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Resumen

Se estudia el decaimiento del bosón de Higgs a dos fotones, H → γγ, en el contexto del Modelo
Estándar formulado en un espacio-tiempo con n dimensiones extra compactas. Cuando el número de
dimensiones extra n es mayor o igual a 2, los decaimientos y procesos en 4 dimensiones son impactados de
manera no trivial debido a que la teoŕıa original es formulada con base en un grupo de Poincaré extendido
ISO(1, 3+n). Como consecuencia, una vez realizada la compactificación, hay más de un campo asociado
con la misma part́ıcula, los cuales tienen su origen en dos fuentes: (1) un número infinito de modos de
Kaluza-Klein que resultan de romper expĺıcitamente el subgrupo de las traslaciones de ISO(1, 3 + n) en
el grupo ordinario de 4 dimensiones mediante la integración de las dimensiones extra; (2) los que resultan
del hecho de que un espinor del grupo de Lorentz extendido SO(1, 3 + n) se convierte en 2

n
2 espinores

del grupo de Lorentz estándar SO(1, 3), mientras que una representación vectorial de SO(1, 3 + n) se
convierte en una representación vectorial más n representaciones escalares de SO(1, 3). En un primer
acercamiento al estudio del decaimiento H → γγ, se calculan las contribuciones de un lazo de los modos
de Kaluza-Klein que emergen de los diversos campos asociados a la part́ıcula W . Se demuestra que estas
contribuciones satisfacen varios requerimientos de consistencia, como son la ausencia de divergencias
ultravioletas en lo que concierne a las 4 dimensiones conocidas, aśı como invariancia bajo el grupo de
norma electromagnético.
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Introducción

Los experimentos ATLAS y CMS del Gran Colisionador de Hadrones (LHC, por sus siglas en inglés)
han tenido evidencia [1, 2] de una part́ıcula eléctricamente neutra y de esṕın cero, justo con las carac-
teŕıticas del bosón de Higgs que predice el Modelo Estándar (SM). Como consecuencia, muchos de los
experimentos en el mediano, e incluso largo plazo, tanto del colisionador LHC, como del acelerador lineal
que se tiene contemplado construir en el futuro (ILC, por sus siglas en inglés) [3], estarán enfocados a
medir con altos niveles de precisión todos sus posibles decaimientos. En particular, una medición de alto
nivel de precisión sobre el decaimiento del bosón de Higgs a dos fotones H → γγ reviste gran importancia,
ya que este proceso es una predicción de orden de un lazo del ME y es, por lo tanto, muy sensible a efectos
de nueva f́ısica. Este proceso constituye un laboratorio único para buscar fuentes de nueva f́ısica.

En esta tesis de maestŕıa se estudia el decaimiento del bosón de Higgs H → γγ en presencia de
dimensiones extra compactas [4, 5]. Nuestro estudio está basado en una extensión del ME que incorpora
un número arbitrario n de dimensiones extra. El decaimiento H → γγ ya ha sido estudiado en el contexto
de dimensiones extra. Un primer estudio fue realizado en el contexto del ME con solo una dimensión
extra [6]. Diversos estudios han sido realizados antes [7] y después [8, 9] del descubrimiento de esta
part́ıcula considerando hasta dos dimensiones extra y asumiendo varios tipos de geometŕıas para la
variedad compacta. Nuestro principal objetivo en esta tesis es estudiar la sensibilidad de este proceso no
sólo al tamaño de la variedad compacta, sino también a su dimensión. Aunque la geometŕıa espećıfica
de la variedad puede ser también de gran importancia desde el punto de vista fenomenológico, en este
trabajo se considera una generalización simple de la variedad usada en el caso de una sola dimensión
extra [10, 11], la cual consiste en la introducción de una orbifold S1/Z2, con S1 el ćırculo de radio R.
Este esquema consiste en la introducción de n copias de la geometŕıa usada en el caso de n = 1, la cual
ha sido ya implementada en la referencia [12].

En la realización de este trabajo se han usado diversos elementos técnicos que se han estado desa-
rrollando [13] durante el proceso de una generalización consistente del ME en un espacio-tiempo que
incorpora una subvariedad compacta de dimensión arbitraria n. Una extensión del ME de esta natu-
raleza comprende aspectos técnicos como la introducción de representaciones espinoriales y tensoriales
del grupo de Lorentz extendido SO(1, 3 + n), aśı como su posterior mapeo en representaciones del gru-

po estándar SO(1, 3). Por ejemplo, los espinores de SO(1, 3 + n), los cuales tienen dimensión 2
4+n
2 , se

pueden descomponer en 2
n
2 espinores de SO(1, 3). Este mapeo requiere de una formulación expĺıcita de

las 4 + n matrices de Dirac de dimensión 2
4+n
2 × 2

4+n
2 en términos de las bien conocidas matrices de

Dirac cuadridimensionales. Aunque se han resuelto de manera satisfactoria todos los aspectos técnicos
involucrados en la generalización de los sectores de Yang-Mills y de Higgs (ver referencias [10, 11, 12]),
aun persisten algunos aspectos cruciales en los sectores de Yukawa y corrientes en lo concerniente a una
definición consistente de las masas asociadas a los diversos campos fermiónicos que surgen después de
realizar la compactificación [13]. Debido a esto, este trabajo se centrará en la contribución del sector
bosónico a la amplitud del decaimiento H → γγ. Dado que no existe en la literatura un estudio de este
tipo, se ha considerado oportuno diferir el impacto del sector fermiónico a este decaimiento para una
etapa posterior. El presente trabajo está enfocado en la realización del cálculo a orden de un lazo que
involucra las contribuciones de los diversos tipos de campos asociados al bosón W que surgen en este
tipo de teoŕıas, los cuales, en contraste con todas las extensiones del ME, no representan nuevas part́ıcu-
las, sino que deben ser vistos como una parametrización que resulta del hecho de que las part́ıculas ya

3
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conocidas, en este caso la part́ıcula W , se puedan propagar en más de cuatro dimensiones.
Resulta que en este tipo de teoŕıas una part́ıcula que en el espacio extendido es descrita por un tipo de

campo que corresponde a una representación del grupo de Lorentz SO(1, 3 + n), en el espacio ordinario
de 4 dimensiones es caracterizada por varios campos, cada uno de ellos formando una representación
del grupo estándar SO(1, 3). Esto resulta de un mapeo de objetos covariantes de SO(1, 3 + n) a objetos
covariantes de SO(1, 3), el cual es necesario con el fin de implementar el proceso de compactificación. Por
ejemplo, en el espacio de dimensión 4+n un quark está caracterizado por un espinor de SO(1, 3+n), pero
en el espacio de 4 dimensiones hay asociados a éste 2

n
2 espinores de SO(1, 3) y todos ellos deben estar

vinculados al mismo quark. Esta multiplicidad de campos surge del mapeo covariante entre los dos grupos
de Lorentz en consideración, pero existe otro tipo de multiplicidad, la cual surge como consecuencia de
romper expĺıcitamente el subgrupo de las traslaciones asociado al grupo de Poincaré ISO(1, 3 + n) al
subrupo de las traslaciones del grupo estándar de Poincaré ISO(1, 3). A este tipo de campos, cuyo número
es infinito, se les conoce con el nombre de campos de Kaluza-Klein o excitaciones de Kaluza-Klein. El
estudio de las implicaciones fenomenológicas de este tipo de teoŕıas, plantea retos de carácter técnico,
esto es, de ı́ndole matemático, pero también de tipo conceptual en la correcta intepretación f́ısica de los
resultados. En este trabajo no se abordará este tipo de problemática, sino que el análisis se restringirá,
como ya se dijo, al cálculo de las contribuciones a un lazo sobre el decaimiento H → γγ de los diversos
tipo de campos asociados con la part́ıculaW , atendiendo aspectos de consistencia sobre los mismos, como
son ausencia de divergencias ultravioletas en la parte que corresponde a las 4 dimensiones conocidas e
invariancia bajo el grupo de norma electromagnético. Otros aspectos, tales como las divergencias asociadas
con la presencia de dimensiones extra y el análisis fenomenológico del proceso, no serán abordados, ya
que es necesario disponer de las contribuciones de todas las part́ıculas del modelo, las cuales comprenden,
además del bosón de norma W , a los leptones cargados y quarks.

El resto de la tesis se ha organizado de la siguiente manera. En el caṕıtulo 1 se presenta una breve
discusión sobre la estructura de los diversos sectores del ME. En el caṕıtulo 2 se presenta el cálculo de
la anchura de decaimiento del proceso H → γγ en el contexto del ME. El caṕıtulo 3 está dedicado a
discutir, a grandes rasgos, la estructura del sector bosónico del ME en 4+n dimensiones. Se presentan las
lagrangianas que caracterizan los vértices necesarios para el cálculo. El caṕıtulo 4 está dedicado a presentar
los cálculos de las diversas contribuciones asociadas con la part́ıcula W que recibe el decaimiento H → γγ
a orden de un lazo. Finalmente, en el caṕıtulo 5 se presentan las conclusiones y perspectivas del trabajo.
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Caṕıtulo 1

Modelo Estándar

En este caṕıtulo se da una introducción de las caracteŕısticas generales del Modelo Estándar (ME).
El modelo estándar es la teoŕıa que describe de manera consistente las interacciones electromagnética,
débil y fuerte de las part́ıculas elementales. Fueron S.L. Glashow, A. Salam y S. Weinberg quienes
modelaron la interacción electrodébil para leptones y posteriormente fue extendido para quarks. En este
caṕıtulo realizamos una breve descripción del ME incluyendo el fenómeno del rompimiento espontáneo de
simetŕıa (RES). En particular, se detallarán los sectores que se refieren a la interacción electrodébil. Ya
que el objetivo principal del presente trabajo es investigar sobre el decaimiento H → γγ en presencia de
dimensiones compactas extra, en este primer caṕıtulo enfatizaremos como se lleva a cabo tal decaimiento
en el ME formulado en cuatro dimensiones espacio-temporales

1.1. Caracteŕısticas generales

El ME es una teoŕıa que describe las interacciones fundamentales, excepto la gravitacional. Es una
teoŕıa cuántica relativista y renormalizable basada en el grupo de norma,

SUc(3)
︸ ︷︷ ︸

Ga
µ

×SUL(2)
︸ ︷︷ ︸

W i
µ

×UY (1)
︸ ︷︷ ︸

Bµ

, (1.1)

donde a = 1, ..., 8 y i = 1, 2, 3. El grupo de simetŕıa SUC(3) el cual describe la interacción fuerte,
tiene asociados ocho campos de norma, Ga

µ, llamados campos gluónicos. Las 8 part́ıculas asociadas a
este grupo se llaman gluones y el sub́ındice “c” denota el color. El grupo SUL(2) × UY (1) describe las
interacciones electrodébiles. Es el primer modelo exitoso de una teoŕıa de unificación en la fenomenoloǵıa
de las part́ıculas elementales. A SUL(2) se le asocian tres campos de norma, W i

µ(x), conocidos como
campos débiles. Por otro lado UY (1) tiene asociado el campo de norma, Bµ, llamado de hipercarga.
Por un lado, el sub́ındice “L” en SU(2)L denota que este grupo actúa solamente sobre part́ıculas con
quiralidad izquierda (Left en inglés); por otro lado, el sub́ındice “Y ” esta asociado al número cuántico
de la hipercarga y está relacionada a la carga eléctrica Q y al isoesṕın I3 v́ıa Y = Q− I3. Las part́ıculas
pueden ser clasificadas, dependiendo de sus caracteŕısticas, en dos distintos grupos, en primer lugar,
podemos distinguir a las part́ıculas de esṕın entero, en unidades de ~ (0, ~, 2~, ...), que obedecen la
estad́ıstica de Bose-Einstein llamados bosones. Por otro lado tenemos a las part́ıculas de esṕın semi-
entero (12~,

3
2~,

5
2~, ...) las cuales siguen la estad́ıstica de Fermi-Dirac y se conocen como fermiones.

Los fermiones son los constituyentes básicos de la materia (tanto estable como inestable). Dependiendo
del tipo de interacciones a las que son sensibles, estas part́ıculas se clasifican en leptones y quarks.
Los leptones son part́ıculas que se caracterizan por no poseer carga de color, aśı que no interaccionan

5
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fuertemente. Se agrupan en tres familias o generaciones, estas part́ıculas poseen esṕın semi-entero (ver
tabla (1.1)). [14, 15]

Sabor Śımbolo Masa Carga
Electrón neutrino νe < 15× 10−6 0
Electrón e− 0.5 -1
Muon neutrino νµ < 0,17 0
Muon µ− 105,7 -1
Tauon neutrino ντ < 19 0
Tauon τ− 1777 -1

Tabla 1.1 Fermiones y sus propiedades

Los quarks poseen esṕın de 1/2 en unidades de ~. Son seis part́ıculas las cuales se denotan como se indica
en la siguiente tabla:

Sabor Śımbolo Masa Carga
Up u 2.3 2/3
Down d 4.8 -1/3
Charm c 1290 2/3
Strange s 95 -1/3
Top t 173340 2/3
Bottom b 4180 -1/3
Tabla 2.2 Quarks y sus propiedades

Los bosones son part́ıculas que poseen esṕın entero, estos se clasifican en dos tipos, lo bosones de norma
y un bosón escalar. El bosón escalar tiene esṕın igual a cero y es conocido como bosón de Higgs. Este
campo, introducido por Peter Higgs a mediados de los 60’s dota a algunos bosones y fermiones de masa
mediante el mecanismo de Higgs el cual involucra el rompimiento espontáneo del grupo SU(2)×U(1) en
U(1). Los bosones de norma son los mediadores de las interacciones fundamentales descritas por el ME,
surgen de la cuantización de los campos de norma asociados con los tres grupos de norma involucrados
y se pueden clasificar como sigue:

Interacción fundamental Mediador
Fuerte 8 Gluones
Electromagnética γ
Débil W+,W−, Z
Bosón de Higgs h

Tabla 3. Interacciones fundamentales y mediadores

1.2. Modelo Estándar electrodébil

Es esta sección se aborda el sector electrodébil del ME. Esta una teoŕıa unificada que describe las
interacciones débil y electromagnética. Este sector se basa en un grupo de norma no abeliano dado por
SUL(2) × UY (1), acompañada por el mecanismo de Higgs. Su prototipo fue el modelo de Glashow para
combinar interacciones débiles y electromagnéticas en el marco de la simetŕıa SUL(2)×UY (1). Weinberg
y Salam implementaron el mecanismo de Higgs para generar las masas de las part́ıculas de norma y los
fermiones involucrados y lograron colocar el modelo en el marco matemático de las teoŕıas de norma.
En particular, las constantes de acoplamiento electromagnética y débil no son independientes, ellas están
correlacionadas en la teoŕıa. Las caracteŕısticas de unificación aparecen principalmente en el proceso de
corrientes neutras (NC). Una predicción crucial de este modelo es la existencia de tres bosones vectoriales
W+

µ ,W−
µ y Z0

µ.

6
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La densidad lagrangiana de la teoŕıa tiene una estructura tal que bajo las transformaciones de los
grupos SUL(2) y UY (1) es invariante. La fuerza débil tiene la caracteŕıstica de distinguir entre los esta-
dos de helicidad, los cuales tipifican a las part́ıculas de esṕın 1/2. Estos estados son asociados con los
operadores de proyección PL y PR definidos de la siguiente manera:

PL =
1

2
(1− γ5) , (1.2)

PR =
1

2
(1 + γ5) . (1.3)

Estos operadores son hermı́ticos y proyectan espinores Ψ a estados de helicidad izquierda (PLΨ) o derecha
(PRΨ). Dichos estados se transforman de diferente manera bajo el grupo SUL(2): (PLΨ) son dobletes
y(PRΨ) son singletes, es decir:

Li =

(
νi
li

)

L

, lRi = (νi)R (1.4)

donde li representa a uno de los leptones de la tabla 1.1 (e,µ ó τ) y νi al neutrino correspondiente (νe,νµ
ó ντ ) aśı que cada valor del ı́ndice i corresponde a una familia de Leptones.
Al igual que con los leptones, a los quarks se les acomoda un doblete y un singlete, por cada color:

Qi =

(
ui

di

)

L

, uRi = (ui)R, dRi = (di)R. (1.5)

La Lagrangiana del modelo estándar electrodébil fue construida de tal manera que bajo el grupo
SUL(2) × UY (1) permanezca invariante, la derivada covariante en la interacción electrodébil se escribe
como:

Dµ = ∂µ − ig′
Y

2
Bµ − ig

τ i

2
W i

µ , (1.6)

donde Bµ es el campo de norma del grupo UY (1) con una constante de acoplamiento g′. Asociado al

grupo SUL(2), se tienen los campos W i
µ y los generadores τ i

2 en la representación fundamental del grupo;
la constante de acoplamiento en este caso es denotada por g. Los campos cargados eigenestados de masa
se define por medio:

W±µ =
1√
2
(Wµ

1 ∓ iWµ
2 ) , (1.7)

Por otra parte, los campos eigenestados norma (W 3
µ , Bµ) están relacionados con los campos eigenestados

de masa (Zµ, Aµ), mediante la siguiente transformación ortogonal

(
W 3

µ

Bµ

)

=

(
cW sW
−sW cW

)(
Zµ

Aµ

)

, (1.8)

donde que se ha introducido la notación breve sW (cW ) para el seno(coseno) del ángulo débil, el cual esta
definido por:

tan θW =
g′

g
(1.9)

1.2.1. Rompimiento espontáneo de una simetŕıa

La simetŕıa electrodébil no permite la introducción directa de términos de masa, ni para los bosones
de norma ni para los diversos fermiones de la teoŕıa. Para generar las masas de las part́ıculas conocidas,
se introduce el concepto de rompimiento espontáneo de una simetŕıa. Un sistema f́ısico tiene una simetŕıa
que es espontáneamente rota si las interacciones que gobiernan la dinámica del sistema poseen tal simetŕıa
pero el estado base no.
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1.2. MODELO ESTÁNDAR ELECTRODÉBIL

Primero examinemos un caso muy simple. Consideremos una teoŕıa descrita por la siguiente lagran-
giana

L = T − V =
1

2
∂µφ∂

µφ− (
1

2
µ2φ2 +

1

4
λφ4) , (1.10)

donde V = 1
2µ

2φ2 + 1
4λφ

4. Los parámetros µ y λ pueden ser tomados como parámetros dentro del
potencial. Esta teoŕıa tiene una simetŕıa la cual nos dice que es invariante bajo φ → −φ. La masa es
determinada por la forma de la Lagrangiana cerca del mı́nimo clásico.

Analicemos el valor de φ0 para el cual el potencial es mı́nimo. Se tiene

∂V

∂φ

∣
∣
∣
∣
φ0

= (µ2 + λφ2
0)φ0 = 0. (1.11)

De la expresión anterior podemos observar dos casos:

1. µ2 > 0 El único valor viable que puede tomar φ0 para el cual se cumple la condición de extremo
es φ0 = 0 y corresponde a un mı́nimo no degenerado. Este caso corresponde al de una part́ıcula
escalar con masa dada por m = µ.

2. µ2 < 0. Los posibles valores que puede tomar φ0 para los cuales se cumple la condición de extremo
son:

φ2
0 = −µ2

λ
= v2 (1.12)

La elección de un φ0 = ±v (figura 1.1), es lo que significa romper espontáneamente la simetŕıa.

Figura 1.1: Potencial de Higgs para masas reales e imaginarias.

Para determinar el espectro de masas, estudiamos la teoŕıa en la región del mı́nimo, considerando
pequeñas perturbaciones alrededor del mismo.

φ(x) = v + h(x) (1.13)

Sustituyendo (1.13) en la expresión de la lagrangiana y utilizando las condiciones del mı́nimo,
tenemos:

L =
1

2
∂µh(x)∂

µh(x)−
(1

2
µ2[v2 + 2h(x)v + h(x)2]

+
1

4
λ[v4 + 4v3h(x) + 6v2h(x)2 + 4vh(x)3 + h(x)4]

)

=
1

2
(∂µh(x))

2 − 1

2
(2λv2)h(x)2 − λvh(x)3 − 1

4
λh(x)4 +

1

4
λv4 . (1.14)
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CAPÍTULO 1. MODELO ESTÁNDAR
1.2. MODELO ESTÁNDAR ELECTRODÉBIL

Observamos que el término que acompaña a h2(x) es interpretado como la masa al cuadrado del
campo h(x):

m2 = 2λv2 . (1.15)

Podemos examinar el efecto de un rompimiento espontáneo en diferentes tipos de simetŕıas. Es interesante
analizar el caso de una simetŕıa es continua. Consideremos un grupo de Lie G (ortogonal o unitario) y H
un subgrupo. Sea Φ(x) un multiplete de campos escalares en alguna representación de G. El rompimiento
espontáneo de G en H , denotado por G→ H , consiste en la elección de una dirección particular Φ0 = cte
en el espacio de Φ(x), tal que H ⊂ G tiene por elementos los U(g) que dejan invariante Φ0:

U(g)Φ0 = Φ0. (1.16)

Observe que existirán U(g) ∈ G pero que no están en H , tales que

U(g)Φ0 6= Φ0 . (1.17)

Entonces, al considerar la lagrangiana,

L =
1

2
(∂µΦ)

†(∂µΦ)− V (Φ†,Φ), λ > 0, (1.18)

donde V (Φ†,Φ) = µ2

2 (Φ†Φ)+λ(Φ†Φ)2 es el potencial escalar o de Higgs, la existencia de un rompimiento
espontáneo depende de un estado mı́nimo de enerǵıa degenerado, el cual surge de la condición de extremo
dada por

∂V

∂Φi
= 0⇒ [µ2 + 4λ(Φ†Φ)]Φi = 0 . (1.19)

Existen dos formas posibles de satisfacer esta condición:

1. Φ0 = 0 ,

2. µ2 < 0⇒ Φ†Φ = −µ2

4λ ≡ v2 .

Dependiendo de como se elija Φ0 es lo que determina H . La elección de un Φ0 particular es lo que
significa romper espontáneamente el grupo G en el subgrupo H . El campo Φ(x) en L es remplazado por

Φ→ Φ0 +Φ(x) (1.20)

y observamos que Φ no destruye la invariancia de L bajo G, lo que ya no es invariante es la dirección de
una de las componentes cuando se rompe la simetŕıa. Tenemos dos casos interesantes, con lo que sucede
lo siguiente: Si G es global tenemos lo que se denomina Teorema de Goldstone. Si G es local (de
norma) tenemos el mecanismo de Higgs.

Recordando que todo U(g) se puede escribir en términos de los generadores del grupo como

U(g) = eiα
aTa

, a = 1, 2, ..., n2 − 1 = N , (1.21)

donde αa son los parámetros y T a los generadores de G. Si U(g) ∈ H , entonces, después de desarrollar
en serie el elemento del grupo, se tiene la condición,

T aΦ0 = 0, a = 1, ...,M . (1.22)

Estos son los generadores no rotos, los cuales definen al subrupo H . Por el contrario, si U(g) ∈ G

U(g)Φ0 6= Φ0 ⇒ T aΦ0 6= 0, a = M + 1, ..., N .

Estos son los generadores de G que están rotos. Dependiendo del tipo de simetŕıa, si la simetŕıa es global
tenemos el teorema de Goldstone y si la simetŕıa es local tenemos el mecanismo de Higgs.

9
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1.3. SECTORES DEL MODELO ESTÁNDAR ELECTRODÉBIL

Teorema de Goldstone
El teorema de Goldstone establece que dada una teoŕıa de campo que es un invariante de Lorentz
y tiene un espacio de Hilbert con un producto escalar definido positivo, si una simetŕıa global se
rompe espontáneamente, a continuación aparece una part́ıcula sin masa para cada generador que
rompe la simetŕıa. Estas part́ıculas se denominan part́ıculas de Goldstone o Nambu-Goldstone.

Mecanismo de Higgs
Si G es local, los bosones de Goldstone se incorporan a los bosones de norma asociados con los
generadores rotos para formar el estado de polarización longitudinal del bosón de norma en consi-
deración.

1.3. Sectores del modelo Estándar electrodébil

El lagrangiano del Modelo Estándar electrodébil (MEE), se divide en cuatro sectores: Yang-Mills,
Higgs, corrientes y Yukawa. Cada uno de estos sectores es separadamente invariante de norma y tiene un
propósito bien definido. La lagrangiana correspondiente puede ser escrita como:

L = LY M + LH + LC + LY

1.3.1. Sector Yang-Mills

El sector de Yang-Mills está determinado por la parte de norma del grupo electrodébil. Se construye
usando las curvaturas asociadas con los grupos SUL(2) y UY (1), dadas por

W i
µν = ∂µW

i
ν − ∂νW

i
µ + gǫijkW j

µW
k
ν , (1.23)

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ , (1.24)

la primera de las cuales transforma en la representació adjunta de SUL(2), en tanto que la segunda se
transforma como un escalar bajo el grupo UY (1). Usando este hecho, podemos escribir la lagrangiana de
del sector de Yang-Mills como

LY M = −1

4
W i

µνW
µνi − 1

4
BµνB

µν . (1.25)

Usando las relaciones entre campos eigenestados de norma, (W i, B), con los campos eigenestados de
masa, (W±, Z,A), definidas antes, podemos escribir este sector de la siguiente manera

LY M = −1

2
Ŵ−

µνŴ
+µν − 1

4
Ŵ 3

µνŴ
3µν − 1

4
BµνB

µν , (1.26)

donde
Ŵ+

µν = ∂µW
+
ν − ∂νW

+
µ + ie(W+

µ Aν −W+
ν Aµ) + igcW (W+

µ Zν −W+
ν Zµ) , (1.27)

Ŵ 3
µν = sWFµν + cWZµν + ig(W−

µ W+
ν −W−

ν W+
µ ) , (1.28)

Bµν = cWFµν − sWZµν , (1.29)

con

W±
µν = ∂µW

±
ν − ∂νW

±
µ , (1.30)

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ , (1.31)

Zµν = ∂µZν − ∂νZµ . (1.32)

Además, Ŵ−
µν = (Ŵ+

µν )
†. Este sector contiene las partes cinéticas de los bosones de norma y da lugar a

las interacciones de tres y cuatro campos: WWγ, WWZ, WWγγ, WWγZ, WWZZ y WWWW .
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1.3. SECTORES DEL MODELO ESTÁNDAR ELECTRODÉBIL

1.3.2. Sector de Higgs

Este sector es el responsable de generar las masas de los bosones débiles W y Z mediante la im-
plementación del mecanismo del Higgs; además que genera la masa del bosón de Higgs, aśı como sus
autointeracciones y acoplamientos con los bosones de norma W± y Z. Este sector lo determina un do-
blete del grupo electrodébil con hipercarga Y = +1, Φ, llamado doblete de Higgs, dado por:

Φ(x) =

(
Φ1(x)

Φ2(x)

)

. (1.33)

La lagrangiana correspondiente está dada por

LH = (DµΦ)
†(DµΦ)− V (Φ) , (1.34)

donde Dµ es la derivada covariante del grupo electrodébil en la representación fundamental, mientras que
V (Φ) es el potencial de Higgs dado por

V (Φ) =
λ

4
(Φ†Φ)2 + µ2Φ†Φ . (1.35)

En el potencial, el coeficiente λ representa un número real y positivo, mientras que µ es un parámetro
con dimensiones de masa mediante el cual se establece la condición esencial para realizar un rompimiento
espontáneo de la simetŕıa electrodébil. Si µ2 > 0, tenemos un estado no degenerado. Pero si µ2 < 0 el
grupo electrodébil es roto al grupo electromágnetico, estamos ante un vaćıo degenerado el cual cumple
con lo siguiente:

Φ†Φ = −µ2

2λ
. (1.36)

Se elige el vaćıo

Φ0 =

(
0
v√
2

)

(1.37)

La dirección que especifica Φ0 no es invariante bajo SUL(2)×UY (1) pero si bajo el grupo Ue(1). Se debe
considerar a la teoŕıa como excitaciones en el entorno del estado de mı́nima enerǵıa, para esto se realiza
la traslación [16]

Φ(x)→ Φ0 +Φ(x) =

(
G±

W
v+H+iGZ√

2

)

. (1.38)

Siendo H el bosón de Higgs, mientras que G±
W y GZ son los pseudo-bosones de Goldstone asociados con

los bosones de norma débiles W± y Z.
Existe una transformación de norma particular en el cual podemos obtener:

G
′±
W = 0, G

′

Z = 0 . (1.39)

En este caso se ha fijado la norma con respecto a los generadores rotos de SUL(2)× UY (1), pero no con
respecto al generador no roto, esta es la norma unitaria. En esta norma tenemos

Φ(x) =

(
0

v+H√
2

)

, (1.40)

aśı la lagrangiana para el sector de Higgs toma la forma:

LH =
1

2
(∂µH)(∂µH)− 1

2
m2

H H2 − g

2

m2
H

mW
H3 − g2

8

m2
H

m2
W

H4 +m2
WW−

µ W+µ +
1

2
m2

ZZµZ
µ

+gmWHW−
µ W+µ +

gmZ

2cW
HZµZ

µ +
g2

4
H2W−

µ W+µ +
g2

8c2W
H2ZµZ

µ , (1.41)

donde mW = gv
2 , mZ = mW

cW
y mH =

√
λv son las masas de los bosones W±, Z y H , respectivamente.
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1.3. SECTORES DEL MODELO ESTÁNDAR ELECTRODÉBIL

1.3.3. Sector de Yukawa

El sector de Yukawa corresponde a invariantes electrodébiles que se pueden construir con los dobletes
izquierdos de los fermiones, los singletes derechos y el doblete de Higgs. Este sector introduce de manera
covariante la masa de los fermiones v́ıa rompimiento espontáneo de simetŕıa y determina las interacciones
del bosón de Higgs con estos. Este sector se divide en los sectores de Yukawa de leptones y quarks. Aśı,
la lagrangiana de Yukawa se divide en

LY = LlY + LqY . (1.42)

Sector de Yukawa leptónico

La lagrangiana del sector leptónico se puede escribir como,

LlY = −Y l
ijL̄iΦlRj + h.c., (1.43)

la cual, después del RES y en la norma unitaria, toma la forma

LlY = −(1 + H

v
)ĒLM

lER + h.c. (1.44)

En este caso se considera que no existen estados derechos para los neutrinos, donde Y l
ij son las constantes

de Yukawa. Definimos los siguientes vectores en el espacio de sabor,

U =





u
c
t



 , D =





d
s
b



 , E =





e
µ
τ



 , ν =





νe
νµ
ντ



 (1.45)

Después del rompimiento espontáneo de simetŕıa, se definen las matrices de masa que son generadas por
interacciones fermiónicas bilinieales, cuyo elementos están dados por

Mu
ij =

v√
2
Y u
ij , Md

ij =
v√
2
Y d
ij . (1.46)

La diagonalización de estas matrices de masa se realiza mediante las siguientes transformaciones

EL,R = V l
L,RE

′
L,R,

νL = V l
Lν

′
R,

(1.47)

donde las V l
L,R son matrices unitarias. Usando las transformaciones anteriores podemos escribir a la

lagrangiana del sector leptónico como,

LlY = −(1 + H

v
)ĒM̄ lE , (1.48)

donde la matriz M̄ l representa la masa de leptones cargados, dada por

M̄ l =





me 0 0
0 mµ 0
0 0 mτ



 . (1.49)

Resumiendo, vemos que este sector determina las masas de los bosones W±, Z y H , a la vez que
proporciona los diversos acoplamientos entre estas part́ıculas. Note que el acoplamientos del bosón de
Higgs a pares de bosones débiles es proporcional a su masa. Observe también que el acoplamiento con el
fotón no existe a este nivel, lo cual se debe a que esta part́ıcula tiene masa igual a cero. Como veremos
más adelante, dicho acoplamiento ocurre a orden de un lazo.
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1.3. SECTORES DEL MODELO ESTÁNDAR ELECTRODÉBIL

Sector de Yukawa de quarks

La lagrangiana del sector de quarks la podemos escribir como

LqY = −Y u
ij Q̄iΦ̃URj − Y d

ijQ̄iΦdRj + h.c. , (1.50)

donde Y u
ij y Y d

ij son constantes de Yukawa de este sector, con i, j denotando ı́ndices de sabor. Además,
se introdujo el doblete de hipercarga -1,

Φ̃ = iσ2Φ∗ =

(
0 1
−1 0

)(
0

v+H√
2

)

=

(v+H√
2

0

)

. (1.51)

En la norma unitaria, se tiene

LqY = −(1 + H

v
)(Ū

′

LM
uU

′

R + D̄
′

LM
dD

′

R) + h.c. , (1.52)

con

U ′
L,R =





u′

c′

t′





L,R

, D′
L,R =





d′

s′

b′





L,R

(1.53)

y las matrices de masa con componentes dadas por

Mu
ij =

v√
2
Y u
ij ,M

d
ij =

v√
2
Y d
ij , (1.54)

las cuales, una vez diagonalizadas, definen las masas de los quarks. Dicha diagonalización define a los
campos eigenestados de masa mediante las siguientes transformaciones,

UL,R = V u
L,RU

′
L,R DL,R = V d

L,RD
′
L,R, (1.55)

donde las matrices V u
L,R y V d

L,R son unitarias para preservar la estructura canónica de los términos
cinéticos. Finalmente, el sector de Yukawa toma la forma

LqY = −(1 + H

v
)(ŪLM̄

uUR + D̄LM̄
dDR) + h.c., (1.56)

con M̄u y M̄d matrices de masa dadas por

M̄u =





mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt



 , M̄d =





md 0 0
0 ms 0
0 0 mb



 . (1.57)

En resumen, el sector de Yukawa sirve para generar las masas de los leptones cargados y quarks,
al mismo tiempo que proporciona los acoplamientos del bosón de Higgs con estas part́ıculas, el cual es
proporcional a sus masas. Note que los neutrinos permanecen sin masa, razón por la cual no se acoplan
con el bosón de Higgs.

1.3.4. Sector de Corrientes

Este sector se genera como consecuencia de sustituir la derivada ordinaria por la derivada covariante
asociada al grupo electrodébil en el sector cinético de quarks y leptones. Este sector determina los términos
cinéticos de leptones y quarks, aśı como sus interacciones con los bosones de norma. A los acoplamientos
de pares de fermiones con el bosón W± se les conoce con el nombre de corrientes cargadas, mientras
que los acoplamientos con los bosones Z y A reciben el nombre de corrientes neutras. La lagrangiana
correspondiente se puede dividir en una parte leptónica y una parte de quarks,

LC = LlC + LqC (1.58)
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1.3. SECTORES DEL MODELO ESTÁNDAR ELECTRODÉBIL

Sector de Corrientes leptónica

La lagrangiana para el caso de corrientes leptónicas se puede escribir como

LlC = iL̄′
iDµL

′
i + il̄′RiDµl

′
Ri , (1.59)

donde la Dµ del primer término actúa sobre dobletes,

Dµ = ∂µ − ig
σa

2
W a

µ − ig′
YL

2
Bµ , (1.60)

mientras que la Dµ del segundo término actúa sobre singletes

Dµ = ∂µ − ig′
YlR

2
Bµ . (1.61)

En la representación del grupo SUL(2) podemos identificar al operador de carga eléctrica por

Q ≡ σ3

2
+

Y

2
(1.62)

Pasando a los campos eigenestados de masa definidos en los sectores de Higgs, para los bosones de
norma, y en el sector de Yukawa, para leptones y quarks, podemos escribir finalmente,

LCl = iĒiγ
µ∂µEi + iν̄Lγ

µ∂µνL +
g2√
2
(W+

µ J−µ + J+
µ W−µ) +

g2
2cw

ZµJ
µ
Z + eAµJ

µ
A , (1.63)

donde se han definido las corrientes

J−µ = ν̄Lγ
µEL, (1.64)

Jµ
Z = ν̄γµ(gµv + gµAγ

5)ν + Ēγµ(gEv + gEAγ
5)E,

jµA = ν̄γµν + ĒγµE.

En estas expresiones, E y ν son vectores en el espacio de sabor leptónico con componentes (e, µ, τ) y
(νe, νµ, ντ ), respectivamente. En este sector, las corrientes neutras y cargadas conservan el sabor a todo
orden de la serie perturbativa.

Sector de Corrientes de Quarks

La lagrangiana para el caso de corrientes de Quarks está dada por

LqC = iQ̄′
iDµQ

′
i + iŪ ′

RiDµU
′
Ri + id̄′RiDµd

′
Ri , (1.65)

la cual, expresada en términos de los campos eigenestados de masa, toma la forma

LCq = ıŪγµ∂µU + ıD̄γµ∂µD +
g2√
2
(W+

µ J−µ + J+
µ W−µ) +

g2
2cw

ZµJ
µ
z + eAµJ

µ
A, (1.66)

donde se han introducido las corrientes del sector dadas por

J−µ = ŪLγµKDL, (1.67)

Jµ
Z = Ūγµ(g

u
v + guAγ

5)U + D̄γµ(g
d
v + gdAγ

5)D,

Jµ
A = ŪγµU + D̄γµD .

En esta expresión, K es la matriz de mezcla de Kobayashi–Maskawa, en tanto que los coeficientes gui

A , gui

V

con ui = u, d, son constantes de acoplamiento que dependen de la carga del quark en consideración. En
este caso las corrientes neutras conservan el sabor mientras que las cargadas no. Las cantidades D y U
son vectores en el espacio de sabor con componentes (d, s, b) y (u, c, t) respectivamente.
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Caṕıtulo 2

El decaimiento H → γγ en el Modelo
Estándar

En este caṕıtulo se revisan brevemente las principales caracteŕıticas del decaimiento del bosón de Higgs
a dos fotones, H → γγ, en el contexto del ME. Este decaimiento emerge como una fluctuación cuántica
de un lazo, ya que no puede generarse a nivel de acción clásica debido a que es una interacción de tipo no
renormalizable. En efecto, dicho acoplamiento es dictado por las simetŕıa de Lorentz y electromagnética,
la última de las cuales sólo permite que el fotón se acople a través del tensor de campo Fµν . Como
consecuencia, el acoplamiento es de la forma

A

mW
H FµνF

µν . (2.1)

donde A es un factor de forma adimensional que surge a orden de un lazo. Nuestro objetivo es calcular este
factor de forma. El decaimiento recibe contribuciones de todas las part́ıculas cargadas del modelo, esto
es, de leptones cargados, quarks y el bosón de norma W±. Las contribuciones de los fermiones cargados,
f = l, q, se dan a través de los dos diagramas de Feynman mostrados en la Fig.2.1, mientras que las
contribuciones del bosón de norma W ocurren, en la norma unitaria, por medio de los tres diagramas
mostrados en la Fig.2.2. La amplitud invariante puede ser escrita de la siguiente manera,

M = −e2g Γµνǫ
µ∗(k1, λ1)ǫ

ν∗(k2, λ2) , (2.2)

donde ǫµ∗(k1, λ1) y ǫν∗(k2, λ2) son los vectores de polarización de los dos fotones, en tanto que k1 y k2
son sus momentos. La notación y convenciones del proceso se establecen en la reacción:

H(p)→ Aµ(k1) +Aν(k2) . (2.3)

Las condiciones de transversalidad sobre los fotones implica que k1µǫ
µ(k1, λ1) = 0 y k2 νǫ

ν(k2, λ2) = 0,
lo cual significa que podemos hacer k1µ y k2 ν igual a cero durante el cálculo. Por otra parte, la condición
de capa de masa sobre fotones reales implica que k21 = 0 y k22 = 0, lo cual, junto con la conservación del
momento p = k1 + k2 conduce a la relación 2k1 · k2 = m2

H . Esta es la cinemática del proceso. Por otra
parte, la amplitud tensorial Γµν parametriza los efectos de orden de un lazo, la cual se divide como

Γµν = Γ
1
2
µν + Γ1

µν , (2.4)

donde Γ
1
2
µν es la contribución fermiónica o de esṕın 1/2, en tanto que Γ1

µν es la contribución del bosón de
norma W o de esṕın 1.

Como consecuencia de las simetŕıas que gobiernan al procesos, aśı como de teoŕıa de renormalización,
el decaimiento está sujeto a satisfacer los siguientes requerimientos:
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Invariancia de norma. Invariancia bajo el grupo de norma electromagnético requiere que las ampli-
tudes tensoriales o funciones vértice satisfagan las siguientes identidades de Ward:

kµ1Γµν = 0 , (2.5)

kν2Γµν = 0 . (2.6)

De hecho, dichas identidades deben ser satisfechas separadamente por las funciones vértices fer-
miónica y bosónica.

Estad́ıstica de Bose. El estado final está hecho de dos part́ıculas idénticas bosónicas, aśı que la
función vértice debe ser simétrica bajo los intercambios k1 ←→ k2 y µ←→ ν.

Renormalizabilidad. Dado que el ME es una teoŕıa renormalizable, la amplitud del proceso debe
estar libre de divergencias ultravioletas.

2.1. Contribución fermiónica

Como ya se dijo, la contribución fermiónica al decaimiento H → γγ ocurre a través de los diagramas
mostrados en la Fig.2.1, donde en los lazos circulan todos los quarks y leptones cargados de la teoŕıa. La
amplitud tensorial puede ser escrita como

Γ
1
2
µν =

∑

f=l,q

Q2
fNC mf

2mW

∫
d4k

(2π)4

(

T 1
µν

∆1
+

T 2
µν

∆2

)

, (2.7)

donde Qf es el contenido de carga del fermión f en unidades de e, NC es el ı́ndice de color, 3 para quarks
(cada quark puede estar presente en tres tipos de colores) y 1 para leptones. Además,

T 1
µν = Tr[(/k +mf )(/k − /k1 − /k2 +mf )γν(/k − /k1 +mf )γµ] , (2.8)

T 2
µν = Tr[(/k +mf )(/k − /k1 − /k2 +mf )γµ(/k − /k2 +mf )γν ] , (2.9)

∆1 = [k2 −m2
f ][(k − k1)

2 −m2
f ][(k − k1 − k2)

2 −m2
f ] , (2.10)

∆2 = [k2 −m2
f ][(k − k2)

2 −m2
f ][(k − k1 − k2)

2 −m2
f ] , (2.11)

donde se introdujo un signo menos global debido a que se trata de lazos fermiónicos. Note que la amplitud
para del diagrama (2) se obtiene del diagrama (1) mediante los cambios µ ←→ ν y k1 ←→ k2. Ahora,
haciendo el cambio de variable k → −k + k1 + k2 en el diagrama (2), vemos que ∆2 se convierte en
∆1 ≡ ∆, aśı que podemos escribir

Γ
1
2
µν = −

∑

f=l,q

Q2
fNC mf

2mW

∫
d4k

(2π)4

(

T 1
µν + T 2

µν(k → −k + k1 + k2)

∆

)

. (2.12)

Esta integral se resuelve muy fácilmente usando el programa FeynCalc [ver Apéndice B]. El resultado se
puede escribir como

Γ
1
2
µν = − i

(4π)2

∑

f=l,q

Q2
fNCm

2
H

mW
τf
[
2 + (τf − 1)m2

H C0

]
Pµν , (2.13)

donde C0 = C0(0, 0,m2
H ,m2

f ,m
2
f ,m

2
f ) es la función escalar de Passarino-Veltman de tres puntos. Además,

hemos introducido la siguiente definición

τf =
4m2

f

m2
H

. (2.14)
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Finalmente, Pµν es la estructura tensorial de norma, dada por

Pµν =
1

m2
H

(k2µk1 ν − k1 · k2gµν) . (2.15)

Dado que kµ1Pµν = 0 = kν2Pµν , C0 es finita y todos los términos son simétricos bajo el intercambio de los
fotones, se concluye que este resultado satisface todos los requerimientos mencionados antes.

Ahora bien, la función C0 tiene solución simple en términos de funciones elementales. Usando la
técnica de parametrización de Feynman, uno puede escribir

C0 = −
∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
1

m2
f

[

1− 4
τf
y(1− x− y)

] , (2.16)

cuya solución es dada por

C0 = − 2

m2
H

f(τf ) , (2.17)

donde

f(τf ) =







arctan

(

1√
τf−1

)

, τf > 1 ,

1
2

[

log

(
1+
√

1−τf

1−
√

1−τf

)

− iπ

]

, τf < 1 .
(2.18)

Usando este resultado, podemos escribir finalmente la contribución fermiónica como [17]

Γ
1
2
µν =

i

(4π)2
m2

H

mW

∑

f=l,q

Q2
fNC A 1

2
Pµν , (2.19)

donde

A 1
2
= −2τf [1 + (1− τf ) f(τf )] . (2.20)

f
H

Aµ(k1)

Aν(k2)

+ f
H

Aν(k2)

Aµ(k1)

Figura 2.1: Contribución fermónica al decaimiento H → γγ.

2.2. Contribución bosónica

Se estudia ahora la contribución del bosón de normaW al decaimiento H → γγ. En la norma unitaria,
la contribución de esta part́ıcula ocurre a través de los diagramas mostrados en la Fig.2.2. Usando las
reglas de Feynman dadas en el Apéndice A, podemos escribir la amplitud de la siguiente manera

Γ(1)
µν = −mW

∫
d4k

(2π)4

(

S1
µν

∆1
+

S2
µν

∆2
+

S3
µν

∆3

)

, (2.21)
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donde cada uno de los tres términos del integrando es asociado con los diagramas respectivos. Aśı, el
diagrama (1) de la Fig.2.2 es descrito por

S1
µν = gαβP

αλP ρηP βξΓλρµΓηξν , (2.22)

∆1 = [k2 −m2
W ][(k − k1)

2 −m2
W ][(k − k1 − k2)

2 −m2
W ] , (2.23)

donde los tensores P corresponden a los numeradores de los propagadores del bosón W que circula en el
lazo, los cuales están dados por

Pαλ = gαλ − kαkλ

m2
W

, (2.24)

P ρη = gρη − (k − k1)
ρ(k − k1)

η

m2
W

, (2.25)

P βξ = gβξ − (k − k1 − k2)
β(k − k1 − k2)

ξ

m2
W

, (2.26)

en tanto que los tensores Γλρµ y Γηξν son las funciones vértice asociadas a los dos acoplamientos WWγ
que aparecen en el diagrama. Una vez usada la regla de Feynman para dicho acoplamiento dada en el
apéndice, se obtiene

Γλρµ = 2kµ gλρ − (k + k1)ρ gµλ − (k − 2k1)λ gρµ , (2.27)

Γηξν = 2(k − k1)ν gηξ − (k − k1 + k2)ξ gην − (k − k1 − 2k2)η gξν . (2.28)

Por otra parte, la amplitud para el diagrama (2) se obtiene a partir de la amplitud para el diagrama (1)
mediante los intercambios µ↔ ν y k1 ↔ k2, esto es,

S2
µν = S1

µν (µ↔ ν , k1 ↔ k2) , (2.29)

∆2 = ∆1(k1 ↔ k2) . (2.30)

Finalmente, el diagrama (3) está caracterizado por

S3
µν = −gαβ PαλP βξΓµνλξ , (2.31)

∆3 =
∆1

[(k − k1)2 −m2
W ]

, (2.32)

donde Γµνλξ es la función vértice asociada con el acoplamiento WWγγ, la cual está dada por

Γµνλξ = 2gµν gλξ − gµξ gνλ − gµλ gνξ . (2.33)

El cálculo se simplifica considerablemente si se hace el cambio de variable k → −k + k1 + k2 en los
diagramas (2) y (3). Se puede ver que el diagrama (3) es invariante bajo esta transformación, mientras
que en el caso del diagrama (2) se tiene que ∆2 se convierte en ∆1. De esta manera, la amplitud se puede
escribir en forma tal que ahora sólo contiene el denominador ∆1 ≡ ∆, esto es,

Γ(1)
µν = −mW

∫
d4k

(2π)4

(

S1
µν + S2

µν(k → −k + k1 + k2) + [(k − k1)
2 −m2

W ]S3
µν

∆

)

. (2.34)

Usando el programa FeynCalc [Ver Apéndice B], se obtiene

Γ(1)
µν =

i

(4π)2
m2

H

2mW

[
2(2 + 3τW ) + 3τW (τW − 2)m2

HC0

]
, (2.35)
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donde C0 = C0(0, 0,m2
H,m2

W ,m2
W ,m2

W ) es la función escalar de Passarino-Veltman ya encontrada en el
caso de la contribución fermiónica, sólo que ahora depende de la masa del bosón W . Como hemos visto,
su solución está dada por m2

HC0 = −2f(τW ). Usando este resultado, podemos escribir

Γ(1)
µν =

i

(4π)2
m2

H

mW
A1 Pµν , (2.36)

donde
A1 = 2 + 3τW + 3τW (2 − τW )f(τW ) . (2.37)

Note que Γ
(1)
µν no tiene divergencias, es invariante de norma y simétrica bajo el intercambio del par de

fotones.

W
H

Aµ(k1)

Aν(k2)

(1)

W+
H

Aν(k2)

Aµ(k1)

(2)

Figura 2.2:Contribución del bosón W al decaimiento H → γγ en la norma unitaria.

H
+

Aµ(k1)

Aν(k2)

W

(3)

2.3. La anchura de decaimiento

La anchura de decaimiento de una part́ıcula está estrechamente relacionada con su tiempo de vida.
Por eso, las anchuras siempre se calculan en el marco de reposo de la part́ıcula que decae. Cuando el
decaimiento ocurre a dos part́ıculas de masa cero, como es el caso que nos ocupa, la achura de decaimiento
está dada por [18]

Γ(H → γγ) =
1

2

|M|2
16πmH

, (2.38)

donde se ha includio el factor 1/2 para tomar en cuenta que el estado final está hecho de dos part́ıculas
idénticas. Ahora, reagrupando las contribuciones fermiónicas bosónicas, podemos escribir la amplitud
invarianteM en la forma

M = − igα

4π

m2
H

mW




∑

f=l,q

Q2
fNC A 1

2
+A1



 Pµνǫ
µ∗(k1, λ1)ǫ

ν∗(k2, λ2) . (2.39)

Normalmente, al cuadrar amplitudes invariantes suele sumarse sobre los estados finales de polariza-
ción. [19] Entonces, sumando sobre los estados de polarización de los fotones, se tiene

|M|2 =

(
2∑

λ1=1

)(
2∑

λ2=1

)

MM∗

=
α3 m4

H

4πs2W m2
W

(
2∑

λ1=1

ǫµ∗(k1, λ1)ǫ
α(k1, λ1)

)(
2∑

λ2=1

ǫν∗(k2, λ2)ǫ
β(k2, λ2)

)

PµνPαβ |A|2

=
α3 m4

H

8πs2W m2
W

|A|2 , (2.40)
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donde se ha definido
A =

∑

f=l,q

Q2
fNC A 1

2
+A1 . (2.41)

Por lo tanto, la anchura está dada por [20]

Γ(H → γγ) =
α3 mH

28π2s2W

(
m2

H

m2
W

)

|A|2 . (2.42)

La fracción de decaimiento (branching ratio), se obtiene dividiendo por la anchura total, [14]

BR(H → γγ) =
α3

28π2s2W

(
mH

ΓH

)(
m2

H

m2
W

)

|A|2 , (2.43)

donde ΓH es la anchura total del bosón de Higgs.
El decaimiento es determinado esencialmente por las contribuciones del bosón W y el quark top,

las cuales interfieren destructivamente debido a que obedecen estad́ısiticas diferentes. No obstante, la
contribución del bosónW es dominante. Usando los valores experimentales para las masas de las part́ıculas
[21], [22] y el valor teórico de ΓH = 4 · 411× 10−3GeV predicho por el ME, se obtiene el siguiente valor
para la anchura de decaimiento

Γ(H → γγ) = 9 · 272× 10−6GeV . (2.44)

Entonces, la fracción de decaimiento es igual a

BR(H → γγ) = 1 · 372× 10−3 . (2.45)
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Caṕıtulo 3

El Modelo estándar con dimensiones
extra

Este caṕıtulo está dedicado a presentar una breve descripción del Modelo Estándar con n dimen-
siones extra compactas. Antes, conviene presentar la notación y convenciones que serán usadas a lo
largo del trabajo. La variedad que caracteriza al espacio-tiempo plano en consideración es denotada
por M4+n = M4 × Nn, donde M4 es la variedad de espacio-tiempo estándar y Nn representa las
dimensiones espaciales extra. Puntos sobre M4+n son denotados por xM = (xµ, xµ̄), donde xµ ∈ M4

(µ = 0, 1, 2, 3) y xµ̄ ∈ Nn (µ̄ = 5, 6, · · · , n). La distancia entre puntos se determina usando una métrica
con signatura diag(1,−1, · · · ,−1). Los grupos de Poincaré y Lorentz son denotados por ISO(1, 3 + n)
y SO(1, 3 + n), respectivamente. El grupo de norma de esta extensión del ME son denotados por
G4+n ≡ SUC(3,M4+n) × SUL(2,M4+n) × UY (1,M4+n), en contraposición con los grupos estándar,
los cuales son denotados por G4 ≡ SUC(3,M4) × SUL(2,M4) × UY (1,M4). La notación hace énfasis
en el hecho de que la diferencia entre los grupos de norma de ambas teoŕıas no radica en el número
de generadores, el cual es en realidad el mismo, sino sólo en las variedades soporte, sobre las cuales los
parámetros de norma toman valores [10, 11, 12].

En el espacio de (4+n) dimensiones, el ME es una teoŕıa de campo efectiva gobernada por los grupos
ISO(1, 3 + n) y G4+n. Dado que la teoŕıa es no renormalizable en el sentido de Dyson, no hay ĺımite
para el número de invariantes independientes bajo estos grupos que pueden ser introducidos en la acción
del modelo. Esto significa que la lagrangiana en (4 + n) dimensiones comprende una serie infinita de
invariantes de dimensión canónica creciente:

Leff(4+n) = LSM
(4+n) +

∞∑

N

βN ĝN1

(4+n)

MN2
s

ON , (3.1)

donde LSM
(4+n) representa la lagrangiana de la versión del ME en (4 + n) dimensiones, ON son objetos

invariantes de Lorentz y de norma de dimensión canónica mayor que 4 + n, Ms es una escala de enerǵıa
por encima de la cual se manifestaŕıan nuevas part́ıculas gobernadas por algún tipo desconocido de
interacción, βN es un parámetro adimensional, el cual depende de los detalles de la f́ısica desconocida. Se
asume que en esta lagrangiana se han incluido todos los términos independientes que respetan las simetŕıas
ISO(1, 3+n) y G4+n y que cada uno de ellos es multiplicado por un parámetro desconocido adimensional
βi. La dimensión canónica de cada término de la serie está corregido de manera apropiada mediante la
introducción de constantes de acoplamiento de los grupos de norma, las cuales tienen dimensiones en
el espacio-tiempo extendido, (g4+n es una notación estándar para gs 4+n, g4+n y g′4+n) y Ms. En estas
expresiones, ĝ4+n es una notación compacta para un producto apropiado de constantes de acoplamiento
del grupo de norma del ME en el espacio extendido, las cuales están relacionadas con las constantes
adimensionales, g, por g4+n =

√
R1 · · ·Rn g. Es de esperarse que las contribuciones que pueden surgir

de términos de dimensiones canónicas más altas sean de carácter marginal comparadas con los efectos
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generados por LSM
(4+n), ya que aquellos involucran potencias de M−1

s [23]. La lagrangiana efectiva en 4
dimensiones, la cual contiene sólo interacciones de dimensión menor o igual que 4, está dada por

Leff4 =

∫

dnx̄Leff(4+n)

=

∫

dnx̄LSM
(4+n) +

∞∑

N

βN ĝN1

(4+n)

ΛN2

∫

dnx̄ON . (3.2)

En lo que sigue, enfocaremos la discusión sobre el primer término de esta expresión. Aunque esta lagran-
giana efectiva contiene sólo acoplamientos de tipo renormalizable en el sentido de Dyson, la teoŕıa no es
renormalizable debido a la presencia de sumas discretas infinitas que resultan del proceso de compactifi-
cación de las dimensiones extras. Para n > 1, tales sumas divergen.

El resto del caṕıtulo está dedicado a presentar una breve descripción de los sectores de la versión del
ME en 4 + n dimensiones, los cuales surgen de la lagrangiana Leff(4+n) [13].

3.1. El sector de Yang-Mills

Siguiendo la referencia [12], la lagrangiana del sector de Yang-Mills en 4 + n dimensiones puede ser
escrita como

LYM
(4+n) = −

1

4
GaMN (x, x̄)GMN

a (x, x̄)− 1

4
W i

MN (x, x̄)WMN
i (x, x̄)− 1

4
BMN (x, x̄)BMN (x, x̄) , (3.3)

donde GaMN (x, x̄), W i
MN (x, x̄), y BMN (x, x̄) son las curvaturas de los grupos de norma SUC(3,M4+n),

SUL(2,M4+n) y UY (1,M4+n), respectivamente, las cuales son dadas por

GaMN = ∂MGaN − ∂NGaM + gs 4+nf
abcGbMGcN , (3.4)

W i
MN = ∂MW i

N − ∂NW i
M + g4+nǫ

ijkWj
MWk

N , (3.5)

BMN = ∂MBN − ∂NBM . (3.6)

La lagrangiana (3.3) puede ser expresada en términos de los objetos Fµν , Fµµ̄ y Fµ̄ν̄ , los cuales se
transforman como un 2-tensor, un 1-tensor y un 0-tensor bajo SO(1, 3), respectivamente [10, 11, 12].
Lo anterior surge como consecuencia del hecho que las componentes Aµ(x, x̄) y Aµ̄(x, x̄) del campo de
norma AM (x, x̄) se transforman como un 1-tensor y 0-tensor bajo SO(1, 3), respectivamente. Aqúı, A
representa a cualquiera de los campos G, W o B, y F a cualquiera de las curvaturas involucradas.

La variedad Nn es considerada como el producto de n ćırculos de radios R1, · · · , Rn. También, se
asume que los campos y parámetros de norma son peŕıodicos sobre esta variedad:

AM (x, x̄ + 2πR) = AM (x, x̄) , (3.7)

αA(x, x̄ + 2πR) = αA(x, x̄) , (3.8)

donde αA representa uno cualquiera de los parámetros de norma αa, αi y α. Cada dimensión extra es
reemplazada por un ćırculo sujeto a la acción de Z2, de tal modo que xµ̄ es identificado con el punto
diametralmente opuesto sobre S1. Lo anterior hace posible la recuperación de la bien conocida teoŕıa
pura de Yang-Mills en 4 dimensiones. Para tal propósito, uno asume las siguientes condiciones de paridad
sobre los campos y parámetros de norma:

Aµ(x,−x̄) = Aµ(x, x̄) , (3.9)

Aµ̄(x,−x̄) = −Aµ̄(x, x̄) , (3.10)

αA(x,−x̄) = αA(x, x̄) . (3.11)
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Observe que esto significa que las curvaturas Fµν , Fµµ̄ y Fµ̄ν̄ son par, impar y par, respectivamente.
De estas consideraciones, junto con el hecho de que estas curvaturas son peŕıodicas sobre la subvariedad
compacta, uno puede expresarlas como desarrollos en serie de Fourier y enseguida realizar la integración
sobre las coordenadas extra para obtener [12]:

L4Y M = −1

4

∑

F=G,W,B

[

F (0,··· ,0)a
µν F (0,··· ,0)µν

a + F (0,··· ,0)a
µ̄ν̄ F (0,··· ,0)µ̄ν̄

a

+
∑′

m1,··· ,mn

(

F (m1,··· ,mn)a
µν F (m1,··· ,mn)µν

a

+2F (m1,··· ,mn)a
µν̄ F (m1,··· ,mn)µν̄

a

+F (m1,··· ,mn)a
µ̄ν̄ F (m1,··· ,mn)µ̄ν̄

a

)]

. (3.12)

La suma discreta que aparece en esta expresión es una notación compacta para una expresión más
complicada dada por [12]

∑′

m1,··· ,mn

A(m1,··· ,mn) =

∞∑

m1=1

A(m1,0,··· ,0) +

∞∑

m2=1

A(0,m2,0,··· ,0) + · · ·+
∞∑

mn=1

A(0,0,··· ,mn)

+

∞∑

m1=1

∞∑

m2=1

A(m1,m2,··· ,0) + · · ·+
∞∑

mn−1=1

∞∑

mn=1

A(0,0,··· ,mn−1,mn)

+ · · ·+
∞∑

m1=1

· · ·
∞∑

mn=1

A(m1,··· ,mn) . (3.13)

Hay n sumas simples, n(n − 1)/2! sumas dobles, n(n − 1)(n − 2)/3! sumas triples, · · · , y 1 suma de
multiplicidad n. Estas sumas infinitas son las responsables de la presencia de divergencias ultravioletas,
las cuales vienen de las dimensiones compactas. En un proceso dado, algunas de estas sumas son finitas
por debajo de cierto grado de multiplicidad, lo cual depende de manera crucial del grado de divergencia
de las sumas continuas, esto es, de las integrales usuales que surgen de las 4 dimensiones infinitas. Las
curvaturas que aparecen en esta expresión son dadas en la referencia [12] y no serán presentadas aqúı. En
este trabajo adoptaremos una notación más compacta, la cual consiste en lo siguiente: (0) ≡ (0, · · · , 0) y
(m) ≡ (m1, · · · ,mn). Toda cantidad con ı́ndices repetidos de la forma S(m)T (m) implicará una suma del
tipo ya descrito.

En lo que resta de esta sección, nos efocaremos en los vértices de este sector que contribuyen al de-
caimiento H → γγ a orden de un lazo. Además de los vértices del modelo estándar W (0)−W (0)+A(0) y
W (0)−W (0)+A(0)A(0), los cuales contribuyen a la amplitud del ME de este decaimiento, debemos consi-
derar los vértices análogos que contienen excitaciones de Kaluza-Klein (KK) del bosón de norma W , esto
es, necesitamos derivar las lagrangianas para los vértices W (m)−W (m)+A(0) y W (m)−W (m)+A(0)A(0).
Una vez que se ha pasado de la base de eigenestados de norma (W (0)i, B(0),W (m)i, B(m)) a la base de
eigenestados de masa (W (0)±, Z(0), A(0),W (m)±, Z(m), A(m)) por medio de la transformación

W (m)±
µ =

1√
2

(

W (m)1
µ ∓W (m)1

µ

)

(3.14)

y

(

W
(m)3
µ

B
(m)
µ

)

=

(
cW sW
−sW cW

)(

Z
(m)
µ

A
(m)
µ

)

, (3.15)

la cual se puede comparar con las ecs.(1.8) y (1.7) del caṕıtulo 1, uno obtiene la siguiente lagrangiana
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para los vértices trilineales

LWWγ = −ie
[(

W (0)−
µν W ((0))+µ −W ((0))+

µν W ((0))−µ
)

A((0))ν + F ((0))
µν W ((0))−µW ((0))+ν

+
(

W (m)−
µν W ((m)+µ −W (m)+

µν W (m)−µ
)

A((0))ν + F ((0))
µν W (m)−µW (m)+ν

]

, (3.16)

donde también se ha incluido la expresión del vértice estándar. Es muy importante resaltar que ambos
vértices, estándar y no estándar, tiene la misma estructura de Lorentz. Esto significa que dichos vértices
tienen asociada exactamente la misma regla de Feynman. Como se verá más adelante, este hecho simplifica
de manera considerable los cálculos de la amplitud del decaimiento H → γγ. En lo que respecta a los
vértices cuárticos, la lagrangiana correspondiente está dada por

LWWγγ = −e2

2

[ (

W (0)−
µ A(0)

ν −W (0)−
ν A(0)

µ

)(

W (0)+µA(0)ν −W (0)+νA(0)µ
)

+
(

W (m)−
µ A(0)

ν −W (m)−
ν A(0)

µ

)(

W (m)+µA(0)ν −W (m)+νA(0)µ
) ]

. (3.17)

Note que, como en el caso anterior, ambos vértices tienen la misma estructura de Lorentz.
Este sector también contiene escalares cargados que pueden contribuir al decaimiento H → γγ.

Observe que cada campo de norma en 4+ n dimensiones Aa
M , el cual forma una representación vectorial

de SO(1, 3 + n), se desdobla en un campo vectorial Aa
µ más n campos escalares Aa

µ̄ de SO(1, 3). De
los n campos escalares, uno de ellos aporta los pseudo-bosones de Goldstone que son absorbidos por
las componentes longitudinales de las excitaciones de KK de los vectores Aa

µ. De esta manera, restan
n− 1 campos escalares, los cuales son interpretados como manifestaciones f́ısicas del campo de más alta
dimensión que caracteriza a la part́ıcula en consideración, la cual puede moverse en el espacio de dimensión
4+n. En el caso que nos ocupa, se trata del bosón de normaW , el cual es descrito en 4+n dimensiones por
el vector W i

M (x, x̄), pero que una vez realizada la compactificación se descompone en el campo vectorial

W
(0)±
µ y sus 2n − 1 diferentes torres de excitaciones de KK W

(m10..,0)±
µ ,W

(0m20..,0)±
µ ,...,W

(m1...mn)±
µ ,

que brevemente denotaremos como W
(m)±
µ , aśı como en n torres correspondientes de escalares cargados

W
(m)±
µ̄ , n− 1 de las cuales son f́ısicas. En lo que sigue, mantendremos la etiqueta µ̄ para denotar a los

escalares f́ısicos, la cual corre desde 5 hasta 4 + n, pero bajo el entendido que sólo n− 1 de ellos deben
ser considerados (ver referencias [12]). Las interacciones entre campos escalares y vectoriales surge de las
curvaturas W i

µν̄ . La lagrangiana de interés esta dada por

LWµ̄Wµ
= −1

2
W(m)i

µν̄ W(m)µν̄
i

= +
1

2
W(m)i

µν̄ W(m)µ
i ν̄

= W(m)−
µν̄ W(m)µ+

ν̄ +
1

2
W(m)3

µν̄ W(m)3µ
ν̄ , (3.18)

donde

W(m)+
µν̄ = D(0)3

µ W
(m)+
ν̄ + 2π

(
m1δν̄5
R1

+ · · ·+ mnδν̄ 4+n

Rn

)

W (m)+
µ

+igW (0)+
µ W

(m)3
ν̄ + ig∆′

(m) (r) (k)

(

W (k)−
µ W

(r)3
ν̄ −W (k)3

µ W
(r)+
ν̄

)

, (3.19)

W3
µν̄ = ∂µW

(m)3
ν̄ + 2π

(
m1δν̄5
R1

+ · · ·+ mnδν̄ 4+n

Rn

)

W (m)3
µ

+ig
(

W (0)−
µ W

(m)+
ν̄ −W (0)+

µ W
(m)−
ν̄

)

+ig∆′
(m) (r) (k)

(

W (k)−
µ W

(r)+
ν̄ −W (k)+

µ W
(r)−
ν̄

)

. (3.20)
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En estas expresiones, D
(0)3
µ = ∂µ−igW

(0)3
µ , con W

(0)3
µ = sWA

(0)3
µ +cWZ

(0)3
µ . Note que D

(0)3
µ contiene a la

derivada covariante electromagnética. El śımbolo ∆′
(m) (r) (k) que aparece en estas expresiones es definido

en la referencia [12], y corresponde a:

∆′
(m) (r) (k) ≡

1√
2
(δm1r1+k1

...δmnrn+kn
+ δr1m1+k1

...δrnmn+kn
− δk1m1+r1

...δknmn+rn
) (3.21)

Finalmente, la notación 2π
(

m1δν̄5

R1
+ · · ·+ mnδν̄ 4+n

Rn

)

significa que se debe considerar una suma igual al

número de ı́ndices de Fourier que aparecen en el exponente (m) del campo al cual multiplica.

Los acoplamientosW
(m)−
µ̄ W

(m)+
ν̄ A

(0)
µ y W

(m)−
µ̄ W

(m)+
ν̄ A

(0)
µ A

(0)
ν pueden contribuir al decaimiento H →

γγ. Dichos acoplamientos son dictados por electrodinámica escalar y surgen del siguiente término

LSQED =
(

D(0)3
µ W

(m)+
ν̄

)† (
D(0)3µW

(m)+
ν̄

)

(3.22)

Otro tipo de acoplamientos que también pueden contribuir a este decaimiento surgen del siguiente término

LSW =

(
2πm1δν̄5

R1
+ · · ·+ 2πmnδν̄n+4

Rn

)

×
[

W (m)+µ
(

D(0)3
µ W

(m)+
ν̄

)†
+W (m)−µ

(

D(0)3
µ W

(m)+
ν̄

)]

. (3.23)

Es importante notar que, además de generar el vértice trilineal W
(m)±
µ W

(m)∓
µ̄ A

(0)
λ , este término también

induce la mezcla bilineal W
(m)±
µ W

(m)∓
µ̄ , dada por:

LWW̄ =

(
2πm1δν̄5

R1
+ · · ·+ 2πmnδν̄n+4

Rn

)(

W (m)+µ∂µW
(m)−
ν̄ +W (m)−µ∂µW

(m)+
ν̄

)

. (3.24)

Ambos acoplamientos, los cuales están vinculados por la simetŕıa de norma electromagnética, aśı que,
en principio, la mezcla bilineal podŕıa tener algún efecto sobre el decaimiento H → γγ. Sin embargo, es
importante remarcar que esta mezcla sólo ocurre con los campos escalares de masa cero. Por lo tanto, en
una teoŕıa sin rompimiento espontáneo de la simetŕıa, como QCD o QED, dicha mezcla no tiene ninguna
consecuencia f́ısica, ya que desaparece en la norma unitaria. Sin embargo, las cosas son diferentes en el
caso de la fuerza débil, ya que, como veremos en la siguiente sección, los escalares sin masa reciben una
contribución en el sector de Higgs, de tal suerte que es necesario realizar una nueva diagonalización para
definir los verdaderos pseudo-bosones de Goldstone. Notablemente, el término completo dado por (3.23)
es cancelado exactamente por otro término similar que surge del sector cinético de Higgs. Este resultado es

muy importante, ya que implica que los vértices de tipo electromagnético W
(m)±
µ W

(m)∓
µ̄ A

(0)
λ , no existen

en realidad. Como consecuencia, el número de diagramas de Feynman a considerar en el decaimiento
H → γγ se reduce considerablemente.

Finalmente, las masas de los escalares f́ısicos emergen de la curvatura escalar W(m)i
µ̄ν̄ . La lagrangiana

correspondiente para el sector electrodébil puede ser escrita de la manera siguiente:

LMa = −1

4
W(m)i

µ̄ν̄ W(m)iµ̄ν̄

= −1

2
W(m)−

µ̄ν̄ W(m)+
µ̄ν̄ − 1

4
W(m)3

µ̄ν̄ W(m)3
µ̄ν̄ , (3.25)

donde

W(m)+
µ̄ν̄ = 2π

[(
m1δ5µ̄
R1

+ · · ·+ mnδ4+n µ̄

R1

)

W
(m)+
ν̄ −

(
m1δ5ν̄
R1

+ · · ·+ mnδ4+n ν̄

R1

)

W
(m)+
µ̄

]

+ig∆′
(k)(r)(m)

(

W
(k)+
µ̄ W

(r)3
ν̄ −W

(r)+
ν̄ W

(k)3
µ̄

)

, (3.26)
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W(m)3
µ̄ν̄ = 2π

[(
m1δ5µ̄
R1

+ · · ·+ mnδ4+n µ̄

R1

)

W
(m)3
ν̄ −

(
m1δ5ν̄
R1

+ · · ·+ mnδ4+n ν̄

R1

)

W
(m)3
µ̄

]

+ig∆′
(k)(r)(m)

(

W
(k)−
µ̄ W

(r)+
ν̄ −W

(r)−
ν̄ W

(k)+
µ̄

)

. (3.27)

De estas expresiones se desprenden los siguientes resultados: (1) para campos con un sólo ı́ndice de Fourier,
de los cuales hay un total de n2, n tienen masa exactamente igual a cero y n(n−1) tienen masa. El número
de campos escalares sin masa coincide con el número de excitaciones de KK del campo vectorial con un
sólo ı́ndice de Fourier, aśı que estos campos escalares son pseudo-bosones de Goldstone. (2) A partir de
campos con dos ı́ndices de Fourier se generan mezclas, debido a lo cual es necesario realizar un proceso
de digonalización [12]. Por ejemplo, hay n[n(n − 1)/2] campos escalares con dos ı́ndices de Fourier, los
cuales pueden ser diagonalizados por pares ((m1,m2), (m1,m3), · · · ). En cada diagonalización surge un
campo de masa cero, el cual es el pseudo-bosón de Goldstone de la excitación vectorial con dos ı́ndices
de Fourier. El otro campo debe ser reconocido como f́ısico. El proceso puede ser continuado hasta que se
determina un total de 2n− 1 torres de KK de pseudo-bosones de Goldstone y un total de (n− 1)(2n− 1)
torres de campos escalares f́ısicos.

Como veremos en la próxima sección, el rompimiento espontáneo de la simetŕıa electrodébil causa que
se generen correcciones a las masas de los escalares f́ısicos que surgen en este sector. Más importante aún,
en este sector se inducen mezclas entre las componentes del doblete de Higgs y los pseudo-bosones de
Goldstone que hemos visto se generan en el sector de Yang-Mills, aśı que es necesario realizar una nueva
diagonalización, de la cual resultan los verdaderos pseudo-bosones de Goldstone. Es muy importante
señalar que dicha mezcla no ocurre con los campos escalares f́ısicos ya identificados en el sector de Yang-
Mills. Éstos sólo reciben una corrección diagonal a su masa. Debido a la importancia de este hecho, el
cual es crucial para la consistencia interna de la teoŕıa, más adelante presentaremos un estudio detallado
para el caso n = 2.

Note que en este sector no pueden aparecer acoplamientos con el bosón de Higgs. Sin embargo, como
veremos en la siguiente sección, tales acoplamientos aparecen en el sector cinético de Higgs.

3.2. El Sector de Higgs

La lagrangiana en (4 + n) dimensiones para el sector de Higgs está dada por

LH(4+n) = (DMΦ)†(x, x̄)(DMΦ)(x, x̄)− V (Φ†,Φ)(x, x̄) , (3.28)

donde Φ(x, x̄) es el doblete de Higgs, V (Φ†,Φ)(x, x̄) = µ2(Φ†Φ) + λ4+n(Φ
†Φ)2 es el potencial de Higgs y

DM es la derivada covariante electrodébil, la cual, en la representación fundamental del grupo, es dada
por

DM = ∂M − ig4+n
σi

2
W i

M (x, x̄)− ig′4+n

Y

2
BM (x, x̄) . (3.29)

Con el fin de recuperar el ME en el ĺımite en que el tamaño de la variedad compacta es muy pequeño,
es necesario asignarle paridad par al doblete de Higgs, de tal manera que su desarrollo de Fourier es:

Φ(x, x̄) =

(
1

R1 · · ·Rn

)1/2

Φ(0,··· ,0)(x)

+

(
2

R1 · · ·Rn

)1/2 ∑′

m1,··· ,mn

Φ(m1,··· ,mn)(x) cos

[

2π

(
m1x̄

1

R1
+ · · ·+ mnx̄

n

Rn

)]

. (3.30)

El sector cinético puede descomponerse como

L(4+n)HK = (DµΦ)
†(DµΦ) + (Dµ̄Φ)

†(Dµ̄Φ) . (3.31)
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Dado que Φ es par, DµΦ también es par, pero Dµ̄Φ es impar. Tomando en cuenta esto, uno puede escribir
la lagrangiana en 4 dimensiones como sigue:

L4HK = (DµΦ)
(0)†(DµΦ)(0) + (DµΦ)

(m)†(DµΦ)(m) + (Dµ̄Φ)
(m)†(Dµ̄Φ)(m) , (3.32)

donde

(DµΦ)
(0) = D(0,··· ,0)

µ Φ(0) − i

(

g
σi

2
W (m)

µ + g′
Y

2
B(m)

µ

)

Φ(m) , (3.33)

(DµΦ)
(m) = D(m) (r)

µ Φ(r) − i

(

g
σi

2
W (m)

µ + g′
Y

2
B(m)

µ

)

Φ(0) , (3.34)

(Dµ̄Φ)
(m) = D

(m) (r)
µ̄ Φ(r) − i

(

g
σi

2
W

(m)
µ̄ + g′

Y

2
B

(m)
µ̄

)

Φ(0) , (3.35)

con

D(0)
µ = ∂µ − ig

σi

2
W (0)i

µ − ig′
Y

2
B(0)

µ , (3.36)

D(m) (r)
µ = δ(m) (r)D(0)

µ − i∆(m) (k) (r)

(

g
σi

2
W (k)i

µ + g′
Y

2
B(k)

µ

)

, (3.37)

D
(m) (r)
µ̄ = −2π

(
m1δµ̄5
R1

+ · · ·+ mnδµ̄ 4+n

Rn

)

δ(m)(r)

−i∆′(m)(k)(r)

(

g
σi

2
W

(k)i
µ̄ + g′

Y

2
B

(k)
µ̄

)

, (3.38)

donde el śımbolo ∆(m)(k)(r) es definido en la referencia [12].

∆(m) (r) (k) ≡
1√
2
(δm1r1+k1

...δmnrn+kn
+ δr1m1+k1

...δrnmn+kn
+ δk1m1+r1

...δknmn+rn
) (3.39)

En las expresiones anteriores, Φ(0) es el doblete de Higgs estándar, en tanto que Φ(m) representan sus
excitaciones de KK, las cuales se transforman idénticamente bajo el grupo electrodébil, pero no adquieren
un valor esperado en el vaćıo. Con el fin de identificar los vértices de interés, conviene desarrollar de
manera expĺıcita estas expresiones en términos de campos eigenestados de masa. Dichas expresiones son
presentadas en el Apéndice C. Con el uso de estos resultados, podemos escribir

(DµΦ)
(0)†(DµΦ)(0) =

1

2
(∂µH

(0))(∂µH(0))

+

(

m2
W (0) + gmW (0)H(0) +

g2

4
H(0)H(0)

)

×
(

W (0)−
µ W (0)+µ +

1

2c2W
Z(0)
µ Z(0)µ

)

+
ig

2
∂µH

(0)
(

W (m)+µG
(m−
W −W (m)−µG

(m+
W

)

+ · · · , (3.40)

donde las primeras tres ĺıneas de esta expresión corresponde al resultado del ME, mientras que la última
representa el término que es relevante para el estudio del decaimiento H → γγ. El resto de los términos
que involucra este factor del sector cinético de Higgs no han sido mostrados, pero ellos pueden ser
reproducidos directamente del uso de las fórmulas dadas en el apéndice.
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Por otra parte, el uso de los resultados dados en el Apéndice C, conduce a

(DµΦ)
(m)†(DµΦ)(m) =

(

D(0)e
µ G

(m)+
W

)† (
D(0)e µG

(m)+
W

)

−i
(

mW (0) +
g

2
H(0)

) [

W (m)+
µ

(

D(0)eµG
(m)+
W

)†

−W (m)−
µ

(

D(0)e µG
(m)+
W

) ]

+

(

m2
W (0) + gmW (0)H(0) +

g2

4
H(0)H(0)

)

×
(

W (m)−
µ W (m)+µ +

1

2c2W
Z(m)
µ Z(m)µ

)

+ · · · , (3.41)

donde sólo han sido escritos los términos que son relevantes para el proceso en estudio. En esta expresión,

D
(0)e
µ es la derivada covariante electromagnética. El primer término de esta expresión da lugar a los vérti-

ces electromagnéticos G
(m)−
W G

(m)+
W γ y G

(m)−
W G

(m)+
W γγ. El segundo término induce los acoplamientos del

bosón de Higgs H(0)W
(m)±
µ G

(m)∓
W y H(0)W

(m)±
µ G

(m)∓
W γ. Es importante notar que este término también

induce una mezcla bilineal de la forma W
(m)±
µ G

(m)∓
W , la cual debe ser tomada en cuenta en el cálculo

del decaimiento en H → γγ. Dicho término surge de una derivada covariante electromagnética, el cual
está dado por

LWGW
= −imW (0)

[

W (m)+
µ

(

D(0)e µG
(m)+
W

)†
−W (m)−

µ

(

D(0)e µG
(m)+
W

)]

. (3.42)

Como se enfatizó en el sector de Yang-Mills, este término es exactamente cancelado por una mezcla
similar dada por la ecuación (3.23). Más adelante se ilustrará con el caso especial n = 2 la forma en que
dicha cancelación opera.

Finalmente, el último término de (3.41) proporciona los acoplamientos del bosón de Higgs con pares
de excitaciones de KK del bosón de norma W . Aunque no son necesarios para el cálculo, para propósitos
de mostrar la consistencia de la teoŕıa, se escriben también los acoplamientos correspondientes con las
excitaciones de KK asociadas al bosón Z. Note que hemos incluido la corrección que reciben las masas de
las excitaciones de KK de ambos bosones de norma a la escala electródebil. Se deduce de estas expresiones
y de los resultados del sector de Yang-Mills que dichas masas están dadas por

m2
W (m) =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

+m2
W (0)

m2
Z(m) =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

+m2
Z(0) . (3.43)
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CAPÍTULO 3. EL MODELO ESTÁNDAR CON DIMENSIONES EXTRA
3.2. EL SECTOR DE HIGGS

Finalmente, tenemos

(Dµ̄Φ)
(m)†(Dµ̄Φ)(m) = −

(

mW (0) +
g

2
H(0)

)2

W
(m)−
µ̄ W

(m)+
µ̄

−
(

mZ(0) +
g

2cW
H(0)

)2

Z
(m)−
µ̄ Z

(m)+
µ̄

−
[(

2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2
]

×
[

G
(m)−
W G

(m)+
W +

1

2

(

H(m)H(m) +G
(m)
Z G

(m)
Z

) ]

+

(
2πm1δµ̄5

R1
+ · · ·+ 2πmnδµ̄4+n

Rn

)

×
{

i
(

mW (0) +
g

2
H(0)

)(

W
(m)−
µ̄ G

(m)+
W −W

(m)+
µ̄ G

(m)−
W

)

+

(

mZ(0) +
g

2cW
H(0)

)

Z
(m)
µ̄ G

(m)
Z

}

. (3.44)

Este resultado contiene información que es clave para la consistencia interna del modelo: (1) los primeros
dos términos nos dicen que todos los campos escalares que aparecen en el sector de Yang-Mills reciben
una contribución a su masa, incluso aquellos que en tal sector fueron identificados como pseudo-bosones
de Goldstone debido a que carećıan de masa. Pero la presencia de estos términos de masa a la escala
de Fermi nos muestra que ya no tienen esa categoŕıa. (2) el segundo término nos muestra que las tres

componentes de las excitaciones de KK del dobletes de Higgs, G
(m)±
W , G

(m)
Z y H(m) reciben masa a la

escala de compactificación, pero no aśı a la escala de Fermi. De ser aśı, tendŕıamos dificultades con el
modelo, ya que estas excitaciones de KK deben estar asociadas a las part́ıculas W , Z y H . Consistencia
requiere que las masas de estas part́ıculas sean exactamente de la forma

m2
W (m) =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

+m2
W (0)

m2
Z(m) =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

+m2
Z(0) , (3.45)

para las excitaciones asociadas con las componentes longitudinales de los bosones de norma W y Z. Esto
es, las masas de estos campos deben coincidir con las masas de las excitaciones de KK de los campos
vectorial Wµ y Zµ. Las masas de los escalares asociados a estos campos vectoriales que surgen en el
sector de Yang-Mills deben ser exactamente iguales. Este es un aspecto no trivial que debe cumplirse si
es que deseamos tener una interpretación satisfactoria de una part́ıcula que se mueve en más de cuatro
dimensiones. Por otra parte, la masa de las excitaciones asociadas con el bosón de Higgs deben ser de la
forma:

m2
H(m) =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

+m2
H(0) . (3.46)

Veremos en una siguiente sección que todos estos requerimientos son satisfechos una vez que se ha
hecho la identificación correcta de los campos escalares eigenestados de masa. (3) el tercer término de
la misma expresión, nos muestra la existencia de mezclas bilineales entre los escalares que surgen de
las excitaciones del doblete de Higgs con los escalares que emergen del sector de Yang-Mills. Pero un
aspecto muy interesante es que dicha mezcla ocurre con los escalares que en el sector de Yang-Mills
fueron identificados como pseudo-bosones de Godlstone, pero no con aquellos que son masivos. Veremos
que como consecuencia de este hecho, el desacoplamiento de estos escalares (los asociados con el doblete
de Higgs y los que no tienen masa en el sector de Yang-Mills) conduce a nuevos escalares f́ısicos con la
masa correcta y a escalares de masa nula, en el número justo para ser identificados con los pseudo-bosones
de Goldstone de las excitaciones de KK de los vectores W y Z. Esto será discutido en la siguiente sección.
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3.3. Espectro de masas de campos escalares

Los términos de masa para los diversos campos escalares surgen tanto del sector de Yang-Mills co-
mo del sector cinético de Higgs. Para ilustrar cómo siempre es posible identificar los campos f́ısicos y
pseudo-bosones de Goldstone, conviene analizar con detalle el caso más simple, el cual corresponde a

n = 2. En este caso, existen tres diferentes torres de Fourier de los dos campos vectoriales, W
(m1,0)±
µ ,

W
(0,m2)±
µ y W

(m1,m2)±
µ para el bosón de norma W

(0,0)±
µ , mientras que Z

(0,0)
µ tiene las siguientes torres

Z
(m1,0)
µ , Z

(0,m2)
µ y Z

(m1,m2)
µ . El campo W

(0,0)±
µ también tiene asociadas las torres de escalares W

(m1,0)±
5 ,

W
(m1,0)±
6 , W

(0,m2)±
5 , W

(0,m2)±
6 , W

(m1,m2)±
5 , W

(m1,m2)±
6 , G

(m1,0)±
W , G

(0,m2)±
W , G

(m1,m2)±
W . El campo Z

(0,0)
µ

tiene asociadas un número similar de torres de escalares. A partir de ahora, centraremos el análisis en el

bosón W . Como se muestra en la referencia [12], las torres W
(m1,0)±
5 y W

(0,m2)±
6 tienen masa igual a cero,

pero W
(m1,0)±
6 y W

(0,m2)±
5 tienen masa al cuadrado dada por (2πm1/R1)

2 y (2πm2/R2)
2, respectiva-

mente. Por otra parte, se encuentra que las torres W
(m1,m2)±
5 y W

(m1,m2)±
6 se mezclan, pero su desacoplo

conduce a un escalar de masa nula y otro de masa al cuadrado dada por (2πm1/R1)
2 +(2πm2/R2)

2. Las
nuevas torres de campos están definidas mediante la siguiente transformación ortogonal [12]

W̃
(m1,m2)±
5 = cαW

(m1,m2)±
5 − sαW

(m1,m2)±
6 , (3.47)

W̃
(m1,m2)±
6 = sαW

(m1,m2)±
5 + cαW

(m1,m2)±
6 , (3.48)

donde W̃
(m1,m2)±
6 es la torre de masa nula y el ángulo de mezcla α está dado por

tanα =
2πm1

R1

2πm2

R2

. (3.49)

Entonces, los términos de masa no nulos del sector de Yang-Mills están dados por

LMY M = −1

2

(
2πm1

R1

)2

W
(m1,0)−
6 W

(m1,0)+
6 − 1

2

(
2πm2

R2

)2

W
(0,m2)−
5 W

(0,m2)+
5

−1

2

[(
2πm1

R1

)2

+

(
2πm2

R2

)2
]

W̃
(m1,m2)−
5 W̃

(m1,m2)+
5 (3.50)

Por otra parte, ya hemos señalado que todos los escalares del sector de Yang-Mills reciben una nueva
contribución a su masa dada por mW (0) , pero que sólo aquellos que tienen masa nula en dicho sector
se mezclan con los campos escalares que surgen del del doblete de Higgs. Los términos mezclados están
dados por

LMezcla = +imW (0)

(
2πm1

R1

)(

W
(m1,0)−
5 G

(m1,0)+
W −W

(m1,0)+
5 G

(m1,0)−
W

)

+imW (0)

(
2πm2

R2

)(

W
(0,m2)−
6 G

(0,m2)+
W −W

(0,m2)+
6 G

(0,m2)−
W

)

+imW (0)

√
(
2πm1

R1

)2

+

(
2πm2

R2

)2(

W̃
(m1,m2)−
6 G

(m1,m2)+
W

−W̃ (m1,m2)+
6 G

(m1,m2)−
W

)

. (3.51)

Note que no ocurren mezclas entre torres diferentes. Es hace que el proceso de diagonalización sea
realmente simple. En efecto, tomando en cuenta los términos diagonales para estas torres que se mezclan,
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podemos reunirlas en la siguiente lagrangiana

LWG =
(

G
(m1,0)−
W W

(m1,0)−
5

)





(
2πm1

R1

)2

imW (0)

(
2πm1

R1

)

−imW (0)

(
2πm1

R1

)

m2
W (0)





(

G
(m1,0)+
W

W
(m1,0)+
5

)

+
(

G
(0,m2)−
W W

(0,m2)−
6

)





(
2πm2

R2

)2

imW (0)

(
2πm2

R2

)

−imW (0)

(
2πm2

R2

)

m2
W (0)





(

G
(0,m2)+
W

W
(0,m2)+
6

)

+
(

G
(m1,m2)−
W W̃

(m1,m2)−
6

)

×







(
2πm1

R1

)2

+
(

2πm2

R2

)2

imW (0)

√
(

2πm1

R1

)2

+
(

2πm2

R2

)2

−imW (0)

√
(

2πm1

R1

)2

+
(

2πm2

R2

)2

m2
W (0)







×
(

G
(m1,m2)+
W

W̃
(m1,m2)+
6

)

. (3.52)

Fácilmente se puede determinar que estas matrices tienen pares de eigenvalores dados por ((2πm1/R1)
2+

m2
W (0) , 0), ((2πm2/R2)

2 + m2
W (0) , 0) y ((2πm1/R1)

2 + (2πm2/R2)
2 + m2

W (0) , 0), respectivamente. Este
resultado es importante por dos razones. En primer lugar, muestra que existe justo el número de torres
de campos de masa cero, necesarios para la interpretación de pseudo-bosones de Goldstone. En segundo
lugar, muestra que las torres de escalares cargados asociados con el doblete de Higgs tienen la masa
correcta, la cual es justamente la asociada a los eigenvalores distintos de cero. Las transformaciones
correspondientes son unitarias y están dadas por

G
(m1,0)+
W = cα1G̃

(m1,0)+
W + sα1W̃

(m1,0)+
5 , (3.53)

W
(m1,0)+
5 = −isα1G̃

(m1,0)+
W + icα1W̃

(m1,0)+
5 , (3.54)

G
(0,m2)+
W = cα2G̃

(0,m2)+
W + sα2W̃

(0,m2)+
6 , (3.55)

W
(0,m2)+
6 = −isα2G̃

(0,m2)+
W + icα2W̃

(0,m2)+
6 , (3.56)

G
(m1,m2)+
W = cα3G̃

(m1,m2)+
W + sα3

˜̃W
(m1,m2)+
6 , (3.57)

W̃
(m1,m2)+
6 = −isα3G̃

(m1,m2)+
W + icα3

˜̃W
(m1,m2)+
6 , (3.58)

donde los ángulos de mezcla están dados por

tanα1 =
mW (0)

2πm1

R1

, (3.59)

tanα2 =
mW (0)

2πm2

R2

, (3.60)

tanα3 =
mW (0)

√

(2πm2

R2
)2 + (2πm2

R2
)2

. (3.61)

Las torres de campos (G̃
(m1,0)+
W , G̃

(0,m2)+
W , G̃

(m1,m2)+
W ) son f́ısicas, en tanto que las torres

(W̃
(m1,0)+
5 , W̃

(0,m2)+
6 , W̃

(m1,m2)+
6 ) representan pseudo-bosones de Goldstone. Todos estos campos, in-

cluyendo las torres f́ısicas (W
(m1,0)+
6 ,W

(0,m2)+
5 , W̃

(m1,m2)+
5 ), están asociadas al bosón de norma W . Algo
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enteramente similar ocurre para el bosón de norma Z. En la norma unitaria para las transformacio-

nes de norma de tipo no estándar [10, 11, 12], las torres de campos (W̃
(m1,0)+
5 , W̃

(0,m2)+
6 , W̃

(m1,m2)+
6 )

simplemente desaparecen de la teoŕıa.
Los resultados anteriores nos muestran que asociadas a las torres de los campos W y Z, existe, en

el caso analizado de n = 2, dos torres correspondientes de campos escalares con exactamente la misma
masa. Para el caso de n = 1 sólo existe una torre asociada, la cual surge del doblete de Higgs [10].

Recapitulando, en el caso de una n arbitraria, existen 2n − 1 torres de KK asociadas a cada campo

vectorial: A
(m1,0··· ,0)a
µ , · · · , A(m1,m2··· ,mn)a

µ y n(2n − 1) torres asociadas con los n campos escalares que
aparecen en el sector de Yang-Mills, además de 2n− 1 que emergen del doblete de Higgs. En el sector de
Yang-Mills, surgirán mezclas entre miembros de diferentes torres que tengan ı́ndices de Fourier comunes,
pero, en principio, siempre será posible desacoplarlos, de tal suerte que al final se tendrá (n− 1)(2n − 1)
torres de campos con masa, y 2n−1 torres de campos sin masa. Para teoŕıas sin rompimiento espontáneo de
la simetŕıa, las primeras torres son f́ısicas y las segundas corresponden a los pseudo-bosones de Goldstone
asociados con las torres de campos de norma. Este es el caso de QCD y QED. En el caso electrodébil,
como ya hemos visto, el sector de Higgs genera nuevas mezclas. En este caso, las 2n− 1 torres de campos
sin masa se mezclan con las 2n−1 torres que aparecen del doblete de Higgs. En contraste, las (n−1)(2n−1)
torres que reciben masa en el sector de Yang-Mills no se mezclan con dichas torres, pero reciben una
corrección diagonal a su masa. Cuando se desacoplan estas mezclas, lo cual es relativamente simple, se
obtienen 2n−1 torres de campos escalares de masa nula, los cuales se identifican con los pseudo-bosones de
Goldstone asociados con las torres de campos de norma. Las otras 2n−1 torres tienen masa exactamente
igual a las (n−1)(2n−1) torres, la cual es justamente la masa de las torres del campo de norma. Entonces,
al final, en una teoŕıa con n dimensiones espaciales extra, cada campo de norma tiene asociado n campos
escalares si la simetŕıa está rota espontánemanete, como es el caso de la interacción electrodébil, y n− 1
si el campo de norma no tiene masa. En el caso que nos ocupa, el bosón de Higgs se acoplará a las torres
de n campos escalares, pero el acoplamiento no será el mismo para uno de tales campos, a saber, para el
campo que surge del doblete de Higgs, ya que dicho acoplamiento es dictado por el potencial de Higgs,
mientras que el acoplamiento a los n− 1 restantes, los cuales vienen del sector de Yang-Mills, surge de la
parte cinética del sector de Higgs. A continuación presentaremos una breve descripción del potencial de
Higgs.

3.4. El Potencial de Higgs

Un vez realizada la integración sobre las coordenadas compactas, el potencial de Higgs en 4 dimen-
siones tiene la forma

V4 = V0 + Vn , (3.62)

done V0 es el potencial estándar dado por

V0 = µ2
(

Φ(0,··· ,0)†Φ(0,··· ,0)
)

+ λ
(

Φ(0,··· ,0)†Φ(0,··· ,0)
)2

, (3.63)

con las constantes dimensionales y adimensionales relacionadas por λ4+n = (R1 · · ·Rn)λ. Por otra parte,
el potencial efectivo Vn está dado por

Vn =
[

µ2 + 2λ
(

Φ(0)†Φ(0)
)](

Φ(m)†Φ(m)
)

+ λ
(

Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)
)(

Φ(0)†Φ(m) + Φ(m)†Φ(0)
)

+ 2λ∆(m)(k)(r)
(

Φ(k)†Φ(r)
)(

Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)
)

+ λ∆(m)(k)(r)(s)
(

Φ(m)†Φ(k)
)(

Φ(r)†Φ(s)
)

, (3.64)

donde el śımbolo ∆m1···mnk1···knr1···rns1···sn es definido en la referencia [12]. Note que usando el hecho
de que µ2 = −λv2, se da una cancelación exacta en el primer término, de tal manera que no se genera
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un término de masa para la torre de excitaciones cargadas G
(m)±
W , lo cual es necesario debido a que la

contribución a las masas de esta torre proporcional a la escala de Fermi emerge del sector cinético después
de realizar la diagonalización que define a los pseudo-bosones de Goldstone. Esto en contraste con las
torres asociadas al bosón de Higgs H(m), cuyas masas no reciben contribución proporcional a la escala de
Fermi en ese sector. Sin embargo, esta contribución surge del segundo término de Vn, justamente dada
por mH(0) de tal suerte que se obtiene las masas para estas torres dadas por la ecuación (3.46). Note que

este mismo término no genera masa para las torres de G
(m)
Z , como debe ser, ya que la corrección a estas

masas ocurre en el sector cinético, también mediante la diagonalización que conduce a los pseudo-bosones

de Goldstone asociados con las torres de Z
(m)
µ .

3.5. Mezclas bilineales

Está sección está dedicada a estudiar el mecanismo mediante el cual ocurre la cancelación exacta entre
los términos dados por las ecuaciones (3.23) y (3.42). Dado que dicha cancelación no es en modo alguno
trivial, se ilustra cómo es que esto ocurre para el caso especial de n = 2. Se estudia la cancelación de los
términos bilineales, lo cual implica la cancelación del término completo dado por la ecuaciones (3.23) y
(3.42).

Un cálculo directo permite expresar la expresión dada por la ecuación (3.24) en la forma

Ln=2
WW̄ =

(
2πm1

R1

)(

W (m1,0)+µ∂µW
(m1,0)−
5 +W (m1,m2)+µ∂µW

(m1,m2)−
5 + h. c.

)

+

(
2πm2

R2

)(

W (0,m2)+µ∂µW
(0,m2)−
6 +W (m1,m2)+µ∂µW

(m1,m2)−
6 + h. c.

)

. (3.65)

Ahora, después de usar la rotación ortogonal dada en (3.47) para desacoplar los dos escalares con doble
ı́ndice de Fourier, uno encuentra una mezcla que involucra sólo escalares de masa nula,

Ln=2
WW̄ =

(
2πm1

R1

)

W (m1,0)+µ∂µW
(m1,0)−
5 +

(
2πm2

R2

)

W (0,m2)+µ∂µW
(0,m2)−
6

+

√
(
2πm1

R1

)2

+

(
2πm2

R2

)2

W (m1,m2)+µ∂µW̃
(m1,m2)−
6 + h. c. (3.66)

Ahora, usando las transformaciones unitarias dadas por las ecuaciones (3.53,3.55,3.57) que nos permiten
pasar a campos eigenestados de masa y pseudo-bosones de Goldstone, se tiene

Ln=2
WW̄ = −imW (0)

{

W (m1,0)−µ





√

m2
W (m1,0) −m2

W (0)

mW (m1,0)

∂µG̃
(m1,0)+
W − mW (0)

mW (m1 ,0)

∂µW̃
(m1,0)+
5





+W (0,m2)−µ





√

m2
W (0,m2) −m2

W (0)

mW (0,m2)

∂µG̃
(0,m2)+
W − mW (0)

mW (0,m2)

∂µW̃
(0,m2)+
6





+W (m1,m2)−µ





√

m2
W (m1,m2) −m2

W (0)

mW (m1 ,m2)

∂µG̃
(m1,m2)+
W − mW (0)

mW (m1,m2)

∂µ
˜̃W

(m1,m2)+
6





}

+h. c. (3.67)

Observe que las torres W̃
(m1,0)+
5 , W̃

(0,m2)+
6 y ˜̃W

(m1,m2)+
6 representan pseudo-bosones de Goldstone, los

cuales desaparecen en la norma unitaria. Si denotamos a las torres de escalares f́ısicos que surgen del
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sector de Higgs, esto es, G̃
(m1,0)±
W , G̃

(0,m2)±
W y G̃

(m1,m2)±
W por el śımbolo H(m)± y a los pseudo-bosones

de Goldstone por G(m)±, podemos sintetizar la expresión anterior en

Ln=2
WW̄ = −i mW (0)

mW (m)

W (m)−µ
[√

m2
W (m) −m2

W (0)∂µH
(m)+ −mW (0)∂µG

(m)+
]

+ h. c. (3.68)

De hecho, esta expresión es válida para todo n. A partir de este resultado, uno puede ver que la trans-
formación de la ecuación (3.23) está dada por

LWW̄ = −i mW (0)

mW (m)

W (m)−µ
[√

m2
W (m) −m2

W (0)D
(0)e
µ H(m)+ −mW (0)D(0)e

µ G(m)+
]

+ h. c. (3.69)

Por otra parte, un análisis de la ecuación (3.42) conduce al resultado

LWGW
= +i

mW (0)

mW (m)

W (m)−µ
[√

m2
W (m) −m2

W (0)D
(0)e
µ H(m)+ −mW (0)D(0)e

µ G(m)+
]

+ h. c. , (3.70)

de tal suerte que
LWW̄ + LWGW

= 0 . (3.71)

La conclusión más importante de este resultado es que no existen mezclas bilineales W (m)±H(m)∓ ni los
acoplamientos electromagnéticos W (m)±H(m)∓A(0). Este hecho conduce a importantes simplificaciones
en los cálculos para el decaimiento H → γγ.

3.6. Acoplamientos del bosón de Higgs a bosones cargados

En esta sección, se presenta un resumen de los acoplamientos del bosón de Higgs a pares de bosones
de norma y escalares cargados que contribuyen al decaimiento H → γγ.

De las expresiones para los términos (DµΦ)
(0)†(DµΦ)(0) y (DµΦ)

(m)†(DµΦ)(m) se desprende que el
acoplamiento del bosón de Higgs a pares de bosones W y sus excitaciones de KK están dados por

LHWW = gmW (0)H(0)
(

W (0)−
µ W (0)+µ +W (m)−

µ W (m)+µ
)

. (3.72)

Note que el acoplamiento del bosón de Higgs a los pares W (0)−W (0) y W (m)−W (m)+ son idénticos.
Este hecho conduce a enormes simplificaciones en las contribuciones del bosón W y sus excitaciones
al decaimiento H → γγ. En efecto, basta con usar el resultado bien conocido del ME para obtener la
expresión de todas las torres de KK del bosón de norma W .

Pero la contribución del bosón W no sólo se da a través de las torres de KK asociadas al campo vec-
torial, sino también por medio de las torres de los n escalares. A partir del término (Dµ̄Φ)

(m)†(Dµ̄Φ)(m),
uno encuentra que el acoplamiento de H(0) a las torres de KK de los n − 1 escalares que no se mezclan
con las torres de los escalares asociadas al doblete de Higgs, es dado por

LHW̄W̄ = −gmW (0)H(0)W
(m)−
µ̂ W

(m)+
µ̂ , (3.73)

donde µ̂ = 1, 2, · · · , n − 1 es un ı́ndice de conteo, no de covariancia. Note la similitud del acoplamiento
con el dado por la ecuación (3.72). El acoplamiento del bosón de Higgs con las torres de KK asociadas
con el escalar H(m)± surge del potencial de Higgs. Dicho acoplamiento está dado por

LHH(m)−H(m)+ = − gm2
H(0)

2m2
W (0)

(
m2

W (m) −m2
W (0)

m2
W (m)

)

H(0)H(m)−H(m)+ (3.74)
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Caṕıtulo 4

Efectos del bosón W al decaimiento
H → γγ en dimensiones extra

En este caṕıtulo se estudia la contribución del bosón de norma W al decaimiento H → γγ en el
contexto del ME formulado en un espacio-tiempo plano que contiene un número arbitrario n de dimen-
siones extra. Como ya se discutió ampliamente en el caṕıtulo 3, en 4 + n dimensiones la part́ıcula W
es descrita por una representación vectorial W±

M (x, x̄) del grupo SO(1, 3 + n), el cual, con el propósito
de implementar un esquema de compactificación de las dimensiones extra, debe mapearse en una repre-
sentación vectorial, W±

µ (x, x̄), y n representaciones escalares, W±
µ̄ (x, x̄), del grupo estándar de Lorentz

SO(1, 3). El proceso de compactificación, el cual comprende la integración de las coordenadas compactas,
implica un rompimiento expĺıcito del grupo de las traslaciones asociado con el grupo de Poincaré exten-
dido ISO(1, 3 + n) al grupo de las traslaciones del grupo estándar ISO(1, 3). Este proceso se realiza a
tráves de un mapeo dado por series multiples de Fourier, en el cual, los campos W±

µ (x, x̄) y W±
µ̄ (x, x̄)

son mapeados en torres de KK, esto es, W±
µ (x, x̄) 7→ (W

(0)±
µ (x), W

(m)±
µ (x)) y W±

µ̄ (x, x̄) 7→ (W
(m)±
µ̄ (x)).

A continuación se presentan por separado las contribuciones vectoriales y escalares al proceso H → γγ.

4.1. Contribución vectorial

La contribución de un lazo de las torres de KK vectoriales , W
(m)±
µ (x), al decaimiento del bosón de

Higgs en dos fotones ocurre a través de los diagramas mostrados en la Fig.4.1. Como se enfatizó en el
caṕıtulo 3, los acoplamientos H(0)W (m)−W (m)+, A(0)W (m)−W (m)+ y A(0)A(0)W (m)−W (m)+ son idénti-
cos a los correspondientes vértices del ME. En consecuencia, la diferencia entre esta amplitud y la ge-
nerada por el ME surge no de la dinámica (vértices), sino de los propagadores. En la norma unitaria, el
propagador asociado con las torres vectoriales de KK del bosón W , está dado por

−i
k2 −m2

W (m)

(

gαβ − kαkβ

m2
W (m)

)

. (4.1)

De estos hechos se desprende que el cálculo de esta amplitud se simplifique si se usan los resultados
obtenidos en el caṕıtulo 2 para el caso del ME, el cual, en esta extensión de la teoŕıa, corresponde al
modo zero de FourierW (0)±. Entonces, podemos usar el programa en FeynCalc que se diseñó para calcular
la contribución del ME para calcular la contribución de las torres de KK mediante el simple reemplazo
de la masa mW (0) por la masa mW (m) . Pero en realidad, ni siquiera esto es necesario, ya que podemos

derivar la amplitud A(m)
1 del modelo en dimensiones extra directamente de la amplitud del ME A(0)

1 . En
efecto, la nueva amplitud esta hecha de las siguientes piezas:

Un factor mW (0) , el cual viene del vértice H(0)W (m)−W (m)+.
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CAPÍTULO 4. EFECTOS DEL BOSÓN W AL DECAIMIENTO H → γγ EN
DIMENSIONES EXTRA

4.2. CONTRIBUCIÓN ESCALAR

Un factor m2
H(0)/m

2
W (m) que multiplica a la amplitud que en el caṕıtulo 2 denotamos con A1. Esta

amplitud, la cual denotaremos por A(m)
1 , tiene la misma forma funcional de la que fue derivada en

ese caṕıtulo, la cual ahora denotaremos por A(0)
1 , sólo que la primera es función de

τW (m) =
4m2

W (m)

m2
H(0)

, (4.2)

mientras que la segunda es función de

τW (0) =
4m2

W (0)

m2
H(0)

. (4.3)

El producto de los factores mW (0) y m2
H(0)/m

2
W (m) puede escribirse como

mW (0)

m2
H(0)

m2
W (m)

=

(
m2

H(0)

mW (0)

)(
τW (0)

τW (m)

)

, (4.4)

donde el primer factor es común a ambas amplitudes, A(0)
1 (τW (0)) y A(m)

1 (τW (m)) .

Entonces, aparte de un factor global
−igαm2

H(0)

4πm
W (0)

, común a ambos tipos de contribuciones, la amplitud que

describe las contribuciones de las torres vectoriales de KK asociadas a la part́ıcula W se puede escribir
como

A1 = A(0)
1 +

∑

(m)

(
τW (0)

τW (m)

)

A(m)
1 , (4.5)

donde se ha incluido la contribución del modo zero o contribución del ME.

W (m)
H(0)

A
(0)
µ (k1)

A
(0)
ν (k2)

(1)

W (m)+
H(0)

A
(0)
ν (k2)

A
(0)
µ (k1)

(2)

Figura 4.1: Contribución de torres de KK vectoriales del bosón W al decaimiento H → γγ en la norma unitaria.

H(0)

+

A
(0)
µ (k1)

A
(0)
ν (k2)

W (m)

(3)

4.2. Contribución escalar

La contribución de las torres escalares de KK asociadas con la part́ıcula W al decaimiento H → γγ
ocurren a través de los diagramas mostrados en la Fig.4.2. En el caṕıtulo 3 se discutió con amplitud
el número de escalares asociados con el bosón W , aśı como la estructura de sus acoplamientos con el
bosón de Higgs. Recordemos que existen n torres de escalares asociadas con el bosón W , de las cuales,
n − 1 se acoplan al bosón de Higgs proporcionalmente a −gmW (0) y que la torres restante se acopla de
proporcionalmente a

− gm2
H(0)

2mW (0)

m2
W (m) −m2

W (0)

m2
W (m)

. (4.6)
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Las funciones vértice correspondientes se obtienen simplemente multiplicando estos coeficientes por un
factor de i. Por otra parte, los acoplamientos de dos escalares con uno y dos fotones surgen de electro-
dinámica escalar. También es importante recordar que todas estas torres escalares tienen la misma masa,
la cual es idéntica a la masa de las torres vectoriales. Esto da lugar a enormes simplificaciones en los
cálculos. Nótese también que la diferencia entre los acoplamientos de estas torres con el bosón de Higgs
tiene que ver con el hecho de que las n − 1 torres tienen su origen en el sector de Yang-Mills, mientras
que la torre restante aparece en el sector de Higgs, es decir, está asociada a la componente longitudinal
del bosón W . Dado que la única diferencia en las diversas amplitudes que generan estas torres a través de
los diagramas de la Fig.4.2 tiene que ver con este vértice, en pasos intermedios del cálculo usaremos una
función vértice genérica para el acoplamiento del bosón de Higgs a un par de escalares dada por −igm.

La amplitud que emerge de los diagramas dados en la Fig.4.2 se puede escribir como

M = −ge2Γ0
µνǫ

µ∗(k1, λ1)ǫ
ν∗(k2, λ2) , (4.7)

donde

Γ0
µν = −m

∫
d4k

(2π)4

(

N1
µν

∆1
+

N2
µν

∆2
+

N3
µν

∆3

)

, (4.8)

donde aún no se ha tomado en cuenta la suma sobre las torres de KK. En esta expresión

N1
µν = 4kµ(k − k1)ν , (4.9)

N2
µν = 4kν(k − k2)µ , (4.10)

N3
µν = −2gµν . (4.11)

Los denominadores ∆i que aprecen aqúı son los mismos dados en el caṕıtulo 2 pero con la masa mW

reemplazada por la masa de las torres mW (m) . Procediendo de la misma manera que en el cálculo del
ME, esto es, haciendo el cambio de variable k → −k + k1 + k2 en los diagramas segundo y tercero, uno
obtiene la expresión más simple

Γ0
µν = −m

∫
d4k

(2π)4
Nµν

∆
, (4.12)

donde

Nµν = 2
[
4kµ(k − k1)ν − [(k − k1)

2 −m2
W (m) ]gµν

]
. (4.13)

Usando FeynCalc, se obtiene

Γ0
µν =

i

(4π)2
4m
(
1 + 2m2

W (m)C0

)
Pµν , (4.14)

donde C0 = C0(0, 0,m
2
H ,m2

W (m) ,m
2
W (m) ,m

2
W (m)) es la función esclar de Passarino-Veltman que ya hemos

encontrado en el caṕıtulo 2, sólo que ahora depende de las masas de los modos de KK, cuya solución, en
este caso, es

C0 = − 2

m2
H(0)

f (τW (m)) . (4.15)

Entonces, usando este resultado, se obtiene, salvo el factor global
−igαm2

H(0)

4πm
W (0)

, la siguiente espresión para

la amplitud asociada con las torres de escalares

Â(m)
0 =

4mmW (0)

m2
H(0)

A(m)
0 (4.16)

donde

A(m)
0 = [1− τW (m) f (τW (m))] . (4.17)
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Ahora, tomando en cuenta que hay n−1 torres conm = mW (0) y una torre conm =
m2

H(0)

2m
W (0)

m2

W (m)−m2

W (0)

m2

W (m)

,

podemos escribir la contribución total de las n torres escalares de KK como

A0 =
∑

(m)

[

(n− 1)τW (0) + 2

(

1− τW (0)

τW (m)

)]

A(m)
0 . (4.18)

S(m)
H(0)

A
(0)
µ (k1)

A
(0)
ν (k2)

(1)

S(m)+
H(0)

A
(0)
ν (k2)

A
(0)
µ (k1)

(2)

Figura 4.2: Contribución de torres de KK escalares del bosón W al decaimiento H → γγ en la norma unitaria.

H(0)

+

A
(0)
µ (k1)

A
(0)
ν (k2)

S(m)

(3)

4.3. Propiedades de la amplitud

La contribución del bosón W al decaimiento H → γγ en 4 + n dimensiones está dada por la suma de
las amplitudes parciales generadas por las torres vectoriales de KK, A1, y las torres escalares, A0,

AW = A1 +A0 , (4.19)

esto es,

AW = A0 +
∑

(m)

{
τW (0)

τW (m)

A(m)
1 +

[

(n− 1)τW (0) + 2

(

1− τW (0)

τW (m)

)]

A(m)
0

}

. (4.20)

Esta amplitud debe satisfacer ciertos requerimientos de consistencia para que sea f́ısicamente acepta-
ble. En primer lugar, debe existir desacoplo, esto es, la amplitud debe reducirse a la amplitud que predice
el ME (A0) en el ĺımite cuando el tamaño de la variedad compacta tiende a cero. Esto es equivalente a
que AW → A0 cuando τW (m) → ∞. Analicemos en forma separada el ĺımite de cada tipo de amplitud
parcial. Note primero que

ĺım
τ
W (m)→∞

A(m)
1 = 7 , (4.21)

aśı que

ĺım
τ
W (m)→∞

τW (0)

τW (m)

A(m)
1 = 0 , (4.22)

lo cual muestra que los efectos de las torres vectoriales se desacoplan. El hecho de que el acoplamiento
H(0)W (m)−W (m)+ sea aproporcional a mW (0) y no a mW (m) es crucial para que exista el desacoplo.

En lo que respecta a la amplitud asociada con las torres de escalares, note que

ĺım
τ
W(m)→∞

τW (m)f (τW (m)) = 1 , (4.23)

de tal suerte que

ĺım
τ
W (m)→∞

A(m)
0 = 0 . (4.24)
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En este resultado también juega un papel crucial el hecho de que los campos escalares se acoplan al bosón
de Higgs de manera proporcional a la escala de Fermi y no a la escala de compactificación. Por lo tanto,
los efectos de dimensiones extra se desacoplan en el ĺımite en que la escala de compactificación es muy
grande comparada con la escala de Fermi,

ĺım
τ
W (m)→∞

AW = A . (4.25)

Otro aspecto relevante en los resultados que hemos obtenido es que las integrales del espacio de
momentos asociadas con las dimensiones infinitas estándar no conducen a divergencias de tipo ultravioleta.
Este buen comportamiento se debe al hecho de que todos los acoplamientos que interivienen tienen
dimensión canónica que respetan el criterio de renormalización de Dyson, esto es, son de dimensión 4.
Dado que la teoŕıa original no es renormalizable debido a que contiene constantes de acoplamiento con
dimensiones, estos efectos deben surgir como consecuencia de la existencia de dimensiones extra. Dado
que estas dimensiones son compactas, en lugar de tener integrales, como ocurre para las 4 dimensiones
infinitas, debemos tener sumas discretas, ya que una part́ıcula moviéndose en una dimensión compacta
tiene un momento que está cuantizado en esas direcciones. Aśı, si el bosón de norma W se propaga en
4 + n dimensiones debe tener un momento dado por PM = (pµ, p̄µ̄), donde pµ es el 4-momento usual y
p̄µ̄ representa a las componentes del momento de la part́ıcula a lo largo de las dimensiones extra. Pero
dado que estas dimensiones son compactas, estas componentes del momento están cuantizadas, esto es,

p̄µ̄ =

(
2πm1

R1
+ · · ·+ 2πmn

Rn

)

, (4.26)

lo cual surge de demandar que las soluciones de campo libre, cuya dependencia sobre el espacio-tiempo es
dada a través de una onda plana, satisfagan condiciones de frontera en lo que respecta a las coordenadas
compactas. Ahora, de acuerdo con el grupo de Lorentz extendido SO(1, 3+n) debe cumplirse la relación
de capa de masa

PMPM = m2
W (0) , (4.27)

la cual, desde el punto de vista del grupo de Lorentz estándar, toma la forma

pµp
µ = −p̄µ̄p̄µ̄ +m2

W (0) , (4.28)

esto es,

p2 =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

+m2
W (0)

= m2
W (m) . (4.29)

Entonces, en la teoŕıa efectiva 4-dimensional tenemos torres de KK de campos a los cuales asociamos
masas efectivas dadas por esta relación. Como consecuencia del carácter discreto de los momentos a lo
largo de las dimensiones compactas, las divergencias de la teoŕıa no surgen de las sumas continuas, sino
de las sumas discretas sobre sobre estas componentes del momento. Con el fin de simplificar estas sumas

divergentes, hagamos un desarrollo en serie de las funciones A(m)
1 y A(m)

0 a primer orden en 1/τW (m) .
Una vez hechos estos desarrollos, se obtiene

AW = A0 +
∑

(m)

(

7− n− 1

3
− 2

3τW (0)

)
τW (0)

τW (m)

= A0 +
∑

(m)

(

7− n− 1

3
− 1

6

m2
H(0)

m2
W (0)

)
m2

W (0)

m2
W (m)

, (4.30)

esto es,

AW = A0 +

(

7− n− 1

3
− 1

6

m2
H(0)

m2
W (0)

)
∑

(m)

m2
W (0)

k2(m) +m2
W (0)

, (4.31)
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donde hemos introducido una notación más sugestiva para el cuadrado del momento discreto sobre el
cual debe sumarse,

k2(m) =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

. (4.32)

Existen n sumas simples cuando se considera sólo una compomente del momento discreto a la vez:

∞∑

m1=1

m2
W (0)

k2m1
+m2

W (0)

+ · · ·+
∞∑

mn=1

m2
W (0)

k2mn
+m2

W (0)

. (4.33)

Estas sumas son convergentes a un valor finito de la función zeta de Riemann. Pero también existen
n(n−1)

2 sumas dobles que surgen de considerar todas las posibles formas de tener un momento con sólo
dos componentes discretas distintas de cero,

∞∑

m2=1

∞∑

m1=1

m2
W (0)

k2m1
+ k2m2

+m2
W (0)

+ · · ·+
∞∑

mi=1

∞∑

mj=1

m2
W (0)

k2mi
+ k2mj

+m2
W (0)

+ · · · , (4.34)

n(n−1)(n−2)
3! sumas de multiplicidad 3, etc., concluyendo con una suma de multiplicidad n que corresponde

a una situación en que el momento tiene componentes a lo largo de todas las direcciones compactas,

∞∑

m1=1

∞∑

m2=1

· · ·
∞∑

mn=1

m2
W (0)

k2m1
+ k2m2

+ · · ·+ k2mn
+m2

W (0)

. (4.35)

Resulta que, con la excepción de las n sumas simples, el resto de sumas es divergente. A mayor multipli-
cidad de la suma, más alto es el grado de divergencia. Ahora bien, la existencia de divergencias en una
teoŕıa efectiva es natural, aśı que lo que debe de establecerse de manera no ambigua es la forma en que
serán definidas las observables. Dado que la acción efectiva contiene todos las interacciones posibles que
permiten los grupos de simetŕıa, la cancelación de infinitos no constituye un problema, ya que siempre
estará disponible el contratérmino necesario. El problema técnico radica en la introducción de un esquema
de regularización que nos permita la minipulación algebraica de estas cantidades. Dado que hasta nuestro
conocimiento no existe en la literatura resultados al respecto, actualmente se trabaja en el desarrollo [13]
de un esquema de regularización apropiado para este tipo de cantidades divergentes. Es por esta razón
que en esta tesis no se concluye con un análisis completo de estas amplitudes.
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Caṕıtulo 5

Conclusiones y perspectivas

En esta tesis, se ha presentado un estudio de la contribución de un lazo del bosón de norma W
al decaimiento H → γγ, en el contexto del Modelo Estándar con n dimensiones extra compactas. Las
aportaciones de este trabajo se pueden agrupar en dos apartados, uno que se refiere a la estructura del
sector bosónico del Modelo Estándar con n dimensiones extra y otro concerniente a la corrección radiativa
del bosón de norma W a la amplitud del decaimiento del bosón de Higgs en dos fotones.

En el ámbito del sector bosónico del modelo, se exploraron los siguientes aspectos sobre su consistencia
interna:

Se mostró que la part́ıcula W , propagándose en 4 + n dimensiones, es descrita a nivel del espacio
estándar por un campo vectorial y n campos escalares, con sus respectivas torres de Kaluza-Klein.
Se encontró que todas estas torres tienen el mismo espectro de masas, dado por

m2
W (m) =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

+m2
W (0) (5.1)

Se mostró que existe justo el número necesario de campos escalares sin masa o pseudo-bosones de

Goldstone que requieren las torres vectoriales de KK W
(m)±
µ y Z

(m)
µ .

Se encontró que las masas de las torres de KK asociadas con el bosón de Higgs son de la forma

m2
H(m) =

(
2πm1

R1

)2

+ · · ·+
(
2πmn

Rn

)2

+m2
H(0) . (5.2)

Se determinaron todos los acoplamientos necesarios para calcular la contribución de un lazo de
todas las torres de KK asociadas con el bosón W al decaimiento H → γγ.

En lo que respecta a la corrección radiativa inducida por el bosón W a la amplitud del decaimiento
H → γγ, los resultados más relevantes son:

Se encontró que las diversas torres de KK asociadas con el bosón W se acoplan al bosón de Higgs de
la misma forma que en el Modelo Estándar. La amplitud depende de la escala de compactificación
sólo a través de los propagadores de las excitaciones de KK. Como consecuencia, las amplitudes que

generan las torres vectoriales W
(m)±
µ tienen la misma forma funcional que la que se genera en la

teoŕıa estándar. En lo que respecta a las amplitudes generadas por las n torres de KK asociadas al
W , éstas no tienen contraparte en la teoŕıa estándar, pero son bien comportadas y, al igual que las
funciones asociadas con las torres vectoriales, no tienen divergencias ultravioletas en lo que respecta
a las 4 dimensiones estándar. Las divergencias surgen de las sumas discretas a partir de n = 2.
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Se demostró que los efectos de nueva f́ısica se desacoplan en el ĺımite en el que el tamaño de la
variedad compacta es muy pequeño.

Se mostró con cierto grado de detalle el tipo de sumas que aparecen y se dio una interpretación
de las mismas en términos de la cinemática del bosón de norma W propagándose en dimensiones
compactas.

En cuanto a las perspectivas de este trabajo, se tiene contemplado realizar un estudio completo del
decaimiento H → γγ, el cual comprende el cálculo de las contribuciones de leptones cargados y quarks,
aśı como la introducción de un esquema de regularización apropiado para las sumas discretas divergentes.
El objetivo del trabajo es investigar la sensibilidad de este decaimiento no sólo al tamaño de la variedad
compacta, sino también a su dimensión.
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Apéndice A

Reglas de Feynman

A.1. Reglas de Feynman para H → γγ, sector fermiónico

A continuación escribimos las reglas de Feynman [24] las cuales son herramientas requeridas para
realizar nuestros calculos.

Los vértices en el sector fermiónico están dados por las siguientes expresiones,

H

f

f̄

= −i (gmf )
2mW

Aµ

f f̄

= ieQfγµ

A.1.1. Reglas de Feynman sector bosónico

Los vértices del sector bosónico en la norma unitaria que intervienen en el decaimiento son:

W+
α

W−
β

H
= −igmWgαβ
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APÉNDICE A. REGLAS DE FEYNMAN
A.1. REGLAS DE FEYNMAN PARA H → γγ, SECTOR FERMIÓNICO

W+
α (k3)

W−
ρ (k2)

Aµ(k1)
= −ie((k1 − k2)µ gαρ + (k2 − k3)α gρµ + (k3 − k1)ρ gαµ)

W+
α

W−
ρ

Aν

Aµ

= −2g2s2W (gαρgµν − gαµgρν − gανgρµ)

A.1.2. Reglas de Feynman para escalares

Escribimos las siguientes reglas en las que se involucran part́ıculas escalares

S+

S−

Aν

Aµ

= 2ig2s2W gµν

S+(k2)

S−(k1)

Aµ
= −ie2(k1 − k2)µ

S+(k2)

S−(k1)

H
= −igmW
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Apéndice B

Código latex para las ecuaciones
(2.13) y (2.35)

En esta sección se muestra parte del código que se utilizo para la obtención de las ecuación (2.13)
para el sector fermiónico.
<< HighEnergyPhysics‘FeynCalc‘
Pair[Momentum[k1], Momentum[k1]] = 0;
Pair[Momentum[k2], Momentum[k2]] = 0;

Pair[Momentum[k1], Momentum[k2]] =mH2

2 ;
Pair[LorentzIndex[µ], Momentum[k1]] = 0;
Pair[LorentzIndex[ν], Momentum[k2]] = 0;
numerador1 = Calc[Tr[GA[µ].(GS[k]+mf).(GS[k-k1-k2]+mf).GA[ν].(GS[k-k1]+mf)]] // FCI;
denominator1 = FAD[k,mf,k-k1,mf,k-k1-k2,mf] // FCI;
integrando1 = numerador1 denominator1;
% // Expand // Length
Variables[integrando1]
numerador2 = Calc[Tr[GA[ν].(GS[k]+mf).(GS[k-k1-k2]+mf).GA[µ].(GS[k-k2]+mf)]] // FCE;
denominator2 = FAD[k,mf,k-k2,mf,k-k1-k2, mf] // FCI ;
integrando2 = numerador2 denominator2;
% // Expand // Length
Variables[integrando2]
lazo1 = OneLoop[k, (1/(I ∗ (Pi)2)) ∗ integrando1] // PaVeReduce // FullSimplify
% // Expand // Length
Variables[lazo1];
lazo2 = OneLoop[k, (1/(I ∗ (Pi)2)) ∗ integrando2] // PaVeReduce // FullSimplify
% // Expand // Length
Variables[lazo2];
amplitud = lazo1 + lazo2
% // Expand // Length
Variables[amplitud]

Aqúı mostramos el código con el cual se obtiene la ecuación (2.35)
<< HighEnergyPhysics‘FeynCalc‘
Pair[Momentum[k1], Momentum[k1]] = 0;
Pair[Momentum[k2], Momentum[k2]] = 0;

Pair[Momentum[k1], Momentum[k2]] =mH2

2 ;
Pair[LorentzIndex[µ], Momentum[k1]] = 0;
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APÉNDICE B. CÓDIGO LATEX PARA LAS ECUACIONES (2.13) Y (2.35)

Pair[LorentzIndex[ν], Momentum[k2]] = 0;
numerador1=Contract[((FV[(k1-2*k),µ]*MT[λ,ρ])+(FV[-2*k1+k,λ]*MT[ρ,µ])+(FV[k1+k,ρ]*MT[λ,µ])*(MT[λ,α]-
FV [k,λ]FV [k,α]

mW 2 )*MT[α,β]*(MT[β,η]-FV [k−k1−k2,β]FV [k−k1−k2,η]
mW 2 *((FV[(2*k1)-

(2*k)+k2,ν]*MT[η,ξ])+(FV[k-k1-2*k2,ξ]*MT[η,ν]) +(FV[k-k1+k2,η]*MT[ξ, ν]))*(MT[ξ,ρ]-
FV [k−k1,ξ]FV [k−k1,ρ]

mW 2 )]// FCI;
denominator1 = FAD[k, mW,k-k1,mW,k-k1-k2,mW] // FCI;
integrando1 = numerador1 denominator1;
% // Expand // Length
Variables[integrando1]
El numerador 2 resulta al intercambiar p1 por p2 y µ por ν

numerador3=Contract[MT[α,β]*(MT[β,ρ]-FV [k−k1−k2,β]FV [k−k1−k2,ρ]
mW 2 )*(2*MT[µ,ν]*MT[λ,ρ]-

MT[µ,ρ]*MT[ν,λ]-MT[µ,λ]*MT[ν,ρ])*(MT[α,λ]-FV [k,α]FV [k,λ]
mW 2 )]//FCI;

denominator3 = FAD[k,mW,k-k1-k2,mW] // FCI;
integrando3 = numerador3 denominator3;
% // Expand // Length
Variables[integrando3]
lazo1=OneLoop[k, 1

(I∗(Pi)2)*integrando1] // PaVeReduce // FullSimplify

% // Expand // Length
Variables[lazo1];
lazo2=OneLoop[k, 1

(I∗(Pi)2)*integrando2] // PaVeReduce// FullSimplify

% // Expand // Length
Variables[lazo2];
lazo3=OneLoop[k, 1

(I∗(Pi)2)*integrando3] // PaVeReduce // FullSimplify

% // Expand // Length
Variables[lazo3];
amplitud=lazo1+lazo2-lazo3 // Simplify
% // Expand // Length
Variables[amplitud]
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Apéndice C

Objetos Covariantes

En este apéndice se presentan expresiones para los objetos covariantes que definen la parte cinética

del sector Higgs en términos de los campos eigenestados de masa. En la norma unitaria (G
(0)±
W = 0 y

G
(0)
Z = 0), se tiene

(DµΦ)
(0) =

(
0

∂µH
(0)

√
2

)

− ig

2

(

v +H(0)
)
(

W
(0)+
µ

− 1√
2cW

Z
(0)
µ

)

− ig√
2

(
1√
2

(

H(m) + iG
(m)
Z

)

W
(m)+
µ

G
(m)+
W W

(m)−
µ

)

− ig

2cW
Z(m)
µ

(

c2WG
(m)+
W

−H(m)+iG
(m)
Z√

2

)

−
(

ieA
(m)
µ G

(m)+
W

0

)

, (C.1)

donde c2W = c2W − s2W . Por otra parte, la forma expĺıcita del objeto (DµΦ)
(m) en términos de campos

eigenestados de masa está dada por

(DµΦ)
(m) =

(

∂µG
(m)+
W

∂µH
(m)+i∂µG

(m)
Z√

2

)

− ig

2cW
Z(0)
µ

(

c2WG
(m)+
W

−H(m)+iG
(m)
Z√

2

)

−
(

ieA
(0)
µ G

(m)+
W

0

)

− ig√
2

(
1√
2

(

H(m) + iG
(m)
Z

)

W
(0)+
µ

G
(m)+
W W

(0)−
µ

)

− ig

2

(

v +H(0)
)
(

W
(m)+
µ

− 1√
2cW

Z
(m)
µ

)

−∆(m)(k)(r)

{ ig√
2





(

H(r)+iG
(r)
Z√

2

)

W
(k)+
µ

G
(r)+
W W

(k)−
µ



− ig

2cW
Z(k)
µ

(

c2WG
(r)+
W

−H(r)+iG
(r)
Z√

2

)

−
(

ieA
(k)
µ G

(r)+
W

0

)}

. (C.2)

Finalmente,

(Dµ̄Φ)
(m) = −2π

(
m1δµ̄5
R1

+ · · ·+ mnδµ̄ 4+n

Rn

)(

G
(m)+
W

H(m)+iG
(m)
Z√

2

)

− ig

2

(

v +H(0)
)
(

W
(m)+
µ̄

− 1√
2cW

Z
(m)
µ̄

)

−∆′
(m)(k)(r)

{ ig√
2





(

H(r)+iG
(r)
Z√

2

)

W
(k)+
µ̄

+G
(r)+
W W

(k)−
µ̄



− ig

2cW
Z

(k)
µ̄

(

c2WG
(r)+
W

−H(r)+iG
(r)
Z√

2

)

(

−ieA(k)
µ̄ G

(r)+
W

0

)}

. (C.3)
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