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Resumen

En este trabajo de tesis estudiamos el decaimiento del bosón de Higgs a un fotón y un bosón
Z en el contexto del modelo estándar de interacciones fundamentales con n dimensiones extra
compactas. En el marco del modelo estándar este proceso surge a nivel de un lazo, lo cual lo
hace un objeto de estudio interesante dado que se encuentra suprimido. Actualmente, en el Gran
Colisionador de Hadrones se están realizando búsquedas exhaustivas experimentales de este canal
de decaimiento, sin embargo, aún no se tienen resultados concluyentes acerca de la detección
del mismo, pues únicamente existen cotas experimentales que discrepan significativamente con la
predicción teórica del modelo estándar. Esta situación da lugar a que en el contexto de teoŕıas
más allá del modelo estándar se puedan inferir posibles explicaciones a esta discrepancia en térmi-
nos de efectos de nueva f́ısica. En espećıfico, nuestro estudio es consistente ya que los resultados
anaĺıticos obtenidos para H → γZ en el contexto del modelo estándar en dimensiones extra se
reduce a la predicción del decaimiento H → γγ en el mismo modelo cuando la masa del bosón
Z tiende a cero. Finalmente, el análisis numérico nos dice que dentro de la región de restricción
experimental para el canal γZ la discrepancia entre la predicción del modelo estándar y la cota
experimental podŕıa ser explicada por nuestro modelo de extensión.

Palabras clave: part́ıculas elementales, dimensiones extra, correcciones radiativas, bosón de Higgs,
interacción débil.
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Abstract

In this thesis we study the Higgs boson decaying into a photon and a Z boson in the context
of the standard model with n compact extra dimensions. In the framework of the standard model
this process is an interesting object of study since it arises at one-loop level. Currently, the
experimental collaborations ATLAS and CMS are exhaustively searching for this decay channel
at the LHC, however, there are still no conclusive results since there are only experimental bounds
that differ significantly with respect to the standard model prediction. This situation allow us
to infer possible explanations about this discrepancy in terms of new physics effects. Specifically,
our results are consistent since the analytical results obtained for H → γZ in the context of the
standard model with n compact extra dimensions are reduced to the prediction for H → γγ in
the same model when the mass of the Z boson tends to zero. Finally, the numerical analysis tells
us that within the experimental constraint region for the γZ channel the discrepancy between the
standard model prediction and the experimental constraints could be explained by our extended
model.
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Introducción

En las mediciones hechas por la colaboración experimental ATLAS (2014) [1] se reportaron
los primeros intentos de medición de la anchura de decaimiento H → γZ a un nivel de confianza
del 95%; los resultados mostrados en este estudio experimental concluyeron que la anchura de
decaimiento de dicho proceso era 11 veces mayor que la predicha por el Modelo Estándar (ME).
Recientemente, en un nuevo estudio experimental realizado por la colaboración ATLAS (2016) [2]
se exponen diversos análisis combinados de producción y anchuras de decaimiento, en donde se
incluyen los resultados de: H → γγ, ZZ∗,WW ∗, Zγ, bb̄, τ τ̄ y µµ̄ a partir de la colisión protón-
protón (p+p+). Esta referencia muestra una tabla para los análisis individuales de los modos de
decaimiento, donde se reporta que la fracción de decaimiento para el proceso H → γZ es de

Br(H → γZ) = 4.206× 10−3,

lo cual comparado con la predicción del ME (con una masa del bosón de Higgs mH = 125.3
GeV), implica que el resultado experimental es 2.7 veces más grande. Debemos mencionar que
este dato reportado de la anchura de este proceso es de igual manera a un nivel de confianza
del 95%. En conclusión, los resultados experimentales desde el 2014 hasta ahora muestran que la
anchura de decaimiento para el procesoH → γZ es siempre mayor a la predicha por el modelo ME.

Motivados con la actual evidencia experimental y con base a que el decaimiento H → γZ
emerge en el ME a orden de un lazo y que sólo a este orden puede surgir este fenónemo en
la naturaleza, se propone que este proceso podŕıa manifestarse también por conducto de otras
part́ıculas diferentes a las del ME. Con esto en mente, estudiaremos este proceso desde un con-
texto más general, a saber, en el marco del ME en dimensiones extra compactas, en el cual se
predice la existencia de nuevas part́ıculas adicionales a las del ME, las cuales podŕıan contribuir
de manera indirecta a este proceso a través fluctuaciones cuánticas [3, 4]. Al introducir estas
nuevas part́ıculas, se analizará la amplitud de este proceso y compararemos nuestro resultado
respecto a la predicción teórica del ME.

El decaimiento H → Zγ ya ha sido estudiado en el contexto del ME con una dimensión
extra [5], sin embargo, nuestro principal objetivo en este proyecto es estudiar la sensibilidad de
este proceso no sólo al tamaño de la variedad compacta, sino también a su dimensión. Aunque
la geometŕıa espećıfica de la variedad puede ser también de gran importancia desde el punto de
vista fenomenológico, en este trabajo se considera una generalización simple de la variedad usada
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en el caso de una sola dimensión extra [6, 7], la cual consiste en la introducción de una orbifold
S1/Z2, donde S

1 es el ćırculo de radio R. Basados en este esquema [5], nuestro trabajo consiste
en la introducción de n copias de la geometŕıa usada en el caso de n = 1, la cual ha sido ya
implementada en la referencia [8], y analizar su contribución para distintas dimensiones extra
compactas, en donde se pretende situar un escenario f́ısico acorde con las restricciones experi-
mentales impuestas por la colaboración ATLAS.

Esta tesis está organizada en cinco caṕıtulos. En el primer caṕıtulo se presenta el ME y se
detalla brevemente cada uno de sus sectores. En el segundo caṕıtulo se calcula el decaimiento
H → γZ en el contexto del ME. En el tercer caṕıtulo se hace una descripción de cada uno de los
sectores del ME en dimensiones extra compactas. El cuarto caṕıtulo expone el proceso H → γZ
en dicho modelo y se hace un análisis numérico de nuestros resultados. En el quinto caṕıtulo
presentamos las conclusiones de la tesis.



Caṕıtulo 1

Modelo estándar

El modelo estándar es una teoŕıa cuántica relativista que describe las interacciones elec-
tromagnéticas, débiles y fuertes. El ME unifica las interacciones electromagnéticas y débiles
(electrodébil) [9, 10] y su base matemática está sustentada por el grupo de norma SUC(3) ×
SUL(2) × UY (1). El grupo SUC(3)

1 caracteriza las interacciones fuertes, mientras que el grupo
SUL(2)× UY (1) define las interacciones electrodébiles. Esta teoŕıa de campo cuántica-relativista
es consistente, renormalizable y está libre de anomaĺıas [11]. El ME posee un conjunto de campos
de norma asociados al grupo SUC(3)×SUL(2)×UY (1), el cual se puede dividir en tres conjuntos:
8 asociados a SUC(3), 3 para SUL(2) y finalmente uno para UY (1). La interacción fuerte es me-
diada por los gluones, los cuales se acoplan exclusivamente a las part́ıculas de materia conocidas
como quarks. La interacción débil resulta del intercambio de los bosones de norma masivos W±

y Z, mientras que la interacción electromagnética es mediada por el fotón. Tres de los cuatro
campos de norma del sector electrodébil adquieren masa, mientras que el único campo sin masa
es el fotón. Todo esto se debe al rompimiento espontáneo de la simetŕıa (RES) del grupo elec-
trodébil a través del mecanismo de Higgs. El grupo SUC(3) no se ve afectado por este mecanismo.

Por otra parte, en el ME, los fermiones son agrupados en tres “familias”, teniéndose tres fa-
milias para el sector de quarks y otras tres familias para el sector de leptones. En cada familia se
aprecia el mismo patrón: los fermiones de helicidad izquierda son agrupados en una representación
de dobletes en virtud del grupo SUL(2), mientras que los fermiones de helicidad derecha se agru-
pan en una representación de singuletes de SUR(2).

Finalmente, en cuanto a part́ıculas de esṕın 0 se refiere, el campo escalar complejo Φ, consti-
tuye un doblete en virtud del grupo SU(2) con hipercarga igual a 1, el cual después de aplicarse
el mecanismo de Higgs pierde tres de sus componentes, dejando sólo un campo escalar neutro
real, conocido como el bosón de Higgs.

1El sub́ındice C indica que las transformaciones sólo actuan sobre las part́ıculas con carga de color y sub́ındice
L (proviene de Left) hace referencia a que la interación débil viola paridad y por lo tanto únicamente los fermiones
izquierdos pertenecen a la representación fundamental del grupo SUL(2). Por último, el súbindice Y denota la
hipercarga.

11



12 CAPÍTULO 1. MODELO ESTÁNDAR

1.1. Descripción teórica del Modelo Estándar

1.1.1. Interacción Electrodébil

Los ingredientes esenciales para construir la interacción electrodébil SUL(2) × UY (1) son la
teoŕıa de Yang-Mills y el RES. Para la interacción electrodébil se propone un lagrangiano invari-
ante bajo transformaciones de norma (gauge) locales del grupo SUL(2)×UY (1). Una caracteŕıstica
interesante de la interacción débil es que distingue estados de helicidad de fermiones, es decir, los
bosones de norma W± y Z se acoplan con diferentes intensidades a dichos estados, lo cual debe
reflejarse en sus representaciones bajo el grupo de norma SUL(2). Aśı, los quarks y leptones son
agrupados en dobletes izquierdos de SUL(2) de la siguiente manera:

QiL =

(
ui
di

)
, LiL =

(
νi
li

)
, (1.1)

de donde ui = u, c, t, di = d, s, b son quarks de tipo up y down, respectivamente. Por otra parte,
li = e, µ, τ son los leptones cargados y νi = νe, νµ, ντ son los respectivos neutrinos. En esta
notación i es un ı́ndice de sabor. Por otro lado, los estados de helicidad derecha son introducidos
como singuletes de SUL(2) = liR, uiR y diR. Para un fermión Ψ los estados de helicidad izquierda
y derecha se definen como:

ΨL,R =
1

2
(1∓ γ5)Ψ ≡ PR,LΨ, (1.2)

donde PL,R son los operadores de quiralidad. En el ME no se introducen los estados de helici-
dad derecha de neutrinos debido a que teóricamente los neutrinos sin masa sólo tienen helicidad
izquierda. No obstante, hoy en d́ıa se sabe que esto es sólo una aproximación debido a que se
ha verificado experimentalmente que los neutrinos poseen masa (se corroboró en estudios exper-
imentales la existencia de oscilaciones de neutrinos) [12, 13]. Dicha evidencia experimental nos
sugiere que en una versión moderna del ME se tienen que incluir neutrinos derechos.

Debido a que el grupo de simetŕıa electrobébil es covariante bajo transformaciones de norma
locales del grupo SUL(2)×UY (1), la invariancia de la teoŕıa electrodébil ante dichas transforma-
ciones se garantiza al introducir una derivada covariante de la siguiente forma:

Dµ = ∂µ − ig1
Y

2
Bµ − ig2

σi

2
W i

µ, (1.3)

donde g1 y g2 son las constantes de acoplamiento asociados a los grupos UY (1) y SUL(2), respec-
tivamente. Los términos Bµ y Y/2 representan el campo de norma y el generador asociado con
el grupo abeliano UY (1), respectivamente. Similarmente, W i

µ(i = 1, 2, 3) y σi/2 son los campos
de norma y los generadores, en la representación de dobletes, asociados con el grupo SUL(2). Los
campos de norma (W 1

µ ,W
2
µ ,W

3
µ , Bµ) definen mediante combinaciones lineales a los campos de

masa (W−
µ ,W

+
µ , Zµ, Aµ). También, la derivada covariante se introduce en los términos cinéticos

fermiónicos, que a su vez inducen la presencia de acoplamientos entre fermiones y bosones de
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norma. Este tipo de interacciones conforman el llamado sector de corrientes.

Una caracteŕıstica importante de la interacción débil consiste en que los correspondientes
bosones de norma son masivos. Sin embargo, se debe señalar que no es posible introducir los
términos de masa de manera directa sin romper expĺıcitamente la invariancia de norma de la
teoŕıa. Para evitar este problema, la solución más conocida para introducir las masas en la teoŕıa
consiste en implementar el RES, que es el mecanismo f́ısico validado por el experimento, lo cual
sucede a través del mecanismo de Higgs. Como es sabido, el rompimiento espontáneo de una
simetŕıa global conduce a la presencia de campos escalares de masa cero, conocidos con el nombre
de bosones de Goldstone. El rompimiento espontáneo de una simetŕıa de norma da lugar a la
absorción de los bosones de Goldstone por alguno de los bosones de norma de grupo (mecanismo
de Higgs). Para generar las masas de los tres bosones de norma asociados con la interacción débil
se requiere por lo menos de tres campos escalares, pero el número mı́nimo de tales campos que
se pueden introducir de manera consistente son los cuatro contenidos en un doblete complejo
SUL(2). El doblete que contiene a tales campos escalares es llamado doblete de Higgs. Esto se
traduce, después de un rompimiento apropiado de la simetŕıa, en la presencia de tres campos no
masivos o pseudo-bosones de Goldstone y un campo escalar real f́ısico, conocido con el nombre de
escalar de Higgs. Los pseudobosones de Goldstone no representan grados de libertad verdaderos,
por lo cual estos son eliminados en la norma unitaria. Al asignar un número de hipercarga igual a
+1 al doblete de Higgs, el grupo electrodébil es roto espontáneamente al grupo electromagnético
Uem(1), cuyo generador queda expresado como una combinación lineal del generador Y/2 del
grupo UY (1), y del generador T 3 = σ3/2 del grupo SUL(2), de acuerdo con

Q = T 3 +
Y

2
, (1.4)

donde el operador de carga Q genera al grupo Uem(1).

Por otra parte, las masas de los fermiones de la teoŕıa son generadas cuando se forman invari-
antes con combinaciones entre el doblete de Higgs y los dobletes izquierdos y singuletes derechos
de los fermiones, donde todos estos invariantes son agrupados en el sector de Yukawa. Más aún,
el ME contiene, además, el sector de Yang-Mills, el cual contiene la esencia de la estructura de
norma de la teoŕıa.

El lagrangiano de la teoŕıa electrodébil se divide en dos partes, una contiene solamente los
campos bosónicos y otra que contiene campos fermiónicos y bosónicos (ver Caṕıtulo 11 de [14]).
La parte bosónica se divide a su vez en los sectores de Higgs y de Yang-Mills. El sector bosónico-
fermiónico está comprendido por los sectores de corrientes y de Yukawa. De este modo, el la-
grangiano electrodébil (ED) se puede escribir como:

LED = LF + LB, (1.5)

de donde
LF = LC + LY , (1.6)



14 CAPÍTULO 1. MODELO ESTÁNDAR

LB = LH + LYM , (1.7)

con LC ,LY ,LH y LYM representando los sectores de corrientes, Yukawa, Higgs y Yang-Mills,
respectivamente. En las siguientes secciones se discute de manera breve cada uno de los sectores.

1.1.2. Sector de Higgs

En el sector de Higgs, el cual está formado por el sector cinético y el potencial de Higgs, se
generan las masas de los bosones débiles provenientes del término cinético; también se genera la
masa del bosón de Higgs, justamente del término del potencial. En el sector de Higgs, también
conocido como sector escalar, es en donde se implementa el mecanismo de Higgs que permite dotar
de masa a los bosones de norma débiles W± y Z, y también al bosón de Higgs. El lagrangiano
escalar está dado por:

LH = (DµΦ)
†(DµΦ)− V (Φ†,Φ), (1.8)

donde Dµ es la derivada covariante en la representación de dobletes, dada por la ecuación (2.3)
y V (Φ†,Φ) es el potencial de Higgs, cuya estructura renormalizable tiene la forma:

V (Φ†,Φ) = µ2(Φ†Φ) + λ(Φ†Φ)2, (1.9)

con

Φ(x) =

(
φ1,1 + iφ1,2
φ2,1 + iφ2,2

)
=

(
φ1(x)
φ2(x)

)
(1.10)

siendo el doblete de Higgs, al cual se asigna un número de hipercarga Y = +1. En la expresión
para el potencial, el coeficiente λ representa un número real positivo y µ es un parámetro con
dimensiones de masa, por medio del cual se establece la condición esencial para realizar el RES
en la teoŕıa. De este modo, si µ2 > 0, el vaćıo Φ0 es único y no es posible realizar el RES. De otro
modo, si µ2 < 0, se tiene el caso de un vaćıo degenerado, es decir, existen un número infinito de
estados de mı́nima enerǵıa que satisfacen la condición:

Φ†
0Φ0 =| Φ0

1 |2 + | Φ0
2 |2=

−µ2
2λ

, (1.11)

donde Φ0 = 〈|Φ|〉 es el valor esperado en el vaćıo del doblete de Higgs, el cual rompe espontánea-
mente la simetŕıa electrodébil al grupo electromagnético. Esto significa que Φ0 debe ser invari-
ante bajo el grupo electromagnético (esto es necesario para garantizar la conservación de la carga
eléctrica), es decir, si U ∈ Uem(1), entonces, UΦ0 = Φ0, lo que implica que el generador de este
grupo dado por la ecuación (2.4) lo aniquila, QΦ0 = 0. Debido a la simetŕıa SUL(2), puede elegirse
sin pérdida de generalidad a:

Φ0 =

(
0
v√
2

)
, (1.12)

con

v2 =
µ2

2λ
, (1.13)
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ya que cualquier otra elección de Φ0 esta relacionda con la ecuación (2.12) mediante una trans-
formación global del grupo electrodébil.

El RES aparece como consecuencia de elegir un valor del vaćıo. Cabe mencionar también que
cuando las simetŕıas involucradas son globales, el resultado es la presencia de campos escalares
sin masa, conocidos con el nombre de bosones de Goldstone. Pero, cuando la simetŕıa es de nor-
ma, el resultado es la presencia de bosones de norma masivos uno por cada generador roto de
la simetŕıa. A este fenómeno donde los bosones de Goldstone son absorbidos por los campos de
norma asociados con los generadores rotos, se le conoce como el mecanismo de Higgs.

La teoŕıa debe ser considerada en el entorno de este estado de mı́nima enerǵıa. Aśı que se
introduce el desplazamiento:

Φ → Φ0 +Φ =
1√
2

(
0
v

)
+

(
G+

W

(H + iGZ/
√
2)

)
, (1.14)

donde G+
W y GZ son los pseudobosones de Goldstone asociados a los bosones de norma débiles

W± y Z0 respectivamente, en tanto que H representa al escalar de Higgs. En términos de la
expresión anterior, el potencial de Higgs toma la forma:

V (Φ†,Φ) = µ2(Φ0 +Φ)†(Φ0 +Φ) + λ[(Φ0 +Φ)†(Φ0 +Φ)]2

=
λv4

4
− m2

H

2
H2 − λvH3 − λ

4
H4 − 2λvH(G2

Z + 2G+
WG

−
W )

− λ

2
G2

ZH
2 − λ(H2 +G2

Z)G
+
WG

−
W − λ

4
G4

Z − λ(G+
WG

−
W )2,

(1.15)

de donde se puede apreciar que sólo el campo de Higgs, H, tiene masa distinta de cero dada por
m2

H = 2λu2. Es en esta parte donde se dan los autoacoplamientos del bosón de Higgs.

En cuanto a la parte cinética del sector de Higgs se refiere, esta se puede expresar de la
siguiente manera:

[Dµ(Φ0 +Φ)]†[Dµ(Φ0 +Φ)] = (DµΦ0)
†(DµΦ0) + (DµΦ0)

†(DµΦ)

+ (DµΦ)
†(DµΦ0) + (DµΦ)

†(DµΦ),
(1.16)

de donde Φ y Φ0 están dados en la ecuación (2.14). Aśı, se pueden identificar los términos de
masa para los bosones débiles, dados por:

(DµΦ0)
†(DµΦ0) = m2

WW
+
µ W

−µ + (W 3
µ , Bµ)M

(
W 3µ

Bµ

)
, (1.17)

donde mW = g2v/2 es la masa asociada a los bosones de norma débiles, resultando ser:

W±
µ =

1√
2
(W 1

µ ∓W 2
µ), (1.18)
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considerando que

M =
1

2
m2

W

(
1 −g1/g2

−g1/g2 g21/g
2
2

)
, (1.19)

es la matriz de masa asociada con los campos W 3
µ y Bµ, la cual debe ser diagonalizada para

eliminar el término bilineal W 3
µB

µ. Resolviendo el problema de eigenvalores y definiendo cW =

g2/
√
g21 + g22 , con cW = cos θW y sW = sin θW se encuentra que la matriz

S =

(
cW sW
−sW cW

)
, (1.20)

diagonalizada a M, en efecto

S†MS =
1

2
m2

W

(
1 + g21/g

2
2 0

0 0

)
, (1.21)

además, (
W 3

µ

Bµ

)
= S

(
Zµ

Aµ

)
. (1.22)

Por lo tanto,

(DµΦ0)
†(DµΦ0) = m2

WW
−
µ W

+µ +
m2

Z

2
ZµZ

µ, (1.23)

donde mZ = mW/cW es la masa del bosón débil neutro Zµ. El campo Aµ permanece sin masa
y se identifica como el fotón. De los términos de la parte cinética que involucran la mezcla de
Φ0 y Φ resultan los acoplamientos trilineales HV V , mientras que el último término genera los
términos cuánticos HHV V (V =W,Z).

1.1.3. Sector de Yang-Mills

La estructura de este sector está completamente determinada por el carácter no abeliano del
grupo electrodébil. Los invariantes correspondientes no pueden ser construidos con los campos de
norma directamente, sino por medio de las estructuras covariantes dadas por el tensor de campo
Wµν = T iWiµν , asociado con el grupo no abeliano SU2(2) y el correspondiente tensor Bµν del
grupo abeliano UY (1), los cuales se transforman como:

W ′
µν = UWµνU

†, (1.24)

donde U ∈ SUL(2) y

B′
µν = Bµν . (1.25)

Expĺıcitamente, los tensores de campo están dados como:

W i
µν = ∂µW

i
ν − ∂νW

i
µ + g2ǫ

ijkWjµWkν , (1.26)
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y
Bµν = ∂µBν − ∂νBµ, (1.27)

donde ǫijk es la constante de estructura del grupo SUL(2). Con estos objetos, se construye el
siguiente lagrangiano renormalizable

LYM = −1

2
Tr[W i

µνW
µν
i ]− 1

4
BµνB

µν , (1.28)

el cual, después de aplicar la normalización Tr[T iT j] = δij/2 para los generadores del grupo
SUL(2), se puede reescribir como:

LYM = −1

4
W i

µνW
µν
i − 1

4
BµνB

µν . (1.29)

Al hacer uso de los campos de masa W±
µ (definidos en la ecuación (1.18)), Zµ y Aµ (que

surgen directamente de la ecuación (1.22)) dados por:

W 3
µ = cWZµ + sWAµ, (1.30)

Bµ = −sWZµ + cWAµ, (1.31)

e introduciendo los siguientes tensores:

Ŵ±
µν =

1

2
(W 1

µν ∓ iW 2
µν), (1.32)

Zµν = ∂µZν − ∂νZµ, (1.33)

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ, (1.34)

el lagrangiano de Yang-Mills adquiere la forma

LYM = −1

2
Ŵ−

µνŴ
µν
+ − 1

4
FµνF

µν − 1

4
ZµνZ

µν − ig2(sWFµν + cWZµν)W
−µW+ν

+ g22(W
−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν )(W−µW+ν −W+µW−ν).

(1.35)

Este lagrangiano contiene las partes cinéticas de los cuatro bosones de norma aśı como sus au-
tointeracciones.

1.1.4. Sector de Yukawa

Este sector tiene el propósito de dotar de masa a los fermiones v́ıa el RES electrodébil; ya
que los estados de helicidad se definen en diferentes representaciones del grupo, no es posible
definir sus masas en forma invariante de norma. Además, dicho sector contiene invariantes que
se construyen como producto de campos de norma que vinculan fermiones de diferente helicidad
acoplados al doblete de Higgs. En la TED, debido a la ausencia de neutrinos de helicidad derecha,



18 CAPÍTULO 1. MODELO ESTÁNDAR

están prohibidos los acoplamientos de Yukawa que generaŕıan sus posibles masas, por lo tanto,
estos no tienen ninguna manifestación f́ısica de dicho sector.

El Lagragiano renormalizable más general que representa al sector de Yukawa se puede de-
scomponer en dos partes independientes, tal como se aprecia a continuación:

LY = LY
q + LY

l , (1.36)

donde LY
q y LY

l son los Lagrangianos de los sectores de quarks y leptones respectivamente. A
continuación se estudian brevemente cada uno de estos sectores.

Sector de Yukawa para Quarks

Debido a que en el caso de los quarks existen estados derechos asociados a los dos miembros
del doblete izquierdo, es necesario considerar otro objeto que transforme covariantemente bajo el
grupo SUL(2) cuya forma está dada enseguida:

Φ̃ = iσ2Φ∗ =

(
0 1
−1 0

)(
φ−

φ0∗

)(
φ0∗

−φ−
)
, (1.37)

donde σ2 es una de las matrices de Pauli, Φ̃ también tiene valor de hipercarga Y = +1. Con la
ayuda de este objeto se puede escribir el lagrangiano del sector de Yukawa de quarks como:

LY
q = −Y u

ij Q̄
′
iLΦ̃u

′
jR − Y d

ijQ̄
′
iLΦd

′
jR + h.c., (1.38)

donde Y u
ij , Y

d
ij son constantes arbitrarias, llamadas constantes de acoplamiento de Yukawa. Aqúı los

śımbolos primados denotan los estados de norma. Este lagrangiano no conserva el sabor, ya que
las matrices Y u,d no están sujetas a ningún tipo de restricción, en particular, no son diagonales
y la presencia de dichas matrices indica que pueden existir mezclas entre fermiones, entonces es
necesario diagonalizarlas para encontrar los eigenestados de masa.

En términos de los vectores en el espacio de sabor definidos por:

U ′ =



u′

c′

t′


 , D′ =



d′

s′

b′


 , (1.39)

y de las matrices de masa

Mu
ij =

u√
2
Y u
ij , M

d
ij =

v√
2
Y d
ij ; (1.40)

el lagrangiano de Yukawa para quarks se puede reescribir como:

LY
q = −

(
1 +

H

v

)
(Ū ′

LM
uU ′

R + D̄′
LM

dD′
R +

i

v
GZ(Ū

′
LM

uU ′
R − D̄′

LM
dD′

R))

−
√
2

v
G−

W D̄
′
LM

uU ′
R +

√
2

v
G+

W Ū
′
LM

dD′
R + h.c. (1.41)
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Las masas de los quarks se encuentran al diagonalizar la parte cuadrática de este lagrangiano.
Es aśı que se definen los campos de masa mediante las siguientes transformaciones:

UL,R = V u
L,RU

′
L,R, DL,R = V d

L,RD
′
L,R, (1.42)

donde las matrices V u,d
L,R son asumidas unitarias con el fin de conservar la estructura canónica de

los términos cinéticos que aparecen en el sector de corrientes, que a su vez garantizan la existencia
de propagadores en su forma canónica.

En álgebra lineal existe un teorema que garantiza que para cualquier matriz M , es posible
encontrar dos matrices unitarias A y B, tales que AMB sea real y diagonal. Dado que las matrices
V u,d
L,R son unitarias, el teorema mencionado nos garantiza que las matrices V u,d

L Mu,dV u,d+
R serán

reales y diagonales, como debe ser ya que los elementos de la diagonal representan a las masas de
los quarks. Entonces, en términos de los campos de masa U y D, el lagrangiano de Yukawa para
quarks se puede escribir como:

LY
q = −

(
1 +

H

v

)
(ŪM̄uU + D̄M̄dD) +

iγ5

v
GZ(ŪM̄

uU − D̄M̄dD)

−
√
2

v
G−

W D̄(K†M̄uPR − M̄dK†PL)U +

√
2

v
G+

W Ū(KM̄dPR − M̄uKPL)D,

(1.43)

donde
K = V u

L V
d†
L , (1.44)

es la matriz de Cabbibo-Kobayashi-Maskawa (CKM), con M̄u,d siendo matrices de masa dadas
por

M̄u = V u
LM

uV u†
R =



mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt


 , M̄d = V d

LM
dV d†

R =



md 0 0
0 ms 0
0 0 mb


 . (1.45)

De esta manera, en términos de los campos de masa, el sector de Yukawa de quarks conserva el
sabor, es decir, el bosón de Higgs sólo se acopla a pares del mismo tipo de quarks.

Sector de Yukawa para Leptones

En lo que corresponde a leptones, considerando que no existen estados de helicidad derecha
de neutrinos, podemos escribir el lagrangiano para este sector como:

LY
l = −Y l

ijL̄
′
iLΦl

′
iR + h.c. (1.46)

donde Y l
ij son las componentes de la matriz de Yukawa.
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En términos de los campos en el espacio de sabor:

E′ =



e′

µ′

τ ′


 , ν ′ =



ν ′e
ν ′µ
ν ′τ


 , (1.47)

y de la matriz de masa

M l
ij =

v√
2
Y l
ij, (1.48)

podemos escribir el lagrangiano de Yukawa para leptones como:

LY
l = −

(
1 +

H

v

)
Ē′

LM
lE′

R − i

v
GZĒ

′
LM

lE′
R −

√
2

v
G+

W ν̄
′M lE′

R + h.c. (1.49)

De manera análoga al caso de quarks, las masas de los leptones se definen diagonalizando la parte
cuadrática del lagrangiano anterior. Como antes, se definen los campos de masa mediante las
siguientes transformaciones:

EL,R = V ′
L,RE

′
L,R, νL = V l

Lν
′
L, (1.50)

donde V l
L,R son las matrices de rotación unitarias. Aśı, en términos de los campos de masa, el

lagrangiano de Yukawa para leptones se escribe como:

LY
l = −

(
1 +

H

v

)
ĒM̄ lE − iγ

v
GZĒM̄

lE −
√
2

v
(G+

W ν̄M̄
lPRE +G−

W ĒM̄
lPLν). (1.51)

Puesto que siempre es posible encontrar las matrices unitarias V l
L,R tales que M̄ l = V l

LM
lV l†

R sea

real y diagonal, como se requiere para definir los términos de masa. La matriz M̄ l queda dada
por:

M̄ l =



me 0 0
0 mν 0
0 0 mτ


 , (1.52)

donde los elementos de la diagonal son las masas de los respectivos leptones cargados.

Como ocurre en el sector de quarks, el sector de Yukawa para leptones conserva el sabor, es
decir, el bosón de Higgs sólo se acopla al mismo tipo de lepton cargado.

1.1.5. Sector de Corrientes

En esta sección nos enfocamos en los sectores cinéticos de quarks y leptones, ya que es
ah́ı donde se presentan las interacciones de los campos de norma del grupo electrodébil con
los fermiones. A los acoplamientos de pares de fermiones con el bosón W± se le conoce como
corrientes cargadas, mientras que a los acoplamientos de pares de fermiones con los bosones Z y
γ se les denominan corrientes neutras. El lagrangiano asociado, con la propiedad de invariancia
de norma, se puede descomponer en dos partes, a saber:

LC = LC
q + LC

l , (1.53)

donde LC
q y LC

l representan los sectores de quarks y leptones, respectivamente.
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Sector de Corrientes para Quarks

El lagrangiano para quarks, en términos de los campos de norma, conserva el sabor y esta
dado por:

LC
q = iQ̄′

iLγ
µDµQ

′
iL + iū′iRγ

µDµu
′
iR + id̄′iRγ

µDµd
′
iR, (1.54)

el cual, una vez expresado en términos de los campos de masa, toma la siguiente forma:

LC
q = iŪγµ∂µU + iD̄γµ∂µD +

g2√
2
(W+

µ J
−µ + J+

µ W
−µ) +

g2
2cW

ZµJ
µ
Z + eAµJ

µ
A, (1.55)

donde las corrientes cargadas J−µ y neutras Jµ
Z y Jµ

A están definidas de la siguiente manera:

J−µ = ŪLγ
5KDL, (1.56)

Jµ
Z = Ūγµ(guv + guAγ

5)U + D̄γµ(gdv + gdAγ
5)D, (1.57)

Jµ
A = ŪγµU + D̄γµD, (1.58)

siendo K la matriz CKM dada en la ecuación (2.44), mientras que gui
v y gui

A son constantes de
acoplamiento que dependen esencialmente de la carga del quark ui (ui = u, d). Se puede apreciar

que debido a la unitariedad de las matrices V u,d
L,R, en el ME las corrientes neutras conservan el

sabor, sin embargo, en las corrientes cargadas se dan transiciones entre familias a través de la
matriz CKM. La presencia de corrientes cargadas con cambio de sabor a nivel árbol da lugar a
la aparición de corrientes neutras con cambio de sabor a nivel de un lazo.

Sector de Corrientes para Leptones

Debido a la ausencia de neutrinos derechos, el lagrangiano de corrientes para leptones, estÃ¡
dado por:

LC
l = iL̄′

iLγ
µDµL

′
iL + il̄′iRγ

µDµl
′
iR, (1.59)

el cual, como en el caso de quarks, conserva sabor. En la base de masas, este lagrangiano se puede
reescribir como:

LC
q = iĒγµ∂µE + iν̄γµ∂µνL +

g2√
2
(W+

µ J
−µ + J+

µ W
−µ) +

g2
2cW

ZµJ
µ
Z + eAµJ

µ
A, (1.60)

de donde, al igual que para quarks, se han introducido las corrientes cargadas J−µ y neutras Jµ
Z

y Jµ
A, que están dadas de la siguiente manera:

J−µ = ν̄Lγ
µEL, (1.61)

Jµ
Z = ν̄γµ(gνV + gνγ5)ν + Ēγµ(gEV + gEAγ

5)E, (1.62)

Jµ
A = ν̄Lγ

µνL + ĒγµE, (1.63)

donde gliV y gliA(li = ν,E) son constantes de acoplamiento que dependen de los números cuánticos
con que se acoplan los leptones en el grupo electrodébil. En este caso, debido a la ausencia de
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neutrinos derechos, las corrientes cargadas y neutras conservan el sabor a todo orden en la serie
perturbativa. Es importante señalar que la ausencia de interacciones entre leptones de diferentes
familias mediadas por el bosón débil cargado, en contraste con lo que ocurre con los quarks, no
sólo se debe a la inexistencia de neutrinos derechos, sino también a que el sector de corrientes es
originalmente invariante de sabor.

1.1.6. El lagrangiano de QCD

La cromodinámica cuántica (QCD por sus siglas en inglés) es la teoŕıa que describe las in-
teracciones entre gluones y quarks mediante el requerimiento de invariancia de norma local. Al
imponer la condición de renormalización se termina por delinear la forma del lagrangiano asoci-
ado; es aśı que esta teoŕıa es de tipo Yang-Mills cimentada en el grupo de norma SU3(3), por lo
cual el lagrangiano de QCD adquiere la siguiente forma:

LQCD = −1

2
Tr[GµνG

µν ] + q̄i(iγ
µDµ −mi)qi, (1.64)

donde qi = (u, d, s, c, b, t) son los campos de quarks con masas mi y Dµ es la derivada covariante
dada como:

Dµ = ∂µ − igsGµ, (1.65)

y
Gµν = ∂µGν − ∂νGµ − igs[Gµ, Gν ], (1.66)

con Gµ = Ga
µλ

a/2, donde λa representa a las matrices de Gell-Mann (son los generadores del
grupo SUC(3)), las cuales satisfacen la siguiente relación de conmutación

[λa, λb] = 2ifabcλc, (1.67)

cuya condición de normalización es
Tr[λaλb] = 2δab. (1.68)

Los campos de norma de la interacción fuerte Gµ, son denominados gluones, y en acuerdo con
la simetŕıa de norma SUc(3) se deduce que existen 8 tipos de gluones. Incluso, como se trata de
una teoŕıa no abeliana, como en el caso de la interacción débil, los gluones interactúan entre śı,
por lo tanto, surgen vértices trilineales y cuárticos. Además, en analoǵıa con la parte electrodébil
de la teoŕıa, en el lagrangiano de interacción entre fermiones y bosones de norma, aperecen los
acoplamientos entre quarks y gluones.



Caṕıtulo 2

El decaimiento H → γZ en el ME

Nuestro proceso contendrá dos contribuciones, una donde aparecen fermiones circulando en
el lazo de nuestro decaimiento, Af , y otra donde se tengan bosónes W circulando en el lazo del
mismo, AW , como se aprecia a continuación

A = Af +AW .

H

Aµ(k1)

Zν(k2)

H

Zν(k2)

Aµ(k1)

H

Aµ(k1)

Zν(k2)

H

Zν(k2)

Aµ(k1)

H

Zν(k2)

Aµ(k1)

Figura 2.1: Diagramas de Feynman que contribuyen al proceso H → γZ

Las reglas de Feynman involucradas en el decaimiento H → γZ están dadas en la Figura 2.2.
El propagador del bosón W será considerado en la norma unitaria. Dentro de la contribución
fermiónica sólo consideraremos al quark top como único fermión que contribuye, pues la constante
de acoplamiento del Higgs a dos fermiones es directamente proporcional a la masa del fermión y
como el quark top es el más masivo del ME, entonces este aporta la contribución más importante.

23
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Vértice Higgs a dos fermiones

f̄

f

H
= −igmf

2mW

Vértice fotón a dos fermiones

= ieQfγ
µ

Aµ
f̄

f

Vértice Z a dos fermiones

Zν
f̄

f

= ig
cW

(gV − gAγ
5)

Vértice Higgs a dos W

H
W+

ν

W−
µ

= igmW gµν

Vértice fotón a dos W

Aµ(k1)
W+(k3)

W−
λ (k2)

= −e[(k1 − k2)λgµν + (k2 − k3)µgλν + (k3 − k1)νgµλ]

Vértice Z a dos W

Zµ(k1)
W+

ν (k2)

W−
λ (k3)

= −gcW [(k1 − k2)λgµν + (k2 − k3)µgλν

+(k3 − k1)νgµλ]

Vértice fotón, Z a dos W

Aµ

ZνW+λ

W−ρ

= −iegcW (2gµνgρλ − gλνgµρ − gµλgρν)

Figura 2.2: Reglas de Feynman involucradas en el decaimiento H → γZ.
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Para el primer diagrama de Feyman, la amplitud es de la forma

M1f =
eg2m2

fQf

4cWmW

∫
ddk

(2π)d
Tr [γµ(/k +mf )(/k − /k1 − /k2 +mf )γ

ν

×(gV + gAγ
5)(/k − /k1 +mf )

]
∆−1

1 ,

con ∆1 = (k2 −m2
f )((k − k1)

2 −m2
f )((k − k1 − k2)

2 −m2
f ).

Del segundo diagrama se tiene que la amplitud se escribe como sigue

M2f =
eg2m2

fQf

4cWmW

∫
ddk

(2π)d
Tr
[
γν(gV + gAγ

5)(/k +mf )

×(/k − /k1 − /k2 +mf )γ
µ(/k − /k2 +mf )]∆

−1
2 ,

donde ∆2 = (k2 −m2
f )((k − k2)

2 −m2
f )((k − k1 − k2)

2 −m2
f ).

Al sumar cada una de las amplitudes fermiónicas, aplicando las condiciones de transversalidad,
las condiciones cinemáticas k21 = 0, k22 = m2

Z y k1 · k2 = (m2
H −m2

Z)/2, junto con el esquema de
reducción de Passarino-Veltman, llegamos a que la amplitud total puede escribirse como:

Mf =
−eg2m2

fQfgV

16cWmWπ2(m
2
H −m2

Z)
2

[
2(B0f (1) −B0f (2))m

2
Z

−2(m2
H −m2

Z) + (m2
H −m2

Z)(−4m2
f +m2

H −m2
Z)C0f

]

× ((m2
H −m2

Z)g
µν − 2kν1k

µ
2 ),

(2.1)

siendo B0f (1), B0f (2) y C0f funciones escalares de Passarino-Veltman, de la forma

B0f (1) = B0(m
2
Z ,m

2
f ,m

2
f ), B0f (2) = B0(m

2
H ,m

2
f ,m

2
f )

C0f = C0(0,m
2
H ,m

2
Z ,m

2
f ,m

2
f ,m

2
f ).

La amplitud total fermiónica, Ecuación (2.1), es libre de divergencias ultravioletas (recordemos
que la divergencia de cualquier función B0 es la misma sin importar los argumentos de los cuales
dependa), pues la resta de las funciones B0f (1) y B0f (2) cancela las divergencias anaĺıticamente.

La amplitud para el primer diagrama donde circula el bosón W se puede escribir como:

M1B = −cW eg2mW

∫
ddk

(2π)d
kgαβ

(
gαλ − kαkλ

m2
W

)
×

[
(−k + k1 − k2)

ξgην + (−k + k1 + 2k2)
ηgνξ + 2(k − k1)νg

ξη
]

×
(
gρη − (k − k1)

ρ(k − k1)
η

m2
W

)[
−(k + k1)

ρgλµ + (2k1 − k)λgµρ

+2kµgρλ
](

gξβ − (k − k1 − k2)
ξ(k − k1 − k2)

β

m2
W

)
∆−1

1 ,
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con ∆1 = (k2 −m2
W )((k − k1)

2 −m2
W )((k − k1 − k2)

2 −m2
W ).

La amplitud del segundo diagrama está dada como:

M2B = −cW eg2mW

∫
ddk

(2π)d
gαβ

(
gαλ − kαkλ

m2
W

)
×

[
(−k − k1 + k2)

ξgηµ + (−k + 2k1 + k2)
ηgµξ + 2(k − k2)µg

ξη
]

×
(
gρη − (k − k2)

ρ(k − k2)
η

m2
W

)(
−(k + k2)

ρgλν + (2k2 − k)λgνρ

+2kνgρλ
](

gξβ − (k − k1 − k2)
ξ(k − k1 − k2)

β

m2
W

)
∆−1

2 ,

donde ∆2 = (k2 −m2
W )((k − k2)

2 −m2
W )((k − k1 − k2)

2 −m2
W ).

La amplitud del tercer diagrama puede expresarse como:

M3B = −cW eg2mW

∫
ddk

(2π)d
gαβ

(
gαλ − kαkλ

m2
W

)
×

(2gµνgρλ − gνλgρµ − gλµgνρ)
(
gβρ

−(k − k1 − k2)
β(k − k1 − k2)

ρ

m2
W

)
∆−1

3 ,

con ∆3 = (k2 −m2
W )((k − k1 − k2)

2 −m2
W ).

Al sumar todas las contribuciones bosónicas, haciendo uso de las condiciones de transversali-
dad, las condiciones cinemáticas k21 = 0, k22 = m2

Z y k1 ·k2 = (m2
H −m2

Z)/2, junto con el esquema
de reducción de Passarino-Veltman, la amplitud total bosónica resulta ser

MB = − cW eg
2

32m3
Wπ

2(m2
H −m2

Z)
2

(
(B0B(1)−B0B(2))m

2
Z

(
−12m4

W

+2m2
Zm

2
W +m2

Hm
2
Z − 2m2

Wm
2
H

)
+ (m2

H −m2
Z)
(
−12m2

W

−2m2
Wm

2
H +m2

Zm
2
H + 2m2

Wm
2
Z

)
− 2m2

W (m2
H −m2

Z)

×(−12m4
W + 6m2

Wm
2
Z − 2m4

Z +m2
Hm

2
Z − 6m2

Hm
2
W )C0B

)

× ((m2
H −m2

Z)g
µν − 2kν1k

µ
2 ),

(2.2)

siendo B0B(1), B0B(2) y C0B funciones escalares de Passarino-Veltman ahora de la forma:

B0B(1) = B0(m
2
Z ,m

2
W ,m

2
W ), B0B(2) = B0(m

2
H ,m

2
W ,m

2
W )

C0B = C0(0,m
2
H ,m

2
Z ,m

2
W ,m

2
W ,m

2
W ).

La amplitud bosónica total, Ecuación (2.2), resulta ser tambén libre de divergencias ultravioletas,
debido a la resta de las funciones B0B(1) y B0B(2) que aparecen en dicha aplitud.
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2.1. Amplitud con invariancia de norma expĺıcita

Al tomar en cuenta las partes bosónicas y fermiónicas, la amplitud puede ser escrita como

Mµν =
αg

4πmW
A((m2

H −m2
Z)g

µν − 2kν1k
µ
2 ),

donde

A = −
∑

f 2NcfQfgV

cW sW
AF − cW

sW
AW , (2.3)

siendo Af y AW factores de forma con la siguiente estructura

AF = I1(τf , λf )− I2(τf , λf ),

AW = 4(3− tan2 θW )I2(τW , λW )

+

[(
1 +

2

τW

)
tan2 θW −

(
5 +

2

τW

)]
I1(τW , λW ).

Las funciones I1 e I2 se definen como sigue

I1(a, b) =
ab

2(a− b)
+

a2b2

2(a− b)2
[C0f,B(m

2
H −m2

Z)/2]

+
a2b

(a− b)2
(B0B,f (1)−B0B,f (2)),

I2(a, b) = − ab

2(a− b)
[C0B,f (m

2
H −m2

Z)/2].

(2.4)

Se han introducido las variables τ y λ como se expĺıca abajo

τf =
4m2

f

m2
H

, λf =
4m2

f

m2
Z

, τW =
4m2

W

m2
H

, λW =
4m2

W

m2
Z

.
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Caṕıtulo 3

El modelo estándar en dimensiones

extra

En este caṕıtulo expondremos las principales caracteŕısticas del ME en dimensiones extra
(DE) que son útiles para estudiar el decaimiento H → γZ; la estructura dinámica del ME con
dimensiones extra ha sido discutida en gran detalle en la referencia [15, 16, 17]. En este caṕıtulo
estudiaremos la forma de los sectores asociados que contribuyen de manera directa a nuestro
proceso.

Primeramente, discutimos la forma del sector de Yang-Mills en dimensiones extra compactas.
Sobre esta idea tomamos como punto de partida los campos de norma gobernados por el grupo
extendido de Poincaré ISO(1, 3+n) y, también, los grupos de norma extendidos del ME, a saber,
G(Md)ME = SUC(3,Md)× SUL(2,Md)× UY (1,Md). Asumimos que el parámetro de norma α
ahora es un funcional α = α(x, x̄), con x ∈ M4 y x̄ ∈ Mn. Posteriormente, se implementa la
compactificación a nivel clásico y entonces se cuantiza la teoŕıa efectiva resultante en la forma
estándar [16]. El punto de partida es una acción clásica la cual es asumida como un funcional
de campos de norma y materia, los cuales proporcionan representaciones del grupo de Lorentz
extendido SO(1, 3 + n).
Los campos de norma (conexiones) y curvaturas del modelo extendido del grupo de norma
G(Md)ME serán denotados por AM (x, x̄) y FMN (x, x̄), respectivamente, donde M = 0, 1, 2, 3, 5
, · · · , 4 + n = µ, µ̄. Los leptones o quarks serán caracterizados por campos de esṕın Ψ(x, x̄) de
SO(1, 3 + n), el cual tiene 2

n
2 componentes. El doblete de Higgs estará representado por Φ(x, x̄).

Entonces, la acción correspondiente será un funcional de los campos de materia y de norma

S[Φ,Ψ, AM ] =

∫
d4xdnx̄L4+n(Φ,Ψ,DMΦ,DMΨ,FMN ),

donde

L4+n = LME
4+n(Φ,Ψ,DMΦ,DMΨ,FMN )+

∑

K=1

λK
ΛK

O(K+d)(Φ,Ψ,DMΦ,DMΨ,FMN ,DAFMN , · · · ).

29
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Aqúı, DM simboliza a la derivada covariante del grupo extendido G(Md), dada expĺıcitamente
como:

DM = ∂M − ig4+n
σi

2
W i

M(x, x̄)− ig′4+n

Y

2
BM (x, x̄). (3.1)

3.1. Sector de Yang-Mills

El sector extendido de Yang-Mills está dado por

LYM
4+n = −1

4
Ga
MN (x, x̄)GMN

a (x, x̄)− 1

4
W i

MN (x, x̄)WMN
i (x, x̄)− 1

4
BMN (x, x̄)BMN (x, x̄), (3.2)

donde Ga
MN , W i

MN y BMN , son respectivamente las componentes de las curvaturas, que toman
sus valores en las álgebras de Lie de los grupos de norma SUC(3,Md), SUL(2,Md) y UY (1,Md),
respectivamente. En términos de las conexiones correspondientes, estas están escritas como

Ga
MN = ∂MGa

N − ∂NGa
M + gs4+nf

abcGb
MGc

N , a, b, c = 1, 2, . . . , 8 (3.3)

W i
MN = ∂MW i

N − ∂NW i
M + g4+nǫ

ijkWj
MWk

N , i, j, k = 1, 2, 3 (3.4)

BMN = ∂MBN − ∂NBM . (3.5)

Cualquier componente de la 1−forma,AM (x, x̄), con valores en las álgebras de Lie de SUC(3,Md),
SUL(2,Md) o UY (1,Md), es decir Ga

M , W i
M o BM , puede ser trivialmente mapeada en las com-

ponentes de la 1−forma Aµ y n campos escalares Aµ̄, con respecto al grupo SO(1, 3). Esto se
consigue al introducir el mapeo, AM 7→ (Aµ,Aµ̄), en las componentes correspondientes de la
curvatura, lo que implica la descomposición de FMN 7→ (Fµν ,Fµν̄ ,Fµ̄ν̄), siendo F = G,W,B. En
otras palabras, FMN puede ser descompuesto en objetos Fµν , Fµν̄ y Fµ̄ν̄ los cuales transforman
como 2−forma, 1−forma y 0−forma bajo el subgrupo SO(1, 3), respectivamente. Entonces el
sector de Yang-Mills puede ser reescrito, Ecuación (3.2), de la siguiente manera

LYM
(4+n) = −1

4

∑

F=G,W ,B

[
Fµν(x, x̄)Fµν(x, x̄) + 2Fµν̄(x, x̄)Fµν̄(x, x̄) + Fµ̄ν̄(x, x̄)F µ̄ν̄(x, x̄)

]
.

Se discute cada una de las curvaturas de Yang-Mills en dimensiones extra en la referencia [17].
Por ahora de este lagrangiano vamos a estudiar el sector de Yang-Mills electrodébil.

3.1.1. Sector electrodébil

El lagrangiano de Yang-Mills electrodébil está dado por

LYMEW
ef = −1

4


W(0)i

µν Wµν(0)
i +W(0)i

µ̄ν̄ W µ̄ν̄(0)
i +

∑

(m)

(
W(m)i

µν Wµν(m)
i

+2W(m)i
µν̄ Wµν̄(m)

i +W(m)i
µ̄ν̄ W µ̄ν̄(m)

i

))
− 1

4
B(0)i
µν Bµν(0)

i

− 1

4

∑

(m)

(
B(m)i
µν Bµν(m)

i + 2B(m)i
µν̄ Bµν̄(m)

i + B(m)i
µ̄ν̄ Bµ̄ν̄(m)

i

)
.

(3.6)
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Este lagrangiano es invariante bajo las transformaciones de norma estándar, en este caso, bajo
SU(2,M4)×U(1,M4). Como en el ME, la siguiente combinación de campos complejos será usada

W (0)±
µ =

1√
2

(
W (0)1

µ ∓ iW (0)2
µ

)
,

W (m)±
µ =

1√
2

(
W (m)1

µ ∓ iW (m)2
µ

)
,

W
(m)±
µ̄ =

1√
2

(
W

(m)1
µ̄ ∓ iW

(m)2
µ̄

)
.

(3.7)

El ángulo de Weinberg (θW ) entra a través de las funciones cW = cos(θW ) y sW = sin(θW ) en las
siguientes definiciones

Z(0)
µ =W (0)3

µ cW −B(0)
µ sW , A(0)

µ =W (0)3
µ sW +B(0)

µ cW , (3.8)

Z(m)
µ =W (m)3

µ cW −B(m)
µ sW , A(m)

µ =W (m)3
µ sW +B(m)

µ cW , (3.9)

Z
(m)
µ̄ =W

(m)3
µ̄ cW −B

(m)
µ̄ sW , A

(m)
µ̄ =W

(0)3
µ̄ sW +B

(m)
µ̄ cW . (3.10)

Espectro de masas y autointeracciones escalares

Consideremos ahora aquellos términos en el lagrangiano, Ecuación (3.6), que solo contienen
ı́ndices extra dimensionales

LMasa = −1

4

∑

(m)

(
W(m)i

µ̄ν̄ W µ̄ν̄(m)
i +W(0)i

µ̄ν̄ W µ̄ν̄(0)
i + B(m)i

µ̄ν̄ Bµ̄ν̄(m)
i

)
. (3.11)

Al sustituir las Ecuaciones (3.7) y (3.10) en la Ecuación (3.11), puede ser mostrado que después
del proceso de diagonalización del lagrangiano LMasa [15], se llega a

LMasa = −
∑

(m)

n−1∑

n̄=1

[
Tr

(
W(m)

n̄ W n̄(m) +
1

2
m2

(m)B
(m)
n̄ Bn̄(m)

)]
. (3.12)

Aqúı han sido definidos los siguientes campos

W(m)
n̄ = m(m)W

(m)
n̄ − ig

∑

rs

∆′
rsm[W

(r)
n̄ ,W

(s)
n̄ ],

con

W
(m)
n̄ =

σi

2
W

(m)i
n̄ =




cWZ
(m)
n̄ +sWA

(m)
n̄

2
W

(m)+
n̄√
2

W
(m)−
n̄√
2

− cWZ
(m)
n̄ +sWA

(m)
n̄

2


 ,

W (m) =
σi

2
W (m)i =




cWZ
(m)
n̄ +sWA(m)

2
W (m)+

√
2

W (m)−
√
2

− cWZ(m)+sWA(m)

2


 .

(3.13)
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De la estructura de estas ecuaciones, observamos que W
(m)±
n̄ , Z

(m)
n̄ y A

(m)
n̄ son campos escalares

masivos, con masa cuadrada m2
(m) = m2R−2

m , mientras que W (m)±, Z(m) y A
(m)
G son campos no

masivos.

Espectro de masas de las exitaciones de norma e interacciones escalar-vectorial

Ahora consideremos aquellos términos en la Ecuación (3.6), proporcionales a W(m)i
µν̄ Wµν̄(m)i

y B(m)
µν̄ Bµν̄(m). Nuevamente, puede ser mostrado que [15]:

L̄EW
V S + L̂EW

V S = −1

2
W(m)i

µν̄ Wµν̄(m)i − 1

2
B(m)
µν̄ Bµν̄(m), (3.14)

donde

L̄EW
V S =

∑

(m)

n−1∑

n̄=1

[
Tr
(
W(m)

µν̄ Wµν̄(m)
)
+

1

2

(
∂µB

(m)
n̄

)(
∂µB

(m)
n̄

)]
, (3.15)

L̂EW
V S =

∑

(m)

[
Tr
(
W(m)

µ Wµ(m)
)
+

1

2

(
B̂(m)

µ

)(
B̂(m)µ

)]
. (3.16)

Expĺıcitamente, se tiene que

W(m)
µν̄ = ∂µW

(m)
n̄ − ig[W (0)

µ ,W
(m)
n̄ ]− ig

∑

rs

∆′
mrs[W

(r)
µ ,W

(s)
n̄ ],

W(m)
µ = ∂µW

(m) − ig[W (0)
µ ,W (m)]− ig

∑

rs

∆′
mrs[W

(r)
µ ,W (s)] +m(m)W

(m)
µ ,

B̂(m)
µ = ∂µB

(m) +m(m)B
(m)
µ ,

(3.17)

donde

W (0)
µ =

σi

2
W (0)i

µ =




cWZ
(0)
µ +sWA

(0)
µ

2
W

(0)+
µ√
2

W
(0)−
µ√
2

− cWZ
(0)
µ +sWA

(0)
µ

2


 , (3.18)

W (m)
µ =

σi

2
W (m)i

µ =




cWZ
(m)
µ +sWA

(m)
µ

2
W

(m)+
µ√
2

W
(m)−
µ√
2

− cWZ
(m)
µ +sWA

(m)
µ

2


 . (3.19)

Los campos vectoriales W
(m)±
µ , Z

(m)
µ y A

(m)
µ representan campos masivos con masas cuadradas

m2
(m) [15].
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Sector vectorial puro

Concluimos esta sección con el estudio de los términos vector-vector en el lagrangiano LYMEW
ef

(Ecuación (3.6)) los cuales contienen todas las interacciones entre los campos vectoriales; estos
no son afectados por el sector de Higgs. Las interacciones vector-vector se encuentran impĺıcitas
en el siguiente lagrangiano:

LEWV V
EDSM = L0,KK

V V + LKK
V V ,

donde

L0,KK
V V = −1

4
(W(0)i

µν Wµν(0)i + B(0)
µν Bµν(0)), (3.20)

LKK
V V = −1

4
(W(m)i

µν Wµν(m)i + B(m)
µν Bµν(m)). (3.21)

En términos de los campos W
(0)±
µ , Z

(0)
µ , A

(0)
µ , W

(m)±
µ , Z

(m)
µ y A

(m)
µ , los lagrangianos de las

Ecuaciones (3.20) y (3.21), se reescriben como

L0,KK
V V = −1

2
Ŵ(0)−

µν Ŵµν(0)+ − 1

4

(
Ŵ(0)3

µν Ŵµν(0)3 + B(0)
µν Bµν(0)

)
,

con

Ŵµν(0)+ = Ŵ µν(0)+ + ig
∑

(m)

(
W (m)+

µ W (m)3
ν −W (m)+

ν W (m)3
µ

)
, (3.22)

Ŵµν(0)3 = Ŵ µν(0)3 + ig
∑

(m)

(
W (m)−

µ W (m)+
ν −W (m)+

ν W (m)−
µ

)
. (3.23)

En estas expresiones, los tensores de intensidad de campo están dados como

Ŵ µν(0)+ =W µν(0)+ + ig
(
W (0)+

µ W (0)3
ν −W (0)+

ν W (0)3
µ

)
, (3.24)

Ŵ µν(0)3 =W µν(0)3 + ig
(
W (0)+

µ W (0)−
ν −W (0)−

ν W (0)+
µ

)
, (3.25)

donde

W (0)±
µν = ∂µW

(0)±
ν − ∂νW

(0)±
µ , W (m)±

µν = ∂µW
(m)±
ν − ∂νW

(m)±
µ , (3.26)

W (0)3
µν = ∂µW

(0)3
ν − ∂νW

(0)3
µ , W (m)3

µν = ∂µW
(m)3
ν − ∂νW

(m)3
µ . (3.27)

En contraste, el término L(KK)
V V puede ser escrito como sigue:

L(KK)
V V = −1

2
Ŵ(m)−

µν Ŵµν(m)+ − 1

4

(
Ŵ(m)3

µν Ŵµν(m)3 + B(m)
µν Bµν(m)

)
,

cuyos términos, tienen la siguiente estructura

Ŵ(m)±
µν = Ŵ (m)±

µν + ig
∑

(rs)

∆(mrs)

(
W (r)3

µ W (s)±
ν −W (r)±

ν W (s)3
µ

)
,

Ŵ(m)3
µν = Ŵ (m)3

µν + ig
∑

(rs)

∆(mrs)

(
W (r)+

µ W (s)−
ν −W (r)−

ν W (s)+
µ

)
,



34 CAPÍTULO 3. EL MODELO ESTÁNDAR EN DIMENSIONES EXTRA

con

Ŵ (m)+
µν =W (m)+

µν − ig
(
W (0)3

µ W (m)+
ν −W (0)3

ν W (m)+
µ +W (m)3

µ W (0)+
ν −W (m)3

ν W (0)+
µ

)
,

Ŵ (m)3
µν =W (m)3

µν − ig
(
W (0)+

µ W (m)−
ν −W (0)−

ν W (m)+
µ +W (m)−

µ W (0)+
ν −W (m)+

ν W (0)−
µ

)
.

De las expresiones anteriores, las reglas de Feynman necesarias para calcular el decaimiento
H → γZ en DE pueden ser obtenidas.

3.2. Sector de Higgs

El lagrangiano (4 + n)-dimensional para el sector de Higgs está dado por

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

donde Φ(x, x̄) es el doblete de Higgs en el espacio tiempo de dimensiones extra. La derivada
covariante electrodébil DM , en la representación fundamental, está escrita en la Ecuación (3.1);
y el potencial de Higgs en dimensiones más altas es

V (Φ†,Φ)(x, x̄) = µ2(Φ†,Φ) + λ4+n(Φ
†,Φ)2. (3.28)

Al usar el procedimiento general descrito al inicio de este caṕıtulo, el vector DMΦ, de SO(1, 3+n)
puede ser descompuesto en el vector DµΦ de SO(1, 3), y en n escalares, Dµ̄Φ, con respecto a
SO(1, 3). Entonces el sector cinético de Higgs es reescrito como sigue:

LHC
4+n = (DµΦ)

†(DµΦ)(x, x̄) + (Dµ̄Φ)
†(Dµ̄Φ)(x, x̄).

Para recuperar el sector de Higgs del ME en el ĺımite de dimensiones extra pequeñas (Ri → 0),
asumimos que el doblete de Higgs es una función par bajo todas las reflexiones de las dimensiones
extra espaciales (Φ(x,−x̄) = Φ(x, x̄)) [15, 16], por lo que

Φ(x, x̄) = f
(0)
E Φ(0)(x) +

∑

(m)

f
(m)
E (x̄)Φ(m)(x).

Expĺıcitamente, Φ(0)† = (G
(0)−
W , (v + H(0) − iG

(0)
Z )/

√
2) y Φ(m)† = (G

(m)−
W , (H(m) − iG

(m)
Z )/

√
2)

son los dobletes de Higgs del ME y sus excitaciones de KK, respectivamente. Las excitaciones
KK tienen los mismos números cuánticos del doblete de Higgs pero estos no representan valor de
expectanción del vaćıo.

Podemos arrivar al correspondiente lagrangiano efectivo cuatro dimensional después de inte-
grar la acción en las dimensiones extra compactas, dando como resultado

LHC
ef = (DµΦ

(0))†(DµΦ(0)) +
∑

(m)

[
(DµΦ

(m))†(DµΦ(m)) + (Dµ̄Φ
(m))†(Dµ̄Φ(m))

]
. (3.29)
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Los objetos covariantes ante SU(2,M4)× U(1,M4) involucrados en LHC
ef son

DµΦ
(0) = D(0)

µ Φ(0) − ig
∑

(m)

O(m)
µ Φ(m),

DµΦ
(m) =

∑

(r)

D(mr)
µ Φ(r) − igO(m)

µ Φ(0),

Dµ̄Φ
(m) =

∑

(r)

D
(mr)
µ̄ Φ(r) − igO(m)

µ̄ Φ(0),

de donde la derivada covariante de SU(2,M4)× U(1,M4), D
(0)
µ , es recuperada y está dada por

D(0)
µ = ∂µ − igO(0)

µ , con O(0)
µ =

σi

2
W (0)i

µ +
g′

g

Y

2
B(0)

µ , (3.30)

mientras que

D(mr)
µ = δ(mr)∂µ − ig

∑

(s)

∆(mrs)O(s)
µ , con O(m)

µ =
σi

2
W (m)i

µ +
g′

g

Y

2
B(m)

µ , (3.31)

D
(mr)
µ̄ = −mµ̄δ

(mr) − ig
∑

(s)

∆′
(mrs)O

(s)
µ̄ , con O(m)

µ̄ =
σi

2
W

(m)i
µ̄ +

g′

g

Y

2
B

(m)
µ̄ . (3.32)

En este caso δ(mr) ≡ δm1r1δm2r2 · · · δmnrn .

En lo que al potencial de Higgs concierne, después de integrar sobre las coordenadas com-
pactas, se obtiene que

Vef = VME + VKK ,

donde VME es el potencial de Higgs del ME dado por

VME = µ2
(
Φ(0)†Φ(0)

)
+ λ

(
Φ(0)†Φ(0)

)2
.

La constante con dimensiones λ4+n, de la Ecuación (3.28), y la constante adimensional λ, están
relacionadas por λ4+n = (R1 · · ·Rn)λ. El potencial VKK está dado como

VKK =
[
µ2 + 2λ

(
Φ(0)†Φ(0)

)]∑

(m)

(
Φ(m)†Φ(m)

)

+ λ
∑

(m)

(
Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)

)(
Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)

)

+ 2λ
∑

(mkr)

∆(mkr)

(
Φ(k)†Φ(r)

)(
Φ(0)†Φ(m) +Φ(m)†Φ(0)

)

+ λ
∑

(mkrs)

∆(mrks)

(
Φ(m)†Φ(r)

)(
Φ(k)†Φ(s)

)
.

(3.33)
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El objeto de múltimples ı́ndices ∆(mrks) es una función expresada en tériminos de deltas de
Kronecker; su definición se presenta en referencia [15, 16]. La diagonalización de estas mezclas
deja una torre f́ısica de excitaciones escalares con masas dadas por

m2
W (m) = m2

W (0) +m2
(m),

m2
Z(m) = m2

Z(0) +m2
(m), (3.34)

y una torre de excitaciones sin masa, las cuales son identificadas como pseudo bosónes de Gold-

stone asociados con las excitaciones vectoriales W
(m)±
µ y Z

(m)
µ .

Espectro de masas escalares y autointeracciones. Ahora presentamos los espectros de
masa e interacciones que pueden emerger del término cinético de Higgs. El espectro de masas
para los campos escalares surge del término (Dµ̄Φ)

(m)†(Dµ̄Φ)(m), el cual puede convenientemente
ser visto como ∑

(m)

(Dµ̄Φ)
(m)†(Dµ̄Φ)(m) = LSS + LSSS + LSSSS,

donde LSS, LSSS y LSSSS contienen interacciones cuadráticas, cúbicas y cuárticas, respectiva-
mente. El espectro de masas surge del término cuadrático, el cual está dado por

LSS = −
∑

(m)

[
m2

(m)Φ
(m)†Φ(m) + g2Φ

(0)†
0 O(m)

µ̄ O((m))
µ̄ Φ

(0)
0 +mµ̄

(
igOΦ

(0)
0 +H.C.

)]
, (3.35)

donde Φ
(0)†
0 = (0, v/

√
2). El primer término de la expresión, simplemente nos dice que las com-

ponentes del doblete de Higgs Φ(m) reciben masa a la escala de compactificación dada por m(m).
El segundo término expresa el hecho de que los campos escalares reciben masa a la escala de

Fermi. Los n − 1 campos escalares W
(m)±
n̄ y Z

(m)±
n̄ , con n̄ = 1, . . . , n − 1, no son mezclados con

las componentes del doblete de Higgs. Estos campos sólo reciben una contribución de masa dada

por mW (0) , en el caso de W
(m)±
n̄ , y por mZ(0) , en el caso de Z

(m)
n̄ . Las mézclas (G

(m)±
W ,W (m)±) y

(G
(m)
Z , Z(m)) surgen por medio de las siguientes matrices [15, 16]:

(
G

(m)−
W W (m)−

)( m2
(m) im(m)mW (0)

−im(m)mW (0) m2
(m)

)(
G

(m)+
W

W (m)+

)
, (3.36)

1

2

(
G

(m)
Z Z(m)

)( m2
(m) im(m)mZ(0)

−im(m)mZ(0) m2
(m)

)(
G

(m)+
Z

Z(m)

)
, (3.37)

las cuales tienen el conjunto de eigenvalores (mW (m) , 0) y (mZ(0) , 0), respectivamente. Debido al
hecho de que el segundo término en LSS también induce una contribución de masa a los n − 1

campos escalaresW
(m)±
n̄ y Z

(m)
n̄ , concluimos que asociados a cada torre de KK de bosones masivos

W± y Z son un total de n campos escalares con masas dadas por la Ecuación (3.34). Las matrices
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anteriores de masa son diagonalizadas a través de las siguientes transformaciones unitarias:

(
G

(m)+
W

W (m)+

)
=




m
(0)
W

m
(m)
W

m(m)

m
W (m)

i
m(m)

m
W (m)

−i m
(0)
W

m
(m)
W



(
W

(m)+
G

W
(m)+
n

)
, (3.38)

(
G

(m)
Z

Z(m)

)
=




m
(0)
Z

m
(m)
Z

m(m)

m
Z(m)

m(m)

m
Z(m)

− m
(0)
Z

m
(m)
Z



(
Z

(m)
G

Z
(m)
n

)
. (3.39)

Una vez que implementamos la transformación unitaria anterior, el lagrangiano que caracteriza
los acoplamientos triliniales se reescribe como

LSSS =
∑

(m)

[
ig
(
m((m))Φ̄

(0)†O(m)φ(m) + igΦ̄(m)†O(mm)Φ
(0)
0

)

+ ig
∑

(rs)

∆′
(rsm)

(
m(m)φ

(s)†O(r)φ(m) + igφ(s)†O(rm)Φ
(0)
0

)
+H.c.

]
, (3.40)

donde los siguientes campos se han definido:

φ(m) = φ
(m)
G + φ

(m)
P , (3.41)

O(m) = O(m)
G +OP , (3.42)

O(rs) = O(r)O(s) +

n−1∑

(n̄=1)

O(r)
n̄ O(s)

n̄ , (3.43)

con Φ̄(0) = Φ(0) − Φ
(0)
0 . Las cantidades restantes en la expresión anterior están expĺıcitamente

dadas como

φ
(m)
G =




m
W (0)

m
W (m)

W
(n)+
G

i√
2

m
Z(0)

m
Z(m)

Z
(m)
G


 , φ

(m)
P =




m(m)

m
W (m)

W
(m)+
n

H(m)
√
2

+ i√
2

m(m)

m
Z(m)

Z
(m)
n


 ,

(3.44)

O(m)
G =




m(m)
m

Z(m)
c2WZ

(m)
G

+s2WA
(m)
G

2cW
i√
2

m(m)

m
W (m)

W
(m)+
G

− i√
2

m(m)

m
W (m)

W
(m)−
G − m

W (0)

m
W (m)

Z
(m)
G

2cW


 ,

(3.45)

O(m)
P =



− c2W

2cW

m
Z(0)

m
Z(m)

Z
(m)
n − i√

2

m
W (0)

m
W (m)

W
(m)+
n

i√
2

m
W (0)

m
W (m)

W
(m)−
n − m

Z(0)

m
Z(m)

Z
(m)
n

2cW


 , O(m)

n̄ =




c2WZ
(m)
n̄ +s2WA

(m)
n̄

2cW
1√
2
W

(m)+
n̄

1√
2
W

(m)−
n̄ −Z

(m)
n̄

2cW


 ,

(3.46)
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donde c2W = c2W − s2W y s2W = 2sW cW . En lo que respecta a las interacciones cuárticas, el
lagrangiano LSSSS puede ser escrito como sigue:

LSSSS = −g2
∑

(m)


Φ̄(0)†O(mm)Φ̄(0) +

∑

(rs)

∆′
(rsm)

(
Φ̄(0)†O(mr)φ(s) +H.c.

)

+
∑

(rspq)

∆′
(rsm)∆

′
(pqm)φ

(s)†O(rp)φ(q)


 . (3.47)

Las expresiones para los lagragianos LSSS y LSSSS adquieren una forma más simple si la norma
unitaria es usada para fijar la transformación de simetŕıa de norma no estándar [15, 16]. Las
reglas de Feynman pueden hallarse directamente de las expresiones anteriores. Por ejemplo, el
acoplamiento del modo cero del bosón de Higgs a pares de escalares f́ısicos está presente en el
siguiente lagragiano:

LH(0)S(m)S(m) = −gH(0)
∑

(m)

{
n−1∑

n̄=1

[
mW (0)W

(m)−
n̄ W

(m)+
n̄ +

mZ(0)

2cW
Z

(m)
n̄ Z

(m)
n̄

]

+mW (0)

(
1 +

m2
H(0)

m2
W (0)

)(
1−

m2
W (0)

m2
W (m)

)
W (m)−

n W (m)+
n

+
mZ(0)

2cW

(
1 +

m2
H(0)

m2
Z(0)

)(
1−

m2
Z(0)

m2
Z(m)

)
Z(m)
n Z(m)

n

}
. (3.48)

Interacciones escalar-vector. Existen dos tipos de fuentes de interacciones escalar-vector,
una emergente del sector de Yang-Mills y la otra proveniente del sector cinético de Higgs. Como
anticipamos, el lagrangiano L̂EW

V S (Ecuación (3.16)), el cual contiene interacciones escalar-vector,
cambia como consecuencia de las transformaciones unitarias dadas en las Ecuaciones (3.38) y
(3.39), en contraste, el lagrangiano L̂WS

V S (Ecuación (3.15)) permanece invariante. Después de la

implementación de las transformaciones unitarias, el lagrangiano L̂EW
V S toma la forma

L̂EW
V S = L̂EW

V SG + L̂EW
V SP , (3.49)

donde

L̂EW
V SG =

∑

(m)

[
Tr
(
W(m)

Gµ W(m)µ
G

)
+ 2Tr

(
W(m)

Gµ W(m)µ
P

)
+

1

2

(
B̂

(m)
Gµ B̂

(m)µ
G

)
+ B̂

(m)
Gµ B̂

(m)µ
P

]
, (3.50)

ˆLEW
V SP =

∑

(m)

[
Tr
(
W(m)

Pµ W(m)µ
P

)
+

1

2

(
B̂

(m)
Pµ B̂

(m)µ
P

)]
, (3.51)
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con

W(m)
Gµ = ∂µW

(m)
G − ig[W (0)

µ ,W
(m)
G ]− ig

∑

(r)(s)

∆′
(m)(r)(s)[W

(r)
µ ,W

(s)
G ], (3.52)

W(m)
Pµ = ∂µW

(m)
P − ig[W (0)

µ ,W
(m)
P ]− ig

∑

(r)(s)

∆′
(m)(r)(s)[W

(r)
µ ,W

(s)
P ] +m(m)W

(m)
µ , (3.53)

B̂
(m)
Gµ = cW∂µA

(m)
G − sW

m(m)

mZ(m)

∂µZ
(m)
G , (3.54)

B̂
(m)
Pµ = sW

mZ(0)

mZ(m)

∂µZ
(m)
n +m(m)

(
cWA

(m)
µ − sWZ

(m)
µ

)
, (3.55)

siendo

W
(m)
G =




cW
2

m(m)

m
Z(m)

Z
(m)
G + sW

2 A
(m)
G

i√
2

m(m)

m
W (m)

W
(m)+
G

− i√
2

m(m)

m
W (m)

W
(m)−
G

cW
2

m(m)

m
Z(m)

Z
(m)
G + sW

2 A
(m)
G


 , (3.56)

W
(m)
P =


− cW

2

m
Z(0)

m
Z(m)

Z
(m)
G − i√

2

m
W (0)

m
W (m)

W
(m)+
n

i√
2

m
W (0)

m
W (m)

W
(m)−
n

cW
2

m
Z(0)

m
Z(m)

Z
(m)
n


 . (3.57)

En la norma unitaria L̂EW
V SG desaparece.

Después de implementar las transformaciones unitarias (Ecuaciones (3.38) y (3.39)), el sector
cinético de Higgs LHC

ef (Ecuación (3.29)) es reescrito como sigue:

LHC
ef = (DµΦ)

(0)†(DµΦ)(0)† +
∑

(m)

(DµΦ)
(m)†(DµΦ)(m) = (DµΦ

(0))†(DµΦ(0)) + LHC
SV , (3.58)

donde el primer término corresponde al sector cinético de Higgs del ME y LHC
SV contiene todas

las interacciones entre los campos escalares y vectoriales. El lagrangiano LHC
SV se puede reescribir

de la siguiente forma:

LHC
SV = LHC

C + LHC
Φ̄(0) + LHC

O(0) + LΦ̄(0)O(0) + LHC
KK, (3.59)

donde el śımbolo C indica interacciones cuadráticas, Φ̄(0) indica interacciones que sólo involu-
cran el modo cero de H(0), O(0) se refiere a interacciones que sólo involucran el modo cero de
los bosones de norma, Φ̄(0)O(0) representa interacciones entre el modo cero del bosón de Higgs
y bosones de norma, yKK simboliza interacciones en las cuales los modos cero no están presentes.

El lagrangiano que sólo involucra términos cuadráticos está dado por

LHK
C =

∑

(m)

{(
∂µφ

(m)
)† (

∂µφ(m)
)
+ 2m2

W (0)Φ̂
(0)†
0 O(m)

µ O(m)µΦ̂
(0)
0

+i
√
2mW (0)

[
Φ̂
(0)†
0 O(m)

µ

(
∂µφ(m)

)
−
(
∂µφ(m)†

)
O(m)

µ Φ̂
(0)
0

]}
, (3.60)
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donde

Φ̂
(0)†
0 = (0, 1) y O(m)

µ =




c2WZ
(m)
µ +s2WA

(m)
µ

2cW

W
(m)+
µ√
2

W
(m)−
µ√
2

−Z
(m)
µ

2cW


 .

Los términos cuadráticos (LHK
C ) dében ser combinados con aquellos emergentes de las Ecuaciones

(3.50) y (3.51), estos últimos provenientes del sector de Yang-Mills. En conjunto los términos
cuadráticos (LHK

C ) y los términos del lagrangiano escalar-vector electrodébil (L̂EW
V S ), contribuyen

al espectro de masas de las excitaciones de KK de los bosones de norma electrodébiles.
Las interacciones del bosón de Higgs con las excitaciones escalares y vectoriales de KK se encuen-
tran en

LHK
Φ̄(0) =

∑

(m)

{
ig

[
φ(m)†O(m)

µ

(
∂µΦ̄(0)

)
−
(
∂µΦ̄(0)

)†
O(m)

µ φ(m)

+ Φ̄(0)†O(m)
µ

(
∂µφ(m)

)
−
(
∂µφ(m)

)†
O(m)

µ Φ̄(0)

]

+
√
2gmW (0)

(
Φ̄(0)†O(m)

µ O(0)µΦ̂
(0)
0 + Φ̂

(0)†
0 O(m)µΦ̄(0)

)

+ g2
(
Φ̄(0)†O(m)

µ O(m)µΦ̄(0)
)

+
∑

(rs)

∆(mrs)

(
Φ̄(0)†O(r)

µ O(r)µφ(s) + φ
(s)†
P O(r)µO(m)

µ Φ̄(0)
)


 . (3.61)

En el siguiente lagrangiano están presentes las interacciones de los bosones electrodébiles con
las excitaciones escalares y vectoriales de KK

LHC
O(0) =

∑

(m)

{
ig

[
φ(m)†O(0)

µ

(
∂µφ(m)

)
−
(
∂µφ(m)

)†
O(0)µφ(m)

]

+
√
2gmW (0)

[
Φ̂
(0)†
0 {O(0)

µ ,O(m)µ}φ(m) + φ(m)†{O(0)
µ ,O(m)µ}Φ̂(0)

0

]

+ g2
∑

(rs)

∆(mrs)

[
φ(s)O(r)

µ O(0)µφ(m) + φ(m)O(0)µO(r)
µ φ(s)

]

+ g2φ(m)†O(0)
µ O(0)µφ(m)

}
. (3.62)

Los acoplamientos involucrados con el bosón de Higgs (H(0)) y un bosón de norma (W (0), Z(0), A(0))
se incluyen en el siguiente lagrangiano

LHK
Φ̄(0)O(0) = g2

∑

(m)

(
Φ̄(0)†O(m)

µ O(0)µφ(m) + φ(m)†O(0)µO(m)
µ Φ̄(0)

)
. (3.63)
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Finalmente, hay interacciones que involucran sólo excitaciones escalares y vectoriales de KK,
las cuales se agrupan en el siguiente lagrangiano

LHK
KK =g2

∑

(m)

{∑

(r)

φ(m)†O(m)
µ O(r)µφ(r)

+
∑

(rs)

∆(mrs)

[
φ(s)†O(r)

µ

(
∂µφ(m)

)
−
(
∂µφ(m)

)
O(r)

µ φ(s)

+
v√
2

(
Φ̂
(0)
0 O(m)

µ O(r)µφ(s) − φ(s)†O(r)µO(m)
µ Φ̂

(0)
0

)

+
∑

(pq)

∆(mpq)φ
(s)†O(r)

µ O(p)µφ(q)
]}
. (3.64)

3.3. Sector fermiónico

Antes de presentar el sector de Corrientes y el sector de Yukawa, es necesario discutir la
representación del espinor en el grupo de Lorentz SO(1, 3 + n). Para esto, se asume que n es
par; ya que si n es impar, todas las matrices que anticomuntan están distribuidas en las matrices

de Dirac. De tal forma que la matriz Γ5+n, definida como Γ5+n = i
2+n
2 Γ0 · · ·Γ4Γ5 · · ·Γ4+n, no

anticonmuta con las matrices de Dirac, tal como se demuestra en la referencia [15, 16, 18]. Luego
entonces, los operadores de quiralidad no pueden ser definidos.

Por lo tanto (asumiendo n par), existen 4 + n matrices ΓM de dimensión 2
4+n
2 × 2

4+n
2 , las

cuales transforman como un 1−tensor bajo SO(1, 3 + n) y satisfacen el álgebra de Clifford

{ΓM ,ΓN} = 2gMN . (3.65)

Los generadores de ésta representación están definidos como

SMN =
i

4
[ΓM ,ΓN ].

Ya que el espacio tiene dimensión par, existe una matriz adicional dada por

Γ5+n = i
2+n
2 Γ0 · · ·Γ4Γ5 · · ·Γ4+n,

la cual transforma como un 0−tensor bajo SO(1, 3 + n). Entonces, definimos los proyectores
izquierdos y derechos P∓ = (1∓Γ5+n)/2. Los espinores de SO(1, 3+n), Ψ(x, x̄), están compuestos



42 CAPÍTULO 3. EL MODELO ESTÁNDAR EN DIMENSIONES EXTRA

de 2
n
2 espinores ψ(x, x̄) del grupo estándar SO(1, 3), lo cual se aprecia a continuación:

Ψ−(x, x̄) =




ψ(1)L(x, x̄)

ψ(2)R(x, x̄)

.

.

.
ψ
(2

n
2 −1)L

(x, x̄)

ψ
(2

n
2 )R

(x, x̄)




, Ψ+(x, x̄) =




ψ(1)R(x, x̄)

ψ(2)L(x, x̄)

.

.

.
ψ
(2

n
2 −1)R

(x, x̄)

ψ
(2

n
2 )L

(x, x̄)




, (3.66)

donde ψL(a) y ψR(a) son los espinores izquierdo y derecho del grupo SO(1, 3), respectivamente.

Los singletes derechos de SUL(2,Md) serán denotados por ê+(x, x̄) (leptón cargado), d̂+(x, x̄)
(quark tipo down) y û+(x, x̄) (quark tipo up). En esta notación, el gorro denota un espinor
de SO(1, 3 + n). Similarmente, dobletes de quarks o leptones izquierdos de SUL(2,Md) serán
denotados por

L̂−(x, x̄) =

(
ν̂−
ê−

)
(x, x̄), Q̂−(x, x̄) =

(
û−
d̂−

)
(x, x̄). (3.67)

3.3.1. Sector de Yukawa

Se propone el lagrangiano de Yukawa gobernado por los grupos extendidos ISO(1, 3 + n) y
G(Md) como sigue:

LY
(4+n) =− Y l

(4+n)ij
¯̂
Li−(x, x̄)Φ(x, x̄)êj+(x, x̄) + h.c. (3.68)

− Y d
(4+n)ij

¯̂
Qi−(x, x̄)Φ(x, x̄)d̂j+(x, x̄) + h.c. (3.69)

− Y u
(4+n)ij

¯̂
Qi−(x, x̄)Φ̃(x, x̄)ûj+(x, x̄) + h.c., (3.70)

donde i y j representan ı́ndices de sabor. Notemos que a éste punto, las matrices de Yukawa
tienen dimensión canónica igual a −n

2 , mientras que los campos fermiónico y escalar tienen di-
mensión n+3

2 y n+2
2 , respectivamente. De aqúı en adelante, adoptaremos la siguiente notación:

ı́ndices a, b, . . . correran de 1 a 2
n
2 , ı́ndices con un gorro, â, b̂, . . . correran sólo sobre enteros pares

2, 4, . . . , 2
n
2 , e ı́ndices con barra, ā, b̄, . . . sólo correran sobre enteros impares 1, 3, . . . , 2

n
2 −1. Tam-

bién, como en el caso de los ı́ndices de sabor, la suma impĺıcita sobre los ı́ndices repetidos de
estos tres tipos será asumida.

Una vez llevada acabo la transformación canónica que mapea espinores de SO(1, 3 + n) a
espinores de SO(1, 3), el lagrangiano anterior se puede escribir como

LY
(4+n)(x, x̄) = LY l

(4+n)(x, x̄) + LY q
(4+n)(x, x̄), (3.71)
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donde

LY l
(4+n) = −Y l

(4+n)ij

[
L̄iL(ā)(x, x̄)Φ(x, x̄)ejR(ā)(x, x̄) + L̄iR(â)(x, x̄)Φ(x, x̄)ejL(â)(x, x̄)

]
+ h.c.,

(3.72)

LY q
(4+n) = −Y d

(4+n)ij

[
Q̄iL(ā)(x, x̄)Φ(x, x̄)djR(ā)(x, x̄) + Q̄iR(â)(x, x̄)Φ(x, x̄)djL(â)(x, x̄)

]
+ h.c.

− Y u
(4+n)ij

[
Q̄iL(ā)Φ̃(x, x̄)ujR(ā)(x, x̄) + Q̄iR(â)(x, x̄)Φ̃(x, x̄)ujL(â)(x, x̄)

]
+ h.c. (3.73)

Los acoplamientos del bosón de Higgs del ME a pares de fermiones cargados están dados por
el siguiente lagragiano

LH(0)ff = −H(0)


J (0)

H +
∑

(m)

J
(m)(m)
H


 , (3.74)

donde

J
(0)
H =

g

2mW (0)

∑

F=E,D,U

F̄
(0)
V MF (0)F

(0)
V ,

J
(m)(m)
H =

g

2mW (0)

∑

F,D,U

F̄
(m)
V MF (0) Ṽ

(m)
F F

(m)
V ,

(3.75)

con

F
(0)
V =




0
...
0

F (0)

...
0




, F
(m)
V =




F
(m)
(1)
...

F
(m)

(2
n
2 )

F
(m)
(

2
n
2 /2+1

)

...

F
(m)

(2
n
2 )




, F = U,D,E.

Aqúı

Ṽ
(m)
F =

1

MF (m)

(
MF (0) −iΛγ5
−Λ†γ5 MF (0)

)
. (3.76)

En la expresión anterior, Λ = p
(m)
µ̄ Λµ̄ es una matriz de dimensiones (2

n
2 /2) × (2

n
2 /2), la cual

satisface ΛΛ† = m2
(m).
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3.4. Sector de corrientes

El lagrangiano en DE del sector de corrientes está dado en la siguiente forma

LC
(4+n)(x, x̄) = i

¯̂
Li−Γ

MDM L̂i− + i¯̂ei+Γ
MDM êi+ (3.77)

+ i
¯̂
Qi−Γ

MDM Q̂i− + i¯̂ui+Γ
MDM ûi+ + i

¯̂
di+Γ

MDM d̂i+, (3.78)

donde DM es la derivada covariante asociada con el grupo extendido (Ecuación (3.1)). Una vez
llevado a cabo el mapeo de SO(1, 3 + n) a SO(1, 3), se llega a que

LC
(4+n)(x, x̄) = LV C

(4+n)(x, x̄) + LSC
(4+n)(x, x̄),

donde

LV C
(4+n)(x, x̄) = iL̄iL(ā)γ

µDµLiL(ā) + iēiR(ā)γ
µDµeiR(ā)

+ iL̄iR(â)γ
µDµLiR(â) + iēiL(â)γ

µDµeiL(â)

+ iQ̄iL(ā)γ
µDµQiL(ā) + id̄iR(ā)γ

µDµdiR(ā) + iūiR(ā)γ
µDµuiR(ā)

+ iQ̄iR(â)γ
µDµQiL(â) + id̄iL(â)γ

µDµdiL(â) + iūiL(â)γ
µDµuiL(â),

y

LSC
(4+n)(x, x̄) = iΛµ̄

āb̂

(
L̄iL(ā)Dµ̄LiR(b̂) − ēiR(ā)Dµ̄eiL(b̂)

)

− iΛµ̄

b̂ā

(
L̄iR(b̂)Dµ̄LiL(ā) − ēiL(b̂)Dµ̄eiR(ā)

)

+ iΛµ̄

āb̂

(
Q̄iL(ā)Dµ̄QiR(b̂) − d̄iR(ā)Dµ̄diL(b̂) − ūiR(ā)Dµ̄uiL(b̂)

)

− iΛµ̄

b̂ā

(
Q̄iR(b̂)Dµ̄QiL(ā) − d̄iL(b̂)Dµ̄diR(ā) − ūiL(b̂)Dµ̄uiR(ā)

)
.

Al integrar las coordenadas compactas resulta que

LC
MEDE = LV C

MEDE + LSC
MEDE.

Para nuestros fines, solo incluiremos de forma expĺıcita del sector de Yukawa correspondiente a
LV C
EDSM , el cual es relevante para el estudio del decaimiento H → γZ en DE

LV C
EDSM = i

∑

F=L,Q

{
F̄

(0)
iL(1)γ

µ(DµFiL(1))
(0) +

∑

(m)

[
F̄

(m)
iL(ā)γ

µ(DµFiL(ā))
(m) + F̄

(m)
iR(ā)γ

µ(DµFiR(â))
(m)
] }

+ i
∑

f=e,u,b

{
f̄
(0)
iR(1)

γµ(DµfiR(1))
(0) +

∑

(m)

[
f̄
(m)
iR(ā)

γµ(DµfiR(ā))
(m) + f̄

(m)
iL(ā)

γµ(DµfiL(â))
(m)
] }

+ . . ..
(3.79)

El resto del lagrangiano puede ser consultado en las referencias [15, 16].



Caṕıtulo 4

Decaimiento H → γZ en dimensiones

extra

4.1. El decaimiento H → γZ en dimensiones extra

El proceso H → γZ en DE consta ahora de tres contribuciones, una fermiónica, una bosónica
y una nueva contribución adicional, donde circulan bosones tipo W de esṕın cero; estos últimos,
deben su presencia a los nuevos campos norma que emergen de la teoŕıa en dimensiones más
altas. A continuación procedemos a analizar y calcular cada una de estas nuevas contribuciones.

4.1.1. Contribución fermiónica en dimensiones extra

La contribución fermiónica en DE será parecida a aquella del ME, pero con cambios sutiles
debido a las nuevas reglas de Feynman. En esta contribución no solo circularán fermiones del ME
(modos cero de KK), además, tendremos una nueva contribución de 2

n
2 espinores emergentes de las

nuevas dimensiones; usaremos para estos nuevos espinores circulantes en el lazo, la notación f (m).
Los diagramas de Feynman para el decaimiento H → γZ en DE se presentan en la Figura 4.1.

H(0) H(0)

A(0)
µ (k1)

Z(0)
ν (k2) A(0)

µ (k1)

Z(0)
ν (k2)

f (m) f (m)

Figura 4.1: Diagramas fermiónicos que contribuyen al decaimiento H → γZ en DE.

45
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Vértice Higgs a dos fermiones

=
−igm

f(0)

2m
W (0)mf(m)

[
mf(0) − iΩ(m)γ5

]
(ab)

H(0)
f̄ (m)
a

f
(m)
b

Vértice fotón a dos fermiones

A(0)
µ

f
(m)
b

f̄ (m)
a

= ieQfγµδ(a,b)

Vértice Z a dos fermiones

Z(0)
ν

f̄
(m)
b

f (m)
a

= ig
2cW

γν(τ
(m)+
Zab + τ

(m)−
Zab γ5)

Figura 4.2: Reglas de Feynman presentes en la contribución fermiónica del proceso H → γZ.

En las reglas de Feynman expuestas en la Figura 4.2, las matrices que aparecen en el vértice
Higgs a dos fermiones pueden ser deducidas del lagrangiano LH(0)ff (Ecuación (3.74)). Para el

vértice Z a dos fermiones, las matrices τ
(m)±
Zab son obtenidas del sector de corrientes (Ecuación (3.79)).

La matriz Ω(m), en el vértice Higgs a dos ferimones de KK, y la matriz τ
(m)−
Zab , del vértice Z a

dos fermiones de KK, no contribuyen a la amplitud; debido a que son traza nula. Por lo tanto, la
amplitud del primer diagrama puede expresarse en la siguente forma1:

A1(m)
f =

eQfg
2m2

f(0)

4cWmW (0)

∑

(m)

1

mf(m)

∫
d4k

(2π)4
Tr



γ

µ

[
/k +mf(m)

]

k2 −m2
f(m)

×

[
/k − /k1 − /k2 +mf(m)

]

(k − k1 − k2)2 −m2
f(m)

γντ
(m)+
Zaa

[
/k − /k1 +mf(m)

]

(k − k1)2 −m2
f(m)



 . (4.1)

1El śımbolo m de la suma
∑

(m) denota cualquier combinación de los ı́ndices de Fourier ml. Además, las sumas
∑

(m) son de la siguiente manera:
∑

(m) =
∑

∞

m1,...,ml=1.
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La contribución para el segundo diagrama se escribe como:

A2(m)
f =

eQfg
2m2

f(0)

4cWmW (0)

∑

(m)

1

mf(m)

∫
d4k

(2π)4
Tr



γντ

(m)+
Zaa

[
/k +mf(m)

]

k2 −m2
f(m)

×

[
/k − /k1 − /k2 +mf(m)

]

(k − k1 − k2)2 −m2
f(m)

γµ

[
/k − /k2 +mf(m)

]

(k − k2)2 −m2
f(m)



 , (4.2)

con
m2

f(m) = m2
(m) +m2

f(0) .

Al sumar todas las contribuciones, Ecuaciones (4.1) y (4.2), usando las condiciones cinemáticas
k21 = 0, k22 = m2

Z(0) y k1 · k2 = (m2
H(0) −m2

Z(0))/2, las condiciones de transversalidad, junto con el
esquema de reducción de Passarino-Veltman, la contribución fermiónica total en DE resulta ser

A(m)
f =

eQfg
2gfV

16π2CWmW (0)

∑

(m)

m2
f(0)

m2
f(m)

[
I1(τf(m) , λf(m))− I2(τf(m) , λf(m))

]

× ((m2
H(0) −m2

Z(0))g
µν − 2kν1k

µ
2 ). (4.3)

Redefinimos las variables τ y λ como se expĺıca abajo

τf(m) =
4m2

f(m)

m2
H(0)

y λf(m) =
4m2

f(m)

m2
Z(0)

.

Las funciones I1 e I2 son aquellas ya definidas en la Ecuación (2.4), y las funciones escalares de
Passarino-Veltman son ahora de la forma:

B0f(m)(1) = B0(m
2
Z(0) ,m

2
f(m) ,m

2
f(m)) y B0f(m)(2) = B0(m

2
H(0) ,m

2
f(m) ,m

2
f(m)),

C0f(m) = C0(0,m
2
H(0) ,m

2
Z(0) ,m

2
f(m) ,m

2
f(m) ,m

2
f(m)).

La amplitud total fermiónica en DE (Ecuación (4.3)) es libre devergencias ultravioletas, porque
está escrita en términos de las funciones I1 e I2, y como se mencionó en el Caṕıtulo 2, la función
I1 está expresada en términos de restas de funciones B0, en este caso, B0f(m)(1) y B0f(m)(2). La
función I2 no contiene funciones B0.
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4.1.2. Contribución bosónica en dimensiones extra

La contribución bosónica considera que están circulando bosones W (m) vectoriales, los cuales
no solo contemplan los campos del ME (modo cero de KK), sino que además contienen bosones
vectoriales provenientes de los modos excitados de KK; dichos bosones son distinguidos por el
supeŕındice (m). Los estados finales que resultan de cada diagrama, son los campos Aµ y Zν

del ME y los etiquetamos con el supeŕındice (0). Por último, debemos mencionar que el bosón
de Higgs, es aquel del ME. De ah́ı que usaremos el supeŕındice (0) para indicar que se trata de
dicha part́ıcula. Los diagramas de Feynman que consideran la contribución bosónica en DE se
presentan en la Figura 4.3.

H(0)
H(0)

H(0)

A(0)
µ (k1)

Z(0)
ν (k2)

Z(0)
ν (k2)

A(0)
µ (k1)

A(0)
µ (k1)

Z(0)
ν (k2)

W±(m)
α W±(m)

α

W±(m)
α

Figura 4.3: Diagramas de Feynman bosónicos en el decaimiento H → γZ en DE.

A partir de las reglas de Feynman mostradas en la Figura 4.4 se puede obtener que la amplitud
del primer diagrama queda expresada como sigue:

A1(m)
B = −cW eg2mW (0)

∑

(m)

∫
d4k

(2π)4
gαβ

(
gαλ − kαkλ

m2
W (m)

)

×
(
(−k + k1 − k2)

ξgην + (−k + k1 + 2k2)
ηgνξ + 2(k − k2)

νgξη
)

×
(
gρη − (k − k1)

ρ(k − k1)
η

m2
W (m)

)(
gξβ − (k − k1 − k2)

ξ(k − k1 − k2)
β

m2
W (m)

)

×
[
−(k + k1)

ρgλµ + (2k1 − k)λgµρ + 2kµgρλ
]
∆−1

1 , (4.4)

con ∆1 = (k2 −m2
W (m))((k − k1)

2 −m2
W (m))((k − k1 − k2)

2 −m2
W (m)).
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Vértice Higgs a dos W

= igmW (0)gµν
H(0)

W+(m)

W−(m)

Vértice fotón a dos W

A(0)
µ (k1)

W−(m)
µ (k2)

W+(m)
ν (k3)

= −e[(k1 − k2)λgµν + (k2 − k3)µgλν + (k3 − k1)νgµλ]
Vértice Z a dos W

Z(0)
µ (k1)

W+(m)
ν (k2)

W
−(m)
λ (k3)

= −g cos(θW )[(k1 − k2)λgµν + (k2 − k3)µgλν + (k3 − k1)νgµλ]

Vértice fotón, Z a dos W

W
+(m)
λ

W+(m)
ρ

Z(0)
ν

A(0)
µ

= −ieg cos(θW )(2gµνgρλ − gλνgµρ − gµλgρν)

Figura 4.4: Reglas de Feynman presentes en la contribución bosónica del decaimiento H → γZ
en DE.

El segundo diagrama genera la siguiente amplitud:

A2(m)
B = −cW eg2mW (0)

∑

(m)

∫
d4k

(2π)4
gαβ

(
gαλ − kαkλ

m2
W (m)

)

×
(
(−k − k1 − k2)

ξgηµ + (−k + 2k1 + k2)
ηgµξ + 2(k − k2)

µgξη
)
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×
(
gρη − (k − k2)

ρ(k − k2)
η

m2
W (m)

)(
gξβ − (k − k1 − k2)

ξ(k − k1 − k2)
β

m2
W (m)

)

×
[
−(k + k2)

ρgλν + (2k2 − k)λgνρ + 2kνgρλ
]
∆−1

2 , (4.5)

donde ∆2 = (k2 −m2
W (m))((k − k2)

2 −m2
W (m))((k − k1 − k2)

2 −m2
W (m)).

El tercer diagrama queda representado en la amplitud de la forma:

A3(m)
B = −cW eg2mW (0)

∑

(m)

∫
d4k

(2π)4
gαβ

(
gαλ − kαkλ

m2
W (m)

)

×
(
2gµνgρλ − gνλgµρ − gλµgνρ

)

×
(
gρβ − (k − k1 − k2)

ρ(k − k1 − k2)
β

m2
W (m)

)
∆−1

3 , (4.6)

siendo ∆3 = (k2 −m2
W (m))((k − k1 − k2)

2 −m2
W (m)). Después de sumar cada una de las ampli-

tudes bosónicas (Ecuaciones (4.4), (4.5) y (4.6)), aplicando las condiciones de transversalidad, las
condiciones cinemáticas k21 = 0, k22 = m2

Z(0) y k1 · k2 = (m2
H(0) −m2

Z(0))/2, junto con el esquema
de reducción de Passarino-Veltman, se llega a que la contribución bosónica total en DE puede
escribirse como:

AB = − cW eg
2

32π2mW (0)

∑

(m)

m2
W (0)

m2
W (m)

{
4(3 − tan2 θW )I2(τW (m) , λW (m))

+

[(
1 +

2

τW (m)

)
tan2 θW −

(
5 +

2

τW (m)

)]
I1(τW (m) , λW (m))

}

× ((m2
H(0) −m2

Z(0))g
µν − 2kν1k

µ
2 ).

(4.7)

Redefinimos las variables τ y λ como se expĺıca abajo

τW (m) =
4m2

W (m)

m2
H(0)

y λW (m) =
4m2

W (m)

m2
Z(0)

.

La variables B0B(1), B0B(2) y C0B simbolizan funciones escalares de Passarino-Veltman de la
forma

B0B(1) = B0(m
2
Z(0) ,m

2
W (m) ,m

2
W (m)) y B0B(2) = B0(m

2
H(0) ,m

2
W (m) ,m

2
W (m)),

C0B = C0(0,m
2
H(0) ,m

2
Z(0) ,m

2
W (m) ,m

2
W (m) ,m

2
W (m)).

La amplitud bosónica total (Ecuación (4.7)) es libre de divergencias ultravioletas, pues está escrita
en términos de la función I1, donde aparece la resta de funciones B0B(1) y B0B(2).
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4.1.3. Contribución escalar

Existen n − 1 campos escalares escalares W
(m)±
n̄ y un campo escalar W

(m)±
n (ver Ecuación

(3.11)), es decir, en total hay n nuevos campos escalares asociados con el bosónW . Los acoplamien-

tos de losW escalares, W
(m)±
n̄ yW

(m)±
n , que contribuyen a este decaimiento surgen de los sectores

LYMEW
ef y LH

4+n, (Ecuaciones (3.11) y (3.35)). Los diagramas que consideran la contibución es-
calar se presentan en la Figura 4.5.

H(0)

A(0)
µ (k1)

Z(0)
ν (k2)

H(0)

Z(0)
ν (k2)

A(0)
µ (k1)

H(0)
A(0)
µ (k1)

Z(0)
ν (k2)

W
±(m)
n̄n W

±(m)
n̄n

W
±(m)
n̄n

Figura 4.5: Diagramas de Feynman que representan la contribución escalar del decaimiento H →
γZ en DE.

De las reglas de Feynman expuestas en la Figura 4.6 se construyen las amplitudes. El primer
diagrama escalar representa la siguiente estructura:

A1(m)
Wn̄,n

= eg2cWmW (0)

∑

(m)

δn̄n

∫
d4k

(2π)4
4kµ(k1 − k)ν

∆1
, (4.8)

con ∆1 = (k2 −m2
W (m))((k − k1)

2 −m2
W (m))((k − k1 − k2)

2 −m2
W (m)).

La amplitud para el segundo diagrama queda escrita como:

A2(m)
Wn̄,n

= eg2cWmW (0)

∑

(m)

δn̄n

∫
d4k

(2π)4
4kν(k2 − k)µ

∆2
, (4.9)

donde ∆2 = (k2 −m2
W (m))((k − k2)

2 −m2
W (m))((k − k1 − k2)

2 −m2
W (m)).

La amplitud para el tercer diagrama puede expresarse como:

A3(m)
Wn̄,n

= eg2cWmW (0)

∑

(m)

δn̄n

∫
d4k

(2π)4
2gµν
∆3

, (4.10)
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Vértice Higgs a dos W escalares

H(0)

W
+(m)
n,n̄

W
−(m)
n,n̄

= −igmW (0)δn,n̄

Vértice fotón a dos W escalares

A(0)
µ (k1)

W
−(m)
n,n̄ (k2)

W
+(m)
n,n̄ (k3)

= −ie(k3 − k2)µ
Vértice Z a dos W escalares

Z(0)
µ (k1)

W
+(m)
n,n̄ (k2)

W
−(m)
n,n̄ (k3)

= igcW (k2 − k3)µ

Vértice fotón, Z a dos W escalares

W
+(m)
n,n̄ (k3)

W
+(m)
n,n̄ (k4)

Z(0)
ν (k2)

A(0)
µ (k1)

= 2iegcWgµν

Figura 4.6: Reglas de Feynman necesarias para estudiar la contribución escalar al decaimiento
H → γZ en DE.

siendo ∆3 = (k2−m2
W (m))((k−k1−k2)2−m2

W (m)). Al sumar las contribuciones bosónicas escalares

(Ecuaciones (4.8), (4.9) y (4.10)), usando las condiciones cinemáticas k21 = 0, k22 = m2
Z(0) y

k1 ·k2 = (m2
H(0) −m2

Z(0))/2, las condiciones de transversalidad, junto con el esquema de reducción
de Passarino-Veltman resulta que la contribución bosónica escalar total es

A(m)
Wn̄,n

=
eg2cWmW (0)

16π2

∑

(m)

δn̄n
m2

W (m)

I1(τW (m) , λW (m))

2
((m2

H(0) −m2
Z(0))g

µν − 2kν1k
µ
2 ), (4.11)

donde B0B(1), B0B(2) y C0B son las funciones escalares de Passarino-Veltman prensentadas en
la subsección anterior. Las variables adimensionales τ y λ son las mismas usadas en la subsección
anterior. La amplitud bosónica escalar total (Ecuación (4.11)) es libre de divergencias ultravio-
letas, ya que en la función I1(τW (m) , λW (m)) aparece de forma expĺıcita la resta de las funciones
B0B(1) y B0B(2).
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4.2. Amplitud del proceso

Las contribuciones de los distintos sectores de f́ısica usual y de nueva f́ısica pueden ser con-
venientemente organizadas en componentes de esṕın 1/2, 1 y 0. Resulta que las contribuciones
asociadas con las excitaciones de KK, además de ser invariantes bajo el grupo de norma electro-
magnético, son libres de divergencias ultravioleta, lo cual es consecuencia directa del hecho que
todas las interacciones involucradas tienen una estructura renormalizable. Como veremos más
adelante, las únicas divergencias en este decaimiento emergen de las sumas infinitas asociadas a
las contribuciones de KK. Por consiguiente, la amplitud para este decaimiento puede ser escrita
como sigue:

M(H → γZ) =
igα

4π

m2
H(0)

mW (0)

AMEDE
γZ Pµνǫ

∗µ(k1, λ1)ǫ
∗ν(k2, λ2), (4.12)

donde ǫ∗µ(k1, λ1) y ǫ
∗ν(k2, λ2) son los vectores de polarización del fotón y el bosón Z, respectiva-

mente, y el tensor

Pµν =
k1 · k2gµν − k1νk2µ

m2
H(0)

,

verifica la invariancia de norma, pues satisface las identidades de Ward simples kµ1Pµν = 0 =
kν2Pµν . Además, se tiene que

AMEDE
γZ = AME

γZ +ANF
γZ ,

donde

AME
γZ =

∑

f=q,l

QfgV
sW cW

A(0)
1
2

+
cW
sW

A(0)
1 , (4.13)

ANF
γZ =

∑

f=q,l

QfgV
sW cW

ANF
f +

cW
sW

ANF
W , (4.14)

a su vez

ANF
f = 2

n
2

∑

(m)

A(m)
1
2

,

ANF
W =

∑

(m)

(
A(m)

1 +A(m)
0

)
.

Las amplitudes del ME A(0)
1
2

y A(0)
1 , Ecuaciones (2.1) y (2.2), aśı como las amplitudes en

DE A(m)
f y A(m)

0,1 , Ecuaciones (4.3), (4.7) y (4.11), son reescritas en términos de las funciones de
Passarino-Veltman y sus coeficientes, ya que el método de renormalización usado aśı lo requiere
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[16, 19]. Con esto, las amplitudes fermiónicas son reescritas de la forma:

A(0)
1
2

= −
τf(0)

2(1− a)

{
2 + ∆B

(0)
0 (m2

f(0))
a

1− a
+
[
4m2

f(0) − (m2
H(0) −m2

Z(0))
]
C

(0)
0 (m2

f(0))

}
. (4.15)

A(m)
1
2

= −
τf(0)

2(1− a)

{
2 + ∆B

(m)
0 (m2

f(m))
a

1− a
+
[
4m2

f(m) − (m2
H(0) −m2

Z(0))
]
C

(m)
0 (m2

f(m))

}
.

(4.16)

Se introdujo la cantidad adimiensional a = m2
Z(0)/m

2
H(0) .

Por otra parte, las amplitudes bosónicas de esṕın uno del ME y en DE son expresadas como:

A(0)
1 =

τW (0)

2(1 − a)

{
6 +

m2
H(0) −m2

Z(0)

m2
W (0)

−
m2

H(0)m
2
Z(0)

m4
W (0)

+
a

1− a
∆B

(0)
0 (m2

W (0))

(
6 +

m2
H(0) −m2

Z(0)

m2
W (0)

−
m2

H(0)m
2
Z(0)

m4
W (0)

)

+

[
12m2

W (0) − 6(m2
H(0) −m2

Z(0))− 2
m2

Z(0)

m2
W (0)

(m2
H(0) − 2m2

Z(0))

]
C

(0)
0 (m2

W (0))

}
, (4.17)

A(m)
1 =

τW (0)

2(1− a)

{
6 +

m2
H(0) −m2

Z(0)

m2
W (m)

−
m2

H(0)m
2
Z(0)

m4
W (m)

+
a

1− a
∆B

(m)
0 (m2

W (m))

(
6 +

m2
H(0) −m2

Z(0)

m2
W (m)

−
m2

H(0)m
2
Z(0)

m4
W (m)

)

+

[
12m2

W (m) − 6(m2
H(0) −m2

Z(0))− 2
m2

Z(0)

m2
W (m)

(m2
H(0) − 2m2

Z(0))

]
C

(m)
0 (m2

W (m))

}
. (4.18)

Por último, la contribución bosónica escalar (esṕın cero) está dada como

A(m)
0 =

τW (0)

1− a

(
n−

m2
H(0)

2m2
W (0)

+
m2

H(0)

2m2
W (m)

)[
1 +

a

1− a
∆B

(m)
0 (m2

W (m)) + 2m2
W (m)C

(m)
0 (m2

W (m))

]
.

(4.19)

Al sumar las Ecuaciones (4.18) y (4.19) se construye la amplitud bosónica total ANF
W , cuya
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forma expĺıta está dada por la siguiente ecuación

ANF
W =

τW (0)

1− a

{
3 + n−

m2
H(0)

2m2
W (0)

+
2m2

H(0) −m2
Z(0)

2m2
W (m)

−
m2

H(0)m
2
Z(0)

2m4
W (m)

+
a

1− a
∆B

(m)
0 (m2

W (m))

(
3 + n−

m2
H(0)

2m2
W (0)

+
2m2

H(0) −m2
Z(0)

2m2
W (m)

−
m2

H(0)m
2
Z(0)

2m4
W (m)

)

− (2m2
H(0) − 3m2

Z(0))C
(m)
0 (m2

W (m)) + 2

(
3 + n−

m2
H(0)

2m2
W (0)

)
m2

W (m)C
(m)
0 (m2

W (m))

−
m2

Z(0)

m2
W (m)

(m2
H(0) − 2m2

Z(0))C
(m)
0 (m2

W (m))

}
. (4.20)

4.3. Regularización y Renormalización

Las sumas infinitas discretas que aparecen en la Ecuación (4.14) son divergentes, no obstante
dicha divergencia puede ser tratada mediante el método de renormalización descrito en la ref-
erencia [16]. En dicha referencia, el método de renormalización está basado en la función Zeta
de Riemann y su generalización a más altas dimensiones; la función inhomogéna de Epstein. El
método de renormalización requiere que la escala de compactificación (R−1) sea lo suficiente-
mente grande, para que una aproximación en serie de Taylor nos permita expresar la función
inhomogénea en términos de la función homogénea de Epstein [19].

Regularización por la función Zeta de Riemann

Partimos de la expresión general de la función de Passarino-Veltman, la cual puede ser escrita
como sigue:

FN =
1

iπ2
Γ(N)IN

∑

(m)

∫
d4k

(4π)4
1

(
k2 −∆2

(m)

)N , (4.21)

donde

IN =

∫ 1

0
dx1 · · · dxNδ

(
N∑

i=1

xi − 1

)
.

En las expresiones previas, N denota el número de propagadores de la función de Passarino-
Veltman; esta ha sido escrita en términos de su parametrización de Feynman, caracterizada por
las integrales paramétricas de variables de integración xi [16, 19]. En adición, ∆2

(m) es una función
cuadrática de variables xi, momentos externos y masas internas de KK, de la forma:

∆2
(m) = m2

(m) +∆2
(0), (4.22)
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a su vez, ∆2
(0) está expresada de la siguiente manera:

∆2
(0) = m2

ϕ
(0)
0

+

N∑

i,j=1

pipjxixj −
N−1∑

i=1

(
p2i +m2

ϕ
(0)
0

−m2

ϕ
(0)
i

)
xi.

Se promueve la dimensión espacio temporal de cuatro a D dimensiones. En este esquema de
regularización D es un número complejo, lo cual es necesario para su continuación anaĺıtica como
función Gamma [16, 19]. Bajo estas condiciones, la Ecuación (4.21) se reescribe como sigue [19]:

FN =
1

iπ2
(µ2)(2−

D
2
)Γ(N)IN

∑

(m)

∫
dDk

1
(
k2 −∆2

(m)

)N

= (−1)N
(

1

4πµ2

)N−2

IN
∑

(m)

Γ

(
N − D

2

)(∆2
(m)

4πµ2

)−(N−D
2 )

= (−1)N (4πµ2)(2−
D
2 )(R−2)(

D
2
−N)IN

∑

(m)

Γ

(
N − D

2

)
(m2 + c2N )−(N−D

2 ). (4.23)

En esta última igualdad hemos asumido que todos los radios R de las orbifolds S1/Z2 son iguales,
tal que podemos escribir m2

(m) = R−2m2, siendo m2 cualquier combinación posible de los ı́ndices

de Fourier. También definimos c2N = ∆2
(0)/R

−2. Además, µ es la escala asociada con el esquema

de regularización dimensional. Ya que D es complejo, la Ecuación (4.23) puede ser reformulada
en términos de la función inhomogénea de Epstein como se presenta a continuación [16, 19]:

∑

(m)

(m2 + c2N )−(N−D
2 ) =

n∑

l=1

n!

l!(n− l)!
E

c2
N

l

(
N − D

2

)
,

con la función inhomogénea de Epstein definida de la siguiente forma

Ec2

l (s) =
+∞∑

m1,··· ,ml=1

1

(m2
1 + · · ·+m2

l + c2)s
.

Al considerar lo anterior expuesto, la Ecuación (4.23) se vuelve de la forma [16]

FN = (−1)N (4πµ2)(2−
D
2 )(R−2)(

D
2
−N)IN

n∑

l=1

(
n

l

)
E

c2
N

l

(
N − D

2

)
Γ

(
N − D

2

)
. (4.24)

La función Γ(N −D/2) de la Ecuación (4.24) es divergente en el ĺımite cuando D tiende a cuatro.
Las singularidades de la función Gamma ocurren en N − D

2 = 0,−1,−2, . . . Por el contrario, la

función inhomogénea de Epstein es regular en N − D
2 = l

2 ,
l−2
2 , . . . Sin embargo, para N ≥ 3 la

función Gamma es regular, pero la función de Epstein puede ser divergente a partir de este valor
de N . Dichas divergencias que emergen en la función inhomogénea de Epstein son tratadas de
manera más detallada en la referencia [19].
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Renormalización

Existen dos tipos de divergencias al tratar cálculos de correcciones radiativas en nuestro mod-
elo; las etiquetaremos con el nombre de divergencias estándar (DivE) y divergencias no estándar
(DnE). Las primeras son aquellas que surgen de las amplitudes a orden de un lazo que originan
las divergencias ultravioletas debido al número de dimensiones espacio temporales. Las DnE son
aquellas que provienen del modelo extendido, es decir, en nuestro modelo las sumas infinitas de
los modos de KK. Por fortuna, nuestro proceso (H → γZ) es libre de DivE, ya que no presenta
divergencias ultravioletas, caracteŕıstica que se observa en las amplitudes.

Hay dos formas de tratar las DnE que surgen de nuestro modelo. La primera de ellas consiste
reexpresar la función inhomogénea de Epstein en términos de la homogénea, al suponer que c2N
(ver Ecuación (4.24)) es pequeño debido a la escala de compactificación. Ya que c2N es pequeño, la
función inhomogénea es expresada en serie Taylor. Por último se reescribe la suma de la serie de
Taylor mediante la introducción de una integral de contorno, aprovechando el hecho que D es un
número complejo. Dicho contorno contiene todos los polos de la función Gamma y de la función
de Epstein (este método fue introducido por H. A. Weldon [19]). El segundo método consiste en
identificar las divergencias que surgen de la función de Epstein [20], seguidamente son removidas
mediante la resta de contratérminos en el lagrangiano efectivo.

Elegimos el primer método, ya que nos permite evitar el proceso de renormalización con-
vencional. Basados en este método, las funciones ∆B0 y C0 de Passarino-Veltman que aparecen
en las amplitudes ANF

f y ANF
W (Ecuaciones (4.16) y (4.20)) son tratadas como se indica en las

referencias [16, 19], de tal forma que estas pueden reescribirse de la siguiente manera:

∑

(m)

∆B
(m)
0 (m2

ϕ(m)) = − 1

(R−2)1+N̄

1

Γ(N̄ )

[
1

6
(p22 − p21) +

1

2

(
m2

ϕ
(0)
1

+m2

ϕ
(0)
2

−m2

ϕ
(0)
3

−m2

ϕ
(0)
4

)]
ᾱn
N̄ ,

(4.25)

∑

(m)

C
(m)
0 (m2

ϕ(m)) = − 1

R−2

∫ 0

1
dx

∫ 1−x

0
dy
[
αn
3 + βn3 ln(c23(x, y)) + · · ·

]
. (4.26)

Las funciones escalares C
(m)
0 de Passarino-Veltman que tienen asociados factores de masas

excitadas de KK, adquieren la siguiente forma [16]:

∑

(m)

C
(m)
0 (m2

ϕ(m))m
2
ϕ(m) = −1

2

(
1− 2n

2n

)
−
∫ 0

1
dx

∫ 1−x

0
dy(c20 − c3(x, y)

2)
[
αn
3 + ln(c23(x, y))β

n
3

]
,

(4.27)

∑

(m)

C
(m)
0 (m2

ϕ(m))

m2
ϕ(m)

= − 1

R−4

[
ᾱn
1

2
+O

(
1

R−6

)]
, (4.28)
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donde

c20 =
m2

ϕ(0)

R−2
y c23(x, y) =

m2
ϕ(0)

R−2

[
1 +

4

τϕ(0)

(ax2 + y2 + xy(1 + a)− x− y)

]
.

Aqúı, ϕ(0) = t(0),W (0); los valores de las constantes ᾱn
N̄
, αn

3 y βn3 se pueden encontrar en la
referencia [16].

Es importante aclarar que a partir de ahora nuestros resultados considerarán exclusivamente
los términos dominantes en las funciones escalares de Passarino-Veltman, es decir, las amplitudes
que representan las contribuciones de nueva f́ısica contienen términos hasta el orden 1/R−2, por
lo que cantidades proporcionales a 1/R−4 o más pequeñas serán despreciadas. En este sentido,
las contribuciones relacionadas con las expresiones dadas en las Ecuaciones (4.25) y (4.28) serán
ignoradas, ya que a lo más van como 1/R−4. En el caso de la Ecuación (4.25), se tiene que
N̄ = 1, 2, por lo que contribuiŕıa a lo más en 1/R−4. Por otro lado, en las amplitudes ANF

f y

ANF
W (Ecuaciones (4.16) y (4.20)), aparecen este otro tipo de contribuciones

∑

(m)

1

m2
ϕ(m)

=
1

R−2

[
αn
3 + ln

(mϕ(0)

R−2

)
βn3

]
, (4.29)

∑

(m)

1

m4
ϕ(m)

≈ 1

R−4
(. . .), (4.30)

por lo que bajo el criterio anterior, contribuciones que contengan a la Ecuación (4.30) serán ig-
noradas.

Por último, en las amplitudes aparecen términos que no dependen de las masas excitadas de
KK, por lo que será necesario usar el siguiente resultado [16]:

∑

(m)

=

n∑

l=1

(
n

l

)
[ζ(0)]l =

1− 2n

2n
. (4.31)

Con las expresiones previas, resultado del método de Weldon [19] y mejor detallas en la
referencia [16], podemos dar tratamiento a las amplitudes ANF

f y ANF
W (Ecuaciones (4.16) y

(4.20)). Antes de escribir el resultado expĺıcito de la amplitudes ANF
f y ANF

W (Ecuaciones (4.16)
y (4.20)), es necesario mecionar que surgen funciones en las Ecuaciones (4.26) y (4.27) cuya
expresión anaĺıtica no puede ser calculada. No obstante, estas serán aproximadas numéricamente.
De este modo, la Ecuación (4.26) se reexpresa como sigue:

∑

(m)

C
(m)
0 (m2

ϕ(m)) = − 1

R−2

∫ 0

1
dx

∫ 1−x

0
dy
[
αn
3 + βn3 ln(c23(x, y)) + · · ·

]

= − 1

R−2

{
1

2
αn
3 + βn3

[
1

2
ln

(
m2

ϕ(0)

R−2

)
+ ω

]}
, (4.32)
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donde

ω =

∫ 1

0
dx

∫ 1−x

0
dyf(x, y).

La forma expĺıcita de f(x, y) es la siguiente:

f(x, y) = ln

[
1 +

4

τϕ(0)

(ax2 + y2 + xy(1 + a)− ax− y)

]
.

El valor de ω al ser integrado numéricamente es ω = 33.816× 10−3.

Asimismo, la Ecuación (4.27) se reescribe como:

∑

(m)

C
(m)
0 (m2

ϕ(m))m
2
ϕ(m) = −1

2

(
1− 2n

2n

)
−
∫ 0

1
dx

∫ 1−x

0
dy(c20 − c3(x, y)

2)
[
αn
3 + ln(c23(x, y))β

n
3

]

= −1

2

(
1− 2n

2n

)
−
(mH(0)

R−2

) 1 + a

24

[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

ϕ(0)

R−2

)]

+

(
m2

H(0)

R−2

)
βn3 ω

′, (4.33)

donde

ω′ =

∫ 1

0
dx

∫ 1−x

0
dy(ax2 + y2 + xy(1 + a)− ax− y)f(x, y).

El valor de la integración numérica da como resultado ω′ = 5.444× 10−3.

Por lo tanto, las amplitudes ANF
f y ANF

W bajo este esquema de regularización quedan reex-
presadas como sigue:

ANF
f = −

τf(0)

(1− a)
2

n
2

(
m2

H(0)

R−2

){
1− 2a

6

[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

f(0)

R−2

)]
+ βn3

δ

2

}
, (4.34)

ANF
W =

τW (0)

1− a

(
m2

H(0)

R−2

){[
2(1− a)− (1 + a)

12

(
3 + n− 2

τW (0)

)]

×
[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

W (0)

R−2

)]
+ βn3 δn

}
. (4.35)

Las cantidades δ y δn, surgen de los coeficientes que acompañan a βn3 en las Ecuaciones (4.26)
y (4.27) y dependen directamente de los valores de ω y ω′. Dichas constantes tienen los valores
numéricos:

δ = 6.97 × 10−3 y δn = (10.888n + 4.243) × 10−3.
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Vamos a comparar las cantidades δ y δn con el valor de los logaritmos en las amplitudes ANF
f

(Ecuación (4.34)) y ANF
W (Ecuación (4.35)). Esto con el objetivo de ver si contribuyen a la

amplitud de manera importante. Bajo este argumento, se tiene lo siguiente:

− τt(0)

1− a

δ

2
= −6.3947 × 10−2, (4.36)

−1

6

τt(0)

1− a
ln

(
m2

t(0)

R−2

)
= 6.598, (4.37)

τW (0)

1− a
δn = (4.424n + 1.724) × 10−2, (4.38)

τW (0)

1− a
ln

(
m2

W (0)

R−2

)[
2(1− a)− (1 + a)

12

(
3 + n− 2

τW (0)

)]
= 1.939n − 6.971, (4.39)

donde hemos elegido R−1 = 0·5 TeV para la comparación. La cantidad en la Ecuación (4.36)
es dos órdenes de magnitud más pequeña que la correspondiente en la Ecuación (4.37), ambas
presentes en la Ecuación (4.34). Análogamente, la Ecuación (4.38) es dos órdenes de magnitud
más pequeña que la Ecuación (4.39), ambas ecuaciones pertenecientes a la Ecuación (4.35). En
consecuencia, las contribuciones dadas por las Ecuaciones (4.36) y (4.38) pueden ser despreciadas,
de tal suerte que las Ecuaciones (4.34) y (4.35) ahora son de la siguiente forma:

ANF
f = −

(
m2

H(0)

R−2

)
τf(0)2

n
2

(
1

6

)
1− 2a

1− a

[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

f(0)

R−2

)]
, (4.40)

ANF
W =

(
m2

H(0)

R−2

)
τW (0)

(
1

12

)[
24− 1 + a

1− a

(
3 + n− 2

τW (0)

)]

×
[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

W (0)

R−2

)]
. (4.41)

Con el objetivo de comprobar que nuestras amplitudes son consistentes, compararemos estas
en el ĺımite cuando mZ(0) → 0 con las amplitudes del proceso H → γγ calculadas en la referencia
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[21]. Entonces, partiendo de las amplitudes dadas en las Ecuaciones (4.40) y (4.41) se llega a que:

ĺım
a→0

ANF
f = ĺım

a→0

(
−
m2

H(0)

R−2

)
τf(0)2

n
2

(
1

6

)
1− 2a

1− a

[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

f(0)

R−2

)]

= −
(
m2

H(0)

R−2

)
τf(0)2

n
2

(
1

6

)[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

f(0)

R−2

)]
,

ĺım
a→0

ANF
W = ĺım

a→0

(
m2

H(0)

R−2

)
τW (0)

(
1

12

)[
24− 1 + a

1− a

(
3 + n− 2

τW (0)

)]

×
[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

W (0)

R−2

)]

=

(
m2

H(0)

R−2

)
τW (0)

(
1

12

)(
21− n+

2

τW (0)

)[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

W (0)

R−2

)]
.

En estas situaciones ĺımite se comprueba que ĺım
a→0

ANF
f(H→γZ)

= ANF
f(H→γγ)

y que ĺım
a→0

ANF
W(H→γZ)

=

ANF
W(H→γγ)

, lo cual es indicativo de que nuestros resultados reproducen las amplitudes de nueva

f́ısica del decaimiento H → γγ en el contexto del ME en DE [21].

4.4. Resultados numéricos

Para analizar las predicciones de nuestro modelo, vamos a comparar la amplitud ANF
γZ con

aquella del modelo estándar AME
γZ . Con dicho objetivo, se define la siguiente expresión [21]

FγZ =

∣∣∣∣1 +
ANF

γZ

ASM
γZ

∣∣∣∣
2

. (4.42)

La cantidad FγZ nos permitirá comparar el efecto relativo de la nueva f́ısica con lo que predice
el ME. Con esta información ahora puede emplearse el observable conocido como intensidad de
señal, la cual ya ha sido estudiada experimentalmente por las colaboraciones ATLAS y CMS
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(2016) [22]. La intensidad de señal se encuentra dada de la siguiente manera [21]:

µγZ =
σ(pp→ H → γZ)

σ(pp → H → γZ)ME
< 9.5, a un nivel de confianza del 95%,

=
σ(gg → H)×BR(H → γZ)

σ(gg → H)ME ×BR(H → γZ)ME

=
Γ(H → gg) ×BR(H → γZ)

Γ(H → gg)ME ×BR(H → γZ)ME

=
|AMEDE

gg |2
|AME

gg |2
|AMEDE

γZ |2

|AME
γZ |2

= PggFγZ ,

(4.43)

donde

Pgg =

∣∣∣∣1 +
ANP

gg

ASM
gg

∣∣∣∣
2

.

La expresión Pgg se calculó previamente en la referencia [21], que bajo el esquema no convencional
de regularización usado en esta tesis alcanza la siguiente forma

Pn
gg =

∣∣∣∣1 + 2
n
2
−1

(
m2

t(0)

R−2

)[
αn
3 + βn3 ln

(
m2

t(0)

R−2

)] ∣∣∣∣
2

. (4.44)

Se hace uso de la función Pgg debido a que la producción de bosones de Higgs en el LHC se lleva
a cabo predominantemente en fusión de gluones [21], para lo cual en la región de resonancia el
decaimiento H → gg es el ingrediente principal.

Análisis numérico

En nuestro análisis, requerimos que la intensidad de señal de nuestro modelo (µ
(n)
γZ ) esté entre 1

y 10, por consiguiente, buscamos el intervalo de la dimensión compacta (R−1) que genere dicho
rango. Lo anterior justificado por la restricción experimental de µγZ ≤ 10 [22]. Este análisis se
presentará para diferentes valores de n (dimensiones extra compactas), a saber, n = 2, 4, 6 y 8.
Los valores de las constantes αn

3 y βn3 que se usarán se presentan a continuación [16]:

n αn
3 βn3

2 2.5701 -0.8862

4 2.1811 -3.562

6 1.001 -2.2348

8 0.3101 -2.5656
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Figura 4.7: (a) Gráfica de µ
(2)
γZ , F

(2)
γZ y P

(2)
gg , en función de R−1. (b) Gráfica de las amplitudes A

(2)
W

y A
(2)
t .
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Figura 4.8: (a) Gráfica de µ
(2)
γZ , F

(2)
γZ y P

(2)
gg , en el rango de 1≤ R−1 ≤ 5 TeV. (b) Gráfica de las

amplitudes A
(2)
W y A

(2)
t , en el mismo rango.

Escenario n = 2. En las Figuras 4.7(a) y 4.8(a) se presenta la intensidad de señal µ
(2)
γZ , junto

con las funciones F
(2)
γZ y P

(2)
gg en términos del radio de compactificación. En la Figura 4.7(a)

se grafica µ
(2)
γZ en el intervalo 0.3 ≤ R−1 ≤ 1 TeV, en este escenario µ

(2)
γZ < 10 lo cual va

acorde con las restricciones experimentales. Asimismo, en las Figuras 4.7(b) y 4.8(b) se expone el

comportamiento de las amplitudes A
(2)
W,t en función del radio de compactificación R−1. En ambos

rangos de R−1 se observa que A
(2)
t < A

(2)
W ; este fenómeno peculiar es debido principalmente a que
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ANF
W (Ecuación (4.41)) representa una función lineal de n, por lo que cuando n = 2 el coeficiente:

τW (0) [24 − (1 + a)(3 + n − 2/τW (0))/(1 − a)]/12 = 1.5052 de A
(2)
W domina sobre el coeficiente:

−2
n
2 τf(0)(1 − 2a)/6(1 − a) = 0.3344 de A

(2)
t (ver Ecuaciones (4.40) y (4.41)). Nótese que ANF

t

posee un factor global 2
n
2 , el cual a medida que n crezca promoverá que |ANF

t | sea más grande
que |ANF

W |. En este escenario, los términos de nueva f́ısica causan una interferencia constructiva.

En las Figuras 4.8(a) y 4.8(b) se aprecia el desacoplo de la teoŕıa, debido a que F
(2)
γZ se acerca a

uno a medida que R−1 aumenta (Figura 4.8(a)), mientras que las amplitudes A
(2)
t,W tienden a cero

(Figura 4.8(b)).
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Figura 4.9: (a) Gráfica de µ
(4)
γZ , F

(4)
γZ y P

(4)
gg en función de R−1 para el intervalo 0.64 ≤ R−1 ≤ 1

TeV. (b) Gráfica del comportamiento de las amlitudes A
(4)
t y A

(4)
W .

En todo nuestro estudio numérico se usa el valor mı́nimo de R−1 = 0·3 TeV, lo que está sus-
tentado por el hecho de que la comparación de la masa de la part́ıcula más pesada del ME entre
R−1 = 0.3 TeV nos dice que la razón de masas cuadradas es (mt(0)/R

−1)2 = 0.3333, lo cual im-
plica que (mt(0)/R

−1)2 ≪ 1, por lo tanto, la aplicación de la serie de Taylor es consistentemente
empleada en el método de regularización no convencional [16, 19].

Escenario n = 4. En las Figuras 4.9(a) y 4.10(a) se muestra el comportamiento de la inten-

sidad de señal µ
(4)
γZ , aśı como las funciones F

(4)
γZ y P

(4)
gg en términos de R−1. En la Figura 4.9(a), el

intervalo de variación de la escala de compactificación corresponde a 0.64 ≤ R−1 ≤ 1 TeV. En la

Figura 4.9(b) se muestra el comportamiento de las amplitudes A
(4)
t,W en el intervalo 0.64 ≤ R−1 ≤ 1

TeV. En este escenario, A
(4)
t > A

(4)
W , esto es debido a que el factor 2

n
2 en ANF

t comienza a ser sig-
nificativo (ver Ecuación (4.40)) y a que el coeficiente: τW (0) [24−(1+a)(3+n−2/τW (0))/(1−a)]/12
decrece a medida que n aumenta (ver Ecuación (4.41)). En la Figura 4.9(a) se aprecia que F

(4)
γZ > 1,
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debido a que las contribuciones de nueva f́ısica interfieren constructivamente. En las Figuras
(4.10)(a) y (4.10)(b) se manifiesta claramente el desacoplo de la teoŕıa.
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Figura 4.10: (a) Gráfica de µ
(4)
γZ , F

(4)
γZ y P

(4)
gg en el intervalo 1 ≤ R−1 ≤ 5 TeV. (b) Gráfica del

comportamiento de las amlitudes A
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t y A

(4)
W .
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Figura 4.11: (a) Gráficas de µ
(6)
γZ , F

(6)
γZ y P

(6)
gg en el intervalo 0.68 ≤ R−1 ≤ 1 TeV. (b) Las

amplitudes A
(6)
t,W en el mismo rango de R−1.

Escenario n = 6. En las Figuras 4.11(a) y 4.12(a) se muestra el comportamiento de µ
(6)
γZ , F

(6)
γZ

y P
(6)
gg . La Figura 4.11(a) describe el rango de escala de compactificación entre 0.68 ≤ R−1 ≤ 1

TeV. El comportamiento de las amplitudes A
(6)
t y A

(6)
W está presente en las Figuras 4.11(b) y
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Figura 4.12: (a) Gráficas de µ
(6)
γZ , F

(6)
γZ y P

(6)
gg en el intervalo 1 ≤ R−1 ≤ 5 TeV. (b) Las amplitudes

A
(6)
t,W en el mismo rango de R−1.

4.12(b). Note que en la Figura 4.11(b), A
(6)
W < 0, lo cual es consecuencia de que en este escenario,

el coeficiente: τW (0) [24 − (1 + a)(3 + n − 2/τW (0))/(1 − a)]/12 = −0.6111. Además, se puede

apreciar que |A(6)
W | < A

(6)
t , lo cual se debe a que el factor global 2

n
2 en ANF

t comienza a notarse
con mayor intensidad puesto que n = 6 (ver Ecuación (4.40)). Para este número de dimensiones

extra, se observa que el término dominante de nueva f́ısica viene dado por A
(6)
t , que junto con

A
(6)
W interfieren constructivamente. Este fenómeno se manifiesta en que F

(6)
γZ sea mayor que uno

en el intervalo 0.68 ≤ R−1 ≤ 1 TeV (ver Figura 4.11(a)). En las Figuras 4.12(a) y 4.12(b) se
aprecia el desacoplo de la teoŕıa.
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tamiento de las amplitudes A
(8)
t y A
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W .
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Escenario n = 8. Por último, en la Figura 4.13(a) se presentan µ
(8)
γZ , F

(8)
γZ y P

(8)
gg en el intervalo

1.1 ≤ R−1 ≤ 5 TeV, en esta región se observa claramente que µ
(8)
γZ ≤ 10, lo cual es consistente

con la restricción experimental para µγZ . Por otro lado, en la Figura 4.13(b) son expuestas las

amplitudes A
(8)
t y A

(8)
W , en donde se tiene nuevamente que A

(8)
W < 0, lo cual es consecuencia de

que n ya es lo suficientemente grande para que domine la parte negativa de A
(8)
W (ver Ecuación

(4.41)). También puede notarse que |A(8)
W | < A

(8)
t , puesto que el factor 2

8
2 en A

(8)
t es más grande

que un orden de magnitud (ver Ecuación (4.40)). Nuevamente, en este escenario la contribución

dominante, A
(8)
t , promueve interferencia constructiva. En consecuencia, F

(8)
γZ ≥ 1 en este intervalo

de escalas de enerǵıa. Por último, cabe destacarse que para este número de dimensiones extra se
vuelve a manifestar el desacoplo de la teoŕıa a medida que R−1 aumenta.
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Caṕıtulo 5

Conclusiones

En esta tesis se desarrolló el cálculo anaĺıtico y numérico del decaimiento H → Zγ a nivel de
un lazo en el contexto del modelo estándar con n dimensiones extra compactas, motivado por las
mediciones de precisión actuales sobre diferentes modos de decaimiento del bosón de Higgs, en
particular, para el canal de decaimiento γZ en donde existe una discrepancia entre la predicción
del ME y la medición experimental. En el contexto de este nuevo modelo se ha asumido que el
número de dimensiones extra espaciales es par, es decir, n = 2, 4, 6, . . ., debido a que la quiralidad
se encuentra bien definida en espacio-tiempo de dimensión par. Esto además permite recuperar la
estructura quiral del ME después de realizar la compactificación de la teoŕıa extendida. La teoŕıa
efectiva remanente que queda después de aplicar el procedimiento de compactificación presenta
tres caracteŕısticas destacables: a) La nueva f́ısica presenta propiedades de desacoplo, sin embargo,
el observable estudiado es dependiente del número de dimensiones y queda fijo en una constante
cuando el número de dimensiones extra es fijado. b) El modelo extendido está caracterizado por
la presencia de tres escalas de enerǵıa, a saber, la escala de Fermi v, la escala de compactificación
R−1 y una escala Λ a la cual la teoŕıa fundamental se manifestaŕıa por completo. A las escalas de
enerǵıa v y R−1 están presentes interacciones renormalizables en el sentido de Dyson. c) La teoŕıa
efectiva remanente (a la escala R−1) contiene un número infinito de part́ıculas, conocidas también
como excitaciones de Kaluza-Klein, las cuales interaccionan entre ellas mismas o se acoplan con
part́ıculas del ME, ofreciendo vértices o acoplamientos renormalizables en el sentido de Dyson.
Dicha cantidad infinita de part́ıculas promueve la aparición de un nuevo tipo de divergencia, la
cual no está relacionada con efectos de corta (divergencias ultravioletas) y larga distancia (diver-
gencias infrarrojas).

Gran parte del estudio realizado en esta tesis se dedica a mostrar que mediante un esquema
no convencional de regularización es posible aislar las divergencias inducidas por el número in-
finito de excitaciones de Kaluza-Klein. Para tal fin se hizo uso de un procedimiento basado en la
función Z de Riemann y su generalización a muchas dimensiones en términos de las funciones de
Epstein. El método de compactificación descrito en esta tesis recrea geométricamente el efecto
Casimir, lo cual implica que las funciones de Epstein se manifiesten naturalmente a nivel de un

69
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lazo en las amplitudes que representan a nuestro proceso de interés. A nivel de un lazo nuestro
proceso recibe contribuciones a la escala de Fermi v (contribución de ME), las cuales están libres
de divergencias ultravioletas, y a la escala R−1, las cuales están también libres de divergencias
ultravioletas. Sin embargo, a la escala de enerǵıa R−1 las divergencias no convencionales debido al
número infinito de excitaciones de Kaluza-Klein por cada dimensión extra compacta aún persis-
ten. Por lo tanto, para encontrar amplitudes renormalizadas (finitas) del decaimiento H → γZ es
necesario hacer uso de las funciones regularizadas de Epstein. Estas nuevas funciones de Epstein
son finitas debido a que emergen de las originales después de remover sus polos. La remoción
de polos de las funciones de Epstein representa en śı un método de renormalización, por lo que
una vez aplicados los métodos de regularización dimensional convencionales y después de hac-
er uso de esta nueva preescripción de renormalización, se arriva a predicciones fenomenológicas
finitas para el decaimiento en cuestion. El análisis fenomenológico del decaimiento H → γZ se
llevó a cabo haciendo uso del observable conocido como intensidad de señal µγZ . Esta cantidad
se encuentra definida en términos de la razón de la sección eficaz de producción de un bosón de
Higgs decayendo a un fotón y un Zeta en la nueva teoŕıa sobre la predicción del mismo proceso
en el ME. Al asumir que el LHC funcione como una fábrica de bosones de Higgs, entonces, en la
resonancia del bosón de Higgs la intensidad de señal µγZ queda en términos de las anchuras de
decaimiento H → gg en la nueva teoŕıa y en el ME junto con las fracciones de decaimiento del
proceso H → γZ en la nueva teoŕıa y en el ME. Debido a que la restricción experimiental vigente
sobre µγZ establece que ésta sea menor que 9.5, se propusieron diversos escenarios de estudio
para efectos de varias dimensiones extra pares consistentes con dicha restricción.

Los resultados numéricos nos dicen que para 2 dimensiones extra compactas el canal de
decaimiento (FγZ) es poco sensible al número de dimensiones extra. En este escenario, los efectos
de f́ısica nueva debidos a excitaciones del bosónW son dominantes sobre los efectos de excitaciones
del quark top, por lo que el número de dimensiones extra no juega un papel determinante. Para 4
dimensiones extra se encontró que el número de dimensiones extra comienza a hacerse importante,
pues ahora la contribución de las excitaciones del bosón W es muy cercana a la contribución de
las excitaciones del quark top. Para 6 dimensiones extra se halló que el número de éstas es
determinante en los efectos de nueva f́ısica, pues ahora la contribución en valor absoluto de
excitaciones del quark top domina sobre la correspondiente contribución en valor absoluto del
bosón W ; se observa además un efecto peculiar, pues ahora la contribución de excitaciones KK
del bosónW se hace negativa. Para 8 dimensiones extra compactas se observó que la contribución
de excitaciones del quark top en valor absoluto puede ser un orden de magnitud más grande que la
respectiva contribución en valor absoluto del bosón W . Contrastantemente, nuestro decaimiento
es altamente sensible a variaciones de la escala de compactificación. Los rangos estudiados para
R−1 van desde 0.3 TeV hasta 5 TeV, en donde se eligió el valor mı́nimo del rango de estudio
en estricta concordancia con la restricción experimental para µγZ y con el procedimiento de
renormalización no convencional. Finalmente, destacamos que el efecto desacoplante de la nueva
teoŕıa está presente debido a que cuando R−1 tiende a infinito, para las diferentes dimensiones
extra estudiadas, µγZ tiende a uno.
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