) están caracterizadas por los siguientes
tensores:

(k̃
(2)
F )αβλρ = g4(ξ)

[

(k̂F )ασλτ (k̂F )
σ τ

β ρ + (k̂F )βσλτ (k̂F )
σ τ

α ρ

]

+ g5(ξ)(kF )αβ(kF )λρ

+g6(ξ)
[

(k̂F )αλρσ(kF )
σ
β + (k̂F )βλρσ(kF )

σ
α

]

+ g7(ξ)
[

(k̂F )αρβσ + (k̂F )βρασ

]

(kF )
σ
λ , (2.24)

(k̃
(2)
F )αβλρστ = g8(ξ)(k̂F )ασλω(k̂F )

ω
βτρ + g9(ξ)(k̂F )αλβρ(kF )στ + (α↔ β) . (2.25)

Estos tensores caracterizan interacciones de dimensión 6 y 8, respectivamente, además son tesores tipo Ricci
con respecto a sus dos primeros ı́ndices de Lorentz. A nivel lagrangiano, la interacción de dimensión 6 subyace
de la siguientes interacciones

(k̂F )
µσατ (k̂F )νσβτDab

α F
b
µλDacβF c λν , (kF )

µν(kF )
αβDab

α F
b
µλDac

β F
c λ
ν ,

(k̂F )
µαβσ(kF )νσDab

α F
b
µλDac

β F
c λν , (k̂F )

µβνσ(kF )ασDabαF b
µλDac

β F
c λ
ν , (2.26)

mientras que, la interacción de dimensión 8 está compuesta por interacciones con la siguiente forma:

(k̂F )
µσαω(k̂F )ντβωDab

α Dbc
σ F

c
µλDadβDdeτF eλν , (k̂F )

µανβ(kF )
στDab

α Dbc
σ F

c
µλDad

β Dde
τ F

eλ
ν . (2.27)

Los factores de forma gi(ξ) (i = 4, · · · , 9) son libres de divergencias UV lo cual es consistente con la renorma-
lizabilidad de la teoŕıa ya que caracterizan interacciones de dimensión mayor a 4. Estas funciones dependen
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solamente del parámetro de fijación de la norma, su forma expĺıcita se muestra en el apéndice A.

Por último, a este orden surgen interacciones finitas de dimension 6 y 8 que modifican a la función de
polarización del vaćıo ya que son proporcionales al tensor Pµν Ecs. (2.9), (2.10). Estas amplitudes están
caracterizada por los siguientes tensores

(k1)αβ = s1(ξ)(k̂F )αλρσ(k̂F )
λρσ

β + s2(ξ)(kF )αλ(kF )
λ

β + s3(ξ)(k̂F )αλβσ(kF )
λσ , (2.28)

(k2)αβλρ = s4(ξ)(k̂F )ασβτ (k̂F )
σ τ

λ ρ + s5(ξ)(kF )αβ(kF )λρ , (2.29)

Estas contribuciones emergen de interacciones de dimensión 6:

(k̂F )
αωτσ(k̂F )

β
ωτσDab

α F
b
λρDac

β F
cλρ , (kF )

ασ(kF )
β
σDab

α F
b
λρDac

β F
cλρ , (k̂F )

ατβσ(kF )τσDab
α F

b
λρDac

β F
cλρ , (2.30)

y de interacciones de dimensión 8:

(k̂F )
αωβη(k̂F )σωτηDab

α DbcσF c
λρDad

β DdeτF eλρ , (kF )
αβ(kF )

στDab
α Dbc

σ F
c
λρDad

β Dde
τ F

eλρ , (2.31)

respectivamente. Los factores de forma si(ξ) (i = 1, · · · , 5) son libres de divergencias UV, pero dependen del
parámetro ξ, sus expresiones se encuentran en el Apéndice A.

La contribución de este orden generó diversos resultados interesantes desde la perspectiva de la estructura
interna de la teoŕıa. Sin embargo, se pueden destacar algunos puntos interesantes. Primero, a este orden se
generó una interacción UV tipo Riemman caracterizada por el tensor (k

(2)
F )µλνρ. Después de descomponer este

tensor en sus partes irreducibles, la interacción tipo Riemman es desplegada en una interacción tipo Weyl,
una interacción tipo Ricci y una tipo curvatura escalar. La contribución total tipo Weyl surge únicamente de
las partes irreducibles del tensor tipo Riemman. Por otro lado, al integrar todas las interacciones tipo Ricci
en 2.12, se encuentra que una parte de esta amplitud está asociada un tensor de segundo orden conformado
únicamente por un producto cuadrático de tensores tipo Weyl de nivel árbol, a saber, aquel proporcional al
factor de forma UV g1(q

2, ξ), por lo que, la renormalización de la teoŕıa demanda la presencia del tensor tipo
Ricci de nivel árbol, sus componentes no pueden ser nulas como en [19]. Por otro lado, la función de polari-

zación del vaćıo recibe contribuciones tanto de las parte tipo curvatura escalar de (k
(2)
F )µλνρ, pero también de

otras fuentes. Todas estas contribuciones están consideradas en la expresión ΠE(2) Ec. (2.21). En la siguiente
sección se estudian los efectos de estas contribuciones sobre la función β(g).

Finalmente, se encuentra que no existen divergencias infrarrojas (IR) en ninguno de los factores de forma
li(q, ξ), gi(q, ξ), hi(q, ξ) y si(q, ξ). Además, la amplitud (2.9) satisface la identidad de Ward:

qµΠE(2)
µν (q, ξ) = qνΠE(2)

µν (q, ξ) = 0 , (2.32)

lo que muestra que es invariante de norma.

2.3.2. Contribución CPT-Odd

La contribución de segundo orden del sector CPT-Odd puede ser escrita de la siguiente forma:

ΠO(2)
µν (q, ξ) = ΠO(2)(q2, ξ)Pµν(q) + t3(q

2, ξ)
ΓAFµν (q)

q2
, (2.33)
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donde

ΠO(2)(q2, ξ) = t1(q
2, ξ)

(kAF )
2

q2
+ t2(q

2, ξ)
qαqβ(kAF )α(kAF )β

(q2)2
. (2.34)

En esta expresión (kAF )
2 = (kAF )κ(kAF )

κ y el tensor ΓAFµν (q) está dado por:

ΓAFµν (q) =
(

q2δαµδ
β
ν + qαqβgµν − qµq

αδβν − qνq
αδβµ
)

(kAF )α(kAF )β . (2.35)

La función de polarización del vaćıo recibe contribuciones proporcionales a (kAF )
2 pero también recibe una

contribución de dimensión 6, aquella proporcional al factor de forma t2(q
2, ξ), este término surge de la siguiente

interacción
(kAF )

α(kAF )
βDab

α F
b
λρDac

β F
cλρ . (2.36)

Los factores de forma ti(q
2, ξ) (i = 1, 2, 3) son libres de divergencias UV, pero contienen divergencias IR. Su

expresión anaĺıtica se encuentra en el Apéndice A. Para regular a las divergencias IR, se introdujo una masa
ficticia al propagador de los campos Qa

µ .

En la literatura se sugiere que este sector puede generar un término de masa proporcional a (kAF )
2gµν

[60]. En aquel trabajo, el autor llega a esa conclusión usando la norma de Landau como base. Sin embargo, en
nuestro caso, dicho término de masa no puede surgir debido a que nuestra amplitud es invariante de norma,
esta satisface

qµΠO(2)
µν (q, ξ) = qνΠO(2)

µν (q, ξ) = 0 . (2.37)

Este resultado es consecuencia del BFM ya que preserva invariancia de norma.

Interferencia de los sectores CPT-Even y CPT-Odd

Se determinaron contribuciones provenientes de la interferencia entre los sectores CPT-Even y CPT-Odd.
Se realiza este cálculo con el propósito de estudiar la consistencia interna de la teoŕıa. Se encuentra que la
amplitud está dada de la siguiente forma

ΠEO(2)
µν (q, ξ) = −i

(

(kAF )
κqλ

q2
ΓEOκλµν +

(kAF )
κqλqαqβ

(q2)2
ΓEOκλαβµν

)

, (2.38)

donde

ΓEOκλµν =
(

q2δαµδ
β
ν − qµq

αδβν + qνq
αδβµ
)

(kEO)κλαβ , (2.39)

ΓEOκλαβµν =
(

q2δσµδ
τ
ν − qµq

σδτν + qνq
σδτµ
)

(kEO)κλαβστ , (2.40)

los tensores(kEO)κλαβ y (kEO)κλαβστ están definidos como:

(kEO)κλµν = η1(ξ)
(

δαµǫστκν − δαν ǫστκµ
)

(k̂F )
στ

αλ + η2(ξ)
(

δαµǫσκλν − δαν ǫσκλµ
)

(kF )
σ
α + η3(ξ)(kF )

σ
λ ǫσκµν ,(2.41)

(kEO)κλαβµν = η4(ξ)
(

δτν ǫσκλµ − δτµǫσκλν
)

(k̂F )
σ

ταβ + η5(ξ)ǫκλµν(kF )αβ . (2.42)

Ambos tensores son antisimétricos bajo el intercambio µ ↔ ν, pero la amplitud Π
EO(2)
µν (q, ξ) es simétrica ya

que este intercambio debe estar acompañado del cambio q → −q. Por otro lado, los factores de foma ηi(ξ)
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son libres de divergencias UV e IR y sólo dependen del parámetro de fijación ξ, sus expresiones se muestran
en el Apéndice A. La amplitud (2.38) está conformada por interacciones de dimensión 5 y 7. La amplitud
de dimensión 5 caracterizada por el tensor (kEO)κλµν surge del siguiente conjunto de interacciones

(kAF )
κ(k̂F )

αλστ ǫστκβ
(

F a
αγDab

λ F
bγβ − F a

βγDab
λ F

bγα
)

,

(kAF )
κ(kF )

ασǫσκλβ
(

F a
αγDabλF bγβ − F a

βγDabλF bγα
)

,

(kAF )
κ(kF )

λσǫσκαβF
aα
γDab

λ F
bγβ , (2.43)

mientras que, aquella caracterizada por el tensor (kEO)κλαβµν tiene la siguiente estructura

(kAF )κǫ
σκλµ(k̂F )

ναβ
σ

(

Dab
α F

b
µγDad

β Dde
λ F

eγ
ν −Dab

α F
b
νγDad

β Dde
λ F

eγ
µ

)

, (kAF )κǫ
κλµν(kF )

αβDab
α F

b
µγDad

β Dde
λ F

eγ
ν .

(2.44)
Finalmente, la amplitud es invariante de norma ya que satisface:

qµΠEO(2)
µν (q, ξ) = qνΠEO(2)

µν (q, ξ) = 0 . (2.45)

2.4. Renormalización y funciones beta

Invariancia de norma permite determinar a la función β(g) y a las funciones beta tensoriales a través
de la renormalización de la función vértice ΠYME ab

µν (q). Para analizar la naturaleza acoplante o desacoplante
de los efectos de VSL, se determina a la función β(g) en esquema de renormalización independiente de la
masa y en un esquema dependiente de la masa. Hasta segundo orden la función de polarización del vaćıo
recibe contribuciones del la teoŕıa de YM estándar Ec. (2.3), del sector CPT-Even a primer y segundo orden
Ecs.(2.6), (2.9) y del sector CPT-Odd a segundo orden Ec. (2.33) . Todo en conjunto conforman la función
de polarización del vaćıo modificada:

ΠYME(q
2, ξ) = Π(q2, ξ) + ΠE(1)(q2, ξ) + ΠE(2)(q2, ξ) + ΠO(2)(q2, ξ)− δA , (2.46)

2.4.1. Esquema MS

El polo simple de la amplitud (2.46) recibe contribuciones UV provenientes únicamente de la función
de polarización estándar Π(q2, ξ) y de la amplitud CPT-Even de segundo orden a través de los factores
h1(q

2, ξ) y h2(q
2, ξ). Aśı, en el esquema de renormalización MS el factor de renormalización del campo queda

determinado de la siguiente manera:

ZA = 1 +
g2C2(G)

(4π)2
1

ǫ

[

11

3
+

3

8
(k̂F )

2 +
25

18
(kF )

2

]

. (2.47)

Aśı, de acuerdo con la ecuacion (1.28)

βMS
YME(g) = β(g)

[

1 +
9

88
(k̂F )

2 +
25

66
(kF )

2

]

, (2.48)

donde β(g) es la función beta usual de la teoŕıa de YM pura. Como es de esperarse, la función βMS
YME(g)

se reduce al resultado estándar cuando las componentes tensoriales (k̂F )µλνρ y (kF )µν se toman como nulas.
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Aunque, esto también puede ocurrir si los parámetros de la nueva f́ısica satisfacen que 9
88
(k̂F )

2+ 25
66
(kF )

2 = 0,

lo cual es posible debido a la métrica del espacio tiempo plano. Otras posibilidades son: 9
88
(k̂F )

2+ 25
66
(kF )

2 > 0

o 9
88
(k̂F )

2 + 25
66
(kF )

2 < 0. En el primer caso, el fenómeno de libertad asintótica se ve reforzado, y en el caso
contrario, se ve atenuado.

En el esquema MS, los factores de renormalización tensoriales del sector CPT-Even se determinan por
las siguientes condiciones de renormalización

ZA(Zk̂F )
µναβ

λργσ(k̂F )
λργσ − (k̂F )

µναβ + f∆
1 (k̂F )

µναβ + (k̂
(2)
F )µναβ∆ = 0 , (2.49)

ZA(ZkF )
µα
λρ(kF )

λρ − (kF )
µα + f∆

2 (kF )
µα + (k̃

(2)
F )µα∆ = 0 , (2.50)

donde f∆
1 y f∆

2 son las partes divergentes de los factores de forma f1(q
2, ξ) y f2(q

2, ξ) mientras que, (k̂
(2)
F )µναβ∆

y (k̃
(2)
F )µα∆ corresponden a las partes UV de los tensores tipo Weyl (k̂

(2)
F )µναβ y tipo Ricci (k̃

(2)
F )µα. Por otro

lado, el sector CPT-Odd no genera divergencias UV aśı que el contratérmino tensorial asociado es nulo:

ZA(ZkAF
)κλ(kAF )

λ − (kAF )
κ = 0 . (2.51)

Para determinar a las funciones beta tensoriales se necesita la expresión de Z−1
A , de la ecuación (2.47),

haciendo un desarrollo en serie, manteniendo términos lineales en αg =
g2

4π
y hasta términos cuadráticos en

los parámetros de VSL se tiene que:

Z−1
A = 1− αgC2(G)

4π

1

ǫ

[

11

3
+

3

8
(k̂F )

2 +
25

18
(kF )

2

]

. (2.52)

Aśı, a orden α y a orden cuadrático en los parámetros de VSL, las constantes de renormalización para cada
uno de los parámetros tensoriales quedan determinadas como:

(Zk̂F )
µναβ

λργσ(k̂F )
λργσ = (k̂F )

µναβ +
αgC2(G)

4π

1

ǫ

[

7

3
(k̂F )

µναβ +
3

2
(k̂

(2)
W )µναβ +

7

6
(k̂

(2)
R )µναβ

]

, (2.53)

(ZkF )
µα
λρ(kF )

λρ = (kF )
µα +

αgC2(G)

4π

1

ǫ

{

1

2
(k̂F )

µλρσ(k̂F )
α
λρσ

+
7

3

[

(k̂F )
µλασ(kF )λα + (kF )

µλ(kF )
α
λ

]

}

, (2.54)

(ZkAF
)κλ(kAF )

λ = (kAF )
κ − 11

3

αgC2(G)

4π

1

ǫ
(kAF )

κ . (2.55)

Se puede notar que el polo UV del factor de renormalización del tensor tipo Ricci surge hasta segundo orden
en los parámetros de VSL. Además, aunque la contribución generada por el sector CPT-Odd a la función
vértice de dos puntos es finita, el factor de renormalización asociado adquiere su polo del factor de renorma-
lización Z−1

A , tal como se encontró en [19, 37].



2.4. RENORMALIZACIÓN Y FUNCIONES BETA 29

En este esquema de renormalización, las funciones beta tensoriales pueden ser determinadas a través del
polo simple del correspondiente factor de renormalización con

(βk̂F )µναβ = 2αg
d(ak̂F1 )µναβ

dαg
, (2.56)

(βkF )µα = 2αg
d(akF1 )µα
dαg

, (2.57)

(βkAF
)κ = 2αg

d(akAF

1 )κ
dαg

, (2.58)

donde (ak̂F1 )µναβ , (a
kF
1 )µα, y (akAF

1 )κ son los coeficientes del polo simple de las Ecs. (2.53), (2.54), y (2.55).
Las funciones beta tensoriales están dadas por:

(βk̂F )
µναβ =

αgC2(G)

4π

[

14

3
(k̂F )

µναβ + 2(k̂
(2)
W )µναβ +

7

3
(k̂

(2)
R )µναβ

]

, (2.59)

(βkF )
µα =

αgC2(G)

4π

{

(k̂F )
µλρσ(k̂F )

α
λρσ +

14

3

[

(kF )
µλ(kF )

α
λ + (k̂F )

µλαρ(kF )λρ

]

}

, (2.60)

(βkAF
)κ = −22αgC2(G)

3(4π)
(kAF )

κ . (2.61)

La función beta asociada al tensor tipo Ricci de nivel árbol (kF )µα es generada hasta segundo orden en el
contexto de la teoŕıa pura de YME.

2.4.2. Esquema dependiente de la masa

Por último, se estudia a la función βYME(g) en un contexto de renormalización dependiente de la masa.
En este esquema se establece la condición de renormalización:

ΠYME(q
2 = −µ2, ξ) = 0 , (2.62)

con lo que, el contratérmino δA queda determinado como:

δA =
[

Π(q2, ξ) + ΠE(1)(q2, ξ) + ΠE(2)(q2, ξ) + ΠO(2)(q2, ξ)
]

q2=−µ2
. (2.63)

De acuerdo con 1.29:

β
(µ2)
YME(g) = gµ2∂ZA(−µ2)

∂µ2

= gq2
∂ZA(q

2)

∂q2

∣

∣

∣

q2=−µ2

=
g

2
qα
∂ZA(q

2)

∂qα

∣

∣

∣

q2=−µ2
. (2.64)

Usando la siguiente identidad,

qα
∂

∂qα

(

qα1 · · · qα2n

(q2)n

)

= 0 , (2.65)
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se encuentra que la parte finita de ΠE(1)(q2, ξ) y de ΠE(2)(q2, ξ) no contribuyen a la función beta. Aśı:

β
(µ2)
YME(g) = g

[

µ2∂Π(−µ2, ξ)

∂µ2
+ µ2∂Π

E(2)
Div (−µ2, ξ)

∂µ2
+

1

2
qα
∂ΠO(2)(q, ξ)

∂qα

∣

∣

∣

q2=−µ2

]

, (2.66)

o bien, expĺıcitamente

β
(µ2)
YME(g) = β(g)

{

1 +
9

88
(k̂F )

2 +
25

66
(kF )

2

− 3

22

(kAF )
2

µ2

[

(ξ + 4) log

(

m2

µ2

)

+
ξ

2
(4− ξ) +

3

2

]

− 3

22

(k̄AF )
2

(µ2)2

[

(ξ + 3) log

(

m2

µ2

)

+
1

2
(1 + ξ)(5− ξ)

]

}

, (2.67)

donde, se ha definido al siguiente escalar k̄AF = qα(kAF )α. Esta cantidad es invariante bajo transformaciones
de Lorentz de observador pero no de part́ıcula.

La función β
(µ2)
YME(g) tiene aspectos interesantes en su estructura relacionados a la contribución del sector

CPT-Odd. La contribución de este sector a la función beta en este esquema de renormalización es consecuencia
de la dimensión del parámetro (kAF ) ya que tiene unidades de masa. Este tipo de contribuciones pueden ser
observadas incluso en la teoŕıa de Yang-Mills usual con un sector de materia ψ, en alguna representación r
del grupo SU(N). En el esquema de renormalización dependiente de la masa, la función β(g) estándar toma
la siguiente forma:

β(µ2)(g) =
g3

(4π)2

[

−11

3
C2(G) + 8C(r)

∫ 1

0

dx
µ2x2(1− x)2

m2
ψ + µ2x(1− x)

]

, (2.68)

Se observa que, en el ĺımite µ≫ m2
ψ, β

(µ2)(g) se reduce en al resultado en el esquema MS.

βMS(g) =
g3

(4π)2

[

−11

3
C2(G) +

4

3
C(r)

]

. (2.69)

En el caso del sector CPT-Odd,, en el ĺımite µ2 ≫ (kAF )
2 y (µ2)2 ≫ (k̄AF )

2, β
(µ2)
YME(g) Ec. (2.67) se reduce al

resultado obtenido en el esquema MS Ec. (2.48). Por otro lado, la dependencia del parámetro ξ indicaŕıa que
esta contribución no puede representar una cantidad f́ısica, al menos a enerǵıas del orden de las componentes
(kAF )κ. Esta dependencia de la norma es inherente de la teoŕıa ya que (kAF )κ es un parámetro de norma en el
sentido de que está vinculado estructuralmente al sector de norma de la teoŕıa. Sin embargo, la dependencia
de la norma no es exclusiva de sectores impares bajo CPT, esto también ocurre en teoŕıas de norma con
rompimiento espontáneo de la simetŕıa. Por ejemplo, la contribución del bosón W±

µ a la función beta de la
carga electromagnética β(e) también es dependiente de la norma en un esquema dependiente de la masa.
Hasta este punto, los resultados de esta tesis son consistentes con lo esperado por una teoŕıa cuántica de campo

convencional. Sin embargo, la presencia de divergencias IR en la función β
(µ2)
YME(g) es una caracteŕıstica que se



2.4. RENORMALIZACIÓN Y FUNCIONES BETA 31

encuentra fuera de lo esperado para una observable f́ısica. Este tipo de patoloǵıas en observables f́ısicas parece
ser una caracteŕıstica de teoŕıas que incorporan VSL, por ejemplo, en el contexto de la Extensión del Modelo
Estándar se han encontrado divergencias IR en el cálculo de momentos magnéticos anómalos de leptones
[29]. Si bien, en una teoŕıa cuántica de campo la presencia de divergencias IR es una caracteŕıstica común
de interacciones con part́ıculas sin masa, estas pueden ser canceladas a nivel de elementos de matriz S. Sin
embargo, observables f́ısicas como la función β(g) o los momentos eléctricos y magnéticos de las part́ıculas se
definen directamente de funciones vértice por lo que la cancelación de divergencias IR a este nivel requiere
de la implementación de algún mecanismo particular más complicado.



Caṕıtulo 3

Dispersión luz por luz en contexto del

Modelo Estándar en dimensiones Extra

En este caṕıtulo se presenta la amplitud a un lazo del proceso γγ → γγ en el contexto del EDSM. Como
se mencionó en la introducción, la amplitud de este proceso a un lazo con correcciones provenientes del sector
electrodébil del ME fue calculado en [43]. En esta parte de la tesis se calcula de nuevo la amplitud, pero
usando un esquema de fijación no lineal Rξ [57]. La razón de implementar este esquema de fijación tiene como
propósito encontrar las estructuras de norma de la amplitud con la perspectiva de implementar un posterior
estudio de la renormalización de las divergencias de KK. En este trabajo de tesis presentamos las amplitudes
de helicidad, se encuentra que las calculadas en la norma no lineal Rξ coinciden con las amplitudes reportadas
en [43] las cuales fueron calculadas en un esquema de fijación lineal de la norma. La contribución de este
trabajo es que se integran las correcciones de dimensiones extra a las amplitudes de helicidad. Posteriormente
se estudia la convergencia de la amplitud con respecto a las divergencias UV y con respecto a las divergencias
de KK.

En la siguiente sección se describen los aspectos escenciales del modelo y se presentan las reglas de
Feynman en un un esquema de fijación de norma no lineal

3.1. El Modelo Estándar en dimensiones extra

El SM en Dimensiones Extra (EDSM por sus siglas en inglés) es una extensión del SM, definido en una
variedad espacio-tiempo plano: Md = M4+N d, donde M4 es el espacio tiempo de Minkowski 4-dimensional
y N d una variedad n−dimensional representando una extensión puramente espacial, con n arbitrario. Se
parte entonces de una teoŕıa efectiva [62][63] gobernada por los grupos de Poincaré ISO(1, 3+n) y de norma
GU(Md)SM = SUC(3,Md) × SUL(2,Md) × UY (1,Md), cuyos parámetros están definidos sobre toda la
variedad Md. Los campos de norma y de materia denotados colectivamente por ΦA(x, x̄), con puntos del
espacio tiempo (x, x̄) ∈ Md, son proporcionados por alguna representación del grupo de Lorentz extendido
SO(1, 3 + n). En virtud de esta extensión, la dimensión canónica de los campos es mayor a 4 lo cual vuelve
a la teoŕıa no renormalizable en el sentido de Dyson; bajo este hecho, la acción correspondiente consiste en

32
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una serie infinita de términos invariantes de Lorentz y de norma de dimensión canónica creciente, esto es

S =

∫

d4dnx̄ L4+n (ΦA(x, x̄), ∂MΦA(x, x̄)) , M = 0, 1, . . . , 4 + n , (3.1)

con

L4+n = LSM
4+n (ΦA(x, x̄), ∂MΦA(x, x̄)) +

∑

d

λd
Λd

L(d+d) (ΦA(x, x̄), ∂MΦA(x, x̄)) (3.2)

donde L(d+d)
4+n está formada por productos de dimensión canónica mayor a d compuestos de campos ΦA(x, x̄) y

derivadas ∂MΦA(x, x̄), los cuales son suprimidos por potencias inversas de Λd, escala que se supone es mayor
a la escala de Fermi. El primer término de (3.2) corresponde a una réplica de la estructura funcional de la
lagrangiana del ME de 4 a d dimensiones.

El estudio amplio de esta teoŕıa se encuentra desarrollado en [20], en esta parte se describe brevemente
el esṕıritu de este modelo.

La idea central del EDSM es pasar de la teoŕıa descrita por los grupos ISO(1, 3 + n), GU(Md)SM a una
teoŕıa covariante bajo los grupos ISO(1, 3), GU(M4)SM. Para ilustrar esta idea, considere la teoŕıa de YM en
dimensiones extra

LYMd = −1

4
Fa
MN(x, x̄)FMN

a (x, x̄) , a = 1, . . . , n2 − 1 , N,M = 0, 1, . . . 4 + n (3.3)

donde Fa
MN(x, x̄) = ∂MAa

N(x, x̄)− ∂NAa
M(x, x̄) + gdf

abcAb
M(x, x̄)Ab

N(x, x̄). Primero se efectúa un mapeo que
consiste en descomponer a los objetosAa

M(x, x̄) y Fa
MN(x, x̄) en N− formas y escalares bajo el grupo SO(1, 3),

i.e. como

Aa
M(x, x̄) → {Aa

µ(x, x̄)Aa
µ̄(x, x̄)} , Fa

MN(x, x̄) → {Fa
µν(x, x̄),Fa

µν̄(x, x̄),Fa
µ̄ν̄(x, x̄)} (3.4)

donde Fa
µν(x, x̄) se transforma como una 2−forma, Fa

µν(x, x̄) y Fa
µν̄(x, x̄) como una 1−forma y Aa

µ̄(x, x̄),
Fa
µ̄ν̄(x, x̄) como una 0− forma bajo SO(1, 3). Con esto

LYMd = −1

4

(

Fa
µν(x, x̄)Fµν

a (x, x̄) + 2Fa
µν̄(x, x̄)Fµν̄

a (x, x̄) + Fa
µ̄ν̄(x, x̄)F µ̄ν̄

a (x, x̄)
)

(3.5)

La lagrangiana ahora es manifiestamente invariante bajo SU(N,M4), pero aún dependiente de la coordenada
x̄. Se implementa un segundo mapeo que consiste en quitar el caracter dinámico de las dimensiones x̄ ya que
a bajas enerǵıas (del orden de la escala de Fermi) no son manifiestas. Para ello se supondrá que la variedad
n−dimensional es compacta, a saber un n−toro formado por n productos directos de S1 de radio medio R,
con R−1 la escala de compactificación de las dimensiones extra. Se imponen condiciones de paridad sobre los
campos y tensores de curvatura de (3.4) con respecto a las coordenadas x̄ con el fin de recuperar la teoŕıa
estándar. Se supondrá que la variedad compacta está compuesta por n productos directos de la orbifold
S1/Z2. Los objetos que son pares bajo el intercambio x̄ → −x̄ contienen una parte que no depende de
estas coordenadas. Estas componentes serán asociadas a los campos y/o parámetros de la teoŕıa usual en 4
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dimensiones. Esta idea lleva a establecer el segundo mapeo como una expansión en serie de Fourier de los
campos de norma y los parámetros sobre la variedad compacta como

Aa
µ (x, x̄) = f

(0)
E A(0) a

µ (x) +
∑

(m)

f
(m)
E (p̄ · x̄)A(m) a

µ (x) (3.6a)

Aa
µ̄ (x, x̄) =

∑

(m)

f
(m)
O (p̄ · x̄)A(m) a

µ̄ (x) (3.6b)

αa (x, x̄) = f
(0)
E α(0) a (x) +

∑

(m)

f
(m)
E (p̄ · x̄)α(m) a (x) ; (3.6c)

donde los términos asociados con el ı́ndice (0), también llamados modos cero, conforman los campos y
parámetros de la teoŕıa estándar, los campos con ı́ndice (m) se conocen como exitaciones de Kaluza-Kelin.

Por otro lado, las funciones {f (0), f
(m)
E,O} y sus propiedades están descritas en el apéndice de [20]. El śımbolo

∑

(m) representa las 2n − 1 series que hay en total, por ejemplo

∑

(m)

f
(m)
E (x̄)A(m)a

µ (x)
.
=

∞
∑

m1=1

f
(m1,0,...,0)
E (x̄)A(m1,0,...,0)a

µ (x) +
∞
∑

m2=1

f
(0,m2,0,...,0)
E (x̄)A(0,m2,0,...,0)a

µ (x)

+...+
∞
∑

m1,m2=1

f
(m1,m2,...,0)
E (x̄)A(m1,m2,...,0)a

µ (x) + ...

+...+

∞
∑

m1,...,mn=1

f
(m1,...,mn)
E (x̄)A(m1,...,mn)a

µ (x) .

(3.7)

En śıntesis, estos dos mapeos permite pasar de campos de norma AM de SU(Md) a campos de norma del
grupo SU(N,M4) y otros objetos con leyes de transformación bien definidas bajo SU(N,M4) e ISO(1, 3).
Los grupos SU(N,M4) y SU(N,Md) son similares como grupos de Lie, pero diferentes como grupos de
norma, para el primero hay (N2 − 1)× 4 componentes de las conexiones, por otro lado para el segundo hay
(N2 − 1)(4 + n). Las componentes de la curvatura también tienen su descomposición en series de Fourier
dadas por

Fa
µν (x, x̄) = f

(0)
E F (0) a

µν (x) +
∑

(m)

f
(m)
E (p̄ · x̄)F (m) a

µν (x) (3.8a)

Fa
µν̄ (x, x̄) =

∑

(m)

f
(m)
O (p̄ · x̄)F (m) a

µν̄ (x) (3.8b)

Fa
µ̄ν̄ (x, x̄) = f

(0)
E F (0) a

µ̄ν̄ (x) +
∑

(m)

f
(m)
E (p̄ · x̄)F (m) a

µ̄ν̄ (x) (3.8c)

En este punto, todos los campos y parámetros tienen factorizadas a las coordenadas x̄ a través de las fun-
ciones fE(O)(p̄ · x̄) las cuales pueden ser integradas en la acción. Con esto, después de hacer los 2 mapeos e
integrar las dimensiones extra en la acción la lagrangiana (3.3) toma la siguiente forma en el espacio tiempo
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4−dimensional:

LYM4 =

∫ 2πR

0

dnx̄ LYMd (x, x̄)

= −1

4

{

F (0) a
µν (x)F (0) µν

a (x) + F (0) a
µ̄ν̄ (x)F (0) µ̄ν̄

a (x)

+
∑

(m)

[

F (m) a
µν (x)F (m) µν

a (x) + 2F (m) a
µν̄ (x)F (m) µν̄

a (x) + F (m) a
µ̄ν̄ (x)F (m) µ̄ν̄

a (x)
]







(3.9)

el cual es manifiéstamente invariante bajo los grupos estándar {ISO(1, 3), SU(N,M4)}. Por otro lado, co-
mo consecuencia de tener una variedad extra-dimensional compacta, el rompimiento expĺıcito del grupo
ISO(1, 3 + n) al grupo ISO(1, 3) genera términos de masa para las exitaciones de KK de los campos vecto-

riales A
(m) a
µ y campos escalares A

(m) a
µ̄ , estas aparecen en las siguentes expresiones

−1

2
F (m) a
µν̄ (x)F (m) µν̄

a (x) = −1

2
m2

(m)A
(m) a
µ A(m) µ

a + . . . , (3.10a)

−1

4
F (m) a
µ̄ν̄ (x)F (m) µ̄ν̄

a (x) = −1

2
A

(m) a
µ̄ M̃

(m)
µ̄ν̄ A

(m) a
ν̄ + . . . , (3.10b)

donde los campos vectoriales de KK, A
(m) a
µ , para una configuración de (m), tienen masa igual a m(m) descrita

por la siguiente expresión

m2
(m) =

(

m1

R1

)2

+ · · ·+
(

mn

Rn

)2

= p
(m)
µ̄ p

(m)
µ̄ , (3.11)

por ejemplo, el campo vectorial A(m1,0,m2,0,...,0) a tiene asociada la masa m2
(m1,0,m2,0,...,0)

=
(

m1

R1

)2

+
(

m2

R2

)2

. La

masa de los campos escalares, A
(m) a
µ̄ se generan a través del tensor M̃

(m)
µ̄ν̄ = m2

(m)δµ̄ν̄−p
(m)
µ̄ p

(m)
ν̄ bajo un cambio

de base a estados de materia A
(m) a
µ̄ → {A(m) a

n̄ , A
(m) a

Ḡ
}. Estas masas corresponden a cantidades invariantes

de SO(1, 3). Se encuentra que, para cada campo de norma A
(0) a
µ existen (2n − 1) torres exitaciones de KK

de campos vectoriales masivos A
(m) a
µ , (2n − 1)(n− 1) torres exitaciones de KK de campos escalares masivos

A
(m) a
n̄ y (2n − 1) torres de campos escalares sin masa A

(0) a
G .

Para calcular las correcciones de dimensiones extra al proceso de dispersión γγ → γγ se requiere de
las interacciones con las part́ıculas cargadas del modelo estándar, esto es, las interacciones con los leptones
cargados, los quarks, el bosón W (0)±, sus respectivos pseudobosones G

±(0)
W , y con sus respectivas excitaciones

de KK. Estas interacciones se encuentran descritas en el caṕıtulo dedicado a la teoŕıa electrodébil, al sector
fermiónico y de corrientes de la Ref. [20]. Al cuantizar la teoŕıa se integran los campos ghost, los cuales tienen

sus respectivos modos c
±(0)
W (c̄

±(0)
W ) y c

±(m)
W (c̄

±(m)
W ). Para este trabajo de tesis, se trabajó con un esquema de

fijación de norma no lineal Rξ; este esquema elimina el vértice γWGW lo que reduce el número de diagramas
a calcular a un lazo. En este esquema, el proceso de fijación de la norma en la teoŕıa electrodébil definida en
Md es completamente análogo al realizado para la teoŕıa en 4 dimensiones ya que son iguales como grupo de
norma (salvo el número de campos de norma). De esta forma, las reglas de Feynman de los acoplamientos de

los modos de KK con el fotón A
(0)
µ serán idénticas a las del ME salvo el intercambio mP (0) → mP (m). Para este
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trabajo se requiere de los vértices A(0)ψψ, A(0)W±W∓, A(0)G±
WG

∓
W , A(0)c±W c

∓
W , A(0)c̄±W c̄

∓
W , A(0)A(0)W±W∓,

A(0)A(0)G±
WG

∓
W , A(0)A(0)c±W c

∓
W y A(0)A(0)c̄±W c̄

∓
W , donde los campos ψ, W±, G±

W , c±W y c̄±W denotan tanto al
modo (0) como a los modos (m). Las reglas de Feynman de estos vértices bajo la norma no lineal Rξ se
encuentran en la Fig. 3.1

A
(0)
µ

f̄ (0), f̄ (m)

= V
(0)
Aff , V

(m)
Aff

f̄ (0), f̄ (m)

A
(0)
µ

W±

λ
(0), W

±(m)
λ

= V
(0)µνλ
AWW , V

(m)µνλ
AWW

W
±(0)
ν , W

±(m)
ν

A
(0)
µ

G±

W
(0), G

±(m)
W

= V
(0)µ
AGWGW

, V
(m)µ
AGWGW

G
±(0)
W , G

±(m)
W

k1
k2

k3

k1
k2

k3

W±

λ
(0), W

±(m)
λ

= V
(0)µνλρ
AAWW , V

(m)µνλρ
AAWW

W
±(0)
ρ , W

±(m)
ρA

(0)
ν

A
(0)
µ

G±

W
(0), G

±(m)
W

= V
(0)µν
AAGWGW

, V
(m)µν
AAGWGW

G
±(0)
W , G

±(m)
W

A
(0)
ν

A
(0)
µ

Figura 3.1: Proceso γγ → γγ a un lazo en el contexto de la norma Rξ Ue(1).

Los tensores que aparecen en las expresiones de la Fig. 3.1 están dados por

V
(0)
Aff = ieQfγµ (3.12)

V
(m)
Aff = ieQfγµδab (3.13)

V
(0)µνλ
AWW = V

(m)µνλ
AWW = ie

[

gµν
(

kλ1 − kλ2 −
kλ3
ξ

)

+ gµλ
(

kν3 − kν1 +
kν2
ξ

)

+ (kµ2 − kµ3 ) g
νλ

]

, (3.14)

V
(0)µ
AGWGW

= V
(m)µ
AGWGW

= ie (k1 − k2)
µ , (3.15)

V
(0)µνλρ
AAWW = V

(m)µνλρ
AAWW = −ie2

[

2gλρgµν −
(

1− 1

ξ

)

(

gλνgµρ + gλµgνρ
)

]

, (3.16)

V
µν(0)
AAGWGW

= V
µν(m)
AAGWGW

= 2ie2gµν . (3.17)

con δaa = 2
n

2 el número de fermiones de KK asociados cada fermión del ME, n es el número de dimensiones
extra. En esta norma, los propagadores de los campos G±

W y C±
W están dados en la figura 3.2

p

p

= i
1

p2 − ξm2
W

= i
1

p2 − ξm2
W

Figura 3.2: Propagadores de los campos G±
W y C±

W en la norma no lineal Rξ Ue(1).
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Una de las propiedades de este esquema de fijación de la norma es que los vértices correspondientes a los
acoplamientos con los campos ghost son idénticos a los vértices con G±

W . En virtud de esto, las amplitudes
con campos ghost dentro del lazo son igual a -2 veces las amplitudes generadas por los pseudobosones de
Goldstone, el signo menos es debido a la estad́ıstica de Bose, y el 2 debido a que se consideran las contribu-
ciones del campo ghost y antighost.

3.2. Proceso γγ → γγ

En la Fig. 3.3 se muestran las correcciones a un lazo al proceso γ(0)γ(0) → γ(0)γ(0) en el contexto del
EDSM. Dentro del lazo circulan los modos (0) que corresponden a las part́ıculas cargadas del ME y también
sus respectivas excitaciones de KK (m). En el esquema no lineal Rξ sólo circulan part́ıculas de la misma
especie dentro del lazo. La amplitud se puede escribir como la suma de la contribución estándar generada

W±, G
±

W

C±, C̄±

= ++

+++

C± , C̄±

W±, G
±

W

ψ

C± , C̄±

W±, G
±

W

ψ

C± , C̄±

W±, G
±

W

ψ

C±, C̄±

W±, G
±

W
C±, C̄±

W±, G
±

W

C±, C̄±

W±, G
±

W

C±, C̄±

W±, G
±

W

C±, C̄±

W±, G
±

W

C±, C̄±

W±, G
±

W

W±, G
±

W

C±, C̄±

W±, G
±

W

C±, C̄±

A(0)
µ

A(0)
σA(0)

ν

A(0)
ρ

iMµνρσ(p1, p2, p3, p4)

p1

p2

p3

p4

Figura 3.3: Proceso γγ → γγ a un lazo en el contexto de la norma Rξ Ue(1).

por las part́ıculas del ME mas la suma de las contribuciones de todos los modos de KK:

Mµνρσ(p1, p2, p3, p4) =
∑

l,q,W

M(0)
µνρσ(p1, p2, p3, p4) +

∑

l,q,W

∑

(m)

M(m)
µνρσ(p1, p2, p3, p4) (3.18)
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Dentro del lazo se consideran a los leptones cargados l = e, µ τ , los quarks q = u , c , t , d , s , b, y la contribución
de sector electrodébil que depende de la masa del bosón W . La amplitud M(m)

µνρσ es una copia de la amplitud

estándar M(0)
µνρσ bajo el remplazo mp(0) → mp(m) con p = l, q,W . Por otro lado, la amplitud invariante en

términos de estados de polarización lineal está dada por

iMλ1λ2λ3λ4 = iMµνρσ(p1, p2, p3, p4)ǫ
λ1
µ (p1)ǫ

λ2
ν (p2)ǫ

∗λ3
ρ (p3)ǫ

∗λ4
σ (p4) . (3.19)

Para medir efectos a un lazo sobre cantidades observables, se requiere de |Mλ1λ2λ3λ4 |2. Sin embargo, un cálculo
directo de la norma al cuadrado de (3.19), incluso sin considerar efectos de dimensiones extra, representa una
cantidad formidable de tiempo de cálculo computacional debido a la enorme cantidad de términos generados.
Para solucionar este problema se trabaja en la base de estados de helicidad, esto no cambia la contribución
de los modos de KK, ya que sólo se trabaja en una base particular de los vectores ǫλiµ (pi). En el siguiente
apartado se describe la cinemática del proceso y los estados de helicidad.

3.2.1. Cinemática del proceso

Se considera a los fotones externos on-shell, esto es p21 = p22 = p23 = p24 = 0. Los cuadrimomentos
involucrados satisfacen conservación de momento

p1 + p2 = p3 + p4 (3.20)

Las variables de Maldestam son

s = 2p1 · p2 = 2p3 · p4 , (3.21a)

t = −2p1 · p3 = −2p2 · p4 , (3.21b)

u = −2p1 · p4 = −2p2 · p3 , (3.21c)

las cuales satisfacen s + t + u = 0. Se trabaja en el sistema del centro de masa donde los cuadrivectores pi
toman la siguiente forma

p1 = (ω, 0, 0, ω) , p2 = (ω, 0, 0,−ω) (3.22)

p3 = (ω, ω sin θ, 0, ω cos θ) , p4 = (ω,−ω sin θ, 0,−ω cos θ) , (3.23)

con ω es la enerǵıa del proceso y θ el ángulo de dispersión. En términos de estas variables

s = 4ω2 , t = −2ω2(1− cos θ) . (3.24)

En [43] toman la norma ǫ0 = 0 para los vectores de polarización, por lo que en este sistema de coordenadas

ǫλiµi = (0, e
(λ)
i ) . (3.25)

Para las polarizaciones paralelas se tiene que

e
(1)
1 = e

(1)
2 = e

(1)
3 = e

(1)
4 = (0, 1, 0) , (3.26)

para las polarizaciones perpendiculares se tiene

e
(2)
1 = (−1, 0, 0) , e

(2)
2 = −e

(2)
1 , e

(2)
3 = (− cos θ, 0, sin θ) , e

(2)
4 = −e

(2)
3 . (3.27)
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La base de estados de helicidad se define como

e±i =
1√
2
(e

(1)
i ± i e

(2)
i ) (3.28)

En esta base se tiene un conjunto total de 16 amplitudes de helicidad, {M++++, M+++−, , . . . }. Sin embargo,
la amplitud es invariante bajo P y T, lo que reduce el número de amplitudes independientes a cinco

M++++ , M++−− , M+++− , M+−+− , M+−−+ , (3.29)

No obstante, las dos últimas se relacionan con la segunda como:

M+−+− = M++−−(s↔ t) , (3.30)

M+−−+ = M++−−(s↔ u) . (3.31)

Sólo se necesita de las primeras tres amplitudes de (3.29). En el contexto del EDSM:

M++++
EDSM =

∑

p=l,q,W

M++++
p(0)

+
∑

p=l,q,W

∑

(m)

M++++
p(m) , (3.32)

M++−−
EDSM =

∑

p=l,q,W

M++−−

p(0)
+
∑

p=l,q,W

∑

(m)

M++−−

p(m) , (3.33)

M+++−
EDSM =

∑

p=l,q,W

M+++−

p(0)
+
∑

p=l,q,W

∑

(m)

M+++−

p(m) , (3.34)

Las expresiones para las amplitudes de los modos (0) se encuentran en el Apéndice B, están dadas en términos
de funciones de Passarino Veltman (PV). Usando la norma no lineal Rξ se encuentran las mismas expresiones
para las amplitudes de helicidad reportadas en [43]1, lo que es consistente con el hecho de que los elementos
de matriz S no deben depender del esquema de fijación de la norma. Si bien las amplitudes de helicidad
generadas por los modos de KK tienen la misma forma funcional que sus versiones estándar, la suma de
los modos (m) se extiende sobre funciones de PV cuyos argumentos dependen de las masas de los modos
excitados por lo que su forma anaĺıtica no es trivial. En el siguiente apartado se estudian estas sumas y sus
expresiones en términos de la función de Epstein multidimensional.

3.2.2. Sumas de Kaluza-Klein sobre funciones de Passarino-Veltman

Para calcular las integrales presentes en las funciones de PV, se puede implementar el método de pa-
rametrización a la Feynman. En este contexto dichas funciones se reducen a calcular el siguiente tipo de
integrales

I(α) =
∫

dV

∫

dDp

(2π)4
(µ̂2)2−D/2

(p2 −∆)α
(3.35)

con n = 2, 3, 4 la potencia que surge en la solución de las funciones B0, C0 y D0, respectivamente. El diferecial
dV determina la integral sobre el espacio de parámetros. Por otro lado ∆ es un factor que depende de las

1En esta referencia parece que las expresiones de M++++ y M++−− están intercambiadas.
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masas, los parámetros de Feynman y productos de cuadrivectores o de las variables de Maldestam. La solución
de la integral de momento de (3.35) es:

∫

dDp

(2π)4
1

(p2 −∆)α
=

i(−1)α

(4π)D/2
Γ(α−D/2)

Γ(n)

1

∆α−D/2
. (3.36)

Si las funciones de PV dependen de los modos (m) se toma ∆ → ∆(m) en la expresión anterior. En este caso,
la suma de KK se desarrolla sobre el siguiente término

∑

(m)

1

[∆(m)]α−D/2
. (3.37)

Esta suma puede organizarse de la siguiente manera

∑

(m)

1

[∆(m)]α−D/2
=

1

(R−2)α−D/2

∑

(m)

1

[(m) + c2]α−D/2
, c2 =

∆(0)

R−2
(3.38)

donde ∆(0) es una copia funcional de ∆ → ∆(m) pero con las masas de los modos (0). La expresión (3.38)
puede ponerse en términos de la función de Epstein l-dimensional Ec2

l (s) [58] como:

∑

(m)

1

[∆(m)]α−D/2
=

1

(R−2)α−D/2

n
∑

l

(

n

l

)

Ec2

l

(

α− D

2

)

. (3.39)

donde

Ec2

l (s) =
∞
∑

(k1,k2...kl)=1

1

[k21 + k22 + . . . k2l − c2]
s (3.40)

Por otro lado, si las funciones de PV están mutiplicadas por alguna potencia positiva r de las masas m2
p(m) ,

la expresión (3.37) se verá modificada como:

∑

(m)

m2r
p(m)

[∆(m)]α−D/2
, (3.41)

Para reducir esta suma en términos de la función de Epstein se usa la siguiente identidad:

m2
p(m) = ∆(m) −∆(0) +m2

p(0) . (3.42)

Para este cálculo se utilizaron las siguientes funciones de PV

B0(a,m
2
P (m)) ≡ B0(a,m

2
P (m), m

2
P (m)) , (3.43)

C0(a,m
2
P (m)) ≡ C0(0, 0, a,m

2
P (m), m

2
P (m), m

2
P (m)) , (3.44)

D0(a, b,m
2
P (m)) ≡ D0(0, 0, 0, 0, a, b,m

2
P (m), m

2
P (m) , m

2
P (m), m

2
P (m)) . (3.45)
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La notación de la derecha de las Ec. (3.43)-(3.45) es la notación de la paqueteŕıa FeynCalc. Los términos a
y b toman los valores de las variables s, t y u, pero a 6= b en las funciones D0. Al implementar regularización
dimensional, parametrización a la Feynman y la Ec. (3.39), las sumas de KK sobre las funciones de PV toman
la forma

∑

(m)

B0(a,m
2
p(m)) =

(

R−2

µ2

)−ǫ

Γ(ǫ)

∫ 1

0

n
∑

l=1

(

n

l

)

E
c2
b0
l (ǫ)dx , (3.46)

∑

(m)

C0(a,m
2
p(m)) = − 1

2R−2

(

R−2

µ2

)−ǫ ∫

dVC0 Γ(1 + ǫ)

n
∑

l=1

(

n

l

)

E
c2c0
l (1 + ǫ) , (3.47)

∑

(m)

m2
p(m)C0(a,m

2
p(m)) = −1

2

(

R−2

µ2

)−ǫ ∫

dVC0Γ(1 + ǫ)

n
∑

l=1

(

n

l

)

[

E
c2
c0
l (ǫ)−

(

c2c0 −
m2
p(0)

R−2

)

E
c2
c0
l (1 + ǫ)

]

,

(3.48)

∑

(m)

D0(a, b,m
2
p(m)) =

1

6R−4

(

R−2

µ2

)−ǫ ∫

dVD0Γ(2 + ǫ)

n
∑

l=1

(

n

l

) n
∑

l=1

E
c2
d0

l (2 + ǫ) (3.49)

∑

(m)

m2
p(m)D0(a, b,m

2
p(m)) =

1

6R−2

(

R−2

µ2

)−ǫ ∫

dVD0Γ(2 + ǫ)
n
∑

l=1

(

n

l

)

[

E
c2
d0
l (1 + ǫ)−

(

c2d0 −
m2
p(0)

R−2

)

[E
c2
d0
l (2 + ǫ)

]

(3.50)
∑

(m)

m4
p(m)D0(a, b,m

2
p(m)) =

1

6

(

R−2

µ2

)−ǫ ∫

dVD0Γ(2 + ǫ)

×
n
∑

l=1

(

n

l

)



E
c2
d0
l (ǫ)− 2

(

c2 −
m2
p(0)

R−2

)

E
c2
d0
l (1 + ǫ) +

(

c2d0 −
m2
p(0)

R−2

)2

E
c2
d0
l (2 + ǫ)





(3.51)

Además

c2b0 =
m2
p(0)

− a x(1 − x)

R−2
, (3.52a)

c2c0 =
m2
p(0)

− a xy

R−2
, (3.52b)

c2d0 =
1

R−2

(

m2
p(0) − a x(1− x− y − z)− b yz

)

. (3.52c)

Las integrales paramétricas de las funciones C0 y D0 se realizan en los siguientes espacios

∫

dVC0 = Γ(3)

∫ 1

0

∫ 1−x

0

dxdy ,

∫

dVD0 = Γ(4)

∫ 1

0

∫ 1−x

0

∫ 1−x−y

0

dxdydz (3.53)
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En el ĺımite ǫ → 0, la función Ec2

l (ǫ) converge a una constante que depende de la dimensión, por ejemplo,
para una dimensión extra Ec2

1 (ǫ) → ζ(0), note que en este ĺımite las divergencias UV no existen paralelamente
con las divergencias de KK, cuando ǫ→ 0 la función gamma diverge, pero no la función de Epstein. Por otro
lado, en el ĺımite ǫ → 0 la función Ec2

l (1 + ǫ) diverge para valores de l = 2, 3, . . . y Ec2

l (2 + ǫ) diverge para
l = 4, 5, . . . . En consecuencia, el proceso del dispersión de luz por luz en dimensiones mayores a 5 requiere de
un esquema de renormalización que elimine este tipo de divergencias para definir una amplitud renormalizada.
Con respecto a las divergencias UV, las funciones B0 aparecen como diferencias (ver amplitudes de helicidad
en el Apéndice B), por lo que la amplitud estándar es convergente con respecto a estos polos. En el caso de
la amplitud con modos de KK, se tiene que las diferencias de funciones B0 toma la siguiente forma

∑

(m)

[

B0(a,m
2
p(m))−B0(b,m

2
p(m))

]

=

(

R−2

µ2

)−ǫ

Γ(ǫ)

∫ 1

0

n
∑

l=1

(

n

l

)

[

E
c2
b0(a)

l (ǫ)−E
c2
b0(b)

l (ǫ)
]

dx (3.54)

En [47], los autores encontraron una expresión que separa el polo UV del producto Γ(ǫ)Ec2

l (s) de la siguiente
forma (ver Ec. III.38 de [47]):

n
∑

l=1

(

n

l

)

Γ(ǫ)Ec2

l (s) = g(0)(n)Γ
( ǫ

2

)

ζ(ǫ) + . . . (3.55)

con g(0)(n) una constante que depende del número de dimensiones extra consideradas. Los puntos suspensivos
contienen expresiones que ya no dependen del los polos UV y que son convergentes con respecto a las sumas
de KK. En virtud de esto, la ecuación (3.54) converge con respecto a las divergencias UV y con respecto a
las sumas de KK. En conclusión, la amplitud a un lazo del proceso γγ → γγ con correcciones provenientes
del sector electrodébil del EDSM es convergente con respecto a las divergencias UV, pero divergente con
respecto a las sumas de KK para dimensiones mayores a 5, estas divergencias aparecen sólo en los términos
proporcionales a las funciones C0 y D0 por lo que requieren de un esquema de renormalización.

Perspectivas

De acuerdo a la evidencia experimental, los efectos de altas enerǵıas toman relevancia en el proceso de
dispersión de luz por luz, por ejemplo en el caso de la colaboración Atlas,

√
sNN = 5. TeV [44]. En este

sentido es imperante estudiar a profundidad las implicaciones fenomenológicas de nuevos modelos que van
más allá del ME. En el contexto del EDSM es importante estudiar el impacto de efectos de dimensiones extra
a altas enerǵıas, incluso superiores a la escala de compactificación R−1. Esto implica que se debe hacer un
estudio profundo sobre 2 aspectos de la teoŕıa. El primero tiene que ver con la convergencia de las funciones de
Epstein. De acuerdo con las Ecs. (3.46) - (3.49), estas dependen de los términos c2b0, c

2
c0 y c

2
d0, que esencialmente

son razones entre la enerǵıa del proceso
√
s y R−1. A enerǵıas superiores a R−1, estas razones son mayores

que la unidad, esto genera complicaciones en el estudio de la función Ec2

l (s). Se sabe de la literatura que para
c2 < 1, la función Epstein l-dimensional se puede escribir en términos de la función de Epstein unidimensional
(l = 1), la que a su vez puede ser expresada en términos de la función Zeta de Riemman. Sin embargo, esta
reducción a la función Zeta no es posible para c2 > 1; en este sentido se requiere de un estudio profundo
sobre la función de Epstein para el caso c2 > 1. Por otro lado, es importante estudiar los efectos de más
altas dimensiones sobre este proceso ya que pueden contribuir fuertemente a las observables, por ejemplo,
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el lazo fermiónico es proporcional a 2n/2 lo cual puede aumentar el orden de magnitud de las observables si
se consideran efectos de dimensiones mayores a cinco. Esto demanda del estudio de la renormalización de
la teoŕıa lo que requiere del conocimiento de las estructuras de norma de la amplitud con lo cual se pueden
deducir las expresiones de las lagrangianas de las cuales subyacen estas interacciones y poder definir aśı los
contratérminos. Esto representa un reto formidable pero con perspectivas interesantes para el futuro.



Caṕıtulo 4

Conclusiones

En este trabajo se estudiaron efectos radiativos en el contexto de la teoŕıa de Yang-Mills Extendida pura.
Esta teoŕıa es parametrizada por un tensor CPT-par tipo Riemman (kF )µλνρ y un 1-tensor CPT impar (kAF )κ
el cual tiene dimensiones de masa. El tensor tipo Riemman fue descompuesto en sus parte irreducibles bajo
SO(1, 3) dadas por un tensor tipo Weyl (k̂F )µλνρ, un tensor tipo Ricci (kF )µν y un escalar k̄F . El escalar k̄F
fue removido a nivel árbol a través de un reescalamiento de campos y parámetros.

El punto de partida de este trabajo de tesis fue determinar los efectos radiativos a un lazo y de segundo
orden en los coeficientes tensoriales (k̂F )µλνρ, (kF )µν y (kAF )κ sobre la función β(g). Para este propósito se
implementó el BFM como esquema de fijación de la norma. Esto permitió determinar las correcciones a
β(g) a través de la renormalización de la función de polarización del vaćıo. La introducción de efectos de
VSL generó diversas estructuras tensoriales que fueron estudiadas orden a orden. En este trabajo se logró
estudiar de manera extensa la estructura de norma de la función vértice de dos puntos con correcciones de
primer y segundo orden en los parámetros tensoriales. Si bien, la función vértice AaµA

b
ν ha sido estudiada en

el esquema MS a primer orden en la literatura, en este trabajo de tesis determinamos también las partes
finitas, al hacer esto se encontró que el sector CPT-Even induce una corrección finita de dimensión 6 a la
función de polarización del vaćıo. Por otra parte los efectos de segundo orden del sector CPT-Even generaron
amplitudes UV tipo Weyl, tipo Ricci y correcciónes UV a la función de polarización del vaćıo. A su vez,
este sector indujo interacciones dimensión 6 y 8 que también generaron contribuciones finitas a la función
de polarización del vaćıo. Por otro lado el sector CPT-Odd induce interacciones finitas UV, pero con diver-
gencias IR; en particular, este sector también modifica a la polarización del vaćıo pero a través de factores
de forma IR. También se estudió la interferencia de los sectores CPT-Even y CPT-Odd, esta amplitud está
compuesta por interacciones de dimensión 5 y 7, las cuales son finitas UV e IR pero dependientes de la norma.

El estudio de la renormalización del vértice AaµA
b
ν en el contexto del BFM permitió determinar correc-

ciones de hasta segundo orden a las funciones beta tensoriales correspondientes a los parámetros (k̂F )µλνρ,
(kF )µν y (kAF )κ. En particular, se encontró que la función beta asociada al tensor tipo Ricci se genera a
segundo orden. Finalmente se pudieron determinar modificaciones a la función β(g). Este estudio se realizó
implementando un esquema de renormalización independiente de la masa y un esquema dependiente de la
masa. En el primer esquema se encontró que sólo el sector CPT-Even modifica a la funcion beta a través de
los escalares (k̂F )

2 y (kF )
2. Por otro lado, en el esquema dependiente de la masa, el sector CPT-Odd induce

correcciones a β(g) dependientes de la norma pero con divergencias IR. Se demuestra que altas enerǵıas la

44
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función beta del esquema dependiente de la masa se reduce a la calculada en el esquema MS. Por otro lado,
la dependencia de la norma en la función beta es una caracteŕıstica de este esquema de renormalización,
por ejemplo, la función β(e) recibe correcciones dependientes de la norma a través de interacciones con el
bosón W±

µ si se implementa este esquema de renormalización. Finalmente, lo que es desconcertante es la

dependencia de la divergencia IR en la función β
(µ2)
YME(g). La presencia de este tipo de divergencias parece

ser una caracteŕıstica de este tipo de teoŕıas. Por ejemplo, en el contexto del Modelo Estándar Extendido
se han reportado en la literatura efectos IR en el cálculo de cantidades f́ısicas a través de factores de forma
de funciones vértice, como lo son los momentos magnéticos anómalos de las part́ıculas. En cualquier caso,
se requiere de un mecanismo que no tiene análogo en las teoŕıas de campo convencionales para cancelar este
tipo de divergencias.

Por otro lado, el estudio del proceso de dispersión de luz por luz tiene aspectos interesantes, no sólo desde
la perspectiva de la fenomenoloǵıa, sino también desde la perspectiva de la teoŕıa de la renormalización.
Se encontró que para dimensiones mayores a cinco, esta amplitud contiene divergencias con respecto a la
suma de los modos de Kaluza-Klein. Con el fin de determinar las contribuciones de mayor dimensión se debe
implementar un proceso de renormalización. Estudios de la renormalización de divergencias de KK en otros
procesos f́ısicos han sido estudiados en la literatura, por lo que siguiendo el esquema adoptado en esos trabajos,
como perspectiva de trabajo futuro, se plantea la renormalización de las divergencias de Kaluza-Klein de este
proceso.



Apéndice A

Factores de Forma

En este apéndice se presentan los factores de forma de un lazo que surgieron en el cálculo de la amplitud
ΠYME ab
µν (q). El cálculo se desarrolló conservando el parámetro de norma ξ, por lo que estos factores dependen

expĺıcitamente de él.

A.1. Factores de forma. Contribuciones de primer orden.

Los factores de forma que caracterizan las interacciones de primer orden están dados por:

f1(q
2, ξ) = −g

2C2(G)

(4π)2

[

6

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

− 1

2
(1− ξ)(7 + ξ) + 10

]

, (A.1)

f2(q
2, ξ) = −g

2C2(G)

(4π)2

[

11

3

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

− 1

2
(1− ξ)(5 + ξ) +

67

9

]

, (A.2)

f3(ξ) = −g
2C2(G)

(4π)2

(

ξ − 2

3

)

. (A.3)

A.2. Factores de forma. Contribuciones de segundo orden.

Los siguientes factores de forma caracterizan las interacciones de segundo orden provenienes del sector
CPT-Even, del sector CPT-Odd o de la interferencia de ambos.

A.2.1. Sector CPT-Even

Los factores de forma que caracterizan al tensor tipo Riemman (k
(2)
F )µλνρ son:

l1(q
2, ξ) = −g

2C2(G)

(4π)2

[

3

2

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

+
ξ

2
+

10

3

]

, (A.4)

l2(q
2, ξ) = −g

2C2(G)

(4π)2

[

7

6

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

− 1

8

(

ξ2 − 29

9

)]

. (A.5)
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La contribución total tipo Ricci de segundo orden está caracterizada por los siguientes factores de forma:

g1(q
2, ξ) = −g

2C2(G)

(4π)2

[

1

2

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

+
ξ

8
+

37

24

]

, (A.6)

g2(q
2, ξ) = −g

2C2(G)

(4π)2

[

7

3

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

+
1

8
ξ(1− 3ξ) +

89

36

]

, (A.7)

g3(q
2, ξ) = −g

2C2(G)

(4π)2

[

7

3

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

+
3

4
ξ +

149

36

]

. (A.8)

Los factores de forma asociados al tensor Pµν están dados por:

h1(q
2, ξ) =

g2C2(G)

(4π)2

[

3

8

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

+
ξ

6
+

7

9

]

, (A.9)

h2(q
2, ξ) =

g2C2(G)

(4π)2

[

25

18

(

∆− log

(

− q2

µ̂2

))

+
9

432
ξ(9− 2ξ) +

985

432

]

. (A.10)

Los factores de forma que caracterizan interacciones de dimensión 6 y 8 son:

g4(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2

(

ξ

8
+

5

24

)

, (A.11)

g5(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2

[

ξ

16
(ξ + 3)− 5

12

]

, (A.12)

g6(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2

[

ξ

8
(2ξ + 3)− 1

8

]

, (A.13)

g7(ξ) = −g
2C2(G)

(4π)2

(

5

8

)

(ξ + 3) , (A.14)

g8(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2

[

ξ

48
(ξ + 2)− 41

144

]

, (A.15)

g9(ξ) = −g
2C2(G)

(4π)2

(

1

48

)

[ξ (ξ + 2)− 11] . (A.16)

s1(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2
3

8
(1− ξ) , (A.17)

s2(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2

[

2

3
+
ξ

4
(3− ξ)

]

(A.18)

s3(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2

(

3

4
ξ − 17

12

)

(A.19)

s4(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2
1

6
(1− 3ξ) , (A.20)

s5(ξ) =
g2C2(G)

(4π)2
1

12
(1− 3ξ) . (A.21)
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A.2.2. Sector CPT-Odd

Los factores de froma del sector CPT-Odd a segundo orden son libres de divergencias UV, pero presentan
divergencias IR las cuales fueron reguladas con una masa ficticia m en el propagador de los campos Qa

µ, estos
son:

t1(q
2, ξ) =

g2C2(G)

(4π)2

[

1

2
(ξ + 4) log

(

−m
2

q2

)

+
1

4
ξ(2− ξ)− 5

4

]

, (A.22)

t2(q
2, ξ) =

g2C2(G)

(4π)2

[

−1

2
(ξ + 3) log

(

−m
2

q2

)

+
1

4
(1− ξ)2

]

, (A.23)

t3(q
2, ξ) =

g2C2(G)

(4π)2
(ξ − 1)

[

log

(

−m
2

q2

)

+ 1

]

. (A.24)

A.2.3. Factores de forma de efectos de interferencia

Los efectos de interferencia entre el sector CPT-Even y CPT-Odd están caracterizados por los siguientes
factores de forma

η1(ξ) = −g
2C(G)

(4π)2
3

4
(1 + ξ) , (A.25)

η2(ξ) = −g
2C(G)

(4π)2
1

4
[ξ(ξ + 1) + 4] , (A.26)

η3(ξ) =
g2C(G)

(4π)2
3

2
(ξ + 1) , (A.27)

η4(ξ) =
g2C(G)

(4π)2
1

12
(ξ2 − 5) , (A.28)

η5(ξ) =
g2C(G)

(4π)2
1

12
(ξ2 − 1) , (A.29)



Apéndice B

Amplitudes de helicidad

Se presentan las amplitudes de helicidad del proceso de dispersión a un lazo. Las amplitudes generadas
por los campos del ME, i.e. los modos (0) están dadas de la siguiente forma

M++++
f(0)

= Cf

{

1− 2m4
f(0)

[

D0(s, t,m
2
f(0)) +D0(s, u,m

2
f(0)) +D0(t, u,m

2
f(0))

]}

, (B.1)

M++−−

f(0)
= Cf

{

−1 +
u− t

s

[

B0(u,m
2
f(0))− B0(t,m

2
f(0))

]

+

(

4m2
f(0)

s
+ 2

(

tu

s2
− 1

2

)

)

[t C0(t,m
2
f(0)) + u C0(u,m

2
f(0))]

−2m2
f(0)s

(

m2
f(0)

s
− 1

2

)

[

D0(s, t,m
2
f(0)) +D0(s, u,m

2
f(0)) +D0(t, u,m

2
f(0))

]

−tu
(

4m2
f(0)

s
+
tu

s2
− 1

2

)

D0(t, u,m
2
f(0))

}

, (B.2)

M+++−

f(0)
= Cf

{

1−
m2
f(0)

stu
(s2 + t2 + u2)(s C0(s,m

2
f(0)) + t C0(t,m

2
f(0)) + u C0(u,m

2
f(0)))

−m2
f(0)

[

s t+ 2m2
f(0)

u

u
D0(s, t,m

2
f(0)) +

s u+ 2m2
f(0)

t

t
D0(s, u,m

2
f(0)) +

t u+ 2m2
f(0)

s

s
D0(t, u,m

2
f(0))

]}

,

(B.3)

M+−+−

f(0)
= M++−−

f(0)
(s↔ t) , (B.4)

M+−−+
f(0)

= M++−−

f(0)
(s↔ u) . (B.5)
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donde Cf = 8αNcQ
2, con Nc y Qf el número de color y la carga del fermión, respectivamente. Por otro lado,

la contribución total de la parte bosónica de la teoŕıa electrodébil está dada por

M++++
W (0) = −Cb

Cf
M++++

f(0)
, mf(0) → mW (0) , (B.6)

M++−−

W (0) = Cb

{

1− u− t

s

[

B0(u,m
2
W (0))− B0(t,m

2
W (0))

]

+

(

4m2
f(0)

s
+ 2

(

tu

s2
− 1

2

)

)

[t C0(t,m
2
f(0)) + u C0(u,m

2
f(0))

+

[

2m2
W (0)s

(

m2
W (0)

s
− 4

3

)

+
2s2

3

]

[

D0(s, t,m
2
W (0)) +D0(s, u,m

2
W (0)) +D0(t, u,m

2
W (0))

]

+tu

(

4m2
W (0)

s
+
tu

s2
− 4

3

)

D0(t, u,m
2
W (0))

}

, (B.7)

M+++−

W (0) = −Cb
Cf
M+++−

f(0)
(mf(0) → mW (0)) , (B.8)

M+−+−

W (0) = M++−−

W (0) (s↔ t) , (B.9)

M+−−+
W (0) = M++−−

W (0) (s↔ u) . (B.10)

donde Cb = 12α. Las amplitudes de helicidad generadas por la excitaciones de KK de los fermiones son
una copia de las expresiones (B.1)-(B.5), multiplicadas por el número 2

n

2 que corresponde al número de
modos de KK asociados a cada fermión, y además con el intercambio mf(0) → mf(m). Por otro lado, para
las contribuciones de la parte bosónica se debe hacer el intercambio mW (0) → mW (m) de las expresiones
(B.6)-(B.10).
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