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Resumen

En este trabajo de tesis se plantea estudiar la sensibilidad a correcciones radiativas del vértice
WWV ∗ (con el bosón neutro V = γ o Z off-shell) dadas por las excitaciones de Kaluza-Klein
del sector bosónico del Modelo Estándar. Esto dentro del contexto de una extensión del Modelo
Estándar conocida como dimensiones extras universales, la cuál consiste no en una extensión
del grupo de norma que determina la dinámica de la teoría, sino en una ampliación del grupo
de Poincaré. Para este cometido se utilizó un procedimiento de fijación de la norma, para las
excitaciones de Kaluza-Klein, covariante bajo el grupo usual SUL(2) × UY (1) con la finalidad
de obtener amplitudes bien comportadas para los vértices WWγ∗ y WWZ∗. De estos vértices se
extrajeron los factores de forma ∆κ y λ, expresados en términos de funciones de Passarino-Veltman.
La naturaleza de esta teoría extradimensional a bajas energías da lugar a dos tipos de divergencias
posibles: aquellas que usualmente emergen de integrales continuas de cuadrimomento en el espacio-
tiempo de Minkowsky, y un nuevo tipo de divergencias debidas a las sumas discretas infinitas de las
torres de Kaluza-Klein; asociadas con la variedad extradimensional compacta. Se muestra como
estas amplitudes pueden expresarse en términos de productos entre una función Gamma y una
función generalizada de Epstein, Γ(s)Ec2

ℓ (s). Se introduce el panorama que permitirá estudiar y
regularizar en un futuro a estas amplitudes en todos los rangos energéticos.
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Introducción

A lo largo de la historia humana, el desarrollo del pensamiento filosófico y científico ha estado
siempre acompañado de un cuestionamiento primordial: ¿De qué estamos hechos? En lo que
concierne a la ciencias físicas, esta pregunta se puede reformular como: ¿cuál es la naturaleza
del tejido más 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 incógnita, de acuerdo
con su cultura y su cosmovisión. Desde la concepción de los griegos, de que los constituyentes más
elementales del mundo y de las estrellas eran los sólidos perfectos, hasta la moderna noción del
átomo y sus partículas fundamentales; podemos notar que estas distintas teorías e hipótesis tienen
en común la creencia de que, si el universo está hecho de algo, más le vale a ese algo tener una
estructura simple y bella. Esta carrera de lo elemental ha sido impulsada, en gran parte, por la
intuición humana de que en cada estructura yace una infraestructura o superestructura, más simple
y poderosa aún que la anterior. Mediante el paso de las generaciones, el avance del formalismo
matemático y físico, y la transferencia de estos conocimientos; el ser humano ha ido agudizando
y perfeccionando esta intuición, esta sensibilidad por lo elegante, lo bello y lo simétrico. Entre
los logros más destacables de la humanidad, se encuentra una descripción compleja y al mismo
tiempo elegante, que se ha concebido para describir los aspectos más profundos de la dinámica del
universo; la cual se encuentra condensada en el poderoso concepto de invarianza local. Teorías que
presentan un velo aparente de grados de libertad redundantes, que logran capturar la esencia de
interacciones de la naturaleza tanto intricadas como armónicas. Para poder alcanzar la coalescencia
entre este poderoso concepto de simetría de norma, junto con la edificación que parece cimentar
esta realidad: la mecánica cuántica, fue necesario un andamiaje adicional que permita sostener
a la invarianza local ante los postulados de cuantización. Con esta ampliación del concepto de
simetría de norma, nos referimos a la Simetría BRST. Es un hecho remarcable que los caminos
que nos han llevado al progreso han consistido, invariablemente, en la ampliación del número
de variables para elucidar una descripción más transparente y con esto introducir un principio
de simetría más poderoso que nos permita extraer el contenido físico relevante del sistema. En
este contexto, los campos fantasma y los anticampos del formalismo Campo-Anticampo, fungen
como catalizadores, en el sentido en que su participación es indispensable en la obtención de una
teoría cuántica de norma consistente; pero dentro del resultado final no queda rastro alguno de ellos.

Sucintamente, las partículas elementales son las representaciones del grupo de Poincaré
reguladas por la carga BRST. Resulta que debido a la invarianza de norma, a la que están sujetas
todas las teorías sobre las interacciones fundamentales de la naturaleza, no todos los vectores del
espacio de estados cuánticos generados por las observables asociadas con el grupo de Poincaré
son físicos, ya que algunos de ellos surgen como consecuencia de la existencia de grados de
libertad espurios que son inherentes a las teorías de norma, así que se requiere de la presencia de
una nueva observable, no directamente relacionada con las propiedades del espacio-tiempo, que
permita distinguir a los estados físicos de los estados no físicos. Esta observable es la carga de
Noether BRST, la cual surge de la simetría del mismo nombre y está estrechamente relacionada
con la simetría de norma [1]. En efecto, la simetría BRST contiene a la simetría de norma [2], de
la cual, a diferencia de esta última, un remanente de ella sobrevive el proceso de cuantización,

xi



xii Introducción

proporcionando un criterio que permite determinar el subespacio físico contenido en el espacio
más amplio generado por el grupo de Poincaré ISO(1, 3) [2].

Actualmente, la teoría que más éxito ha tenido en describir y predecir con un alto nivel de pre-
cisión, los fenómenos físicos que tienen lugar en las distancias más pequeñas que se han explorado
hasta ahora, es el Modelo Estándar de partículas elementales. Esta teoría postula que todos los
fenómenos físicos, a excepción de aquellos gravitatorios, pueden ser descritos mediante 3 fuerzas
fundamentales, a saber: la fuerza fuerte, la fuerza débil y la fuerza electromagnética. Es una teoría
cuántico relativista de campos caracterizada por una invarianza global bajo el grupo de Poincaré
ISO(1, 3); que establece los principios de simetría que describen a la cinemática de la física: las
traslaciones, las rotaciones y los boosts, pero no guarda una relación con las leyes de ninguna fuer-
za. También se caracteriza por una invarianza local bajo el grupo de norma del Modelo Estándar
GSM (M4) ≡ SUC(3,M4)×SUL(2,M4)×UY (1,M4), dondeM4 es la variedad soporte, es decir,
el espacio-tiempo de Minkowski. De igual manera, estos grupos de Lie determinan las simetrías
(ahora locales) que dan lugar a la dinámica de las fuerzas fuerte, débil y electromagnética, respecti-
vamente. El desarrollo y sedimentación de este modelo, fue construyéndose durante varias décadas
gracias a las diversas contribuciones de muchas personas, en donde la retroalimentación entre los
progresos teóricos y experimentales, jugó un rol fundamental. Entre las últimas y más importantes
contribuciones hechas al Modelo Estándar, se encuentran aquellas hechas por Salam, Glashow y
Wienberg [3, 4, 5]. Quienes propusieron que, a una escala de energía mucho mayor a la escala de
fermi v, las fuerzas electromagnética y débil podrían ser unificadas bajo la descripción de una sola
fuerza, la electrodébil, descrita por el grupo de norma {SUL(2,M4)×UY (1,M4)}, con 4 bosones
mediadores no masivos. Y que, a escalas del orden de v, la simetría del grupo electrodébil es rota
espontáneamente al grupo electromagnético. A esta escala de energía, la simetría del grupo SUL(2)
ya no es manifiesta explícitamente, lo que trae como consecuencia que los campos correspondientes
a 3 conexiones (bosones) de este grupo, puedan introducirse en la teoría con un término de masa
distinto de cero; todo esto sin arruinar la invarianza de norma original. Esto es posible gracias a
un mecanismo que fue introducido por Englert y Higgs [6, 7, 8]. Por lo que la fuerza débil y la
fuerza electromagnética actúan de forma separada a estas escalas comparables con v, a través de
3 bosones masivos (W+, W− y Z) de la simetría débil rota y un bosón sin masa (el fotón γ) de
la simetría electromagnética. Este es el primer y más sencillo ejemplo de unificación en la física
con un respaldo experimental consistente, en donde la noción de rompimiento espontáneo de una
simetría, tiene una profunda importancia en el estudio teórico y el entendimiento de la física.

A pesar de lo útil y poderoso que ha sido el Modelo Estándar, aún existen fenómenos expe-
rimentales para los cuales este modelo falla en darles una explicación. Por esta razón, muchos
esfuerzos han sido dirigidos en formular y construir nuevas teorías que vayan más allá del Modelo
Estándar. Por una parte, para poder resolver estas incógnitas en donde el alcance del modelo actual
se agota, y por otra, para poder vislumbrar el camino a seguir si es que que nueva física es descu-
bierta en los aceleradores en un futuro próximo. A estas teorías se les conoce como extensiones del
Modelo Estándar, ya que siguen conteniendo a la teoría actual, pero proponen nuevas hipótesis y
fundamentos para poder describir la física que no contempla dicho modelo.

Dentro de estas extensiones, existen teorías que consideran la posibilidad de que existan en
nuestro universo más dimensiones de las 4 que se observan, una temporal y tres espaciales. Los
trabajos de G. Nordström y T. Kaluza [9, 10], en donde intentaron unificar los campos gravita-
cional y electromagnético mediante el uso de una dimensión espacial extra, fueron pioneros en
este ambito. Más adelante, O. Klein [11] propuso que la compactificación de dichas dimensiones
extra, podría explicar su no observabilidad a escala macroscópica. Posteriormente, el nacimiento
de la teoría de cuerdas, sus subsiguientes avances y generalizaciones como una teoría del todo, han
generado un gran interés y relevancia en las formulaciones donde se consideran dimensiones extras.
Una compilación de los distintos progresos en el estudio de la teoría de cuerdas, supersimetría
y supercuerdas, puede encontrarse en [12]. El interés en estudiar las implicaciones fenomenológi-
cas de nuevos procesos físicos dados por dimensiones extra, aumentó después de que Antoniadis,
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Arkani-Hamed, Dimopoulos y Dvali [13, 14, 15] argumentaran que dimensiones extra relativamen-
te grandes podrían ser detectadas en la escala de TeVs. En estas teorías se asume que el espacio
que observamos de 3 dimensiones es solo una parte de un espacio más grande de d-dimensiones,
conocido como bulto, en donde tanto los campos de norma y de materia del Modelo Estándar,
pueden propagarse; a estas teorías se les conoce como dimensiones extra universales [16]. Si estas
dimensiones extra existen, deben ser de menor tamaño que las distancias más pequeñas exploradas
hasta ahora. Así que se asume que dichas dimensiones extra están debidamente compactificadas
en una variedad suficientemente pequeña de tamaño R [17]. A una escala de energía Λ mucho
mayor que la escala de compactificación R−1

(
Λ≫ R−1

)
, se considera una teoría de campo de-

finida en un espacio tiempo plano de d = 4 + n dimensiones: Md ≡ M4 × Nn = M4+n, que
es el producto cartesiano del espacio tiempo usual de Minkowski M4 con una variedad euclidia-
na n-dimensional Nn, que representa una extensión espacial [18]. Los puntos de esta variedad
extendida, se representan como (x, x̄) ∈ M4+n, con x ∈ M4 y x̄ ∈ Nn. A esta escala Λ, las
distancias exploradas son tan pequeñas comparadas con el tamaño de las dimensiones extras,
que estas pueden considerarse como infinitas para todo propósito práctico. Así, a estas escalas
de energía podemos asumir que nuestra teoría es invariante bajo el grupo extendido de Poincaré
ISO(1, 3 + n), con n el número de dimensiones extra. Además, el grupo de norma que describe la
dinámica de nuestra teoría a estas energías, se define ahora en la variedad extendida M4+n. En
el caso del Modelo Estándar extendido a dimensiones extra universales, el grupo de norma que
rige la teoría extendida es GSM (M4+n) ≡ SUC(3,M4+n) × SUL(2,M4+n) × UY (1,M4+n) [19].
A escalas de energía mucho más bajas, la compactificación de estas dimensiones extra se vuelve
aparente, por lo que, para poder describir los fenómenos físicos, es necesario ocultar la simetría del
bulto {ISO(1, 3 + n), GSM (M4+n)} en la simetría estándar {ISO(1, 3), GSM (M4)} a través de
mapeos canónicos que nos garanticen que no estamos pasando de una teoría a otra diferente, sino
que estamos describiendo a la misma teoría pero en diferentes perspectivas. Cabe destacar que los
grupos GSM (M4+n) y GSM (M4) no difieren como grupos de Lie, ya que tienen el mismo número
de generadores, pero sí como grupos de norma, pues el grupo extendido tiene un número mayor de
conexiones debido a las dimensiones espaciales adicionales. Primero, es necesario mapear objetos
covariantes de {ISO(1, 3 + n), GSM (M4+n)} en objetos covariantes de {ISO(1, 3), GSM (M4)},
para poder ocultar la simetría extendida. El hecho de que GSM (M4+n) tenga un mayor número
de conexiones que GSM (M4) implica que la diferencia aparezca como representaciones tensoriales
de GSM (M4). Esto hace necesario formular un mecanismo que nos permita dotar de masa a tales
conexiones en el proceso de compactificación, de manera análoga al mecanismo de Englert-Higgs.
La siguiente transformación necesaria para ocultar la simetría

{ISO(1, 3 + n), GSM (M4+n)} R−1

−−−→ {ISO(1, 3), GSM (M4)} (1)

es altamente no trivial, ya que requiere remover de manera explícita de la teoría, toda dependencia
en los campos de las coordenadas x̄ 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 acción [20], eliminando así toda
dependencia en los campos de las n dimensiones extra. Como consecuencia de esto, la información
que estaba contenida en los grados de libertad que contaban estas coordenadas extra x̄ ∈ Nn, se
encuentra ahora codificada en forma de campos con una torre infinita de estados de Kaluza-Klein
definidos en la variedad estándar M4, donde las excitaciones individuales de Kaluza-Klein están
numeradas por modos de Fourier. Al pasar a la teoría reducida {ISO(1, 3), GSM (M4)}, estos cam-
pos de Kaluza-Klein son la única información restante de las dimensiones extra en nuestra teoría,
por lo que podemos considerar a las contribuciones de estos campos en procesos perturbativos
como el aporte neto de las dimensiones extra a la teoría estándar. Se hace la identificación de los
estados no excitados o modos cero como los campos usuales del modelo estándar 4-dimensional.

Una forma de asegurar la existencia de estas dimensiones extra es a través de la observación
directa de estas excitaciones de Kaluza-Klein en los aceleradores. Sin embargo, si estos estados
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no pueden ser producidos directamente en el Gran Colisionador de Hadrones (LHC, por sus
siglas en inglés), sus efectos virtuales podrían ser detectados por medio de mediciones de alta
precisión, como aquellas planeadas a realizar en el Colisionador Lineal Internacional (ILC) [21].
Las observables electrodébiles, que pueden ser medidas de forma muy precisa ya que tienen
lugar a energías bajas, pueden brindar información útil de nuevas escalas físicas de energía que
son muy pesadas para ser detectadas directamente. Es importante calcular las contribuciones
a orden de un lazo, de estas nuevas partículas de Kaluza-Klein, a las observables del Modelo
Estándar que eventualmente pueden ser sensibles a efectos de nueva física. Los procesos en el
modelo estándar que tienen lugar a partir de primer orden, son los mejores candidatos para
probar estas teorías, sin embargo, los efectos de estos estados de Kaluza-Klein en los vértices
WWZ y WWγ, serán de interés experimental en el ILC. Por lo que vale la pena ahondar en el
estudio teórico de estos vértices bajo nuevos modelos. El vértice WWγ ha sido motivo de varios
estudios en el contexto de diversos modelos que van más allá del modelo estándar, no solo por su
sensibilidad a efectos de nueva física, también existe un interés teórico en estudiar este vértice ya
que puede ser útil para investigar el sector de norma del Modelo Estándar. Las contribuciones
de un loop al vértice WWγ, que define las propiedades electromagnéticas del bosón W , han sido
calculadas en el Modelo Estándar [22] así como en distintas extensiones de este, como lo son mo-
delos con dos dobletes de Higgs [23], modelos supersimétricos [24, 25, 26], modelos 331 [27, 28], etc.

En este proyecto de tesis de maestría, nos interesa estudiar efectos de nueva física a orden de
un lazo sobre los vértices electrodébiles WWV ∗, con V = γ o Z fuera de la capa de masa, en el
contexto de una extensión del SM que surge no de una extensión del grupo de norma del modelo,
sino de una ampliación del grupo de Poincaré.

En el proyecto se estudian las contribuciones a orden de un lazo de las excitaciones de
Kaluza-Klein (KK) de las partículas del Modelo Estándar sobre los vértices WWV ∗, con V ∗

un fotón o un bosón débil Z virtual. Dicho estudio será realizado en el contexto de El Modelo
Estándar con Dimensiones Extras [19], el cual es una extensión del Modelo Estándar que incorpora
efectos de dimensiones extras compactas. Aparte de la importancia fenomenológica del problema,
una motivación adicional para estudiar las correcciones radiativas sobre estos vértices, surgen del
hecho de que este tipo de extensiones del Modelo Estándar tienen un comportamiento a nivel de
fluctuaciones cuánticas que se aparta sustancialmente de las predicciones de las teorías de campo
convencionales, así que su escrutinio a nivel cuántico es, por lo tanto, de importante interés teórico.

El presente trabajo se encuentra estructurado de la siguiente manera: El primer capítulo fue
pensado con el propósito de introducir la compleja noción de simetría de norma, a partir de bases
conceptuales simples. Se aborda además, de manera cualitativa, los retos que ha planteado la
comprensión e interpretación del concepto de simetría de norma y sus diversas manifestaciones
presentes en el estudio de la física fundamental. También se introducen formalmente los elementos
necesarios para nuestro cálculo; del bagaje teórico y técnico que constituyen al formalismo Campo-
Anticampo y se muestra como de este se llega a la simetría BRST, de manera orgánica.

En el segundo capítulo, se construye la teoría efectiva del Modelo Estándar con dimen-
siones extra, partiendo de la teoría dinámica extradimensional, invariante bajo {ISO(1, 3 +
n), GSM (M4+n)}, detallando cuidadosamente las distintas etapas que conforman al mecanismo
de compactificación, para terminar con una teoría efectiva explícitamente invariante bajo los gru-
pos usuales {ISO(1, 3), GSM (M4)}. Se determina el contenido de nuevos campos que emergen del
sector bosónico electrodébil, y se despliegan los diversos sectores que lo constituyen. Nos hemos
enfocado en dicho sector, pues es a través de los grados de libertad bosónicos, que se manifiestan las
intrincaciones dinámicas debidas a simetría de norma. La contribución fermiónica será abordada
en una etapa posterior de la investigación. La parte central de este capítulo, sobre la cuál descansa
toda esta investigación, compete al procedimiento novedoso que se empleó para fijar la norma co-
variantemente bajo el grupo electrodébil. Hecho que nos permite mantener intacta dicha simetría
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a nivel de los modos cero, para obtener vértices invariantes de norma. Para esto se implementó
el formalismo de Batalin-Viklovisky en la teoría extradimensional para remover las redundancias
del sistema de norma. Se termina este capítulo extrayendo de la teoría las interacciones de interés
para el cálculo perturbativo, así como las reglas de Feynman que se calcularon a partir de estas.

El capítulo tercero consiste en la exposición meticulosa del cálculo analítico de los diversos
diagramas a un lazo, que permite la dinámica de cada uno de los sectores de la teoría efectiva;
para los vértices WWγ∗ y WWZ∗. Se extraen de las amplitudes las contribuciones a los factores
de forma ∆κ y λ en términos de funciones de Passarino-Veltman B0 y C0. Se encuentran además,
relaciones entre las contribuciones del sector fantasma con el de pseudo bosones de Goldstone,
como es de esperarse dada la fijación covariante que se realizó.

En el cuarto capítulo se aborda el análisis de los resultados obtenidos, donde mostramos el
tratamiento que se le dio a las funciones B0 y C0 dentro de las sumas discretas infinitas de Kaluza-
Klein. Se encontró que las amplitudes resultantes de integrales de lazo donde circula un número
infinito de excitaciones de Kaluza-Klein, se pueden resolver analíticamente en términos de produc-
tos entre una función Gamma y una función ℓ dimensional inhomogénea de Epstein, Γ(s)Ec2

ℓ (s).
Mostramos además el camino a seguir para expresar a esta función de Epstein en términos de fun-
ciones elementales bien estudiadas en la literatura. Para el escenario de compactificación pesada, se
encontró que nuestros resultados son acordes al teorema de desacoplamiento, en el rango energético
donde 0 < c2 < 1. También se enuncian las dificultades que supone el estudio de los casos c2 < 0
y c2 > 1. Todo esto con la finalidad de elaborar en un futuro, un análisis detallado de nuestros
resultados en todo el rango energético posible; que abarca los escenarios de compactificación pesada
c2 < 1 y compactificación ligera c2 > 1. Este último escenario no ha recibido atención suficiente
en la literatura científica, por lo que su abordaje es uno de nuestros principales objetivos en una
fase posterior de esta investigación.

Finalmente cerramos este proyecto con el capítulo 5 donde elaboramos sobre las conclusiones de
nuestro proyecto de investigación, así como las perspectivas contempladas a futuro para profundizar
en el estudio de estos vértices.





Capítulo 1

Formalismo de Batalin-Vilkovisky y
la simetría BRST
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Cuando consideramos y reflexionamos
acerca de la Naturaleza en su dimensión
más amplia, o en torno a la historia
humana, o sobre nuestra propia actividad
intelectual; a primera vista nos recibe la
imagen de un entramado sin fin de
relaciones y reacciones, permutaciones y
combinaciones, en donde nada permanece
como, donde y lo que era, sino que todo
se mueve, cambia, se crea y deja de
existir. Vemos entonces, en primera
instancia, a la imagen como un todo, con
sus partes individuales relegadas en
mayor o menor medida a un segundo
plano; observamos los movimientos,
transiciones, conexiones, mas no aquello
que se mueve, se combina y se conecta.
Esta concepción del mundo ingenua y
primitiva, pero esencialmente sensata,
pertenece a la antigua filosofía griega, y
fue primeramente formulada con claridad
por Heráclito: todo es y no es, puesto que
todo es fluido, todo es cambio incesante,
perpetuamente concebido y destruido.

Friederich Engels
Del socialismo utópico al socialismo

científico.



Formalismo de Batalin-Vilkovisky y la simetría BRST
1.1 Introducción

1.1. Introducción

La riqueza de las teorías fundamentales en las que domina el modo de descripción cuántica de
campos, se anuncia como un «delicado entramado de simetrías», siendo la simetría de norma, la
forma elemental de esa riqueza. Nuestra investigación, por consiguiente, se inicia con el análisis de
la simetría de norma. En particular, con el tratamiento especial al que debe someterse una teoría
con simetría de norma, para poder ser cuantizada.

De manera general, que una teoría presente simetría de norma quiere decirnos que la descrip-
ción matemática de dicha teoría contiene cierta ambigüedad; es decir, la descripción matemática
contiene más grados de libertad que el sistema físico en sí. Dentro de los sistemas de norma, existe
la noción de un sistema constreñido, donde las ecuaciones de movimiento contienen funciones
arbitrarias que representan la libertad de norma; lo que indetermina la evolución temporal de
la descripción matemática. Un ejemplo de sistemas Hamiltonianos con constricciones son las
ecuaciones de Maxwell para un campo electromagnético libre. En un sentido más específico, la
libertad de norma describe el caso de teorías de Yang-Mills en las interacciones entre partículas
elementales, donde la dinámica permitida se encuentra restringida por un principio de simetría
local.

La parte sustancial de este capítulo, consiste en detallar formalmente los elementos esenciales del
formalismo Campo-Anticampo donde emerge de manera orgánica la simetría BRST, que contiene en
sí a la simetría de norma. Para este propósito seguiremos los pasos sentados en [2], por Gomis et al.
Comenzamos ahondando en los avances más resientes en el estudio, descripción y comprensión de
los sistemas con simetrías de Yang-Mills, recurriendo a la simetría BRST y al formalismo Campo-
Anticampo; como arma principal que nos permitirá atacar el cálculo perturbativo de manera eficaz.

1.2. Formalismo Campo-Anticampo y la Simetría BRST

El auge de la electrodinámica cuántica como teoría cuántica invariante bajo el grupo abeliano
U(1), despertó interés en la cuantización de teorías de Yang-Mills, cuyo grupo de simetría es
no abeliano. Una manera de abordar esta cuantización es mediante el formalismo de la integral
de caminos; donde se intentó en un principio fijar la norma de manera que las trayectorias
atravesaran las órbitas de gauge una sola vez. Sin embargo, al realizar la expansión perturbativa
de la acción con la norma fijada de esta forma, llevó a una pérdida de unitariedad. Esto se
solucionó introduciendo campos ficticios, llamados campos fantasmas, que sólo se propagaran en
las líneas internas de los diagramas, a modo de corregir el problema de unitariedad.

El trabajo de Faddeev y Popov [29] arrojó luz a esta situación; ya que explicaron que al fijar
la norma en la integral de caminos, debe considerarse también transformar apropiadamente a la
medida de integración. Ellos realizaron esta transformación de la medida en términos de campos
escalares de Grassmann (anticonmutativos), que después integraron. Estos campos son justamente
los campos fantasma y anti-fantasma, de Faddeev y Popov.

El concepto de campos ghost (fantasmas) se ha cristalizado como primordial para el estudio de
sistemas dinámicos físicos equipados con una estructura geométrica local. La vital importancia de
la implementación de los campos fantasma, es la de mantener una descripción con simetría local
explícita de la teoría cuántica con libertad de norma; en términos de procesos elementales que solo
involucren propagadores libres y vértices locales. También aseguran unitariedad e independencia
de la elección de norma en virtud únicamente de procesos virtuales [30]. Después de la obra seminal
de Faddeev y Popov para cuantizar sistemas con simetría de norma [29], los ghost fueron conside-
rados meros artificios matemáticos que conducían a una representación correcta de la medida de

3



Formalismo de Batalin-Vilkovisky y la simetría BRST
1.2 Formalismo Campo-Anticampo y la Simetría BRST

integración.
Sin embargo, fue con el descubrimiento de la simetría de Becchi-Rouet-Stora-Tyutin (BRST)

[2, 31, 32, 33] que se elevó a los campos ghost a jugar un papel mucho más profundo en la teoría.
El hecho de que en la simetría BRST, los ghost se mezclen dinámicamente con los demás campos,
esclareció el camino para llegar a la interpretación de que todos los campos de la teoría, incluyendo
a los ghost, deben ser vistos como diversas manifestaciones de un mismo objeto geométrico.

La idea central de la teoría BRST es sustituir la libertad de norma original por una simetría
fermiónica rígida— las variaciones de norma locales determinadas hasta una función arbitraria
αa(x), se convierten ahora en relaciones globales entre grados de libertad interactuantes: Aa

µ

y Ca —actuando en un espacio fase extendido adecuadamente. La simetría BRST captura
completamente la invarianza de norma original y nos conduce a una formulación más simple y
orgánica de la teoría. Incluso podemos ir un paso más lejos que el camino trazado por Faddeev
y Popov, al imponer directamente a la simetría BRST como la invarianza fundamental. En esto
consiste el formalismo Campo-Anticampo, también llamado formalismo de Batalin-Vilkovisky, que
nos permite estudiar sistemas de norma más generales, para los cuales el método de Faddeev y
Popov es inadecuado.

Para poder desarrollar el formalismo Campo-Anticampo, comenzaremos por introducir las no-
ciones básicas de una teoría de norma y sus ecuaciones constituyentes. Después analizaremos esta
estructura y ecuaciones en una teoría pura de Yang-Mills formulada en (4 + n) dimensiones extra,
invariante bajo el grupo SU(N,Md), dondeMd es la variedad soporte de d = 4+n dimensiones y
Md ≡M4×Nn, con Nn una variedad euclidiana. En tanto no compactifiquemos, se asumirá que
los campos dependen tanto de puntos del espacio tiempo usual (denotados por x) como de las di-
mensiones extra (denotadas por x̄). Posteriormente, construiremos el formalismo campo-anticampo
a partir de esta teoría pura de Yang-Mills.

1.2.1. Transformaciones de Norma y su estructura

El ejemplo más familiar de una estructura de norma lo provee una teoría no abeliana de
Yang-Mills ([34]); es decir, un grupo de Lie. El conmutador de dos generadores de un álgebra
de Lie produce otro generador de álgebra de Lie. Al usar una base, ésta álgebra conmutativa
es determinada por las constantes de estructura del grupo de Lie. Por ejemplo, para el álgebra
de Lie del grupo SU(2), hay tres generadores y la constante de estructura reside en el tensor
antisimétrico de Levi-Civita ϵijk. Sin embargo, una álgebra de conmutador determinada por un
conjunto abstracto de constantes de estructura no necesariamente constituye a una álgebra de
Lie. La identidad de Jacobi, que expresa la asociatividad del álgebra, debe satisfacerse.

Existen casos más complejos donde las constantes de estructura tienen dependencia en los
campos; estos casos se conocen como álgebras suaves. Para estas teorías la identidad de Jacobi
debe ser generalizada, y nuevos objetos tensoriales de grado mayor a las constantes de estructura
pueden aparecer.

En otro tipo de teorías, resulta que los generadores de transformaciones de norma no son inde-
pendientes. Esto ocurre cuando se presenta una “invarianza de norma“ para las transformaciones
de norma mismas. Este es el caso de las teorías reducibles. Las preguntas que se pretenden resolver
en esta sección para una teoría de norma genérica son: 1) ¿Cuales son los tensores estructurales
de norma fundamentales? y 2) ¿Qué ecuación necesitan satisfacer? La respuesta a estas preguntas
nos conducirá a la estructura de norma de la teoría.

Considérese un sistema cuya dinámica sea gobernada por la acción clásica S0 [Φ], la cual
depende de n campos diferentes Φi(x), i = 1, · · · , n. El índice i puede etiquetar índices de Lorentz,
espinoriales, o cualquier tipo de índice que distinga distintos campos genéricos. A nivel clásico, los
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campos son funciones del espacio tiempo. Para su estudio cuántico, estos campos se promueven a
operadores. Para nuestro cometido de introducir la estructura formal de una teoría de norma, nos
es suficiente tratar únicamente al caso clásico.

Denotemos a la paridad estadística de los campos Φi como ε(Φi) = εi. Cada campo Φi es
conmutativo (εi = 0) o anticonmutativo εi = 1. Se tiene que Φi(x)Φj(y) = (−1)εiεjΦj(y)Φi(x).

Asumamos que la acción es invariante bajo un conjunto de m0 (m0 ≤ n) transformaciones de
norma no triviales, que en su versión infinitesimal tienen la siguiente forma:

δΦi(x) =
[
Ri

α(Φ)ϵ
α
]
(x), α = 1 o 2 . . . o m0. (1.1)

Aquí, ϵα(x) son parámetros de norma infinitesimales; esto es, funciones arbitrarias de las
variables del espacio-tiempo x, y Ri

α son los generadores de las transformaciones de norma.
Estos generadores son operadores que actúan en los parámetros de norma. En el contexto de
transformaciones integrales, (Ri

α(Φ)ϵ
α)(x) puede ser representado como

∫
dyRi

α(x, y)ϵ
α(y).

Es conveniente en este punto adoptar la siguiente notación. A menos que se indique lo contrario,
la aparición de un índice discreto implica también la presencia de una variable espacio-temporal.
De esta manera, al emplear la convención de suma en donde aparecen índices discretos repetidos,
no solo se estará indicando una suma en dicho índice, sino también una integración sobre la variable
del espacio tiempo correspondiente. Consideremos el siguiente producto matricial:

fA
B = gACh

C
B , (1.2)

en esta notación compacta, este no es únicamente un producto en el espacio de índices, sino también
en el espacio de funciones. Esta ecuación resume

fA
B (x, y) =

∑
C

∫
dzgAC(x, z)h

C
B(z, y), (1.3)

en la notación convencional. Aquí, la suma discreta sobre C lleva implícita también una suma
continua sobre z; mientras que los índices A y B representan además dependencia en las etiquetas
continuas x y y, respectivamente.

Con esta convención en mano, las leyes de transformación

δΦi(x) =
∑
α

∫
dyRi

α(x, y)ϵ
α(y), (1.4)

pueden escribirse sucintamente como

δΦi = Ri
αϵ

α. (1.5)

Aquí la suma discreta sobre α incluye la integración sobre y. Denotemos mediante S0,i(Φ, x) a
la variación de la acción respecto a Φi(x):

S0,i(Φ, x) ≡
∂rS0 [Φ]

∂Φi
, (1.6)

donde el subíndice r denota derivación por la derecha. El hecho de que la acción sea invariante
bajo transformaciones de norma de la forma (1.1) significa que las identidades de Noether∫

dx

n∑
i=1

S0,i(x)R
i
α(x, y) = 0, (1.7)
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se satisfacen. En notación compacta esto se lee como:

S0,iR
i
α = 0. (1.8)

Las identidades de Noether son las ecuaciones clave de este apartado y pueden incluso
considerarse como aquellas que determinan que una teoría sea invariante bajo transformaciones
de norma de la forma (1.1).

Para comenzar teoría perturbativa, el punto de partida son las soluciones a las ecuaciones
clásicas de movimiento S0,i(Φ, x) = 0 y luego realizamos una expansión al rededor de este punto.
Se asume la existencia de al menos un punto estacionario Φ0 =

{
Φj

0

}
tal que

S0,i

∣∣∣∣
Φ0

= 0. (1.9)

Esto define a una superficie Σ en el espacio de funciones, que es de dimensión infinita en la
presencia de simetrías de norma.

Como consecuencia de las identidades de Noether, las ecuaciones de movimiento no son
independientes. Nuevos puntos de silla pueden ser encontrados aplicando transformaciones de
norma a alguna solución particular. Estas nuevas soluciones no deben ser consideradas como un
indicador de nueva física; los campos relacionados vía transformaciones de norma infinitesimales
se consideran equivalentes.

Un aspecto crucial en donde la dificultad para cuantizar este tipo de teorías es expuesta, es
que las identidades de Noether implican también que los propagadores no existen. Al derivar a las
identidades por la izquierda respecto a Φj , se obtiene(

∂l∂rS0

∂Φi∂Φj

)
Rj

α

∣∣∣∣∣
Φ0

= 0. (1.10)

Es decir, el hessiano ∂l∂rS0/∂Φ
i∂Φj de S0 es degenerado en todo punto de la superficie estacio-

naria Σ. Los operadores Ri
α son los vectores nulos on-shell— las configuraciones de campos donde

se cumplen las ecuaciones de movimiento —de este hessiano. Como los propagadores involucran el
inverso de este hessiano, los propagadores no existen para ciertas combinaciones de campos. Esto
significa que la expansión de lazos habitual no puede implementarse directamente, se requiere la
introducción de un método para atravesar este problema.

Teorías de Yang-Mills

La teoría de Yang-Mills puede considerarse como la teoría de norma más conocida. Para cada
álgebra de Lie G, hay una teoría diferente. Los campos fundamentales son los potenciales de norma
Aa

M donde hay un índice a por cada generador T a del álgebra. En representación matricial, estos
generadores son matrices antihermitianas normalizadas de tal forma que Tr(T aT b) = −δab. Los
generadores satisfacen [

T a, T b
]
= fabcT c, (1.11)

donde fabc son las constantes de estructura de G, son cantidades reales antisimétricas que deben
satisfacer la identidad de Jacobi

fabefecd + f bcefead + f caefebd = 0. (1.12)

La acción de Yang-Mills es
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S0[AaM ] =

∫
ddx

(
−1

4
Fa

MNFMN
a

)
, (1.13)

donde las curvaturas se definen como Fa
MN = ∂MAa

N − ∂NAa
M + gfabcAb

MAc
N . Los índices de

Lorentz extradimensionales se denotarán con letras latinas mayúsculas y se definen como M =
0, 1, 2, 3; 5, . . . , n ≡ µ; µ̄.

Las ecuaciones de movimiento, las transformaciones de norma y el álgebra de gauge son:

Dab
MFb

MN = 0, (1.14)

δAa
M = DMabαb, (1.15)

[δα1
, δα2

]Ac
M = δ(α1,α2)A

c
M = Dcd

M

(
gfabdαb

1α
a
2

)
, (1.16)

de manera que δ(α1,α2) = gfabdαb
1α

a
2 . La derivada covariante es

Dab
M = δab∂M − gfabcAc

M . (1.17)

El operador Ri
α en (1.1) corresponde a Dab

M .

1.2.2. Formalismo de Batalin-Vilkovisky

Como se mostró anteriormente, una teoría con simetrías de norma no permite una cuantización
como usualmente se procede en teorías de campo. Al ser el hessiano degenerado on-shell, la
cuantización perturbativa por medio de propagadores y vértices no es posible. Cuantizar teorías de
esta naturaleza de una manera covariante de norma, fue la motivación principal para desarrollar
al formalismo campo-anticampo. A continuación presentaremos una síntesis de este formalismo
en su versión clásica y el camino a seguir para su implementación cuántica. Esta sección
se sustenta en el desarrollo meticuloso realizado en [2], donde además del caso de Yang-Mills,
considera la cuantización de diversos sistemas de norma con este formalismo de Batalin-Vilkovisky.

Al espacio de configuración original, conformado por los campos de norma AaM (x, x̄), se le
añaden los campos ghost Ca(x, x̄) como grados de libertad físicos, tomando estos el papel de
los parámetros de norma de la teoría αa(x, x̄); que usualmente no se consideran como campos
interactuantes. Los campos ghost se definen con estadística opuesta a los parámetros de norma:

ϵ(Ca) = ϵ(αa) + 1 = 1 (mod 2) (1.18)

Así que son grados de libertad fermiónicos. Se asigna una carga aditiva conservada, denominada
número de ghost, a cada uno de estos campos. A los campos originales AaM se les asigna un número
de ghost cero, mientras que los campos Ca tienen un número de ghost uno:

gh
[
AaM

]
= 0 y gh [Ca] = 1 (1.19)

Luego de este paso, introducimos un conjunto de nuevas variables dinámicas, se añade un
anticampo por cada campo existente en la teoría:

ΦA = {AaM , Ca} ← Campos de la teoría (1.20)

Φ∗
A = {A∗

aM , C∗
a} ← Anticampos añadidos (1.21)
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Para distinguir a los campos de los anticampos, a estos últimos se les denota con un asterisco y se
cambia la posición de los índices. La estadística y número de ghost de los anticampos están dados
por:

gh [Φ∗
A] = −gh

[
ΦA
]
− 1 y ϵ (Φ∗

A) = ϵ
(
ΦA
)
+ 1 (mod 2) (1.22)

Así que en nuestro caso de interés, tenemos

gh [A∗
aM ] = −1 y gh [C∗a ] = −2, (1.23)

ϵ (A∗
aM ) = 1 y ϵ (C∗a) = 0. (1.24)

Se define una estructura simpléctica en el espacio de campos y anticampos, llamado antiparén-
tesis, con propiedades similares al paréntesis de Poisson gradado, definido como:(

X,Y
)
=

δrX

δΦA

δlY

δΦ∗
A

− δrX

δΦ∗
A

δlY

δΦA
, (1.25)

donde X[ΦA,Φ∗
A] y Y [ΦA,Φ∗

A] son funcionales que dependen de los campos y anticampos.

El antibracket define una estructura simpléctica impar ya que se puede expresar como:

(
X,Y

)
=

δrX

δza
ζab

δlY

δΦb
, ζab ≡

(
0 δAB
−δAB 0

)
, (1.26)

al agrupar colectivamente a los campos y anticampos bajo el índice za = {ΦA,Φ∗
A}, a = 1, . . . , 2N ,

siendo N el número de campos ΦA. El antiparéntesis en el espacio de campos y anticampos juega un
papel análogo a aquel del paréntesis de Poisson. Mientras que el paréntesis de Poisson se utiliza a
nivel clásico en sistemas Hamiltonianos, el antibracket se utiliza tanto a nivel clásico como cuántico
en el el formalismo lagrangiano. El anticampo Φ∗

A se puede pensar como el conjugado canónico de
ΦA, ya que (

ΦA,Φ∗
A

)
= δAB . (1.27)

Se introduce la noción de transformación canónica en el sentido de invarianza del antiparéntesis.

La acción clásica S0, que en el caso de una teoría de Yang-Mills pura tiene la forma

S0[AaM ] =

∫
ddx

(
−1

4
Fa

MNFMN
a

)
, (1.28)

es extendida para incluir términos que involucren a los campos ghost y a los anticampos, esta acción
extendida la denotamos por S. Se define la ecuación maestra clásica haciendo uso del antiparéntesis:(

S, S
)
= 2

δrS

δΦA

δlS

δΦ∗
A

= 0, (1.29)

donde S [Φ,Φ∗] es una funcional de campos y anticampos con dimensiones de acción, número ghost
cero y estadística par. Tomaremos a S como la acción de los campos y anticampos, aunque cabe
aclarar que no toda solución a (1.29) es de interés. Las variaciones de la acción respecto a ΦA y
Φ∗

A, son las ecuaciones de movimiento:

∂rS

∂za
= 0. (1.30)

Asumimos la existencia de al menos un punto estacionario para el cuál la ecuación (1.30) se
cumpla. Denotamos mediante Σ a dicho subespacio de puntos estacionarios en el espacio de campos
y anticampos:

8
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Σ⇐⇒
{
∂rS

∂za
= 0

}
. (1.31)

Una acción S que satisface la ecuación maestra (1.29) posee su propio conjunto de invarianzas de
norma. Al diferenciar (1.29) respecto a zb se obtiene

∂rS

∂za
Ra

b = 0, a = 1, . . . , 2N, (1.32)

Ra
b ≡ ζac

∂l∂rS

∂zc∂zb
. (1.33)

Aunque pareciera que existen 2N invarianzas de normas, no todas son independientes on-shell.
Al diferenciar (1.32) respecto a zd, multiplicar por ζcd, usando la definición de Ra

b en (1.33) e
imponiendo la condición estacionaria (1.30), se encuentra que

Rc
aR

a
b

∣∣∣∣
Σ

= 0, (1.34)

es decir, Ra
b es nilpotente on-shell. Del álgebra lineal se conoce el resultado de que una matriz

nilpotente 2N×2N tiene un rango menor o igual que N . En el punto estacionario existen al menos
N relaciones entre los generadores de norma Ra

b y por lo que las 2N−r transformaciones de norma
independientes on-shell es mayor o igual que N , donde r es el rango del hessiano de S en Σ:

r ≡ rank

(
∂l∂rS

∂za∂zb

∣∣∣∣∣
Σ

)
. (1.35)

Una solución a la ecuación maestra se denomina solución propia si

r = N, (1.36)

además de requerir que la acción S contenga a la acción original S0, esto se logra imponiendo la
siguiente condición de frontera en S

S [Φ,Φ∗]

∣∣∣∣
Φ∗=0

= S0 [Φ] . (1.37)

Usualmente sólo las soluciones propias son de interés, ya que si r = N , el número de invarianzas
de norma independientes del tipo (1.32) es igual al numero de anticampos, que no son físicos y es
necesario removerlos de manera especial de la teoría, de tal suerte que remover a los anticampos
remueva a la vez la degeneración de las invarianzas de norma. Esta remoción se logra mediante un
procedimiento de fijación de norma.

Para poder proceder con la fijación de norma y cuantización mediante integral de caminos, es
necesario extender el conjunto mínimo de campos a uno no-mínimo. Resulta ser que se pueden
añadir pares triviales a la teoría sin que se altere la ecuación maestra. Sean C̄a y Ba dos nuevos
campos, y C̄∗a y B∗a sus respectivos anticampos. Escogemos la paridad y número de ghost de estos
nuevos campos de manera que

gh [Ba] = gh
[
C̄a
]
+ 1 ϵ (Ba) = ϵ

(
C̄a
)
+ 1 (mod 2), (1.38)

con esto se tiene que gh
[
C̄∗a
]
= −gh

[
C̄a
]
− 1 = −gh [B∗a]; y ϵ(C̄∗a) = ϵ(C̄a) + 1 = ϵ(Ba). Con esto se

tiene que la acción trivial

Striv =

∫
ddxBaC̄∗a (1.39)
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se puede añadir a S sin afectar a la ecuación maestra. Cuando se implementa un conjunto no-
mínimo de campos, la solución propia a la ecuación maestra es única hasta una transformación
canónica y la introducción de pares triviales.

1.2.3. La simetría BRST clásica
La simetría BRST es un concepto crucial en las teorías con simetría de norma. La simetría

BRST es el remanente de la invarianza de norma una vez se ha removido la degeneración; es
decir, fijar la norma. Los tres aspectos que gobiernan a la transformación BRST son: nilpotencia,
derivación gradada e invarianza de la acción S.

Incluso antes de fijar la norma, el formalismo campo-anticampo contiene a la simetría BRST.
Mediante el antibracket, el generador δB de esta simetría es la solución propia misma. La trans-
formación BRST clásica de una funcional X de campos y anticampos se define como

δBX ≡ (X,S) . (1.40)

Las reglas de transformación para campos y anticampos es

δBΦ
A =

∂lS

∂Φ∗
A

(1.41)

δBΦ
∗
A = − ∂lS

∂ΦA
= (−1)(ϵA+1) ∂rS

∂ΦA
. (1.42)

Como una consecuencia de la ecuación maestra, la acción S de campos y anticampos es inva-
riante BRST

δBS = 0. (1.43)

El operador BRST δ es una derivación gradada nilpotente, dadas dos funcionales X y Y ,

δB (XY ) = XδBY + (−1)ϵY (δBX)Y, (1.44)

δ2BX = 0. (1.45)

Una funcional O es una observable clásica si δ2BO = 0 y O ̸= δBY , para alguna Y . Dos observa-
bles se consideran equivalentes si difieren por una variación BRST. Una combinación lineal y un
producto de dos observables clásicas son invariantes BRST, por lo que las observables forman un
álgebra.

Simetría BRST en Yang-Mills

Las teorías de Yang-Mills contienen un álgebra cerrada irreducible. El número de parámetros
de norma es el rango del grupo. La solución propia que satisface la ecuación maestra clásica (1.29)
es

S =

∫
ddx

{
−1

4
Fa

MNFaMN +A∗
aMDabMCb + 1

2
fabcC∗c CbCa

}
. (1.46)

Las transformaciones BRST (1.41) y (1.42) son

δBAaM = DabMCb, (1.47)

δBCa =
1

2
f bcaCcCb, (1.48)

10
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δBA∗
aM = −DabNFb

NM + fabcA∗
cMCb, (1.49)

δBC∗a = −DabMA∗
bM + fabcC∗c Cb. (1.50)

1.2.4. Funcional fermiónica y fijación de norma
El proceso de fijación de norma en el formalismo campo-anticampo prepara el terreno para

proceder con la cuantización, vía integral de caminos, de teorías de norma. La solución propia S
tiene N invarianzas de norma, que es igual al número de anticampos que contiene. La eliminación
apropiada de los anticampos permite a la vez remover la degeneración de la teoría.

El concepto central en este proceso es una funcional Ψ con número ghost −1 y estadística impar
ϵ(Ψ) = 1. Sin embargo, la acción extendida S (1.46) no posee ningún campo que tenga número
ghost −1. Para poder construir una funcional Ψ adecuada, el par trivial de campos en (1.39) debe
añadirse con la siguiente paridad y número ghost:

ϵ
(
C̄a
)
= ϵ (αa) + 1 = 1 , ϵ (Ba) = ϵ (αa) = 0, (1.51)

gh
[
C̄a
]
= −1 , gh [Ba] = 0. (1.52)

Los campos C̄a son los antifantasmas de Faddeev-Popov de los campos Ca.

No es posible remover los anticampos haciéndolos cero ya que regresaríamos a la teoría original
S0, que posee degeneraciones. Los anticampos son eliminados usando una funcional fermiónica que
fije la norma mediante

Φ∗
A =

∂Ψ

∂ΦA
. (1.53)

Para que se cumpla esta ecuación, es necesario que Ψ sea fermiónica y con número ghost −1.
Estos atributos de Ψ no son una definición, sino que se imponen por consistencia. Denotamos a a
superficie en el espacio funcional determinada por (1.53), como ΣΨ:

ΣΨ ⇐⇒
{

∂Ψ

∂ΨA
= 0

}
. (1.54)

La acción con norma fijada correspondiente es S|ΣΨ ≡ SΨ. Esta acción con norma fijada ya no
tiene invarianza de norma.

Para cuantizar la teoría, usamos el enfoque de integral de caminos con la implementación de la
condición (1.53) mediante una función delta:

IΨ (X) =

∫
[dΦ] [dΦ∗] δ

(
Φ∗ − δΨ

δΦA

)
e

i
ℏW [Φ,Φ∗]X [Φ,Φ∗]

=

∫
[dΦ] e

i
ℏW [Φ, δΨδΦ ]X

[
Φ,

δΨ

δΦ

]
,

(1.55)

donde X es alguna función de Green de interés. Aquí W corresponde a la generalización cuántica
de la acción de anticampos S, que deben coincidir en el límite ℏ → 0. Una elección de Ψ que
permita la existencia de propagadores se conoce como admisible. Elegir una Ψ admisible adecuada
es cuestión de destreza, ya que una elección juiciosa puede llevar a grandes simplificaciones en los
cálculos, y la elección dependerá del cálculo en cuestión; funciones de Green, elementos de matriz
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S, renormalización, etc. La libertad que existe de elegir a Ψ corresponde a la libertad de elegir el
procedimiento de fijación de la norma.

Sea el integrando en (1.55)

I [Φ,Φ∗] ≡ e
i
ℏW [Φ,Φ∗]X [Φ,Φ∗] . (1.56)

Para que la integral IΨ(X) sea infinitesimalmente independiente de la elección de Ψ, debe cumplirse
que

∆I = 0, (1.57)

donde ∆ es un operador de divergencia nilpotente en el espacio de campos y anticampos definido
por

∆ ≡ (−1)(ϵA+1) ∂r
∂ΦA

∂r
∂Φ∗

A

. (1.58)

La funcional fundamental Z, que se obtiene haciendo X = 1 en (1.55), también debe ser
independiente de la norma, es decir, de la elección de Ψ. Esto sucede si W satisface la ecuación
maestra clásica

1

2
(W,W ) = iℏ∆W. (1.59)

Cuando W satisface esta condición, entonces se requiere que la función de Green X debe satisfacer

(X,W ) = iℏ∆X, (1.60)

si ha de ser independiente de la norma. Las ecuaciones (1.59) y (1.60) resumen las condiciones
para que un cálculo sea independiente de la elección de Ψ. Estas condiciones se usan también para
construir expansiones en serie de W y X.

Fijación de Norma en Yang-Mills

La solución propia de Yang-Mills, incluyendo la introducción del par trivial es:

S =

∫
ddx

{
−1

4
Fa

MNFaMN +A∗
aMDabMCb + 1

2
fabcC∗c CbCa + BaC̄∗a

}
. (1.61)

Una funcional que cumple los requisitos de estadística impar y número de ghost −1 es

Ψ =

∫
ddxC̄∗a

(
fa +

ξ

2
Ba
)
, (1.62)

donde fa recibe el nombre de la función que fija la norma. Esta depende de los campos y
sus derivadas, además de ser real e invariante de Lorentz y cumplir ϵ(fa) = 0, gh[fa] = 0. El
parámetro de norma ξ ≥ 0 es una cantidad real.

La eliminación de los anticampos se efectúa usando (1.53), para obtener

A∗
aM =

δΨ

δAaM
= C̄b

(
∂f b

∂AaM
− ∂N

∂f b

∂(∂NAaM )

)
, (1.63)

C∗a =
δΨ

δCa =
∂f b

∂Ca C̄
b, (1.64)

C̄∗a ==
δΨ

δC̄a = fa +
ξ

2
Ba + ∂f b

∂C̄a C̄
b (1.65)

12



Formalismo de Batalin-Vilkovisky y la simetría BRST
1.2 Formalismo Campo-Anticampo y la Simetría BRST

B∗a =
δΨ

δBa =
ξ

2
C̄a. (1.66)

Con esto se obtiene la acción BRST con norma fijada

SΨ =

∫
ddx

{
− 1

4
Fa

MNFaMN + C̄b
(

∂f b

∂AaM
− ∂N

∂f b

∂(∂NAaM )

)
DacMCc

+
1

2
fabc ∂f

d

∂Cc C̄
dCbCa + Ba

(
fa +

ξ

2
Ba + ∂f b

∂C̄a C̄
b

)}
.

(1.67)

La teoría SΨ hereda un remanente de la simetría BRST, definida por el operador

δBΨX ≡ (X,S)

∣∣∣∣
ΣΨ

. (1.68)

Las transformaciones BRST con norma fijada, en el caso de teorías de Yang-Mills, son

δBΨAaM = DabMCb, (1.69a)

δBΨCa =
1

2
fabcCbCc, (1.69b)

δBΨC̄a = Ba, (1.69c)
δBΨBa = 0. (1.69d)

En lo que respecta a los campos Ba, la acción SΨ únicamente depende cuadráticamente de estos
y no tienen término cinético. Esto permite integrarlos directamente en la funcional fundamental
Z mediante una integral Gaussiana; en donde se evalúa a los campos Ba usando sus ecuaciones de
movimiento

∂LΨ

∂Ba = fa + ξBa + ∂f b

∂C̄a C̄
b = 0, (1.70)

lo cuál implica que

Ba = −1

ξ

(
fa +

∂f b

∂C̄a C̄
b

)
. (1.71)

Al sustituir este resultado en SΨ, se tiene

LΨ = LYM + LGF + LFPG, (1.72)

Con

LYM = −1

4
Fa

MNFaMN , (1.73)

LGF = − 1

2ξ
fafa, (1.74)

LFPG = C̄b
(

∂f b

∂AaM
− ∂N

∂f b

∂(∂NAaM )

)
DacMCc + 1

2
fabc ∂f

d

∂Cc C̄
dCbCa

− 1

ξ
faC̄b ∂f

b

∂C̄a −
1

2ξ
C̄b ∂f

b

∂C̄a C̄
c ∂f

c

∂C̄a .
(1.75)
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El lagrangiano LΨ (1.72) ha perdido ya su invarianza de norma, pero en 1975 Becchi, Rouet y
Stora [31, 32]; e independientemente por Tyutin [33], descubrieron que LΨ aún exhibe un remanente
de esta simetría de norma, conocida como la simetría BRST con norma fijada. Esta es la simetría
que prevalece a nivel cuántico. Podemos apreciar que mediante estas transformaciones, se modifica
el carácter local de las transformaciones de norma originales (1.15), por relaciones globales entre
los grados de libertad dinámicos de la teoría. Esto permite eliminar la degeneración de la teoría, y
al mismo tiempo preservar una especie de “invarianza“ de norma dada por (1.69).
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El ser humano se apropia de su ser
omnilateral de un modo omnilateral y,
por tanto, como ser total. Cada una de
sus relaciones humanas con el mundo— la
vista, el oído, el olfato, el gusto, la
sensibilidad, el pensamiento, la intuición,
la percepción, la voluntad, la actividad, el
amor —en una palabra, todos los órganos
de su individualidad, como órganos que
son directamente en su forma órganos
comunales, representan, en su
comportamiento objetivo, o, en su
comportamiento hacia el objeto; la
apropiación de éste. La apropiación de la
realidad humana, su proceder hacia el
objeto, es la confirmación de la realidad
humana; es, por tanto, algo tan múltiple
como múltiples son las determinaciones
esenciales y las actividades humanas. Es
efectividad humana y sufrimiento
humano, pues el sufrimiento,
humanamente concebido, es un goce del
ser.

Karl Marx
Manuscritos Económicos y Filosóficos de

1844
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2.1 Introducción

2.1. Introducción
Partimos de una teoría efectiva de norma cuyos grados de libertan se rigen por los grupos

extendidos {ISO(1, 3+ n), GSM (Md)} y que, junto con sus parámetros de norma, están definidos
en la totalidad de la variedad soporte Md = M4 × Nn; donde M4 es el espacio tiempo usual
de Minkowski y Nn representa una extensión espacial que consiste en una variedad compacta
euclidiana n-dimensional. La acción de nuestra teoría se asume como una funcional de campos
de norma y de materia, que denotamos aquí genéricamente como χA, definidos en los puntos de
la variedad extendida (x, x̄) ∈ Md con x ∈ M4 y x̄ ∈ Nn; estos campos constituyen distintas
representaciones del grupo de Lorentz extendido SO(1, 3 + n). Debido a la dimensionalidad de la
teoría d = 4 + n, con n un número arbitrario de dimensiones extras espaciales, esta teoría no es
renormalizable mediante conteo de potencias, por lo que la acción correspondiente consiste en una
serie infinita de términos invariantes de norma y de Lorentz de dimensión canónica ascendente:

S =

∫
d4xdnx̄L(4+n)

(
χA(x, x̄), ∂MχA(x, x̄)

)
(2.1)

donde

L(4+n)

(
χA(x, x̄), ∂MχA(x, x̄)

)
= LSM

(4+n)

(
χA(x, x̄), ∂MχA(x, x̄)

)
+
∑
d

λd

ΛdL
(d+d)

(
χA(x, x̄), ∂MχA(x, x̄)

)
.

(2.2)

En esta última expresión, el primer término LSM
(4+n) consta de una réplica fiel de la lagrangiana

del Modelo Estándar 4-dimensional, definida ahora en d dimensiones. La expresión L(d+d) denota
interacciones invariantes de norma y de Lorentz de dimensión canónica mayor a d; que involucran
a los campos χA y sus derivadas ∂MχA, todas multiplicadas por constantes desconocidas λd/Λ

d.
Estos términos de dimensión canónica creciente— cada término de la serie tiene mayor dimensión
canónica que el anterior —mayor a d, son suprimidos por potencias inversas de una escala de
energía desconocida Λ, la cuál se asume mucho mayor a la escala de Fermi. Notamos además
el hecho de que el primer término no depende de la escala fundamental Λ, aunque sí depende
de constantes de acoplamiento no adimensionales; hecho que, más adelante, será central en la
descripción 4-dimensional de la teoría.

Asumimos que el tamaño promedio, R, de las dimensiones extra está muy por encima de
la escala de distancias en la que esta teoría es valida, Λ−1; que para todo fin práctico, estas
dimensiones extra pueden considerarse de tamaño infinito. Para energías mucho mayores que la
escala de compactificación, R−1, la descripción de campos es necesariamente invariante respecto
a ISO(1, 3 + n)— donde se emplea una métrica gMN = diag(1,−1, . . . ,−1). Sin embargo, dentro
del enfoque de teorías efectivas, es posible derivar una descripción de bajas energías en donde
n de las 3 + n dimensiones presentan una geometría compacta; es decir, las n dimensiones ex-
tra están compactificadas. A este tratamiento nos referiremos como mecanismo de compactificación.

Nuestro objetivo es construir una extensión 4-dimensional del Modelo Estándar de toda la
vida, asumiendo ahora la existencia de dimensiones extra compactificadas. De manera más precisa,
nuestros esfuerzos están dirigidos en determinar las implicaciones fenomenológicas que la existencia
de dimensiones extra tendría; sobre la dinámica propuesta por los grupos de simetría del Modelo
Estándar. Para este cometido precisamos definir mapeos canónicos que nos permitan descender al
régimen de bajas energías donde se manifiesta la geometría compacta de las dimensiones extra— de
hecho, en la aproximación de lagrangiana efectiva, la teoría es válida sólo para energías menores a
Λ. Esto se lleva a cabo rompiendo la simetría extendida {ISO(1, 3+n), GSM (Md)} en la simetría
usual del Modelo Estándar {ISO(1, 3), GSM (M4)}. El mecanismo de compactificación (a la escala
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R−1), seguido por el mecanismo de Higgs (a la escala v), se puede esquematizar en los siguientes
rompimientos de simetría:

{ISO(1, 3 + n), GSM (M4+n)} R−1

−−−→ {ISO(1, 3), GSM (M4)}
v−−−→ {ISO(1, 3), SUC(3,M4)× Ue(1,M4)}.

(2.3)

Considerando que tanto SO(1, 3) como SO(n) son subgrupos de SO(1, 3 + n), en el caso de
campos vectoriales AM (x, x̄) (M = 0, 1, 2, 3; 5, . . . , d = µ; µ̄) podemos descomponerlos en un campo
vectorial Aµ (4 escalares) de SO(1, 3) (SO(n)) y en n escalares Aµ̄ (un vector) de SO(1, 3) (SO(n)).
Para el caso de un campo escalar Φ(x, x̄) bajo SO(1, 3 + n), también lo será bajo los grupos
SO(1, 3 + n) y SO(n). Este es el primer mapeo que se encarga únicamente de ocultar la simetría
de ISO(1, 3 + n) en objetos covariantes de sus subgrupos SO(1, 3) y SO(n):

SO(1, 3 + n) 7→ {SO(1, 3), SO(n)}
Aa

M (x, x̄) 7→ {Aa
µ(x, x̄),Aa

µ̄(x, x̄)}.
(2.4)

Donde Aa
M (x, x̄) denota un campo de norma genérico. No obstante, en la teoría prevalecen aún

los grados de libertad enumerados por las coordenadas extras x̄. Si deseamos construir una teoría
efectiva en 4 dimensiones, no puede existir dependencia alguna respecto a estas coordenadas;
razón por la cuál, se realiza un segundo mapeo canónico cuya misión será la de remover todo
rastro de las coordenadas de Nn de la teoría. Este paso es delicado, pues recordemos que las
coordenadas extra etiquetan grados de libertad del sistema extendido, lo que equivale a decir
que desempeñan un rol dinámico constituyente de la teoría extendida, por lo que deshacernos
de ellas requiere hacerlo con cautela. Es importante volver a remarcar que en la construcción
que tenemos en mente, consideramos indispensable lograr capturar de alguna forma el devenir
dinámico y fenomenológico de los sistemas físicos, debido a la existencia de dimensiones extra
universales, cuando estos son esculcados a través de nuestra lupa de bajas energías. Esta es
la razón por la cuál nos referimos a este procedimiento como romper la simetría extendida, ya
que nuestro objetivo es mantener intacta la invarianza de nuestra teoría respecto a los grupos
extendidos {ISO(1, 3+n), GSM (M4+n)} al momento de traducirla al lenguaje de invarianza bajo
sus subgrupos {ISO(1, 3), GSM (M4)}; aún cuando las simetrías originales ya no sean manifiestas
explícitamente. Aquí nos valdremos del poderoso concepto de mapeo canónico, de tal suerte
que el paréntesis de Poisson fundamental definido por nuestros campos extradimensionales, sea
preservado por las nuevas variables dinámicas 4-dimensionales. Antes de definir este mapeo,
asumimos que nuestra variedad compacta Nn cuenta con alguna geometría compacta dada y
además que sobre ella está definido un conjunto completo de funciones ortonormales— las cuales
dependen únicamente de las coordenadas x̄. Equipados con estas propiedades de Nn podemos
proceder a expandir nuestras variables dinámicas en una serie n-dimensional de Fourier, donde
los coeficientes de dichas funciones ortonormales en la expansión; únicamente dependerán de las
coordenadas x ∈ M4, por lo que corresponderán a los campos interactuantes en la descripción
efectiva 4-dimensional. Un aspecto de crucial importancia es que dentro de este conjunto completo
de funciones, existe al menos una función constante f (0) la cuál no depende de ninguna forma de
los detalles geométricos de la variedad compacta; anudado a esto, el hecho de que no parece haber
evidencia experimental hasta este momento de la existencia de dimensiones extra, se postula
que los campos efectivos a lo largo de la componente f (0) constituirán las variables dinámicas
usuales del Modelo Estándar ya conocido, definido en 4-dimensiones. Hasta este punto, nada se ha
asumido de las particularidades geométricas de Nn— salvo la existencia del conjunto completo de
funciones —, por lo que la discusión hasta este momento es completamente general para cualquier
variedad compacta.
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A partir de aquí, es necesario aterrizar esta formulación en alguna variedad concreta para
poder explorar las consecuencias de dimensiones extra compactas; sobre nuestra teoría efectiva
4-dimensional. Asumimos que cada una de las n dimensiones extra, se encuentra compactificada
en una variedad Orbifold S1/Z2, cada una caracterizada por un radio Ri, i = 1, . . . , n; que por
simplicidad los consideraremos a todos iguales. Esta variedad además de añadir propiedades de
periodicidad sobre los campos χA respecto a las coordenadas extra x̄, también permite que estos
tengan propiedades de paridad bien definidas respecto al intercambio x̄ → −x̄. Las implicaciones
de estos resultados en nuestro postulado de que los campos 4-dimensionales conocidos actualmente
corresponden a los coeficientes de f (0), y el hecho de que esta función sea trivialmente par bajo
x̄ → −x̄, nos lleva a la siguiente conclusión importante. Considerando que las dimensiones extra
no han sido detectadas hasta ahora, significaría que, en caso de que estas existieran; los campos ya
conocidos forzosamente deben ser pares bajo x̄→ −x̄ para que nuestra construcción sea consistente.
Una forma de detectar dimensiones extra consistiría en que las simetrías conocidas hasta ahora,
paridad bajo x ∈ M4 incluida, estuvieran incompletas, es decir; que sólo considerándose una
dependencia en x̄ ∈ Nn se satisficiera paridad. Como toda evidencia experimental apunta a que este
no es el caso, una forma de mantener al Modelo Estándar como una teoría efectiva autocontenida, es
decretando que los campos que comparta nuestra teoría con el Modelo Estándar usual; no sufran
cambio alguno al intercambiar x̄ ∈ Nn por −x̄, que tales campos sean pares en x̄. Por lo que
todas aquellas partículas que prediga nuestro modelo, que no guarden ninguna correspondencia
con las partículas detectadas hasta ahora, serán impares bajo x̄ ∈ Nn. Todo esto se sintetiza en
un conjunto completo de funciones ortonormales {f (0)

E , f
(m)
E , f

(m)
O } sobre las cuales expandimos los

campos 4 + n-dimensionales en series múltiples de Fourier:

χA
E (x, x̄) = f

(0)
E χ

(0)A
E (x) +

∑
(m)

f
(m)
E (x̄)χ

(m)A
E (x), (2.5a)

χA
O(x, x̄) =

∑
(m)

f
(m)
O (x̄)χ

(m)A
O (x). (2.5b)

Donde los subíndices E y O indican si los campos son pares o impares bajo x̄ → −x̄. Una
vez hecha esta expansión, los grados de libertad de la teoría extradimensional χA que eran eti-
quetados por las variables continuas x̄, se encuentran ahora codificados en una torre infinita de
campos de Kaluza-Klein (KK) χ(m)A que dependen únicamente de x. La etiqueta continua x̄ ha
sido reemplazada por un multi-índice discreto (m) = (m1, . . . ,mn), donde cada mi, i = 1, . . . , n;
corre sobre todos los números enteros. Es posible demostrar además que estos mapeos son, en
efecto, canónicos; por lo que podemos estar tranquilos de que, en esencia, estamos describiendo al
mismo sistema físico original, pero ahora desde una perspectiva 4-dimensional. Haciendo uso de la
ortonormalidad del conjunto {f (0)

E , f
(m)
E , f

(m)
O }, podemos ver que los mapeos (2.5) son canónicos,

ya que los paréntesis de Poisson fundamentales de los campos de norma definidos en la variedad
extendida

{χA(x, x̄),ΠB
χ (x

′, x̄′)} = δABδ(x⃗− x⃗′)δ(x̄− x̄′), (2.6a)

{χA(x, x̄),ΠB
χ (x

′, x̄′)} = δABδ(x⃗− x⃗′)δ(x̄− x̄′). (2.6b)

se transforman en

{χ(m)A(x), π(n)B
χ (x′)} = δABδ

(m)(n)δ(x⃗− x⃗′), (2.7a)

{χ(m)A(x), π(n)B
χ (x′)} = δABδ

(m)(n)δ(x⃗− x⃗′). (2.7b)

Aplicando el mismo mapeo al momento canónico conjugado ΠA
χ de χA. Esto se cumple tanto para

los modos cero, las excitaciones pares o impares. Además, se ha definido el siguiente producto de
deltas de Kronecker:
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δ(m)(n) = δm1n1
δm2n2

. . . δmnnn
. (2.8)

Cabe resaltar que los mapeos (2.5) mantienen su carácter canónico sin importar el esquema
de compactificación elegido o la geometría de la variedad; ya que sólo nos hemos valido de la
completez del conjunto de funciones {f (0)

E , f
(m)
E , f

(m)
O }. De esta manera, las variables dinámicas

de del Modelo Estándar usual— que en nuestro modelo corresponden a una descripción de muy
bajas energías, mucho menores a la escala de compactificación; en cuyo caso, las partículas
predichas por dimensiones extra se desacoplarían —corresponden a los modos cero de Fourier
χ(0)A. Paralelamente, las torres o excitaciones de KK χ(m)A se interpretan como los efectos de
nueva física predichos por la existencia de dimensiones extra, manifestados durante el escrutinio
experimental de la naturaleza en alguna vecindad de la escala de compactificación; asumiendo que
en algún momento nos sean accesibles tales energías.

El último paso necesario para una descripción 4-dimensional de la teoría extradimensional, yace
en escoger alguna observable definida en Nn que genere a nuestro conjunto completo de funciones
{f (0)

E , f
(m)
E , f

(m)
O }. Para este propósito empleamos a uno de los n+1

2 invariantes de Casimir del grupo
ISO(n), en particular a P̄ 2 = P̄µ̄P̄µ̄, siendo P̄µ̄ la constante de movimiento asociada al grupo de
traslaciones T (n) en la variedad compacta. Al ser P̄ 2 un operador hermitiano, tiene asociado un
conjunto de eigenkets {|p̄(m)⟩} con eigenvalores (p̄(m))2 = p̄(m) · p̄(m). De modo que este conjunto
de eigenkets define a nuestro conjunto completo de funciones que identificamos como las funciones
de onda en Nn:

fE,O = ⟨x̄|p̄(m)⟩. (2.9)

La elección de un producto de n copias del Orbifold Nn = S1/Z2 × · · ·S1/Z2 como nuestra
variedad compacta, equivale a imponer determinadas condiciones de frontera sobre el conjunto
completo de funciones— condiciones de Dirichlet para f

(m)
O y condiciones de Neumann para f

(m)
E —

; una vez resuelta la ecuación de movimiento ⟨x̄|P̄ 2|p̄⟩ = p̄2⟨x̄|p̄⟩. Como resultado de este proceso,
se encuentran las siguientes funciones:

f
(0)
E =

√
2

(2πR)n
, (2.10)

f
(m)
E =

∑
(m)

√
2

(2πR)n
cos(p̄(m) · x̄), (2.11)

f
(m)
O =

∑
(m)

√
2

(2πR)n
sin(p̄(m) · x̄). (2.12)

Donde R es el radio del Orbifold. Físicamente, la naturaleza compacta de la variedad, implica
en cierto sentido confinar a los grados de libertad inherentes a Nn. Como consecuencia, se nos
despliega un espectro discreto de momentos en la variedad compacta

p̄(m) =

(
m1

R1
, . . . ,

mn

Rn

)
. (2.13)

Los aspectos más finos de estos mapeos, que aquí hemos presentado de manera concisa, se
presentan a detalle y con más holgura en [35]. En dicho trabajo se estudiaron las implicaciones
de la existencia de dimensiones extra universales, a una teoría pura de Yang-Mills efectiva en
4 dimensiones. Aquí presentamos un complemento a tal investigación, añadiendo el ingrediente
de un sector de Higgs definido en dimensiones extra, el cuál, como es de esperarse, interactuará
de manera especial con determinados grados de libertad de 3 bosones de norma a nivel de
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rompimiento espontáneo de la simetría electrodébil a la escala de Fermi. Paralelamente a todo
este proceso, la compactificación de las dimensiones extra, suscitará aspectos fenomenológicos
sutiles y muy llamativos. A continuación, estudiaremos la linea dorsal de los distintos sectores que
conforman al Modelo Estándar Extendido a dimensiones extra; prestando especial atención a los
vértices que serán necesarios para llevar a cabo el cálculo perturbativo.

Tomamos como punto de partida a la lagrangiana efectiva con términos de dimensión canónica
d = 4, la cual consiste en una réplica fiel de la densidad lagrangiana del Modelo Estándar usual,
ahora definida enMd:

Ld=4
eff =

∫
dx̄LSM

(4+n). (2.14)

Donde

LSM
(4+n) = LYM

(4+n) + LH
(4+n) + LC

(4+n) + LY
(4+n), (2.15)

con LYM
(4+n), LH

(4+n), LC
(4+n) y LY

(4+n) las generalizaciones (4 + n)−dimensionales de los sectores de
Yang-Mills, de Higgs, de Corrientes y de Yukawa como los conocemos en el Modelo Estándar usual.
Una vez implementado el mecanismo de compactificación, se tiene a nivel de la acción

SSM
(4+n) =

∫
d4xdnx̄LSM

(4+n) (2.16)

que toda dependencia en las coordenadas de las dimensiones extra yace únicamente en funciones
trigonométricas de x̄, las cuales pueden integrarse directamente dada su ortogonalidad. El resultado
es una teoría efectiva con todas sus variables dinámicas definidas en 4 dimensiones

Seff =

∫
d4xLd=4

eff . (2.17)

2.2. El Sector de Yang-Mills

2.2.1. Teoría Extradimensional
Este sector se constituye por los tensores de intensidad de los campos de norma de los grupos

extra dimensionales SUL(2,Md) y UY (1,Md):

LYM
(4+n) = −

1

4
Wi

MNWMN
i − 1

4
BMNBMN . (2.18)

Cuyas estructuras en términos de sus conexiones están dadas por:

Wi
MN (x, x̄) = ∂MWi

N (x, x̄)− ∂NWi
M (x, x̄) + g(4+n)ϵ

ijkWj
M (x, x̄)Wk

N (x, x̄), (2.19a)
BMN (x, x̄) = ∂MBN (x, x̄)− ∂NBM (x, x̄). (2.19b)

La lagrangiana 2.18 es explícitamente invariante bajo el grupo de Poincaré extendido ISO(1, 3+
n), al igual que bajo las transformaciones de norma infinitesimales perfiladas por los grupos
SUL(2,Md)× UY (1,Md):

δWi
M (x, x̄) = Dij

Mαj(x, x̄), (2.20a)
δBM (x, x̄) = ∂Mα(x, x̄), (2.20b)

donde
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Dij
M = ∂Mδij − g(4+n)ϵ

ijkWk
M (x, x̄) (2.21)

es la derivada covariante del grupo SUL(2,Md) en la representación adjunta, mientras que
αj(x, x̄) y α(x, x̄) son los parámetros de norma de los grupos SUL(2,Md) y UY (1,Md), respec-
tivamente. Nuestro enfoque de dimensiones extra universales descansa sobre la asunción de que
dichos parámetros se propagan también en la totalidad de la variedad extendida. Más adelante
elevaremos estos parámetros a la categoría de grados de libertad fantasma o campos ghost, lo que
nos permitirá cuantizar la teoría de norma de manera elegante; preservando a su vez, el poderío
que nos brinda simetría de norma para el cálculo posterior.

2.2.2. Ocultando la Simetría Extendida
Procedemos ahora realizando el primer mapeo 2.4 en las estructuras tensoriales 2.19; sobre

ambos índices para obtener objetos covariantes de SO(1, 3) y SO(n): Para las curvaturas de
SUL(2,Md) se tiene

SO(1, 3 + n) 7→ {SO(1, 3), SO(n)}
Wi

MN (x, x̄) 7→ {Wi
µν(x, x̄),Wi

µν̄(x, x̄),Wi
µ̄ν̄(x, x̄)}.

(2.22)

Y para la curvatura abeliana

SO(1, 3 + n) 7→ {SO(1, 3), SO(n)}
BMN (x, x̄) 7→ {Bµν(x, x̄),Bµν̄(x, x̄),Bµ̄ν̄(x, x̄)}.

(2.23)

Respecto al grupo de Lorentz usual SO(1, 3), los mapeos anteriores arrojan objetos tensoriales
de orden dos, uno y cero; en el orden que se presentan en 2.22 2.23. La cinemática contenida en estas
curvaturas, aún se encuentra determinada explícitamente en términos de la simetría extendida de
Lorentz; debido a su dependencia en x̄. Es por esta razón que necesitamos de un segundo mapeo
canónico que remueva completamente toda dependencia en las coordenadas x̄. Esto se logra al
expandir las curvaturas obtenidas de 2.22 y 2.23 directamente en torres de KK, es decir, tomando
a cada tensor como un sólo objeto en la expansión de Fourier; y no expandiendo cada una de
sus componentes individualmente. Con el criterio de paridad mencionado anteriormente, ligado
con la naturaleza de las dimensiones extra; se postula que las 2-formas, 1-formas y 0-formas de
SO(1, 3) son objetos pares, impares y pares de KK, respectivamente. Una vez implementada la
expansión de Fourier para las curvaturas 2.22 y 2.23; pares o impares usando 2.5 según sea el caso,
y posteriormente integrando las coordenadas de Nn usando la ortogonalidad de la base completa
de funciones (ver [35, 18]), se obtiene un lagrangiano efectivo de Yang-Mills 4-dimensional dado
por:

LYM
eff = LYM

V V + LYM
V S + LYM

SS . (2.24)

Donde se identifican 3 sectores caracterizados por interacciones del tipo Vector-Vector (LYM
V V ),

Vector-Escalar (LYM
V S ) y Escalar-Escalar (LYM

SS ). Se encuentran las siguientes estructuras de los
modos cero y las excitaciones de KK de las curvaturas:

LYM
V V = −1

4
W(0)i

µν (x)W(0)µν
i (x)− 1

4
B(0)µν (x)B(0)µν(x)

− 1

4

∑
(m)

[
W(m)i

µν (x)W(m)µν
i (x) + B(m)

µν (x)B(m)µν(x)
] (2.25)
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LYM
V S =

1

2

∑
(m)

[
W(m)i

µν̄ (x)W(m)iµ
ν̄(x) + B(m)

µν̄ (x)B(m)µ
ν̄(x)

]
(2.26)

LYM
SS = −1

4
W(0)i

µ̄ν̄ (x)W(0)µ̄ν̄
i (x)− 1

4
B(0)µ̄ν̄ (x)B(0)µ̄ν̄(x)

− 1

4

∑
(m)

[
W(m)i

µ̄ν̄ (x)W(m)µ̄ν̄
i (x) + B(m)

µ̄ν̄ (x)B(m)µ̄ν̄(x)
] (2.27)

2.2.3. Espectro de Masas
Las distintas curvaturas provenientes de Wa

MN y BMN , son en este punto explícitamente
invariantes bajo el grupo usual (SUL(2,M4) × UY (1,M4)) y la simetría manifiesta del grupo
extendido ha sido rota completamente. De la misma forma que con el mecanismo de Higgs, el
procedimiento que nos permite descender a una descripción de bajas energías y obtener una
descripción de la misma teoría, ahora gobernada de forma implícita bajo el grupo de simetría más
amplio, traerá consigo una modificación cualitativa del contenido de campos de norma de la teoría
y su estructura tensorial; hecho que, como es de esperarse, tendrá repercusiones en el espectro de
masas de la teoría. A continuación se presentan las componentes tensoriales que constituyen a
cada elemento de LYM

eff y posteriormente se describirán brevemente los aspectos fenomenológicos
más interesantes que se desenvuelven en la teoría, al atravesar el mecanismo de compactificación.

Tensores de grado 2 :

W(0)i
µν (x) = W (0)i

µν (x) + gf ijk
∑
(m)

W (m)j
µ (x)W (m)k

ν (x), (2.28a)

W(m)i
µν (x) = D(0)ij

µ W (m)j
ν (x)−D(0)ij

ν W (m)j
µ (x)

+ gf ijk
∑
(rs)

∆(mrs)W
(r)j
µ (x)W (s)k

ν (x), (2.28b)

B(0)µν (x) = B(0)
µν (x), (2.29a)

B(m)
µν (x) = ∂µB

(m)
ν (x)− ∂νB

(m)
µ (x), (2.29b)

con

B(0)
µν (x) = ∂µB

(0)
ν (x)− ∂νB

(0)
µ (x), (2.30a)

W (0)i
µν (x) = ∂µW

(0)i
ν (x)− ∂νW

(0)i
µ (x) + gf ijkW (0)j

µ (x)W (0)k
ν (x), (2.30b)

las componentes de las curvaturas de los grupos de norma usuales SUL(2,M4) y UY (1,M4),
respectivamente. Mientras que g y g′ serán las constantes de acoplamiento re-escaladas de
SUL(2,M4) y UY (1,M4), respectivamente, definidas por

g ≡ g(4+n)f
(0)
E , (2.31a)

g′ ≡ g′(4+n)f
(0)
E . (2.31b)

Tensores de grado 1 :
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W(m)i
µν̄ (x) = D(0)ij

µ W
(m)j
ν̄ (x) + p

(m)
ν̄ W (m)i

µ (x)

+ gf ijk
∑
(rs)

∆′
(rsm)W

(r)j
µ (x)W

(s)k
ν̄ (x), (2.32a)

B(m)
µν̄ (x) = ∂µB

(m)
ν̄ (x) + p

(m)
ν̄ B(m)

µ (x) (2.32b)

donde se ha definido

p
(m)
µ̄ ≡

n∑
α=1

mα

Rα
δµ̄4+α, (2.33)

de manera que

m2
(m) ≡ p̄

(m)
µ̄ p̄

(m)
µ̄ =

(
m1

R1

)2

+ · · ·+
(
mn

Rn

)2

. (2.34)

Tensores de grado 0:

W(0)i
µ̄ν̄ (x) = gϵijk

∑
(m)

W
(m)j
µ̄ (x)W

(m)k
ν̄ (x), (2.35a)

W(m)i
µ̄ν̄ (x) = p

(m)
µ̄ W

(m)i
ν̄ (x)− p

(m)
ν̄ W

(m)i
µ̄ (x) + gϵijk

∑
(rs)

∆′
(rsm)W

(r)j
µ̄ (x)W

(s)k
ν̄ (x), (2.35b)

B(0)µ̄ν̄ (x) = 0 (2.36a)

B(m)
µ̄ν̄ (x) = p

(m)
µ̄ B

(m)
ν̄ (x)− p

(m)
ν̄ B

(m)
µ̄ (x) (2.36b)

Una vez conocida la forma de las diversas curvaturas en términos de los grados de libertad
efectivos, podemos detallar la estructura dinámica que marcará el compás de las interacciones
que surgen en LYM

eff . Anticipando además que una parte considerable de los vértices que propicia
este sector; serán de nuestro especial interés para determinar las reglas de Feynman necesarias
para el cálculo. Para no saturar las ecuaciones, omitiremos indicar la dependencia de los campos
en los puntos x; sin perder de vista que esta dependencia existe siempre, ya que son las variables
de integración a nivel de la acción efectiva. A partir de este punto, dicha dependencia se asume
implícita en las funciones del espacio tiempo usual. A continuación, se desarrollarán las expresiones
explícitas para los distintos sectores de LYM

eff . Para fines prácticos y facilitar en análisis de las
interacciones relevantes al cálculo, desglosaremos los distintos lagrangianos LYM

V V , LYM
V S y LYM

SS en
lagrangianos más pequeños para poder estudiar a detalle la variedad de interacciones y mezclas
entre modos cero y modos excitados.

Sector Vector-Vector de Yang-Mills:

Hemos seccionado las distintas interacciones que conforman a 2.25; para poder detallar su
estructura explícita término por término, como sigue:
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LYM(0)
V V ≡ −1

4
W(0)i

µν W(0)µν
i − 1

4
B(0)µν B(0)µν (2.37a)

= −1

4
B(0)

µν B
(0) − 1

4
W (0)i

µν W
(0)µν
i (2.37b)

− 1

2
gϵijk

∑
(r)

W (0)i
µν W (r)jµW (r)kν (2.37c)

− 1

4
g2ϵijkϵide

∑
(rs)

W (r)j
µ W (r)k

ν W (s)dµW (s)eν , (2.37d)

LYM(m)
V V ≡ −1

4

∑
(m)

{
B(m)
µν B(m)µν +W(m)i

µν W(m)µν
i

}
(2.38a)

= −1

2

∑
(m)

{
∂µB

(m)
ν ∂µB(m)ν − ∂µB

(m)
ν ∂νB(m)µ (2.38b)

+
(
D(0)ij

µ W (m)j
ν

)(
D(0)ijµW (m)jν

)
−
(
D(0)ij

µ W (m)j
ν

)(
D(0)ijνW (m)jµ

)
(2.38c)

+ gϵijk
∑
(mrs)

∆(mrs)

[ (
D(0)il

µ W (m)l
ν −D(0)il

ν W (m)l
µ

)
W (r)jµW (s)kν (2.38d)

+
g

2
ϵide

∑
(mpq)

∆(mpq)W
(r)j
µ W (s)k

ν W (p)dµW (q)eν
]}

(2.38e)

Este sector es el equivalente al sector de Yang-Mills del Modelo Estándar usual, una vez rota
espontáneamente la simetría electrodébil a la escala de Fermi. Ya que contiene las partes cinéticas
de las excitaciones de KK vectoriales W

(m)i
µ (2.38c) y B

(m)
µ (2.38b) que; debido al mecanismo de

compactificación, adquieren términos de masa como veremos a continuación. Notemos además
que los modos cero de las curvaturas en 2.37b reproducen adecuadamente los campos de bajas
energías del Modelo Estándar usual; mientras que el resto de los términos de 2.37c, 2.38c y
2.38d describen interacciones entre modos cero y modos excitados. Mientras que en 2.37d y 2.38e
surgen interacciones unicamente entre modos de KK. Vale la pena señalar que estas últimas
interacciones— caracterizadas por las integrales extradimensionales ∆(mrs) en este sector y ∆′

(mrs)

en el siguiente, definidas en 2.56 —sólo intervienen en la serie perturbativa a partir del segundo
orden.

Sector Vector-Escalar de Yang-Mills:

Podemos desglosar al sector 2.26 de la siguiente manera, si usamos las formas obtenidas ante-
riormente para los tensores de grado 1:
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LYM(m)
V S ≡

∑
(m)

{1
2
B(m)
µν̄ B(m)µ

ν̄ +
1

2
W(m)i

µν̄ W(m)iµ
ν̄

}
(2.39a)

=
∑
(m)

{
1

2

(
∂µB

(m)
ν̄

)(
∂µB

(m)
ν̄

)
+

1

2

(
D(0)ij

µ W
(m)j
ν̄

)(
D(0)ikµW

(m)k
ν̄

)
(2.39b)

+ p
(m)
ν̄ B(m)µ

(
∂µB

(m)
ν̄

)
+ p

(m)
ν̄ W (m)iµ

(
D(0)ij

µ W
(m)j
ν̄

)
(2.39c)

+
1

2
m2

(m)B
(m)
µ B(m)µ +

1

2
m2

(m)W
(m)i
µ W (m)iµ (2.39d)

+ gϵijk
∑
(rs)

∆′
(msr)

[ (
D(0)il

µ W
(m)l
ν̄ + p

(m)
ν̄ W (m)i

µ

)
W (r)jµW

(s)k
ν̄ (2.39e)

+
g

2
ϵide

∑
(pq)

∆′
(mqp)W

(r)j
µ W

(s)k
ν̄ W (p)dµW

(q)e
ν̄

]}
(2.39f)

El contenido de campos de este sector evoca aquél que surge en el sector cinético de Higgs
cuando se rompe espontáneamente la simetría electrodébil, ya que es aquí donde surgen términos
de masa para las conexiones asociadas con los generadores rotos del grupo. En el caso de
compactificación, recordemos que {SUL(2,Md) × UY (1,Md)} y {SUL(2,M4) × UY (1,M4)}
son idénticos como grupos de Lie, pero difieren como grupos de norma debido al mayor número
de conexiones del primero. Por lo que los campos de gauge que adquieren masa en el proceso
de compactificación— debido a la presencia de los términos lineales en W

(m)i
µ y B

(m)
µ presentes

en 2.32—, están íntimamente ligados con la forma en la que la simetría de norma permea el
postulado de la existencia de dimensiones extras espaciales. Es decir, los términos de masa para
estas conexiones, son efectos que simetría de norma impone, dada la existencia de dimensiones
extra.

Sector Escalar-Escalar: de Yang-Mills

El sector escalar que se despliega en LYM
SS presenta una cualidad bastante peculiar por lo

que concierne al espectro de masas de los campos escalares. Veamos a detalle esta característica,
expresando las componentes de los 0-tensores una vez realizado el mecanismo de compactificación.
Usando los resultados de 2.35 y 2.36, definimos las siguientes lagrangianas:

LYM(0)
SS ≡ −1

4
W(0)i

µ̄ν̄ W(0)µ̄ν̄
i (2.40a)

= −g2

4
ϵijkϵide

∑
(rs)

W
(r)j
µ̄ W

(r)k
ν̄ W

(s)e
µ̄ W

(s)d
ν̄ (2.40b)
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LYM(m)
SS ≡

∑
(m)

{
− 1

4
B(m)
µ̄ν̄ B(m)µ̄ν̄ − 1

4
W(m)i

µ̄ν̄ W(m)µ̄ν̄
i

}
(2.41a)

= −
∑
(m)

{
1

2
B

(m)
µ̄ M

(m)
µ̄ν̄ B

(m)
ν̄ +

1

2
W

(m)i
µ̄ M

(m)
µ̄ν̄ W

(m)i
ν̄ (2.41b)

+ gp
(m)
µ̄

∑
(rs)

∆′
(rsm)

(
ϵijkW

(m)i
ν̄ W

(r)j
µ̄ W

(s)k
ν̄

)
(2.41c)

+
g2

4
ϵijkϵied

∑
(rs)

∑
(pq)

∆′
(rsm)∆

′
(pqm)

(
W

(r)j
µ̄ W

(s)k
ν̄

)(
W

(p)e
µ̄ W

(q)d
ν̄

)}
(2.41d)

El aspecto interesante que exhibe este sector, se manifiesta a través de la estructura tensorial
que presentan los términos bilineales; la cuál se haya contenida en la matriz de masa M

(m)
µ̄ν̄ , la cuál

está dada por:

M
(m)
µ̄ν̄ ≡ m2

(m)δµ̄ν̄ − p
(m)
µ̄ p

(m)
ν̄ . (2.42)

La cual coincide con el tensor de inercia, por unidad de masa, de una sola partícula masiva
localizada en r† = (p5, . . . , pn+4), respecto a algún sistema de referencia Euclidiano n-dimensional,
rotando con velocidad angular ω al rededor de algún eje arbitrario ω̂ = ω/ω [36]. Esta matriz de
masa, determinada en su totalidad por la invarianza de norma de la teoría extendida (2.18), da
lugar a un campo escalar sin masa. Esto se observa directamente al tomar la traza de dicha matriz:

δµ̄ν̄M
(m)
µ̄ν̄ = (n− 1)m2

(m), (2.43)

donde se usó el hecho de que δµ̄ν̄δµ̄ν̄ = n. Esta traza nos dice que para cada una de las (2n − 1)
sumas de Fourier— dadas por las distintas combinaciones de los índices de KK (m) —sobre los
escalares W

(m)i
µ̄ y B

(m)
µ̄ ; existe en cada caso 1 torre de pseudo bosones de Goldstone, los cuales

denotaremos por W
(m)i
G y B

(m)
G . Además de (n − 1) torres de campos escalares físicos, todos

degenerados en masa, a los cuales nos referiremos como W
(m)i
n̄ y B

(m)
n̄ , con n̄ = 1, . . . , n − 1.

Podemos relacionar a estos pseudo bosones de Goldstone con los campos vectoriales de norma
W

(m)i
µ y B

(m)
µ ; que también adquieren masa bajo este proceso de compactificación. Notemos

que la relación es 1 a 1. Vale la pena aclarar, que hemos dado, provisionalmente, los nombres
de pseudo bosones de Goldstone a W

(m)i
G y B

(m)
G en el sentido que: en primera, son escalares

que carecen completamente de un término de masa en la lagrangiana, una vez nos trasladamos
a los eigenestados de masa; una vez completado el mecanismo de compactificación. En segundo
lugar, se encuentra que estos campos en realidad no son físicos, en tanto que es posible remo-
verlos de la teoría mediante una NSGT específica; mediante una especie de “norma unitaria“
(véase [18, 35]). Por lo que, en lo que concierne a este sector de Yang-Mills; interpretamos
que los grados de libertad que representan estos pseudo bosones, han sido absorbidos como la
componente longitudinal de las excitaciones vectoriales W

(m)i
µ y B

(m)
µ mediante el proceso de

compactificación. Este sector LYM
SS se comporta pues, como un potencial de Higgs en la teoría

usual, en la medida que es aquí donde se definen las masas de los escalares físicos y los no
físicos. Más adelante veremos como, en contraste con una teoría pura de Yang-Mills, al añadir a
nuestra teoría el ingrediente de un doblete de Higgs extradimensional; este aspecto referente a los
escalares no físicos, se ve impactado por la presencia de los escalares que conforman a dicho doblete.

La matriz M
(m)
µ̄ν̄ puede ser diagonalizada mediante una transformación ortogonal:

M
(m)
µ̄ν̄ = R(m)

µ̄µ̄′ M
(m)
µ̄′ν̄′R(m)

ν̄ν̄′ , (2.44)
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con M
(m)
µ̄′ν̄′ = diag(m2

(m),m
2
(m), . . . ,m

2
(m), 0). La matriz ortogonal R(m) nos lleva de la base eige-

nestados de masa, a la base eigenestados de norma. Es decir transforma a los campos eigenestados
de masa

W
(m)i
µ̄′ ≡

(
W

(m)i
n̄ ,W

(m)i
G

)
, (2.45a)

B
(m)
µ̄′ ≡

(
B

(m)
n̄ , B

(m)
G

)
, (2.45b)

con n̄ = 1, . . . , n− 1, en los campos eigenestados de norma W
(m)i
µ̄ y B

(m)
µ̄ . Esto es

W
(m)i
µ̄ = R(m)

µ̄µ̄′ W
(m)i
µ̄′ = R(m)

µ̄n̄ W
(m)i
n̄ +R(m)

µ̄G W
(m)i
G , (2.46a)

B
(m)
µ̄ = R(m)

µ̄µ̄′ B
(m)
µ̄′ = R(m)

µ̄n̄ B
(m)
n̄ +R(m)

µ̄G B
(m)
G , (2.46b)

donde
R(m)

µ̄µ̄′R(m)
ν̄µ̄′ = δµ̄ν̄ ∧ R(m)

µ̄µ̄′R(m)
µ̄ν̄′ = δµ̄′ν̄′ . (2.47)

Debido a que R(m) es una matriz ortogonal cuyas columnas están dadas por las componentes
de momento de los ejes de rotación principales, se sigue la siguiente identidad:

p
(m)
ν̄ R(m)

ν̄ν̄′ = m(m)δν̄′G, (2.48)

de donde se infiere que

R(m)
ν̄G =

p
(m)
ν̄

m(m)
. (2.49)

Equipados con esta rotación, podemos expresar al sector escalar en términos de los eigenestados
de masa:

LYM(0)
SS ≡ −1

4
W(0)i

µ̄ν̄ W(0)µ̄ν̄
i (2.50a)

= −g2

4
ϵijkϵide

∑
(rs)

R(r)
µ̄µ̄′R(r)

ν̄ν̄′R(s)

µ̄λ̄′R(s)
ν̄ρ̄′

(
W

(r)j
µ̄′ W

(r)k
ν̄′

)(
W

(s)e

λ̄′ W
(s)d
ρ̄′

)
(2.50b)

LYM(m)
SS ≡

∑
(m)

{
− 1

4
B(m)
µ̄ν̄ B(m)µ̄ν̄ − 1

4
W(m)i

µ̄ν̄ W(m)µ̄ν̄
i

}
(2.51a)

= −
∑
(m)

{
1

2
m2

(m)B
(m)
n̄ B

(m)
n̄ +

1

2
m2

(m)W
(m)i
n̄ W

(m)i
n̄ (2.51b)

+ gp
(m)
µ̄ R(m)

ν̄ν̄′

∑
(rs)

∆′
(rsm)R

(r)
µ̄µ̄′R(s)

ν̄λ̄′

(
ϵijkW

(m)i
ν̄′ W

(r)j
µ̄′ W

(s)k

λ̄′

)
(2.51c)

+
g2

4
ϵijkϵied

∑
(rs)

∑
(pq)

∆′
(rsm)∆

′
(pqm)R

(r)
µ̄µ̄′R(s)

ν̄ν̄′R(p)

µ̄λ̄′R
(q)

ν̄ρ̄′

(
W

(r)j
µ̄′ W

(s)k
ν̄′

)(
W

(p)e

λ̄′ W
(q)d

ρ̄′

)}
(2.51d)

De igual manera, es necesario realizar esta misma rotación el el sector Vector-Escalar para
obtener a toda la teoría expresada en sus eigenestados de masa. Una vez aplicando R(m) en los
campos escalares de LYM

V S se obtiene:
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LYM(m)
V S ≡

∑
(m)

{1
2
B(m)
µν̄ B(m)µ

ν̄ +
1

2
W(m)i

µν̄ W(m)iµ
ν̄

}
(2.52a)

=
∑
(m)

{
1

2

(
∂µB

(m)
n̄

)(
∂µB

(m)
n̄

)
+

1

2

(
∂µB

(m)
G

)(
∂µB

(m)
G

)
(2.52b)

+
1

2

(
D(0)ij

µ W
(m)j
n̄

)(
D(0)ikµW

(m)k
n̄

)
+

1

2

(
D(0)ij

µ W
(m)j
G

)(
D(0)ikµW

(m)k
G

)
(2.52c)

+m(m)B
(m)µ

(
∂µB

(m)
G

)
+m(m)W

(m)iµ
(
D(0)ij

µ W
(m)j
G

)
(2.52d)

+
1

2
m2

(m)B
(m)
µ B(m)µ +

1

2
m2

(m)W
(m)i
µ W (m)iµ (2.52e)

+ gϵijk
∑
(rs)

∆′
(msr)

[ (
R(m)

ν̄ν̄′ R(s)
ν̄µ̄′D(0)il

µ W
(m)l
ν̄′ +m(m)W

(m)i
µ δG,µ̄′

)
W (r)jµW

(s)k
µ̄′ (2.52f)

+
g

2
ϵide

∑
(pq)

∆′
(mqp)R

(s)
ν̄µ̄′R(q)

ν̄ν̄′W
(r)j
µ W

(s)k
µ̄′ W (p)dµW

(q)e

ν̄′

]}
(2.52g)

Es interesante observar que, una vez nos trasladamos a la base de eigenestados de masa, una
vez completado el mecanismo de compactificación, surgen en este sector interacciones bilineales y
trilineales de los campos vectoriales de norma que adquieren masa W

(m)i
µ y B

(m)
µ ; con sus pseudo

bosones de Goldstone asociados W
(m)i
G y B

(m)
G , respectivamente. Esta clase de interacciones son

propias de un sector cinético de Higgs usual, una vez rota la simetría electrodébil. Razón por la
cuál, interpretamos a este sector LYM

V S como un análogo a un sector cinético de Higgs, ya que
además, es aquí donde surgen también términos de masa para las excitaciones de KK de norma.

2.2.4. Transformaciones de Norma Estándar y No-Estándar

Cerramos esta sección resaltando aspectos esenciales de invarianza de norma en la estructura
de KK de la teoría, los cuales serán nuestro andamiaje cuando procedamos a cuantizar esta teoría
de gauge.

Si partimos de las transformaciones infinitesimales de norma extradimensionales 2.20, y rea-
lizamos el segundo mapeo de Fourier 2.5a, tomando a los parámetros de norma α(x, x̄), αi(x, x̄)
como campos pares, es posible identificar dos tipos de transformaciones de norma: aquellas me-
diadas por los modos cero del parámetro de norma (α(0)(x) y α(0)i(x)), así como un conjunto de
transformaciones definidas por los modos excitados de estos parámetros (α(m)(x) y α(m)i(x)). La
variación infinitesimal de la conexión del grupo extradimensional UY (1,Mn+4), 2.20b; da lugar a
tres transformaciones de norma distintas para sus grados de libertad efectivos 4-dimensionales:

δB(0)
µ (x) = ∂µα

(0)(x) (2.53a)

δB(m)
µ (x) = ∂µα

(m)(x), (2.53b)

δB
(m)
µ̄ (x) = p

(m)
µ̄ α(m)(x) (2.53c)

La transformación de norma del grupo extradimensional SUL(2,M4+n), 2.20b, despliega las
siguientes transformaciones de norma para sus respectivos campos de KK:
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δW (0)i
µ (x) = D(0)ij

µ α(0)j(x) + gϵijk
∑
(m)

W (m)j
µ (x)α(m)k(x), (2.54a)

δW (m)i
µ (x) = gϵijkW (m)j

µ (x)α(0)k(x) +
∑
(r)

D(mr)ij
µ α(r)j(x), (2.54b)

δW
(m)i
µ̄ (x) = gϵijkW

(m)j
µ̄ (x)α(0)k(x)−

∑
(r)

D(mr)ij
µ̄ α(r)j(x) (2.54c)

donde

D(mr)ij
µ = δ(mr)D(0)ij − gϵijk

∑
(s)

∆(mrs)W
(s)k
µ , (2.55a)

D(mr)ij
µ̄ = −δijp(mr)

µ̄ + gϵijk
∑
(s)

∆′
(msr)W

(s)k
µ̄ (2.55b)

y

p
(mr)
µ̄ ≡

∫
dnx̄f

(m)
O (x̄)∂µ̄f

(r)
E (x̄) = δ(mr)p

(m)
µ̄

1 (2.56a)

∆(mrs) ≡
1

f (0)

∫
dnx̄f

(m)
E (x̄)f

(r)
E (x̄)f

(s)
E (x̄) (2.56b)

∆′
(msr) ≡

1

f (0)

∫
dnx̄f

(m)
O (x̄)f

(s)
O (x̄)f

(r)
E (x̄) (2.56c)

En analogía con el comportamiento que exhiben los parámetros de norma que tiene lugar
en el mecanismo de Englert-Higgs, identificamos a los modos cero α(0) y α(0)i como aquellos
que reproducen invarianza de norma bajo los grupos 4-dimensionales UY (1,M4) y SUL(2,M4),
respectivamente; razón por la cual nos referiremos a las transformaciones de norma dadas por
estos parámetros como Standard Gauge Transformations (SGT, por sus siglas en inglés, o bien;
Transformaciones de Norma Estándar). Es decir, aquellas transformaciones de norma que definen
a aquel subgrupo al cuál se rompió la simetría del grupo extradimensional. Estas SGT se definen
como aquellas que se obtienen haciendo cero los modos excitados, α(m) = 0 y α(m)i = 0. Para
UY (1,M4) tenemos las siguientes SGT:

δsB
(0)
µ (x) = ∂µα

(0)(x), (2.57a)

δsB
(m)
µ (x) = 0, (2.57b)

δsB
(m)
µ̄ (x) = 0. (2.57c)

Mientras que para el grupo SUL(2,M4), las SGT toman la siguiente forma:

δsW
(0)i
µ (x) = D(0)ij

µ α(0)j(x), (2.58a)

δsW
(m)i
µ (x) = gϵijkW (m)j

µ (x)α(0)k(x), (2.58b)

δsW
(m)i
µ̄ (x) = gϵijkW

(m)j
µ̄ (x)α(0)k(x). (2.58c)

1Es importante derivar cuidadosamente para obtener el signo correcto:
∂µ̄f

(r)
E (x̄) = ∂µ̄cos(p

(r)
ᾱ xᾱ) =

∂
∂xµ̄ cos(p

(r)
ᾱ xᾱ) = − ∂

∂xµ̄
cos(p

(r)
ᾱ xᾱ) = −(−p

(r)
µ̄ )sin(p

(r)
ᾱ xᾱ) = p

(r)
µ̄ f

(r)
O .
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Es bajo estas SGT que se manifiesta la invarianza de norma de la teoría bajo los grupos 4-
dimensionales, ya que, como vemos; los modos cero B

(0)
µ y W

(0)i
µ se transforman debidamente como

conexiones bajo UY (1,M4) y SUL(2,M4), respectivamente. Mientras que los campos de norma
vectoriales B

(m)
µ y W

(m)i
µ , así como sus respectivos escalares B

(m)
µ̄ y W

(m)i
µ̄ ; se transforman como

escalares bajo UY (1,M4) y en la representación adjunta de SUL(2,M4).
En esta misma línea, determinamos al resto de transformaciones de norma que son mediadas

por los modos excitados α(m) y α(m)i; como Non-Standard Gauge Transformations (NSGT en
inglés, o Transformaciones de Norma No-Estándar). Esto en el sentido de que la presencia de
estas transformaciones, mediadas por parámetros excitados, indica la existencia de una simetría
de norma más amplia que engulle a aquella de los subgrupos usuales; pero que se manifiesta
implícitamente debido a que la simetría extradimensional ha sido rota al régimen de bajas energías.
Más adelante veremos que, este aspecto será de suma importancia cuando demos el cauteloso paso
de cuantizar esta teoría de norma; específicamente, será determinante para definir al esquema con
el cuál se fijará la norma. El conjunto de NSGT se define tomando α(0) = 0 y α(0)i = 0. Para el
grupo abeliano, las NSGT son:

δnsB
(0)
µ (x) = 0 (2.59a)

δnsB
(m)
µ (x) = ∂µα

(m)(x), (2.59b)

δnsB
(m)
µ̄ (x) = −p(m)

µ̄ α(m)(x) (2.59c)

Mientras que para el grupo no abeliano, las NSGT toman la siguiente forma:

δnsW
(0)i
µ (x) = gϵijk

∑
(m)

W (m)j
µ (x)α(m)k(x), (2.60a)

δnsW
(m)i
µ (x) =

∑
(r)

D(mr)ij
µ α(r)j(x), (2.60b)

δnsW
(m)i
µ̄ (x) = −

∑
(r)

D(mr)ij
µ̄ α(r)j(x). (2.60c)

2.3. Sector de Higgs
El lagrangiano (4 + n)−dimensional del sector de Higgs está dado por:

LH
(4+n) = (DMΦ)†(DMΦ)− V (Φ†,Φ), (2.61)

donde Φ(x, x̄) es el doblete de Higgs definido en la variedad extendida. La derivada covarian-
te electrodébil en la representación fundamental, tiene la siguiente anatomía en términos de sus
conexiones extradimensionales:

DM = ∂M − ig(4+n)
σi

2
W i

M − ig′(4+n)

Y

2
BM . (2.62)

Mientras que el potencial extradimensional de Higgs está dado como:

V (Φ†,Φ) = µ2(Φ†Φ) + λ(4+n)(Φ
†Φ)2 (2.63)

Asumimos que el doblete de Higgs sea una función par bajo la reflexión de las dimensiones
extra, es decir, Φ(x,−x̄) = Φ(x, x̄). Con esto en mente, implementamos el mapeo correspondiente,
2.5a, para recuperar la teoría usual en el límite de bajas energías; donde tiene lugar el rompimiento
espontáneo de simetría electrodébil a la escala de Fermi. Posteriormente aplicamos el primer mapeo
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2.4 a la derivada covariante extradimensional, lo cuál nos arroja dos objetos: DµΦ y Dµ̄Φ, que
identificamos como pares e impares, respectivamente; con lo que procedemos a descomponer a
estos objetos en campos de KK usando 2.5a para el primero; y 2.5b para el segundo. Hecho esto,
es posible reescribir al sector de Higgs, una vez integradas las dimensiones extra x̄ a nivel de la
acción, de la siguiente manera:

LH
eff = (DµΦ)

(0)†(DµΦ)(0) +
∑
(m)

[
(DµΦ)

(m)†(DµΦ)(m) (2.64a)

+ (Dµ̄Φ)
(m)†(Dµ̄Φ)(m)

]
− V (Φ(0),Φ(m)). (2.64b)

Donde

Φ(0) =

(
S
(0)+
W

v+H(0)+iS
(0)
Z√

2

)
, (2.65a)

Φ(m) =

(
S
(m)+
W

H(m)+iS
(m)
Z√

2

)
. (2.65b)

son el doblete usual de Higgs, y sus excitaciones de KK, respectivamente. Estas excitaciones man-
tienen los mismos números cuánticos que el doblete estándar, pero a diferencia de este, asumimos
que no poseen un valor esperado del vacío distinto de cero.

Además, las derivadas covariantes

(DµΦ)
(0) = D(0)

µ Φ(0) − ig
∑
(m)

O(m)
µ Φ(m), (2.66a)

(DµΦ)
(m) =

∑
(r)

D(mr)
µ Φ(r) − igO(m)

µ Φ(0), (2.66b)

(DµΦ)
(m) =

∑
(r)

D
(mr)
µ̄ Φ(r) − igO(m)

µ̄ Φ(0), (2.66c)

se obtienen, por un lado, expandiendo a los objetos DµΦ y Dµ̄Φ según el criterio de paridad es-
tablecido anteriormente; y por el otro lado, insertando la expansión de Fourier para cada campo
individual que conforma a estas derivadas. Por último, se multiplican ambos términos de la igualdad
por las funciones pares o impares, según sea el caso, y se integran las dimensiones extra valiéndo-
nos de la ortogonalidad de estas funciones. Para los campos vectoriales, tanto modos cero, como
excitaciones de KK, se recupera la derivada covariante fundamental de UY (1,M4)× SUL(2,M4),
dada por:

D(0)
µ ≡ ∂µ − iO(0)

µ , O(0)
µ ≡ σi

2
W (0)i

µ +
g′

g

Y

2
B(0)

µ , (2.67)

mientras que las derivadas covariantes extradimensionales están dadas por:

D(mr)
µ ≡ δ(mr)D(0)

µ − ig
∑
(s)

∆(mrs)O(s)
µ , O(m)

µ ≡ σi

2
W (m)i

µ +
g′

g

Y

2
B(m)

µ , (2.68)

D
(mr)
µ̄ ≡ −p(r)µ̄ δ(mr) − ig

∑
(s)

∆′
(msr)O

(s)
µ̄ , O(m)

µ̄ ≡ σi

2
W

(m)i
µ̄ +

g′

g

Y

2
B

(m)
µ̄ . (2.69)
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Donde se recupera la derivada covariante en la representación fundamental D(0)
µ que opera sobre

los modos excitados del doblete. Por otra parte, el potencial de Higgs V (Φ(0),Φ(m)), en 2.64, tiene
la siguiente estructura de KK:

V (Φ(0),Φ(m)) = µ2
(
Φ(0)†Φ(0)

)
+ λ

(
Φ(0)†Φ(0)

)2
+
(
µ2 + 2λΦ(0)†Φ(0)

)∑
(m)

Φ(m)†Φ(m) (2.70a)

+ λ
∑
(m)

(
Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)

)(
Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)

)
(2.70b)

+ 2λ
∑
(mrs)

∆(mrs)

(
Φ(r)†Φ(s)

)(
Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)

)
(2.70c)

+ λ
∑

(mrst)

∆(mrst)

(
Φ(m)†Φ(r)

)(
Φ(s)†Φ(t)

)
, (2.70d)

donde λ = f
(0)
E λ(4+n), y la integral ∆(mrst), que consta de cuatro funciones pares, está dada como:

∫ 2πR1

0

· · ·
∫ 2πRn

0

dnx̄f
(m)
E (x̄)f

(r)
E (x̄)f

(s)
E (x̄)f

(t)
E (x̄) ≡ f

(0)2
E ∆(mrst). (2.71)

Es en este sector donde relucen los aspectos nuevos que se tienen lugar en esta teoría extra-
dimensional donde hemos añadido un doblete de Higgs; en comparación con el caso una teoría
pura de Yang-Mills con dimensiones extras que se desarrolló anteriormente (véase [18, 35]). Como
puede anticiparse, del término de interacción entre las excitaciones de norma y Φ(0) presente en
2.66b, surgirá una contribución a la masa de los primeros; debido al valor esperado del vacío v del
segundo. De la misma forma, del término lineal en Φ(0) de 2.66c, surgirá una contribución a la
masa de los campos escalares contenidos en O(m)

µ̄ ; debido a v.
Al igual que en la sección anterior, hemos separado los distintos tipos de interacciones presentes

en 2.64; que conforman al sector LH
eff de la siguiente manera:

Sector Vector-Escalar de Higgs:

Los términos de 2.64a, que generan interacciones de tipo Vector-Escalar, lucen de la siguiente
manera al ser desarrollados:

LH(0)
V S ≡ (DµΦ)

(0)†(DµΦ)(0) (2.72a)

=
(
D(0)

µ Φ(0)
)†(

D(0)µΦ(0)
)

(2.72b)

+ ig
∑
(m)

(
Φ(m)†O(m)

µ D(0)µΦ(0) −
(
D(0)

µ Φ(0)
)†O(m)µΦ(m)

)
(2.72c)

+
∑
(mr)

Φ(m)†O(m)
µ O(r)µΦ(r) (2.72d)
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LH(m)
V S ≡

∑
(m)

{
(DµΦ)

(m)†(DµΦ)(m)
}

(2.73a)

=
∑
(m)

{(
D(0)

µ Φ(m)
)†(

D(0)µΦ(m)
)

(2.73b)

+ ig
[
Φ(0)†O(m)

µ D(0)µΦ(m) −
(
D(0)

µ Φ(m)
)†O(m)µΦ(0) (2.73c)

+
∑
(rs)

∆(mrs)

(
Φ(r)†O(s)

µ D(0)µΦ(m) −
(
D(0)

µ Φ(m)
)†O(s)µΦ(r)

)]
(2.73d)

+ g2Φ(0)†O(m)
µ O(m)µΦ(0) (2.73e)

+ g2
∑
(rs)

∆(mrs)

(
Φ(r)†O(s)

µ O(m)µΦ(0) +Φ(0)†O(m)
µ O(s)µΦ(r) (2.73f)

+
∑
(pq)

∆(mpq)Φ
(p)†O(q)

µ O(s)µΦ(r)
)}

(2.73g)

Nótese como 2.72a reproduce correctamente la parte cinética del doblete usual de Higgs, mien-
tras que 2.73b proporciona la parte cinética del doblete excitado. Así mismo identificamos en 2.73e
una corrección a la masa de los campos de norma vectoriales, que surge cuando se rompe la simetría
electrodébil mediante el modo cero del doblete de Higgs.

Sector Escalar-Escalar de Higgs:

Las interacciones entre escalares surgen debido a los términos de 2.64b, cuya forma explícita
está dada como:

LH(m)
SS ≡ (Dµ̄Φ)

(m)†(Dµ̄Φ)(m) (2.74a)

=
∑
(m)

{
igp

(m)

µ̄

[
Φ(m)†O(m)

µ̄ Φ(0) − Φ(0)†O(m)
µ̄ Φ(m) (2.74b)

+
∑
(s)

∆′
(msr)

(
Φ(m)†O(s)

µ̄ Φ(r) − Φ(r)†O(s)
µ̄ Φ(r)

)]
(2.74c)

−m2
(m)Φ

(m)†Φ(m) + g2
[
− Φ(0)†O(m)

µ̄ O(m)
µ̄ Φ(0) (2.74d)

+
∑
(s)

∆′
(msr)

(
Φ(0)†O(m)

µ̄ O(s)
µ̄ Φ(r) +Φ(r)†O(s)

µ̄ O(m)
µ̄ Φ(0)

)
(2.74e)

+
∑
(s)

∆′
(mpq)∆

′
(msr)Φ

(r)†O(s)
µ̄ O

(p)
µ̄ Φ(q)

]}
− V

(
Φ(0,Φ(m)

)
(2.74f)

Podemos notar en 2.74d la presencia de términos de masa para el doblete excitado, así como
una contribución a la masa proporcional a la escala de Fermi v, para los escalares de Yang-Mills.
Estas correcciones a las masas de las excitaciones de KK de los campos de Yang-Mills, junto con
la que sucede en el sector anterior, muestran como la incorporación de un sector de Higgs en
dimensiones extra; transforma profundamente no sólo el espectro de masas de la teoría, sino la
dinámica misma de los grados de libertad efectivos. Esto se hará evidente en la sección siguiente,
cuando analicemos a detalle los términos cuadráticos que resultan de sumar los sectores puramente
escalares de Yang-Mills y de Higgs.
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2.3.1. Espectro de masas del sector bosónico Electrodébil

Sector Escalar-Escalar :

De la totalidad del sector electrodébil bosónico que hemos construido, la sección que involucra
únicamente interacciones entre campos escalares, se obtiene al sumar

LEW
SS,boson ≡ LYM(0)

SS + LYM(m)
SS + LH(m)

SS
(2.75)

Para ilustrar como el fenómeno del mecanismo usual de Higgs altera la dinámica de los campos
escalares de la teoría, nos enfocaremos en estudiar a detalle únicamente la parte cuadrática de
LEW
SS,boson. Para este fin, es conveniente introducir, al igual que en el Modelo Estándar usual, las

siguientes rotaciones de la base de eigenestados de norma a eigenestados de masa:

Para los campos cargados, las transformaciones toman la siguiente forma

W (0)±
µ ≡ 1√

2

(
W (0)1

µ ∓W (0)2
µ

)
, (2.76a)

W (m)±
µ ≡ 1√

2

(
W (m)1

µ ∓W (m)2
µ

)
, (2.76b)

W
(m)±
µ̄ ≡ 1√

2

(
W

(m)1
µ̄ ∓W

(m)2
µ̄

)
, (2.76c)

Mientras que para los campos neutros, las rotaciones mediante el ángulo débil sW /cW ≡
sin θW / cos θW ≡ g′/g, son las siguientes

Z(0)
µ ≡ cWW (0)3

µ − sWB(0)
µ , A(0)

µ ≡ sWW (0)3
µ + cWB(0)

µ , (2.77a)

Z(m)
µ ≡ cWW (m)3

µ − sWB(m)
µ , A(m)

µ ≡ sWW (m)3
µ + cWB(m)

µ , (2.77b)

Z
(m)
µ̄ ≡ cWW

(m)3
µ̄ − sWB

(m)
µ̄ , A

(µ)
µ̄ ≡ sWW

(µ)3
µ̄ + cWB

(m)
µ̄ . (2.77c)

(2.77d)

La masa de los campos escalares del sector de norma (W (m)±
µ̄ , Z(m)

µ̄ y A
(µ)
µ̄ ) reciben contribu-

ciones de 2.41b y del segundo término de 2.74d. Mientras que la masa de los escalares excitados
del doblete se genera en el primer término de 2.74d y en el potencial de 2.74f. La particularidad
del espectro de masas escalares de la teoría, es la presencia de mezclas bilineales entre los campos
escalares del sector de Yang-Mills con los de Higgs. Omitiendo los términos de masa de los modos
cero, ya que no son relevantes para nuestro cálculo, se obtiene el siguiente espectro de masas para
los escalares de KK:
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LEW
SS,masa = −

∑
(m)

{
1

2

(
m2

H(0) +m2
(m)

)
H(m)H(m) +

1

2
A

(m)
µ̄ M

(m)
µ̄ν̄ A

(m)
ν̄

+
(
W

(m)−
µ̄ S

(m)−
W

)[(
M

(m)
µ̄ν̄ 0
0 0

)

+

(
m2

W (0)δµ̄ν̄ −imW (0)p
(m)
µ̄

imW (0)p
(m)
ν̄ m2

(m)

)](
W

(m)+
ν̄

S
(m)+
W

)

+
1

2

(
Z

(m)
µ̄ S

(m)
Z

)[(
M

(m)
µ̄ν̄ 0
0 0

)

+

(
m2

Z(0)δµ̄ν̄ −mZ(0)p
(m)
µ̄

−mZ(0)p
(m)
ν̄ m2

(m)

)](
Z

(m)
ν̄

S
(m)
Z

)}
.

(2.78)

Donde se encuentra que la masa del campo excitado del Higgs es m2
H(m) ≡ m2

H(0) + m2
(m),

con mH(0) =
√
2λv la masa del Higgs usual. Mientras que mW (0) = gv/2 y mZ(0) = gv/2cW son

las masas de los campos de bajas energías W
(0)±
µ y Z

(0)
µ . Los escalares A

(m)
µ̄ , asociados al fotón,

se combinan bajo la misma matriz que mezcla a los eigenestados de norma 2.42. El aspecto más
interesante que revela esta expresión, es la mezcla balanceada entre los escalares cargados W (m)±

µ̄ y
G

(m)±
W por un lado; así como también entre los escalares neutros Z(m)

µ̄ y G
(m)±
Z por otro. Al aplicar

la rotación a los eigenestados de masa mediante R(m), es posible simplificar 2.78 para obtener:

LEW
SS,masa = −

∑
(m)

{
1

2
m2

H(m)H
(m)H(m) +

1

2
m2

(m)A
(m)
n̄ A

(m)
n̄

+m2
W (m)W

(m)−
n̄ W

(m)+
n̄ +

1

2
m2

Z(m)Z
(m)
n̄ Z

(m)
n̄

+
(
W

(m)−
G S

(m)−
W

)( m2
W (0) −imW (0)m(m)

imW (0)m(m) m2
(m)

)(
W

(m)+
G

S
(m)+
W

)

+
1

2

(
Z

(m)
G S

(m)
Z

)( m2
Z(0) −mZ(0)m(m)

−mZ(0)m(m) m2
(m)

)](
Z

(m)
G

S
(m)
Z

)}
.

(2.79)

Como ya hemos visto, del sector de Yang-Mills 2.18 surge un campo escalar (W (m)±
G y Z

(m)
G ) sin

masa para cada excitación vectorial de norma (W (m)±
µ y Z

(m)
µ ). En este sentido, les hemos dado de

manera provisional a los primeros, el nombre de pseudo bosones de Goldstone; ya que también en
este mismo sector, una parte de los vectores de norma— originalmente no masivos por invarianza
gauge en M4+n— adquieren un término de masa al atravesar el mecanismo de compactificación.
Para el caso de una teoría de Yang-Mills pura— estudiada en [35, 18] —este nombre es adecuado,
ya que todos los escalares surgen únicamente de LH

eff . Pero este nombre no es del todo correcto
en nuestro modelo aquí desarrollado, ya que al estudiar LEW

SS,masa, es donde logramos percibir la
manera profunda en la que la incorporación de un sector extradimensional de Higgs impacta en
el espectro escalar de masas y la estructura dinámica del sistema. Este nombre no es del todo
acertado ya que no contempla la presencia de los escalares que surgen del sector de Higgs, que
pueden ser removidos mediante una SGT particular. En este aspecto, bien podrían ser tratados
también como pseudo bosones de Goldstone; pero el tener dos pseudo bosones para cada conexión
masiva no es para nada consistente. Este hecho se hace aún más grave al notar la mezcla entre
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estos escalares de distinta procedencia: W (m)±
µ̄ con S

(m)±
W ; y Z

(m)
µ̄ con S

(m)±
Z . Con esto concluimos

que ninguno de estos escalares es precisamente un pseudo bosón de Goldstone como tal.
Para nuestra fortuna, la misma teoría presenta una forma, simple pero remarcable, de superar

esta aparente dificultad. Esto se logra notando que la matriz que mezcla a W
(m)±
µ̄ con S

(m)±
W , tiene

el conjunto de eigenvalores {m2
W (m) ≡ m2

W (0) +m2
(m), 0}. Mientras que aquella que mezcla Z

(m)
µ̄ con

S
(m)±
Z , tiene a {m2

Z(m) ≡ m2
Z(0) +m2

(m), 0} como eigenvalores. De esta manera, escalares cargados

físicos W
(m)±
n y un escalar neutro físico Z

(m)
n , emergen de este sector; así como los verdaderos

pseudo bosones de la teoría G
(m)±
W y G

(m)
Z no masivos; relacionados con las excitaciones vectoriales

que adquieren masa W
(m)±
µ y Z

(m)
µ , respectivamente. Estas matrices pueden ser diagonalizadas

mediante las siguientes transformaciones unitarias:(
W

(m)+
G

S
(m)+
W

)
=

(
−iς(m)

Θ iκ
(m)
Θ

κ
(m)
Θ ς

(m)
Θ

)(
W

(m)+
n

G
(m)+
W

)
(2.80)

(
Z

(m)
G

S
(m)
Z

)
=

(
−ς(m)

Ω κ
(m)
Ω

κ
(m)
Ω ς

(m)
Ω

)(
Z

(m)
n

G
(m)
Z

)
(2.81)

Donde hemos definido a los “ángulos“ de mezcla de KK como:

ς
(m)
Θ ≡ mW (0)

mW (m)

, κ
(m)
Θ ≡ m(m)

mW (m)

, (2.82)

ς
(m)
Ω ≡ mZ(0)

mZ(m)

, κ
(m)
Ω ≡ m(m)

mZ(m)

. (2.83)

Una vez realizamos estas rotaciones, LEW
SS,masa adquiere la siguiente forma:

LEW
SS,masa = −

∑
(m)

{
1

2
m2

H(m)H
(m)H(m) +

1

2
m2

(m)A
(m)
n̄ A

(m)
n̄

+m2
W (m)W

(m)−
n̄ W

(m)+
n̄ +

1

2
m2

Z(m)Z
(m)
n̄ Z

(m)
n̄

+m2
W (m)W

(m)−
n W (m)+

n +
1

2
m2

Z(m)Z
(m)
n Z(m)

n

}
.

(2.84)

Se tiene así que, para la excitación vectorial masiva, W (m)±
µ (Z(m)

µ ); se generan n− 1 escalares
masivos W

(m)±
n̄ ( Z

(m)
n̄ ) , además de 1 escalar físico adicional W

(m)±
n (Z(m)

n ). Paralelamente,
surge también un escalar no físico G

(m)±
W (G(m)

Z ) asociado con esta conexión: su pseudo bosón
de Goldstone auténtico. Con lo que concluimos que para cada torre de KK de bosones de norma
W

(m)±
µ y Z

(m)
µ , emerge un total de n campos escalares físicos cuyas masas están dadas por mW (m)

y mZ(m) , respectivamente. Esto contrasta con el caso del campo de norma masivo A
(m)
µ asociado

al fotón, que no recibe contribución a su masa proporcional a v; y que asociado a este sólo tiene
n− 1 escalares físicos.

2.4. Fijación Covariante de la Norma
En esta sección implementamos un procedimiento para fijar la norma, del tipo renormalizable.

Como se vio en la sección 2.2.4, la teoría efectiva está dominada por dos tipos de transformaciones
de norma infinitesimales, las SGT así como las NSGT. Por lo que precisamos de dos procedimientos
que fijen la norma tanto para los modos cero A

(0)
µ , como para los modos excitados A(m)

µ (A = W,B).
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Debido a que las SGT se definen para reproducir invarianza de norma bajo el grupo 4-dimensional
mediante los modos cero de los parámetros de norma, mientras que las NSGT únicamente dependen
de los parámetros excitados— en estas últimas transformaciones se encripta el remanente de la
simetría de norma extendida, manifiesta implícitamente en la teoría efectiva—; es posible introducir
métodos independientes para remover las redundancias de la teoría respecto a cada una de estas
transformaciones [37]. En el contexto del Modelo Estándar usual, el conjunto de normas Rξ nos
permiten, además de definir los propagadores para las conexiones, también permiten remover de
la teoría términos bilineales que mezclan bosones de norma y pseudo bosones de Goldstone; los
cuales surgen como consecuencia del rompimiento espontáneo del grupo electrodébil. En el caso de
nuestro modelo, este tipo de términos también surgen no sólo debido al mecanismo de Higgs, sino
también a causa del mecanismo de compactificación de las dimensiones extra [37].

Aquí, el mecanismo de Higgs tiene lugar debido a un valor esperado del vacío distinto de cero
que presenta el modo cero del doblete, Φ(0). El doblete excitado Φ(m) no presenta este fenómeno.
Para los modos cero, se inducen términos bilineales mediante el sector cinético de Higgs:(

D(0)
µ Φ(0)

)†(
D(0)µΦ(0)

)
=
(
D(0)

µ Φ
(0)
0

)†(
D(0)µΦ̂(0)

)
+H.c+ · · · (2.85)

donde Φ
(0)†
0 = (0, v/2) y Φ̂(0) = Φ(0) − Φ

(0)
0 . En la literatura se han desarrollado distintos proce-

dimientos de fijación de la norma para remover la degeneración asociada a las SGT y eliminar los
términos bilineales. Dentro de estos procedimientos, destacan aquellos conocidos como normas Rξ

[38, 39], o normas no lineales, que se construyen covariantemente a modo de introducir simplifi-
caciones adicionales en los cálculos perturbativos. A continuación mostramos una norma no lineal
covariante bajo el grupo electromagnético Ue(1,M4), empleada en el Modelo Estándar usual [40]:

Norma no lineal para los modos cero de SUL(2,M4)

f (0)i =
(
δij∂µ − g′ϵ3ijB(0)

µ

)
W (0)jµ

+
igξ

2

[
Φ(0)† (σi − iϵ3ijσj

)
Φ

(0)
0

− Φ
(0)†
0

(
σi + iϵ3ijσj

)
Φ(0) + iϵ3ijΦ(0)†σjΦ(0)

]
,

(2.86)

Norma no lineal para los modos cero de UY (1,M4)

f (0) = ∂µB
(0)
µ +

ig′ξYΦ

2

(
Φ(0)†Φ(0)

0 − Φ
(0)†
0 Φ(0)

)
. (2.87)

Esta norma Rξ especial, además de remover las mezclas bilineales de (2.85), modifica la estructu-
ra de los vértices W (0)+W (0)−A(0), W (0)+W (0)−Z(0), W (0)+W (0)−A(0)A(0), W (0)+W (0)−A(0)Z(0)

y W (0)+W (0)−Z(0)Z(0). También se encarga de eliminar los vértices W (0)G
(0)
W A(0), W (0), G

(0)
W Z(0),

H(0)W (0)G
(0)
W A(0), H(0)W (0)G

(0)
W Z(0), G(0)

Z W (0)G
(0)
W A(0) y G

(0)
Z W (0)G

(0)
W Z(0).

Para el problema al que nos enfrentamos, basta con emplear una norma lineal que remueva los
grados de libertad espurios de los modos cero, asociados a las SGT; y además cancele las mezclas
bilineales de (2.85), aunque no afecte a los vértices:

Norma lineal para los modos cero de SUL(2,M4)

f (0)i = ∂µW
(0)iµ + igξ

(
Φ(0)†σ

i

2
Φ

(0)
0 − Φ

(0)†
0

σi

2
Φ(0)

)
(2.88)
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Norma lineal para los modos cero de UY (1,M4)

f (0) = ∂µB
(0)
µ +

ig′ξYΦ

2

(
Φ(0)†Φ(0)

0 − Φ
(0)†
0 Φ(0)

)
. (2.89)

Análogamente, el mecanismo de compactificación de las dimensiones extra produce mezclas
bilineales entre las conexiones excitadas A

(m)
µ y los escalares W

(m)
G (A = W,B). Estos términos

surgen de:

LYM(m)
V S =

∑
(m)

{1
2
B(m)
µν̄ B(m)µ

ν̄ +
1

2
W(m)i

µν̄ W(m)iµ
ν̄

}
. (2.90)

Específicamente, del término 2.52d. Adicionalmente, el mecanismo de Higgs induce términos
bilineales entre los escalares cargados S

(m)+
W y la componente imaginaria S

(m)
Z del doblete Φ(m),

con las excitaciones vectoriales W
(m)±
µ y W

(m)3
µ , respectivamente. Estos términos provienen de:

LH(0)
V S + LH(m)

V S

= (DµΦ)
(0)†(DµΦ)(0) +

∑
(m)

{
(DµΦ)

(m)†(DµΦ)(m)
}
, (2.91)

específicamente, de los términos 2.72c y 2.73c.

Así pues, definimos a los siguientes lagrangianos que introducen dichas mezclas indeseadas:

LYM(m)
V S,mix = m(m)B

(m)µ
(
∂µB

(m)
G

)
+m(m)W

(m)iµ
(
D(0)ij

µ W
(m)j
G

)
. (2.92)

LH(m)
V S,mix = ig

(
Φ

(0)†
0 O(m)

µ ∂µΦ(m) −
(
∂µΦ

(m)
)†O(m)µΦ

(0)
0

)
. (2.93)

Nos interesa estudiar las contribuciones de los campos de KK a los diagramas de lazo, por
consiguiente, las amplitudes que calcularemos contendrán únicamente campos de KK circulando
dentro de la integral de 4-momento. Para esta labor, escoger una norma para definir propagadores
de las conexiones de KK será indispensable. Si además de esto, deseamos que la manera en la que
se fije la norma, también mantenga intacta la estructura de gauge del grupo de bajas energías, de-
terminada por las SGT; debemos cerciorarnos que nuestro procedimiento remueva exclusivamente
aquellas redundancias asociadas con las NSGT. En el contexto de una sola dimensión extra, en
[37] se mostró como remover las mezclas bilineales de 2.90 mediante un procedimiento de fijación
de la norma para las NSGT que es covariante bajo SGT. En [41] se amplía este procedimiento
para abordar el caso de n dimensiones extras. Además, en [42] se generalizó este método para
cancelar también los términos bilineales de 2.91. Aquí presentamos una extensión de este abordaje
para el caso de la teoría electrodébil, gobernada por un producto directo de grupos de simetría
y que además presenta rompimiento espontáneo de simetría. Esto hace que el proceso de fijación
de la norma sea mucho más elaborado, en comparación con los casos ya estudiados; mencionados
anteriormente. Presentamos a continuación las funciones que se encargarán de fijar las NSGT [12]:

Norma no lineal para modos de KK de SUL(2,M4)

f (m)i = D(0)ij
µ W (m)jµ − ξm(m)W

(m)i
G + igξ

(
Φ(m)†σ

i

2
Φ(0) − Φ(0)†σ

i

2
Φ(m)

)
, (2.94)
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Norma no lineal para modos de KK de UY (1,M4)

f (m) = ∂µB
(m)µ − ξm(m)B

(m)
G + ig′ξ

YΦ

2

(
Φ(m)†Φ(0) − Φ(0)†Φ(m)

)
. (2.95)

Esta forma de fijar la norma para las NSGT se transforma covariantemente bajo las SGT. La
función f (m)i se transforma en la representación adjunta de SUL(2,M4). Mientras que f (m) es
invariante bajo UY (1,M4). Al ser normas no lineales, su impacto no se limita a los propagadores,
sino que modificará vértices de orden tres y cuatro de manera no trivial. De tal suerte que los
vértices que surjan guardarán invarianza de norma.

La teoría cuántica de sistemas de norma es gobernada por la simetría BRST [31, 32, 33], que
a nivel clásico emerge de manera natural en el contexto del Formalismo Campo-Anticampo [2].

Previo al estadio de cuantización, es necesario enlazar dinámicamente a los campos con sus
respectivos anticampos, lo cuál requiere una aproximación clásica a la simetría BRST. Comenzamos
con la acción extendida invariante bajo el grupo de Poincaré extendido ISO(1, 3+n), cuya dinámica
está caracterizada por una invarianza de norma bajo el grupo extendido SUL(2,Md)×UY (1,Md).
Estas simetrías son manifiestas en la acción extendida:

S[χ, χ∗] =
∫

ddx[L(4+n)
SM +W∗

iMDijMCj +
1

2
g(4+n)ϵijkC

∗
kC

jCi + C̄∗
i B

i

+ B∗M∂MC + C̄∗B + L(4+n)
Φ∗Φ ],

(2.96)

con

L(4+n)
Φ∗Φ = ig(4+n)

[
Φ∗†σ

i

2
Φ− Φ†σ

i

2
Φ∗
]
Ci + ig′(4+n)

Y

2

[
Φ∗†Φ− Φ†Φ∗]C, (2.97)

donde DijM es la derivada covariante del grupo SUL(2,Md) definida en 2.21. El asterisco denota los
anticampos, mientras que los campos C son los campos fantasma de Faddeev-Popov; los parámetros
de norma ascendidos como campos interactuantes fermiónicos. El par trivial de campos, C̄ y B
son los anticampos de Faddeev-Popov y los campos auxiliares, respectivamente. Los últimos dos
términos corresponden al grupo abeliano. Nótese la introducción del doblete y antidoblete de Higgs,
que son necesarios en teorías con rompimiento espontáneo de simetría para poder generar masas
no-físicas para los pseudo bosones de Goldstone y campos fantasma; mediante el procedimiento
de fijar la norma. Los anticampos de Φ se encuentran en Φ∗†, mientras que los anticampos de Φ†

están en en Φ∗.
A continuación, realizamos el primer mapeo canónico de objetos simétricos bajo el grupo de

Poincaré extendido ISO(1, 3 + n) a objetos simétricos de los subgrupos ISO(1, 3) y SO(n) 2.4

SO(1, 3 + n) 7−→ SO(1, 3) (2.98)

WaM (x, x̄) 7−→ {Waµ(x, x̄),Waµ̄(x, x̄)} (2.99)
W∗

aM (x, x̄) 7−→ {W∗
aµ(x, x̄),W∗

aµ̄(x, x̄)} (2.100)

BM (x, x̄) 7−→ {Bµ(x, x̄),Bµ̄(x, x̄)} (2.101)
B∗M (x, x̄) 7−→ {B∗µ(x, x̄),B∗µ̄(x, x̄)} (2.102)

Antes de realizar el segundo mapeo, es necesario establecer la paridad de los campos y anti-
campos bajo el intercambio x̄→ −x̄:
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Wiµ(x, x̄)
W∗

iµ(x, x̄)
Ci(x, x̄)
C̄i(x, x̄)
Bi(x, x̄)
C∗

i (x, x̄)
C̄∗

i (x, x̄)
B∗

i (x, x̄)
Bµ(x, x̄)
B∗µ(x, x̄)
C(x, x̄)
C̄(x, x̄)
B(x, x̄)
C∗(x, x̄)
C̄∗(x, x̄)
B∗(x, x̄)
Φ(x, x̄)
Φ∗(x, x̄)



Pares (2.103)

Wiµ̄(x, x̄)
W∗

iµ̄(x, x̄)
Bµ̄(x, x̄)
B∗µ̄(x, x̄)

 Impares (2.104)

Una vez integradas las dimensiones extra, tenemos la siguiente lagrangiana explícitamente in-
variante bajo el grupo usual

S[χ, χ∗] =
∫

d4x
{
Ld=4
eff + LA∗C,V + LA∗C,S + LC∗CC + LC

∗
B + Ld=4

Φ∗Φ

}
. (2.105)

Donde Ld=4
eff es el lagrangiano efectivo del Modelo Estándar con dimensiones extra universales

analizado en la sección anterior, además

LA∗C,V = W ∗(0)i
µ

(
D(0)ijµC(0)j + gϵijk

∑
(m)

Wµ(m)jC(m)k

)
,

+
∑
(m)

W
∗(m)
iµ

(∑
(r)

Dµ(mr)ijC(r)j + gϵijkWµ(m)jC(0)k

)

+B∗(0)
µ ∂µC(0) +

∑
(m)

B∗(m)
µ ∂µC(m),

(2.106)

LA∗C,S =
∑
(m)

W
∗(m)
iµ̄

(∑
(r)

D(mr)ij
µ̄ C(r)j − gϵijkW

(m)j
µ̄ C(0)k

)

−
∑
(m)

B
∗(m)
µ̄ p

(m)
µ̄ C(m),

(2.107)
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LC∗CC =
1

2
gϵijk

[
C

∗(0)
k

(
C(0)jC(0)i +

∑
(m)

C(m)jC(m)i

)

+
∑
(m)

C
∗(m)
k

(
C(0)jC(m)i + C(m)jC(0)i +

∑
(rs)

∆(mrs)C
(r)jC(s)i

)]
,

(2.108)

LC̄∗B = C̄
∗(0)
i Bi(0) +

∑
(m)

C̄
∗(m)
i Bi(m) + C̄∗(0)B(0) +

∑
(m)

C̄∗(m)B(m), (2.109)

Ld=4
Φ∗Φ = ig

[
Φ(0)∗†σ

i

2
Φ(0) − Φ(0)†σ

i

2
Φ(0)∗

]
C(0)i + ig′

Y

2

[
Φ(0)∗†Φ(0) − Φ(0)†Φ(0)∗

]
C(0) (2.110a)

+
∑
(m)

{
ig

[
Φ(m)∗†σ

i

2
Φ(0) − Φ(0)†σ

i

2
Φ(m)∗

]
C(m)i + ig′

Y

2

[
Φ(m)∗†Φ(0) − Φ(0)†Φ(m)∗

]
C(m)

(2.110b)

+ ig

[
Φ(0)∗†σ

i

2
Φ(m) − Φ(m)†σ

i

2
Φ(0)∗

]
C(m)i + ig′

Y

2

[
Φ(0)∗†Φ(m) − Φ(m)†Φ(0)∗

]
C(m)

(2.110c)

+ ig

[
Φ(m)∗†σ

i

2
Φ(m) − Φ(m)†σ

i

2
Φ(m)∗

]
C(0)i + ig′

Y

2

[
Φ(m)∗†Φ(m) − Φ(m)†Φ(m)∗

]
C(0)

(2.110d)

+
∑
(rs)

∆(mrs)

(
ig

[
Φ(m)∗†σ

i

2
Φ(r) − Φ(r)†σ

i

2
Φ(m)∗

]
C(s)i + ig′

Y

2

[
Φ(m)∗†Φ(r) − Φ(r)†Φ(m)∗

]
C(s)

)}
.

(2.110e)

Esta acción aún posee invarianza de norma, por lo que debe introducirse un procedimiento
que fije la norma para remover las redundancias de la teoría. Por otra parte, los anticampos no
representan grados de libertad físicos, por lo tanto deben ser removidos de la teoría antes de poder
cuantizarla. El criterio que nos permite remover a los anticampos de la teoría y al mismo tiempo,
remover los grados de libertad espurios consiste en: introducir una funcional fermiónica de los
campos Ψ[χA], con número ghost −1 y tal que, para cada campo χA, se satisfaga

χ∗
A =

δΨ

δχA
. (2.111)

En cierta superficie del espacio de configuraciones de campos y anticampos llamada
∑

Ψ. Esto
hace necesario introducir el par de campos triviales ya que los primeros son los únicos campos con
carga ghost −1. La estructura de KK de nuestra funcional fermiónica es:

Ψ[χ] = Ψ(0)[χ(0)] +
∑
(m)

Ψ[χ(0), χ(m)] (2.112)

De donde se obtiene

χ
∗(0)
A =

δΨ(0)

δχ
(0)
A

+
∑
(m)

δΨ(m)

δχ
(0)
A

(2.113a)

χ
∗(m)
A =

∑
(l)

δΨ(l)

δχ
(m)
A

. (2.113b)
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Para remover la degeneración de las SGT, se implementa la siguiente funcional fermiónica:

Ψ(0) =

∫
d4x

{
C̄(0)

(
f (0) +

ξ

2
B(0)

)
+ C̄(0)i

(
f (0)i +

ξ

2
B(0)i

)}
(2.114)

Mientras que para las NSGT se emplea:

Ψ(m) =

∫
d4x

{
C̄(m)

(
f (m) +

ξ

2
B(m)

)
+ C̄(m)i

(
f (m)i +

ξ

2
B(m)i

)}
. (2.115)

Los anticampos en la superficie
∑

Ψ están determinados por:

Modos cero de UY (1,M4)

B∗(0)
µ = −∂µC̄(0) (2.116a)

C∗(0) = 0 (2.116b)

C̄∗(0) = ∂µB
(0)µ +

ξ

2
B(0) (2.116c)

B∗(0) =
ξ

2
C̄(0) (2.116d)

Modos cero de SUL(2,M4)

W
∗(0)
iµ = −∂µC̄(0)i − gϵijk

∑
(k)

C̄(k)jW (k)k
µ (2.117a)

C
∗(0)
i = 0 (2.117b)

C̄
∗(0)
i = ∂µW

(0)iµ +
ξ

2
B(0)i (2.117c)

B
∗(0)
i =

ξ

2
C̄(0)i (2.117d)

Modos cero del doblete de Higgs

[
Φ(0)∗†

]
i
= igξC̄(0)j

(
−
[
Φ

(0)†
0

]
ℓ

[
σj

2

]
ℓi

)
+ ig′ξ

Y

2
C̄(0)

(
−
[
Φ

(0)†
0

]
i

)
(2.118)

[
Φ(0)∗

]
i
= igξC̄(0)j

([
σj

2

]
iℓ

[
Φ

(0)
0

]
ℓ

)
+ ig′ξ

Y

2
C̄(0)

([
Φ

(0)
0

]
i

)
(2.119)

Modos Excitados de UY (1,M4)

B∗(m)
µ = −∂µC̄(m) (2.120a)

B
∗(m)
n̄ = 0, n̄ = 1, . . . , n− 1 (2.120b)

B
∗(m)
G = −ξm(m)C̄

(m) (2.120c)

C∗(m) = 0 (2.120d)

C̄∗(m) = f (m) +
ξ

2
B(m) (2.120e)

B∗(m) =
ξ

2
C̄(m)a (2.120f)
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Modos excitados de SUL(2,M4)

W
∗(k)
iµ = −D(0)ij

µ C̄(m)j (2.121a)

W
∗(m)
n̄ = 0, n̄ = 1, . . . , n (2.121b)

W
∗(m)
iG = −ξm(m)C̄

(m)i (2.121c)

C
∗(m)
i = 0 (2.121d)

C̄
∗(m)
i = f (m)i +

ξ

2
B(m)i (2.121e)

B
∗(m)
i =

ξ

2
C̄(m)i (2.121f)

Modos excitados del doblete de Higgs

[
Φ(m)∗†

]
i
= igξC̄(m)j

(
−
[
Φ(0)†

]
ℓ

[
σj

2

]
ℓi

)
+ ig′ξ

Y

2
C̄(m)

(
−
[
Φ(0)†

]
i

)
+ · · · (2.122)

[
Φ(m)∗

]
i
= igξC̄(m)j

([
σj

2

]
iℓ

[
Φ(0)

]
ℓ

)
+ ig′ξ

Y

2
C̄(m)

([
Φ(0)

]
i

)
+ · · · (2.123)

Para los antidobletes Φ∗† y Φ∗, se muestran únicamente los términos que contribuirán a los
términos de masa. Los puntos suspensivos indican términos adicionales que aquí omitimos.

La determinación de los anticampos en la acción efectiva, nos conduce a la acción con la norma
fijada SΨ = S[Φ, δΨ

δΦ ], que podemos escribir como:

SΨ =

∫
d4x

{
Ld=4
eff + LFPG

+B(0)(f (0) +
ξ

2
B(0)) +

∑
(m)

B(m)(f (m) +
ξ

2
B(m))

B(0)i(f (0)i +
ξ

2
B(0)i) +

∑
(m)

B(m)i(f (m)i +
ξ

2
B(m)i)

}
.

(2.124)

Donde LFPG es el lagrangiano fantasma de Faddeev-Popov, que determina la dinámica completa
del par ghost-antighost:
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LFPG = −
(
∂µC̄

(0)i + gϵijk
∑
(m)

C̄(m)jW (m)k
µ

)(
D(0)ijµC(0)j + gϵijk

∑
(m)

Wµ(m)jC(m)k

)

−
∑
(m)

D(0)il
µ C̄(m)l

(∑
(r)

Dµ(mr)ijC(r)j + gϵijkWµ(m)jC(0)k

)

− ∂µC̄
(0)∂µC(0) −

∑
(m)

∂µC̄
(m)∂µC(m)

+
∑
(m)

[
ξm2

(m)C̄
(m)iC(m)i + gϵijkξm(m)C̄

(m)i

(
W

(m)j
G C(0)k +

∑
(sr)

∆′
(msr)W

(s)j
G C(r)k

)]
+
∑
(m)

ξm2
(m)C̄

(m)C(m).

(2.125)

Se observa que los campos B(0), B(0)i, B(m) y B(m)i no se propagan: lo que nos permite emplear
sus ecuaciones de movimiento para integrarlos directamente a nivel de la acción cuántica. Lo que
resulta en el lagrangiano encargado de fijar la norma LGF :

LGF = − 1

2ξ
(f (0))2 − 1

2ξ
− 1

2ξ
(f (0)i)2 − 1

2ξ

∑
(m)

{
(f (m))2 + (f (m)i)2

}
(2.126a)

= − 1

2ξ
(f (0))2 − 1

2ξ
(f (0)i)2 (2.126b)

+
∑
(m)

{
− 1

2ξ

(
∂µB

(m)µ
)2
− 1

2ξ

(
D(0)ij

µ W (m)jµ
)2

(2.126c)

− 1

2
ξ
(
m(m)W

(m)i
G

)2
− 1

2
ξ
(
m(m)B

(m)
G

)2
(2.126d)

− 1

2
ξ

(
ig′

YΦ

2

(
Φ(m)†Φ(0) − Φ(0)†Φ(m)

))2

− 1

2
ξ

(
ig
(
Φ(m)†σ

i

2
Φ(0) − Φ(0)†σ

i

2
Φ(m)

))2

(2.126e)

+m(m)B
(m)
G

(
∂µB

(m)µ
)
+m(m)W

(m)i
G

(
D(0)ij

µ W (m)jµ
)

(2.126f)

−
(
∂µB

(m)µ
)(

ig′
YΦ

2

(
Φ(m)†Φ(0) − Φ(0)†Φ(m)

))
−
(
D(0)ij

µ W (m)jµ
)(

ig
(
Φ(m)†σ

i

2
Φ(0) − Φ(0)†σ

i

2
Φ(m)

))
(2.126g)

+ ξm(m)B
(m)
G

(
ig′

YΦ

2

(
Φ(m)†Φ(0) − Φ(0)†Φ(m)

))
+ ξm(m)W

(m)i
G

(
ig
(
Φ(m)†σ

i

2
Φ(0) − Φ(0)†σ

i

2
Φ(m)

))}
(2.126h)

Con esta elección particular de esquema para fijar la norma de la teoría, se generan además
términos de mezcla adicionales que permiten eliminar acoplamientos indeseados mediante términos
de superficie:

La cancelación de mezclas en Yang-Mills se logra al sumar LGF con LYM(m)
V S , para obtener

un término de superficie. Puntualmente, es la suma de los términos (2.52d) con (2.126f) quien
hace la magia:
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LGF + LYM(m)
V S,mix =

∑
(m)

{
− 1

2ξ
(∂µB

(m)µ)2 − ξ

2
m2

(m)B
(m)2
G (2.127a)

− 1

2ξ

(
D(0)ij

µ W (m)jµ
)2 − ξ

2
m2

(m)W
(m)i2
G (2.127b)

+m(m)W
(m)i
G (D(0)ij

µ W (m)µj) +m(m)B
(m)
G (∂µB

(m)µ) (2.127c)

+m(m)W
(m)iµ

(
D(0)ij

µ W
(m)j
G

)
+m(m)B

(m)µ
(
∂µB

(m)
G

)
+ · · ·

}
(2.127d)

=
∑
(m)

{
− 1

2ξ
(∂µB

(m)µ)2 − ξ

2
m2

(m)B
(m)2
G (2.127e)

− 1

2ξ

(
D(0)ij

µ W (m)jµ
)2 − ξ

2
m2

(m)W
(m)i2
G + · · ·

}
(2.127f)

Se genera una corrección no trivial a vértices cúbicos y cuárticos de bosones W
(m)i
µ , además

de contribución a masas no físicas para pseudo bosones de Goldstone; a la vez que permite
cancelación de mezclas bilineales y trilineales mediante los términos de superficie que emergen
al sumar (2.127c) con (2.127d).

Cancelación de mezclas en el sector de Higgs

LGF + LH(m)
V S,mix =

∑
(m)

{
− ξm2

W (0)S
(m)+
W S

(m)−
W − ξ

2
m2

Z(0)S
(m)2
Z (2.128a)

− ig(∂µW
(m)iµ)

(
Φ(m)†σ

i

2
Φ

(0)
0 − Φ

(0)†
0

σi

2
Φ(m)

)
(2.128b)

− igW (m)i
µ

[
(∂µΦ(m))†

σi

2
Φ

(0)
0 − Φ

(0)†
0

σi

2
(∂µΦ(m))

]
(2.128c)

− ig′

2
(∂µB

(m)µ)
(
Φ(m)†Φ(0) − Φ(0)†Φ(m)

)
(2.128d)

− ig′

2
B(m)

µ

[
(∂µΦ(m))†Φ(0)

0 − Φ
(0)†
0 (∂µΦ(m))

]
+ · · ·

}
(2.128e)

=
∑
(m)

{
− ξm2

W (0)S
(m)+
W S

(m)−
W − ξ

2
m2

Z(0)S
(m)2
Z + · · ·

}
(2.128f)

Tenemos aquí contribuciones a la masa para escalares no físicos junto con cancelación de
mezclas bilineales vía términos de superficie al sumar (2.128b) con (2.128c), y (2.128d) con
(2.128e).

2.5. Términos Lagrangianos Selectos y Reglas de Feynman

A continuación, seleccionaremos aquellas interacciones presentes en todo el modelo, que invo-
lucran a los campos que formarán parte de las amplitudes del cálculo posterior.
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2.5.1. Propagadores
Aquí presentamos brevemente los propagadores necesarios para el cálculo así como los lagran-

gianos correspondientes que los definen.

Excitaciones Vectoriales

De las lagrangianas de Yang-Mills (2.38) y (2.39); en específico de los términos (2.38b), (2.38c),
y (2.39d) construimos los propagadores de todos los modos excitados de norma. Pero por sí solos,
estos lagrangianos son insuficientes para poder definir los propagadores de manera no ambigua;
por lo que la inclusión de los términos que fijan la norma y nos habilitan definir propagadores es
esencial. Por otro lado, del término (2.73e) del sector de Higgs, aporta una contribución a la masa
de las excitaciones vectoriales W

(m)±
µ y Z

(m)
µ .

LW (m)W (m) ≡ −1

2

∑
(m)

{
∂µB

(m)
ν ∂µB(m)ν − ∂µB

(m)
ν ∂νB(m)µ − 1

2ξ

(
∂µB

(m)µ
)2

+
(
D(0)ij

µ W (m)j
ν

)(
D(0)ijµW (m)jν

)
−
(
D(0)ij

µ W (m)j
ν

)(
D(0)ijνW (m)jµ

)
− 1

2ξ

(
D(0)ij

µ W (m)jµ
)2

+
1

2
m2

(m)B
(m)
µ B(m)µ +

1

2
m2

(m)W
(m)i
µ W (m)iµ + g2Φ

(0)†
0 O(m)

µ O(m)µΦ
(0)
0

}
(2.129)

Una vez nos trasladamos a la base de eigenestados de masa mediante (2.76), tenemos:

LProp
W (m)W (m) ≡

∑
(m)

{
1

2
A(m)µ

[
gµν

(
2+m2

A(m)

)
+

(
1

ξ
− 1

)
∂µ∂ν

]
A(m)ν

+
1

2
Z(m)µ

[
gµν

(
2+m2

Z(m)

)
+

(
1

ξ
− 1

)
∂µ∂ν

]
Z(m)ν

+W (m)−µ
[
gµν

(
2+m2

W (m)

)
+

(
1

ξ
− 1

)
∂µ∂ν

]
W (m)+ν

}
.

(2.130)

Donde m2
W (m) = m2

W (0) +m2
(m), m

2
Z(m) = m2

Z(0) +m2
(m) y m2

A(m) = m2
(m).

Ghost-Antighost

De LFPG se origina el término cinético de los ghost y antighost; así como términos de masa:

LFPG =
∑
mr

{
−
(
D(0)ij

µ C̄(m)j
)(
D(mr)ikµC(r)k

)
− ∂µC̄

(m)∂µC(m) + ξm2
(m)

(
C̄(m)iC(m)i + C̄(m)C(m)

)}
+ · · ·

=
∑
m

{
C̄(m)jD(0)ji

µ D(0)ikµC(r)k + C̄(m)∂µ∂
µC(m) + ξm2

(m)

(
C̄(m)iC(m)i + C̄(m)C(m)

)}
+ · · ·

=
∑
m

{
C̄(m)i2C(m)i + C̄(m)2C(m) + ξm2

(m)

(
C̄(m)iC(m)i + C̄(m)C(m)

)}
+ · · ·

(2.131)

Sólo mostramos los términos de interés para calcular propagadores, los puntos suspensivos
indican más términos. Al rotar estos campos a la base de eigenestados de masa, de manera idéntica
en que se rota a los campos bosónicos en (2.76), tenemos:
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LC̄(m)C(m)

FPG ≡
∑
m

{
C̄(m)−2C(m)+ + C̄(m)+2C(m)− + C̄

(m)
Z 2C

(m)
Z + C̄

(m)
A 2C

(m)
A

+ ξm2
(m)

(
C̄(m)−C(m)+ + C̄(m)+C(m)− + C̄

(m)
Z C

(m)
Z + C̄

(m)
A C

(m)
A

)} (2.132)

Sin embargo, la incorporación de un sector campo-anticampo de Higgs LΦ∗Φ mediante Φ∗† y
Φ∗, los antidobletes de Φ y Φ†, respectivamente; también introduce una contribución a las masas
no físicas del par ghost-antighost.

LΦ∗Φ = ig

[
Φ(m)∗†σ

j

2
Φ(0) − Φ(0)†σ

j

2
Φ(m)∗

]
C(m)j

+ ig′
Y

2

[
Φ(m)∗†Φ(0) − Φ(0)†Φ(m)∗

]
C(m) + · · ·

(2.133)

Usando las funciones que fijan la norma, encontramos que los anticampos del doblete son:[
Φ(m)∗†

]
i
= igξC̄(m)j

(
−
[
Φ(0)†

]
ℓ

[
σj

2

]
ℓi

)
+ ig′ξ

Y

2
C̄(m)

(
−
[
Φ(0)†

]
i

)
(2.134)

[
Φ(m)∗

]
i
= igξC̄(m)j

([
σj

2

]
iℓ

[
Φ(0)

]
ℓ

)
+ ig′ξ

Y

2
C̄(m)

([
Φ(0)

]
i

)
(2.135)

Notamos que al sustituir este resultado en 2.133, sólo los términos proporcionales a v contri-
buirán a las masas del par fantasma-antifantasma. En la base de eigenestados de masa, se obtiene:

LC̄(m)C(m)

Φ∗Φ ≡ ξm2
W (0)

(
C̄(m)−C(m)+ + C̄(m)+C(m)−

)
+ ξm2

Z(0)C̄
(m)
Z C

(m)
Z (2.136)

Sumando LC̄(m)C(m)

FPG con LC̄(m)C(m)

Φ∗Φ , obtenemos la lagrangiana del propagador del par ghost-
antighost:

LProp

C̄(m)C(m) ≡
∑
m

{
C̄(m)−

(
2+ ξm2

W (m)

)
C(m)+ + C̄(m)+

(
2+ ξm2

W (m)

)
C(m)−

+ C̄
(m)
Z

(
2+ ξm2

Z(m)

)
C

(m)
Z + C̄

(m)
A

(
2+ ξm2

A(m)

)
C

(m)
A

} (2.137)

n− 1 Escalares Físicos

De LYM(m)
V S y LYM(m)

SS se obtienen los propagadores para los n − 1 escalares físicos de Yang-
Mills. Después de rotar a los escalares usando la matriz R(m) , extraemos los términos cinéticos
y de masa de (2.52c) y (2.51b). Por otra parte, de (2.74d), el sector LH(m)

SS también aporta una
contribución a la masa de los escalares de Yang-Mills:

L
W

(m)
n̄ W

(m)
n̄
≡ 1

2

∑
(m)

{(
D(0)ij

µ W
(m)j
n̄

)(
D(0)ikµW

(m)k
n̄

)
+
(
∂µB

(m)
n̄

)(
∂µB

(m)
n̄

)

−m2
(m)B

(m)
n̄ B

(m)
n̄ −m2

(m)W
(m)i
n̄ W

(m)i
n̄ − 2g2Φ(0)†O(m)

µ̄ O(m)
µ̄ Φ(0)

} (2.138)

Al trasladarnos a la base de eigenestados de masa vía (2.76), tenemos:
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LProp

W
(m)
n̄ W

(m)
n̄

≡ −
∑
(m)

{
1

2
A

(m)
n̄

[
2+m2

A(m)

]
A

(m)
n̄ +

1

2
Z

(m)
n̄

[
2+m2

Z(m)

]
Z

(m)
n̄

+W
(m)−
n̄

[
2+m2

W (m)

]
W

(m)+
n̄

} (2.139)

Higgs

De LYM(m)
V S obtenemos la parte cinética de la excitación de KK del Higgs (2.73b), mientras que

de LYM(m)
SS rescatamos dos contribuciones a su masa; (2.74d) y (2.70b):

LH(m)H(m) ≡
∑
(m)

{(
D(0)

µ Φ(m)
)†(

D(0)µΦ(m)
)
−m2

(m)Φ
(m)†Φ(m)

− λ
(
Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)

)(
Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)

)}
.

(2.140)

De donde obtenemos,

LProp
H(m)H(m) ≡ −

1

2

∑
(m)

{
H(m)

[
2+m2

H(m)

]
H(m)

}
. (2.141)

Pseudo Bosones de Goldstone y n-ésimos Escalares Físicos

Construir las funciones de dos puntos para los campos no físicos de los sectores de Yang-Mills
y de Higgs, requiere especial atención. Recordemos que estos dos tipos de escalares que aparecen
mezclados en la teoría, atraviesan un proceso de diagonalización que define un n-ésimo escalar
físico, así como el auténtico pseudo bosón de Goldstone; para cada excitación vectorial de norma
que adquiere masa.

Del sector LYM(m)
V S y de LGF obtenemos los términos cinéticos, (2.52b) y (2.52c); y de masas

no físicas, (2.127e) y (2.127f), para los escalares no masivos de Yang-Mills, respectivamente:

L
W

(m)
G W

(m)
G

≡ 1

2

∑
(m)

{(
D(0)ij

µ W
(m)j
G

)(
D(0)ikµW

(m)k
G

)
+
(
∂µB

(m)
G

)(
∂µB

(m)
G

)

− ξ

2
m2

(m)W
(m)i2
G − ξ

2
m2

(m)B
(m)2
G

}
.

(2.142)

Mientras que de LH(m)
V S (2.73b) y también de LGF (2.128f), es posible extraer los términos del

propagador para los escalares no físicos del doblete de Higgs:

L
S

(m)
W S

(m)
W

≡
∑
(m)

{(
D(0)

µ Φ(m)
)†(

D(0)µΦ(m)
)
− ξm2

W (0)S
(m)+
W S

(m)−
W − ξ

2
m2

Z(0)S
(m)2
Z

}
. (2.143)

Si procedemos a rotar estas lagrangianas mediante los ángulos de mezcla de KK, (2.80) y (2.81)
y las sumamos, nos encontraremos con un resultado desagradable donde tenemos dependencias
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explícitas de dichos ángulos y mezclas cuadráticas entre ambos tipos de escalares. Si somos preca-
vidos, resulta que atravesar este contratiempo es en cambio simple. Basta con notar que existen
términos adicionales proporcionales a ξ en LGF dados por:

L
S

(m)
W W

(m)
G

≡
∑
(m)

{
ξm(m)B

(m)
G

(
ig′

YΦ

2

(
Φ(m)†Φ(0) − Φ(0)†Φ(m)

))

+ ξm(m)W
(m)i
G

(
ig
(
Φ(m)†σ

i

2
Φ(0) − Φ(0)†σ

i

2
Φ(m)

))}
.

(2.144)

Es necesario rotar también esta lagrangiana mediante los ángulos de mezcla de KK. Resulta que
no es sino la suma,

L
W

(m)
G W

(m)
G

+ L
S

(m)
W S

(m)
W

+ L
S

(m)
W W

(m)
G

, (2.145)

la que nos permite definir propagadores para los campos rotados. Al sumar estas tres lagrangianas,
obtenemos propagadores bien definidos y además completamente independiente de los ángulos
de mezcla de KK. Un aspecto que refleja la perspicacia de haber definido de esta manera a las
funciones que fijan la norma, es que, contrario a lo que se pensaría; los escalares físicos W

(m)±
n y

Z
(m)
n no reciben contribución alguna proporcional a ξ. Esta suma elimina de manera exacta este

tipo de contribuciones no físicas; quedándonos únicamente con las masas definidas en (2.84) para
los n-ésimos escalares. De esta manera, las distintas densidades que definen las funciones de dos
puntos de estos singulares escalares son:

LProp

W
(m)
n W

(m)
n

≡ −
∑
(m)

{
1

2
Z(m)
n

[
2+m2

Z(m)

]
Z(m)
n

+W (m)−
n

[
2+m2

W (m)

]
W (m)+

n

}
,

(2.146)

LProp

G
(m)
W G

(m)
W

≡ −
∑
(m)

{
1

2
G

(m)
Z

[
2+ ξm2

Z(m)

]
G

(m)
Z +

1

2
A

(m)
G

[
2+ ξm2

A(m)

]
A

(m)
G

+G
(m)−
W

[
2+ ξm2

W (m)

]
G

(m)+
W

}
.

(2.147)

2.5.2. Vértices del sector de norma
Del sector LYM

V V surgen interacciones de orden 3 y 4, específicamente de 2.37c y 2.38c. Cabe
remarcar que la lagrangiana LGF modifica de forma no trivial los vértices que se presentan
mediante términos proporcionales a ξ−1.

Los vértices de orden 3, con un modo cero neutro W
(0)3
µ = A

(0)
µ , Z

(0)
µ ; y un modo cero cargado

W
(0)±
µ , tienen la siguiente estructura, respectivamente:

LW (0)3W (m)−W (m)+ =− ig
∑
(m)

[ (
Ŵ (m)+

µν W (m)−ν − Ŵ (m)−
µν W (m)+ν

)
W (0)3µ + Ŵ (0)3

µν W (m)−µW (m)+ν

− 1

ξ
W (0)3

µ

(
W (m)+µ∂νW

(m)−ν −W (m)−µ∂νW
(m)+ν

) ]
(2.148)
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LW (0)∓W (m)±W (m)3 =− ig
∑
(m)

[ (
Ŵ (m)−

µν W (m)3ν − Ŵ (m)3
µν W (m)−ν

)
W (0)+µ + Ŵ (0)+

µν W (m)3µW (m)−ν

−
(
Ŵ (m)+

µν W (m)3ν − Ŵ (m)3
µν W (m)+ν

)
W (0)−µ − Ŵ (0)−

µν W (m)3µW (m)+ν

− 1

ξ
W (0)+

µ

(
W (m)−µ∂νW

(m)3ν −W (m)3µ∂νW
(m)−ν

)
+

1

ξ
W (0)−

µ

(
W (m)+µ∂νW

(m)3ν −W (m)3µ∂νW
(m)+ν

) ]
(2.149)

Donde hemos definido

Ŵ±
µν = ∂µW

±
ν − ∂νW

±
µ (2.150)

Ŵ 3
µν = ∂µW

3
ν − ∂νW

3
µ (2.151)

De aquí se desprenden las siguientes reglas de Feynman:

W
(m)+
β (k2) W

(m)−
ρ (k3)

V
(0)
α (k1)

= −igV (0)

[
(k3 − k2)αgβρ + (k2 − k1 +

k3
ξ
)ρgαβ + (k1 − k3 −

k2
ξ
)βgρα

]

(2.152)
donde gV (0) = sW g = e en el caso donde V (0) = A(0) o bien, gV (0) = cW g cuando V (0) = Z(0). Esta
regla de Feynman es idéntica para los vértices W (0)−

α W
(m)3
β W

(m)+
ρ y W

(0)+
α W

(m)−
β W

(m)3
ρ . Gracias

a la fijación covariante de la norma, se obtiene una identidad tipo QED para este trivértice; lo cuál
nos demuestra que la simetría electrodébil usual, SUL(2,M4)× UY (1,M4) , se mantiene intacta:

kαΓαβρ = −igV (0)

{[
k22gβρ −

(
1− 1

ξ

)
k2βk2ρ

]
−
[
k23gβρ −

(
1− 1

ξ

)
k3βk3ρ

]}
. (2.153)

Las interacciones cuárticas surgen también de los mismos términos de LYM
V V mencionados pre-

viamente. Los términos de interés son

LW (0)−W (0)+W (m)−W (m)+ =
g2

2

∑
(m)

[ (
W (0)+

µ W (m)−
ν −W (0)+

ν W (m)−
µ

)(
W (0)−νW (m)+µ −W (0)−µW (m)+ν

)
+
(
W (m)−

µ W (m)+
ν −W (m)−

ν W (m)+
µ

)(
W (0)−µW (0)+ν −W (0)−νW (0)+µ

)
− 2

ξ
W (0)+

µ W (0)−
ν W (m)−µW (m)+ν

]
(2.154)
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LW (0)∓W (m)±W (0)3W (m)3 =− g2

2

∑
(m)

[ (
W (m)−

µ W (0)3
ν −W (m)−

ν W (0)3
µ

)(
W (0)+µW (m)3ν −W (0)+νW (m)3µ

)
+
(
W (0)+

µ W (0)3
ν −W (0)+

ν W (0)3
µ

)(
W (m)−µW (m)3ν −W (m)−νW (m)3µ

)
− 2

ξ
W (m)3µW (0)3

ν W (m)−νW (0)+
µ +H.c.

]
(2.155)

Cuyas reglas de Feynman son:

W
(m)+
λ

W
(0)−
β W

(m)−
ρ

W
(0)+
α

= c Sαβρλ (2.156)

Donde Sαβρλ = 2gαλgβρ − gαβgλρ −
(
1 + 1

ξ

)
gαρgβλ. Las distintas combinaciones de campos para

este vértice, tienen las siguientes constantes:

W (0)+W (0)−W (m)−W (m)+ W (0)+W (0)3W (m)3W (m)− W (0)−W (0)3W (m)3W (m)+

c ig2 −igV (0)gV (KK) −igV (0)gV (KK)

donde gV (0) = e en el caso donde W (0)3 = A(0) o bien, gV (0) = cW g cuando W (0)3 = Z(0). Y
además gV (KK) = e en el caso donde W (m)3 = A(m) o bien, gV (KK) = cW g cuando W (m)3 = Z(m).

Para los escalares de Yang-Mills, las combinaciones de orden 3 y 4 están dadas por 2.39b en
LYM
V S .

L
W (0)3W

(m)−
n̄ W

(m)+
n̄

=ig
∑
(m)

W (0)3
µ

(
W

(m)−
n̄ ∂µW

(m)+
n̄ −W

(m)+
n̄ ∂µW

(m)−
n̄

)
, (2.157)

L
W (0)∓W

(m)±
n̄ W

(m)3
n̄

=− ig
∑
(m)

[
W (0)−

µ

(
W

(m)3
n̄ ∂µW

(m)+
n̄ −W

(m)+
n̄ ∂µW

(m)3
n̄

)
−W (0)+

µ

(
W

(m)3
n̄ ∂µW

(m)−
n̄ −W

(m)−
n̄ ∂µW

(m)3
n̄

) ]
,

(2.158)

L
W (0)∓W

(m)±
s̄ W (0)3W

(m)3
s̄

=− g2
∑
(m)

W (0)3
µ W

(m)3
s̄

(
W (0)+µW

(m)−
s̄ +W (0)−µW

(m)+
s̄

) ]
, (2.159)

L
W (0)−W (0)+W

(m)−
s̄ W

(m)+
s̄

=g2
∑
(m)

W (0)−
µ W (0)+µW

(m)−
s̄ W

(m)+
s̄ . (2.160)

donde s̄ = n̄, G. De aquí surgen los trivértices siguientes:
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W
(m)+
s̄ (k2) W

(m)−
s̄ (k3)

V
(0)
α (k1)

= −igV (0)(k2 − k3)α (2.161)

El vértice W
(0)+
α W

(m)−
s̄ W

(m)3
s̄ es idéntico al anterior, y W

(0)−
α W

(m)+
s̄ W

(m)3
s̄ también lo es salvo

por un factor de −1.
Para la interacción de orden 4 tenemos:

W
(m)+
s̄

W
(0)−
β W

(m)−
s̄

W
(0)+
α

= c gαβ (2.162)

Las variantes de este vértice, tienen las siguientes constantes:

W (0)+W (0)−W (m)−
s̄ W

(m)+
s̄ W (0)+W (0)3W

(m)3
s̄ W

(m)−
s̄ W (0)−W (0)3W

(m)3
s̄ W

(m)+
s̄

c ig2 −igV (0)gV (KK) −igV (0)gV (KK)

Los acoplamientos con campos ghost se inducen en LFPG, precisamente en el término
−(D(0)ijC̄(m)j)(D(0)ikC(m)k) de 2.124. A nivel de lagrangiana los trivértices son:

LW (0)C(m)C̄(m) = −ig
∑
(m)

[
W (0)3

µ

(
C(m)+∂µC̄(m)− − ∂µC(m)+C̄(m)− − C(m)−∂µC̄(m)+ + ∂µC(m)−C̄(m)+

)
−W (0)+

µ

(
C(m)3∂µC̄(m)− − ∂µC(m)3C̄(m)− + ∂µC(m)−C̄(m)3 − C(m)−∂µC̄(m)3

)
+W (0)−

µ

(
C(m)3∂µC̄(m)+ − ∂µC(m)3C̄(m)+ + ∂µC(m)+C̄(m)3 − C(m)+∂µC̄(m)3

) ]
.

(2.163)

De donde se obtienen las reglas de Feynman:

C(m)+(k2) C̄(m)−(k3)

V
(0)
α (k1)

= c(k3 − k2)α, (2.164)

donde las múltiples variaciones del vértice están dadas por

W (0)3C(m)+C̄(m)− W (0)3C(m)−C̄(m)+ W (0)+C(m)3C̄(m)−

c igV (0) −igV (0) −igV (KK)
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W (0)+C(m)−C̄(m)3 W (0)−C(m)3C̄(m)+ W (0)−C(m)+C̄(m)3

c iḡV (KK) igV (KK) −iḡV (KK)

Donde gV (KK) = e para C(m)3 = C
(m)
A , gV (KK) = cW g cuando C(m)3 = C

(m)
Z , ḡV (KK) = e para

C̄(m)3 = C̄
(m)
A y ḡV (KK) = cW g cuando C̄(m)3 = C̄

(m)
Z .

Mientras que los términos cuárticos emergen de:

LW (0)W (0)C(m)C̄(m) = g2
∑
(m)

[
W (0)−

µ W (0)+µ
(
C(m)+C̄(m)− + C(m)−C̄(m)+ + 2C(m)3C̄(m)3

)
−W (0)+

µ W (0)+µC(m)−C̄(m)− −W (0)−
µ W (0)−µC(m)+C̄(m)+

+W (0)3
µ W (0)3µ

(
C(m)+C̄(m)− + C(m)−C̄(m)+

)
−W (0)3

µ

(
W (0)+µ

(
C(m)−C̄(m)3 + C(m)3C̄(m)−

)
+W (0)−µ

(
C(m)+C̄(m)3 + C(m)3C̄(m)+

)) ]
.

(2.165)

De aquí se encuentra que,

C(m)+

W
(0)−
β C̄(m)−

W
(0)+
α

= c gαβ (2.166)

Las distintas combinaciones de campos para este vértice, tienen las siguientes constantes:

W (0)+W (0)−C̄(m)−C(m)+ W (0)+W (0)−C̄(m)+C(m)− W (0)+W (0)−C̄(m)3C(m)3

c ig2 ig2 2 i gV (KK) ḡV (KK)

W (0)+W (0)3C̄(m)3C(m)− W (0)+W (0)3C̄(m)−C(m)3 W (0)−W (0)3C̄(m)3C(m)+ W (0)−W (0)3C̄(m)+C(m)3

c −igV (0) ḡV (KK) −igV (0)gV (KK) −igV (0) ḡV (KK) −igV (0)gV (KK)

Estos vértices de 4 campos no existen en el método propuesto por Faddeev y Popov. En nuestro
caso han emergido como consecuencia del procedimiento especial de fijación de norma, que es
covariante bajo el grupo electrodébil. Por lo que el truco de Faddeev y Popov es insuficiente para
un abordaje invariante de norma y fue indispensable partir del formalismo de Batalin-Vilkovisky;
para poder emplear todo el poderío de covarianza de norma en nuestro cálculo perturbativo.

En lo que a los grados de libertad escalares concierne, se presenta una gran variedad de aco-
plamientos entre las conexiones de la teoría, los n-ésimos escalares físicos y los pseudo bosones de
Goldstone asociados con cada conexión. Dividimos las interacciones de interés fenomenológico de
la siguiente manera:
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2.5.3. Escalares físicos

LW (0)(KK)(KK) = gmW (0)H(m)
(
W (0)+

µ W (m)−µ +W (0)−
µ W (m)+µ

)
+ igmZ(0)cWκ

(m)
Ω Z(m)

n

(
W (0)−

µ W (m)+µ −W (0)+
µ W (m)−µ

)
+

g

2
(2cW ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω + κ

(m)
Θ κ

(m)
Ω )

[
Z(m)
n

(
W (0)+

µ ∂µW (m)−
n +W (0)−

µ ∂µW (m)+
n

)
− ∂µZ(m)

n

(
W (0)+

µ W (m)−
n +W (0)−

µ W (m)+
n

) ]
− i

2
gκ

(m)
Θ

[
H(m)

(
W (0)+

µ ∂µW (m)−
n −W (0)−

µ ∂µW (m)+
n

)
− ∂µH(m)

(
W (0)+

µ W (m)−
n −W (0)−

µ W (m)+
n

) ]
+ gκ

(m)
Θ

[
2mW (0)sWA(m)

µ +mZ(0)(2c2W − 1)Z(m)
µ

] (
W (0)+

µ W (m)−
n +W (0)−

µ W (m)+
n

)
,

(2.167)

LA(0)(KK)(KK) = −ieA(0)
µ

(
W (m)+

n ∂µW (m)−
n −W (m)−

n ∂µW (m)+
n

)
, (2.168)

LZ(0)(KK)(KK) = −igcW
(
1− κ

(m)2
Θ

2c2W

)
Z(0)
µ

(
W (m)+

n ∂µW (m)−
n −W (m)−

n ∂µW (m)+
n

)
− gmZ(0)κ

(m)
Θ Z(0)

µ

(
W (m)−

n W (m)+µ +W (m)+
n W (m)−µ

)
+

gκ
(m)
Ω

2cW
Z(0)
µ

(
H(m)∂µZ(m)

n − Z(m)
n ∂µH(m)

)
+

gmZ(0)

cW
Z(0)
µ Z(m)µH(m),

(2.169)

LW (0)W (0)(KK)(KK) =
g2

4
W (0)−

µ W (0)+µ
[
2(1 + ς

(m)2
Θ )W (m)+

n W (m)−
n +H(m)H(m)

+(κ
(m)2
Ω + 4c2W ς

(m)2
Ω )Z(m)

n Z(m)
n

]
.

(2.170)

LW (0)A(0)(KK)(KK) =
g2

2
sWκ

(m)
Θ A(0)µH(m)

(
W (0)+

µ W (m)−
n +W (0)−

µ W (m)+
n

)
+

ig2sW
2

(
2cW ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω + κ

(m)
Θ κ

(m)
Ω

)
A(0)µZ(m)

n

(
W (0)+

µ W (m)−
n −W (0)−

µ W (m)+
n

)
(2.171)

LW (0)Z(0)(KK)(KK) = −
gg′

2
sWκ

(m)
Θ Z(0)µH(m)

(
W (0)+

µ W (m)−
n +W (0)−

µ W (m)+
n

)
+

ig

2

(
2c2W gς

(m)
Θ ς

(m)
Ω − g′sWκ

(m)
Θ κ

(m)
Ω

)
Z(0)µZ(m)

n

(
W (0)+

µ W (m)−
n −W (0)−

µ W (m)+
n

)
(2.172)
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2.5.4. Pseudo Bosones de Goldstone

LW (0)(KK)(KK) = igmZ(0)cW ς
(m)
Ω G

(m)
Z

(
W (0)−

µ W (m)+µ −W (0)+
µ W (m)−µ

)
+ gsWκ

(m)
Θ

[
A

(m)
G

(
W (0)+

µ ∂µG
(m)−
W +W (0)−

µ ∂µG
(m)+
W

)
− ∂µA

(m)
G

(
W (0)+

µ G
(m)−
W +W (0)−

µ G
(m)+
W

) ]
− i

2
gς

(m)
Θ

[
H(m)

(
W (0)+

µ ∂µG
(m)−
W −W (0)−

µ ∂µG
(m)+
W

)
− ∂µH(m)

(
W (0)+

µ G
(m)−
W −W (0)−

µ G
(m)+
W

) ]
+

g

2
(2cWκ

(m)
Θ κ

(m)
Ω + ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω )

[
G

(m)
Z

(
W (0)+

µ ∂µG
(m)−
W +W (0)−

µ ∂µG
(m)+
W

)
− ∂µG

(m)
Z

(
W (0)+

µ G
(m)−
W +W (0)−

µ G
(m)+
W

) ]
+ gς

(m)
Θ

[
2mW (0)sWA(m)

µ +mZ(0)(2c2W − 1)Z(m)
µ

] (
W (0)+

µ G
(m)−
W +W (0)−

µ G
(m)+
W

)
,

(2.173)

LA(0)(KK)(KK) = −ieA(0)
µ

(
G

(m)+
W ∂µG

(m)−
W −G

(m)−
W ∂µG

(m)+
W

)
, (2.174)

LZ(0)(KK)(KK) = −igcW
(
1− ς

(m)2
Θ

2c2W

)
Z(0)
µ

(
G

(m)+
W ∂µG

(m)−
W −G

(m)−
W ∂µG

(m)+
W

)
− gmZ(0)ς

(m)
Θ Z(0)

µ

(
G

(m)−
W W (m)+µ +G

(m)+
W W (m)−µ

)
+

gς
(m)
Ω

2cW
Z(0)
µ

(
H(m)∂µG

(m)
Z −G

(m)
Z ∂µH(m)

)
(2.175)

LW (0)W (0)(KK)(KK) =
g2

4
W (0)−

µ W (0)+µ
[
2(1 + κ

(m)2
Θ )G

(m)+
W G

(m)−
W

+(ς
(m)2
Ω + 4c2Wκ

(m)2
Ω )G

(m)
Z G

(m)
Z

]
.

(2.176)

LW (0)A(0)(KK)(KK) = ig2s2Wκ
(m)
Θ A(0)µA

(m)
G

(
W (0)+

µ G
(m)−
W −W (0)−

µ G
(m)+
W

)
+

g2

2
sW ς

(m)
Θ A(0)µH(m)

(
W (0)+

µ G
(m)−
W +W (0)−

µ G
(m)+
W

)
+

ig2sW
2

(
2cWκ

(m)
Θ κ

(m)
Ω + ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω

)
A(0)µG

(m)
Z

(
W (0)+

µ G
(m)−
W −W (0)−

µ G
(m)+
W

)
(2.177)

LW (0)Z(0)(KK)(KK) = ig2sW cWκ
(m)
Θ Z(0)µA

(m)
G

(
W (0)+

µ G
(m)−
W −W (0)−

µ G
(m)+
W

)
− gg′

2
sW ς

(m)
Θ Z(0)µH(m)

(
W (0)+

µ G
(m)−
W +W (0)−

µ G
(m)+
W

)
+

ig

2

(
2c2W gκ

(m)
Θ κ

(m)
Ω − g′sW ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω

)
Z(0)µG

(m)
Z

(
W (0)+

µ G
(m)−
W −W (0)−

µ G
(m)+
W

)
(2.178)
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2.5.5. Mezclas

LW (0)(KK)(KK) = −gsW ς
(m)
Θ

[
A

(m)
G

(
W (0)+

µ ∂µW (m)−
n +W (0)−

µ ∂µW (m)+
n

)
− ∂µA

(m)
G

(
W (0)+

µ W (m)−
n +W (0)−

µ W (m)+
n

) ]
− g

2
(2cWκ

(m)
Θ ς

(m)
Ω − ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω )

[
Z(m)
n

(
W (0)+

µ ∂µG
(m)−
W +W (0)−

µ ∂µG
(m)+
W

)
− ∂µZ(m)

n

(
W (0)+

µ G
(m)−
W +W (0)−

µ G
(m)+
W

) ]
− g

2
(2cW ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω − κ

(m)
Θ ς

(m)
Ω )

[
G

(m)
Z

(
W (0)+

µ ∂µW (m)−
n +W (0)−

µ ∂µW (m)+
n

)
− ∂µG

(m)
Z

(
W (0)+

µ W (m)−
n +W (0)−

µ W (m)+
n

) ]
,

(2.179)

LZ(0)(KK)(KK) =
ig

2cW
ς
(m)
Θ κ

(m)
Θ Z(0)

µ

(
W (m)+

n ∂µG
(m)−
W −G

(m)−
W ∂µW (m)+

n

+G
(m)+
W ∂µW (m)−

n −W (m)−
n ∂µG

(m)+
W

) (2.180)

LW (0)W (0)(KK)(KK) = −
g2

2
ς
(m)
Θ κ

(m)
Θ W (0)−

µ W (0)+µ
[
W (m)−

n G
(m)+
W +W (m)+

n G
(m)−
W

]
. (2.181)

LW (0)A(0)(KK)(KK) = −ig2s2W ς
(m)
Θ A(0)µA

(m)
G

(
W (0)+

µ W (m)−
n −W (0)−

µ W (m)+
n

)
− ig2sW

2

(
2cWκ

(m)
Θ ς

(m)
Ω − ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω

)
A(0)µZ(m)

n

(
W (0)+

µ G
(m)−
W −W (0)−

µ G
(m)+
W

)
− ig2sW

2

(
2cW ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω − κ

(m)
Θ ς

(m)
Ω

)
A(0)µG

(m)
Z

(
W (0)+

µ W (m)−
n −W (0)−

µ W (m)+
n

)
(2.182)

LW (0)Z(0)(KK)(KK) = −ig2sW cW ς
(m)
Θ Z(0)µA

(m)
G

(
W (0)+

µ W (m)−
n −W (0)−

µ W (m)+
n

)
− ig

2

(
2gc2Wκ

(m)
Θ ς

(m)
Ω + g′sW ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω

)
Z(0)µZ(m)

n

(
W (0)+

µ G
(m)−
W −W (0)−

µ G
(m)+
W

)
− ig

2

(
2gc2W ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω + g′sWκ

(m)
Θ ς

(m)
Ω

)
Z(0)µG

(m)
Z

(
W (0)+

µ W (m)−
n −W (0)−

µ W (m)+
n

)
(2.183)

De estas lagrangianas se desprenden las siguientes reglas de Feynman:

Dos campos vectoriales y un escalar:

W
(m)−
β (k2) H(m)(k3)

W
(0)+

α (k1)

= cgαβ , (2.184)

donde las constantes de los múltiples acoplamientos de campos, son:
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c

W
(0)±
α W

(m)∓
β H(m) igmW (0)

W
(0)±
α W

(m)∓
β Z

(m)
n ±gmZ(0)cWκ

(m)
Ω

W
(0)±
α W

(m)∓
β G

(m)
Z ±gmZ(0)cW ς

(m)
Ω

W
(0)±
α A

(m)
β W

(m)∓
n i2gκ

(m)
Θ mW (0)sW

W
(0)±
α A

(m)
β G

(m)∓
W i2gς

(m)
Θ mW (0)sW

W
(0)±
α Z

(m)
β W

(m)∓
n igκ

(m)
Θ mZ(0)(2c2W − 1)

W
(0)±
α Z

(m)
β G

(m)∓
W igς

(m)
Θ mZ(0)(2c2W − 1)

Z
(0)
α W

(m)±
β W

(m)∓
n −igmZ(0)κ

(m)
Θ

Z
(0)
α W

(m)±
β G

(m)∓
W −igmZ(0)ς

(m)
Θ

Z
(0)
α Z

(m)
β H(m) gmZ(0)/cW

Un campo vectorial y dos escalares:

W
(m)+
n (k2) W

(m)−
n (k3)

A
(0)
α (k1)

= c(k2 − k3)α, (2.185)

donde las constantes de los múltiples acoplamientos de campos, son:

c

A
(0)
α W

(m)+
n W

(m)−
n −ie

A
(0)
α G

(m)+
W G

(m)−
W −ie

Z
(0)
α W

(m)+
n W

(m)−
n −icW g

(
1− κ

(m)2
Θ

2c2W

)
Z

(0)
α G

(m)+
W G

(m)−
W −icW g

(
1− ς

(m)2
Θ

2c2W

)
Z

(0)
α W

(m)+
n G

(m)−
W − ig

2cW
ς
(m)
Θ κ

(m)
Θ

Z
(0)
α G

(m)+
W W

(m)−
n

ig
2cW

ς
(m)
Θ κ

(m)
Θ

Z
(0)
α H(m)Z

(m)
n

gκ
(m)
Ω

2cW

Z
(0)
α H(m)G

(m)
Z

gς
(m)
Ω

2cW

W
(0)±
α W

(m)∓
n A

(m)
G gsW ς

(m)
Θ

W
(0)±
α W

(m)∓
n A

(m)
G −gsWκ

(m)
Θ

W
(0)±
α W

(m)∓
n Z

(m)
n − g

2 (2cW ς
(m)
Θ ς

(m)
Ω + κ

(m)
Θ κ

(m)
Ω )

W
(0)±
α W

(m)∓
n G

(m)
Z

g
2 (2cW ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω − κ

(m)
Θ ς

(m)
Ω )

W
(0)±
α G

(m)∓
W Z

(m)
n

g
2 (2cWκ

(m)
Θ ς

(m)
Ω − ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω )

W
(0)±
α G

(m)∓
W G

(m)
Z − g

2 (2cWκ
(m)
Θ κ

(m)
Ω + ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω )

W
(0)±
α W

(m)∓
n H(m) ± i

2gκ
(m)
Θ

W
(0)±
α G

(m)∓
W H(m) ± i

2gς
(m)
Θ
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Dos campos vectoriales y dos escalares:

W
(m)+

n

W
(0)−
β W

(m)−
n

W
(0)+
α

= cgαβ , (2.186)

c

W
(0)+
α W

(0)−
β W

(m)−
n W

(m)+
n

ig2

2 (1 + ς
(m)2
Θ )

W
(0)+
α W

(0)−
β G

(m)−
W G

(m)+
W

ig2

2 (1 + κ
(m)2
Θ )

W
(0)+
α W

(0)−
β W

(m)∓
n G

(m)±
W − ig2

2 ς
(m)
Θ κ

(m)
Θ

W
(0)+
α W

(0)−
β Z

(m)
n Z

(m)
n

ig2

4 (κ
(m)2
Ω + 4c2W ς

(m)2
Ω )

W
(0)+
α W

(0)−
β G

(m)
Z G

(m)
Z

ig2

4 (ς
(m)2
Ω + 4c2Wκ

(m)2
Ω )

W
(0)+
α W

(0)−
β H(m)H(m) ig2

4

A
(0)
α W

(0)±
β W

(m)∓
n H(m) ig2

2 sWκ
(m)
Θ

A
(0)
α W

(0)±
β G

(m)∓
W H(m) ig2

2 sW ς
(m)
Θ

A
(0)
α W

(0)±
β G

(m)∓
W A

(m)
G ∓g2s2Wκ

(m)
Θ

A
(0)
α W

(0)±
β W

(m)∓
n A

(m)
G ±g2s2W ς

(m)
Θ

A
(0)
α W

(0)±
β W

(m)∓
n Z

(m)
n ∓ g2sW

2 (2cW ς
(m)
Θ ς

(m)
Ω + κ

(m)
Θ κ

(m)
Ω )

A
(0)
α W

(0)±
β G

(m)∓
W G

(m)
Z ∓ g2sW

2 (2cWκ
(m)
Θ κ

(m)
Ω + ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω )

A
(0)
α W

(0)±
β G

(m)∓
W Z

(m)
n ± g2sW

2 (2cWκ
(m)
Θ ς

(m)
Ω − ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω )

A
(0)
α W

(0)±
β W

(m)∓
n G

(m)
Z ± g2sW

2 (2cW ς
(m)
Θ κ

(m)
Ω − κ

(m)
Θ ς

(m)
Ω )

Z
(0)
α W

(0)±
β W

(m)∓
n H(m) − ig′g

2 sWκ
(m)
Θ

Z
(0)
α W

(0)±
β G

(m)∓
W H(m) − ig′g

2 sW ς
(m)
Θ

Z
(0)
α W

(0)±
β G

(m)∓
W A

(m)
G ∓g2sW cWκ

(m)
Θ

Z
(0)
α W

(0)±
β W

(m)∓
n A

(m)
G ±g2sW cW ς

(m)
Θ

Z
(0)
α W

(0)±
β W

(m)∓
n Z

(m)
n ∓ g

2 (2gc
2
W ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω − g′sWκ

(m)
Θ κ

(m)
Ω )

Z
(0)
α W

(0)±
β G

(m)∓
W G

(m)
Z ∓ g

2 (2gc
2
Wκ

(m)
Θ κ

(m)
Ω − g′sW ς

(m)
Θ ς

(m)
Ω )

Z
(0)
α W

(0)±
β G

(m)∓
W Z

(m)
n ± g

2 (2gc
2
Wκ

(m)
Θ ς

(m)
Ω + g′sW ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω )

Z
(0)
α W

(0)±
β W

(m)∓
n G

(m)
Z ± g

2 (2gc
2
W ς

(m)
Θ κ

(m)
Ω + g′sWκ

(m)
Θ ς

(m)
Ω )
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Capítulo 3

Contribuciones a los vértices WWγ∗
y WWZ∗ a un lazo
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Todo aquel que ama su arte persigue,
mediante la esencia profunda de su
técnica, revelar aquello que es invisible
para el ojo— mostrar la verdad, el
microscopio y el telescopio del tiempo, el
negativo del tiempo, la posibilidad de ver
a través de las fronteras y las distancias;
el tele-ojo, la visión en espontaneidad,
una especie de decodificación comunista
de la realidad.

Dziga Vértov
El CINE-OJO, 1922



Contribuciones a los vértices WWγ∗ y WWZ∗ a un lazo
3.1 Función Vértice

3.1. Función Vértice
Conviene definir la función vértice usando la siguiente notación y convenciones para los mo-

mentos de las partículas externas:

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)−
β (−p− q)W

(0)+
α (p− q)

= igV (0)ΓV (0)

αβµ (p, q) (3.1)

Considerando sólo a los bosones W (0)± en la capa de masa y al bosón neutro V (0)∗ = A(0)∗, Z(0)∗

fuera de esta, la cinemática del proceso es:

(p− q)α = 0
(p+ q)β = 0

}
← Condiciones de transversalidad, (3.2)

(p− q)2 = m2
W (0)

(p+ q)2 = m2
W (0)

}
← Condición de capa de masa. (3.3)

Gracias a la conveniente elección de momentos incidentes, se deriva el siguiente resultado conse-
cuencia de las condiciones de transversalidad de los bosones W (0)±; el cuál facilita sustancialmente
los cálculos:

p · q = 0. (3.4)

Sean ϵα y ϵβ los 4-vectores de polarización del W (0)+ y W (0)−, respectivamente. La amplitud
entonces tiene la siguiente forma:

Mµ = igV (0)ΓV (0)

αβµ (p, q)ϵαϵβ . (3.5)

Donde gA(0) = e y gZ(0) = gcW . La estructura del vértice es:

ΓV (0)

αβµ (p, q) =
1

16π2

{
A [2pµgαβ + 4 (qβgαµ − qαgβµ)]

+ 2∆κ (qβgαµ − qαgβµ) +
4λ

m2
W (0)

(
pµqαqβ −

1

2
q2pµgαβ

)} (3.6)

El hecho de considerar que los modos cero neutrales, A(0)∗
µ y Z

(0)∗
µ , fuera de la capa de masa,

implica necesariamente que éstos campos no cumplen tampoco condiciones de transversalidad, por
lo que en el cálculo tendremos estructuras tensoriales proporcionales a qµ. Las estructuras posibles
son qµgαβ y qµqαqβ . Sin embargo, simetría de norma no permite términos de esta forma, debido a
que la identidad de Ward
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qµMµ = 0, (3.7)

no se cumpliría si los coeficientes de dichas estructuras fueran distintos de cero. Veremos a conti-
nuación que estas estructuras indeseadas están ausentes en todas nuestras amplitudes.

A nivel de árbol A = 1, mientras que ∆κ y λ son cero. Los coeficientes ∆κ y λ surgen
a partir de un lazo. No obstante, aquí podemos apreciar claramente que el factor de forma
A contiene una parte proporcional a la misma estructura tensorial que define a ∆κ. Esto nos
indica que la interacción de dimensión 4, (qβgαµ − qαgβµ), emerge a nivel de árbol pero sólo para
definir a A. No es sino hasta el primer orden de la serie perturbacional, que dicha estructura
tensorial comienza a revelarnos información acerca del factor de forma ∆κ. En este mismo tenor,
ponemos el foco de atención en el factor de forma λ para enfatizar que es de dimensión canó-
nica 6; por lo que su presencia está prohibida a nivel de árbol, y surge únicamente a nivel de un lazo.

Puestos sobre capa de masa, estos factores de forma definen los momentos dipolar magnético
y cuadrupolar eléctrico del bosón de norma W (0)± como sigue:

µW =
e

2mW (0)

(2 + ∆κ)

QW = − e

mW (0)

(1 + ∆κ+ λ).
(3.8)

Al calcular las correcciones cuánticas a orden de un lazo, se debe obtener necesariamente ex-
presiones con la siguiente estructura [43]:

ΓV (0)

αβµ (p, q) =

{
aV

(0)

1 pµgαβ + aV
(0)

2 (qβgαµ − qαgβµ) + aV
(0)

3 pµqαqβ

}
. (3.9)

De aquí se sigue que los factores de forma deseados se obtienen mediante:

∆κV (0) =
1

2

(
aV

(0)

2 − 2aV
(0)

1 − q2aV
(0)

3

)
(3.10)

y

λV (0) =
m2

W (0)

4
aV

(0)

3 . (3.11)

A continuación, desplegaremos todas las contribuciones a los factores de forma, ∆κ y λ, prove-
nientes del sector bosónico del Modelo Estándar con dimensiones extra. Las distintas contribuciones
bosónicas a estos factores de forma son:

∆κ(KK)Bsn

1−loop = ∆κCPN

V (0)∗ +∆κCSH

V (0)∗ , (3.12a)
λ(KK)Bsn

1−loop = λCPN

V (0)∗ + λCSH

V (0)∗ . (3.12b)

Donde hemos dividido a las contribuciones en aquellas que provienen del sector de norma CPN ,
y aquellas que provienen del sector de Higgs CSH. Estas, a su vez, se subdividen en las siguientes
contribuciones. Primero tenemos a las Contribuciones Puras de Norma (CPN):

∆κCPN
V (0)∗ = ∆κCPN

V (0)∗,V (m) +∆κCPN

V (0)∗,C
(m)
V

+∆κCPN

V (0)∗,S
(m)
n−1

+∆κCPN

V (0)∗,V V H
+∆κCPN

V (0)∗,V V Zs
, (3.13a)

λCPN
V (0)∗ = λCPN

V (0)∗,V (m) + λCPN

V (0)∗,C
(m)
V

+ λCPN

V (0)∗,S
(m)
n−1

. (3.13b)

Donde la única forma de diferenciar a los casos V (0)∗ = A(0)∗ de V (0)∗ = Z(0)∗, es mediante la
constante de acoplamiento gV (0) = e para el primer caso, y gV (0) = cW g para el segundo.
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Por otra parte, tenemos a las Contribuciones del Sector de Higgs (CSH), donde

∆κCSH

V (0)∗ = ∆κCSH

V (0)∗ +∆κCSH

Z(0)∗Excl.
, (3.14a)

λCSH

V (0)∗ = λCSH

V (0)∗ + λCSH

Z(0)∗Excl.
. (3.14b)

Estas constan de dos partes. La primera está conformada por contribuciones comunes para los
casos V (0)∗ = A(0)∗ y V (0)∗ = Z(0)∗. La diferencia radica en que son proporcionales a diferentes
constantes:

∆κCSH

V (0)∗ = ∆κCSH

V (0)∗,A(m)
G

+∆κCSH

V (0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

+∆κCSH

V (0)∗,WsWsH
+∆κCEM

V (0),WsWsV
, (3.15a)

λCSH

V (0)∗ = λCSH

V (0)∗,A(m)
G

+ λCSH

V (0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

+ λCSH

V (0)∗,WsWsH
. (3.15b)

Por último, tenemos aquellas contribuciones que sólo existen para el caso V (0)∗ = Z(0)∗:

∆κCSH

Z(0)∗Excl.
= ∆κCSH

Z(0)∗,HWsZs
+∆κCSH

Z(0)∗,V VWs
+∆κCSH

Z(0)∗,WsV H +∆κCSH
Z(0)∗,WZH +∆κCSH

Z(0)∗,WZsH
,

(3.16a)

λCSH

Z(0)∗Excl.
= λCSH

Z(0)∗,HWsZs
. (3.16b)

Esta diferenciación para las CSH se debe al rompimiento espontáneo de la simetría electrodébil
al grupo electromagnético, lo que impacta a la dinámica del sector de Higgs. A continuación,
analizaremos y explicaremos la causa de esta distinción.

3.2. Contribuciones Puras de Norma
De la amplia gama de interacciones suscitadas por los mecanismos de compactificación y de

Higgs, conviene separar la totalidad de diagramas de acuerdo al sector de donde emergen sus vérti-
ces. Distinguiremos entre aquellos acoplamientos que afloran del sector de Yang-Mills, de aquellos
que brotan del sector de Higgs. Esto debido a que los primeros tienen como origen el tensor de inten-
sidad extradimensionalWi

MN (2.19a); el cuál es manifiestamente covariante bajo SUL(2,Md). Una
vez se atraviesa el protocolo de compactificación, todas estas interacciones guardarán una invarian-
za explícita bajo el grupo usual SUL(2,M4); incluidas aquellas implementadas en el formalismo
Campo-Anticampo; gracias a la forma covariante en que se fijó la norma.

Por otra parte, el modo cero del sector extradimensional de Higgs (2.61); es el encargado de
romper espontáneamente la simetría del grupo electrodébil en aquella del grupo electromagnético
a la escala de Fermi v: SUL(2,M4)× UY (1,M4)

v−→ Ue(1,M4). Lo que significa que en términos
de los grados de libertad efectivos, la dinámica del sector de Higgs será explícitamente covariante
bajo Ue(1,M4), aunque mantiene su invarianza implícitamente bajo el grupo electrodébil. Estas
diferencias se harán evidentes cuando comparemos las contribuciones del sector de Higgs a los
vértices WWγ∗ y WWZ∗.

En este apartado presentamos los diagramas cuyas interacciones provienen de las curvaturas de
Yang-Mills, que involucran a los campos W (0)i

µ , W (m)i
µ y W

(m)i
n̄ ; así como de la dinámica proveniente

de LFPG, donde se matrimonia el par C(m)i- C̄(m)i que se acopla a los modos cero vectoriales. Nos
referiremos a estas contribuciones como Contribuciones Puras de Norma (CPN).

3.2.1. Circulación Vector-Vector
Los diagramas donde se integran únicamente excitaciones vectoriales en el loop, resultan en la

siguiente contribución:
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W (m)+

V (m)

W (m)+

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.17a)

+

V (m)

W (m)−

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.17b)

+

V (m)

W (m)+

W
(0)+
α (p− q)

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)−
β (−p− q)

(3.17c)

+

W (m)−W (m)−

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.17d)

(3.17)

Solo el diagrama de triángulo (3.17a) contribuye al factor λ, debido a que es el único
conformado por un producto de tres vértices proporcionales linealmente a los momentos. Por el
mismo hecho, este es el único diagrama que arroja términos proporcionales a qµqαqβ . Además de
términos proporcionales a qµgαβ . Sin embargo, la suma de los coeficientes de cada una de estas
estructuras que contienen a qµ es idénticamente cero en este diagrama.

El segundo (3.17b) y tercer (3.17c) diagrama son iguales a

V (m)

W (m)−

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

= g2V (KK)B
V 2
0 (−8pµgαβ − 8qµgαβ + 16qαgβµ) ,

(3.18)
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V (m)

W (m)−

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

= g2V (KK)B
V 2
0 (−8pµgαβ + 8qµgαβ − 16qβgαµ) ,

(3.19)
por lo que su suma cancela al factor qµgαβ , además de que se obtiene un coeficiente común para
la estructura de interés (qβgαµ − qαgβµ).

El cuarto diagrama (3.17d) sólo contiene una contribución común para la resta (qβgαµ−qαgβµ),
y no arroja términos con qµ ni pµ. Como se esperaba, la contribución total de este sector no
contiene términos que dependan de qµ, por lo que se cumple la identidad de Ward.

Se obtienen los siguientes factores de forma libres de divergencias ultravioletas; respecto a las
sumas continuas. En el capítulo 4 mostraremos que esta contribución a los factores de forma, así
como todas las demás que se presentan en este capítulo, son finitas.

∆κCPN

V (0)∗,V (m) = g2V (KK)

∑
(m)

1(
Q2 − 4m2

W (0)

)3
(
a1k

2
(m)∆BQV 2

0 + a2k
2
(m)∆BV 2V 3

0 + a3k
2
(m)∆BV 3W3

0

+ a4∆BQV 2
0 + a5∆BV 2V 3

0 + a6∆BV 3W3
0 + c1k

2
(m)C

Q
0 + c2C

Q
0 + b1

ϵ

2
BW3

0

)
(3.20)

λCPN

V (0)∗,V (m) = g2V (KK)

∑
(m)

1(
Q2 − 4m2

W (0)

)3
(
a7k

2
(m)∆BQV 2

0 + a8k
2
(m)∆BV 2V 3

0 + a9k
2
(m)∆BV 3W3

0

+ a10∆BQV 2
0 + a11∆BV 2V 3

0 + a12∆BV 3W3
0 + c3k

2
(m)C

Q
0 + c4C

Q
0 + b2

ϵ

2
BW3

0

)
(3.21)

Donde hemos definido:

Q2 ≡ 4q2 (3.22a)

∆BQV 2
0 ≡ B0(Q

2,m2
W (m) ,m

2
W (m))−B0(m

2
W (0) ,m

2
V (m) ,m

2
W (m)) (3.22b)

∆BV 2V 3
0 ≡ B0(m

2
W (0) ,m

2
V (m) ,m

2
W (m))−B0(0,m

2
V (m) ,m

2
V (m)) (3.22c)

∆BV 3W3
0 ≡ B0(0,m

2
V (m) ,m

2
V (m))−B0(0,m

2
W (m) ,m

2
W (m)) (3.22d)

CQ
0 ≡ C0(Q

2,m2
W (0) ,m

2
W (0) ,m

2
W (m) ,m

2
W (m) ,m

2
V (m)) (3.22e)

BW3
0 ≡ B0(0,m

2
W (m) ,m

2
W (m)), (3.22f)

BV 2
0 ≡ B0(m

2
W (0) ,m

2
V (m) ,m

2
W (m)), (3.22g)
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y los factores ai, bi y ci son polinomios que dependen de las masas y la energía de la colisión. Su
forma detallada se encuentra en el Apéndice A.

3.2.2. Circulación Ghost-Antighost

Las contribuciones dadas por la dinámica del par ghost-antighost tienen las mismas topologías
que las contribuciones netamente vectoriales, lo cuál es consecuencia de nuestro procedimiento
covariante de fijación de la norma. Cada amplitud se multiplica por un factor de −1 por ser
campos fermiónicos, y también por un factor de 2 para considerar tanto a los ghost como a los
antighost.

C(m)±, C̄(m)±

C
(m)
V , C̄

(m)
V

C(m)±, C̄(m)±

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.23a)

+

C
(m)
V , C̄

(m)
V

C(m)±, C̄(m)±

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.23b)

+

C
(m)
V , C̄

(m)
V

C(m)±, C̄(m)±

W
(0)+
α (p− q)

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)−
β (−p− q)

(3.23c)

+
C(m)±, C̄(m)±C(m)±, C̄(m)±

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.23d)

(3.23)

El diagrama de triangulo (3.23a) es el único que contribuye a ambos factores de forma. También
de este diagrama se obtienen términos proporcionales a qµgαβ y qµqαqβ , pero los coeficientes de
cada una de estas estructuras que involucran a qµ suman cero. El resto de diagramas (3.23b),
(3.23c) y (3.23d) resultan ser cero individualmente. Por lo que la contribución de este bloque de
diagramas también preserva identidad de Ward.

Los factores de forma que surgen de este sector, guardan una relación simple con aquellos
obtenidos en los diagramas Vector-Vector, (3.20) y (3.21):

∆κCPN

V (0)∗,C
(m)
V

= −1

2
∆κCPN

V (0)∗,V (m) + g2V (KK)

∑
(m)

4
(
m2

V (0) −m2
W (0)

)
CV

0 (3.24)
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λCPN

V (0)∗,C
(m)
V

= −1

2
λCPN

V (0)∗,V (m) (3.25)

3.2.3. Circulación n− 1 Escalares
Del 0-tensor de la curvatura no abeliana (2.35), surgen n − 1 excitaciones escalares físicas

degeneradas en masa, la cuál resulta ser idéntica a la masa de las excitaciones vectoriales. Su
contribución guarda una estrecha similitud con la de los sectores anteriores, pues recordemos que
todos estos campos tienen origen en la misma curvatura del grupo SUL(2,Md). Los diagramas
posibles donde circulan estos n− 1 escalares físicos son:

W
(m)+
n̄

V
(m)
n̄

W
(m)+
n̄

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.26a)

+

V
(m)
n̄

W
(m)−
n̄

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.26b)

+

V
(m)
n̄

W
(m)+
n̄

W
(0)+
α (p− q)

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)−
β (−p− q)

(3.26c)

+

W
(m)−
n̄W

(m)−
n̄

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.26d)

(3.26)

Se encuentra la siguiente relación entre la contribución de los n−1 campos escalares con aquella
del par ghost-antighost, (3.24) y (3.24):

∆κCPN

V (0)∗,S
(m)
n−1

= −n− 1

2
∆κCPN

V (0)∗,C
(m)
V

, (3.27)

λCPN

V (0)∗,S
(m)
n−1

= −n− 1

2
λCPN

V (0)∗,C
(m)
V

. (3.28)

Aquí, al igual que en el sector fantasma-antifantasma, encontramos que sólo el diagrama
triangular (3.26a) es distinto de cero. También en este diagrama emergen términos del tipo qµgαβ
y qµqαqβ ; pero para cada una de estas estructuras, sus coeficientes suman cero.

69



Contribuciones a los vértices WWγ∗ y WWZ∗ a un lazo
3.2 Contribuciones Puras de Norma

3.2.4. Circulación Escalar-Vectorial

Existen 3 contribuciones mixtas donde circulan campos vectoriales y un escalar dentro del
loop, que son comunes tanto a V (0)∗ = A(0)∗ como a V (0)∗ = Z(0)∗. Difiriendo únicamente en la
constante gV (0) . Estos diagramas sólo contribuyen al factor ∆κ.

El primero es cuando circula una excitación del Higgs, H(m), y dos excitaciones vectoriales
W

(m)±
µ :

W (m)+

H(m)

W (m)+

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.29a)

(3.29)

∆κCPN

V (0)∗,V V H
=
∑
(m)

g2m2
W (0)4

(
∆BQH2

0 +m2
H(0)C

H
0

)
(
Q2 − 4m2

W (0)

) (3.30)

En los otros dos diagramas, circulan las mismas dos excitaciones vectoriales W
(m)±
µ , junto con

el n-ésimo escalar físico Z
(m)
n y el pseudo bosón de Goldstone G

(m)
Z :

W (m)+

Z
(m)
n

W (m)+

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.31a)

+
W (m)+

G
(m)
Z

W (m)+

V
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.31b)

(3.31)

∆κCPN

V (0)∗,V V Zs
=
∑
(m)

g2c2Wm2
Z(0)4

(
∆BQZ2

0 +m2
Z(0)C

Z
0

)
(
Q2 − 4m2

W (0)

) (3.32)

Donde se hicieron las siguientes definiciones
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∆BQH2
0 ≡ B0(Q

2,m2
W (m) ,m

2
W (m))−B0(m

2
W (0) ,m

2
H(m) ,m

2
W (m)), (3.33a)

∆BQZ2
0 ≡ B0(Q

2,m2
W (m) ,m

2
W (m))−B0(m

2
W (0) ,m

2
Z(m) ,m

2
W (m)), (3.33b)

CH
0 ≡ C0(Q

2,m2
W (0) ,m

2
W (0) ,m

2
W (m) ,m

2
W (m) ,m

2
H(m)), (3.33c)

CZ
0 ≡ C0(Q

2,m2
W (0) ,m

2
W (0) ,m

2
W (m) ,m

2
W (m) ,m

2
Z(m)). (3.33d)

El acoplamiento de Zn(m) con los campos vectoriales es proporcional al coseno del ángulo de
KK κ

(m)
Ω ; mientras que el de G

(m)
Z es proporcional al seno ς

(m)
Ω . Es muy interesante notar que

cuando sumamos ambos diagramas, (3.31a) con (3.31b), obtenemos un resultado independiente
del ángulo de KK, Ω.

Ninguno de estos tres diagramas (3.29a), (3.31a) y (3.31b), arroja términos proporcionales a qµ.

Es remarcable notar que en estas Contribuciones Puras de Norma (CPN), la única forma de
distinguir a los casos V (0)∗ = A(0)∗ y V (0)∗ = Z(0)∗, es mediante la constante de acoplamiento gV (0) .
Lo cuál nos demuestra que la simetría del grupo de norma SUL(2,M4), se mantiene intacta a nivel
de un lazo para estas contribuciones. Pues recordemos que todas estas interacciones se originan en
la misma estructura de norma de Yang-Mills, encriptada en las curvaturas, − 1

4Wi
MNWMN

i , y la
dinámica del par ghost-antighost con las conexiones, W∗

iMDijMCj ; que después del mecanismo de
compactificación, las interacciones que suscitan son manifiestamente covariantes bajo SUL(2,M4).
Por lo que era de esperarse que todas las contribuciones del sector de Yang-Mills a estos vértices,
mantuvieran explícitamente su covarianza de norma; gracias a la elección especial del procedimiento
para fijar la norma de forma covariante.

3.3. Contribuciones del Sector de Higgs

En esta sección se concentran los diagramas construidos con vértices provenientes del sector de
Higgs, que son afectados por el rompimiento de la simetría electrodébil SUL(2,M4)× UY (1,M4)
al grupo electromagnético Ue(1,M4). Por esta razón, la simetría electrodébil no es manifiesta
explícitamente en los diagramas de este sector; sino que se encuentra oculta. Esta es la razón por
la cuál existe una ligera diferencia entre las contribuciones a ∆κCSH

A(0)∗ y λCSH

A(0)∗ ; en comparación con
∆κCSH

Z(0)∗ y λCSH

Z(0)∗ . Además, es por esta misma razón que emergen las contribuciones ∆κCSH

Z(0)∗Excl.
y

λCSH

Z(0)∗Excl.
, exclusivas del caso V (0)∗ = Z(0)∗. Ya que sólo en este caso se genera una especie de cam-

bio de sabor para los campos de KK, lo que amplía la riqueza de los diagramas a considerar en tal
caso. Nos referiremos a todas estas contribuciones como Contribuciones del Sector de Higgs (CSH).

Dentro de las contribuciones ∆κCSH

V (0)∗ y λCSH

V (0)∗ , tendremos principalmente dos tipos de diagramas:
aquellos donde solo circulan escalares en el loop, y aquellos donde se mezclan campos escalares con
campos vectoriales en el loop.

3.3.1. Diagramas Comunes a A(0)∗ y Z(0)∗

Circulación Escalar Pura: Higgs, n-ésimos Escalares Físicos y Pseudo Bosones de
Goldstone.

Diagramas escalares posibles para A(0)∗:

Para el caso V (0)∗ = A(0)∗, cuando sólo se integran campos escalares dentro del loop, se
encuentra que los diagramas posibles de construir son:
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W
(m)+
n

S(m)

W
(m)+
n

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.34a)

+

S(m)

W
(m)−
n

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.34b)

+

S(m)

W
(m)+
n

W
(0)+
α (p− q)

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)−
β (−p− q)

(3.34c)

+

W
(m)−
nW

(m)−
n

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.34d)

+

(
W (m)±

n → G
(m)±
W

)
(3.34)

Donde S(m) = A
(m)
G , Z(m)

n , G(m)
Z y H(m). Es interesante notar que sólo los diagramas de

triangulo (3.34a) son distintos de cero. Estos diagramas de triángulo, (3.34a), arrojan también
términos proporcionales a qµgαβ y qµqαqβ ; pero en cada diagrama, los coeficientes de estas
estructuras tensoriales suman cero exactamente. Por lo que no existe dependencia de qµ.

Diagramas escalares posibles para Z(0)∗

En el caso V (0)∗ = Z(0)∗, cuando únicamente circulan campos escalares en los diagramas de
lazo, tenemos una variedad de diagramas similares a los diagramas del caso V (0)∗ = A(0)∗

(3.34); pero se añaden nuevos diagramas que son posibles gracias al cambio de sabor entre
los escalares cargados W

(m)±
n y G

(m)±
W :
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W
(m)+
n

S(m)

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.35a)

+
W

(m)+
n

S(m)

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.35b)

+

S(m)

W
(m)−
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.35c)

+

S(m)

W
(m)+
n

W
(0)+
α (p− q)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)−
β (−p− q)

(3.35d)

+

W
(m)−
nW

(m)−
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.35e)

+
G

(m)−
WW

(m)−
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.35f)

+

(
W (m)±

n → G
(m)±
W

)
(3.35)

Donde S(m) = A
(m)
G , Z

(m)
n , G

(m)
Z y H(m). Resulta ser que sólo los diagramas triangula-

res (3.35a) y (3.35b) son distintos de cero. Todos los demás son cero individualmente.
Los diagramas triangulares nos arrojan términos proporcionales a qµgαβ y qµqαqβ , pero
para cada diagrama, los coeficientes de estas estructuras indeseadas suman cero exactamente.

Contribuciones a ∆κCSH

A(0)∗,A(m)
G

y λCSH

A(0)∗,A(m)
G

:

Para el caso V (0)∗ = A(0)∗, cuando circula el pseudo bosón A
(m)
G , se tienen los siguientes

diagramas distintos de cero:
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W
(m)+
n

A
(m)
G

W
(m)+
n

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.36a)

+
G

(m)+
W

A
(m)
G

G
(m)+
W

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.36b)

(3.36)

Los factores de forma que arrojan estos diagramas, guardan la siguiente relación sobresaliente
con los del sector ghost-antighost, (3.24) y (3.25). Esto es una consecuencia directa de haber
implementado una norma no lineal [39, 38]:

∆κCSH

A(0)∗,A(m)
G

= −1

2
∆κCPN

A(0)∗,C(m)
A

, (3.37)

λCSH

A(0)∗,A(m)
G

= −1

2
λCPN

A(0)∗,C(m)
A

. (3.38)

Los acoplamientos entre los pseudo bosones de Goldstone A
(m)
G y W

(m)±
n , son proporcionales

al seno del ángulo de KK, ς(m)
Θ . Mientras que los acoplamientos entre A

(m)
G y G

(m)±
W , son

proporcionales al coseno, κ
(m)
Θ . Notablemente, al sumar ambos diagramas, (3.36a) con

(3.36b), obtenemos un resultado independiente del ángulo de mezcla de KK, Θ.

Contribuciones a ∆κCSH

Z(0)∗,A(m)
G

y λCSH

Z(0)∗,A(m)
G

:

Para el caso V (0)∗ = Z(0)∗, consideramos las siguientes contribuciones de A
(m)
G :
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W
(m)+
n

A
(m)
G

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.39a)

+
G

(m)+
W

A
(m)
G

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.39b)

+
W

(m)+
n

A
(m)
G

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.39c)

+
G

(m)+
W

A
(m)
G

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.39d)

(3.39)

Al sumar todos estos diagramas, se encuentra la siguiente relación entre sus factores de forma
con su contribución análoga del sector ghost-antighost (3.24) y (3.25):

∆κCSH

Z(0)∗,A(m)
G

= −1

2
∆κCPN

Z(0)∗,C(m)
A

, (3.40)

λCSH

Z(0)∗,A(m)
G

= −1

2
∆λCPN

Z(0)∗,C(m)
A

. (3.41)

Los acoplamientos de los escalares cargados W
(m)±
n y G

(m)±
W , con el bosón de norma Z

(0)
µ ;

dependen de ς
(m)
Θ y κ

(m)
Θ . Pero la suma de los cuatro diagramas cancela toda dependencia

del ángulo de KK, Θ.

Hacemos notar que cuando circula el pseudo bosón A
(m)
G , los factores de forma de ambos

casos: (3.37) y (3.38) cuando V (0)∗ = A(0)∗; cumplen la misma relación que (3.40) y (3.41),
cuando V (0)∗ = Z(0)∗.

Contribuciones a ∆κCSH

A(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

y λCSH

A(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

Para el caso V (0)∗ = A(0)∗, cuando circulan los escalares neutros Z(m)
n y G

(m)
Z , tenemos cuatro

diagramas distintos de cero:
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W
(m)+
n

Z
(m)
n

W
(m)+
n

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.42a)

+
G

(m)+
W

Z
(m)
n

G
(m)+
W

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.42b)

+

(
Z(m)
n → G

(m)
Z

)
(3.42)

En este escenario, la mezcla del escalar no físico de Yang-Mills Z(m)
G , con el escalar neutro del

doblete Higgs S(m)
Z ; que forman a los escalares Z(m)

n y G
(m)
Z , resulta en una modificación a la

relación que se esperaría entre esta contribución con su contraparte del sector ghost-antighost.
Las relaciones análogas a (3.37) y (3.38), que cumplen estos diagramas son:

∆κCSH

A(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

= −1

2

(
1 +

1

c2W

)
∆κCPG

A(0)∗,C(m)
Z

, (3.43)

λCSH

A(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

= −1

2

(
1 +

1

c2W

)
λCPG

A(0)∗,C(m)
Z

. (3.44)

Podemos atribuir tal modificación al escalar S
(m)
Z , que no es proporcional a cW en la

lagrangiana.

En estos diagramas tenemos distintos acoplamientos entre los escalares cargados W
(m)±
n y

G
(m)±
W , con los escalares neutros Z

(m)
n y G

(m)
Z . Cada uno de estos acoplamientos son propor-

cionales a sumas y restas de productos entre ς
(m)
Θ , κ(m)

Θ , ς(m)
Ω y κ

(m)
Ω . De manera remarcable,

al sumar todos los diagramas (3.42a), (3.42b), y sus análogos al hacer Z
(m)
n → G

(m)
Z ,

obtenemos un resultado independiente de los ángulos de KK, Θ y Ω.

Contribuciones a ∆κCSH

Z(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

y λCSH

Z(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

Para el caso V (0)∗ = Z(0)∗, cuando circulan los escalares neutros Z
(m)
G y G

(m)
Z , tenemos los

siguientes ocho diagramas:
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W
(m)+
n

G
(m)
Z

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.45a)

+
G

(m)+
W

G
(m)
Z

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.45b)

+
W

(m)+
n

G
(m)
Z

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.45c)

+
G

(m)+
W

G
(m)
Z

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.45d)

+
W

(m)+
n

Z
(m)
n

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.45e)

+
G

(m)+
W

Z
(m)
n

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.45f)

+
W

(m)+
n

Z
(m)
n

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.45g)

+
G

(m)+
W

Z
(m)
n

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.45h)

(3.45)

La contribución que resulta de sumar todos estos diagramas (3.45), cumple la siguiente rela-
ción con su contraparte ghost-antighost (3.24) y (3.25):
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∆κCSH

Z(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

= −1

2

(
1 +

1− 2c2W
8c4W

)
∆κCPN

Z(0)∗,C(m)
Z

, (3.46)

λCSH

Z(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

= −1

2

(
1 +

1− 2c2W
8c4W

)
λCPN

Z(0)∗,C(m)
Z

. (3.47)

Aquí también ocurre que el escalar del doblete de Higgs S
(m)
Z introduce acoplamientos que

no son proporcionales a cW . Lo que ocasiona que las relaciones (3.46) y (3.47), no coincidan
con (3.40) y (3.41).

Los distintos acoplamientos entre los escalares cargados, W (m)±
n y G

(m)±
W ; con los escalares

neutros, Z
(m)
n y G

(m)
Z , dependen de sumas y restas de productos entre ς

(m)
Θ , κ

(m)
Θ , ς

(m)
Ω y

κ
(m)
Ω . Sin embargo, la suma de todos estos diagramas (3.45) conspira para eliminar toda

dependencia de los ángulos de mezcla, Θ y Ω.

Traemos a la atención que cuando circulan los escalares Z
(m)
n y G

(m)
Z , los factores de forma

de ambos casos: (3.43) y (3.44) cuando V (0)∗ = A(0)∗; difieren ligeramente respecto a las
relaciones (3.46) y (3.47), cuando V (0)∗ = Z(0)∗. Ya que en cada caso, la proporcionalidad
depende de constantes distintas. Esta es una manifestación sutil de cómo el rompimiento de
la simetría electrodébil; afecta las interacciones del sector de Higgs.

Contribuciones a ∆κCSH

A(0)∗,WsWsH
y λCSH

A(0)∗,WsWsH
:

Los últimos diagramas netamente escalares para V (0)∗ = A(0)∗, describen la contribución de
una excitación del Higgs H(m) con los escalares cargados W

(m)±
n y G

(m)±
W :

W
(m)+
n

H(m)

W
(m)+
n

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.48a)

+
G

(m)+
W

H(m)

G
(m)+
W

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.48b)

(3.48)
Los factores de forma que arrojan estos diagramas son idénticos a aquellos del sector ghost-
antighost, (3.24) y (3.25), salvo el intercambio mV (0) → mH(0) y un factor de proporcionali-
dad:

∆κCSH

A(0)∗,WsWsH
= − g2

8g2
V (KK)

∆κCPN

V (0)∗,C
(m)
V

, con mV (0) → mH(0) . (3.49)

λCSH

A(0)∗,WsWsH
= − g2

8g2
V (KK)

λCPN

V (0)∗,C
(m)
V

, con mV (0) → mH(0) . (3.50)

78



Contribuciones a los vértices WWγ∗ y WWZ∗ a un lazo
3.3 Contribuciones del Sector de Higgs

La suma de ambos diagramas,(3.48a) con (3.48b), elimina toda dependencia del ángulo de
mezcla Θ.

Contribuciones a ∆κCSH

Z(0)∗,WsWsH
y λCSH

Z(0)∗,WsWsH
:

La última contribución netamente escalar, para el caso V (0)∗ = Z(0)∗, consta de los siguientes
diagramas con el Higgs:

W
(m)+
n

H(m)

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.51a)

+
G

(m)+
W

H(m)

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.51b)

+
W

(m)+
n

H(m)

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.51c)

+
G

(m)+
W

H(m)

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.51d)

.

(3.51)

Esta contribución guarda una simple relación con su contraparte V (0)∗ = A(0)∗, (3.49) y
(3.50):

∆κCSH

Z(0)∗,WsWsH
=

(
1− 1

2c2W

)
∆κCSH

A(0)∗,WsWsH
(3.52)

λCEM

Z(0),WsWsH
=

(
1− 1

2c2W

)
λCEM

A(0),WsWsH
(3.53)

Esta diferenciación es otra manifestación más de cómo el rompimiento de la simetría electro-
débil; matiza ligeramente a las interacciones mediadas por A(0)∗ y Z(0)∗.
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Circulación Escalar-Vectorial:

Contribuciones a ∆κCEM

A(0),WsWsV

Para concluir las contribuciones del caso V (0)∗ = A(m), tenemos los siguientes diagramas
posibles que incorporan una excitación vectorial interna con dos escalares:

W
(m)+
n

V (m)

W
(m)+
n

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.54a)

+
G

(m)+
W

V (m)

G
(m)+
W

A
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.54b)

.

(3.54)

Estos sólo contribuyen al factor ∆κ:

∆κCSH

A(0),WsWsV
=
∑
(m)

8δA(0),V (m)

(
∆BQV 2

0 +
(
−2m2

W (0) +m2
V (0) +

1
2Q

2
)
CQ

0

)
(
Q2 − 4m2

W (0)

) , (3.55)

Donde

δA(0),A(m) = e2m2
W (0) (3.56a)

δA(0),Z(m) =
g2

4
(1− 2cW )2m2

Z(0) . (3.56b)

Cada uno de estos diagramas, (3.54a) y (3.54b), arroja términos proporcionales a qµgαβ , pero
para cada diagrama, el coeficiente total de esta estructura es cero.

Contribuciones a ∆κCEM

Z(0),WsWsV

Los diagramas análogos a (3.54) para el caso V (0)∗ = Z(0)∗, incorporan cambio de sabor entre
escalares:
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W
(m)+
n

V (m)

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.57a)

+
G

(m)+
W

V (m)

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.57b)

+
W

(m)+
n

V (m)

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.57c)

+
G

(m)+
W

V (m)

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.57d)

(3.57)

Cuya contribución satisface la siguiente relación con su contraparte V (0)∗ = A(0)∗ (3.55):

∆κCSH

Z(0)∗,WsWsV
=

(
1− 1

2c2W

)
∆κCSH

A(0)∗,WsWsV
. (3.58)

Solo al sumar estos cuatro diagramas (3.57) se elimina toda dependencia de la estructura
qµgαβ , la única estructura tensorial indeseada que surge. También al sumar los cuatro
diagramas se elimina toda dependencia del ángulo de KK, Θ.

Es remarcable notar que la constante que enlaza a ambas contribuciones donde circulan
campos escalares y vectoriales en el loop, coincide con aquella que enlaza el caso netamente
escalar donde circula el Higgs (3.52). Este hecho nos demuestra que, a pesar de que la simetría
electrodébil se ha roto espontáneamente, ésta se encuentra aún presente en la teoría de manera
implícita. El hecho de que estas amplitudes para V (0)∗ = A(0)∗ y V (0)∗ = Z(0)∗, coincidan
hasta una constante de proporcionalidad, es consecuencia del vestigio de simetría electrodébil;
que aún sigue gobernando el trasfondo dinámico del sector de Higgs.

3.3.2. Contribuciones Únicas de Z(0)∗

Como se mencionó anteriormente, la manera especial en la que se removió la degeneración de
norma de la teoría; despliega una abundante multiplicidad de interacciones posibles entre el bosón
neutro Z

(0)∗
µ con las diversas excitaciones vectoriales y escalares presentes en la teoría, ya que

sólo éste bosón de norma tiene el atributo de introducir una especie de cambio de sabor entre los
campos de KK.
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Circulación Escalar Pura: Higgs, n-ésimos Escalares Físicos y Pseudo Bosones de
Goldstone.

Contribución a ∆κCSH
Z(0)∗,HWsZs

y λCSH
Z(0)∗,HWsZs

:

Dentro de las contribuciones exclusivas para el caso V (0)∗ = Z(0)∗, es posible construir los
siguientes diagramas netamente escalares:

H(m)

G
(m)+
W

Z
(m)
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.59a)

+
Z

(m)
n

G
(m)+
W

H(m)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.59b)

+
H(m)

G
(m)+
W

G
(m)
Z

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.59c)

+
G

(m)
Z

G
(m)+
W

H(m)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.59d)

+
H(m)

W
(m)+
n

Z
(m)
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.59e)

+
Z

(m)
n

W
(m)+
n

H(m)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.59f)

+
H(m)

W
(m)+
n

G
(m)
Z

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.59g)

+
G

(m)
Z

W
(m)+
n

H(m)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.59h)

(3.59)

La suma de todos estos diagramas (3.59) resulta en contribuciones para ambos factores de
forma:
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∆κCSH

Z(0)∗,HWsZs
=

g2

c2W

∑
(m)

1(
Q2 − 4m2

W (0)

)3
(
a13k

2
(m)∆BHZH2

0 + a14k
2
(m)∆BH2H3

0 + a15k
2
(m)∆BZ2Z3

0

+ a16k
2
(m)∆BZ2W3

0 + a17k
2
(m)∆BH3Z3

0 + a18∆BHZH2
0 + a19∆BH2H3

0 + a20∆BZ2Z3
0

+ a21∆BZ2W3
0 + a22∆BH3Z3

0 + c5k
2
(m)C

HZ
0 + c6C

HZ
0 + b3

ϵ

2
BW3

0

)
(3.60)

λCSH

Z(0)∗,HWsZs
=

g2

c2W

∑
(m)

1(
Q2 − 4m2

W (0)

)3
(
a23k

2
(m)∆BHZH2

0 + a24k
2
(m)∆BH2H3

0 + a25k
2
(m)∆BZ2Z3

0

+ a26k
2
(m)∆BZ2W3

0 + a27k
2
(m)∆BH3Z3

0 + a28∆BHZH2
0 + a29∆BH2H3

0 + a30∆BZ2Z3
0

+ a31∆BZ2W3
0 + a32∆BH3Z3

0 + c7k
2
(m)C

HZ
0 + c8C

HZ
0 + b4

ϵ

2
BW3

0

)
(3.61)

Donde se definió:

∆BHZH2
0 ≡ B0(Q

2,m2
H(m) ,m

2
Z(m))−B0(m

2
W (0) ,m

2
H(m) ,m

2
W (m)) (3.62a)

BH2H3
0 ≡ B0(m

2
W (0) ,m

2
H(m) ,m

2
W (m))−B0(0,m

2
H(m) ,m

2
H(m)) (3.62b)

BZ2Z3
0 ≡ B0(m

2
W (0) ,m

2
Z(m) ,m

2
W (m))−B0(0,m

2
Z(m) ,m

2
Z(m)) (3.62c)

BZ2W3
0 ≡ B0(m

2
W (0) ,m

2
Z(m) ,m

2
W (m))−B0(0,m

2
W (m) ,m

2
W (m)) (3.62d)

BH3Z3
0 ≡ B0(0,m

2
H(m) ,m

2
H(m))−B0(0,m

2
Z(m) ,m

2
Z(m)) (3.62e)

CHZ
0 ≡ C0(Q

2,m2
W (0) ,m

2
W (0) ,m

2
H(m) ,m

2
Z(m) ,m

2
W (0)) (3.62f)

Estos diagramas deben ser sumados por pares horizontalmente para eliminar los términos
indeseables proporcionales a qµgαβ y qµqαqβ ; y también para obtener un coeficiente común a
(qβgαµ − qαgβµ). Por ejemplo, al sumar a los diagramas (3.59a) con (3.59b), se eliminan los
términos indeseables proporcionales a qµgαβ y qµqαqβ , y además obtenemos un coeficiente
común para la estructura de interés (qβgαµ − qαgβµ). Lo mismo ocurre al sumar a los
diagramas (3.59c) con (3.59d), (3.59e) con (3.59f), etc.

Respecto a la dependencia de los ángulos de mezcla Θ y Ω; resulta ser que sólo al sumar todos
estos diagramas (3.59), se obtienen factores de forma totalmente independientes de dichos
ángulos de KK. La forma explícita de los factores ai, bi y ci se despliega en el Apéndice A.

Circulación Escalar-Vector

Contribuciones a ∆κCSH
Z(0)∗,V VWs

, ∆κCSH
Z(0)∗,WsV H

, ∆κCSH
Z(0)∗,WZH

y ∆κCSH
Z(0)∗,WZsH

.

Los siguientes diagramas que mezclan escalares y vectores, son exclusivos del caso V (0)∗ =
Z(0)∗:
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W
(m)
n

V (m)

W (m)+

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.63a)

+
W (m)+

V (m)

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.63b)

+
G

(m)
W

V (m)

W (m)+

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.63c)

+
W (m)+

V (m)

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.63d)

(3.63)

Que sólo contribuyen al factor ∆κ:

∆κCSH

Z(0)∗,V V Ws
=

δZ(0),V (m)4
(
∆BQV 2

0 + CQ
0

(
−4m2

W (0) +m2
V (0) +Q2

))(
Q2 − 4m2

W (0)

) , (3.64)

donde

δZ(0),A(m) = e2m2
Z(0) (3.65a)

δZ(0),Z(m) =
g2

2
(2c2W − 1)m2

Z(0) . (3.65b)

Al sumar horizontalmente a los diagramas (3.63a) con (3.63b), se obtiene un coeficiente
común para la estructura de interés (qβgαµ − qαgβµ); y también de esta manera se cancelan
los términos proporcionales a qµgαβ , que es la única estructura indeseada que se genera. Lo
mismo ocurre para las suma de (3.63c) con (3.63d).

También es posible construir diagramas similares a los anteriores, con una excitación del
Higgs H(m) en lugar del vector neutro excitado V (m):
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W
(m)
n

H(m)

W (m)+

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.66a)

+
W (m)+

H(m)

W
(m)+
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.66b)

+
G

(m)
W

H(m)

W (m)+

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.66c)

+
W (m)+

H(m)

G
(m)+
W

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.66d)

(3.66)

Los cuales sólo contribuyen al factor ∆κ. Al sumar los diagramas horizontalmente: (3.66a)
con (3.66b), y (3.66c) con (3.66d); obtenemos un coeficiente común para (qαgβµ−qβgαµ). No
se genera ningún término con qµ en estos diagramas. La suma de estos cuatro diagramas es
independiente del ángulo de mezcla, Θ.

∆κCSH

Z(0)∗,WsV H
=

g2m2
Z(0)

(
∆BQH2

0 +m2
H(0)C

H
0

)
(
4m2

W (0) −Q2
) . (3.67)

Otra combinación única para el caso V (0)∗ = Z(0)∗ es:

H(m)

W (m)−

Z(m)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.68a)

+
Z(m)

W (m)+

H(m)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.68b)

(3.68)
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Que de igual manera, sólo contribuyen a ∆κ:

∆κCSN

Z(0)∗,WZH
=

4g2m2
Z(0)

Q2
(
Q2 − 4m2

W (0)

)[m2
W (0)

(
∆BH2Z2

0 +
(
m2

Z(0) −m2
H(0)

)
CHZ

0

)
− Q2

2

(
−∆BHZH2

0 +
(
2m2

W (0) +m2
Z(0)

)
CHZ

0

)
+

1

2
Q4CHZ

0

]
,

(3.69)

Es necesario sumar ambos diagramas, (3.68a) con (3.68b), para eliminar toda dependencia
de qµgαβ ; que es la única estructura indeseada que surge. Al sumarlos de esta manera,
también se obtiene un coeficiente común para la estructura de interés (qβgαµ − qαgβµ).

Por último tenemos la siguiente combinación particular que no contribuye al factor λ:

H(m)

W (m)+

Z
(m)
n

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.70a)

+
Z

(m)
n

W (m)+

H(m)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.70b)

+
H(m)

W (m)+

G
(m)
Z

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.70c)

+
G

(m)
Z

W (m)+

H(m)

Z
(0)∗
µ (2q)

W
(0)+
α (p− q) W

(0)−
β (−p− q)

(3.70d)

(3.70)

La suma de estos diagramas nos arroja la siguiente contribución:

∆κCEM

Z(0),WZsH
=

32g2m2
Z(0)(

Q2 − 4m2
W (0)

)[−∆BHZH2
0 −∆BHZZ2

0

+
(
m2

H(0) − 4m2
W (0) +m2

Z(0) −Q2
)
CHZ

0

]
.

(3.71)

Sumando horizontalmente a los diagramas (3.70a) con (3.70b), y a (3.70c) con (3.70d);
se cancelan exactamente los términos proporcionales a qµgαβ . Sólo al sumar los cuatro
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diagramas, se elimina toda dependencia del ángulo de KK, Ω.

Se han definido adicionalmente las siguientes restas de funciones B0:

∆BHZZ2
0 ≡ B0(Q

2,m2
H(m) ,m

2
Z(m))−B0(m

2
W (0) ,m

2
Z(m) ,m

2
W (m)), (3.72a)

BH2Z2
0 ≡ B0(m

2
W (0) ,m

2
H(m) ,m

2
W (m))−B0(m

2
W (0) ,m

2
Z(m) ,m

2
W (m)). (3.72b)

De todas estas interacciones que emanan del sector de Higgs, se puede identificar en los diagra-
mas comunes a V (0)∗ = A(0)∗ y V (0)∗ = Z(0)∗, que ya no sólo difieren por el valor de la constante
de acoplamiento gV (0) = e, cW g; sino que se distinguen mediante constantes más elaboradas que
dependen del coseno del ángulo electrodébil, cW . Esto lo atribuimos a la mezcla delicada entre los
escalares no físicos Z

(m)
G y S

(m)
Z que diagonalizamos para formar a Z

(m)
n y G

(m)
Z . El escalar que

proviene del doblete de Higgs, S(m)
Z , no tiene el coeficiente cW en la lagrangiana, lo que introduce

estas constantes de proporcionalidad particulares entre los casos V (0)∗ = A(0)∗ y V (0)∗ = Z(0)∗.
Fuera de estas constantes, las contribuciones comunes a ambos casos tienen la misma estructura.
Esto refleja el indicio de simetría electrodébil, que aún gobierna a la teoría; aunque esta se haya
roto espontáneamente.

Por otro lado, gracias al cambio de sabor del Z(0)∗, aflora toda una nueva gama de diagramas
que sólo existen en el caso V (0)∗ = Z(0)∗. Esto es un síntoma que nos indica que las contribuciones
provenientes del sector de Higgs, no preservan covarianza electrodébil de manera explícita para las
amplitudes a un lazo; esta sigue presente solo implícitamente. Debido a que este sector es quien
rompe espontáneamente simetría electrodébil, a la simetría electromagnética, mediante el modo
cero del doblete de Higgs Φ(0) → Φ

(0)
0 + Φ̂(0).

Conviene resumir las contribuciones a los factores de forma que hemos obtenido. Recordemos
que las contribuciones bosónicas de KK a un lazo, se dividen en aquellas que surgen del sector de
norma y las que surgen del sector de Higgs:

∆κ(KK)Bsn

1−loop = ∆κCPN

V (0)∗ +∆κCSH

V (0)∗ , (3.73a)
λ(KK)Bsn

1−loop = λCPN

V (0)∗ + λCSH

V (0)∗ . (3.73b)

Las Contribuciones Puras de Norma (CPN) para el factor ∆κ provienen de (3.20), (3.24),
(3.27), (3.30) y (3.32). Mientras que para λ, provienen de (3.21), (3.25) y (3.28).

∆κCPN
V (0)∗ = ∆κCPN

V (0)∗,V (m) +∆κCPN

V (0)∗,C
(m)
V

+∆κCPN

V (0)∗,S
(m)
n−1

+∆κCPN

V (0)∗,V V H
+∆κCPN

V (0)∗,V V Zs
, (3.74a)

λCPN
V (0)∗ = λCPN

V (0)∗,V (m) + λCPN

V (0)∗,C
(m)
V

+ λCPN

V (0)∗,S
(m)
n−1

. (3.74b)

En estas contribuciones, la única forma de diferenciar a los casos V (0)∗ = A(0)∗ de V (0)∗ = Z(0)∗,
es mediante la constante de acoplamiento gV (0) = e, para el primer caso y gV (0) = cW g, para el
segundo. Esto demuestra que las amplitudes a un lazo preservan covarianza de norma electrodébil.

Por otra parte, tenemos a las Contribuciones del Sector de Higgs (CSH), donde

∆κCSH

V (0)∗ = ∆κCSH

V (0)∗ +∆κCSH

Z(0)∗Excl.
, (3.75a)

λCSH

V (0)∗ = λCSH

V (0)∗ + λCSH

Z(0)∗Excl.
. (3.75b)
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Estas contribuciones constan de dos partes. La primera está conformada por diagramas comunes
para los casos V (0)∗ = A(0)∗ y V (0)∗ = Z(0)∗. Las contribuciones comunes al factor ∆κ están dadas
por (3.37), (3.43), (3.49), (3.55), (3.40), (3.46), (3.52) y (3.58). Mientras que las contribuciones
comunes al factor λ están dadas por (3.38), (3.44), (3.50), (3.41), (3.47) y (3.53).

∆κCSH

V (0)∗ = ∆κCSH

A(0)∗,A(m)
G

+∆κCSH

A(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

+∆κCSH

A(0)∗,WsWsH
+∆κCEM

A(0),WsWsV

+∆κCSH

Z(0)∗,A(m)
G

+∆κCSH

Z(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

+∆κCSH

Z(0)∗,WsWsH
+∆κCEM

Z(0),WsWsV

, (3.76a)

λCSH

V (0)∗ = λCSH

A(0)∗,A(m)
G

+ λCSH

A(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

+ λCSH

A(0)∗,WsWsH

+ λCSH

Z(0)∗,A(m)
G

+ λCSH

Z(0)∗,Z(m)
n G

(m)
Z

+ λCSH

Z(0)∗,WsWsH
.

(3.76b)

Estas contribuciones comunes a V (0)∗ = A(0)∗ y V (0)∗ = Z(0)∗, difieren entre sí mediante
distintos factores de proporcionalidad. Pero comparten la misma estructura. Esta es una mani-
festación sutil del impacto que tiene el rompimiento de la simetría electrodébil en el sector de Higgs.

Por último, tenemos aquellas contribuciones que sólo existen en el caso V (0)∗ = Z(0)∗. Para el
factor ∆κ, estas contribuciones están dadas por (3.60), (3.64), (3.67), (3.69) y (3.71). Mientras que
sólo existe una contribución de este tipo al factor λ, dada por (3.61).

∆κCSH

Z(0)∗Excl.
= ∆κCSH

Z(0)∗,HWsZs
+∆κCSH

Z(0)∗,V VWs
+∆κCSH

Z(0)∗,WsV H +∆κCSH
Z(0)∗,WZH +∆κCSH

Z(0)∗,WZsH
,

(3.77a)

λCSH

Z(0)∗Excl.
= λCSH

Z(0)∗,HWsZs
. (3.77b)

El hecho de que existan estas amplitudes exclusivas del caso V (0)∗ = Z(0)∗, es consecuencia del
rompimiento espontáneo de la simetría electrodébil. Y se manifiesta justamente en la dinámica de
este sector, pues recordemos que es a través del doblete usual de Higgs que se lleva a cabo esta
ruptura de simetría.
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¿Cómo puede una teoría crítica morder la
realidad? En primer lugar, hay que hundir
el pensamiento y la creación en la propia
existencia, en la propia época, en la
propia carne. La búsqueda de radicalidad
pasa necesariamente por la radicalidad de
la búsqueda. Aferrar la realidad desde la
propia «vida dañada» no es algo dado. No
basta con abrir los ojos para ver el
presente sin modelo, sin categorías
previas, sin el peso de la repetición, sin
ideología.

Mario Perniola
Los situacionistas
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4.1. Correcciones radiativas en dimensiones extra

En el capítulo 2, desarrollamos la construcción del sector bosónico de la teoría efectiva del
Modelo Estándar extendido a dimensiones extra universales. En este capítulo, elaboraremos al
rededor de ciertos aspectos y dificultades técnicas que afloran en el estudio fenomenológico, a nivel
de correcciones radiativas, de nuestra teoría con dimensiones extra. Nos enfocaremos en escrutinar
el comportamiento divergente de nuestro modelo a nivel de un lazo; pues es a partir de este orden
que se despliegan modificaciones a las observables del Modelo Estándar por la presencia de los
modos de KK [16]. Resulta ser que, además de las divergencias ultravioletas, debidas a efectos de
altas energías en el espacio-tiempo usual, que son ya conocidas en el Modelo Estándar, la presencia
de campos de KK puede dar origen también a este tipo de divergencias UV. Aun más, una nueva
especie de divergencias emerge, en principio, debido a la presencia de un numero infinito de modos
de Fourier para las excitaciones de KK. En esta extensión del Modelo Estándar, se consideran
tres clasificaciones para las funciones de Green: las funciones de Green estándar (definidas como
aquellas amplitudes cuyas patas externas son campos usuales del Modelo Estándar, es decir,
modos cero de KK), las funciones de Green híbridas (cuyas patas externas son una mezcla de
modos cero y modos excitados) y funciones de Green no estándar (donde la totalidad de las patas
externas son excitaciones de KK). El cálculo central de este trabajo, desarrollado en el capítulo
3, se reduce a una función de Green estándar. Ha sido mostrado anteriormente, por miembros de
nuestro equipo de investigación, que dentro de las funciones de Green estándar, pueden suscitarse
divergencias asociadas al número infinito de excitaciones de KK; las cuales fungen un rol central
al emplear el poder predictivo de la teoría en el estudio de observables del Modelo Estándar
[41, 44]. Estas divergencias, que no emergen debido a efectos de pequeñas distancias en la variedad
del espacio-tiempo 4-dimensional, sino por el número infinito de campos de KK— que pueden
interpretarse como efectos de pequeñas distancias en la variedad compacta —, son generalmente
aceptadas en la literatura. Sin embargo, no se ha establecido algún consenso para su tratamiento,
debido a que la estructura divergente de la teoría depende directamente; en cómo se lleve a cabo
el procedimiento de compactificación de las dimensiones extra. Nuestra propuesta consiste en
un esquema de compactificación que geométricamente emula la esencia física del famoso efecto
Casimir. En el capítulo 3 se despliega este esquema de compactificación que reproduce las mismas
condiciones de frontera del efecto Casimir, que consiste en asumir a nuestra variedad Nn como n
copias del Orbifold S1/Z2; cuyos radios Ri, en general distintos para cada copia, hemos asumido
iguales por simplicidad. En nuestro proceso de compactificación, los campos dinámicos χ(x, x̄)
gobernados por los grupos extradimensionales {ISO(1, 3 + n)×GSM (Md), que son periódicos en
las coordenadas x̄, se expanden en bases pares o impares de Fourier, cuyas funciones ortogonales
son sometidas a condiciones de frontera de Neumann y Dirichlet en los extremos x̄i = 0 y x̄i = πRi,
de cada Orbifold S1/Z2. La teoría efectiva que emerge consta de dos partes, una que consiste
en interacciones de dimensión canónica menor o igual a cuatro— que contiene dentro de sí al
lagrangiano del Modelo Estándar —; y otra parte que consta de interacciones no renormalizables
de dimensión canónica mayor a cuatro (el primer y segundo término en (2.2, respectivamente).
Por lo que esta teoría es no renormalizable por conteo de potencias. Sin embargo, se ha mostrado
que la teoría no pierde su poder predictivo debido a que sí puede ser renormalizado en un sentido
moderno [45, 46, 47, 48, 49, 50].

En esta investigación de la estructura a un lazo del Modelo Estándar con dimensiones extra,
la función de Epstein, una generalización multidimensional de la famosa función Zeta de Riemann
[51, 52, 53, 54], emerge de manera natural. Dentro de la investigación puramente matemática, la
función Zeta de Riemann y sus extensiones constituyen un campo de estudio muy interesante y
fructífero en sí, con implicaciones importantes en teoría de números [55, 56, 57]. El uso sistemático
de funciones Zeta y sus métodos de regularización, se han venido estudiando desde los años 70, con
trabajos pioneros por Dowker y Critchely [58] en el contexto de teorías de campo efectivas; y por
Hawking [59] en integrales dentro de espacios curvados. La aplicación de la función Zeta ha sido
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acuñada en distintos campos como gravedad cuántica y cosmología [60, 61, 62], teoría de cuerdas
[63], y cristalografía [64, 65, 66, 67]. La amplia gama de sus aplicaciones es desarrollada en detalle
en [68, 69]. Quizá una de las aplicaciones más prominentes de la función Zeta tiene lugar en el
cálculo de la energía del vacío físico, o efecto Casimir, de un campo cuantizado en la presencia de
condiciones de frontera externas; de donde se deriva la fuerza de Casimir entre dos placas paralelas.
La obtención de la energía del vacío para campos escalares a distintos límites de temperatura se
resuelve mediante la función Zeta de Epstein. Como veremos a continuación, nuestro estudio de
las funciones de Green estándar, depende intrínsecamente de la función inhomogénea de Epstein.
Procederemos haciendo un uso exhaustivo de una expansión derivada por Elizalde y Romero
[70], quién ha continuado ampliando y actualizando las distintas soluciones analíticas de esta
función en la variedad de casos y circunstancias posibles que suscita su aplicación. En nuestro
estudio de los vértices WWγ∗ y WWZ∗, hemos encontrado que las distintas divergencias que
emergen debido al espacio-tiempo usual y a las dimensiones extra, se cancelan impecablemente
en el cálculo de los factores de forma de interés, ∆κ y λ. Uno de los objetivos primarios de este
capítulo es establecer el uso de la función generalizada de Epstein como herramienta predilecta
de un esquema de regularización que nos permita asimilar las amplitudes físicas en el marco del
Modelo Estándar extradimensional desarrollado en el capítulo 2.

Comenzaremos por introducir la artillería matemática que nos permitirá aterrizar las prediccio-
nes de nuestra teoría en cantidades físicas medibles experimentalmente. Posteriormente describire-
mos nuestra indagación sobre la estructura divergente de nuestras amplitudes, codificada en sumas
infinitas de funciones de Passarino-Veltman dependientes de masas de KK. Esto se logra mediante
una parametrización de Feynman adecuada, que transluce la estructura de las sumas infinitas y
nos permite situar a las funciones de Epstein que definen nuestras amplitudes.

4.2. Panorama de las funciones Zeta

Leonhard Euler (1707-1783) encontró por primera vez la siguiente identidad

∏
p

(
1− p−s

)−1
=

∞∑
n=1

1

ns
s > 1, (4.1)

con s es un número real y p un número primo, en su búsqueda de una demostración del
teorema de Euclides, lo que lo llevó a considerar la divergencia de la serie de los recíprocos de
todos los números primos. El lado derecho de la ecuación es una función con variable real s.
La igualdad relaciona el comportamiento de esta función con las propiedades de los números primos.

Más de cien años después, Bernhard Riemann partió de esta identidad para concluir que, para
ser capaz de estudiar la distribución de los números primos, era necesario permitir que s fuera una
variable compleja. Denotó a esta función compleja por ζ(s), y por tal motivo se conoce como la
función Zeta de Riemann:

ζ(s) =

∞∑
m=1

1

ms
s ∈ C, Re(s) > 0. (4.2)

La cual es absolutamente convergente para Re(s) > 1. No obstante, existe una técnica para
definir valores de ζ en el dominio Re(s) < 0, a partir de sus valores en la región Re(s) > 1, usando
[71]:

ζ (s) =
πs− 1

2Γ
(
1−s
2

)
Γ
(
s
2

) ζ (1− s) . (4.3)
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Conocida comúnmente como la fórmula de reflexión de la función Zeta; cuya existencia es una
propiedad importante común para todas las funciones Zeta. Es mediante esta expresión que se
llega al resultado contra intuitivo de la suma de los enteros positivos:

ζ (−1) =
∞∑

m=1

m = −1

2
. (4.4)

Los llamados ceros triviales de la función ζ son los enteros negativos impares, s =
−2,−4, . . . ,−2n, surgen debido a los polos de Γ

(
ϵ
2

)
. La singularidad de Γ

(
ϵ
2

)
en s = 0, se com-

pensa con el polo de ζ (1), de manera que ζ (0) = −1/2. Para los puntos dentro de la región
0 ≤ Re(s) ≤ 1, conocida como la banda crítica, se tiene la siguiente continuación analítica

ζ (s) =
1

1− 21−s

∞∑
m=1

(−1)m−1

ms
0 ≤ s ≤ 1. (4.5)

Con esto tenemos que el valor de la función Zeta dentro de la banda crítica está determinada
por (4.2), a la derecha de este intervalo está dada por (4.3), mientras que a la izquierda de la banda
es (4.5) quién determina el valor de ζ(s); salvo por el polo de esta función en ζ(1). La conjetura
de Riemann establece que todos los ceros no triviales de ζ(s) yacen en la linea crítica definida por
Re(s) = 1/2. A pesar de ser este el problema matemático sin resolver más importante, de acuerdo
con Hilbert; y tener profundas implicaciones en teoría de números, estos aspectos de la función
Zeta no son relevantes para nuestro trabajo.

Una generalización de la función de Riemann es la función de Hurwitz, definida por

ζH (s, a) =

∞∑
m=0

1

(m+ a)s
s ∈ C, Re(s) > 1, a ̸= 0,−1,−2. . . . (4.6)

Que se reduce a la función Zeta cuando a = 1. Su continuación analítica al plano complejo, excepto
por s = 1, está dada por

ζH (s, a) =
1

s− 1

∞∑
m=0

1

m+ 1

∞∑
k=0

(−1)k
(
m
k

)
(a+ k)

1−s
. (4.7)

Sin embargo, en los cálculos de correcciones radiativas en el ámbito de teorías con dimensiones
extra, nos encontramos con sumas múltiples de n entradas; con n el número de dimensiones extra.
Resulta ser, que este tipo de sumas corresponden a un caso particular de un miembro de la amplia
familia de funciones Zeta de Epstein [52, 53, 68]. Dado un entero positivo p, y sean

g⃗ ≡ (g1, . . . , gp) gi ∈ R, g⃗ ∈ Rp,

h⃗ ≡ (h1, . . . , hp) hi ∈ R, g⃗ ∈ Rp,

m⃗ ≡ (m1, . . . ,mp) mi ∈ R, m⃗ ∈ Zm,

(4.8)

vectores con componentes reales y enteras como se indica. Definimos al producto escalar entre
vectores como

(
g⃗, h⃗
)
=

p∑
ν=1

gνhν . (4.9)

Sea además c una matriz p× p simétrica, con su forma cuadrática asociada φ definida por

φ(x) =

p∑
µ,ν=1

cµνxµxν . (4.10)
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Si suponemos que la parte real de φ(x) es definida positiva, se tiene que, para alguna variable

compleja s; la función Zeta de Epstein de orden p, con característica
∣∣∣∣g⃗h⃗
∣∣∣∣ y módulo (cµν), está

definida por

Z

∣∣∣∣g⃗h⃗
∣∣∣∣ (s)φ = Z

∣∣∣∣g1 · · · gph1 · · ·hp

∣∣∣∣ (s)φ =

∞∑
m1,...,mp=−∞

′

[φ (m⃗+ g⃗)]
− s

2 e2πi(m⃗,⃗h), (4.11)

donde la suma primada (′) indica que se deben omitir los valores de m1, . . . ,mp tales que m⃗+g⃗ = 0,
cuando g1, . . . , gp son todos enteros. Esta serie converge absolutamente para Re(s) > p, y define a
una función analítica de s. La ecuación funcional

π− s
2Γ
(s
2

)
Z

∣∣∣∣g⃗h⃗
∣∣∣∣ (s)φ = ∆− 1

2 e−2πi(g⃗,⃗h)π− p−s
2 Γ

(
p− s

2

)
Z

∣∣∣∣ h⃗−g⃗
∣∣∣∣ (p− s)φ∗ , (4.12)

donde φ∗ denota la forma cuadrática de la matriz inversa de c y ∆ el determinante de c, constituye
la piedra angular en la cual descansa la teoría de las funciones zeta; y de la cuál se desprenden
todas las fórmulas de reflexión como casos particulares. Por ejemplo, cuando p = 1, g⃗ = h⃗ = 0,
φ = 1 (operador identidad), se tiene que

Z

∣∣∣∣00
∣∣∣∣ (s)1 = 2ζ (s) . (4.13)

Otro caso especial es cuando g⃗ = h⃗ = 0 y φ es tal que (cµν) = diag(a1, . . . , ap). Se obtiene que

Z

∣∣∣∣0 · · · 00 · · · 0

∣∣∣∣ (s)diag(a1,...,ap)
=

∞∑
m1,...,mp=−∞

′ (
a1m

2
1 + · · ·+ apm

2
p

)− s
2 . (4.14)

El caso especial de (4.14) cuando φ = 1 es la definición de la función homogénea de Epstein,
denotada por

Eℓ (s) =

∞∑
m1,...,mp=−∞

′
1

(m2
1 + · · ·+m2

ℓ)
s . (4.15)

Crucial para este trabajo de investigación es la función inhomogénea ℓ dimensional de Epstein,
o función generalizada de Epstein, definida por

Ec2

ℓ (s) =

∞∑
m1,...,mp=1

1

(m2
1 + · · ·+m2

ℓ + c2)
s , (4.16)

donde c es una constante. Esta función tiene polos simples en s = ℓ
2 ,

ℓ−1
2 , . . ., excepto para s = 0

[70].

4.3. Divergencias de Kaluza-Klein
Nuestra teoría efectiva del Modelo Estándar en dimensiones extra universales, se distingue

notoriamente de otras teorías efectivas convencionales, por distintas razones principales. La
primera es que nuestra teoría efectiva unicamente introduce dos parámetros adicionales a los ya
presentes en el Modelo Estándar usual, el tamaño de las dimensiones extra R y el número de
dimensiones extra n. Las masas de las nuevas partículas que predice la teoría, están determinadas
por productos de índices de Fourier con la escala de compactificación R−1. El aspecto más rele-
vante en esta teoría es que, además de las interacciones invariantes bajo

{
SO(1, 3)×GSM (M4)

}
entre campos usuales del Modelo Estándar (denotados como modos cero de Fourier), emerge
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además un numero infinito de campos de KK con leyes de transformación bien definidas bajo
estos grupos. Recordemos que los grupos de norma del Modelo Estándar usual GSM (M4) y su
generalización extradimensional GSM (Md), coinciden como grupos de Lie ya que tienen el mismo
número de generadores; pero difieren como grupos de norma por el mayor número de conexiones
de este último, a causa de las dimensiones extra. Este numero infinito de campos también puede
dar lugar a que surjan dos tipos de divergencias en las amplitudes: adicionalmente de aquellas
divergencias asociadas con efectos de pequeñas distancias presentes en teorías de campo definidas
enM4, también pueden emerger divergencias aunadas a las contribuciones virtuales de un numero
infinito de partículas. Nos referiremos al primer tipo de divergencias como divergencias estándar
o continuas, y al segundo tipo como divergencias no estándar o discretas. Este es el caso de
contribuciones hasta primer orden a funciones de Green estándar. Estas funciones juegan un
papel crucial en fenomenología ya que en ellas se incorpora el impacto que tienen las dimensiones
extra en observables del Modelo Estándar. Es importante señalar que, debido a la conservación
de momento extradimensional, no existen acoplamientos entre modos cero con un solo campo de
KK, estos sólo se acoplan en pares con los modos cero. Por lo que las contribuciones de los modos
excitados a funciones de Green estándar, tienen lugar a partir de un lazo.

En correcciones radiativas a primer orden, la amplia gama de amplitudes tensoriales puede ser
reducida y expresada en términos de funciones escalares de Passarino-Veltman A0, B0, C0, D0,
etc. Estas además pueden ser resueltas en términos de funciones elementales mediante parametri-
zaciones de Feynman adecuadas. Consideremos una función escalar de N -puntos, FN , que surja de
la circulación de excitaciones de KK en el lazo:

FN =
(4πµ2)2−

D
2

iπ
D
2

∫
dDk

1[
k2 −m2

χ
(m)
0

] [
(k + p1)2 −m2

χ
(m)
1

]
· · ·
[
(k + pN−1)2 −m2

χ
(m)
N−1

] . (4.17)

donde hemos omitido el factor global del loop i/16π2. Después de realizar parametrización de
Feynman, se obtiene

FN =
(4πµ2)2−

D
2

iπ
D
2

Γ (N)
∑
(m)

∫
dDk

1

(k2 −∆2
(m))

N

= (−1)N
(
4πµ2

)2−D
2 IN

∑
(m)

Γ

(
N − D

2

)(
∆2

(m)

)−(N−D
2 )

,

(4.18)

con µ2 la escala de regularización dimensional y ∆2
(m) una función cuadrática de los parámetros

xi, momentos externos y masas de KK internas; que, dada la estructura de estas masas, puede
expresarse como

∆2
(m) = k2(m) +∆2

(0). (4.19)

A partir de este punto, cambiamos la notación para la masa de, KK definida en (2.34), por
m2

(m) → k2(m); esto para enfatizar su carácter como variable de momento en la variedad Nn que es
sometida a la suma infinita discreta de todos sus valores posibles— de manera análoga a la variable
continua de cuadrimomento kµ en las integrales de lazo. En (4.19), el factor ∆2

(0) es el factor que
resultaría de (4.17) si todas las masas fueran modos cero.

∆2
(0) = m2

χ
(0)
0

+

N−1∑
i,j=1

pipjxixj −
N−1∑
i=1

(
p2i +m2

χ
(0)
0

−m2

χ
(0)
i

)
xi. (4.20)
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Además se ha introducido la siguiente notación para la integral paramétrica

IN ≡
∫ 1

0

dx1 · · · dxnδ

(
N∑
i=1

xi − 1

)
(4.21)

Es evidente que la integral (4.18) en k diverge para N ≤ 2, lo que induce divergencias estándar;
cuyo tratamiento requiere del esquema de regularización dimensional. Además de esto, la suma
discreta

∑
(m) puede dar lugar a divergencias no estándar debido a las sumas infinitas. El propósito

de esta sección es mostrar que a través del mismo esquema de regularización dimensional, empleado
usualmente para tratar con las divergencias continuas, es posible regularizar simultáneamente a
las divergencias discretas que puedan surgir. Después de todo, tienen el mismo origen, en tanto
que provienen de las magnitudes kµ y p

(m)
µ , que están ligadas a las variedades M4 y Nn a través

de transformadas (kµ) y series (p(m)
µ ) de Fourier, respectivamente. El secreto reside en expresar la

sumas infinitas de Fourier,
∑

(m), en términos de funciones de Epstein y valernos de su continuación
analítica; que es justamente la propiedad que se explota de la función Gamma para llevar a cabo
la regularización dimensional. Al considerar iguales a todos los radios de los n Orbifolds S1/Z2,
podemos expresar a la masa excitada en (4.19), como k2(m) = R−2m2, donde m es cualquier
combinación posible de índices de Fourier. Si además definimos c2N ≡ ∆2

(0)/R
−2 y tenemos en

cuenta que las sumas múltiples de Fourier puede expresarse como [18, 35]

∑
(m)

=

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

) ∞∑
m1,...,mℓ=1

, (4.22)

tenemos el siguiente resultado:

FN = (−1)N
(
4πµ2

)2−D
2
(
R−2

)−(N−D
2 ) IN

∑
(m)

Γ

(
N − D

2

)(
m2 + c2N

)−(N−D
2 )

= (−1)N
(
4πµ2

)2−D
2
(
R−2

)−(N−D
2 ) IN

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

)
Γ

(
N − D

2

)

×
∞∑

m1,...,mℓ=1

(
m2

1 + · · ·+m2
ℓ + c2N

)−(N−D
2 )

= (−1)N
(
4πµ2

)2−D
2
(
R−2

)−(N−D
2 ) IN

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

)
E

c2N
ℓ

(
N − D

2

)
Γ

(
N − D

2

)
.

(4.23)

Esto nos muestra que tanto la función Gamma como la función de Epstein, están definidas en
el plano complejo. Como es bien sabido, los polos de la función Gamma se localizan en N − D

2 =

0,−1,−2, . . ., mientras que los polos de la función inhomogénea de Epstein residen en N − D
2 =

ℓ
2 ,

ℓ−1
2 , . . . , 1

2 . De manera que las divergencias estándar y no estándar emergen como polos de
la función Gamma y la función de Epstein, respectivamente. Además de este tipo de funciones
escalares del tipo FN , en nuestro cálculo emergen además funciones de Passarino-Veltman que
están multiplicadas por masas excitadas k2(m), las cuáles requieren de un tratamiento especial.
Consideremos la siguiente forma de una amplitud de lazo general:
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F̂M
N ≡

(
4πµ2

)2−D
2

iπ
D
2

×
∑
(m)

(
m2

χ(m)

)M ∫
dDk

1[
k2 −m2

χ
(m)
0

] [
(k + p1)2 −m2

χ
(m)
1

]
· · ·
[
(k + pN−1)2 −m2

χ
(m)
N−1

] ,
(4.24)

donde M puede ser un entero positivo o negativo. El caso M = 0 reproduce los resultados anteriores.
El caso que nos concierne es cuando M = N̂ es positivo, se encuentra que:

F̂ N̂
N = (−1)N

(
4πµ2

)2−D
2
(
R−2

)D
2 −N+N̂

INΓ

(
N − D

2

)∑
(m)

(
k2(m) + c20

)N̂ (
k2(m) + c2N

)N

= (−1)N
(
4πµ2

)2−D
2
(
R−2

)D
2 −N+N̂

IN

N̂∑
K=0

(
N̂
K

)(
N − D

2
− 1

)
N̂−K

(
c20 − c2N

)K
×

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

)
Γ

(
N − D

2
+K − N̂

)
E

c2N
ℓ

(
N − D

2
+K − N̂

)
,

(4.25)

donde c20 = m2
χ(0)/R

−2, y también se usó la definición del factorial descendente

(x)n ≡ x(x− 1)(x− 2) · · · (x− n+ 1) =
Γ(x+ 1)

Γ(x− n+ 1)
, (4.26)

que emplearemos más adelante en (4.27), (4.31) y (4.35). Para obtener el resultado (4.25) se ha

utilizado el teorema del binomio para expresar a
(
k2(m) + c20

)N̂
en productos de

(
k2(m) + c2N

)
y(

c20 − c2N
)
. Debido al desacoplamiento que presenta la teoría, no se espera que surjan términos con

N̂ > 1; que es justamente lo que sucede en nuestros cálculos. Para N̂ = 1 se tiene

F̂1
N = (−1)N

(
4πµ2

R−2

)−(D
2 −2) (

R−2
)3−N

IN

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

)

×
{(

N − D

2
− 1

)
Γ

(
N − D

2
− 1

)
E

c2N
ℓ

(
N − D

2
− 1

)

+
(
c20 − c2N

)
Γ

(
N − D

2

)
E

c2N
ℓ

(
N − D

2

)}
.

(4.27)

A continuación, presentaremos a las funciones de Passarino-Veltman que surgieron en nuestro
cálculo, después de haber recibido estos tratamientos.

La función B0 aparece de dos maneras, aislada y multiplicada por el momento discreto k2(m).
Sus soluciones en términos de funciones generalizadas de Epstein, una vez realizado el cambio de
variable D → 4− ϵ, son

∑
(m)

B0 ≡
∑
(m)

B0

(
p2,m2

a(m) ,m
2
b(m)

)
=

(
4πµ2

R−2

) ϵ
2
∫ 1

0

dx

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

)
Γ
( ϵ
2

)
E

c2B
ℓ

( ϵ
2

)
,

(4.28)
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donde se han hecho las siguientes definiciones

c2B ≡
∆2

(0)B

R−2
(4.29a)

∆2
(0)B ≡ xm2

a(0) + (1− x)m2
b(0) − p2x(1− x). (4.29b)

Podemos realizar la integral paramétrica directamente para encontrar

∫ 1

0

dx c2B =
1

R−2

∫ 1

0

dx
(
xm2

a(0) + (1− x)m2
b(0) − p2x(1− x)

)
=

1

R−2

(
m2

a(0)

2
+

m2
b(0)

2
− p2

6

)
.

(4.30)

La segunda estructura que emerge en el cálculo, que involucra a la función B0, es

∑
(m)

k2(m)B0 =

(
4πµ2

R−2

) ϵ
2 (

R−2
)1 ∫ 1

0

dx

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

)

× Γ
( ϵ
2

){
E

c2B
ℓ

( ϵ
2
− 1
)
− c2BE

c2B
ℓ

( ϵ
2

)}
.

(4.31)

Para la función C0, también nos encontramos con dos situaciones análogas:

∑
(m)

C0 ≡
∑
(m)

C0

(
p21, (p1 − p2)

2, p22,m
2
a(m) ,m

2
b(m) ,m

2
c(m)

)
= −

(
4πµ2

R−2

) ϵ
2
(

1

R−2

)∫ 1

0

dz

∫ 1−z

0

dy

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

)
Γ
(
1 +

ϵ

2

)
E

c2C
ℓ

(
1 +

ϵ

2

)
,

(4.32)

donde

c2C ≡
∆2

(0)C

R−2
(4.33a)

∆2
(0)C ≡ (y2 − y)p21 + (z2 − z)p22+2yzp1 · p2 + (1− y − z)m2

a(0) + ym2
b(0) + zm2

c(0) . (4.33b)

En este caso también podemos hacer la integral paramétrica directamente, teniendo cuidado
de considerar el factor

∫ 1

0
dz
∫ 1−z

0
dy = 1/2 que llevarían términos que no dependan de c2C cuando

se expanda en serie a la función de Epstein en términos de funciones más simples. Más adelante
veremos que al expandir a (4.32) no tendremos factores independientes de c2C , pero sí ocurrirán al
expandir (4.35). Este factor de 1/2 es indispensable para asegurar que el teorema de desacopla-
miento se cumpla, ya que estos términos independientes de c2, y por tanto de R−1, se cancelarán
de manera fina para darnos un resultado que se desacopla debidamente. Esto se estropea si no
consideramos este factor de 1/2.

∫ 1

0

dz

∫ 1−z

0

dy c2C =
1

R−2

∫ 1

0

dz

∫ 1−z

0

dy

(
(y2 − y)p21 + (z2 − z)p22 + 2yzp1 · p2

+ (1− y − z)m2
a(0) + ym2

b(0) + zm2
c(0)

)

=
1

12R−2

(
2m2

a(0) + 2m2
b(0) + 2m2

c(0) − p21 − p22 + p1 · p2
)
.

(4.34)
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Cuando la función C0 se multiplica por el momento discreto, se tiene que

∑
(m)

k2(m)C0 = −
(
4πµ2

R−2

) ϵ
2
∫ 1

0

dz

∫ 1−z

0

dy

n∑
ℓ=1

(
n
ℓ

)

× Γ
(
1 +

ϵ

2

){
E

c2C
ℓ

( ϵ
2

)
− c2CE

c2C
ℓ

(
1 +

ϵ

2

)}
.

(4.35)

A partir de este punto, para poder proceder con el análisis, es necesario descomponer a las
funciones generalizadas de Epstein en términos de funciones elementales cuyo comportamiento
esté bien estudiado en la literatura. El primer paso consiste en expresar a la función inhomogénea
ℓ-dimensional, en términos de la función inhomogénea unidimensional [70]:

Ec2

ℓ (s) =
(−1)ℓ−1

2ℓ−1

ℓ−1∑
p=0

(
ℓ− 1
p

)
(−1)pΓ

(
s− p

2

)
Γ (s)

Ec2

1

(
s− p

2

)
(4.36)

Los polos de esta función no se deben a las singularidades de la función Gamma, sino por
los polos de Ec2

1

(
s− p

2

)
para valores de s tales que s − p

2 = 1
2 ,− 1

2 ,− 3
2 , . . .. Como p corre de

0 a ℓ − 1, se obtiene que las singularidades de Ec2

ℓ (s) se encuentran en s = ℓ
2 ,

N−1
2 , N−2

2 , . . .,
excepto para s = 0,−1,−2, . . ., ya que la función Gamma en el denominador hace finita a la función.

Lo que sigue ahora es expresar a la función inhomogénea unidimensional de Epstein en términos
de funciones más simples, como la función Gamma y la función Zeta. Para proceder, hay dos
posibles casos a considerar. El primer caso es cuando c2 < 1, que corresponde en nuestro cálculo
al escenario de compactificación pesada, donde la escala de compactificación es más grande que
la escala del proceso de colisión (

√
Q2 < R−1); este es el caso donde se consuma el teorema de

desacoplamiento [72]. El segundo escenario es el de compactificación ligera, c2 > 1, que corresponde
a cuando la escala de compactificación es menor a la escala del proceso (

√
Q2 > R−1). En la

literatura están bien estudiadas las expansiones de la función de Epstein, Ec2

1 (s), cuando 0 < c2,
pero la situación cambia para c2 < 0, ya que existe la posibilidad de que m2 + c2 = 0; lo que
dificulta el análisis y precisa de un estudio muy cuidadoso que excede los alcances de esta tesis
de maestría. Resulta ser que la función B0(Q

2,m2
W (m) ,m

2
W (m)) posibilita este último caso para su

parámetro asociado c2
BQ

0

:

∫ 1

0

dx c2
BQ

0

=
1

R−2

∫ 1

0

dx
(
m2

W (0) −Q2(1− x)x
)
=

1

R−2

(
m2

W (0) −
Q2

6

)
, (4.37)

que se hace menor o igual a cero para
√

Q2 ≥
√
6m2

W (0) . Por lo que el análisis posterior es válido
para un rango de energías menores a este valor. El resto de funciones de Passarino-Veltman no
tienen este problema. Por otra parte, la convergencia de nuestros resultados está garantizada para
una sola dimensión extra, este límite está determinado por (4.32), donde la función de Epstein
E

c2C
ℓ (1 + ϵ

2 ) presenta divergencias a partir de n = 2.

Tomaremos como muestra la contribución a los factores de forma que surge del sector de
Yang-Mills, para mostrar que los resultados obtenidos son libres de divergencias estándar y no
estándar para una sola dimensión extra; y que además están en concordancia con el teorema de
desacoplamiento. Los factores de forma hallados tienen la siguiente estructura:
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∆κCPN

V (0)∗,V (m) = g2V (KK)

∑
(m)

1(
4m2

W (0) −Q2
)3
(
a1k

2
(m)∆BQV 2

0 + a2k
2
(m)∆BV 2V 3

0 + a3k
2
(m)∆BV 3W3

0

+ a4∆BQV 2
0 + a5∆BV 2V 3

0 + a6∆BV 3W3
0 + c1k

2
(m)C

Q
0 + c2C

Q
0 + b1

ϵ

2
BW3

0

)
,

(4.38)

λCPN

V (0)∗,V (m) = g2V (KK)

∑
(m)

1(
Q2 − 4m2

W (0)

)3
(
a7k

2
(m)∆BQV 2

0 + a8k
2
(m)∆BV 2V 3

0 + a9k
2
(m)∆BV 3W3

0

+ a10∆BQV 2
0 + a11∆BV 2V 3

0 + a12∆BV 3W3
0 + c3k

2
(m)C

Q
0 + c4C

Q
0 + b2

ϵ

2
BW3

0

)
.

(4.39)

Donde gV (KK) = e, cuando circula en el lazo un fotón excitado A
(m)
µ , y gV (KK) = cwg, cuando

circula Z
(m)
µ . Se han hecho también las siguientes definiciones:

∆BQV 2
0 ≡ B0(Q

2,m2
W (0) ,m

2
W (0))−B0(m

2
W (0) ,m

2
V (0) ,m

2
W (0)),

∆BV 2V 3
0 ≡ B0(m

2
W (0) ,m

2
V (0) ,m

2
W (0))−B0(0,m

2
V (0) ,m

2
V (0)),

∆BV 3W3
0 ≡ B0(0,m

2
V (0) ,m

2
V (0))−B0(0,m

2
W (0) ,m

2
W (0)),

CQ
0 ≡ C0(Q

2,m2
W (0) ,m

2
W (0) ,m

2
W (0) ,m

2
W (0) ,m

2
V (0)),

BW3
0 ≡ B0(0,m

2
W (0) ,m

2
W (0)).

(4.40)

Mientras que los factores ai, bi y ci, son polinomios que dependen de las masas m2
W (0) y m2

V (0) ,
así como también de la energía de la colisión

√
Q2.

La función BW3
0 por sí sola contiene divergencias estándar, manifiestas en el polo de la función

Γ( ϵ2 ). En los factores de forma, a pesar de que tenemos una función de este tipo, BW3
0 ; aparece

multiplicada por un factor ϵ
2 ; de manera que

∑
(m)

( ϵ
2

)
BW3

0 =

(
4πµ2

R−2

) ϵ
2 n∑

ℓ=1

(
n
ℓ

)( ϵ
2

)
Γ
( ϵ
2

)
︸ ︷︷ ︸Ec2

W (0)

ℓ

( ϵ
2

)

=

(
4πµ2

R−2

) ϵ
2 n∑

ℓ=1

(
n
ℓ

)
Γ
(
1 +

ϵ

2

)
E

c2
W (0)

ℓ

( ϵ
2

)
.

(4.41)

donde c2
W (0) ≡ W (0)

R−2 .

Para una sola dimensión extra y en el escenario de compactificación pesada, donde 0 < c2 < 1,
la función unidimensional inhomogénea de Epstein se puede expandir en serie, mediante el teorema
del binomio, de la siguiente forma:

Ec2

1 (s) =

∞∑
k=0

(−1)k Γ (k + s)

k!Γ (s)
ζ (2k + 2s)

(
c2
)k

. (4.42)

Con esto se obtiene que
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ĺım
ϵ→0

∑
(m)

( ϵ
2

)
BW3

0 = ĺım
ϵ→0

(
4πµ2

R−2

) ϵ
2

Γ
(
1 +

ϵ

2

)
E

c2
W (0)

1

( ϵ
2

)
= −1

2
, (4.43)

que es independiente del valor de c2
W (0) . Pareciera que tenemos un problema con las cantidades(

− 1
2b1
)

y
(
− 1

2b2
)
, que surgen al aplicar el resultado (4.43) en los factores de forma (4.38) y

(4.39), ya que estas cantidades no dependen del parámetro R−1; que es quién marca la pauta en
el teorema de desacoplamiento. Recordemos que la totalidad de los factores de forma calculados,
debe desaparecer en el límite R−1 → ∞. Más adelante veremos que emergen más términos que
tampoco dependen de R−1, pero resulta ser que todos los factores de esta naturaleza, conspiran
entre sí para cancelarse exactamente.

Las funciones B0 obtenidas en (4.28), que no están multiplicadas por momentos discretos,
presentan el siguiente comportamiento:

∑
(m)

B0 =

(
4πµ2

R−2

) ϵ
2

{
Γ
( ϵ
2

)
ζ(ϵ)− ζ(ϵ+ 2)Γ

(
1 +

ϵ

2

)(m2
a(0)

2R−2
+

m2
b(0)

2R−2
− p2

6R−2

)

+
1

2
ζ(ϵ+ 4)Γ

(
2 +

ϵ

2

)(m2
a(0)

2R−2
+

m2
b(0)

2R−2
− p2

6R−2

)2

− 1

6
ζ(ϵ+ 6)Γ

(
3 +

ϵ

2

)(m2
a(0)

2R−2
+

m2
b(0)

2R−2
− p2

6R−2

)3

+ · · ·
}
.

(4.44)

Donde los puntos suspensivos indican términos con potencias crecientes de 1/R−2. El término
que encripta la divergencia estándar de esta función está contenido en Γ

(
ϵ
2

)
, que además no tiene

ninguna dependencia en las masas, lo que implica que la resta de dos funciones B0 de este tipo
será finita y además se desacoplará en el límite R−1 →∞.

Denotamos a la resta entre dos funciones B0 como

∆Bp1p2

0 ≡ B0

(
p21,m

2
1(m) ,m

2
2(m)

)
−B0

(
p22,m

2
3(m) ,m

2
4(m)

)
, (4.45)

tenemos entonces que la resta de dos de estas funciones B0 tiene la siguiente forma en el límite
ϵ→ 0:

∑
(m)

∆Bp1p2

0 =
π2

48988800R−2

{
− 1360800

(
3m2

1(0) + 3m2
2(0) − 3m2

3(0) − 3m2
4(0) − p21 + p22

)
+

7560π2

R−2

(
(−3m2

1(0) − 3m2
2(0) + p21)

2 − (−3m2
3(0) − 3m2

4(0) + p22)
2
)

+
80π4

(R−2)
2

(
−(3m2

1(0) + 3m2
2(0) − p21)

3 + (3m2
3(0) + 3m2

4(0) − p22)
3
)

+ · · ·
}
.

(4.46)

Notamos que (4.46) se desacopla en el límite R−1 →∞.

La función C0 que no está multiplicada por el momento discreto, (4.32), no presenta divergencias
estándar, además de que desaparece en el límite R−1 →∞:
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∑
(m)

C0 = −
(
4πµ2

R−2

) ϵ
2
(

1

R−2

){
Γ
(
1 +

ϵ

2

)
ζ (2 + ϵ)

− c′2CΓ
(
2 + ϵ

2

)
ζ (4 + ϵ)

12
+

(
c′2C
)2

Γ
(
3 + ϵ

2

)
ζ (6 + ϵ)

288
+ · · ·

}
,

(4.47)

donde

c′2C ≡
1

R−2

(
2m2

a(0) + 2m2
b(0) + 2m2

c(0) − p21 − p22 + p1 · p2
)
. (4.48)

Podemos evaluar directamente el límite ϵ→ 0 para obtener:

∑
(m)

C0 = − 1

6R−2
π2 +

c′2Cπ
4

1080R−2
−

(
c′2C
)2

π6

136080R−2
+ · · · . (4.49)

Cuando la función B0 sí está multiplicada por un momento discreto, el caso de (4.31), tenemos
la siguiente situación:

∑
(m)

k2(m)B0 =

(
4πµ2

R−2

) ϵ
2

{(
R−2

)
Γ
( ϵ
2

)
ζ (ϵ− 2)

+

[
− Γ

( ϵ
2

)
ζ(ϵ)−

( ϵ
2
− 1
)
Γ
( ϵ
2

)
ζ (ϵ)

](
m2

a(0)

2
+

m2
b(0)

2
− p2

6

)

+ Γ
(
1 +

ϵ

2

)[1
2

( ϵ
2
− 1
)
ζ (2 + ϵ) + ζ (2 + ϵ)

]
1

R−2

(
m2

a(0)

2
+

m2
b(0)

2
− p2

6

)2

+ Γ
(
2 +

ϵ

2

)[
− 1

2
ζ (4 + ϵ)

− 1

6

( ϵ
2
− 1
)
ζ (4 + ϵ)

]
1

(R−2)
2

(
m2

a(0)

2
+

m2
b(0)

2
− p2

6

)3

+ · · ·
}
.

(4.50)

Resulta ser que esta función es finita en sí, pues los términos que parecen ser problemáticos en
realidad carecen de divergencias en su conjunto. Para el primer término, el polo de la función Γ( ϵ2 )
es regulado por el cero de la función ζ(ϵ) cuando ϵ→ 0; resultando en un valor finito:

ĺım
ϵ→0

(
R−2

)
Γ
( ϵ
2

)
ζ
(
2
( ϵ
2
− 1
))

= 2
(
R−2

)
ζ ′(−2), (4.51)

donde la prima en la función Zeta indica derivación. A pesar de que este término no se desacopla
en el límite R−1 →∞, este tipo de funciones k2(m)B0 siempre aparece restada con otra función del
mismo tipo, y como este término que no se desacopla no depende de las masas, la resta elimina
estos términos.

El término siguiente que involucra dos veces a la función problemática Γ
(
ϵ
2

)
, resulta ser finito

cuando ϵ→ 0:
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−Γ
( ϵ
2

)
ζ(ϵ)−

( ϵ
2
− 1
)
Γ
( ϵ
2

)
ζ (ϵ) = −Γ

( ϵ
2

)
ζ(ϵ) + Γ

( ϵ
2

)
ζ (ϵ)− ϵ

2
Γ
( ϵ
2

)
ζ (ϵ)

= − ϵ

2
Γ
( ϵ
2

)
ζ (ϵ)

= −Γ
(
1 +

ϵ

2

)
ζ (ϵ) ,

⇒ ĺım
ϵ→0

[
−Γ
(
1
ϵ

2

)
ζ (ϵ)

]
= −Γ (1) ζ (0) =

1

2
.

(4.52)

Este elemento de (4.50) nos arroja un término que no depende de R−1 pero sí de las masas, por lo
que la resta entre dos estructuras de este tipo; no se deshace de estos términos que no se desacoplan.
Sin embargo, veremos a continuación que estos términos que no se desacoplan serán cancelados
finamente al ser sumados. En el límite ϵ→ 0, una resta entre este tipo de funciones tiene la forma
siguiente:

∑
(m)

k2(m)∆Bp1p2

0 =
1

293932800

{
24494400

(
3m2

1(0) + 3m2
2(0) − 3m2

3(0) − 3m2
4(0) − p21 + p22

)
+

68040π2

R−2

(
3m2

1(0) + 3m2
2(0) + 3m2

3(0) + 3m2
4(0) − p21 − p22

)
×
(
3m2

1(0) + 3m2
2(0) − 3m2

3(0) − 3m2
4(0) − p21 + p22

)
− 5040π4

(R−2)
2

[ (
3(m2

1(0) +m2
2(0))− p21

)3 − (3(m2
3(0) +m2

4(0))− p22
)3 ]

+ · · ·
}
.

(4.53)

Como podemos notar, esta resta de funciones nos arroja un término que no depende de R−1, por lo
que no se desacopla. No obstante, estos términos conspirarán entre sí para cancelarse unos con otros.

Para la función C0 multiplicada por k2(m), la situación en (4.35), tenemos

∑
(m)

k2(m)C0 = −
(
4πµ2

R−2

) ϵ
2

{
Γ
(
1 +

ϵ

2

)(
−1

4

)
− 1

12
c′2CΓ

(
1 +

ϵ

2

)
ζ
(
2
(
1 +

ϵ

2

))

+

(
c′2C
)2

Γ
(
2 + ϵ

2

)
ζ
(
2 + 2

(
1 + ϵ

2

))
144

+ · · ·
}
,

(4.54)

que en el límite ϵ→ 0, se reduce a un resultado finito

∑
(m)

k2(m)C0 = −1

4
+

1

72
π2c′2C −

1

12960
π4
(
c′2C
)2

+ · · · , (4.55)

mismo que también nos arroja un término que no depende de R−1, por lo que no se desacopla.

En conclusión, se puede apreciar directamente en 4.46 que, cuando la diferencia ∆B0 no se
multiplica por el momento discreto, la función escalar se esfuma en el límite R−1 →∞. Este no es
el caso cuando el momento k2(m) sí multiplica a ∆B0. En el segundo caso, 4.53, la resta nos arroja
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un primer término que no depende de R, por lo que no desaparece en el límite R−1 →∞. El resto
de términos son proporcionales a 1/R−2, por lo que no causan problema alguno. En el caso de
k2(m)C0 tenemos el mismo comportamiento que en 4.53. Por lo tanto, concluimos que las soluciones
de k2(m)∆B0 (4.53) y k2(m)C0 (4.35) nos arrojan términos que no tienen ninguna dependencia en el
parámetro R−1.

Es aquí donde las consecuencias del teorema de desacoplamiento relucen con fulgor. Pues
resulta ser que, al sustituir los resultados anteriores en cada uno de los factores de forma ∆κ
(4.38) y λ (4.39); la suma de todos los términos provenientes de 4.53 y 4.55, que no dependen de
R−1, se cancelan exactamente con aquellos términos provenientes de

(
− 1

2b1
)

para ∆κ y
(
− 1

2b2
)

para λ; que tampoco dependen de R−1. Por lo que el teorema de desacoplamiento se cumple
para las contribuciones calculadas de nuestra teoría efectiva. Esto también se cumple para las
contribuciones provenientes del resto de sectores. Esto nos sirve para corroborar que nuestros
cálculos son correctos.

Se tiene además que en todas las contribuciones obtenidas para estos factores de forma, se
encuentra una proporcionalidad con el factor 1/(Q2−4m2

w(0))
3, como se aprecia en (4.38) y (4.39).

Esto no genera problema alguno, ya que las configuraciones posibles a las que pueden acceder las
partículas finales en el espacio fase, dentro de un proceso e+e− −→ W+W−, están restringidas a
energías mayores a

√
Q2 > 2mW (0) .
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Spiritus ubi vult spiral: et vocem ejus
audis, sed nescis unde veniat, aut quo
vadat; sic est omnis, qui natus est ex
spiritu.

El viento donde quiere sopla, y oyes su
sonido, pero no sabes de dónde viene ni a
dónde va: así es todo aquel que es nacido
del Espíritu.

Juan 3:8

Afuera hacía un hermoso frío seco;
millares de estrellas centelleaban en el
cielo: las mismas estrellas. Miré esos
astros inmóviles tironeados por fuerzas
contrarias. La luna caía hacia la tierra, la
tierra hacia el sol. ¿El sol caía? ¿Hacia
qué estrella desconocida? ¿No podía
ocurrir que su caída compensara la de la
tierra y que en verdad nuestro planeta
estuviera clavado en el medio del cielo?
¿Cómo saberlo? ¿Se sabría algún día? ¿Y
se sabría por qué las masas se atraían? La
atracción: era una palabra cómoda que
servía para explicarlo todo. ¿Era algo más
que una palabra? ¿Éramos
verdaderamente más sabios que los
alquimistas de Carmona? Habíamos
arrojado luz sobre ciertos hechos que ellos
ignoraban, los habíamos agrupado en el
orden correcto; pero ¿habíamos dado un
solo paso que nos hundiera en el corazón
misterioso de las cosas? ¿Era la palabra
fuerza más clara que la palabra virtud?
¿Era más clara la palabra atracción que la
palabra alma? Y cuando llamábamos
electricidad a la causa de los fenómenos
que provocábamos frotando ámbar o
vidrio, ¿estábamos mejor informados que
cuando llamábamos Dios a la causa del
mundo?

Simone de Beauvoir
Todos los hombres son mortales
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5.1. Comentarios finales
En esta tesis de maestría se ha abordado el problema de estudiar los vértices WWV ∗, con

V ∗ = γ∗ ó Z∗ fuera de la capa de masa, en la extensión al Modelo Estándar con n Dimensiones
Extra Universales. Para poder conocer las implicaciones fenomenológicas de dicha teoría y su im-
pacto en correcciones radiativas a primer orden; se precisó, en una etapa inicial, de la construcción
de la teoría efectiva a partir de la cual se calcularon las reglas de Feynman necesarias. Dadas las
complicaciones emergen al cuantizar una teoría de norma, y del hecho de que una pata externa de
la función vértice está fuera de capa de masa, abordar este problema demandó una aproximación
no convencional al proceso de fijación de norma para cuantizar la teoría perturbativamente y
obtener funciones de Green bien comportadas. De estos vértices se obtuvieron las contribuciones
provenientes de todo el espectro bosónico de nuevas partículas que predice nuestra teoría, a los
factores de forma ∆κ y λ, relacionados con cantidades estacionarias del bosón W . Como era
esperado, todas las contribuciones calculadas para estos factores resultaron libres de divergencias
ultravioleta. Lo que distingue a esta extensión del Modelo Estándar, del resto de teorías efectivas,
es la emergencia de un número infinito de campos de Kaluza-Klein asociados con los grados de
libertad usuales de la teoría; lo que implica considerar las contribuciones virtuales de un número
infinito de campos, que a su vez conlleva a la aparición de una nueva especie de divergencias
posibles causadas por las sumas discretas de Kaluza-Klein. Se mostró que el tratamiento de
este tipo de amplitudes de lazo se puede efectuar mediante regularización dimensional y la
incorporación en las amplitudes de la función generalizada de Epstein Ec2

ℓ (s); la cual se encontró
que siempre aparece multiplicada por una función Gamma Γ(s). Se encontraron imprevistos
debidos a la presencia de indeterminaciones presentes en los factores de forma, y el limitado
estudio en la literatura de las funciones de Epstein en rangos de valores negativos del parámetro
c2; que nos impidieron continuar con el análisis numérico de los factores de forma en todos los
rangos energéticos posibles.

A continuación presentaremos una condensación de los elementos clave en el desarrollo de la
presente tesis de maestría.

La dinámica sentada por LSM
(4+n) es gobernada por los grupos extradimensionales {ISO(1, 3+

n), GSM (Md)}, que se rompen a la simetría usual {ISO(1, 3), GSM (M4)} a la escala R−1;
a este proceso denominamos mecanismo de compactificación.

Las observables de momento en la variedad compacta ,Pµ̄ y P̄ 2, generan una base común en la
totalidad del espacio de Hilbert, {|0⟩, |p(m)⟩}. Los grados de libertad efectivos: las conexiones,
sus escalares asociados y sus parámetros de norma, son vectores generados por esta base:

|Aµ(x)⟩ = A(0)
µ (x)|0⟩+

∑
(m)

A(m)
µ (x)|p(m)⟩, (5.1a)

|Aµ̄(x)⟩ = A
(0)
µ̄ (x)|0⟩+

∑
(m)

A
(m)
µ̄ (x)|p(m)⟩, (5.1b)

|α(x)⟩ = α(0)(x)|0⟩+
∑
(m)

α(m)(x)|p(m)⟩. (5.1c)

La representación de estos vectores en la base de las coordenadas de Nn, ⟨x̄|, nos permite
remover la dependencia de las coordenadas extra de los campos: χ(x, x̄)→ {χ(0)(x), χ(m)(x)}
mediante series de Fourier múltiples.

Sobre estas funciones base ⟨x̄|p(m)⟩ = f (m)(x̄) se imponen condiciones de frontera que emulan
el escenario del efecto Casimir, un producto de n variedades Orbifold S1/Z2 como variedad

107



Conclusiones
5.1 Comentarios finales

compacta. Esto despliega un espectro discreto de momentos en las coordenadas extra, como
etapa final del mecanismo de compactificación.

Estos mapeos canónicos dividen a las transformaciones de norma de los grupos extradimen-
sionales en transformaciones de norma estándar (SGT), definidas por los grupos de simetría
usuales, y transformaciones no estándar (NSGT). Las conexiones asociadas con las SGT son
los modos cero vectoriales A

(0)
µ , que se transforman como campos de norma bajo los gru-

pos usuales. Mientras que las excitaciones vectoriales A
(m)
µ se asocian con las NSGT; y su

existencia señala la simetría extradimensional oculta que permanece en la teoría.

Los campos de norma excitados A(m)
µ , así como sus escalares asociados A(m)

µ̄ , se transforman
como campos de materia en la representación adjunta de los grupos usuales. El mecanis-
mo de compactificación nos permite dotarlos de masa. Los efectos de dimensiones extra se
desacoplan en el límite R−1 →∞, gracias a estos términos de masa.

Las variables dinámicas de la teoría extradimensional interactúan conforme a los grupos de
norma {SUL(2,Md)× UY (1.Md)}:

W iM (x, x̄), BM (x, x̄), Φ(x, x̄). (5.2)

Luego de integrar las dimensiones extra a nivel de la acción, valiéndonos de la ortogonalidad
de las funciones base, se despliega el siguiente espectro de partículas luego de atravesar el
mecanismo de compactificación y de Higgs:

• Modos Cero (Campos usuales del Modelo Estándar)

W
(0)i
µ

B
(0)
µ

}
7→


W

(0)±
µ

Z
(0)
µ

A
(0)
µ

(5.3)

H(0) 7→ H(0) (5.4)

• Campos KK vectoriales

W
(m)i
µ

B
(m)
µ

}
7→


W

(m)±
µ

Z
(m)
µ

A
(m)
µ

(5.5)

• Campos KK escalares y pseudo-bosones de Goldstone:

W
(m)i
n̄

B
(m)
n̄

}
7→


W

(m)±
n̄

Z
(m)
n̄

A
(m)
n̄

n̄ = 1, . . . , n− 1. (5.6)

W
(m)i
G

B
(m)
G

}
7→


W

(m)±
G

Z
(m)
G

A
(m)
G

Φ(m)


S
(m)±
W

S
(m)
Z

H(m)





H(m)

W
(m)±
G

S
(m)±
W

}
7→
{

G
(m)±
W

W
(m)±
n

Z
(m)
G

S
(m)
Z

}
7→
{

G
(m)
Z

Z
(m)
n

A
(m)
G

(5.7)
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Fue necesario ampliar a los grados de libertad del sistema mediante el formalismo Campo-
Anticampo para remover la degeneración de invarianza de norma bajo el grupo electrodébil.
La acción extendida es invariante bajo simetría BRST clásica:

S =

∫
d4xdnx̄[LSM

(4+n) +W∗
iMDijMCj +

1

2
g(4+n)ϵijkC

∗
kC

jCi

+BiC̄∗
i +Φ∗δΦ+ B∗M∂MC +BC̄∗]

(5.8)

Para remover la degeneración de las NSGT, se implementaron las siguientes funciones que
fijan la norma; covariantes bajo SUL(2,M4) y UY (1,M4), respectivamente:

f (m)i = D(0)ij
µ W (m)jµ − ξm(m)W

(m)i
G + igξ

(
ϕ(m)†σ

i

2
ϕ(0) − ϕ(0)†σ

i

2
ϕ(m)

)
, (5.9)

f (m) = ∂µB
(m)µ − ξm(m)B

(m)
G + ig′ξ

Yϕ

2

(
ϕ(m)†ϕ(0) − ϕ(0)†ϕ(m)

)
. (5.10)

Estas funciones modifican algunos vértices de la teoría. Remarcamos las cancelaciones finas
de acoplamientos bilineales y trilineales W (m)iµW

(m)i
G , B(m)µB

(m)
G y W

(0)i
µ W (m)jµW

(m)k
G . Se

obtuvo además una relación entre las contribuciones de campos ghost y pseudo bosones de
Goldstone.

El símil de nuestro enfoque con el Background Field Method permitió usar la norma de
Feynman-t’Hooft ξ = 1 para obtener un amplitudes independientes de la norma:

Background Field Method
Qa

µ → Aa
µ +Qa

µ

Campo de Fondo Clásico:
Aa

µ

Campo Cuántico:
Qa

µ

Función que Fija la Norma para Q:
fa = DabµQb

µ

Dimensiones Extra
Aa

µ(x, x̄)→ A
(0)a
µ (x) +A

(m)a
µ (x)

Modos cero:
A

(0)a
µ

Modos Excitados:
A

(m)a
µ

Función que Fija la Norma para KK:
f (m)a = D(0)abµA

(m)a
µ

Gracias a la fijación covariante de la norma, se obtiene la siguiente identidad de Ward tipo
QED, que enlaza a los trivértices W (m)+W (m)−V (0) con los propagadores de las conexio-
nes W

(m)±
µ ; lo cuál nos demuestra que la covarianza electrodébil usual bajo SUL(2,M4) ×

UY (1,M4), se mantiene intacta:

kαΓαβρ = −igV (0)

{[
k22gβρ −

(
1− 1

ξ

)
k2βk2ρ

]
−
[
k23gβρ −

(
1− 1

ξ

)
k3βk3ρ

]}
. (5.11)

Se generan contribuciones idénticas del sector puro de norma para ambos vértices. Estas
contribuciones mantienen covarianza explícita electrodébil a un lazo. Para las contribuciones
del sector de Higgs, surge un conjunto de diagramas comunes a A(0)∗ y Z(0)∗, que difieren
en factores de proporcionalidad. Emergen además diagramas exclusivos de Z(0)∗. Estas con-
tribuciones no preservan covarianza electrodébil explícita, sino implícita. La suma de estas
combinaciones es independiente de los ángulos de mezcla de Kaluza-Klein.

Los factores de forma ∆κ y λ se obtuvieron en términos de funciones B0 y C0, que en algunos
casos aparecieron multiplicadas por un momento discreto k2(m). Se usó parametrización de
Feynman para expresar a estas funciones en términos de productos de una función Gamma
con una función de Epstein. La convergencia de nuestros resultados está garantizada para
n = 1 dimensión extra.
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Las divergencias estándar que pueden surgir de estas amplitudes, se hacen manifiestas como
polos de la función Gamma, mientras que aquellas divergencias no estándar debidas a las
sumas discretas infinitas, las encripta la función de Epstein. Es muy interesante notar que
ambas funciones no pueden ser divergentes simultáneamente.

Para una sola dimensión extra, y en el escenario de compactificación pesada donde 0 < c2 < 1,
es posible expandir a la función de Epstein unidimensional en términos de la función Zeta,
usando el teorema del binomio:

Ec2

1 (s) =

∞∑
k=0

(−1)k Γ (k + s)

k!Γ (s)
ζ (2k + 2s)

(
c2
)k

. (5.12)

Al emplear este resultado para los factores de forma hallados, se comprobó que estos son exen-
tos tanto de divergencias estándar, como de divergencias no estándar. Además se comprobó
el desacoplamiento de la teoría en el límite R−1 →∞.

En conclusión, los vértices WWγ∗ y WWZ∗ constituyen el laboratorio predilecto para explorar
la naturaleza de norma del sector electrodébil. Estos vértices adquieren un carácter de vital impor-
tancia, dentro de mediciones de alta precisión para colisiones e+e− que tendrán lugar en el ILC. Por
otra parte, la búsqueda de dimensiones extra continúa siendo uno de los focos principales de aten-
ción dentro de todos los experimentos actuales de física de altas energías [73, 74, 75, 76, 77, 78]. Lo
que nos exhorta a seguir explorando interacciones insignia de la dinámica de norma constituyente
del Modelo Estándar; dentro de los múltiples modelos con dimensiones extra, de manera que nos
permitan orientarnos en la búsqueda de nueva física. De elemental relevancia es la incógnita que
gira en torno a la geometría particular que puedan poseer estas dimensiones extra, ya sean planas o
curvadas. Para estos cometidos, las técnicas de regularización de funciones Zeta se han posicionado
como herramientas indispensables en el estudio de teorías cuánticas de campo formuladas en esta
clase de geometrías.

5.2. Perspectivas a futuro
Se tiene contemplada la publicación de los siguientes artículos de investigación, donde este

trabajo de tesis ha contribuido:

Gauge Structure of Yang-Mills Theories with Extra Dimensions

• Trabajo conjunto entre los miembros del grupo de investigación involucrados en dimen-
siones extras.

• Se realiza un análisis clásico de las teorías de Yang-Mills en dimensiones extra.

Batalin-Vilkovisky description of Yang-Mills Theories with Extra Dimensions

• Trabajo conjunto entre los miembros del grupo de investigación involucrados en dimen-
siones extras.

• Uso del Formalismo Campo-Anticampo y Background Field Method para modos cero.
• Cálculo de la función beta en QCD en forma covariante bajo SUC(3,M4) utilizando el

método del kernel de calor.
• Discusión sobre la dependencia del parámetro de norma ξ.

SUL(2) × UY (1)-covariant one-loop study of the off-shell W−W+V ∗ (V ∗ = γ∗, Z∗) vertices
in the Standard Model with Extra Dimensions

• Esta será la publicación del presente trabajo de tesis.
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• En una etapa posterior se abordará el cálculo de la contribución bosónica de los modos
cero usando el Background Field Method. Debe incluirse la contribución de los modos
cero de leptones y quarks.

• Los resultados analíticos de la parte bosónica de modos de KK se encuentran en esta
tesis

• Es necesario calcular también la contribución fermiónica de KK. Esto se hará en una
etapa futura.

• Se analizarán los cambios en los factores de forma como función de la energía. Las
contribuciones novedosas son el estudio de compactificación ligera (

√
Q2 > R−1) y

pesada (
√

Q2 < R−1), así como regularización de funciones de Epstein.

Effects of extra dimensions on W−W ∗ pair production at the ILC

• Análisis detallado de la sección eficaz del proceso e+e− →W+W−, en los escenarios de
compactificación pesada y ligera, usando los resultados del artículo anterior.

Figura 5.1: Dispersión e+e− →W+W−, que contiene la contribución más significativa de dimen-
siones extra, cuyos efectos sobre observables del Modelo Estándar emergen a partir de un lazo.

• Con este trabajo se habrá completado el estudio de los vértices WWV ∗ en dimensiones
extra.

Proyecto tentativo de tesis doctoral: Estudio de renormalización en teorías de Yang-Mills
con Dimensiones Extras

• Estudiar renormalización de teorías de Yang-Mills con dimensiones extra estudiando los
tres tipos de funciones de Green: Estándar, Híbridas y No estándar.

• El estudio se realizará en el contexto de la teoría pura de Yang-Mills invariante bajo
SU(N).

• Se requiere del uso sistemático del Background Field Method para el modo cero y modos
excitados.

• Se realizará el cálculo mediante determinantes funcionales invariantes bajo SU(N,M4).

• Se mantiene continuidad en la línea de investigación que se ha venido trabajando desde
la licenciatura hasta la maestría.
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Apéndice A

Apéndice A

Aquí presentamos la forma explícita de los coeficientes de las funciones de Passarino-Veltman
de nuestros resultados presentados en el capítulo 3.

A.1. Contribución Electrodébil

A.1.1. Circulación Vector-Vector
∆κCPN

V (0)∗,V (m)

a1 = −256

3
m2

W (0)

(
4m2

W (0) −Q2
)

(A.1)

a2 =
32

3

(
Q2 − 4m2

W (0)

)2
(A.2)

a3 = − 8

3m2
W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
2m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)
−m2

V (0)

(
Q2 − 24m2

W (0)

))
(A.3)

a4 =
8

3

(
6m4

V (0)

(
8m2

W (0) + 3Q2
)
− 2m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)2
+ 3m2

V (0)

(
8Q2m2

W (0) − 48m4
W (0) +Q4

)) (A.4)

a5 = − 8

3m2
W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
m4

V (0)

(
Q2 − 24m2

W (0)

)
+m2

V (0)

(
48m4

W (0) − 7Q2m2
W (0)

)
+ 2m4

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)) (A.5)

a6 = −8

3

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
2m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)
−m2

V (0)

(
Q2 − 24m2

W (0)

))
(A.6)

c1 = 16
(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
m2

V (0)

(
8m2

W (0) +Q2
)
+ 2m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

))
(A.7)
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c2 = 8
(
m2

V (0)

(
Q3 − 4Qm2

W (0)

)2
+ 2m6

V (0)

(
8m2

W (0) + 3Q2
)
+m2

W (0)

(
4m2

W (0) −Q2
)3

+ 4m4
V (0)

(
Q2m2

W (0) − 20m4
W (0) +Q4

)) (A.8)

b1 =
8

3m2
W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
m4

V (0)

(
Q2 − 24m2

W (0)

)
+m2

V (0)

(
48m4

W (0) − 2Q2m2
W (0)

)
+ 4m4

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)) (A.9)

λCPN

V (0)∗,V (m)

a7 = − 64

3Q2

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
3Q2m2

W (0) − 4m4
W (0)

)
(A.10)

a8 = − 64

3Q2
m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)2
(A.11)

a9 =
32

3Q2

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
m2

V (0)

(
6m2

W (0) +Q2
)
+m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

))
(A.12)

a10 =
32

3Q2
m2

W (0)

(
− 6m4

V (0)

(
3Q2 − 2m2

W (0)

)
+m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)2
+m2

V (0)

(
48Q2m2

W (0) − 48m4
W (0) − 9Q4

)) (A.13)

a11 =
32

3Q2

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
−
(
m4

V (0)

(
6m2

W (0) +Q2
))
− 2m2

V (0)m
2
W (0)

(
Q2 − 9m2

W (0)

)
+m4

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)) (A.14)

a12 =
32

3Q2

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
m2

V (0)m
2
W (0)

(
6m2

W (0) +Q2
)
+m4

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

))
(A.15)

c3 = − 32

Q2
m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
4m2

V (0)

(
Q2 −m2

W (0)

)
− 6Q2m2

W (0) + 8m4
W (0) +Q4

)
(A.16)

c4 = − 32

Q2
m2

V (0)m
2
W (0)

(
m4

V (0)

(
6Q2 − 4m2

W (0)

)
+
(
Q2 − 4m2

W (0)

)2(
Q2 − 2m2

W (0)

)
+ 6m2

V (0)

(
− 5Q2m2

W (0) + 4m4
W (0) +Q4

)) (A.17)

b2 = − 16

3Q2

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
− 2m4

V (0)

(
6m2

W (0) +Q2
)
+ 4m2

V (0)m
2
W (0)

(
6m2

W (0) +Q2
)

+Q2m2
W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)) (A.18)
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A.2.1. Circulación Escalar HWsZs

∆κCSH

Z(0)∗,HWsZs

a13 =
16

3
m2

W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)
(A.19)

a14 =
1

3

(
Q4 − 16m4

W (0)

)
(A.20)

a15 = − 1

12m2
W (0)
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W (0)
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)
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W (0)
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H(0)

(
Q2 − 24m2

W (0)

)
+ 8m2

W (0)

(
Q2 − 3m2

Z(0)

)
+Q2m2

Z(0) + 48m4
W (0)

) (A.22)

a17 =
1

12Q2m2
W (0)

(
Q2 − 4m2

W (0)

)(
m2

H(0)

(
− 12Q2m2

W (0) − 8m4
W (0) +Q4
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Z(0) +Q4
)) (A.23)
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Apéndice A
A.2 Contribución Del Sector de Higgs
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