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Resumen

El contenido de esta tesis se divide en dos partes.

En la primera parte se revisan los conceptos teoricos que conforman la teoria del Modelo
Estandar. Posteriormente se presenta una revisiéon de la correccién radiativa de orden de un lazo
al vértice sobre capa de masa W~ W ~. Dichas correcciones estan caracterizadas por los factores
de forma Ak y A, los cuales reciben contribuciones del sector de Yang-Mills, del sector cinético
de Higgs y de los sectores de corrientes leptonico y de quarks, esto es, reciben contribuciones de
todas las particulas conocidas. Se encuentran soluciones analiticas exactas para estos factores de
forma y se evaltian numéricamente usando los datos experimentales sobre las masas de las diversas
particulas y otros pardmetros fisicos. Se encuentra que la contribucién dominante viene del sector
de Yang-Mills, del quark top y del bosén de Higgs.

En la segunda parte se presenta una revision de la teoria pura de Yang-Mills SU(N) con
n dimensiones espaciales extras. Se discuten los conceptos de ocultamiento de una simetria,
transformaciones canonicas, invariancias de norma y compactificaciéon, los cuales son esenciales
para pasar de la teorfa gobernada por el grupo extendido ISO(1,3 + n) x SU(N, M**t") a
la teorfa efectiva gobernada por el grupo usual 1SO(1,3) x SU(N, M*). Con el conocimiento
adquirido, se ilustran las técnicas de correcciones radiativas en dimensiones extras mediante el
célculo de la contribucién del boséon de Higgs al vértice W~WT+. Se muestra que la amplitud
del diagrama en consideraciéon es dada por el producto de dos sumas infinitas, una discreta
y una continua, ». f dPk. Se muestra la técnica que permite regularizar simultineamente
ambos tipos de sumas usando el esquema de regularizacion dimensional. Se muestra que es
necesario realizar dos parametrizaciones de Feynman, una para la suma continua usual y
otra para la suma discreta, de tal suerte que la amplitud queda expresada como el producto
de una funcién gamma por una funciéon de Epstein. Esta es la contribucién original de este trabajo.

Palabras clave: Correcciénes Radiativas, Modelo Estdndar, Vértice trilinear de bosones de

norma, Rompimiénto Espontaneo de una Simetria, Extensiones del Modelo Estandar, Dimensiones
Extra Universales.
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Introduccion

A lo largo de la historia humana, el desarrollo del pensamiento filosofico y cientifico ha estado
siempre acompanado de un cuestionamiento primordial: ;De qué estamos hechos? En lo que con-
cierne a la ciencias fisicas, esta pregunta se puede reformular como: jcudl es la naturaleza del tejido
més fundamental de este universo en el que habitamos? En el transcurso de las eras, muchos de
nuestros antepasados se han aventurado a dar respuesta a esta incégnita, de acuerdo con su cultura
y su cosmovision. Desde la concepcion de los griegos, de que los constituyentes mas elementales
del mundo y de las estrellas eran los solidos perfectos, hasta la moderna nocion del atomo y sus
particulas fundamentales; podemos notar que estas distintas teorias e hipotesis tienen en comun la
creencia de que, si el universo esté hecho de algo, mas le vale a ese algo tener una estructura simple
y bella. Esta carrera de lo elemental ha sido impulsada, en gran parte, por la intuicion humana
de que en cada estructura yace una infraestructura més simple atn que la anterior. Por medio del
paso de las generaciones, el avance del formalismo matematico y fisico, y la transferencia de estos
conocimientos; el ser humano ha ido agudizando y perfeccionando esta intuicion, esta sensibilidad
por lo elegante, lo bello y lo simétrico.

Actualmente, la teorfa que més éxito ha tenido en describir y predecir con un alto nivel de pre-
cision, los fendmenos fisicos que tienen lugar en las distancias mas pequenas que se han explorado
hasta ahora, es el Modelo Estandar de particulas elementales. Esta teoria postula que todos los
fenémenos fisicos, a excepcién de aquellos gravitatorios, pueden ser descritos mediante 3 fuerzas
fundamentales, a saber: la fuerza fuerte, la fuerza débil y la fuerza electromagnética. Es una teoria
cuantico relativista de campos caracterizada por una invariancia global bajo el grupo de Poincaré
ISO(1, 3); que establece los principios de simetria que describen a la cinematica de la fisica: las
traslaciones, las rotaciones y los boosts, pero no guarda una relacién con las leyes de ninguna fuer-
za. También se caracteriza por una invariancia local bajo el grupo de norma del Modelo Estandar
Gspm(M*) = SUG(3, M*) x SUL(2, M*) x Uy (1, M*), donde M* es la variedad soporte, es decir,
el espacio-tiempo de Minkowski. De igual manera, estos grupos de Lie determinan las simetrias
(ahora locales) que dan lugar a la dinamica de las fuerzas fuerte, débil y electromagnética, respecti-
vamente. El desarrollo y sedimentacion de este modelo, fue construyéndose durante varias décadas
gracias a las diversas contribuciones de muchas personas, en donde la retroalimentacion entre los
progresos tedricos y experimentales, jug6 un rol fundamental. Entre las tltimas y mas importantes
contribuciones hechas al Modelo Estandar, se encuentran aquellas hechas por Salam, Glashow y
Wienberg [1]-[3]. Quienes propusieron que, a una escala de energia mucho mayor a la escala de
fermi v, las fuerzas electromagnética y débil podrian ser unificadas bajo la descripciéon de una sola
fuerza, la electrodébil, descrita por el grupo de norma {SUL (2, M?*) x Uy (1, M%)}, con 4 bosones
mediadores no masivos. Y que, a escalas del orden de v, la simetria del grupo electrodébil es rota
espontaneamente al grupo electromagnético. A esta escala de energia, la simetria del grupo SUL(2)
ya no es manifiesta explicitamente, lo que trae como consecuencia que los campos correspondientes
a 3 conexiones (bosones) de este grupo, puedan introducirse en la teoria con un término de masa
distinto de cero; todo esto sin arruinar la invariancia de norma original. Esto es posible gracias
a un mecanismo que fue introducido por Englert y Higgs [4]-[6]. Por lo que la fuerza débil y la
fuerza electromagnética acttian de forma separada a estas escalas comparables con v, a través de
3 bosones masivos (W*, W~ y Z) de la simetria débil rota y un bosén sin masa (el foton +) de
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la simetria electromagnética. Este es el primer y més sencillo ejemplo de unificacion en la fisica
con un respaldo experimental consistente, en donde la nocién de rompimiento espontaneo de una
simetria, tiene una profunda importancia en el estudio teoérico y el entendimiento de la fisica.

A pesar de lo util y poderoso que ha sido el Modelo Estandar, atn existen fendémenos expe-
rimentales para los cuales este modelo falla en darles una explicacién. Por esta razén, muchos
esfuerzos han sido dirigidos en formular y construir nuevas teorias que vayan mas alld del Modelo
Estandar. Por una parte, para poder resolver estas incognitas en donde el alcance del modelo actual
se agota, y por otra, para poder vislumbrar el camino a seguir si es que que nueva fisica es descu-
bierta en los aceleradores en un futuro préoximo. A estas teorias se les conoce como extensiones del
Modelo Estandar, ya que siguen conteniendo a la teoria actual, pero proponen nuevas hipotesis y
fundamentos para poder describir la fisica que no contempla dicho modelo.

Dentro de estas extensiones, existen teorias que consideran la posibilidad de que existan en
nuestro universo méas dimensiones de las 4 que se observan, una temporal y tres espaciales. Los
trabajos de G. Nordstrom y T. Kaluza [7], |8, en donde intentaron unificar los campos gravitacio-
nal y electromagnético mediante el uso de una dimension espacial extra, fueron pioneros en este
ambito. Mas adelante, O. Klein [9] propuso que la compactificacion de dichas dimensiones extra,
podria explicar su no observabilidad a escala macroscopica. Posteriormente, el nacimiento de la
teoria de cuerdas, sus subsiguientes avances y generalizaciones como una teoria del todo, han ge-
nerado un gran interés y relevancia en las formulaciones donde se consideran dimensiones extras.
Una compilacién de los distintos progresos en el estudio de la teoria de cuerdas, supersimetria
y supercuerdas, puede encontrarse en [10]|. El interés en estudiar las implicaciones fenomenologi-
cas de nuevos procesos fisicos dados por dimensiones extra, aument6 después de que Antoniadis,
Arkani-Hamed, Dimopoulos y Dvali [11]-[13] argumentaran que dimensiones extra relativamente
grandes podrian ser detectadas en la escala de TeVs. En estas teorias se asume que el espacio
que observamos de 3 dimensiones es solo una parte de un espacio mas grande de d-dimensiones,
conocido como bulto, en donde tanto los campos de norma y de materia del Modelo Estandar,
pueden propagarse; a estas teorias se les conoce como dimensiones extra universales [14]. Si estas
dimensiones extra existen, deben ser de menor tamano que las distancias mas pequenas exploradas
hasta ahora. Asi que se asume que dichas dimensiones extra estan debidamente compactificadas
en una variedad suficientemente pequenia de tamafio R [15]. A una escala de energfa A mucho
mayor que la escala de compactificaciéon R™* (A > R_l), se considera una teoria de campo de-
finida en un espacio tiempo plano de d = 4 + n dimensiones: M? = M* x N* = M**" que
es el producto cartesiano del espacio tiempo usual de Minkowski M?* con una variedad euclidia-
na n-dimensional N™, que representa una extension espacial [16]. Los puntos de esta variedad
extendida, se representan como (r,Z) € M*™ con x € M* y & € N™. A esta escala A, las
distancias exploradas son tan pequenas comparadas con el tamano de las dimensiones extras,
que estas pueden considerarse como infinitas para todo proposito préactico. Asi, a estas escalas
de energia podemos asumir que nuestra teoria es invariante bajo el grupo extendido de Poincaré
I1S0(1,3 4 n), con n el namero de dimensiones extra. Ademas, el grupo de norma que describe la
dinamica de nuestra teoria a estas energias, se define ahora en la variedad extendida M**™. En
el caso del Modelo Estdndar extendido a dimensiones extra universales, el grupo de norma que
rige la teoria extendida es Ggpnr (M) = SU(3, M) x SUL (2, M*F™) x Uy (1, M*T7) |17].
A escalas de energia mucho mas bajas, la compactificacién de estas dimensiones extra se vuelve
aparente, por lo que, para poder describir los fenémenos fisicos, es necesario ocultar la simetria del
bulto {ISO(1,3 + n), Gspr(M**™)} en la simetria estandar {ISO(1,3), Gsyr(M*)} a través de
mapeos candnicos que nos garanticen que no estamos pasando de una teoria a otra diferente, sino
que estamos describiendo a la misma teoria pero en diferentes perspectivas. Cabe destacar que los
grupos Gsp (M) y Ggar(M*) no difieren como grupos de Lie, ya que tienen el mismo niimero
de generadores, pero si como grupos de norma, pues el grupo extendido tiene un nimero mayor de
conexiones debido a las dimensiones espaciales adicionales. Primero, es necesario mapear objetos
covariantes de {ISO(1,3 + n),Ggn (M**™)} en objetos covariantes de {ISO(1,3), Ggpr(M*)},
para poder ocultar la simetria extendida. El hecho de que Ggp/(M*T™) tenga un mayor ntimero
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de conexiones que Gsyr(M?*) implica que la diferencia aparezca como representaciones tensoriales
de Gspr(M*). Esto hace necesario formular un mecanismo que nos permita dotar de masa a tales
conexiones en el proceso de compactificacién, de manera analoga al mecanismo de Englert-Higgs.
La siguiente transformacion necesaria para ocultar la simetria

(I1SO(1,3 + 1), Gsar(M**™)} B4 (150(1,3), Gsar (M)} (1)

es altamente no trivial, ya que requiere remover de manera explicita de la teorfa, toda dependencia
en los campos de las coordenadas T de la variedad compacta. Para lograr esto, los campos que se
propagan en el bulto son expandidos en una serie n-dimensional de Fourier y posteriormente las
coordenadas de la variedad compacta son integradas a nivel de la accién |18], eliminando asi toda
dependencia en los campos de las n dimensiones extra. Como consecuencia de esto, la informacion
que estaba contenida en los grados de libertad que contaban estas coordenadas extra z € N, se
encuentra ahora codificada en forma de campos con una torre infinita de estados de Kaluza-Klein
definidos en la variedad estandar M*, donde las excitaciones individuales de Kaluza-Klein estan
numeradas por modos de Fourier. Al pasar a la teoria reducida {ISO(1,3), Gsar(M*)}, estos cam-
pos de Kaluza-Klein son la tnica informacion restante de las dimensiones extra en nuestra teoria,
por lo que podemos considerar a las contribuciones de estos campos en procesos perturbativos
como el aporte neto de las dimensiones extra a la teoria estandar. Se hace la identificacion de los
estados no exitados o modos cero como los campos usuales del modelo estdndar 4-dimensional.

Una forma de asegurar la existencia de estas dimensiones extra es a través de la observacion
directa de estas excitaciones de Kaluza-Klein en los aceleradores. Sin embargo, si estos estados no
pueden ser producidos directamente en el Gran Colisionador de Hadrones (LHC, por sus siglas en
inglés), sus efectos virtuales podrian ser detectados por medio de mediciones de alta precision, como
aquellas planeadas a realizar en el Colisionador Lineal Internacional (ILC) |19]. Las observables
electrodébiles, que pueden ser medidas de forma muy precisa ya que tienen lugar a energias bajas,
pueden brindar informacion atil de nuevas escalas fisicas de energia que son muy pesadas para
ser detectadas directamente. Es importante calcular las contribuciones a orden de un lazo, de
estas nuevas particulas de Kaluza-Klein, a las observables del Modelo Estandar que eventualmente
pueden ser sensibles a efectos de nueva fisica. Los procesos en el modelo estdndar que tienen
lugar a partir de primer orden, son los mejores candidatos para probar estas teorias, sin embargo,
los efectos de estos estados de Kaluza-Klein en los vértices WWZ y WW+, seran de interés
experimental en el ILC. Por lo que vale la pena ahondar en el estudio tedrico de estos vértices
bajo nuevos modelos. El vértice W W+ ha sido motivo de varios estudios en el contexto de diversos
modelos que van mas alla del modelo estandar, no solo por su sensibilidad a efectos de nueva fisica,
también existe un interés tedrico en estudiar este vértice ya que puede ser util para investigar
el sector de norma del Modelo Estandar. Las contribuciones de un loop al vértice WW+~, que
define las propiedades electromagnéticas del bosén W, han sido calculadas en el Modelo Estandar
[20] asi como en distintas extensiones de este, como lo son modelos con dos dobletes de Higgs
[21], modelos supersimétricos [22]-|24], modelos 331 [25], [26], etc. Esta tesis se enfoca en estudiar
las contribuciones al vértice WW+~ dadas por estos campos de Kaluza-Klein, en el contexto de
dimensiones extra universales, sin embargo, considerar las excitaciones de todos los campos del
Modelo Estandar representa una tarea muy extensa para los fines de esta investigacion, por lo que
este trabajo consiste en un primer acercamiento al problema, y el panorama restante se reservara
para una etapa posterior. Nos centraremos en calcular la contribucién al vértice de las excitaciones
de Kaluza-Klein correspondientes al bosén de Higgs (H (m))’ con el objetivo de ilustrar y describir
las sutilezas presentes en este tipo de calculos con dimensiones extra universales, como lo es una
segunda parametrizacion de Feynman y la aparicion de la funcion zeta de Epstein.

El presente trabajo se encuentra estructurado de la siguiente manera: En el primer capitulo
se estudia de manera general la teoria del Modelo Estandar. Primero, se describen fundamentos
esenciales para construir la teoria, como lo son el Teorema de Goldstone y el mecanismo de Englert-
Higgs. Y posteriormente se hace una breve descripcion de cada sector del modelo, haciendo énfasis
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en el sector de norma, que es central para el estudio del vértice de interés. En el capitulo dos,
se calculan las propiedades electromagnéticas del boson W en el Modelo Estandar. Se describe la
estructura del vértice WW+, seguido del célculo de las contribuciones a un lazo dadas por todas las
particulas del Modelo Estandar. Como una aportacion secundaria de este trabajo, se presenta una
revision numérica de las cantidades estaticas del bosén W, introduciendo en los calculos las masas
de las diversas particulas que contribuyen al proceso. Esto es posible ya que todas las particulas del
Modelo Estandar han sido descubiertas y sus masas han sido medidas. En el capitulo tres se analiza
una teoria de Yang-Mills pura extendida a dimensiones extra, con el propésito de ilustrar las ideas
centrales de dimensiones extra universales y las sutilezas que afloran en el sector de norma en este
tipo de teorias. En el capitulo cuatro se presenta la principal aportacion de esta tesis: la contribucion
a primer orden al vértice bajo estudio, dado por las excitaciones de Kaluza-Klein del campo de
Higgs. En donde se introduce por primera vez una segunda parametrizacion de Feynman en la
suma discreta de los momentos que se propagan en la variedad compacta. A su vez, se encuentra
que el resultado puede ser expresado en términos de la funcién ¢-dimensional de Epstein. Se estudia
también la dimensionalidad que debe tener la variedad compacta para asegurar que los factores de
forma calculados sean convergentes, obteniendo resultados interesantes. Finalmente se presentan
las conlusiones de este trabajo en el altimo capitulo.



Capitulo 1

El modelo estandar

En este capitulo se discutiran brevemente cada uno de los sectores que conforman al Modelo Es-
tandar de particulas elementales, asi como algunos fundamentos tedricos esenciales que constituyen
a la teoria.

1.1. Mecanismo de Higgs

El concepto de rompimiento espontdneo de una simetria es uno de los pilares centrales que
yerguen la teoria del Modelo Estandar. Nos permite formular y describir, de manera elegante, la
naturaleza sutil de algunos fenémenos fisicos, centrales en la construccion de teorias unificadas.

Las teorias de campo son edificadas desde el formalismo de la mecanica, en donde las leyes
fisicas se derivan del principio de minima accion [27]:

55 = 6/d4x/l(¢a(x), Buda()) = 0 (1.1)

Al objeto £ se conoce como la densidad lagrangiana, y se construye de tal manera que refleje
las transformaciones que dejan invariante al sistema, es decir, las simetrias de este. Cuando la
lagrangiana es invariante bajo la acciéon de algtn grupo de transformaciones continuas, este grupo
de simetria da lugar a la conservacion de cantidades fisicas conocidas como las cargas de Noether.
Podemos concluir entonces, que en el estudio de las teorias de campo, asi como en otros escenarios
fisicos, las simetrias que presentan los sistemas juegan un papel primordial en su estudio.

De manera general, el rompimiento espontaneo de una simetria se basa en lo siguiente: Sea G
un grupo de Lie y H un subgrupo no trivial de este. Podemos estudiar la accién de estos grupos
a través de los dg generadores de G y los dy generadores de H, con dy < dg. Es posible dividir a
los generadores de G en dos tipos. Sea {T} el conjunto de generadores de G, donde a es un indice
general. Este puede ser dividido en dos conjuntos: {7%} con un ntimero dy de generadores, y {T%}
con dg — dp generadores. Supongamos que tenemos una lagrangiana L(,, 9,¢,) que depende s6lo
de campos escalares de Lorentz, dados en alguna representacion no trivial de G. Esto significa que
al aplicar cualquier transformacion U C G en los campos

Pr = QD,IF = [U]rs Pss (12)

con ¢, las componentes del multiplete en la representacion dada, las lagrangianas

L(pr,00r) y  L(py,00)) (1.3)



CAPITULO 1. EL MODELO ESTANDAR
1.1. MECANISMO DE HIGGS

son equivalentes. Lo que significa que, como la lagrangiana es invariante bajo G, también lo sera
bajo H. Por lo que el multiplete de campos ¢, de G puede ser arreglado en multipletes de campos
ps de H. Es decir, existe un mapeo de punto de G en H:

G - H

{ort = {os}
/:(Sﬁr,a@r) — ;C((pg,a@g)

Este mapeo nos permite pasar de una teoria descrita por el grupo GG, a una teoria equivalente
pero ahora vista bajo la perspectiva del subgrupo H. Podemos asegurar la equivalencia de estas
teorfas elevando el mapeo al espacio fase para que este sea canoénico. En la lagrangiana L(¢,, 9p,),
la simetria G es manifiesta y la simetria de H esté oculta. Después del mapeo, en la lagrangiana
L(ps,0ps) la simetria H es manifiesta, pero la simetria G esta oculta. Este ocultamiento de una
simetria G en algin subgrupo H siempre puede realizarse, sin importar si existe un rompimiento
espontaneo o no. Cuando la simetria es global, esto es, las transformaciones acttian en todos los
puntos = del espacio, puede presentarse el fenémeno de rompimiento esponténeo de la simetria G
en la simetria H, denotado por

G - H (1.4)

y se dice que el grupo G es roto espontaneamente en el subgrupo H.

El rompimiento espontéaneo ocurre cuando el estado de minima energia o estado de vacio no es
invariante bajo el grupo de simetria G, sino que este lo transforma, generando asi una degeneracion
de estos estados de minima energia.

Pensemos, como un ejemplo simple pero no trivial, que tenemos una aguja y la estamos com-
primiendo con una fuerza F' sobre su eje (véase Fig. . La configuracion que podriamos pensar
que mantendra el sistema, es aquella donde la aguja se mantiene en la configuracion simétrica
(x =y = 0). Sin embargo, si la fuerza es muy grande (F > Feritica), la aguja colapzara a un estado
en el que esté curvada [28]. Esto sucede ya que el sistema tiene una menor energia cuando la aguja
estd pandeada, que cuando se encuentra en la configuraciéon metaestable: alineada con el eje z. La
simetria cilindrica es rota por la aguja doblada; y al poder doblarse en cualquier direccién y tener
el mismo estado de minima energia; no podemos predecir en qué direcciéon se pandeard, ya que
todas son equivalentes fisicamente.

Figura 1.1: Un ejemplo de rompimiento espontaneo de una simetria: el pandeo de una aguja.
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La esencia del rompimiento espontaneo de una simetria continua se sintetiza en lo que se conoce
como el Teorema de Nambu-Goldstone [29]-[32] o simplemente Teorema de Goldstone. En donde
los dg — dy generadores {T%} son rotos en el sentido que la simetria dada por ellos, se pierde
en el estado base del sistema. Y los dg generadores {T%} de H no son rotos en este sentido, ya
que el estado base si es invariante bajo este subgrupo. Profundicemos atin méas en esta idea. De
manera general, entendemos que los elementos del grupo G acttian sobre vectores en el espacio de
configuracion del sistema. Si se presenta un rompimiento espontéaneo de la simetria G en H, significa
que existe una superficie, de dimensién menor al espacio de configuraciones, que contendra a los
estados de minima energia del sistema, equivalentes todos entre entre si. El grupo G tranformaré a
estos minimos, pero los mantendré en esta misma superficie; pero el grupo H los dejaré invariantes.
El sistema fisico no puede evolucionar a partir de esta infinidad de minimos en la superficie, se
desarrollara a partir de un minimo concreto, ja partir de cual de éstos minimos se desarrollara?
Es aqui donde entra el requerimiento fisico de romper al grupo G en algtin subgrupo deseado H.
Romper espontaneamente la simetria G en H significa que existe una direccion, en este espacio de
configuraciones, que es dejada invariante por el subgrupo H, pero no por el grupo G. Es la existencia
de esta direccion, invariante por H, la que determinaré caracteristicas fundamentales acerca de la
dindamica de los grados de libertad del sistema y como estos se relacionan entre si. La consecuencia
de que la simetria G haya sido rota es la apariciéon de dg — dy campos escalares sin masa, llamados
bosones de Goldstone; relacionados con los generadores rotos. Nos parece indispensable puntualizar
sobre estos aspectos gerales del rompimiento espontaneo, ya que esta nocién nos sera vital para
ser capaces de contruir una teoria que considere dimensiones extras.

Mas adelante, Higgs [5], [6] y Englert [4] extendieron estas ideas a las teorias con simetria local,
donde propusieron un mecanismo que nos permite dotar de masa a algunos campos de norma del
grupo de simetria, cuyo fundamento de partida es el rompimiento espontaneo.

A continuacién, describiremos los aspectos generales de estas herramientas teéricas que nos
permiten describir y explorar la naturaleza a escalas limite de distancia y energia. Comenzaremos
por aterrizar estas nociones de rompimiento espontaneo a una teoria en concreto y estudiaremos
sus consecuencias.

1.1.1. Teorema de Goldstone

Antes de enunciar el teorema de Goldstone, es necesario comprender el fendmeno de rompi-
miento espontaneo de una simetria continua, por lo que describiremos un ejemplo en concreto para
ilustrar las ideas centrales. Consideremos por simplicidad, una densidad lagrangiana que describa
un conjunto de N campos escalares reales ¢'(z):

L= (0,0) ~ V() (15)

con

V(o) = gm? (6) + 5 [6)7] (16)

conocido en inglés como linear sigma model |33], en donde existe una suma implicita sobre el indice
i en cada factor (qi)l) , ademés A > 0. La lagrangiana (|1.5)) es invariante bajo la simetria

¢' = ¢'' = RY¢, (L.7)

para cualquier matriz ortogonal R de tamano N x N. El grupo de transformaciones es el
grupo ortogonal de dimension N, denotado como O(N), que describe las transformaciones que
preservan la distancia en un espacio euclidiano.

Si quisiéramos estudiar esta teoria en el formalismo cuéntico, seria necesario establecer el estado
de vacio de la teoria, el cual es tinico. Por lo que, a nivel clasico, nos interesa estudiar los estados
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de minima energia del sistema, asi que es necesario determinar la configuracion de campos que
minimice el potencial escalar de la lagrangiana, es decir, el conjundo de campos {¢*} que satisfagan:
aVv
Ok
Para estudiar este sistema en general, es necesario considerar la posibilidad de que el coeficiente
del término cuadratico en (1.6) sea positivo o negativo. Analicemos ambos casos:

—0. (1.8)

Caso no degenerado (m? > 0) :

Al derivar el potencial respecto a un campo arbitrario ¢, e igualandolo a cero, se obtiene la
siguiente condicion:

[m2 +A (q%)ﬂ oF =0, (1.9)

donde la tinica solucién es ¢* = 0 para todo k = 1,..., N. El estado vacio del sistema, corres-
ponde a la tnica configuracién donde todos los campos son cero, dando como resultado una
teoria de N particulas con masa m, cuyo estado de minima energia no presenta degeneracion.
El potencial de esta teoria toma la forma de un paraboloide, como se muestra en la Figura
(a). En este caso, no se presenta un rompimiento espontaneo de la simetria O(N), por
tanto, no es de nuestro interés.

Caso degenerado (m? < 0) : Al estudiar los valores extremos de este potencial, encontramos un
maximo local (véase la Fig. (b)), cuando los N campos son cero:

V(p'=0)=0, i=1,...,N. (1.10)

Y un minimo local, para cualquier vector constante (qbg) que satisfaga

[

(68)" = _T =0, (1.11)
ya que
) 4
V (|do] = v) :—%- (1.12)

(@ ®)

Figura 1.2: El potencial (1.6) para (a) m* >0y (b) m* <0, con N = 2. Es caracteristico de una
teoria que presenta rompimiento espontaneo de una simetria continua, y en la jerga de la fisica, es
conocido como sombrero Mezicano.
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La condicién determina tnicamente la magnitud del vector ((ﬁé), pero su direccién es
arbitraria, por lo que los estados de minima energfa definen una superficie esférica (N — 1)-
dimensional de radio v en el espacio de los campos. Los valores que puede tomar la constante
v se conocen como el valor esperado, de dichos campos, en el vacio. En este caso, el estado
base del sistema clasico tiene una degeneracion infinita, por lo que, escoger un tnico estado
de vacio para el sistema podria parecer ambiguo. Podemos observar en la Figura (b) que,
para el caso de N = 2, esta infinidad de estados de minima energia se encuentran a lo largo de
un circulo equipotencial, ilustrados por la linea punteada, estos son los minimos estables de
la teoria sobre los cuales se debe estudiar al sistema y sus fluctuaciones. Para el caso general
de N campos, la ecuacion establece una condicién que fija un grado de libertad del
sistema, el resultado es entonces una superficie hyperesférica de dimensiéon N — 1, donde
yvacen los estados de minima energfa. El estado particular que se escoja es arbitrario debido
a que todos los puntos en esta superficie son equivalentes fisicamente, al estar relacionados
por transformaciones del grupo O(N). Este fenomeno de rompimiento espontaneo de una
simetria se presenta cuando el estado base del sistema no es invariante bajo el grupo de
simetria global, en este caso O(N), pero si lo es bajo alguno de sus subgrupos. Para analizar
el rompimiento espontaneo de la simetria O(N) en alguno de sus subgrupos, elegiremos un
estado de vacio concreto, caracterizado por un vector constante @ en la superficie de la
esfera. El criterio para escoger a este vector constante, lo determina el subgrupo de O(N)
que no rompe la simetria del estado de vacio.

Estudiemos el rompimiento espontaneo

O(N) — O(N—1) (1.13)

Una rotaciéon en N dimensiones puede realizarse en cualquiera de los w planos que
se forman entre los ejes, por lo que el grupo O(N) tiene W simetrias continuas, es
w generadores, que denotaremos como {T°} con a = 1,..., w El sub-

(N-1)(N-2)
2

decir,
grupo O(N — 1) tiene, por ende, generadores, que llamaremos {7%} donde
a=1,..., W Podemos entonces dividir los generadores de O(N) en dos conjuntos:
{T%} que son los generadores de O(N — 1), y {T%} que son los generadores de O(N) que
no pertenecen a O(N — 1). La condicién para romper la simetria O(N), manifiesta en la

lagrangiana original (1.5]), a la simetria de su subgrupo, O(N — 1), es la siguiente:

El vector constante que escojamos, ®g, debe ser dejado invariante bajo la accién del grupo
O(N —1). Esto es, sea U € O(N — 1), entonces se cumple que

Uy = Dy, (1.14)

y va que podemos describir la acciéon del grupo mediante sus generadores, podemos parame-
trizar este elemento U como

U=e"T", (1.15)
donde a® son W parametros constantes (globales) que, junto con los generadores del
grupo, describen cualquier transformacion en general. Se puede concluir de (1.14) y (1.15))
que los generadores de O(N — 1) satisfacen:

T®y = 0, (1.16)
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_ N—1)(N—2 . . .
para todoa = 1,..., ()2# Estas son las transformaciones continuas que dejan inva-

riante al sistema, y en particular, al estado de minima energia de este. Los generadores rotos
{T%} son aquellos generadores de O(N) que si transforman a ®g:

T ®y # 0 (1.17)

Se dice que el grupo O(N) es roto espontaneamente en O(N — 1) a la escala de energia v, en
tanto que la direccion del vector @, es invariante bajo el grupo O(N —1). En otras palabras,
que @, es aniquilado por los generadores {1} de O(N — 1).

Proponemos al siguiente vector constante:

®q

(1.18)

donde el tinico valor diferente de cero se encuentra en la entrada correspondiente al N-ésimo
campo.

El sistema fisico y sus fluctuaciones cuanticas, deben ser estudiadas en el entorno del minimo
elegido, por lo que es necesario realizar el siguiente corrimiento:

¢! 0 ¢!
¢ = PPy = ¢Ni_1 + (3) = ¢N3_1 : (1.19)
oV v N+

Note que si definimos los campos como

(1.20)
oM (z) = a(z) +v
Podemos reescribir la lagrangiana (1.5]) en términos de los campos 7 y o
1 1 1
L= 3 (aﬂwk)z + 5 (8#0)2 ~3 (2)0?) o?
(1.21)

2 A A 2 A 2
— el =\ (7Tk) o — 104 -5 (7Tk) o — 1 [(Wk) }

Una vez descrito el sistema alrededor de este estado minimo, la invariancia de la teorfa bajo
el grupo O(N) deja de manifestarse explicitamente y se despliega ahora la simetria bajo el
subgrupo O(N — 1), el cual transforma los campos 7 entre ellos. Sucede ademas que, por
cada generador roto de O(N) (aquellos que satisfacen (L.17)), aparece en nuestra teoria una
particula escalar sin masa, asociada con dicho generador. El resultado es una teoria con un
campo ¢ masivo, y un conjunto de N — 1 campos 7 sin un término de masa en la lagrangiana
(1.21).
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La aparicién de particulas no masivas cuando una simetria continua se rompe, es un resultado
que se conoce como el teorema de Goldstone [31], [32]. Y a estas particulas 7 sin masa, presentes
en la teoria, se les conoce como bosones de Goldstone. La teoria simétrica bajo O(N) tiene w
transformaciones de simetria continuas independientes. Después del rompimiento espontaneo de
O(N) a O(N — 1), la teoria permanece aun con W simetrias continuas; las rotaciones de
los campos 7. El numero de simetrias rotas es la diferencia N — 1, que corresponde a las N — 1
rotaciones de O(N) que si transforman a ®g.

El teorema de Golstone establece que, por cdda simetria continua rota espontaneamente, la
teorfa debe contener una particula sin masa.|[33)|

Podemos realizar oscilaciones pequenas alrededor de cualquier punto de la esfera (N — 1)-
dimensional y descomponerlas en componentes radiales y tangenciales. Las oscilaciones a lo largo
de las direcciones tangenciales tienen lugar en una superficie equipotencial, por lo que no cuestan
energia al sistema, y por consecuencia, corresponden a particulas no masivas; que son los bosones
de Goldstone 7. Las particulas masivas describen oscilaciones en las direcciones radiales, en cuya
direccién, las segundas derivadas del potencial en son diferentes de cero.

1.1.2. Teoria de Norma

En la seccion anterior revisamos una teoria invariante bajo un grupo de transformaciones glo-
bales, es decir, la misma transformacion actua en todos los puntos del espacio [34]. Estas tienen
un caracter 'simultaneo’ en la totalidad del sistema, no dependen en ninguna forma de las coor-
denadas en donde se apliquen. Si el grupo de simetria G es un grupo de Lie, podemos entender a
estas transformaciones como:

¢'(a) = ¢''(2) =T ¢ (x) (1.22)

donde {T*} son los generadores del grupo, y los parametros a® son constantes en todo el espacio.
Cuando estos parametros si tienen una dependencia en las coordenadas, se dice que la teoria es
invariante de forma local, esto es, diferentes transformaciones se llevan a cabo a diferentes puntos
del espacio. Podemos imaginar como si en cada valor continuo que puede tomar x, existe una
simetria global, que va cambiando de manera suave conforme cambia x. Veamos un ejemplo de
como se construye una teoria de este tipo a partir de una invarianza global, asi como también,
estudiar qué ocurre cuando una simetria local es rota.

Pensemos en la siguiente lagrangiana escalar compleja:

1 1 2
L= (up) (0"p) - oo = A (¢) (1.23)

con

[p1(2) + ipa(z)]

5
=
|
-5 =

(1.24)
ol (z) = 7 [p1(x) — ipa(z)]

donde ¢1(z) y yp2(z) son campos reales, ademés x = x,, es el 4—vector de posicién en el espacio-
tiempo de Minkowski. Podemos ver que esta lagrangiana es invariante bajo transformaciones glo-
bales de la forma

p(z) = ¢'(2) = p(a). (1.25)

Si ahora asumimos que este pardmetro « depende explicitamente de las coordenadas x, tenemos
una transformacion local
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pla) = ¢'(2) = e Do(x) (1.26)

donde existe una ley de transformacion diferente para cada punto x. Al querer dotar a la lagrangiana
(1.23)) con una invarianza local, nos encontramos con la dficultad de que el término que involucra
la derivada 0, no es invariante bajo las transformaciones , debido a la dependencia en las
coordenadas del factor a(x):

9, (¢ (2)) = @9, 0(x) + i D p(x)d,a(x). (1.27)

La derivada 0,, compara el valor de ¢(x) en dos puntos infinitesimalmente cerca en el espacio-
tiempo, cada uno con leyes de transformacion distintas segin , por lo que, en este tipo de
teorias, carece de una interpretacion geométrica ttil. La cantidad 9,,¢(z) no es un objeto covariante
bajo el grupo de transformaciones que define , que es el grupo unitario unidimensional U(1).
Para poder estudiar como cambia ¢(x), que obedece esta simetria que varia de punto a punto,
debemos introducir algin factor que compense las diferencias de las fases en . Esto se logra
mediante la definicién de un nuevo tipo de derivada, llamada derivada covariante:

D,p(x) =0, —igAu(x) (1.28)

La derivada 0, genera un desplazamiento infinitesimal en las coordenadas (x,, — x,,+e€,), mientras
que el segundo término —igA, (z) describe la variacion del campo ¢ bajo la transformacion de
norma infinitesimal correspondiente (a(x,) — a(x, + €,)) [35]. La constante g se conoce como la
constante de acoplamiento del grupo de norma y se introduce para describir los efectos de tal grupo
en la dindmica del sistema. El campo vectorial A,,, conocido como conexién o campo de norma, se
introduce como grados de libertad extra en la teoria para poder cuantificar dichas transformaciones
de norma infinitesimales. La ley de transformacion que debe cumplir A, bajo esta simetria local,
tiene una forma muy especial:

1
Au(x) — Al (x) = Au(x) + Eaua(x) (1.29)
A esta transformacion ([1.29)), se le conoce como transformaciones de norma, ya que tiene una forma

muy diferente a la ley de transformacion covariante bajo U(1) (1.26]). De esta forma se tiene que
D, p(x) se transforma también covariantemente bajo U(1).

(Dust@)) = 0~ i9 (4,00 + S0y0(a) )| e+ pta)

= ') (8, —igA,(x)) p(x)
= @ D o).

(1.30)

Podemos entonces construir una lagrangiana invariante localmente si sustituimos los términos
que involucren derivadas ordinarias, por derivadas covariantes. Por lo tanto

1 1 2
L= (Dup)' (D"0) = 5100 — 1A (¢19) (1.31)
es invariante localmente bajo U(1) (L.26). Sin embargo, atin no hemos incluido los invariantes
que involucren solamente al campo A, y a sus derivadas, para obtener informacién acerca de la
dindmica de estos campos de norma. Este término puede ser construido al calcular el conmutador
de la derivada covariante:

[Dys Do) () = —ig (0,4, (2) = 0,Au(2)) () = —igFu (z)p(x) (1.32)
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donde la estructura F),, se conoce como el tensor de curvatura y es el invariante que cuantifica la
no conmutatividad entre dos derivadas covariantes aplicadas en direcciones diferentes. Como puede
observarse, F),, depende unicamente de las conexiones A,, y sus derivadas, y recordando que, dichas
conexiones estan ligadas con la forma en que acttian las transformaciones locales, la cantidad F),,
también suele ser nombrada como el tensor de fuerza del campo de norma. Si aplicamos la ley de
transformacion de los campos A, , en vemos que la curvatura también es invariante
bajo transformaciones locales. De esta manera, la lagrangiana invariante de forma local construida

a partir de (1.23) es:

1 , 1 1 2
Lsip = (Do) (D"0) = {Fu ™ = Sytelo = 20 (o1e)" (1.3

Que es la lagrangiana que describe la teoria de la electrodinamica escalar.

La teoria , invariante bajo transformaciones globales , describe una teoria libre; no
existen interacciones entre las particulas. Al demandar que nuestra teoria sea invariante bajo trans-
formaciones locales de la forma , se hace necesaria la introduccién de un nuevo campo A, el
cual se acopla a ¢ mediante la derivada covariante; generando asi una teoria con interacciones, una
teoria dinamica. Es por esto que a los campos de norma se les atribuye la cualidad de "portadores’
de fuerza, ya que es sblo a través de ellos que los campos ¢ pueden interactuar.

Cuando consideramos que una teoria es invariante bajo transformaciones locales, los grados
de libertad de esta estan caracterizados por conexiones y representaciones tensoriales del grupo
de norma. En fisica se conoce a estos campos como campos de norma y campos de materia,
respectivamente. La simetria de norma tinicamente permite términos de masa para aquellos campos
que aparezcan como representaciones tensoriales del grupo de simetria, ya que si existieran términos
de masa para los campos de norma

1
S MAAAY, (1.34)

se arruinaria la invariancia local en la teoria, asi que desde la perspectiva del grupo de norma, estas
conexiones estan relacionadas forzosamente con particulas no masivas. Sin embargo, es posible
dotar de masa a estas conexiones si consideramos que la teorfa presenta rompimiento espontaneo
del grupo de norma.

De la misma forma que en la seccién anterior, si consideramos que p? < 0 en (1.33)), tenemos
que el minimo del potencial escalar

1 1 2
Vsep(p) = 51*eTe + 72 (¢1e) (1.35)
se cumple para
M2 2
@T(x)cp(ac) == =0 (1.36)

Es decir, tenemos una familia continua de estados de minima energia de la forma

p(x) = ve' (1.37)

donde 0 parametriza a estos estados. Notamos que el potencial es invariante también bajo
el grupo de simetria global U(1), a través del cual, el valor § cambia como 6 + «; asi que estos
estados de minima energia estan relacionados entre si por la simetria global de U(1) [36]. Como ya
hemos visto, escoger un estado particular de esta familia como el minimo fisico de la teoria, rompe
la simetria del sistema. Elegimos a v como nuestro vacio fisico, haciendo § = 0 en :

wo = (1.38)
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Entonces, podemos expresar a ¢ en coordenadas polares y realizar el corrimiento tnicamente en
la variable del modulo, definimos

o(z) = (v+ p(x))eiig(vz) (1.39)

donde el vacio fisico ¢ se tiene cuando los campos p(z) y £(x) son cero. Si expresamos ahora al
potencial ((1.35]) en términos de estos nuevos campos se obtiene:

V(p) = M?p? + \vp® + %p‘l (1.40)
Podemos identificar que el campo p da lugar a una particula con masa m, = V2 . Ademés, como
se rompio espontaneamente la simetria U(1), identificamos al campo £ como el boson sin masa de
Goldstone, ya que no esta presente en el potencial .

Como la teoria es de norma, existe un nuevo ingrediente en nuestra teoria, que es la derivada
covariante, la cual actda a través de un campo de norma o conexién A,, cuya existencia misma
parte del postulado de que la teoria sea invariante de forma local. Al expandir el término cinético,
una vez rota la simetria, obtenemos un resultado muy interesante:
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Al expandir el dltimo término obtenemos:

g*v A, (2) AF(z). (1.42)

Como resultado del rompimiento esponténeo del grupo de simetria local, la teoria es descrita
por un campo de norma A,, con masa, ademas de un campo escalar p y el bosén de Goldstone £. No
obstante, al tratarse de una lagrangiana invariante localmente, tenemos la libertad de transformar
al campo ¢ por medio de una funcion arbitraria a(z), por lo que podemos escoger a esta funcion
de tal manera que remueva de nuestra teoria toda dependencia de £. Si definimos

p(z) = ¢ (@) = U(x) = &5 p(x) = v+ pla),

Au(z) = AL(x) = Bu(z) &w—ﬁgw

(1.43)

vemos que la naturaleza de las transformaciones de norma hacen posible que podamos eliminar al
campo &, ya que antes de romper la teoria, esta ya era invariante bajo dicho tipo de transformacio-
nes, por lo que el grado de libertad & corresponde en realidad a la libertad que tenemos de escoger
cualquier «(x) en y que la teorfa permanezca invariante. Es por esto que, cuando la simetria
rota espontdneamente es de norma, al campo & se le conoce como un pseudo-boson de Golstone, ya
que no es un campo fisico. Establecer estos nuevos campos mediante una transformacién de norma
se le conoce como fijar la norma y a la eleccién particular en se le conoce como la norma
unitaria, ya que permite eliminar a los pseudo-bosones de Golstone de la teoria. Una vez removido
¢ de la teorfa, podemos reescribir a la derivada covariante como sigue:
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&(=)

D) = ¢ Dyp(a),
e
= Dyp(z) =e "o D,U(x)
€@ )
=e " (9 —igBu(x))U(x)

; &(x)

e~ i (%P —igB,(z)(v+ p(w))>

Asi que el término cinético toma la forma

(Dhou)' (D" 1) = (Bup —igByu(v+ p)) (8" p — igB* (v + p)) (1.44)
= 9upd"p+g° (v + p)* B, B"

La curvatura como ya lo vimos, es invariante bajo cualquier transformacion de norma, por lo que
F[w = (0uBy, —0,B,) = (0,A, —0,A,) = F, (1.45)

Asi que la lagrangiana (|1.33)), en la norma unitaria, tiene la siguiente forma:

1 A
L' = 0,p0"p + g°v>B,B" + g*p(2v + p) B, B" — ZBWBW —\?p? — dvp? — 1p4 (1.46)

Es claro que £’ es la densidad lagrangiana de una teoria con un boson vectorial de masa
mp = V2gv y un campo escalar con masa m, = V2 [37]. El campo ¢ ha desaparecido
de la teoria. Este hecho no tiene porqué inquietarnos si contamos los grados de libertad del
sistema. Antes del rompimiento esponténeo, Lspp tiene dos campos escalares ¢ y 2 y un
bosén vectorial sin masa A, con dos estados de polarizacién transversales. Después de romper
la simetria, tenemos un solo campo escalar p y un campo vectorial masivo, el cual tiene 3
estados de polarizacién: dos transversales y uno longitudinal. Este es el mecanismo de Higgs: el
campo escalar £ es absorbido por el campo de norma para convertirse en el grado de libertad
correspondiente a su estado de polarizaciéon longitudinal; su masa. Al romper espontdneamente la
simetria de norma U(1), el campo de norma A, adquiere masa, y el pseudo-boson de goldstone
desaparece de la teorfa como grado de libertad. El hecho de que A, aparezca ahora como un
campo masivo no significa que este haya perdido su naturaleza de campo de norma, ya que bajo
la perspectiva de U(1), sigue siendo una conexion. En realidad, la lagrangiana permanece
invariante localmente bajo U(1), ya que el mapeo puede ser invertido, s6lo que esta simetria
ya no es manifiesta y se encuentra codificada en la forma que aparecen los campos y sus coeficientes.

En la teoria del Modelo Estandar, el grupo electrodébil SU(2)y x U(1)y se rompe espontanea-
mente al grupo electromagnético U(1)q a la escala de Fermi v, dotando de masa a los bosones de
norma W* y Z, mediadores de la interaccion débil.

La interpretacion fisica de este fenémeno tiene una implicacién muy interesante y profunda:
cuando probamos una teoria a escalas de energia menores o comparables a v, la fenomenologia
es descrita por el grupo U(1)g, pero cuando estamos trabajando a escalas de energia mucho mas
grandes que vx, es necesario acudir al grupo mas grande SU(2); x U(1)y para poder describir
al sistema. De tal suerte que estos grupos de simetria actian como ventanas energéticas que nos
revelan diferentes procesos y fenémenos fisicos a medida que vamos aumentando o disminuyendo la
escala de energia. Méas adelante, emplearemos este concepto para extender la teoria a dimensiones
extras.
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1.2. Modelo Estandar

En esta seccion se presenta una pequena descripciéon de los ingredientes fundamentales del
Modelo Estandar. Posteriormente se discutiran los distintos sectores que conforman la teoria. Se
prestard especial atencion a aquellos sectores de la lagrangiana que sean relevantes al calculo
central de esta tesis.

Alrededor de 1950, Feynman [38], Tomonaga [39] y Schwinger [40]| sentaron las bases de la
electrodinamica cuéntica, una teoria de norma abeliana cuyo grupo de simetria es U(1). Posterior-
mente, Gell-Mann [|41] y G. Zweig [42]| propusieron de manera independiente al grupo no abeliano
SU(3) como la estructura fundamental de las interacciones fuertes, dando lugar a la cromodinamica
cuantica.

La pieza culminante de lo que ahora se conoce como el Modelo Estandar, la colocaron Salam
[1], Glashow [2] y Wienberg [3] al unificar la fuerza débil y la fuerza electromagnética en una sola
descripcion, mediante una teoria no abeliana invariante bajo el grupo de norma SU(2)r x U(1)y,
que al ser roto espontaneamente al subgrupo U(1l)g usando el mecanismo de Higgs, permite
dotar de masa a los campos de norma mediadores de la interaccién débil, haciéndola asi una
fuerza de corto alcance. Para ser exactos, todas las masas de las particulas hasta ahora conocidas
son generadas mediante este mecanismo de Higgs; con la excepcion, quizéas, de las masas de los
neutrinos, para las cuales el Modelo Estandar no provee explicacion.

El Modelo Estandar es entonces, una teoria de norma cuyo grupo de simetria es
Gsp(M*) = SU:(3, M*) x SUL(2, M*) x Uy (1, M*). Donde M?* es el espacio-tiempo de
Minkowski, que funge como la variedad soporte de la teoria. En lo posterior, se omitira especificar
la variedad soporte a menos que sea necesario. Las excitaciones cuénticas de los diferentes campos
de materia (espinoriales, vectoriales, escalares) y de los campos de norma presentes en la teorfa,
dan lugar al espectro de particulas del modelo. Aquellas particulas provenientes de los campos
de norma, acttian como mediadoras de 3 de las fuerzas fundamentales conocidas hasta ahora: la
fuerza electromagnética, la fuerza débil y la fuerza fuerte. El grupo SU¢(3) x SUL(2) x Uy (1) tiene
(84341 = 12) parametros, es decir, doce bosones de norma: 8 gluones, 3 bosones débiles (W=, 7)
y el foton (). Mas adelante veremos que, previo al rompimiento espontaneo de SU(2) x U(1)y
en U(1)g, el grupo electrodébil tiene 4 bosones de norma no masivos.

A continuacion se enlista el contenido de particulas del modelo.

Primera Generacion Segunda Generacion | Tercera Generacion C?arg.a Carga Espin
Particulas de materia Fléctrica de Color
o ’ Up (u) Charm (c) Top () +35 1,2.b %
Quarks
Down (d) Strange (s) Bottom (b) -1 r,g,b :
Electron (e) Muoén (u) Tau (7) -1 0 5
Leptones
Neutrino-Electron (v.) | Neutrino-Muoén (v,) | Neutrino-Tau (v,) 0 0 :
. . 8 combinaciones
Particulas de norma Interaccion Fuerte 8 Gludnes (g) 0 color-anticolor !
(Portadoras de fuerza) W) +1 0 1
Interaccion Débil W) -1 0 1
(2) 0 0 1
Interaccion Electromagnética Foton (v) 0 0 1
Boson de Higgs (H) 0 0 0

Tabla 1.1: Particulas del Modelo Estandar.
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1.2.1. Cromodinamica Cuantica (QCD)

La interaccion fuerte es descrita por una teoria de Yang-Mills del grupo SU(3)¢, donde el
subindice C' hace referencia a las cargas de color. En la teorfa hay ocho bosones de norma Gj,
a =1,...,8. Y un conjunto de campos llamados quarks, que son espinores de Dirac con un
determinado sabor ¢ y un indice de color ¢ = 7, g, b; representado en la teoria por un triplete de
SU@3)c

a=|a|- (1.47)
dg

Cada componente representa uno de los tres colores en que puede estar un quark dado.
Al ser una teoria de Yang-Mills, la densidad lagrangiana de QCD esta dada por [43] :

Locp =Y q(i" —mg)q 4GZVGW

q

= GG i Y 4 (Do qu%%

g,c,c’

(1.48)

La suma en a corre sobre los ocho indices de norma, la suma en ¢ sobre los tres indices de color, y
la suma en ¢ sobre el namero de sabores.

Los campos G, y Dy, son las curvaturas y la derivada covariante con respecto a la simetria
local SU(3)¢ respectivamente:

G, = 0,Gy — 0,G + g GG, (1.49a)

. N
(D”>cc/ = 6cclau —19s (7)CC/GH7 (149]:))

donde f2¢ son las constantes de estructura del grupo SU(3)¢c definidas por:

—_

f123 —

f147 f165 f246 f2o7 f345 _ f376 _ (150)

DO =

F158 — f678 _

SES

Los indices ijk son totalmente antisimétricos y las constantes, con aquellas combinaciones que no
estan enlistadas, son cero. Las matrices % son los generadores de SU(3)¢ en la representacion
fundamental, conocidas como las matrices de Gell-Mann[41] y g, es la constante de acoplamiento
fuerte. Las m, son las masas de los quarks, todos los colores tienen la misma masa; estas se generan

via el mecanismo de Higgs en el sector de Yucawa de la teoria electrodébil.

1.2.2. Teoria Electrodébil

Una de las aplicaciones mas importantes del rompimiento espontédneo de una simetria de norma
es la teoria que describe las interacciones débiles y electromagnéticas [44]. Ya que a través del
rompimiento espontaneo SU(2), x U(1l)y — U(1)g es posible dotar de masa a tres de las cuatro
conexiones del grupo de norma, asi como también a los lepténes y quarks.

La teoria de las interacciones electrodébiles describe una fuerza quiral, esto es, una fuerza que
distingue entre los estados de helicidad de los leptones y los quarks. De tal forma que los campos
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de norma del grupo SU(2); se acomplan con diferente intensidad a los fermiones izquierdos y
derechos, de aqui el subindice L. Para mantener separadas las diferentes interacciones de la teoria,
los leptones cargados, los leptones neutros y los quarks forman diferentes representaciones del
grupo electrodébil.

Campos Fermionicos

Primero consideremos los campos leptonicos y los quarks, los cuales se clasifican en 3 familias,
generaciones o sabores; cada generacion se caracteriza por tener particulas mas pesadas que las
anteriores. Los leptones y quarks se introducen en la teorfa como dobletes izquierdos y singletes
derechos de SU(2), de la siguiente manera:

v, v v
Leptones: ) 0 L 0T) s er, MR, TR 1.51
P <6>L (”)L <T>L o B TR (151)

Ur Yy dRa
U c t
Quarks: ( > ,( > ,( > ; CR Y SR, (1.52)
d) \s), " \b)

tr y br

Para hacer més sencilla la notacién, agrupamos a estos campos bajo un solo doblete izquierdo y
un solo singlete derecho como sigue:

Leptones: L; = (V;z) = <71LL) i UR (1.53)
(3 L 1

U; U;
Quarks: Q; = (Di)L = (DiL> i Ur y Dir (1.54)

Donde vy = {ve, vy, v}, € = {e,pu, 7}, Uy = {u,c,t} y D; = {d,s,b}. El indice ¢ = 1,2,3 cuenta
las familias. Para los objetivos de esta tesis, consideramos a las masas de los neutrinos iguales
a cero, asi que solo los introducimos en la teoria como campos izquierdos. Cada componente de
estos dobletes es un espinor de Lorentz. La quiralidad de estos campos se define a través de los
proyectores izquierdo y derecho:

P = %(1 —5) (1.55)
P = %(1 ) (1.56)

Se tiene que cada espinor 1; estd dado por elementos mas fundamentales atn, sus componentes
izquierda y derecha

i = Prbi, 5 Yir = PR (1.57)

Este sector se caracteriza por una invarianza local bajo el grupo SU(2);, x U(1)y que propor-
ciona las observables de isoespin débil e hipercarga, respectivamente. Bajo este grupo, los campos
izquierdos y derechos se transforman de la siguiente manera |28§]:

XL — X/L _ eioz"’(x)T"’JriB(z)Y

YR = P, =P yp

X (1.58)

Aqui, x, representa un doblete izquierdo y 1 un singlete derecho. Los operadores T% (a = 1,2, 3)
y Y son los generadores de SU(2), y U(1)y respectivamente, estos proporcionan las observables de

14



CAPITULO 1. EL MODELO ESTANDAR
1.2. MODELO ESTANDAR

isoespin débil (7°2) e hypercarga (V). A una escala de energia vy = 246GeV, el grupo electrodébil
SU(2)r, x U(l)y es roto espontaneamente al grupo electromagnético U(1)g. De los 4 grados de
libertad que representan los generadores {T%, Y}, 3 de ellos son rotos espontaneamente. La simetria
de algun subgrupo U(1) que no ha sido rota, da lugar al operador de carga eléctrica.

Campos Bosonicos

El sector bosonico esta conformado por los campos de norma del grupo de simetria SU(2)r, x
U(1l)y y el boson escalar de Higgs. Del grupo SU(2)y, se tienen 3 campos de norma Wl’;, con
i =1,2,3. Del grupo de hipercarga U(1)y se tiene una sola conexioén, denotada por B,,. Se introduce

en la teorfa un doblete escalar complejo de SU(2)y,, conocido como doblete de Higgs:

Gw

V2
b= (1.59)

v+H+i1G gz

V2
Los campos G‘jfv y Gz son pseudobosones de Goldstone, grados de libertad que pueden ser
incorporados como las componentes longitudinales de los bosones Wf y Z, en la norma unitaria.
Es el campo escalar H quien adquiere un valor esperado en el vacio diferente de cero en todo el

espacio, dando lugar al rompimiento espontédneo SU(2)r x U(1)y — U(1)g-

La teoria electrodébil consta de cuatro sectores, cada uno con un propoésito bien definido. Los
sectores se dividen en el sector de Yang-Mills, el sector de corrientes, el sector de Higgs y el sector
de Yukawa. La lagrangiana entonces se puede escribir como:

r —r Sector de Yang-Mills:
EW = =Y M Cinematica y dinamica de los Bosones de norma W+, Z,
y v
Sector de Corrientes:
+Le oo : : : .
Cinematica de Fermiones y sus interacciones con W=+, Z, v (1 60)
Sector de Higgs: ’
+Ly : ) : 4
Masas y acoplamientos de Bosén de Higgs, W=, Z, ~
Sector de Yukawa:
+Ly Kk ) . ) .
Masas de fermiones y sus acoplamientos con el Boson de Higgs

A continuacién, se describira brevemente cada sector.

1.2.3. Sector de Higgs

Se introduce en la teoria un doblete esclar que se transforma en la representacion fundamental
de SU(2)L

Gy
V2
6= (1.61)
H+iG»
V2

El sector de Higgs esta dado por la lagrangiana que describe a ¢:

L = (D,0) (D"6) — V(¢9) (1.62)
donde

V(6'e) = pn?(o'e) + A(ole)” (1.63)
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es el potencial de Higgs, cuyo parametro ;> < 0 rompe espontaneamente el estado de vacio de ¢
a la escala de Fermi. Tenemos que la derivada covariante D,, asociada con el grupo electrodébil
SU(2)r, x U(1)y es:

Y
=B, (1.64)

— : v e -/
D, =0, —igT"W, —ig 5

donde T" = % son los generadores de SU(2) [, en la representacion de menor dimension, las matrices
de Pauli; y % es el generador del grupo de hipercarga U(1)y. Las constantes de acoplamiento de

estos grupos son g y ¢’, respectivamente. El doblete de Higgs ¢ tiene hipercarga Y uno, es decir

Yo =(+1)¢ (1.65)

Como ya lo hemos visto, cuando el parametro u? es menor que cero, el minimo estable de la
teoria estd dado para aquellos ¢ que satisfagan:

2
ohpo = L = UF (1.66)

Esta condicion del minimo fija un valor esperado del vacio distinto de cero, para uno de los
campos de la teoria. El estado de vacio deja de ser entonces invariante bajo el grupo de norma
SU(2), x U(1)y, y pasa a ser invariante bajo algtin subgrupo U(1) que corresponde a la direccion
de aquel campo con valor esperado en el vacio diferente de cero. Esta direcciéon es arbitraria, asi
que consideremos, por sencillez, que la direccion que permanece invariante sea aquella del campo
real H. Por lo que escogemos como nuestro vector constante a

b0 = (%) : (1.67)

Asi, la teoria fisica debe ser desarrollada al rededor de este minimo elegido. Realizamos el siguiente
corrimiento:

¢ — ¢+ o (1.68)

Estudiemos el sector cinético de Ly después de hacer el corrimiento, enfocandonos en la parte
que involucra solamente a ¢g, vemos que

ot Y 0
Do = (i3 W, +is' 5 ) (f)
2

5 v 0 (1.69)
Y9 v+ + 7 w3
_(E(WM + Wyo ) —|—zg?WH +zg’§BM) (17%)
Donde se han definido los siguientes estados y operadores ortogonales:
y_ 1 1 2
W, = 72(W# o qu)
1 (1.70)
- 1 2
W, = —2(W# +iW7)
(1.71)

Q
I1l

Q

JF

I

N — N~
—

Q

—
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~
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Usando estas definiciones y la relacion (1.65) obtenemos

Dy = Jg”fwj (0> 2“?( 9B, — gW?) (?) (1.72)

De esta forma, el invariante cinético de ¢ resulta ser:

(Dudo) (D* o) = g 4fW Wiy (W3 B,) ( , ) ( ) (1.73)
Donde identificamos la masa de los bosones cargados W+ como my = r que Surgen como
resultado de romper espontaneamente la simetria de norma. El mapeo hecho en relaciona
campos que se originalmente se transforman como campos de norma de SU(2)L X U(l)y7 en
campos que se transforman ahora tensorialmente bajo algtin subgrupo U(1) de este. Al romperse
la simetria de norma, estos campos adquieren masa. El siguiente mapeo a realizar debe mapear
las demés conexiones del grupo electrodébil en campos covariantes de la simetria restante. Al estar
rotos 3 generadores de SU(2)r x U(1)y, esperamos que, ademés de los bosones cargados W otra
conexion mas también adquiera masa; y nos quedemos unicamente con un campo de Gauge sin
masa, correspondiente al subgrupo no roto. Requerimos entonces que la matriz de masa en
sea diagonalizada por tal mapeo: que nos lleve de la base de eigenestados de norma (Wi, B, )a
una base de eigenestados de masa. Definamos primero al 4ngulo de rotacién débil:

/
tan Oy = % (1.74)

De esta forma (|1.73)) se puede expresar como

2,2 2,2 2 _ 3u
T _ 9V, 9UF 3 c Swew w
(Duto)' (D"¢0) = = ZW, W + S (W3, Bu) (SVVVVCW 52, ) (B“) (1.75)

Se encuentra que esta matriz es diagonalizada por la siguiente transformacion ortogonal:

W3 Z Cw SW Z
[ - H) — H
<Bu) ° <AM> <_5W cW) <Au> ' (70)
De tal suerte que

2 3 2
3 Ciy —Swew WeryN T Ciy —Swew Z,
ot (b, ) () s (k)

= (Zu, A (é 8) (ii)

Por lo que el invariante en esta base de eigenestados de masa es

(Du%) (Do) = g'v fW W+”+‘Cé ;Z Z" (1.78)

Donde se identifica al bosén neutro Z con masa my = TVY/V, que junto con los bosones W+,
contienen la informacion dindmica del grupo de simetria de la fuerza débil SU(2)r. Notemos
ademas que el mapeo elimina el término de masa de A, concluimos que se trata entonces
de la conexioén de la simetria de norma no rota, el grupo electromagnético U(1)g

Para determinar el generador del grupo electromagnético, recordemos que la simetria de norma
remanente del sistema es aquella que deja invariante al estado base ¢g. Usando (1.69)) y (1.76) se

obtiene
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ig 3

V2
De la definicion (1.74) se obtiene g’ en términos de g y Gy :

(Wiot —W,o7)+ ZQ;T

Y
(CWzH + SWA/L) + ig/—( — SWZ/L + CwAu)) (179)

DL: 1,7(
/ 8/ 92

g =W, (1.80)
cw

Usando este resultado se llega a lo siguiente:

D,=0,—- (%(I/Vuﬂfr -W,o7)+ zgcw(% — %5)&‘ + ngw(% + g)Au) (1.81)

Al prestar atencion al coeficiente que acompaiia al campo de norma electromagnético A,,, notamos
que

o3 Y 1 1 0
Grpo=3(( %)

1.82
(10 0y 0 ( )
=10 0 % =
Por lo que se establece al generador del grupo U(1)g como
o3 Y
= — + — 1.83
5 3 (1.83)

ya que es aquel que aniquila a ¢g, tal como se establecio en ([1.16]).

De los 4 generadores del grupo electrodébil {%, %}, tenemos que 3 combinaciones lineales de

estos determinan los generadores rotos del sistema:

ot = %(01 + iaQ)

1
— 5(01 —ic?) (1.84)
L= _swY

[\V]

Q
S

[\V)

Y la simetria residual del grupo electromagnético estd dada por (1.83), que representa el
operador de carga eléctrica.

El mapeo candénico hecho para ocultar la simetria electrodébil en la simetria electromagnética
es:

Conexiones de SU(2)r, x U(1)y Z,  Se transforma como escalar de U(1)g (1.85)

Wl} Wui Se transforman covariantemente bajo U(1)g
—
A,  Conexion de U(1)q

La derivada covariante bajo la perspectiva de U(1)q es:

Dy =0 — ieQA, — L (WHot —Wro™) —ige (f—ﬁz)z (1.86)
w = Ou SRRV m gew B) C%/VQ " .
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donde se define la carga eléctrica como

€= gsw. (1.87)

Recordemos que como estamos tratando con una teoria con simetria de norma dada por
SU(2)r, x U(1)y, el doblete de Higgs se transforma de la siguiente manera:

b= ¢ = i@ @FHB@E (1.88)

Y bajo este tipo de transformaciones locales, la teoria fisica es invariante. Tenemos entonces la
libertad de escoger una transformacion de norma particular que nos permita eliminar a los pseudo-
bosones de Goldstone de la teorfa. Primero reparametrizemos a ¢ de la forma que sigue:

0 [£%=) ja
¢»=U(z) (’U}‘+H> ;7 con  U(z)= ¢ (1.89)
V2

donde el indice a cuenta a los 3 generadores rotos: ot, 0~ y ¢%; y los campos GW y Gz se
sustituyen por 3 campos reales £* que son ortogonales a H. La norma unitaria la establece una
transformacién no estandar; aquellas transformaciones que involucran sélamente los generadores
rotos de la teoria. Definimos un nuevo doblete por medio de la siguiente transformacion de norma:

_i%,;a _1 0 0
pu=ce vF p=U (I)U(LE) ve+H | = | ve+H (190)
V2 V2
En la norma unitaria tenemos que la derivada covariante, actuando sobre el doblete de Higgs,
toma la forma

Dy = <Bj§1> - %g(v]: +H)W ( ) +—9 Q\TCW (vr + H)Z, (2) (1.91)

Y el potencial de Higgs se convierte en

A
V = M%H? + \rH? + ZH4 (1.92)

Por lo que el sector de Higgs, bajo la perspectiva del grupo U(1)g es:

gH _
(0" H) (0, H) — meH2+ W(1+ﬁ) W

3_7 4
+2mz(1+26WmZ ZZ \meH H

donde podemos distinguir las masas del bosén de Higgs mpy = V2 vr y de los bosones débiles
mw = 4% y mz = §Z. Notamos ademds que este sector nos proporciona la regla de Feynman

para el acoplamiento WW H.

L

l\DM—l

(1.93)

1.2.4. Sector de Yang-Mills

Este sector es conformado por las curvaturas de SU(2)p, WZV, y la curvatura del grupo de
hipercarga U(1)y, B, . La densidad lagrangiana manifiestamente invariante bajo SU(2)r x U(1)y

es

1 1
Lyar = =5 Tr(WuW") = 2B B" (1.94)
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donde se definen a las curvaturas de Yang-Mills de la manera siguiente:

O'i i
Wl“’ = ?W;LV

=0,W, — 0, W, + g[W,, W, ]
L k

v o) o

_9 _ ik .
5 (0uWy = 0,W,) +gWy Wy [ ] (1.95)
ot . GO
= E(auwu —0,W,) + gWiWw}e* R
= W., =0,W, — 0,W, + ge/*WIW}
y
B;u/ = apLBV - al/B,u, (196)
Asi que la lagrangiana se puede escribir como
1 % Uy 1 N2
Lynm = — VW = BB (1.97)

Para pasar a la perspectiva del grupo U(1)g, se usan aquellos mapeos que nos llevan de la base
de eigenestados de norma (W, B,,), a la base de eigenestados de masa (Wf, Z,,Au). Que son los

mapeos (L70) y (L76).

Para simplificar el calculo definamos las siguientes estructuras:

(1.98)

Se encuentra que, en términos de los eigenestado de masa, estas curvaturas toman la siguiente
forma

Wi, =W +ie(WiA, — W, A,) +igew (W, Z, —W,[2,)

% %
L o 7 B ) - - (1.99)
W, =W, —ie(W;A, —W,A,) —igew W, Z, — W, Z,)
con
+ + +
Wi =0W, —0,W, . (1.100)
Para la curvatura WE’V se tiene
W3, = swFu + cw Zuy +ig(W, W,F = WIW,). (1.101)
Y para la curvatura de hypercarga se obtiene
Buu = CWFMV - SWZ;UM (1102)
donde se han usado las siguientes definiciones
F,.,=0,A4,—-0,A
" g : (1.103)

D = 0,2 — 0,2,
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La lagrangiana (1.97) puede escribirse como

1 1 1
EY]\/[ = _Z(W;VWMLV + WEVWQ}AV) _ ZWl?yWBMV _ ZBMVBMV7 (1104)

al introducir las definiciones hechas anteriormente se obtiene:

(1.105)

Después de un poco de algebra, la lagrangiana invariante de forma local bajo U(1)q es:

1 1 1
_ — —+pv v v

EYM — _§WMVW me ZZ/“}ZM - ZF/'“’FH
— e (W, W = WL W) A" 4 B, W W]
—igew | (W W = WEW ™) 2V + 2, W W+ |

— (WA, =W, A)WTHAY — gcq, (W, Z, — W, Z, )W THZY
egew
2

2
+ S (W W = WEW) (W W — W)

(W, Ay = W A) (W22 — W20 (W, Z, = W Z,) (WA — W an)|

(1.106)

donde podemos observar que se generan las interacciones WW~, WWZ, WWry~, WW~Z y
WWWW, que son necesarios para calcular las contribuciones del sector bosoénico al vértice de
interés.

1.2.5. Sector de Yukawa

Por medio del mecanismo de Higgs, este sector provee las masas de los fermiones: los leptones
cargados y los quarks. Podemos dividir a la lagrangiana en dos partes:

Ly =LY + L (1.107)

donde E{, y L3 son los sectores de Yukawa leptonicos y de quarks respectivamente. Comencemos
por describir al sector leptonico.

Sector de Yukawa Leptonico

La simetria electrodébil SU(2);, xU(1)y prohibe un término de masa explicito para los leptones,
ya que las componentes derecha e izquierda de estos se transforman de manera distinta bajo el
grupo de norma. Dicho término de masa estaria construido de ambas componentes

—mpp = —m(Yryr + YrYL), (1.108)

para algin leptén masivo 1, violando la simetria del grupo [45]. Sin embargo, la simetria electrodébil
permite la introducciéon de un término de interacciéon entre las componentes izquierda y derecha
de los leptones con el doblete escalar de Higgs, conocidas como las interacciones de Yukawa:
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Ly = -Y5Li¢lir + h.c. (1.109)

Las constantes de Yukawa ng son completamente generales, de tal suerte que no pueden ser deter-
minadas dentro del Modelo Estandar [27]. Podemos notar que las interacciones de Yukawa estan
dadas de tal manera que forman escalares bajo SU(2)r x U(1)y, por lo que respetan la simetria
de norma. Al considerar que el potencial de ¢ presenta un rompimiénto espontaneo de la simetria
electrodébil, es posible dotar de masa a los fermiones mediante estas interacciones de Yukawa. Si
consideremos que el vacio del campo ¢ rompe espontaneamente la simetria de norma, de
se obtiene lo siguiente en la norma unitaria:

vy g Y
\/Q iL JR \/é

donde podemos vislumbrar un término de masas para los leptones de la forma (1.108]), por ejemplo,
para el electron (i = 1):

Ly = Hiliplig + h.c. (1.110)

v _ .
_ 7%(YeeeLeR+YeeeReL) (1.111)

Es interesante como la masa del electron y los demas leptones es proporcional a la esclala de Fermi,
como en el caso de los bosones débiles y el boson de Higgs [27]. Para establecer las masas fisicas en
la lagrangiana, es necesario diagonalizar la matriz Y;;. Se puede demostrar que cualquier matriz
puede ser diagonalizada a través de una transformacion biunitaria [37]. Este resultado del algebra
lineal establece que para cualquier matriz M, existen matrices unitarias S y T tales que

STMT = Myia, (1.112)

donde Mg;q4 es una matriz real y diagonal. Podemos expresar la matriz M como el producto de
una matriz hermitiana (H) y una matriz unitaria (U)

M = HU. (1.113)

Por otra parte, la matriz H puede ser diagonalizada a su vez por una transformaciéon unitaria

STHS. (1.114)

Si tomamos T = U'S, tenemos
STMUTS = ST(HUYUTS = STHS (1.115)

que es una matriz diagonal con eigenvalores reales.

Sea,
e
E=|n (1.116)
T
un vector en el espacio de sabor, la lagrangiana ((1.110) puede escribirse como:
¢ & 1 H s -
ﬁy = —EMER — TSLMg(‘:R—i-h.C. (1.117)
_7_-
con y
[Mij = =Y. (1.118)

V2 Y
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Los eigenestados de norma y los eigenestados de masa se relacionan por medio de una transforma-
cion biunitaria

&, =St
L g (1.119)
Ep=TER.
Asi, la lagrangiana toma la forma
HN -
cf = —(1+ =) & Mesh + he. (1.120)
UF
donde
me 0 0
Mi=|0 m, 0]. (1.121)
0 0 m,

Usando las propiedades de los proyectores de quiralidad y omitiendo las comillas, se tiene que el
sector de Yukawa leptonico puede escribirse como:

ch = —(1 + ﬂ) 3 mlt. (1.122)

2m
w l=e,u,T

Sector de Yukawa de Quarks

De manera similar a los leptones, las componentes derecha e izquierda de los quarks se acoplan
al doblete de Higgs como sigue:

£y =-Y Qi¢Djr + h.c

_ - (1.123)
- Y;S-]QWUJ'R + h.c
donde ,
~ vr+H—iGyz
b= ioter = (_ G%@i%> , (1.124)
V2
es un doblete de SUL(2) con Y = —1. Si escogemos la norma unitaria, esto se convierte en
~ vr+H
¢ = ( \65 ) (1.125)

Ademaés tenemos una matriz general de Yukawa para cada tipo de quark; Up (U;) y Down (D).
Definimos un vector en el espacio de sabor para cada tipo de quark:

d U
D=|s], U=]|c (1.126)
b t

En términos de estos vectores y en la norma unitaria tenemos

,Cg, = —(1 —|— ’UE) ('Z_)LMD'DR —I—Z/_{LMUUR) + h.C. (1127)
F

En este caso, para diagonalizar a las dos matrices de masa, debemos usar una transformacion
biunitaria para cada tipo de quarks

7 _ af r gt
o Zom [T Zoh (1.125)
R — fUYR rR —1p¥R
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estos mapeos unitarios diagonalizan las matrices My y Mp respectivamente. Al reunir a las com-
ponentes quirales de ambos tipos de quarks, se obtiene

£ = 7(1 + ﬂ) S mgde (1.129)

2m
w q=u,d,c,s,t,b

1.2.6. Sector de Corrientes

Este sector describe la cinematica de los fermiones, asi como sus interacciones con los bosones
de norma del grupo SU(2);, x U(1)y. De igual manera que el sector anterior, podemos dividir al
sector de corrientes en un sector de corrientes leptonico (£%) y un sector de corrientes de quarks

(£2)
L.= L5+l (1.130)
Sector de corrientes leptdnico
La densidad lagrangiana esta dada por:

Eﬁ = Z.Z/l.wLLZ + iZiRwREiR- (1131)

Para denotar que la derivada covariante actiia de diferente manera segun las distintas represen-
taciones del grupo de norma, se agregan los superindices L y R en la notacion. Para los leptones
izquierdos, que se transforman como doblete bajo SU(2);, x U(1)y, se tiene

L Y. L Y
D=9+ (8M — ngM? — Zg/B“f); (1.132)
en esta representacion,
Y 1
—Li=—5L;. 1.133
2 5 (1.133)

Para los leptones derechos, que son escalares bajo el grupo electrodébil, la derivada actta en
esta representacion como

R ) Y
b)) :fy“(&u —Zg/Bug), (1.134)
en este caso

Y
Flin = (=Dlin. (1.135)

Estas asignaciones de hypercarga se hacen a las componentes izquierda y derecha de los 3 sabores
de leptones (i = 1,2, 3) de manera que ([1.83)) reproduzca la carga eléctrica de estos.

Del sector de Higgs, recordamos que una vez rota la simetria electrodébil, la derivada covariante
puede expresarse en la vision del grupo electromagnético como sigue:

; 3 2
g - . o sy Y .
D,=0,—- —ﬂ(WIUJF -W,o ) — zgcw(—2 —2 5 )Z, —ieQA, (1.136)

Al aplicar esta derivada al doblete izquierdo L;, se obtiene

_ (Owver W9 gt (Gin —( 0\, g veirL w 0
DuLz—(au&L E[W“ 0 )W (L, ] sew \—oomtin Zu—ieAu |, . (1.137)

Cuando la derivada actia en los campos derechos, usando el hecho que
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B, =—swZ,+ CwAH (1.138)
se encuentra
52
DM&R = 6H€iR — ig—WZM&R + ieAM&R. (1.139)
cw

Por lo que, en la perspectiva de U(1)g, el sector de corrientes lepténico toma la forma

LL=i(Lrdlir, + Lirdlir) + 100 v
W gy i, + VV;&‘L’YMVML)

g
+\—@(

- c - 1.140
+ LZH&'RV“&R - MZH&LV“&L ( )
26W 2CW
I - .
+ CV;V Zliry"lir — €Ay ("l + UirY"lir)
En términos de los vectores en el espacio de sabor
e Ve
E=|ul|, N=[v.]. (1.141)
T vy

el sector de corrientes leptonico se expresa como

LL=iELPEL +iERPER + iINLINY

+ % (WINLAEL + W, ELV'NL)

P i i (1.142)
+ ?Zﬂ (./\/‘L’y“./\/‘L — cowELYHEL + QS‘Q/VER’YME'R)

w

— GAM (gL,Ylt(c:L + gR'Y#gR)

Es necesario usar las mismas transformaciones unitarias hechas en el sector de Yukawa para
transformar a los leptones cargados de la base de eigenestados de norma a aquella de eigenestados
de masa. Podemos usar estas mismas transformaciones para los neutrinos:

& =ste;
Ep=TER (1.143)
1 =STNL

Podemos notar que al pasar a la base de eigenestados de masa, la lagrangiana permanece
invariante, ya que tanto @ como v, pueden conmutar con las matrices unitarias de (1.143)) ya
que acttian en espacios diferentes. Observamos también que es en este sector donde se generan
las corrientes cargadas: interacciones del bosén VVMi con un leptén y un neutrino del mismo sabor
(Wuweil;). Y las corrientes neutras del fotén A, con dos leptones cargados (v£:4;), asi como del boson
Z,, con dos neutrinos y con dos leptones cargados; todos estos del mismo sabor. A excepcion de las
interacciones del Z,,, todos estos acoplamientos son de nuestro interés para el calculo posterior.
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Sector de corrientes de Quarks
La lagrangiana de este sector es

L8 =iQD" Qi + iUigP"Uig + iD;r " Dy (1.144)

donde la derivada que acttia en los dobletes izquierdos es la misma que en el caso lepténico, con

la tnica diferencia de que los dobletes izquierdos de quarks tienen una asignacién distinta de
hypercarga

Y 1
@i =5Qi (1.145)

Con esto tenemos que

(00U _ ig o (DL g (0
Du@i = (a#DiL> \@WH ( 0 ) \/§W“ (Ui )
_ g, 1-2Qusiy 0 Ui\ _ o4 (QuUir
2ew " 0 —(1+2Qpsiy)) \Dir "\ QpDir

donde las cargas eléctricas de los quarks de tipo Up y Down son Quy = % yQp = —%, respectiva-

mente. Para los campos derechos la derivada covariante acttia como sigue:

(1.146)

R . 3%4/ . Y
D, =09,- ( — zgaZM + ’eAu)§
en este caso, los quarks derechos de tipo Up y Down tienen las siguientes asignaciones de hyper-
carga:

(1.147)

Y 2
+Vir = 5Uir
5 3 , (1.148)
= Dip = —-Djp.
g T 3T
Por lo que
D#UiR = (ZLUIR - ( - ZgTZH + ZGA#)QUUZ'R
w (1.149)

2
.S .
D,D;gr = 0,Dir — (— zg—CW Z, +ieA,)QpDig.
W
Con estos resultados podemos expresar al sector de corrientes de quarks en el enfoque del grupo
electromagnético

L8 =iU; UL, + iDs . dD;if, + W EULA"Dip, + W, Dipy" Ui

9 [
V2
+ ﬁzu [Uiy*(1 = 2Qusiy )Uir, — Digy" (1 4+ 2Qpsiy ) DiL ]

+eA(QuUiLy"Uir + QpDizy* Dir) (1.150)

2
- s - -
+iU;r@U;p — g(T/VWQUZHUiR’Y”UiR +eQuAUiry"'Uir

2
= s _ _
+iD;r@Dir — g(T/VWQDZ#DiRW“Dm +eQpA,D;ry" Dir
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En términos de los vectores de sabor

d
D=|s|, U=]c (1.151)
b t
se tiene
L4 = iU, dUyL, + iUgPUR + iDL@Dy, + iDrdDg
g - o
+ E(W:UL’YHDL +W, DiA*UL)
+-2-2, [(1 = 2Qusiy)ULy"UL — 2Qu sy Ury"Unr (1.152)

2CW
— (1 + QQDS%/[/)DL'Y#DL — ZQDS%/VDR'Y#DR]
+eA(QuUrh*UL + QuUry"Ur + Qp D" D1, + QpDry" Dr)
Usando las transformaciones unitarias del sector de Yukawa (|1.128), podemos traducir esta
expresion en términos de la base de eigenestados de masa. Notamos que los términos cinéticos y las
corrientes neutras, mediadas por A, y Z,, permanecen invariantes después de pasar de una base

a la otra. Sin embargo, lo mismo no ocurre para las corrientes cargadas, mediadas por los bosones
débiles cargados V[/ui7 ya que estos se acoplan con un quark de cada tipo [|46]|:

UL’YMDL = UiS(JrJ"/“SDD/L
= Up*(S}):Sp) D}, (1.153)
=Uy"Verm Dy,

donde a Vogym = SIT]SD se le conoce como la matriz de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa, la cual
describe las transiciones de una familia de quarks a otra [27], es decir, da lugar al cambio de sabor.

La lagrangiana del sector de corrientes de quarks, invariante explicitamente bajo U(1)q es

,CZ = Z'Uian + ZDlaDL + % [(VCKM)ijWJUi’Y'uPLDj + h.c.}

g o _
+ 50 [0iv* (g% — gY2°)Us + D (9B — gB~°) D] (1.154)
+eA, (QuUin"U; + QpDir*D;),
donde
U:l_Q 32 D:_l_2 52
{ g\(j - i QU w ’ { g‘l/) - _i QD W (1.155)
gA - 92 gA e 5

Las corrientes cargadas de este sector, asi como las corrientes neutras mediadas por A, seran de
nuestro interés para el calculo de este trabajo.
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Capitulo 2

Propiedades electromagnéticas del
boson W en el Modelo Estandar

Los trabajos de Weinberg [3] se destacan por haber unificado la interaccion débil con la electro-
magnética, proponiendo un modelo con ruptura espontanea de una simetria de norma. Donde es a
través del mecanismo de Kibble-Higgs |5] que se generan las masas de los fermiones y bosones, asi
como los acoplamientos entre estas particulas con el campo escalar de Higgs. Sus investigaciones
ganaron interés después de que t’ Hooft [47] y Lee |48] demostraran que este tipo de teorias, que
presentan una ruptura espontanea de una simetria local, son renormalizables. Para asegurar que el
modelo de Weinberg diera lugar a una teoria predictiva, era necesario realizar calculos de procesos
electrodébiles para asegurar que los resultados sean pues, finitos. El vértice WW+~ ha servido como
un laboratorio para poner a prueba la estructura no abeliana del sector electrodébil del Modelo
Estandar, asf como a distintas extensiones de este |21]-|26]|. Bardeen [20] junto con colaboradores,
estudiaron las propiedades estaticas de los bosones W*: su momento magnético anémalo, asi como
su momento cuadrupolar anémalo; y encontraron que ambas cantidades son finitas.

Para tratar con las integrales divergentes que tienen lugar a un lazo, se utiliza el esquema de
regularizacion dimensional propuesto por t’ Hooft y Veltman [49]. En donde se calculan las ampli-
tudes de Feynman asumiendo que las integrales estan definidas en un espacio de D dimensiones:

d'k 1 dPk 1
/Wm - / (2m)P (k2 — A)N (2.1)

De esta manera, es posible realizar la integral haciendo uso de parametrizacion de Feynman, ademaés
de la funcién Gamma y Beta [33]:

NS

dPk 1 (~)NiD(N = L) 1 N
/7 Y

2m)D (2 — AN~ (4m3  L(N) ‘A

(2.2)
Donde D es ahora una variable que puede tomar valores complejos, por lo que, cuando tomamos
el limite D — 4, las divergencias presentes para N = 1,2, se presentan ahora como polos de la
funcion I'(z). Y para los casos N = 3,4,..., la integral converge. Recordemos que la funcion T'(2)
es la continuacion analitica de T'(IV) = (N — 1)! Por otra parte, se usé una definicion de la matriz
v® en D dimensiones que anticonmuta con todas las matrices y* |20].

En este capitulo se presentan las contribuciones de cada familia del Modelo Estandar al mo-
mento magnético anémalo y al momento cuadrupolar anémalo del boson W=.
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2.1. FUNCION VERTICE

2.1. Funcién Vértice

Conviene definir la funcién vértice usando la siguiente notacion y convenciones:

A (2q)

= Z'e]-—‘aﬁﬂ(pv Q) (23)

W (p —q) W=F(=p—q)

Donde I'qp,(p, q) es la funcion de Green amputada del proceso, las patas externas se incluyen
por claridad. Considerando las tres particulas en la capa de masa, la cineméatica del proceso es:

Bosones W=+

g _T_ Z;a :8 } < Condiciones de transversalidad,
ﬂ pr—

(p— q)z = mgV } + Condicién de capa de masa.

(p+q)° =my

El foton real implica

g, =0 < Transversalidad,

¢> =0 « Capa de masa.

Sean €, €q, €3 los 4-vectores de polarizacion del fotén y de los bosones W incidente y saliente
respectivamente. La amplitud entonces tiene la siguiente forma:

M = ieToapu(p, q)e“ e’ et 2.4
Bu

Donde la estructura del vértice es [20]

4\
Lapy(p, @) = A2pu90s + (89ap — Ga9pu)] + 28K (4890n — dagsu) + 5 Pudads (2.5)
w

A nivel de arbol A = 1, ademas Ak y A son cero. Los factores de forma Ak y A surgen a
partir de un lazo. Estos factores definen los momentos dipolar magnético y cuadrupolar eléctrico
del bosén de norma W como sigue:

e

Hw (2+ Ak)

Qw =

- 2mW

. (2.6)
— (14 AR+ ).

mw
2.2. Contribucion Fermionica

Del sector de corrientes leptonico (|1.142)) y de quarks (|1.154f) se obtienen las interacciones entre
los fermiones y los bosones de norma. Las reglas de Feynman que se desprenden del lagrangino se
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enlistan en el Apéndice A. La contribucién lepténica estd dada por los siguientes diagramas:

Vr

(2.7)

Ve

Wte(p—q) W=F(=p—q)

La contribucién de los quarks es

u U + d d + c c + s s
d u s c

+ t t + b b

b t
= > U U + D D
familias
D U

Pero cabe notar que en el caso de los loops donde circulan quarks, no es necesario calcular
ambos diagramas, ya que la amplitud de uno se puede obtener de la amplitud del otro con unos

(2.8)
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simples cambios:

(mu<++mp, Qp+Qu)

De hecho, también podemos obtener de este diagrama las contribuciones lepténicas haciendo
mp — mg, my =0y Qp = Q.
El diagrama a calcular es entonces el siguiente,

A (2q)

(2.9)
k+p—q k+p+gq

Wt (p—q) W=h(—p—q)

2.2.1. Contribucién del sector de corrientes de quarks

A continuacién se presentan las expresiones obtenidas para los factores de forma Mg y
Akg del diagrama anterior, en términos de las funciones escalares de Pasarino-Veltman [50],
|51|B0(07m%]7m%])a BO(Ovm%vm%)v B0(4q2am2Dam2D)’ BO(m%/V + q2vm%vm%]) y 00(4q27m%{/ +
q?,m¥y, + ¢*,m%, m3, m¥) con ayuda del software FeynCalc [52], |53]. El esquema utilizado en
la descomposicion de Passarino-Veltman consiste en invertir una matriz cuyo determinante se hace
cero en la capa de masa g = 0, por lo que se toma una ¢? # 0 a lo largo del calculo y se hace cero
cuidadosamente al obtener las expresiones finales. Tomando en cuenta esto se obtiene lo siguiente:

. aQp
Ag = lim 5
7>—0 32Ty,

aQp , 1 Q
= 1 —_ ) A
32#5%,‘, [q2lfo ((]2(q2 + m%,v) Ql) + A

AQr+Aq2

(2.10)

Donde el factor Ag; se indetermina en ¢ = 0, y en Ag2 se puede hacer directamente ¢*> = 0
sin presentarse alguna indeterminacion. Estos factores estan dados por
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. —(D—1)mp —2md((D — Dmd + (D = 3)md) + (D= D(m} —m¥)®, o 5 o
Aor = D - 2D 1) Bl b o)
D—3 —2m3mi + my — mi
_ ( )( mp DD 2U my — W)Bo(mW +q27mD7mU)
2m3, (D — 1)m% — (D — 1)m — (D — 3)miy) 22
2.11
(D—2)(D—1) Bo(0,mib, ) e
2m? (m? — m? +m2
_ o DD_2U W)BO(O,WQDJWQD)
4 M = mpBmiy + miy) + mp@my — 2mymiy — miy) = (my = mi)® o g2 2y

D -2

1 2 8
Ao2 = 2(D°+1)m
@ (D2XD1M$Am%2m%@%+7ﬁﬂ+(m%n%ﬂ%{(( )
—m$%(6(D* 4+ 1)mi + (6D2 + D —3)mi) + mp(6(D* + 1)m{ + (12D* — 21D + Dmimiy
+ (6D* + D — T)miy) — mb(2(D* + )m{; + 3(2D* — 7D + 1)mymiy + 2(3D? — 21D
+28)mZmby + (2D — D + 3)miy) + miy (my — m3) (D — Vym — (D — 5)mw)))Bo(0, m>, m)
n ((—3D2 3D+ 2)mS + m% (43D — 3D — 2)m% + (8D> — 5D — 11)m%)
+mb(—=6(3D* — 3D — 2)m{; + (—16D* + 23D + 1)miymiyy + (—4D* — 15D + 31)miy)
+mp(4(3D* — 3D — 2)m{; + (8D — 31D + 31)ym{miy + (—4D* + 33D — 37)miy
+2(D 4 3)mimiy) — (mi — miy)((3D* — 3D — 2)my + (3D* — 16D + 19)myymiy
—(D* — 3D + 8)m%mby + (3D> — 16D + 15)mw)))Bo(m€V,m?3,m2U)

+ 2( — (D> + 1)m% + mp(3(D* + 1)my + (D® + 2D + 3)miy) + mp(—=3(D* + 1)my

—2m3 (D? — 4D + 5Ymimiy + (D? — 8D + 1)miy) + (my — miy)(D* 4+ 1)my
+2(D? = 5D + 4ymimiy + (D* — 6D + 3)m‘¢v)))Bo(o, m¥, m¥)

—2((=mb +mi; +miy)(D(mb — mis +miy) (—mb +m; +miy)* = miy (m +6m (mi; —miy)

— Tmy + 2mimiy + Smév))) }
(2.12)

En donde Cy(44?,...,m$) = Co(4¢*, m¥y, + ¢*,m¥y, + ¢*, m%, m%,, m¥;). Ademas se ha tomado
¢> =0en Ag2- Notamos que el término Ag; se indetermina al evaluar la condicion de capa de
masa del foton, g2 = 0. Para tratar con ésta indeterminacion, es necesario hacer uso de la regla de
L’ Hopltal para calcular el limite cuando g2 — 0; como se muestra en [54]. Debemos asegurarnos
que )\Q1 tienda a cero cuando ¢?> — 0. Para ver que dicha condicién se satisfaga, se hace uso de
las identidades dadas por G.Stuart y A.Gongora [55] para expresar la funcién Cy en términos de
funciones By. Cuando ¢? tiende a cero, se tiene lo siguiente para )\Ql

i gu = (b = mi )+ 4 )

20 (D —2) ((D = 4)Bo(miy, mp, my) +2)  (2.13)

El cual claramente se hace cero al hacer D = 4 — 2¢ y al considerar la solucién para la funcién
Bo(my,, m%,m¥) = % + F(m},,m%,m¥%), cuya forma explicita se dard méas adelante. Una vez
que nos hemos cerciorado que se puede aplicar el teorema de L’ Hoépital, es necesario derivar
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las funciones de Passarino-Veltman respecto a ¢2. Para esto se utilizan las soluciones de dichas
funciones dadas en [56| para las By y parametrizacion de Feynman para la Cy; se derivan respecto
de ¢? = 0 y luego se toma el limite cuando ¢ — 0. Debido a que las derivadas de las funciones de
Passarino-Veltman no dependeran de D, se puede tomar D = 4 en los coeficientes de las funciones
presentes en S\Ql, que dependen de ¢%. La derivada del denominador de AQ1 respecto a ¢? cuando
q? — 0 es mZ,, por lo que al utilizar el teorema de L’ Hopital se obtiene lo siguiente:

: 1 4 2 2 2 2 2 2\ 5. dBo(4¢*, mp,m3)
ql;glo Ag1 :{Gm%,v ( —3mp — 2mp(—3mg — miyy) — 3(mi — miy) ) qlzlglo e

1 . dBo(m¥, + ¢*,m%,m?)

+ % ( —mp 4 2mEmE — mi; + m“fv) ql'zlr—>n0 w = D> My
1

+ g (b = b Bl ) oy Bty — 2y — miy)
w

; dCo(4q?,...,m¥%)

2 2 13\ 11 ol#q”,...,my

- - 1

(mgy — miy) )q;glo dg?

(2.14)

Las derivadas utilizadas se muestran en el Apéndice B.

Para el factor Akg, no se presentan indeterminaciones al evaluar ¢ = 0. Se tiene lo siguiente

a@p 2 22 4
Ako — ) <2D
"7 16ms?, (D = 2)(D — iy, (m, — 2m3,(m3, + mi,) + (md, — m3,)?) { o (2D mw (o

—2mpmiy —mi — 2mimiy +miy ) + DB3mS — mpb(9my + 17miy) + mb (9mg + 10mimiy
+ 25m‘év) —3mY + TmEmiy, + 19mimiy — 11m€v) + 4m€v(3m§g —2m3 (2m2U +3miy) + my
— 6mymiy + Smév))Bg(O, mp, mp)

6 2 2 2 4 2 2 2 2
+ (4mS ((D? = 10D + 12)m3y + (12 — 9D)Ym?) + mb(—4(D? — 12D + 14)ym>m3, — 2(4D
— 27D + 32)myy + 18(3D — 4)myy) — 4mp((D* — 6D + 8)miymiy + (D* — 4D + 6)mimiy
— (D* = 6D + 8)mSy + 3(3D — 4)ymf) + (mi — miy)(4D* — 23D + 28)mpymiy + 3(3D — 4)m$;
+3(D — dymEmby — (D — )m) +3(3D — 4)m%)130(m€v, m, m%)
+ 2mg (2D2m%V(m2D —mp)(mp +mp —miy) + DB3mE — mp(9m + 11miy) + m (9my
—2mimiy + Tmiy) — 3mY + 13mimiy — Llmimiy + m?/v) + 4m‘2/y(m%) (Qm%] +miy) — 2my

+3mmiy — miy) ) Bo(0, m, mi)

- 2((—m?J +m% 4+ m)(mb((9 — 2D)m?y + Im?) + mBH((2D — 5)miy — Im; + 2mEm?y)

+(m¥ —m3)(2(D — mEm3y + 3mb +mby) — 3m%)) }
(2.15)

Una vez obtenidos estos resultados en términos de funciones By, podemos evaluar numérica-
mente a estas expresiones usando las soluciones de esta funcion escalar [50], [51]. Recordemos que
la funcién By tiene la siguiente forma

471'/_1/2)2_% 1
Bo(v? m2. m2) — . /de 2.1
O(p 7m17m ) i772 [k‘2 . m%] [(/4} +p)2 . mg] ( 6)
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Vemos que cuando D — 4, la integral diverge logaritmicamente. Sin embargo, es posible aislar
esta divergencia en un solo término al tomar una nueva variable ¢ = 2 — %. Usando las soluciones
obtenidas por H.H Patel [56], [57], que utiliza esta definicion de €, esta funcion By toma la siguiente

forma

2 2 .2 m;

1 A7 2 (m1 —m3 +p )10g (W)

Bo(p?, m3,m3) = plake 2 + A(p?,m?,m3) + log ( m’; > — 27 22 42 (2.17)
2

Donde A(p?,m2,m3) es una funcién definida en [57].

Notamos que la divergencia presente en la integral se manifiesta como un polo para ¢ — 0. Sin
embargo, al sustituir este resultado en los factores de forma, el resultado final es completamen-
te independiente de %, de vg y de p?. Esto quiere decir que la forma en la que estan dados los
coeficientes de las funciones By es tal que el factor %, que encripta la divergencia, se cancela exac-
tamente. De esta manera obtenemos factores de forma finitos, tal como los resultados reportados
por Bardeen y colaboradores [20].

Del Particle Data Group [58| se obtuvieron las masas de los quarks, asi como de los fermiones
cargados. Cada factor se multiplica por 3, ya que cada quark que circula en el loop puede estar
en cualquiera de los 3 colores. Sustituyendo las masas en los resultados anteriores, obtenemos las
contribuciones numéricas de los quarks a los factores de forma A y Ak. Los resultados estan dados
en unidades de a = -, donde o = e

€
e

Particula Ak/a A a

U

My = 2.3 MeV 1.62179 —2.16239
d

mg = 4.8 MeV
c

me = 1.275 GeV
s

ms = 95 MeV
t

my = 173.5 GeV
b

myp = 4.65 MeV

—0.810897 1.0812

1.62067 —2.17347

—0.811506 1.08166

3.44384 0.127212

1.12661 —0.210473

Tabla 2.1: Contribucion del sector de corrientes de quarks a los factores de forma Ax y A dados en
unidades de a = a/4m7.

2.2.2. Contribucién del sector de corrientes de leptones

En el caso de las contribuciones hechas por los 3 leptones cargados y sus respectivos neutrinos, se
toma la masa de estos tltimos como cero. Haciendo my = 0 en el diagrama , yQp=Q;= -1,
se obtienen los factores de forma deseados. De igual forma que en el caso de los quarks, el factor A,
presenta un término que se indefine en la capa de masa, por lo que hay que proceder de la misma
forma que en el calculo anterior haciendo uso del teorema de L’ Hopital. Veremos que esto se repite
para el resto de las contribuciones. Se tiene entonces el siguiente factor A\, para los leptones

Ae = lim Ae1 + ez

2
q2—0 327T8W

(2.18)

S I L Xt ) + A
32msdy | ¢*—0 \ ¢%(¢> + m%,) ‘o £
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Donde Mg es el término que se indetermina al evaluar g2 = 0 v A\go es el término que no presenta
indeterminacién. Estos términos estan dados como sigue

Ao = D_2)1(D_1){ ((D —1)mb —2(D — 3)ympbmiy + (D — 1)m‘éV)Bo(4q2, mp, mp)

(

(D =)D = 8)(my — miy) | Bo(miy +a°,0,m) Jio
(2(D — 3)ymEm% —2(D — 1)m‘g)B0(o, m2,m3) (219)
(

_ 1 _ 2 4 2 _ 2 2 4 2 2
A= e ST { (2([) +1)mb — (2D* + D — T)ymbmiy — (D 5)mW)B0(O, mb,mb)
- ((—3[)2 +3D +2)mb + (2D*> + D — )mbmiy + (3D? — 16D + 15)méV)Bo(m%V, 0,m3)
— Z(DQ(m% —miyy) — D(mD +mhmiy — 6miy) +miy (mp — Bm%;v)) }
(2.20)
Aqui m?% representa la masa de los leptones, ademés, Co(44¢?, ..., 0) = Co(4q?, m¥, + ¢%, m3, +
q?,m%,m2,0). Cuando ¢> — 0, el factor A;; toma la siguiente forma
4 4
“ mp —m
lim Ay = M((D — 4)Bo(m}y,0,m%) + 2) (2.21)

q%2—0 (D — 2)

Por lo que se puede usar la regla de L’ Hopital como en la seccion anterior. El limite de Ay
cuando g% — 0 es:

7 1 4 2 2 4 . dBo (4q27 m2D7 m2D)
qlzlgo )\[1 :{ W (3mD — 2mDmW =+ Smw> q121£1>10 dq2

(2.22)

1 4 4 . dBo(m¥, + ¢,0,m%)
+ gz (b — i) Y, o

1 9 9 \2, 9 9 . dCo(4¢%,...,0)
= gz (b — ) my + ) ) i ST

De igual forma, estas derivadas aqui mencionadas se encuentran en el Apéndice B.

Para el factor de forma Axy, no se presentan divergencias para ¢ = 0.

«

Aky =
"= 1652, (D — 2)

CENTT { +om (2D2m€V 1 3Dm% — 11Dm% + 12m€v)B0(0, my, mb)
w
- (2(2D2 — 11D 4 12)mpmiy + 3(3D — 4)mp + (D — 4)méV)Bo(m€V7 0,my)

+ (4(D2 —4D + 3)ympmiy + 6(D — 1)mp — 2(D — 1)m‘év)}

(2.23)
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Del Particle Datta Group [58] se tomaron las masas de los leptones para calcular numéricamente
estos factores. Las masas de los neutrinos se tomaron como cero. Los factores Aky y Ay presentados

a continuacion estan dados en unidades de a = =

2z
Particula Ak/a Na

M. = 0.651 Moy | 0810897 | 1.0812

my = 10565 Moy | 0810893 | 1.08126

m, = 177T6.82 Mey | —0-809701 | 1.09089

Tabla 2.2: Contribucién del sector de corrientes leptonico a los factores de forma Ax y A dados en
unidades de a = a//47.

2.3. Contribucién del sector cinético de Higgs

Del sector de Higgs ((1.93) se desprende la interaccion WW H, la cual determina la contribucion
del Higgs en este proceso a través del siguiente diagrama

A (2q)

(2.24)

w*e(p—q) WA (=p—q)

La contribucion al factor de forma Ay de este diagrama presenta las mismas sutilezas en la
capa de masa que en los casos anteriores:

Ag = lim ———

A A
20 647sy, H1+ A2

(2.25)

¥ (1 A ) +A
im H1 H2
64msy, | >0 \ ¢?(¢% + m¥,)
Donde Mg es el término que se indetermina en ¢? = 0, y en Ago esto no ocurre.

Dichos términos estan dados por
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$ o 1 B 4 B 2 2 4 2 2 2
AH1 = D2)(D1){((D 1)ymyg — 4(D l)mHmW+4mW)B0(4q7mW,mW)

(D? = 4D + 8)m3 (m% — 2miy) ) Bo(miy + o, m, miy)

(
+(
+ ( —2DmY + ADmimiy + 2my — 4m§1m%4/)B0(0, may, m%) (2.26)
+ (2Dm%m€v —omimb, — 4méV)Bo(0,m‘2;V, m%v)

(

+ (Dm$ — 6DmYymiy +8Dmymiy —mly + 6mymy, — Sm%m‘év)co(équ, .. ,m%[)}

1
(D = 2)(D = 1)my, (m3; — 4miy)

Ao = { —miy ((-21:)2 + D —3)my + 2(9D + 5)mimiy
+24(D — 3)m‘éV)Bo(0, miy, miy)

+ ((D2 +7D — 10)m$; — 2(5D* — 56D + 67)miymy + 8(D* — 4D + 3)mSy,

(2.27)
+ (77 — 61D)m%m%v)Bo(m€v, miy, m%v)
- 2((D2 T 1)m% — 2(D? + 5D — 2ymim3 +12(D — 1)m§,m‘¢v)B0(0, m,m¥)
—om% ((D +2)mly — (2D + 19)ymEm3y + 24mév) }
Donde Cy(44?,...,m%) = Co(4¢*, m3, + ¢*, m¥, + ¢*, m¥%,, m¥,,m%). En este factor también

es necesario encontrar el limite cuando ¢> — 0 de A1, haciendo uso del teorema de L’ Hopital y
las derivadas de las funciones escalares de Passarino-Veltman. Para verificar que podemos utilizar
este teorema, hacemos ¢ = 0 en Ay y se obtiene

L1 (m2)(m?% — 2m?,)
Jim Ay = (DH_ B w ((D—4)B0(m%v,qu,m%v)+2) (2.28)

Que se hace cero cuando € — 0. El limite de Az, cuando ¢? — 0 es:

dBO (4q2 ) m%}[/a m%/[/)

1
lim Mgy —{ (3m§1 — 12m3miy, + 4m%,v) lim
m

q%2—0 6 %/V q%>—0 dq2
1 2 (2 2 - dBo(my +¢%,mi, miy)
+ m3, (mH(mH — QmW)) qlggo iP (2.29)
. dCo(44?,...,m%)
+ o, (m% — 6mymyy + Squm?,v) q121g10 i H

Dichas derivadas las encontramos en el Apéndice B.

Para el factor Axy tampoco se presentan indeterminaciones para ¢?> = 0, se obtiene
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(0%
= —29m?2
32152, (D — 2)(D — L)md, (m2, — 4m2,) { mW(

Ak 16D%*m3y, + 3Dm%; — 10Dm%m?,

— 56Dmiy, — 8mEimy, + 64771%V>B0(07 miy, miy)

- (16(D2 +2D — 6)ym%md, — 32(D? — 3D + 2)m$, + 3(3D — 4)mS,

+8(10 — 7D)m%{m%,v)B0(m%V, mi, miy)

+ 2m?, (8D2m‘é‘, + D(3m3; — 16m%miy, — 8my) + 4m%{m%‘,)B0(0, mi,m%)
+2(D - 1)m¥% (8Dm%[, +3my — 16m%,m%v) }

(2.30)

Los resultados numéricos de estos factores se presentan en la siguiente seccion.

2.4. Contribucién del sector de Yang-Mills

Las interacciones que surgen del sector de Yang-Mills, desde la perspectiva del grupo electro-
magnético Ug(1) (L.106)), involucran a los 4 bosones de norma de la teoria. Los acoplamientos de
interés para este procesos son WW~y, WWZ, WWry~, WW~Z y WWWW; los cuales dan lugar
a una contribucién del sector dada por la suma de los siguientes diagramas:

A (2q)
(2.31)
k+p—q k+p+gq
k
Wt (p—q) WP (—p—q)
A¥(2q) k
SN
(2.32)

W+e(p — q) e
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AH(2q)

(2.33)
U
Wrep—q)  FEPma sy g
A (2q)
(2.34)
—2q+k k
Wte(p—q) Wb (—p—q)

En donde V representa uno de los dos bosones neutros en la teoria, el fotén (7y), o el boson débil
neutro (7). Solo los diagramas de triangulo (2.31) contribuyen al factor A. Tales contribuciones
para V. =~, 7, son:

., o«
)\,Y = q121I—I>10 3 Ayt + )\72
(2.35)
o 1 A
=—| 1l ———A A
o Lzlﬂ) (qQ(q2+m%V) 71) + Ay2
, ozc%,v
Az = lim 5 Az1+ Az2
q>—0 64msy,
(2.36)

acyy 1f L Az )+ A
647r5%v >—0 \ ¢?(¢® + m%,v) Z1 22

Con Ay1 ¥ Az1 los factores que se indeterminan al evaluar =0y Ay2 junto con Az son aquellos
términos que no se indeterminan. Estos factores estan dados de la siguiente manera:

R o2mi

=5y {Bo<4q2,mav,m%v> - Bo<o,mav,mav>} (237)
D -3 2 2

Mz = =511 (0 = 49Bo(0.miy, miy) +2(D ~ 1) (2.38)
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) 1
M= DD - gy

{ (00 2y ) 4D = s 0 -

+ 4mily) ) Bo (g, mily, miy)

¥ ((D —1)(D- 3)m22(m22 —2mZ)(4(D — 2)m3y + mz))Bo(mW +q*m%,m¥y)

(2.39)
(2 m% — 2m? ) (4(D — 2)m% + m";))BO(o, m%, m%)
+ ( —2)miy +m%)(2(D — D)miyms — 4mév))Bo(0, miyy, my)
+ ( -1) mZ m% — 4mw)(mz 2m‘2,v)(4(D 2)mW + mZ)>Co(4q 7...,mQZ)}
1

Az2 =

—(—96(D*> - 5D t —9D? 4 10D + 19)miym3
(D2)(D1)m%(4mgvm22){ (= 96(D* = 5D + 6)mfy + 8(~9D + 10D + 19)mfym?

+(2D* — D + 3)ym3m$ + 2(4D* —10D* + D — 17)mévm‘§)Bo(o, miy, my)

— (32D3m§/v + 24D3mgvm2z — 48D3mévm% + 12D3mavm% — 192D2m§;v + 72D2m?;vm22

+94D*myymy — 38D*miym% + D*m% + 352Dmby, — 488Dmymy, + 176 Dmyymy — 35Dmiym
+7Dm% — 192mYy, + 520mSym% — 318miymy + 85mymS — 10mSZ)Bo(m€V, my, miy)

+ (2m22(48(D2 — 3D+ 2)miy + (D> + 1)m% — 4(2D® + 6D* — 27D + 11)myymy, + 2(2D* — 5D?
—3D — 2)m‘2;vm42))Bo(O,mQZ,m2Z)

- (16D3m‘évm‘§ — 8D°mZymS — 64D*mS,m% + 8D*myymy + 28D*mEmS — 2D*m + 160DmSym%

— 160Dm‘évm§ + 14Dm%vm62 — 2Dm% — 96m3vm2z + 136mévm% — 34m€vm% + 4m8Z) }

(2.40)

Donde se ha utilizado la siguiente identidad en Ay:
Bo(mZy,0,m3,) = 2+ Bo(0, m¥y,, m¥). (2.41)
Ademés Co(4¢?,...,m%) = Co(4¢%, m¥, +¢*, m3, + ¢, m3,, m¥%,,m%). Es evidente que )\71 se hace

cero cuando ¢ = 0 por lo que podemos utilizar L’ Hépital. Para ver que también podemos aplicar
esto en Az, hacemos ¢2 = 0:

P my(my — 2miy,) (4(D — 2)miy +m3))
lim Az = 5
q2—0 (D — 2)mW

((D — 0)Bo(mZy, m%, m2,) + 2) (2.42)

Que se hace cero cuando € — 0. El limite de los factores 5\71 y Az1 cuando g> = 0es

1 [ 2ma dBo(4q%, m2, . m2
lim Ay =g { My, Mol ’mW’mW)}
myy

q2—0 D —1 450 dq2
1 fomy (2 (2.43)
m¥, | D—1 \3m,
_ 4
- 3(D-1)
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dBO (4(]2 ) m%/V ) mI2/V)

qhgo Az1 = me (( 8miy, —m%)(—4myy, + 12miym% — 3mz)) qlgglo e
+ : <m2 (m2 —2m? )(8m2 +m3 )) lim dBO(m%/V + q2,m2Z,m%,V)
2m12/v z Z w w z q2—0 dq2
. dCo(4¢?%,...,m%)
+ g (S + ) by, — Gmymy + ) him S

(2.44)

En el caso de A\y2 podemos hacer D = 4 — 2¢ y sustituimos a By (0, m¥,, m%,) por su solucion
explicita para obtener una contribucién independiente de las masas.

1
Bo(0,m3y,, m3y,) = - + log(4m) — log (TZW) (2.45)

Haciendo esto se tiene

Ay = % (—3) . (2.46)

Pasamos ahora a la contribuciéon de estos diagramas al factor Ax. Todos los diagramas contri-
buyen a este factor y por cada diagrama se obtiene una contribucién divergente al factor de forma.
Sin embargo, es remarcable observar que las contribuciones divergentes dadas por la suma de los
tres primeros diagramas (2.31)), (2.32)) y (2.33), para cada caso V =+, Z, se cancelan exactamente
con la divergencia presente en el cuarto diagrama (2.34)), donde solo circulan bosones W¥ en el
loop. Al sumar los tres primeros diagramas ((2.31)), (2.32) y (2.33)), cuando circulan fotones vir-
tuales, la contribucién de estos es proporcional a la constante de acoplamiento e?, que podemos
expresar como g2s?,. Cuando en estos mismos diagramas, circulan bosones Z, la suma de los 3
diagramas nos da una contribucién proporc10nal al factor de forma g%c?,. La contribucién que nos
da el cuarto diagrama es proporcional a g2, y podemos descomponer este factor de forma como
g> = ¢? sW + g2 CW Al sumar esta contribucion con el resto, se obtienen factores de forma finitos:

3 3
g’shy Z Ak + gy Z Akiz + (g°sty + gy ) Akaw = Ak + Akigz. (2.47)

i=1 i=1
Donde los factores Ar; , v Ak; z son las contribuciones dadas por los tres primeros diagramas
cuando V = «, Z, respectivamente; los cuales son todos divergentes. Al sumar la contribuciéon
dada por el cuarto diagrama Ak, también divergente, donde se ha descompuesto la constante
g% = g%s3, + g*c¥;, se obtienen dos factores de forma finitos: uno correspondiente a la circulaciéon
de fotones Ak, y otro correspondiente a la circulacién de bosones Z, Arz. De igual forma que en
las secciones anteriores, no se presentan indeterminaciones al evaluar ¢ = 0. Estos factores finitos

que se obtuvieron son:

My = g ((D = 0)Bo (0, my, miy) +4(D ~ 1)) (248)

27(D —

donde también se utilizo la identidad ([2.41)). Si utilizamos la soluciéon explicita (2.45)), volvemos a
obtener un factor independiente de las masas; cuyos valores junto con A, coinciden con aquellos
encontrados por Bardeen y colaboradores [20],

a 20
Ak, =— | ——]. 2.4
T < 3 ) (2.49)

Para Akz se obtiene
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2
QCyy,

Aky —
"2 = 39752, (D — 2)(D — )mS,

{ (szz(—24(D2 — 3D +2)myy, +4(5D* — 13D + 5)m¥ym?%

+3DmY) ) Bo(0,m%, m3)

+ (2(8(D2 — 4)ymb, — 2(10D? — 23D + A)ymbym? — 3Dm€vm‘§))Bo(o, m2,, m%,)
+ ( —32D%*m$, + 112D*miym% — 52D*m¥ymy, + 96DmS, — 384Dmi,m% + 188Dmy,mYy
—9DmS, — 64mS, + 320m3,m% — 160mW2m%, + 12mg)B0(m%V, m%, miy)

+ ( — 48D%mi,m2 + 40D%m2,m% + 144Dmi, m% — 128DmZym? + 6DmS — 96mb,m2,

+ 88mZymy — 6m62> }
(2.50)

De la misma forma que en las secciones anteriores, las derivadas de las funciones PaVe que
se utilizaron, se presentan en el Apéndice B. Al introducir las masas que se han medido para los
bosones de norma y de Higgs {7, Z, W*, H} [59] obtenemos las siguientes contribuciones, dadas

en unidades de a = .

Contribuciéon Ak/a Na
(W=, 7} T »
mw = 80.38GeV; m, =0 3 3
W= 2 -
my = 91.18 GeV 1.76163 0.66209
H
my = 125.10 GeV —2.93792 | —0.0647176

Tabla 2.3: Contribucion del sector de Yang-Mills y del sector cinético de Higgs a los factores de
forma Ax y X\ dados en unidades de a = a/4r.

A lo largo de este capitulo se utilizé ¢, = (m%,/m%) y s&, = 1 — ¢}, como valores del angulo
de mezcla débil. Estas relaciones se desprenden del sector cinético de Higgs una vez rota la simetria
electrodébil . Los programas de Mathematica que se utilizaron para calcular las correcciones
radiativas a estos vértices, asi como los resultados analiticos y numéricos de los factores de for-
ma, se pueden encontrar en el siguiente repositorio: https://github.com/ponchistrismegistus/
WWGammaVertex.gitl Donde se utilizaron los complementos FeynCalc [52], [53], ademaés del Paquete
X [56], [57].
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Capitulo 3

Teoria de Yang-Mills en Dimensiones
Extras

3.1. Antecedentes Historicos

La iniciativa de modelar las leyes de la fisica, haciendo uso de mas de 4 dimensiones, comenzo
con el trabajo de Nérdstorm en 1914 , quien utiliz6 un 5-vector para describir las interacciones
electromagnéticas y las gravitacionales bajo una sola descripcion unificada. En 1921, Kaluza
retoma esta idea para ahora proponer una teoria tensorial de la gravedad en 5 dimensiones. Sin
embargo, ambos autores asumian que los campos no dependian de la coordenada extra para poder
explicar su no observabilidad. Para resolver este problema, Klein ﬂgﬂ propuso en 1926 que dicha
dimensién extra se encuentra compactificada en un circulo S* muy pequefio de radio R (Ver Fig.

, y ademas es periodica.

A ) .
5th dimension T Compactification C@
—_}

Time Time

dimension

- >
3-space 3-space

Figura 3.1: Compactificaciéon o enrroscamiento de la 5% dimensién a un circulo muy pequeno: Se
realiza un mapeo invertible R — S! de la dimensién adicional; ademéas de establecerse una relaciéon
de periodicidad.

Posteriormente, con el nacimiento de la teoria de cuerdas —, se le di6 una gran relevancia
a las formulaciones hechas con dimensiones extra. Esta primera version requeria de 26 dimensiones
para asegurar predictividad . La anadidura de los Fermiones en la teoria de cuerdas , ,
junto con la recién propuesta teoria de supersimetria ; fueron dos elementos clave para que
la teoria de supercuerdas se estableciera como una potencial teoria cuéntica de la gravedad. La
introducciéon del mecanismo de Green-Schwarz para eliminar las anomalias cuanticas presentes
en teoria de cuerdas, di6 paso a la primera revoluciéon de supercuerdas, en donde se dieron a cono-
cer 5 formulaciones consistentes de supercuerdas —. Ademas de establecerse una conexion,
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mediante compactificacion, entre supercuerdas en una variedad de 6 dimensiones de Calabi-Yau
[76]; v una teoria supersimétrica de 4 dimensiones [77]. La segunda revolucion de supercuerdas
surgio6 con la propuesta de E. Witten [78], quien establecié que las 5 teorias anteriores eran limites
de la teoria-M que propuso, que consta de una teoria unificada en 11 dimensiones. Posteriormente,
la existencia de las D-branas propuesta por J. Polchinski |79] para fundamentar la dualidad de
cuerdas, fué un evento remarcable. También se demostré que supergravedad en 11 dimensiones
también era un limite, de bajas energias, de la teorfa-M [80], [81]. La correspondencia ADS/CFT
[82], que establece una dualidad entre teorfas de gravedad en 5 dimensiones; con teorias de norma
en 4 dimensiones, fué un hallazgo con implicaciones profundas y ventajas practicas en fisica no-
perturbativa. Con todo esto, lo que se quiere dar a entender es que con el nacimiento de la teoria
de cuerdas, la fisica teodrica ha abrazado a estas formulaciones que ocupan dimensiones extra.

La teoria aqui desarrollada se basa en los trabajos de Appelquist, Cheng y Dobrescu [14]; en
donde se define una teoria con la estructura del Modelo Estandar en 4 dimensiones, pero ahora
en un espacio-tiempo con dimensiones extra compactas, donde todas las variables dindmicas son
libres de propagarse, dando lugar a una torre infinita de Kaluza-Klein por cada campo definido en
dimensiones extra. Estos modelos se conocen como Dimensiones Extra Universales, en las que la
conservacion del momento extra dimensional, da como resultado (después de integrar las coordena-
das extra) una teoria efectiva de Kaluza-Klein en 4 dimensiones; en donde la paridad es preservada.
Como consecuencia, los efectos de los modos de Kaluza-Klein en las observables 4-dimensionales,
surgen por primera vez a un loop. Una de las mas atractivas caracteristicas de Dimensiones Extra
Universales es que se anaden pocos pardmetros a la teoria estdndar: la escala de compactificacion
R~ y el nimero de dimensiones extra n. Atin méas, se han propuesto como candidatos de materia
oscura a los primeros modos excitados de Kaluza-Klein del fotén o del neutrino [83]-[86], todo esto
basandose en las nociones de Dimensiones Extra Universales.

3.2. Introducciéon

El presente capitulo desarrollaremos una teoria de Yang-Mills pura extendida a dimensiones ex-
tras, para ilustrar las ideas centrales y sutilezas presentes al construir este tipo de teorias. Para esto
tomamos como punto de partida el trabajo que lleva por titulo “Symmetry in the extra-dimensional
Yang-Mills theory and its Kaluza-Klein effective description” |16, en donde se desarrolla esta mis-
ma teoria de Yang-Mills pura en dimensiones extras y se ahonda en sus consecuencias. Estos
formalismos que nos permiten lidiar con dimensiones extras se han extendido atn mas alla, en el
contexto del Modelo Estandar, ahora con dimensiones extra en |17]. Los primeros pasos dados en
esta construccion de teorfas con dimensiones extra se publicaron por el mismo grupo de autores en
|18], en donde se estudian los efectos a orden de un lazo debidos a una dimension extra universal en
una teoria A¢*. Posteriormente se extendié al Modelo Estandar con una dimensién extra anadida
en [87]. Ademas de que se han estudiado los efectos de una dimension universal extra en el vértice
central de esta tesis |15]. Las nociones centrales del proceso de ocultamiento de una simetria y el
papel fundamental que juegan las transformaciones canénicas se discuten en [88|, ademaés, en [89)
se extienden estas ideas para teorias de Yang-Mills con un numero arbitrario de dimensiones extra.
Aplicaciones en el contexto del Modelo Estandar donde se tratan aspectos de renormalizacion en
un sentido moderno han sido explorados en [90], [91]. Diversas aplicaciones fenomenologicas han
sido estudiadas en este contexto de dimensiones extra universales en [10], [92], [93], por mencionar
solo algunas.

La teoria de Dimensiones Extra Universales aqui presentada, consiste en una teoria efectiva que
es valida a cierta escala de energia A, que se considera mucho mayor que la escala de energia de
compactificacion R™1, que es el inverso del radio promedio R de las dimensiones extra (A > R™1).
Las distancias exploradas por esta teoria (del orden de A~!) son tan pequenas comparadas con R,
que estas dimensiones extra pueden considerarse como infinitas. A estas altas escalas de energia
(o pequenas escalas de distancia), se asume que la teoria es gobernada por el grupo extendido de
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Poincaré 1SO(1,3 + n), donde n es el namero de dimensiones extras. Asi mismo, la dindmica de
la teoria es determinada por el grupo de norma extendido a la variedad soporte espacio-temporal
M = M* x N™, donde M* es la variedad usual de Minkowski y A" es una variedad Euclidiana
de dimension n que representa una extension espacial [16]. El grupo que describe la dindmica de
la teoria es el grupo de norma extendido SU(N, M**"). Cabe sefalar que el grupo de norma
extendido SU(N, M**t") y el grupo de norma usual SU(N, M%), no difieren como grupos de
Lie, ya que tienen el mismo ntiimero de generadores (N2 — 1), pero si difieren como grupos de
norma, ya que tienen un ntumero diferente de conexiones (4 4+ n y 4 respectivamente). Para poder
describir los fenémenos fisicos a escalas por debajo de la escala de compactificacion R~!, es necesario
ocultar la simetria extendida ISO(1,3 + n) x SU(N, M**t") en la simetria usual ISO(1,3) x
SU(N, M*). A tal proceso nos referiremos como el protocolo o mecanismo de compactificacion;
el cual consiste de varios pasos de un caracter de ninguna manera trivial. El primer paso radica
en definir mapeos candnicos que relacionen objetos covariantes de ISO(1,3 + n) x SU (N, M*+t™)
en objetos covariantes de 1SO(1,3) x SU(N, M?*). Para el paso siguiente, resaltamos que, como
el ntimero de conexiones de SU(N, M*t") es mayor al de SU(N, M*), la diferencia aparecera
como representaciones tensoriales del grupo de norma usual (una vez realizado el primer paso).
Asi que, desde la perspectiva de SU(N, M%), estas n conexiones pueden ser dotadas de masa. Es
necesario dotar a estas conexiones de masa a la escala de compactificacion R~!, ya que estos nuevos
efectos fisicos, debidos a las dimensiones extra, deben desacoplarse para energias muy por debajo
de esta escala de compactificacion; de acuerdo con el Teorema de Desacoplamiento de Appelquist-
Carazzone [94]. Esto indica que, dentro de este protocolo de compactificacion, debe existir una
manera de generar las masas de dichas conexiones; de manera analoga al Mecanismo de Higgs. Como
se verd a continuacion, lo mismo que ocurre para teorias que presentan ruptura espontanea de una
simetria, también sucede en este mecanismo de compactificacion. El ocultamiento de una simetria
de norma se manifiesta a través de dos tipos de transformaciones de gauge: Las transformaciones
de norma estandar (SGT), del grupo SU(N, M*), y un conjunto de transformaciones de norma no
estandar (NSGT). Las NSTG son aquellas transformaciones del grupo extendido que no pertenecen
al grupo usual. El dltimo, y més trascendente paso de este protocolo, consiste en ocultar todo
papel de las coordenadas extra de N™ de la teoria; esto da lugar a la introduccién de un ntimero
infinito de campos producidos por los mapeos canénicos. Estos campos se conocen como torres
de Kaluza-Klein, y podemos identificar a algunas de estas torres con campos de norma estandar
de SU(N, M%), ya que no reciben masa a través del mecanismo de compactificacién, mientras
que el resto de torres si recibe masa por medio de este protocolo. A lo largo de este desarrollo,
se estableceran paralelismos del mecanismo de compactificacion con el de Englert-Higgs, para
remarcar las similitudes y diferencias que comparten.

En este capitulo comenzaremos por analizar el algebra del grupo extendido de Poincaré
I50(1,3 + n) y sus subrupos 1SO(1,3) y ISO(n), ademas del rol de estos grupos en las cons-
tantes de movimiento del sistema. Posteriormente se estudiaran los formalismos conceptuales y
técnicos que sustentan a una teoria de Yang-Mills pura, extendida a dimensiones extras. Tomando
como punto de partida una curvatura extendida que define a una teoria pura de Yang Mills en
donde, vista desde el grupo extendido, no existen campos masivos en la teoria, pero una vez que
pasamos a la visién del grupo usual 4-dimensional, aparecen campos de norma masivos, sus respec-
tivos pseudo bosones de Goldstone, asi como campos escalares masivos. Por tltimo, se presentan
las conclusiones y aspectos mas importantes de la teorfa, asi como los paralelismos existentes entre
Dimensiones Extra Universales y el mecanismo de Englert-Higgs.

3.2.1. Notacion

Denotaremos a los puntos del espacio tiempo extendido como (z,Z) € M**t" donde z € M* y
Z € N™. Los indices de Lorentz seran denotados por letras maytsculas:
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M,N,...=0,1,2,3,5,6,...
_ (3.1)
=K1
conpu=0,1,2,3y i1 =5,6,...,n+4. No se utiliza la etiqueta 4, ya que es costumbre reservarla para

la coordenada temporal, que se denota por 0. Las conexiones y las curvaturas de SU (N, M*+™)
tienen entonces la siguiente forma:

% (z,T) — Campo de norma de Yang-Mills (3.2)
Fyn(z,z) — Curvaturas de Yang-Mills '

3.2.2. Constantes de Movimiento del espacio-tiempo extendido

En un espacio tiempo de d dimensiones, con d = 4 + n, el grupo de Poincaré ISO(1,d —
1) se define a través de sus generadores, que en total son 3d(d + 1). De los cuales, d de ellos
pertenecen al grupo de las Traslaciones T'(1,d — 1) y los denotaremos como Py. Los %d(d -1
generadores restantes, denotados por Jysn, son los generadores del grupo de Lorentz SO(1,d —1).
Estos generadores satisfacen el siguiente algebra de Poincaré:

[Par, PN] =0
[Jaen, Pr] = i(9mrPNn — gnrPrr) (3-3)
[Jans Jrs) = i(9mrINs — gusInk — 9vrRIms + gnsIur)-

Podemos identificar que en esta algebra yacen dos subalgebras. Una corresponde al algebra del
grupo usual de Poincaré IS50O(1,3):

[Pm PD] =0
[ Py = i(guppv - gVPP#> (34)
[J,u,lu Jpo’] = i(gup']uo - gu(r']up - gl/pJ/,LO' + glIO'J/,Lp)'

mientras que la otra esta asociada con el grupo ortogonal inhomogéneo en n dimensiones 1.50(n):

[me PD} 0
[Taws Ppl = i(0ppPo — 05pF) (3.5)
[Taws Tpo) = i(0pp oo — OpaJop — OvpJas + dwa Jup)-

Si identificamos a Py como el Hamiltoniano del sistema, vemos que P, Py, J;; ¥y Juz son todas
constantes de movimiento. Esto implica que todos los generadores del grupo inhomogéneo I50(n)
son constantes de movimiento; este hecho juega un papel central para generar el espectro de masas
de Kaluza-Klein. Mas adelante veremos que el invariante de Casimir P; P* nos permite definir un
conjunto completo de funciones ortogonales que determina: 1) un mapeo canoénico para pasar de la
perspectiva de dimensiones extra a cuatro dimensiones, y 2) un espectro de masas para los modos
de Kaluza-Klein que respeta el Teorema de Desacoplamiento. Cabe resaltar que los generadores de
boost, Jo; y Jou, no representan cantidades conservadas.

3.3. Teorias de Yang-Mills con Dimensiones Extra

Partimos definiendo una teoria efectiva de campos de norma gobernada por los grupos de
simetria extendidos {IS0(1,3+n), SU(N, M%)}, y cuyos parametros de norma estan definidos en
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la variedad extendida M?. Se asume que la acciéon de la teoria consiste en una funcional que actia
sobre los campos de norma. Se tiene que la teoria no es renormalizable en el sentido de Dyson [95],
[96], por lo que la accion se considerara como una serie infinita de términos invariantes de Lorentz
y de Norma cuya dimensién candnica va creciendo en cada término de la serie; esto es:

Seff /d4$dnl‘£4+n(]:MND ]:MNv .. .), (3.6)
donde
Layn = JV[N]:MN + Z £d+d (FinDaFirns---) (3.7)

con la curvatura d-dimensional dada por:

Fiun(2,7) = O AR (2, 2) — OnAfy (2, 7) + gapn f* AL (2, 2) Ay (2, 7). (3.8)

En esta tltima expresion, gi, y f°¢ son la constante de acoplamiento y las constantes de es-
tructura del grupo extendido de norma, SU (N, M%). Bajo este grupo, las conexiones y curvaturas
extradimensionales se transforman como sigue:

5 A4 (x,7) = Diza’(z, ), (3.92)
SF N (2, %) = gayn [ Fipn (@, 2)a (2, 2) (3.9b)
donde las funciones a®(z,Z) son los parametros del grupo de norma y ’D?Vl} = 60y —

GainfPAS,(2,T) es la derivada covariante en la representacion adjunta de SU(N, M?). El primer
término de corresponde a la version en d dimensiones del lagrangiano usual de Yang-Mills en
4 dimensiones. El siguiente término, £37¢, corresponde a invariantes de Lorentz y de norma de
dimensién candnica mayor que d, que se conforman de las curvaturas extendidas y sus derivadas
covatiantes. Estos términos de dimensién mayor que d, multiplicados por constantes desconocidas
A se encuentran suprimidos por potencias negativas de la escala de energia A, la cual se asume
que es mucho mayor a la escala en que esta teoria es valida. Cabe notar que el primer término de
no depende de esta escala A, por lo que més adelante veremos que este término es clave para
pasar a la descripcion del grupo usual {ISO(1,3), SU(N, M*)}.

3.3.1. Ocultamiento de la simetria

Para obtener la descripcion en cuatro dimensiones de una teoria de Yang-Mills extra dimen-
sional, es necesario definir mapeos que nos permitan decender del régimen de altas energias donde
es valida la descripciéon de {ISO(1,3 +n), SU(N, M%)}; a una descripcion de energias mas bajas
donde la compactificacion de las dimensiones extra es aparente, por lo que es necesario recurrir a
la simetria usual {ISO(1,3), SU(N, M*)}.

Antes de proceder, es importante recalcar que los grupos SO(n) y SO(1,3) son subgrupos de
SO(1,3 4+ n). Ademés de que los campos de norma A%, (z,Z) (M =0,1,2,3;5,...,d = p; i) que
son vectores de SO(1,3 +n) pueden verse como un 4-vector A5 de SO(1,3) y como n escalares de
SO(1,3) denotados por Af. A su vez, podemos pensar que las 4 componentes de A, son escalares
de SO(n), y A, representa un n-vector de SO(n).

El presente anélisis se realizara sobre el primer término del lagrangiano (3.7)), ya que los términos

siguientes de la serie son suprimidos por potencias inversas de la escala de eneria a la cual es valida
esta teorfa; A. Este término define la siguiente accion

S[A%,] = — i / ded"E e (2, 7)FMN (2, 7). (3.10)
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Comenzaremos por ocultar la simetria del grupo de Poincaré extendido I.50(1,3 +n) al grupo
4-dimensional inhomogéneo de Lorentz ISO(1,3). Realizamos un mapeo que relacione objetos
covariantes de SO(1,3 + n) a objetos covariantes de sus subgrupos {SO(1, 3), SO(n)}:

SO(1,3 +n) — {SO(1,3), SO(n)}

a = a — a — (3.11)
AM(xvx) — {A/L(‘T,z)vAﬁ(x7x)}'
Este mapeo transforma la curvatura extendida en
fXIN(xvj) = {}—Zu(mvj)ﬂ }—SD(xvi')v -7:517(%5)} (3'12)

Donde F;,(z,7), (v, %) y Fiy(z, ) se transforman como 2-tensor , 1-tensor y O-tensor bajo el
grupo SO(1, 3); y como O-tensor, 1-tensor y 2-tensor bajo SO(n), respectivamente.

Los mapeos (3.11)) y (3.12)) transforman la acciéon (3.10) en

1 i
SIAL Afl = —7 / d'z d"z [Fo, (o, ) I (2,5) + 270 (2,8) FL¥ (x, 7) (3.13)

+F,

(z,2)F5" (2, 7)]

La cual es manifiestamente invariante bajo los grupos SO(1,3) y SO(n). Sin embargo, la sime-
tria extendida SO(1,3 4 n) no ha desaparecido ya que podemos regresar trivialmente a la accion
(3.10). Es importante observar que el mapeo dividi6 al campo de norma extendido A%,
en dos campos A, y A7; Mientras que a la curvatura extendida Fj,y en 3 tensores diferentes:
Fi(x,7), Fiip(2, %) y Fiy (v, 7). Lo cual quiere decirnos que la accion sigue estando gober-
nada por la simetria de norma extendida SU(N, M%).

Para poder abandonar completamente la perspectiva del grupo de norma extendido, es necesario
eliminar de la teorfa todo rastro de las coordenadas extra . Este paso es altamente no trivial, ya
que tales coordenadas representan etiquetas continuas que cuentan grados de libertad. Para poder
eliminar todo rol dindmico del grupo SO(n), asumamos que se ha llevado a cabo un esquema de
compactificacion de la variedad N™, y sea { f(™)(z)} un conjunto completo de funciones ortogonales
definidas en la variedad compacta. De esta manera los campos resultantes del mapeo , asi
como los pardmetros de norma, pueden descomponerse en esta base mediante una serie general de
Fourier como sigue

Al (z, 7) Z £ () Al (), (3.14a)
Az, 7) = Z £ (@) A (), (3.14b)

(m)

= fmW(z)am (), (3.14c)
(m)

expresiones analogas definen los mapeos para los momentos canénicos IIf} y II7; de los campos de
norma Aj; y A%, respectivamente. La notacion ) (m)> Tepresenta la suma general de los modos de

Fourier; ebta se define en el Capitulo 4. En los mapeos (3.14]), los grados de libertad que cuentan las

(m)a ¥y ALM)Q

funciones base f (™ ( ) no representan grados de libertad. Los mapeos - 3.14)) pueden ser revertidos
si se asume que el conjunto {f(™(z)} esta normalizado

etiquetas continuas Z, se traducen ahora en los campos infinitos Ay , mientras que las
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Al (g /d":cf<m> ) Al (x, ), (3.15a)
Ama () = / £ (7) A2 (2, 7). (3.15b)

Haciendo uso de la ortonormalidad del conjunto {f(™)(z)}, podemos ver que los mapeos (3.14)
son canonicos, ya que los paréntesis de Poisson fundamentales de los campos de norma en la
variedad extendida

, T ,T)} =0ap00(T —2)0(Z —T), 3.16a
A (2, 2), 11 (27, 2) } = 0ap 0, 0(Z — F)0 !
{A% (2, 2), 110 (2, &)} = 6ap0750(F — &')6(T — @). (3.16b)
se transforman en
{Am(z), W ()} = 60,6 W6 (F — ), (3.17a)
(A (2), 78 (&)} = 8ap6p8 @ 6(F — 7). (3.17Db)
Donde se define el siguiente producto de deltas de Kronecker
d(m)(n) = Om,n,Omyn, - - Om n, - (3.18)

Cabe resaltar que los mapeos mantienen su caracter candnico sin importar el esquema de
compactificacion elegido o la geometria de la variedad; ya que s6lo nos hemos valido de la completez
del conjunto de funciones {f(™)(z)}.

Este segundo mapeo mantiene la naturaleza covariante del primer mapeo (3.11)), ya que po-
demos establecer que los campos A m)a( )y A m)a( ), definidos en la variedad 4-dimensional, se
transforman como un vector y n escalares de SO(l, 3) respectivamente. Sin embargo, para poder
proceder con el anélisis, es necesario determinar como estos nuevos campos se transforman bajo
el grupo usual de norma SU (N, M*). Vemos que el mapeo divide en dos la variaciéon del
campo A%, (z, Z) dada por (3.9) en

OA(z,T) = Dzbab(ﬂc, z) (3.19a)
§A% (2, 2) = DpPal(x, ) (3.19b)

Antes de proceder con el analisis, notamos que la funcion constante f© puede considerarse
como un elemento més del conjunto base {f(™)(z)}, con la tinica pero fundamental diferencia de
que la funcién constante es el inico elemento de esta base que no depende de las particularidades
de la variedad compacta. Por lo que a partir de ahora, el conjunto de funciones base de la variedad
euclidiana sera {f©, f(m)(z)}; esto quiere decir que el mapeo toma la siguiente forma

Al(x,z) = fOADY(2) + Y f@ () A (), (3.20a)
(m)

At (2,7) = fOAL (2) + 3 f@)(3) AP (w), (3.20b)
(m)

a(x,z) = fQa®a(z) + Zf(m)(f)a(m)a(x), (3.20c)
(m)
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Tomando esto en consideracion, y usando el hecho de que la base {f @ flm) (Z)} es ortogonal,
las variaciones dadas por (3.19) se descomponen en:

FAD(z) = DO @b (5) gfabczA(m)b( Yame(g), (3.21a)
(m)
5A§Lm)a( ) = gf“bCA ) ¢(z) + ZD mr)abo (1) (), (3.21b)

(r)
SAP" (@) = gf " AP (@)a @ (x) + gf Y AP (2)alm(a)
(m)

(3.21c)
+ Z [/ d”xf(o)aﬂf(m)(x)] o™ (),
SAG" (@) = gfabCA;ﬂ%)a@C(x) + g A" (@)a ™" (@)
mr)ab (r .
. Z Dl(—ii) a(*)b(.’b), (3 21d)
()
con
D,Sm)ab — §mn)p(Qab _ gfebe Z A mTS)A(S ¢ (3.22a)
(s)
plmnab _ _gab / "z (@) O (7) + 9D Amen A, (3.22b)

(s)

donde hemos identificado a D@ = 599, —g f abCAELQ)C como la derivada covariante de SU (N, M*)
en la representacion adjunta. Para poder hacer esta identificacion, la constante de acoplamiento en
el espacio 4 + n dimensional ha sido reescalada para poder identificar a la constante adimensional
usual:

9= 19Yg(s1n). (3.23)

Esta relacion es de suma importancia ya que nos permite aterrizar a la teoria usual 4-dimensional
de Yang-Mills.
El stmbolo A () se ha definido como:

Aparsy = ﬁ / 45 £ (3) 7O (3) £O (7). (3.24)

Esta cantidad sera analizada con més precision posteriormente. En las expresiones anteriores se ha
. ) . 0)a
establecido que los modos cero de los campos y los parametros de norma (por ejemplo Af;)") son

las componentes a lo largo del elemento base f©: y los modos excitados (por ejemplo A&m)a ) son
las componentes a lo largo de los demas elementos de la base f(2) (Z).

De manera anéloga al mecanismo de Englert-Higgs, queremos pasar de una teoria simétrica
bajo el grupo extendido SU(N, M%), a una teoria donde sea explicita la invariancia bajo algiin
subgrupo de este; en nuestro caso este grupo es SU(N, M*). El paso a seguir es encontrar aquellas
transformaciones de SU (N, M?) que definan a nuestro subgrupo de interés. Esta identificacion se
logra considerando que los modos cero de los parametros de norma de la teoria extendida % (z)
son los pardmetros de norma que definen la teoria usual invariante bajo SU (N, M*). Por lo que, al
tomar igual a cero los parametros excitados (a™)(z) = 0), las variaciones toman la siguiente
forma
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5ALQ)a(x) D(O)ab (O)b(x) (3.25a)
5A5Lm)a(x) fabcA b (2)a(Q¢(z), (3.25b)
5A%Q)a(x) fabcALO b(x)a(o °(2), (3.25¢)
5A(-m)“( ) = fabcALm () Q¢(2). (3.25d)

A estas transformaciones definidas por % (z) las llamaremos Transformaciones de Norma
Estandar (6 SGT por sus siglas en inglés); las cuales nos indican que A,(; (x) se transfor-

ma como una conecciéon, mientras que el resto de los campos ALM)G(:E), A%Q)a(:n) y Af;m)a(m) se

transforman como campos de materia bajo el grupo usual SU(N, M?) en la representacion adjunta.

Hasta este momento no hemos tomado en cuenta el hecho de que en la teoria pura 4-dimensional
de Yang-Mills no existen campos escalares, ya que la teoria esta conformada tnicamente de campos
de norma. Por lo que la existencia de los campos escalares A(O) () y A/(%)a(a:) bajo SO(1,3) debe
ser consecuencia de que estamos considerando la existencia de n dimensiones extra. Debido a esto,
debemos satisfacer el requerimiento fisico de recuperar la teoria usual de Yang-Mills en el limite
R — 0 (a escalas de energia mucho menores que R~1; o equivalentemente, a distancias demasiado
grandes tales que el tamafio promedio de la variedad compacta es imperceptible). En otras palabras,
los efectos de nueva fisica deben desacoplarse, tal como lo establece el teorema de desacoplamiento
[94]. Para poder justificar este desacoplamiento, resaltamos la introduccién de la funcién constante
f9 que aparentemente podria parecer trivial, sin embargo esta funcién es la tinica que no depende
en ninguna forma de la geometria de la dimensiéon compacta. De este hecho se infiere que cualquier
campo que no cuente con un analogo en la teorfa 4-dimensional, no tiene componente a lo largo
de esta funcion clave (9. Mas aun, del hecho de que la funcion constante sea trivialmente par
bajo el intercambio T — —Z, nos sugiere que debemos dividir al conjunto completo de funciones
ortonormales en dos conjuntos independientes: uno que contiene a las funciones par { f}; (0), éﬂ) (Z)},

y otro que contenga a las funciones impares { fo ( )}. Con esto postulamos que cualquier campo
con contraparte estandar es par bajo la reflexion & — —Z, mientras que aquellos que carezcan de
un analogo 4-dimensional son impares bajo este intercambio. Con esta implementacion, los mapeos
(13.20) se convierten en:

Al (2, 7) = FPAD (2) + 3 F (@) Al (), (3.262)
(m)
Al (w,7) = Y f§ (@) AF (), (3.26b)
(m)
o (x,7) = [ oD (x) + Z P (@)alm (z). (3.26¢)

Ademas, esta asuncion elimina las ecuaciones l y l y reduce a ) en

5A%m)a( ) gfabcA(m)b O)c ZD("W)“b (r)b ) (327)
()
donde las cantidades (3.22)) se convierten en

Dimrleb — smr)p@ab _ g pabe NN 0 AR (3.28a)
()
DRt = _gebplmr) 4 g pate NTALL AR (3.28b)

(s)
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donde se ha definido

plms) = / i £ (2)0, 12 (7). (3.20)

Observe que el simbolo definido en (3.24]) se divide en dos debido a la existencia de dos conjuntos
independientes de funciones, uno par y el otro impar:

1 m — T — S —

Awrs) = 7@ / d"zf3? (1) [P (2) £ (@), (3.30a)
1 m)/— )/ — s)/—

Burs = 71 [ 15 @IS @)1 @), (3.300)

De estas definiciones podemos ver que la cantidad A, es simétrica bajo el intercambio
de cualquiera de sus indices de Fourier m, r o s; mientras que A/ mrs) solo es simétrica bajo el
intercambio de sus primeros indices m o r. Para poder determinar estas cantidades, necesitamos
primero definir cuales son estas funciones f() (Z) que conforman al conjunto completo.

(m)a

i (x) bajo el grupo
estandar SU(N, M*), tomamos como cero a los parametros excitados a(™?(z). Pero tales para-
metros también definen transformaciones de norma para estos campos, sélo que no bajo el grupo
de simetria usual (cuya invariancia es ahora explicita después de los mapeos canénicos), sino que
bajo la simetria extendida SU (N, M) ahora oculta. Esto no debe asombrarnos, ya que esta es la
naturaleza de una teoria donde se ha implementado un ocultamiento de una simetria de norma.
Cuando queremos pasar de una teoria gobernada por un grupo de Lie G, a la misma teoria donde
sea explicita la invariancia bajo algin subgrupo H € () existen parametros de norma que defi-
nen transformaciones del grupo G que no pertenecen al subgrupo H. En nuestro caso, los grupos
SU(N, M*) y SU(N, M%) son idénticos como grupos de Lie, pero difieren como grupos de Norma.
En ambos casos, la existencia de estos parametros adicionales a la simetria explicita, nos indica
la existencia de un grupo de norma mas “grande” que se encuentra oculto. Es importante recalcar
que la simetria original extendida SU(N, M%) no se ha anulado, ya que el algebra que satisface
constricciones que definen a la teoria estan dadas en términos de los Paréntesis de Poisson fun-
damentales (3.16]), los cuales son preservados por los mapeos canénicos (3.11)), ([3-26p) y (3-26b).

Una consecuencia de esto es que los campos ALm)a(x) no pierden su naturaleza de campos de
norma, s6lo que vistos bajo el lente de la teoria 4-dimensional, estos se transforman como campos
de materia.

Los parametros excitados a(™%(x) definen las Transformaciones de Norma No Estandar
(NSGT) como sigue:

Para establecer como se transforman los campos A,(,,Q)a(w), A,(,,m)a(gv)7 vy A

Ons AD () = g "¢y " A ()0l (x), (3.31a)
(m)
Ons A () = " DimIaba @b (), (3.31D)

(r)
m)a mr)ab _(r
5nsA£*f) (z) = — ZDIEL*) a(,)b(x).

3.31c
(r) ( )

Estos parametros excitados a(m)“(x) son de suma importancia para poder cuantizar la teoria tal
como lo establecen H. Novales y J.Toscano en [97], tomando como base el formalismo BRST [98],
[99].

Hasta ahora hemos tenido éxito ocultando la simetria extendida {7SO(1,3+4n), SU(N, M%)} en
la simetria 4-dimensional usual {ISO(1,3), SU(N, M*)}: Las 4+n conexiones originales A%, (z, T)
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han sido mapeadas al conjunto infinito de campos { A (Da Al(Lm)G, A m)a} con la ayuda de los mapeos

canoénicos (3.11]), (3. 26|a (3.26b). Hemos encontrado que los campos Au corresponden a las 4
conexiones del grupo de norma estandar SU(N, M*), mientras que los campos {A,(Lm)a7 A%m)a},

a los cuales nos referiremos como excitaciones de Kaluza-Klein de ALQ)“, se transforman como
campos de materia en la representacién adjunta del grupo usual. De manera analoga al mecanismo
de Englert-Higgs, cuando pasamos de la perspectiva de un grupo G cuyas conexiones son AZ, a un
subgrupo H de este, con un ntimero menor de conexiones A% u; €l resto de conexiones AZ de G se
transforman como campos de materia bajo H y pueden ser dotados de masa. En nuestro caso los
campos {Aftm)“7 A%m)a} se transforman como campos de materia bajo SU(N, M?*), asi que pueden
ser dotadas de masa. Sin embargo recordemos que debe existir una relacién uno-a-uno entre los
pardmetros de norma de una teorfa con las conexiones de esta. Por lo que es inmediato concluir
que la dnica posibilidad para cumplir este requerimiento es:

a9 (z) & A&Q)“ (3.32a)
alma(z)  Alme (3.32b)

m)a . .,
Por lo que los campos Af—f) no son campos de norma; tal como se esperaba. A continuacién

analizaremos el mecanismo analogo al de Englert-Higgs, que nos permite dotar de masa a estas
excitaciones de Kaluza-Klein.

3.3.2. Espectro de Masas

Hasta ahora hemos definido el mecanismo para ocultar la simetria extendida SU(N, M?), cuya
invarianza es explicita en l-) a una teorfa manifiésstamente invariante bajo SU(N, M*); con la
ayuda de los mapeos ) v (3.26). Aunque no hemos visto como se ve la accién original después
de aplicar estos mapeos canoénicos; asi como tampoco conocemos aun el mecanismo para poder
dotar de masa a los campos de norma A%™® asi como a los escalares Afim)a. Veamos a continuacion
como este mecanismo se encuentra arraigado en la estructura de la teoria misma. Para ver esto,
notamos que las curvaturas F, (z,z), Fi; (v, %) y F5;(z, T) son pares, impares y pares respecto al
intercambio & — —Z, respectivamente. Por lo que pueden ser descompuestas de la siguiente forma:

Fo(2,7) = [P FO(x) + Z Fom () Flma(x), (3.33a)
=3 s ,ZV”)“(J:), (3.33b)
()
}-517 (z,7) = fE /S?/)a ) + Z f(m) (iC) (3.33¢)
(m)

Una vez integradas las coordenadas extra Z, obtenemos un lagrangiano efectivo dado por

Loff = LoV + LVS + L35 (3.34)

donde estos sectores se distinguen por contener interacciones de tipo Vector- Vector, Vector-Escalar
vy Escalar-FEscalar; respectivamente:
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1
L = = PR @) FO Zf“'”a JFE (z), (3.352)
Loy =< Zf(m “(a) FS (), (3.35D)
(m)
1 a o 1 m)a m)pav
L5l = = Fid @) FOM (@) = 1 Y F " @) FEE (). (3.35¢)

(m)

Los lagrangianos (3 ) y ) tienen la forma de un sector cinético escalar y un potencial

~ m)a
escalar, respectlvamente Esto nos senala que las masas de los campos de norma Aﬁf)

y los
escalares A( “ pueden ser generadas por los lagrangianos )y ), respectivamente.
Podemos 1nfer1r esto ya que en el mecanismo de Englert- nggb es en el sector cinético del campo
escalar donde surge la masa de ciertas conexiones, y en el potencial escalar surge la masa del campo
escalar. Para ver con mas claridad que los lagrangianos anteriores tienen esta forma, veamos que

las 1-formas y 0-formas que definen a estas curvaturas tienen términos lineares en dichos campos:

FB (@) = DO AP (2 ZAU / @'z 15 @)1 (7)
(3.36a)
+gf“bczA'mAg@b(x)A%”(x),
(rs)

=> A" (@) / @ TI(2) [5a00 I3 (@) = 00500 G ()]
@ ) (3.36b)
+9f™ Y Al AP () AP (),
(rs)

F@ @) = gfee Y AW (2) AT (2). (3.37)
(m)

Al desarrollar estas curvaturas (3.36p) y (3.36p), manifiéstamente invariantes bajo la simetria
usual, se nos revela un aspecto muy importante. Primero notemos que, las funciones 0 f ém)(@ y

O fém) (Z) son impar y par, respectivamente. Este hecho garantiza la existencia de los términos

de masa para los campos A(m)a y Afim)a, ademés de darnos un indicio de como definir a estos

conjuntos de funciones ortonormales { f (0), fé @)}y {/f (m)( )}

Para generar este conjunto completo de funciones base, necesitamos de alguna observable rela-
cionada con las dimensiones extra. Es decir, requerimos de un operador Hermitiano que genere una
base ortogonal asociada a un conjunto real de eigenvalores. Como se muestra en las ecuaciones
y . disponemos de ”H invariantes de Casimir para elegir del grupo inhomogéneo 150 (n), ya
que todos sus generadores son constantes de movimiento. Como se menciond, el invariante predi-
lecto sera aquel asociado con el subgrupo de traslaciones en las dimensiones extra 7'(n), dado por
P? = P P;. De tal forma que, si {|p)} es la base de kets generada por Py, entonces

Pulp) = pulp)- (3.38)

Estos kets también son eigenkets de P2

P?|p) = PuPulp) = pupuld) = p°1p)- (3.39)
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Al proyectar en la base de las coordenadas {|Z)}, se tiene

(z|P?|p) = p*(z|p) (3.40)
Pero sobre la base de coordenadas, el operador de momento tiene un caricter de operador diferen-
cial:

Py — —idy, (3.41)

por consecuencia se obtiene

(A+p?) f(x)=0 (3.42)

donde A = 9,0, v f(Z) = (z|p). Es claro que las soluciones para esta ecuacién son ondas planas
de la forma

f(&) ~ =P (3.43)

En un espacio infinito, el espectro desplegado por p; es continuo, pero como la variedad N
es compacta, este genera un espectro discreto de momentos; de manera andloga a una particula
confinada en una caja, en donde el momento toma valores discretos debido a las condiciones de
frontera. Es ahora momento de definir la geometria de nuestra variedad compacta.

Compactificacion

En un primer acercamiento, consideramos a un n-toro como el punto de partida para construir
nuestra variedad compacta. Iniciemos esta construcciéon con una sola dimensién adicional (n = 1).
El 1-toro es la variedad S (circulo) que se obtiene identificando las fronteras de un segmento de
linea, [0, 2w R;], como un solo punto.

0 2R, — 0 2rRy T

027R;

Figura 3.2: Construccién del 1-Toro o circulo S! de radio R, a partir de un segmento de recta.

El 2 toro T2 proviene entonces de identificar los lados opuestos de un cuadrado de lado 27 R
[100].
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A
A

A
LV

.. 3 D

Figura 3.3: Construccién de un 2-Toro, T?, a partir de un cuadrado.

Esto es equivalente a tomar el producto directo de dés circulos S!

T? = 8' x St (3.44)

Por lo que el n-toro proviene de ifentificar las fronteras de un m-cubo; o equivalentemente, el
producto directo de n copias de S,

T =8"%x ... xS, (3.45)
—_—

n-veces

Estudiemos los requisitos fisicos a considerar en la estructura de estas geometrias: periodicidad
y paridad.

Para el caso mas simple, n = 1, la geometria de la variedad impone la siguiente condiciéon de
periodicidad para sus elementos Z; € S':

i‘l = i’l + 27TR1. (346)

Esta propiedad periédica es intrinseca a la variedad que hemos escogido, sin embargo, no nos es
suficiente para construir nuestra teoria; ya que la variedad por si misma carece de una estructura
de paridad. Fisicamente esta paridad nos es crucial, ya que es a través de ella que discernimos si
un campo extradimensional tiene contraparte estindar o no. Para poder realizar esta distincion,
debemos aplicarle a S* la accién del grupo ciclico Z,. Esto nos conduce a otra variedad % Jlamada
Orbifold. La accién de Z, asigna a cada elemento Z; € S! su antipoda —z;. Esto, anudado a la
propiedad periodica del circulo, establece que los puntos 0 y mR; son fijos en el Orbifold. Al actuar

Z3 en los elementos del circulo S!, pasamos al segmento de recta [0, 7 R1] que conforma la variedad
Orbifold:
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[

0 TRy 0 mRy

St Stz

Figura 3.4: Aplicar el grupo ciclico Z, a los elementos de S' nos lleva a una nueva variedad %,
llamada Orbifold, en donde los puntos 0 y 7R son fijos ya que su antipoda son ellos mismos debido
a la estructura periédica del circulo.

Los campos de nuestra teoria deben cumplir con la condicién de periodicidad
T1 =11+ 27 Ry, (3.47)
y tener paridad definida bajo la accion de Z5
T1 =— —T1. (3.48)

Este proceso de compactificacion Orbifold es equivalente a imponer las siguientes condiciones
de frontera sobre nuestro conjunto de funciones base:

fém) (f)‘aD =0 <— Condiciones de frontera de Dirichlet, (3.49)
ouf ](Em) (f)‘aD =0 <+— Condiciones de frontera de Neumann. (3.50)

Las soluciones de la ecuaciéon diferencial (3.42)) son de la forma e*"# de modo que pueden
expresarse también como una combinacion lineal de senos y cosenos; por lo que tomamos a las
funciones impares y pares como sigue

&P (1) = 5% (p1 - 1) = sin(py - 71) (3.51)
F8 (@) = F8 (1 - 71) = cos(py - @) (3.52)

Luego, la condicion de Dirichlet sobre fém) (Z1) en la frontera de la variedad Orbifold (Z; = 7 Ry)
implica
) m
sin(py - mRy) =0 = ﬁlzR—, conm=1,2,..., (3.53)
1

donde m es el indice de Fourier para la tnica entrada en este caso de n = 1. Esto hace que la
condicion de Neumann se cumpla, ya que

8ﬁfém)(i’1) = 8,7 (COS(ﬁl . 531)) = ]318’“1(]51 . (i‘l). (354)
Para una variedad compacta con n dimensiones consideramos n copias del Orbifold %, todas
con el mismo radio Ry = Ry --- = R, = R, por simplicidad.
St St
= — X X —. 3.55
N Z < (3.55)
—_——
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en otras palabras, la variedad conformada por el n- cubo formado por el producto directo de los n
segmentos de recta [0, 7 R].
En este caso general de n dimensiones, las funciones base son senos y cosenos n-dimensionales:

fém) (z) = féﬂ) (P . 7) = sin(p™ - z) (3.56)
fém)(j) _ ngm) (ﬁ(ﬂ) T) = COS(@(M) - T) (3.57)

donde las condiciones de frontera impuestas sobre estas funciones nos llevan a un espectro discreto
de momentos de la siguiente forma |101]:

o) — (ml mn) _ (3.58)

R R,
Con esto en mente, definimos la siguiente cantidad
n m 2

2 _ (m)(m) _ my
My = PP = > (R> . (3.59)

k=1 Nk
la cual caracteriza el espectro de eigenvalores de P?. Ya que estamos considerando a todos
los radios como iguales, tenemos m%m) = R2m?2. Donde m? = m% + -+ mi es cualquier
combinacién permitida de los indices de Fourier. Vale la pena resaltar que la funcién constan-
te fJ(EQ) = (Z|ps = 0) corresponde a la funcién de onda asociada con el estado base. El hecho

. 0 . . - _
de que el eigenvalor de f ,(5) sea cero, implica que los campos usuales no reciben masa a la escala R™!.

Con las funciones (3.57) y (3.56) en mano, podemos reescribir las curvaturas (3.36h) y (3.36b)

de la siguiente manera:

]:(@)a(x) — ,D;(Lg)abA(DM)b(x) _,'_p(ﬁm)Algm)a(x)

nv
+ gfabcZA/M)AI(})b(x)AI(f)C(x)’ (3.60a)
(rs)
m)a m m)a m m)a abe )b s)c
Fig (@) = p A7 () — o AP (@) + 9fD Mpmy A @A (@), (3.60m)
(rs)
donde

mOé
P =Y Tt (3.61)

a=1 @

Por otra parte, los 2-tensores en (3.35), que definen al sector Vector-Vector estan dadas por

FO%x) = FOx) + gf* Y A () AT (x), (3.62a)
Fin ()= D AR ) DA
i gf'abcZA(M)Al(})b(x)Al(jﬁ)c(x)? (3.62b)
(rs)
con
FQ () = 0,AP(x) = 0,AD" () + gf*** AL (2) AP (), (3.63)

las componentes de la curvatura del grupo de norma usual SU (N, M*).
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(

Como se mencion6 anteriormente, las masas de los campos de norma Aum)a(x) surgen del sector
cinético escalar que describe la lagrangiana £33 en (3.35b). Tomando en cuenta la forma de la

curvatura ]-",(LT)G(QC) en l= ), una vez realizado el proceso de compactificacion, dicha lagrangiana
pasa a ser

LYy - % B (Dﬁg)abA(Dm)b) (D(Q)ac,uA’gm)C) m) g(m)ap (D(O)abA(m)b> 4 ;m A Ja g (m)ap

abc 0)ad 4 (m)d r)b, (§)C ade r)b 4(8)c d (9)e
+ogf Z A/(M) (Dl(f) As ) AW A f ZA(mm AP Ay AW hAy
(mrs) (p2)

(3.64)

Hemos omitido la dependencia en los puntos del espacio tiempo usual, x, para no saturar la
expresion. Justo como se menciond, esta lagrangiana tiene gran semejanza con aquella que surge
del sector cinético de Higgs.

Por otro lado, vemos que tomando en cuenta el 0-tensor F;; (m)a( ) en )7 una vez determi-
nada la variedad compacta, el sector E?Q/S en - ) toma la siguiente forma

1

YM _ (m)agmp(m) 4(m)a (m) abc g(m)a 4(r)b 4(s)c

£y E:{QA# ME AP 4 o S Al (S0 AP AT AL
(m) (rs)

n 9742 Z [(feabAl(1 @ g(m) ) (fech A(f)d) (3.65)
(r)

Y Al Dy (FAL L) (042 42)] }

(spq)
donde la matriz de masa fm,(%) estd dada por

m(nz) %m) 5[“7 pftm) l(/nz) (366)

Esta matriz de masa, determinada en su totalidad por la invarianza de norma de la teoria
extendida (3.10), da lugar a un campo escalar sin masa. Esto se observa diréctamente al tomar la
traza de dicha matriz:

M = (n— 1)m?,,), (3.67)

donde se uso el hecho de que 67§, = n. Analizemos el significado de esta traza: Del total de las
(2™ — 1)n excitaciones de Kaluza-Klein de escalares A(m)a (cuyo numero esté determinado por las
distintas sumas de Fourier sobre las posibles combmamones de los indices (m) [89]), existen (2" —1)
torres de pseudo bosones de Golstone, los cuales denotaremos por A(*) 3y (2" —1)(n — 1) torres
de campos escalares fisicos todos degenerados en masa, a los cuales nos referiemos como A( )a
con i =1,...,n — 1. Podemos relacionar a estos pseudo bosénes de Golstone con los vectores de
norma ALm)a que también adquieren masa bajo este proceso de compactificacion. Notemos que la
relacién es 1 a 1.
La matriz 92 puede ser diagonalizada mediante una transformaciéon ortogonal:

pv

M = R () m) (3.68)

224 B v Tron’

61



CAPITULO 3. TEORIA DE YANG-MILLS EN DIMENSIONES EXTRAS
3.3. TEORIAS DE YANG-MILLS CON DIMENSIONES EXTRA

(m) _ 4. 2 2 2
con M, = dzag(m(m)7 M)s - M) 0).
La matriz ortogonal R(™) nos lleva de la base eigenestados de masa, a la base eigenestados de
norma. Es decir transforma a los campos eigenestados de masa

Al (Ag@“,A(Gm)“)  A=1,...,n—1 (3.69)

en los campos eigenestados de norma Ai_tm)a . Esto es

A" = RyZLAGY" = REDAT" 4 R A", (3.70)
donde
REIR™ =5 A REIRE) =550, (3.71)

Debido a que R es una matriz ortogonal cuyas columnas estan dadas por los eigenkets, se
sigue la siguiente identidad

PRI = mim o, (3.72)
de donde se infiere que
(m) p(_m)
RoG = —. (3.73)
M(m)

Notamos que ninguna de las curvaturas F, é%) se transforman covariantemente bajo R por
lo que, una vez expresada en términos de eigenestados de masa, la lagrangiana (3.65)) depende
explicitamente de R. Por lo que

,C?S,/é,\/j _ Z { 1 (m)A(m)aA m)a 4. }7 (374)
(m)

donde los demés términos tienen la misma estructura de (3.65)) con la diferencia de que por cada
A(m a

m m
escalar A,(f) aparece su respectiva transformacion R( ) i

Vale la pena recalcar que las masas de los vectoreb Ahm)a y los escalares A surgen de
las curvaturas fé%)a(x) y fé%)a(as) respectivanemte, las cuales surgen de la curvatura extendida

a —_ 2 . . . .
Fim N (T, T), cuya estructura estd determinada en su totalidad por la invarianza de norma. Por esta
razon podemos referirnos a estas masas como 'masas de norma’.

3.3.3. La Norma Unitaria

n)a . .
Los campos escalar sin masa A( )% ge identifican como pseudo bosones de Goldstone en el

sentido que pueden ser removidos de la teoria mediante una NSGT especifica. Los grados de
libertad que representan estos pseudo bosones de Goldstone se incorporan como los estados de
S o . . (m)a y
polarizacién longitudinales de los campos vectoriales masivos A;;". La transformacién de norma
no estandar (NSGT) que hace esto posible es aquella cuyos pardmetros infinitesimales estan dados
por
A(m)a
almeae — 2°G (3.75)

M(m)

Apliquemos esta transformacion en 1- y l ), tomando en cuenta que la cantidad Dj; (mr)ab

se ve modificada como

D/gmmb _ sob 5(M)pg) + gfoe Z Al AL (m)e (3.76)
(s)
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al tomar en cuenta las funciones definidas por (3.57) y (3.56). Considerando las transformaciones
(3.70) v (3.73)), esta NSGT especifica nos lleva a un nuevo conjunto de campos dados por

A(m)a
A/ (ma _ g(m)a ame (3.77a)
(m)
Allme _ plma (3.77Db)
Alfme — g (3.77¢)

Mediante esta eleccion de pardmetros excitados o™, una vez se ha pasado a los campos eigenes-
tados de masa, los pseudo bosones de Goldstone A/G(M)a desaparecen de la teoria.
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Capitulo 4

Contribucion de las excitaciones de
Kaluza-Klein H™) al vértice WW~

4.1. Introduccion

La realizacion del calculo que se presenta en este capitulo, fué posible gracias al trabajo titulado
“The Standard Model in extra dimensions and its Kaluza-Klein effective Lagrangian” [17], del
cual se obtuvieron las reglas de Feynman y los propagadores necesarios para llevar a cabo el calculo.

En la extension del Modelo Estandar con Dimensiones Extra Universales, el doblete de Higgs
se asume como un campo par bajo la reflexion £ — —Z en las dimensiones extras:

®(z, ) = o)q)(O) +Zf(m) )™ (z) (4.1)

De forma explicita

G*

O () =

o™ (z) = <U+H(O)iG(ZO)> (42)
V2

G
oM (z) = (H(,,L)_iG(ZnL)) ) (4.3)
e

donde HQ es el campo usual de Higgs; GE/%H y G(ZQ) son los pseudo bosones de Goldstone en
la teoria usual que son absorbidos como los estados de polarizacién longitudinales de los bosénes
W% y 7O ysuales, respectivamente, mediante el mecanismo de Englert-Higgs. El campo H (™)

(m)+ y G(m)

es la excitacién de Kaluza-Klein del Higgs usual, y las excitaciones Gy, >~ son los pseudo
(m)i

y Z (m), que adquieren
G%/{;L):t v

bosénes de Goldstone que se acoplan con las excitaciones vectoriales W,
masa mediante el mecanismo de Kaluza-Klein. Ademaés, es posible remover los campos
G(Zm) mediante la norme unitaria, definida por una NSGT particular. A diferencia del caso estudiado
en la Seccién anterior, donde tenemos una teoria de Yang Mills pura, se encontré que por cada
excitacion vectorial de Kaluza-Klein, Agm)a, existen n — 1 campos escalares con masa y un pseudo

boson de Goldstne AXY* asociado con dicha excitacion de norma A™®. En el caso del Modelo
Estandar extendido a Dimensiones Extra Universales, como se ha introducido un doblete de Higgs,

. . . m)+ m
por cada excitaciéon vectorial de los bosones de norma VVAE*) y Z,(f), tenemos n campos escalares
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masivos Wflm)i y Zf,@, respectivamente, y un bosén de Goldstone que surge del doblete de Higgs
G+ (m) :
w_ vy G, respectivamente.
Las interacciones de nuestro interés para el estudio del vértice WW+~ en Dimensiones Extra,
son aquellas que involucran a los siguientes acoplamientos:

W mEp (@mF 40 (4.4a)
= (m)F pr(m) (4.4D)

El acoplamiento (4.4h), surge del sector de Yang-Mills de la Lagrangiana extendida, en especifico
del sector Vector-Vector, LEW |17]. La lagrangiana correspondiente es

Ly )W m) 4@ = igz [(Wﬁyﬂ)-w(m)-ﬁ-u _ WF(%)-FW(m)—V)W(Q)M
(m) (4.5)
— W/S%Bw(m)*uw(m)%f ,

donde

WmE = g, WimE g, Wwm* (4.6a)
w9 =9, w0 — 9, w3, (4.6b)

La regla de Feynman que surge de este Lagrangiano es:

A(Q)“(kl)
= —ie[(k1 — k2)aguw + (k2 — k3)ugor + (ks — k1)vgnu) (4.7)

WA () W)= (k)

Por otra parte, el acoplamiento (4.4b), surge del sector cinético de Higgs, especificamente del
sector Vector-Escalar, ﬁfl"g wx |17]. La lagrangiana correspondiente es

Loy -y (m)5 1 (m) = Gy (o) ZH(m) (WlSQ)-Fw(m)—# + W}EQ)_W(@)'H‘) (4.8)
(m)

La regla de Feynman determinada por este Lagrangiano es:

Hm)

= 1g9My (0 Jajs (4.9)

T

W @)+« W (m)—5
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Vemos que no existe cambio alguno respecto a las reglas de Feynman del Modelo Estandar
usual, lo tnico que si cambia son los propagadores:

(m)+ —1 Lt kv
K v = P omE {9“” -3 ] ; (4.10a)
= MYy (m) W(m)
(m) i
U - A S (4.10b)
k k? —m% o)
donde
My ) = mfm) + My, (4.11a)
m?{(m) = m%m) + m?q(g)- (4.11b)
El diagrama a calcular es el siguiente
AOn
Z (4.12)

(m)

W(O+a W5

Integrando sobre el momento k¥ que circula en el loop, se obtiene la siguiente funcién vértice,
donde se ha utilizado Parametrizacién de Feynman:

r gPmiyw () 2 > I L) /de—l ' (— 2z +y — 1)p'g™”
b = 1672 & Pin? (k2 — Afw)? ! ’

2(mY Y@ +y =1 = (y =2y wm) 5 o 2 or@+y—17°— (2 =2)m}w) o 4,

+ m2 q g - mQ q9g
W (m) W (m)

Sxylr +y—1 o

_ %zﬁq qﬂ)
MYy (m)
k2 2 +y—1 o Dy —2 o
+/de' A il (D e+ 1() oy
( H(m)) mW(m) mwm

2(-D2z+y—-1)+x+y+1) a,@u)]
+ qg
Dm?

W (m)
(4.13)
De esta funcion vértice se desprenden los siguientes factores de forma
2 2
9*m3 o) ( r'(3) D 1 2miyry(r +y —1)
Apgep = LW Ip /dk :(- ) (4
" 1672 %: in% (k2 A?{(m) )3 m%[/(m) ( )
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2,2 2\2-L 2 2

g°me o (dmp®)? =2 (3 1 My oy +y—1)

Ay = S S T l/ TR vyl G +204y)
2 H(.m

m) T My ()
D—-2)y—2
AHun)) me(m
(4.15)
Donde se ha usado la siguiente notacién para la integral paramétrica
1 1—x
Ipz/dxdydz 5(x+y+zfl):/ d:v/ dy, (4.16)
0 0

y se defini6 la siguiente cantidad en la integral de momentos

Alm) = m%m) +mie (1 -2 —y) +miyo (@ +y)° (4.17)

= m(m + AH(O)

Recordemos de la seccién anterior, que la cantidad m(,) estd dada por el momento en la
variedad compacta, el cual es discreto, de la siguiente manera:

m
Mim) = (Tz) = Plm) = Plm) * Plam) (4.18)

Donde

m® =mi+- +m? (4.19)

es la suma de las distintas combinaciones de los indices de Fourier.

4.2. Contribuciones al factor de forma A\gp

Comenzaremos por estudiar la expresion (4.14)), que define al factor de forma A5 dado por las
excitaciones de Kaluza Klein del Higgs, hasta llegar a sus tltimas consecuencias; para asi analizar
el resultado obtenido.

Podemos escribir al factor AP como sigue:

NED — (4mp)>= 7 mer(?/d%wl?) (4.20)

() My T Aw)
donde
g miy
Iz, y) = —W2xy($ +y—1) (4.21)
Usando el siguiente resultado para la integral de momentos en D dimensiones [33]:
I'@3) / D 1 ( D) _p
Ak = T (35 ) (A%w) ™ 4.22
i 2 ( Ai{(m)) 9 ( H(m )) ( )

podemos reescribir al factor AEP de la siguiente manera, si ademds tomamos en cuenta la definiciéon

de m?,,,, dada por (4.11f):

D
Mg = —(47W2)2_% ZIPf,\(CC ) ré-3)
H ’ 2 A2 )3—%
(m) MGy () (A% (423)
—(Amp?)? % Y Ip fulz,y)D (3 - D) 1 '
’ _D
(m) 2 (m%m) + miwm)(mfm) + A?q(g) )3 2
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Una vez hecho esto, es imposible no notar el parecido que tiene el denominador de esta expresion
con un producto de propagadores de Feynman. Y este hecho se hace atin méas evidente si sustituimos
a m?m) con k‘(Qm), que es el momento discretizado en la variedad compacta. Como estamos tratando
con un momento que recorre todos los valores discretos que puede tomar, hacemos uso de la letra
k, en lugar de p. Se tiene entonces

D 1
NED — —(47p?)? E Ipfa(z,y) <3 - ) (4.24)
(m) 2 [k(Qm) + m%/wﬂ)][ + AH(O)] -3

Al vislumbrar esta estructura, es dificil resistirse a realizar una Segunda Parametrizacion de
Feynman [102]. Para esto, hacemos uso del resultado obtenido por U-R Kim y colaboradores [103],
para llevar a cabo la parametrizacion sobre n propagadores, cada uno con una distinta potencia «;,
donde esta puede ser cualquier numero complejo en general que satisfaga Ze(a;) > 0,i=1,...,n:

1 047 Z .’L‘k)CL' 1=l pon—1
_ L d dz, k=1 L n 4.25
ATt A F( / o / ! (3o p ) pAy) k= (425)

Usando este resultado, identificamos las potencias de los propagadores como vy =1y ag = 3 — %,
por lo que se tiene
1 CT(1+3-%)
_D — Dy’
k2, +miwllkE,) + A%, T -3)
/1 22—%
dz
1+3-2
0 (2kl,) + A% 0]+ (1 =2k, +miyo])
ra-2y rt Z272
= g) / dz— RV
Ir@—=73)Jo [k(m)—i_AH} 2
(4.26)

donde se ha definido
AY = m?/[/(g) + (A?q(m - m%mg))Z-

Notamos que la primera funciéon gamma que se introdujo usando (4.22)), se cancela una vez realizada
la segunda parametrizacion de Feynman

D\T@-2) ! 227
AEP = —(4mp?)> 2N T z, F<3—>2/ dz———F——%
H (4mp”) (%:) pfa(@,y) 2 ) T(3— %) 0 [kzm) +A§{]4—%

—(dnp)? " Ip fa(z,y / dzz22F<4—>Z
(m

(4.27)

D
2

m)+A2] a

Ahora bien, enunciemos la definicién del simbolo Z(m) que hemos venido utilizando para la
descomposicion general de Fourier. Es una notacion reducida para indicar sumas infinitas de la
forma:
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my=1

i p(mi0,...,0) 4 i POm2,0,0) 4 4 i 7(0,...,0,m)

ZT(m) —
(m) my=1 mo=1
o o) o)
+ Z T(ml,mz,O ..... 0) + Z T(O,mQ,mg ..... 0) 4ot Z T(O,...,m,n_l,mn)
mi,mz=1 ma,mz=1 mp_1,mn=1
+ Z T(mima,...;my)
(4.28)

Dado que no es relevante la posicién en cada celda, sino el niimero de ellas que son ocupadas,

podemos utilizar al coeficiente binomial para reescribir esta suma como sigue
(4.29)

S-x(i) %
mi,...,mg)=1

(m) £=1

1

n n I
Z (l> (mlv-zﬁ;lz)—l m

Por lo que podemos expresar al factor de forma como
ED 2\2- 2 ' 2-D D
A~ = —(4mp”) 771Pf>\(177y)/ dzz" =T (4 2)
0 =1 (m)
(4.30)

Podemos simplificar atin méas esta expresion tomando prestada artilleria pesada de la rama de teoria
de numeros; en particular de las sumas infinitas y sus continuaciones analiticas. En especifico, la
funcion zeta multidimencional inhomogénea de Epstein [104]-]107], definida como

> 1

- Z (ain? + -+ an? + c2)*

(n1,...,n0)=1

2
Ef (s;a1,...,a¢)
ay = 1, podemos

con ¢? > 0 y vélida para Ze(s) > %. Vemos que para el caso a; =
reproducir la altima suma en (4.30). Para ver esto con més facilidad, factoricemos un factor de
2 2 2
oyt dmy, Entonces,

R~? del denominador de ([4.30); recordando que k%m) ==

m- _ =
dzzQ_%F (4 — g) (7)
(=1

R2
> 1
(4.31)

Z 1.9, A2 14_D
S LS Yl
! D, o _(4_D D\ &

/O Z(R%)7 2)F<4—2)§:

S—

AP = —(47T/l2)2_%fpf,\(%y)

— —(4mp®)> EIpfa(z,y) [ 2z

> 1

L i amir )

(ml,‘..,mg):l

donde se ha definido
70




CAPITULO 4. CONTRIBUCION DE LAS EXCITACIONES DE KALUZA-KLEIN
HM) AL, VERTICE WWr
4.3. CONTRIBUCIONES AL FACTOR DE FORMA Akgp

A2
2 H
CH =55 (4.32)
ademés de haber omitido la linea inferior ”_” de los indices de Fourier mf para una notacién méas

limpia. Usando entonces la definicién de la funcién zeta de Epstein ¢-dimensional inhomogénea,
tenemos

1 n .
AP = —(m) E T fs(ay) [ de? B (R EBT (4 - 127) 3 (7) B (4 - l;) .
0

=1
(4.33)
Haciendo un cambio de variable, definiendo ¢ = 4 — D, obtenemos la forma final de nuestro
factor de forma AEP, dado por las excitaciones de Kaluza Klein del Higgs, H (m) " sobre el vértice
WW+~, como prosigue:

n

-2 *% 1 2
== (i) T [Lasturt 2y (e ) (25) . an

=1
La funcién (-dimensional de Epstein tiene polos en s = £, &1, ... —1 -3 ... excepto cero
2
[106]-|108|. Entonces, cuando € — 0, la funcién E," (2 + £) tiene polos para £, 551, .-+ = 2. Por lo

tanto diverge para £ = 4,5,60,..., pero es finita para £ = 1,2, 3.

4.3. Contribuciones al factor de forma Axgp

Con estas herramientas a la mano, procedemos a estudiar al factor AfigD. Vemos de (4.15)),
que este factor puede ser escrito de la siguiente forma:

g°'my o
donde Iofalr.y) T(3) .
_D z,Yy D
A= (4mp22- 8 S efaly) ] /d k (4.36)
% My () iTE (k2 — A% )?
y la funcion f4(x,y) se define como
falz,y) = m oyl +y—1)% (4.37)
_D (3 1
B= (42?5 S Zp fis(a,y) m%) /de(k2 —AT (4.38)
(m) Him)
con la funciéon fp(x,y) definida como
fo(z,y) =2z +y. (4.39)
v fe(z,y) T(3) °
_D Ipfe(x,y) T'(3 D k
C = (4mp?)* = : / dPk (4.40)
(%;) m%{/(m) T (k2 — A?{@))?’
con )
felw.y) = (D~ 2)y —22). (4.41)
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CAPITULO 4. CONTRIBUCION DE LAS EXCITACIONES DE KALUZA-KLEIN
HM) AL, VERTICE WWr
4.3. CONTRIBUCIONES AL FACTOR DE FORMA Akgp

Notamos que el término A es similar al factor AEP dado por ([4.34), por lo que el anilisis es
analogo. Se obtiene

a== (i) e [t S (e ) (o)

De la misma forma que en lo hallado para AEP en (4.34)), esta parte del factor Aryep diverge
para £ = 4,5,6,..., pero es finita para £ = 1, 2, 3.

Para el factor B, usando (4.22)), se tiene

B—(MUFVQE:Iﬁh%%y)<F<3'§)>(A%m0 -8
(m)

re-2)
—(4mp®)? ZIPfB z, y)m
(m) H(m)
D 1
—(4mp)* % Ip f5(x,y)T (3 - )
2 ; k) + AL )* %
_ 22— 2 D\ ¢ (n = 1
*7(47”1‘ ) QIPfB(xvy)F (32>Z(l> Z [k‘2 2 ]37%
=1 (m1,...,me)=1 (m) H(Q)

S\ o, = (M A mi )
D\ & . D
—(4mp?)* 5 Ip fi3(,y)(R72)"C=)T (3 - 2) Z (?) Ee% (3 - 2)
=1

Notamos que en este caso no fué necesario realizar una segunda Parametrizaciéon de Feynman. En
términos de e = 4 — D, se obtiene

€

B:—(ﬁ?)ipfgmy 1i( ) (1+ )Eﬁ(l—i—%), (4.43)

el cual es divergente para £ = 2,3,... Y so6lo converge en el caso £ = 1, que corresponde a una sola
dimension adicional.

Para el término C, podemos hacer la siguiente descomposicién sumando un cero especial en el
numerador de la integral

I A7 12 2-9 2
C= Z Pfc £ o L 2 /deﬁ (4.44a)
(m) W(m) T2 (k — AH(m))
n o0 4 _ D - + A N
=Zpfe(z,y) ) (7) > Curls) ; /de H(Ag . (4.44D)
£=1 (ma,...,me)=1 my Wm) 12 H(rm)

D

n oo 4 -0 1 AQ N
=TIpfe(z.y) Y (7) > (Gl ils >, _T(3) Ude(kQ e +/de—<1€2 7’1(2;&))3

2
(ma,..., myg)=1 mW(m)Zﬂ—

(4.44c)
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CAPITULO 4. CONTRIBUCION DE LAS EXCITACIONES DE KALUZA-KLEIN
HM) AL, VERTICE WWr
4.3. CONTRIBUCIONES AL FACTOR DE FORMA Akgp

haciendo uso del resultado (4.22)), se tiene que la segunda integral en (4.44kc) es

r 1
3) —Z Apom / de:(— =1

ir% Aty )

Por otra parte, al realizar la integral paramétrica de fe¢(x,y) se obtiene

(D—4)
6DmW(m)
con esto se tiene que
Zpfe(z,y) =0, cuando e — 0 (4.45)

por lo que esta segunda integral en (4.44f) no contribuye al resultado final. Utilizaremos ahora el
siguiente resultado para la integral de momentos en D dimensiones [33]|

F(2)/ D 1 ( D) b
— 5 [k =T (2 5 ) () 7 4.46
in? (k2 — AZ,,.)? (D)~ (4.46)
Entonces
"~ (n = Am 2-% 1
=1 (m1,...,mg)=1 W) VT2 ( - H(m))
€ A2 m 75
I'(3) < (1 o F(E) ( 41;riﬂ)>
=ZIpfe(z,y)- 2) Z (l) Z o (4.47b)
f:l (ml, ,mg):l W (m)
e /1 > € 1
= 2Ip fe(w,y)(4mp?) ( ) (- _ (4470)
=i\ (ml,,;n )=1 (2) (k) + Miy@) () + Ao

Al pasar de (4.47h) a (4.47p), se ha tomado e =4 — D. En este caso vemos que no es posible usar

la parametrizacion de Feynman general dada por (4.25)), ya que el exponente § — 0, por lo que

su parte real tiende a cero también; rompiendo asi la condicion Ze(w;) > 0, que es necesaria para
2

- .. A .
utilizar esta expresién. Usemos el hecho de que RH,(? < 1 para buscar una alternativa.

Considere el desarrollo en serie de potencias del término

_e e AQ —
(k(zm) +AY0) 2 = (k?m)) 5 (1 + k:g@)

(k) i1+ 3 R (Cam) o]

Jj=1

(4.48)

Introduciendo este resultado en 1 ), expandiendo a la funciéon Gamma como I' (%) = % -

~vE + -, v empleando ademas el hecho de que Zp fe(z,y) = 0, se llega al siguiente resultado
C= 2IF‘fC {E y 471—/“” % 3 | H(O) jzn: (7) i L2 2 ! 2 )its (449)
=1 =1 (ma,..;mg)=1 (k) + M) (ki) 2

En donde se han omitido términos de orden superior en €. Ahora si podemos valernos de una
segunda parametrizacion de Feynman (4.25), ya que Ze(j + §5) > 0. Tenemos entonces
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4.3. CONTRIBUCIONES AL FACTOR DE FORMA Akgp

—1)7 T(1

(rgﬁ (R JZ( ) >

C = 2Ipfe(x,y)(dmp?)? (
(=1 (ma,...,me)=1 (450)

Jj=1

|
. z
0 ) + sz(O)] +i+3

(7TL

Utilizando las propiedades de la funcién Gamma, que es la continuacién analitica del Factorial;
ademas de factorizar un factor de R~2 del denominador para relucir la funcién zeta de Epstein,

tenemos
o= [0 (552) (i) £ 0+3)
, < H(O)) Z ( > i 1 - (4.51)
(=1 (Mmi,...ymg)=1 <m2+zn;W_(§”>
Si definimos cW(o) =z RW([)) tenemos que esta parte del factor de forma Ax%P puede ser expresado
como

2 R2\ ® A% g
() e [ 50 )

Z( )EW“’) 1+3+2)

/=1

(4.52)

donde el factor qum) se define de la misma manera que en (4.17). Para fines practicos, sélo el

A?
primer término de la serie infinita es relevante, ya que —= @ < 1, con lo que se obtiene

€

oo 7}% (ﬁ; >_21pfc(x,y)/oldz< 5) (AIEI(;)>
PDIOLEICD

{=1

(4.53)

Vemos que para j = 1, la funcién zeta de Epstein converge para ¢ = 1,2,3, pero diverge para
£=4,56,...

De , se observa que el factor de forma AEP es finito si se consideran hasta n = 3
dlmenswnes extras. Para el factor An , a pesar de que las partes A y C también
sean finitas hasta n = 3; se tiene que en la parte B , la funcién de Epstein que se obtiene
solo converge para n = 1. Por lo que s6lo podemos asegurar que este factor de forma seré finito
para n = 1.

No se presentan resultados numeéricos para este factor, ya que es necesario considerar las con-
tribuciones a estos factores de forma del resto de los sectores. Asunto que se dejara pendiente para
un trabajo a futuro.
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Capitulo 5

Conclusiones

En esta tesis se revisaron los conceptos fundamentales que constituyen al Modelo Estandar. Se
encontré vital importancia en la nocién de ocultamiento de una simetria; ya que nos permite ver
a la fisica bajo el grupo electromagnético Ug(1), cuando estamos debajo de la escala de Fermi; y
mediante el grupo electrodébil SUL(2) x Uy (1), cuando nos situamos por encima de dicha escala.
;,Como se llevo a cabo este ocultamiento? Ni més ni menos que con un mapeo canénico. Tal mapeo
nos permite traducir la fisica de un grupo a otro sin perder la escencia de la teoria: la invarianza
de norma bajo el grupo electrodébil. Se hall6 que es mediante este ocultamiento de simetria, que
el mecanismo de Higgs entra en juego, dotando de masa a todas las particulas del modelo, cuando
la simetria electrodébil es rota espontdneamente.

Como una aplicacién de esta teoria, se revisdé uno de los calculos clasicos del modelo: La contri-
bucién, a orden de un lazo, de todas las particulas al vértice W+W ~~; del cual se extrajeron las
soluciones analiticas exactas para los factores de forma Ax y A, que definen al momento cuadripolar
eléctrico y al momento dipolar magnético del boson W*+. Como una contribucién de este trabajo,
se evaluaron las soluciones exactas y se presentaron los resultados numéricos, que se muestran a
continuacion.
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Particula Masa Ak/a Aa

e 0.51 MeV —0.810897 1.0812
I 105.65 MeV | —0.810893 1.08126
T 1776.82 MeV | —0.809701 1.09089
U 2.3 MeV 1.62179 —2.16239
d 4.8 MeV —0.810897 1.0812
c 1.275 GeV 1.62067 —2.17347
s 95 MeV —0.811506 1.08166
t 173.5GeV 3.44384 0.127212
b 4.65 MeV 1.12661 —0.210473
Y

w* 80.38 GeV —4.90503 —1.10653
A 91.18 GeV

H 125.10 GeV —2.93792 | —0.0647176

Tabla 5.1: Contribucion de cada particula del Modelo Estandar usual a los factores de forma Ax
y A dados en unidades de a = «/4.

En donde se aprecia que la contribucion dominante viene del sector de Yang-Mills, del quark
top y del boson de Higgs.

Una parte importante de esta tesis se dedic6 ademés a estudiar una teoria de Yang-Mills pura,
extendida a dimensiones extra universales. Se discutio el paralelismo que existe entre el mecanismo
de Higgs y el protocolo de compactificacion. Los aspectos mas relevantes que resultaron de este
analisis son los siguientes:

= Primero se mapearon canénicamente objetos covariantes del grupo de Lorentz extendido, en
objetos covariantes del grupo de Lorentz usual.

SO(1,3 +n) — SO(1,3) (5.1)
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Al (z,2) = { A} (2, 2), A7 (2, )} (5.2a)
]:J(tIN(xvi') = {fsy(l‘,i‘), fﬁ;(l‘,i‘), }—Ez’/(xaj)} (5'2b)

En un segundo paso, se eliminoé el cardcter dindmico del grupo I50(n). Para esto, se asumio
un conjunto completo de funciones { f (m)} definidas en la variedad compacta, y se descompuso
a los campos A,(z,7), A%(z,7) y a los pardmetros a®(z,) en esta base de Fourier. Es a
través de este mapeo, que los grados de libertad que cuentan las coordenadas Z, se esconden
ahora en las torres infinitas Aﬁtm)a(x), A/(—Lm)a(x) y o™ (1), Este mapeo es inequivocamente

canodnico, pues conserva los paréntesis de Poisson fundamentales de la teoria.

Para recuperar la teoria usual 4-dimensional en el limite de grandes distancias, se postuld
que la funcion constante f© esté dentro del conjunto completo de funciones. Mas atn, todo
campo que no tenga un analogo en la teoria 4-dimensional, no posee componentes a lo largo
de f©, pues esta funcion es la unica completamente independiente de los detalles geométricos
de la variedad compacta.

Esta proposicién nos condujo a dividir al conjunto completo de funciones en dos: uno de
funciones pares { fég), ffgm)} y otro de impares { fém)}. Los campos que si tengan una con-
traparte 4-dimensional estaran dados en términos de funciones pares y lo contrario para los
que no.

Como consecuencia de esto, se identifica a los campos ALQ)G como las conexiones del grupo
4-dimensional y a 9% como sus parametros de norma; que determinan las SGT. Identifi-
camos, ademas, a las excitaciones vectoriales Aﬁm)a como las conexiones restantes del grupo
extendido y a o™ como sus parametros de norma, que definen las NSGT. La relacion de

estos ultimos es uno a uno. Los escalares A%m)a no son campos de norma.

Se introducen estas expansiones de Fourier en la curvatura, y se integran las coordenadas
extra T, para obtener 3 sectores remarcables: Un sector Vector-Vector, un Vector-Escalar y

un FEscalar-Fscalar. El segundo es el homologo de un sector cinético de Higgs, ya que es aqui
(m)a

donde surge el término de masa para las conexiones A, . Y el tercero es el equivalente a
. . o . m)a
un potencial de Higgs, pues en este se origina la masa de los escalares Ai—f) .

La discusion llevada hasta este punto es completamente general, pues no se ha asumido nada
sobre la geometria de la variedad compacta. Para satisfacer paridad, se introduce un producto
directo de n copias del Orbifold S'/Z? como variedad compacta.

Para definir las masas se postuld a la observable P? = Py Py para generar dicho conjunto
completo de funciones. Esto resulta en un espectro discretizado de momentos, ademés, se hace
evidente que el mecanismo para dotar de masa a los campos A,(me y A}(jm)ﬂ esta contenido
en el mecanismo de compactificaciéon en si. Se encuentra que por cada excitacién vectorial

(m)a
G

ALM)Q7 existe un pseudo boséon de Goldstone A ; ademés de n — 1 escalares A%m)a.

La contribucién més importante de esta tesis es aplicar todo este conocimiento para calcular
los factores de forma Ax y \; dados por las excitaciones de Kaluza-Klein del Higgs sobre el
vértice WTW ™. El propoésito de esto es mostrar como realizar calculos a orden de un lazo en
dimensiones extra.

En general, una amplitud I1¥? sera proporcional a dos sumas infinitas: Una continua y una

discreta. La primera sobre el momento que circula en el loop y la segunda sobre todos los indices
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de Fourier. Ambas pueden ser tratadas simultaneamente con regularizacién dimensional. La suma
continua se resuelve con la funcion Gamma. Se tiene entonces

ED o (Z;F (N—2+3) (a%p) "7 (5.3)

Se encuentra que el denominador puede expresarse como A%, = k(zm) + A2, v en algunos casos,
esto abre la oportunidad de aplicar una segunda parametrizacion de Feynman. La naturaleza
de los indices de Fourier nos permite expresar la suma discreta como una funcién [-dimensional
inhomogénea de Epstein; de la cual podemos usar sus resultados bien estudiados. Como desenlace,
encontramos que los resultados se expresan como un producto de estas dos funciones vitales: la
funcion Gamma y la funcién de Epstein, como se ve en el resultado obtenido para AED:

AED — <5T:2>_; Ip fa(z,y) /01 dzzé(RQ)Zg (?)r (2+3) B (2+ 5 G

Es muy interesante notar que ambas funciones no pueden ser divergentes simultaneamente.

Para poder concluir con resultados numéricos, es necesario considerar el resto de las contribu-

ciones al vértice; dadas por las torres vectoriales V[/P(Lm)i7 Z,(LL”), sus escalares W,—Em)i, Z,%m) y el
resto de los sectores del Modelo Estandar extendido. Este cometido se dejara para un trabajo a

futuro.
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Apéndice A
Reglas de Feynman

A.1. Reglas de Feynman Sector Fermiénico

De los lagrangianos del sector de corrientes leptonico y del sector de corrientes de quarks

1.154] se deducen las siguientes reglas de Feynman necesarias para el calculo.

AH

=1eQeVy » Q¢ = —1parae, u, T.

. 2 1
=1eQqVu Qe = 3 para g=U y Q¢ = -3 para =D .

wet w

ig
=L~ P =
//& \/57 L
1 Ve ¢

donde P, = %(1 —75) es el operador de proyeccion izquierda.

o
)
Ve

wet wes

ig
=Y P = :
//é\ \/Q,y ’ /j\
U D D U
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APENDICE A. REGLAS DE FEYNMAN
A.2. REGLAS DE FEYNMAN DEL SECTOR BOSONICO

A.2. Reglas de Feynman del Sector Bosoénico
La contribucién de los bosones de norma W+, Z y el boson de Higgs H, se da por medio de

las interacciones del sector de Higgs y del sector de Yang-Mills [1.106} de donde se obtienen
las siguientes reglas de Feynman.

H

= ig mw Guv (A5)

o

wF W,

I v

Au(kl)
= —ie (k1 — k2)aguv + (k2 — k3)pugur + (ks — k1)ugr]  (A.6)
W, (k2) Wy (ks3)
Z/t(kl)
= 71‘9 COS@w [(kl - kQ))\g,ul/ + (kZ - k3),ugll)\ + (kS - kl)ug)\,u]
W (k2) Wy (ks3)
(A7)
Wil W,f
=1i9% Suwrp (A.8)
Wi W,
A# Au
= _2-62 S;U/,)\p (Ag)
Wi W,




APENDICE A. REGLAS DE FEYNMAN
A.2. REGLAS DE FEYNMAN DEL SECTOR BOSONICO

A, 7,
= —ieg c080, S p (A.10)

+ -
Wy W
Donde S;v xp = 290970 — GurGvp — GupGv-

Las reglas de Feynman utilizadas en esta tesis se tomaron de [37].
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Apéndice B

Derivadas de las funciones de
Passarino Veltman

B.1. Derivadas de funciones B,
Con ayuda del Paquete X [56], en donde se toma la convencion D = 4 — 2¢, se obtienen las
soluciones de las funciones By de interés. Con ayuda del software Mathematica, se derivan estas

funciones respecto a ¢ y después se toma cuidadosamente el limite cuando ¢? — 0.

La solucién de la funcion Bo(4¢?, m3,, m%,) es:

1 m2
B0(4q2’ m2D’ sz) = E —YE + lOg(47T) - ZOg (M2D>

(B.1)
/EE — dm3) log <2, /(4% — 4mZ) + 2m3, — 4q2> ‘o

_|_

2¢2 2m3,

Se tiene que,
. dBo(4¢*,m},mp) 2
1 = ) B.2
q21§0 dq? 3m?, (B.2)

El cual concuerda con el resultado encontrado por Stuart y colaboradores [109]. Esta derivada se
emplea en el sector de corrientes de quarks, de leptones, de Higgs y de Yang-Mills.

La solucion de la funcion Bo(mi, + ¢%,m%,, m$,) es
2 2 2 2 L mg
Bo(myy + ¢ 7mD7mU):g_'7E+lOg(47r)_lOg 2

_m%—m%—i—m%v—i—quO <m%>

2(m3, + ¢?) m? (B.3)
VR o (\/7>3+m2D+m2U—m%V—q2> )
3 209 +2
my, +q 2mpmy

donde R = m%, — 2mEm?, — 2mEm3, — 2m%q* + mi — 2mEm3, — 2m2,¢% + miy + 2m3¢ + ¢t
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B.1. DERIVADAS DE FUNCIONES By

El limite de su derivada respecto a ¢2, cuando ¢ — 0 es

lm dBo(m¥y, + ¢2,m3%, m¥) _ m% —mé, m?, 1
420 dg? 2mgy,

_ (m%_mQD(Qm%+m%ﬂ/)+mU _mUmW> (B.4)

.log<\/3+m%+m%—m%v>7

2mDmU

donde § = m%, — 2m%(m¥ + m¥,) + (m¥ — m¥,)%. Esta derivada se emplea tnicamente en el
sector de corrientes de quarks.

La solucién de la funcion Bo(m%, + g%, m%,0) es la siguiente

1 m2
Bo(miy +¢*,m%,0) = c et log(4m) — log (MgD)

B.5
—m32, +m¥, + ¢* m3, (B.5)
+ 2 2 log 2 2 5| T2
myy + ¢ mp —my — 4
Su derivada respecto a ¢% cuando ¢ — 0 es
dB 2 2 2 0 1 2
tfm Bo(miy + 4% mp,0) 1 (m%log e —m%v), (B.6)
250 dg? miy, mi, —myy,
Esta se emplea unicamente en el sector de corrientes lepténico.
Para la dltima funcion Bo(m, + ¢%, m3%;, m3;,), la solucién es
2 2,2 2 1 miy
Bo(my + ¢, my, my) = - — v + log(4m) — log 2
m3 —2m¥, — ¢ (qu)
2(m¥, + ¢?) m2,
(/= I (B:7)
m‘z,v +¢?
log Vmy —AmZEmZ, —2m2,q2 + ¢* + m% — ¢? 49
ZmHmW
Se tiene entonces que
o DBl oty d) _ iy iy (o
20 dg? 2m3, m,
_ my = 3mymiy log Vmy —dmymiy, +my ) 1
miy\/mi — 4m2ms, 2mpmw mi,’
(B.8)

Esta derivada se utiliza en el sector cinético de Higgs y en la contribuciéon del bosén neutro Z.
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B.2. DERIVADAS DE FUNCIONES Cq

B.2. Derivadas de funciones C,

Para lidiar con las derivadas de las funciones Cy se emplea parametrizacion de Feynman [102],
posteriormente se calcula la derivada respecto de ¢ y finalmente se toma el limite cuando ¢? — 0.

La funcion (]0(4q27 m‘z,v + 42, m‘z,v +q¢?, m%, mQD7 m%]) se puede parametrizar como sigue

2 2 _i 4 1
CO(4q""’mU>_m2/dk[(k—p—q) 2 =mpll(k —p+q)* = mp][k? —m]

/cm/Jx SO [ atw{i0—p— 02— mipla-+ 0= p-+-0 - il

-3
+Mr—mdﬂ—x—w}
:/OIdxAM /d4 =07 = AT

donde £ = p(z +y) + q(z —y) y AT = miy[(z +9)> — (z +9)] + ¢*[(x — »)* = (@ +y)] + m (= +
y) +m# (1 — z — y). Haciendo el cambio de variable k — k + £, y usando la siguiente formula [33]

(B.9)

INCY R 1 1
= —— Nl
= /d KA T A (B.10)
se tiene
1 11—z 1
Co(4¢%,...,m¥) = —/ dm/ dyp (B.11)
0 0 1
Por lo tanto
- dco(4q /dx/l : [z —y)? = (@ +y)]
=0 T l@+ )2 — (o4 )+ (@ +y) - mE(1—o—y)°

R U A (= — ) — (= +y)]
_mﬁf/o ! /o dy((z+y)2f(:v+y)+5(w+y)+1/(1*$*y))2

I

fr— i
=
(B.12)

donde se hizo § = m%/m%,v yU= m%]/m%V Con ayuda de Mathematica se realiza esta integral

h=- 651Qz {592109()+\F(( Q)log(d) — (52—51/+5+2y—2)>

\/@
d—v+1
)

+ 25(53 —30%(v+1)+36(* +1) — 1+ 3% — 9y — 1)mn*1 (5_”\@_1>

(B.13)
— 45(96 —3v— 1)tan_1 (
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B.2. DERIVADAS DE FUNCIONES Cy

donde @ = —§2+25(v+1) — (v —1)2. Esta integral tinicamente se emplea en el sector de corrientes
de quarks.

Para la funcion Cg(44¢?, m%v + 42, m%,v + ¢%,m%,m%,0) utilizada en la contribucién lepténica,
se tiene la misma parametrizacién de Feynman que en el caso anterior, pero con m%] = 0. Por lo
tanto se tiene

- dCo(4q / dx/1 v [(z —y)? = (z+ )] (B.14)

=0 2 [+ )2 — (z + y)] + mb(z +y)))°

Usando Mathematica se obtiene

dCo(4q2,...,0) 1 2 2 2
It S - 2
qzlino dg? 3mELmi, (m2, —mé,) miy (=(mp +2miy))

(B.15)

b (o — 2 Yog ) (s — b log (i — m%V>}

La tltima funcién empleada, Co(4¢?, m3, + ¢%, m¥, + ¢, m3,, m¥,, m?%) se puede parametrizar
de la siguiente manera

2 oy _ 1 [y 1
Co(4q »~~-amH)i7T2/dk[(k;—p—q) 2—mZ )k —p+q)? —m¥]k2 —m%]

/ /1 x Yorz /d4 { [(k—p—q)® —miylz+[(k—p+q)° —mily

R
=[S [

donde £ = p(z+y) +q(z —y) y A3 = miy (v +y)* +¢*[(x —y)* — (2 +y)] + m¥ (1 — 2 —y). Haciendo
el cambio de variable k — k + ¢, y usando nuevamente el resultado (B.10]), se tiene

1 11—z
1
Co(4?,...,m%) :7/ dx/ dy <7, (B.17)
0 0 2

(B.16)

por lo tanto,

i @C0(4q%, . miy) /1dx/1”” ay (= —)* — (= +y)]

42—0 dg? (miy( x—i—y)Q—&—m%(l—x—y))Q

/ /1 2 (=) — (z+)] , (B.18)

T(z + y)? —|—4(1—x—y))2

712
mH

2
ngv . Usando Mathematica obtenemos la solucién a esta integral
H
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APENDICE B. DERIVADAS DE LAS FUNCIONES DE PASSARINO VELTMAN
B.2. DERIVADAS DE FUNCIONES Cq

1 1
Ly=———a—3 (-3 +67—4)t 1()
2 12(7_1)37_2{( T T )an —

+ ( — 372 4+ 67 — 4)tan_1 (%) (B.19)

+ V71— 1(7 = 27log(4) + 2(7 — 1)log(7) + log(16)) }
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