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2.1.2. Mezcla cinética y de masas . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20
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Introducción

El modelo estándar de la f́ısica de part́ıculas (SM por sus siglas en inglés) es la mejor descripción
de la materia e interacciones fundamentales que se ha logrado generar como resultado de una labor
experimental y teórica ardua. A pesar de esto, sabemos que el SM no es la última palabra, ya
que existen indicios de que debe ser extendido para abarcar fenómenos que se han incorporado al
paradigma de f́ısica de part́ıculas y de altas enerǵıas. Dicha f́ısica nueva ha inspirado el nacimiento de
propuestas interesantes que la incluyen y, a su vez, conllevan desventajas. Por ejemplo, el problema
de jerarqúıa electrodébil es resuelto en una teoŕıa con supersimetŕıa (SUSY) como el modelo mı́nimo
supersimétrico (MSSM) que también incorpora un candidato a materia oscura, no obstante, aún
no se observan las part́ıculas supercompañeras que esta simetŕıa predice. Una motivación teórica
importante que propició la supersimetŕıa es la unificación de los acoplamientos de norma, lo cual
sugiere la existencia de una teoŕıa de gran unificación (GUT).

Tomando en cuenta la posibilidad de extender el grupo de norma del SM surge la propuesta más
simple: añadir una simetŕıa abeliana, que suele denotarse U(1)′ y añade al espectro un bosón Z ′.
Este tipo de modelos han sido ampliamente estudiados (ver e.g. [1]) y pueden usarse para generar
escenarios que describen materia oscura y la f́ısica de los neutrinos al mismo tiempo [2–6] o que
permiten obtener las jerarqúıas correctas para las masas de fermiones [7]. También ha sido señalada
la relación entre extensiones abelianas del SM, provenientes de una GUT o de cuerdas, que incluyen
de forma natural part́ıculas tipo axión (ALP) que son candidatas para resolver el problema de CP
fuerte [8, 9]. Recientemente, se destaca la posibilidad de dar explicación a la jerarqúıa de sabores
dada la existencia de una ALP [10,11]. Otra propuesta interesante es el rol de un modelo de U(1)′

en cosmoloǵıa, por ejemplo, se ha buscado identificar al escalar que rompe esa simetŕıa con el
inflatón [12,13].

En particular, en años recientes se ha investigado la estabilización del potencial del Higgs en
modelos con U(1)′ [14]. En este trabajo, encontramos que este escenario se puede hallar en modelos
que resultan de compactificaciones en teoŕıa de cuerdas. Cabe notar que existen dos enfoques para
estudiar modelos de U(1)′ y, en general, extensiones del SM. El que adoptamos en este estudio
es del tipo top-down, es decir, partimos de una teoŕıa que propone f́ısica nueva a altas enerǵıas
y de la cual derivamos las caracteŕısticas de una extensión con una U(1)′. Por otro lado, en el
enfoque bottom-up se buscan modificaciones mı́nimas del SM que alivien uno o varios problemas.
En este caso, resulta importante no alterar la fenomenoloǵıa de part́ıculas verificada y comparar
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las predicciones del modelo propuesto contra los ĺımites experimentales relevantes.

En este trabajo, basado en mi art́ıculo publicado [15], tomamos el primer enfoque mencionado.
Estudiamos compactificaciones de la teoŕıa de cuerdas, el candidato más fuerte para representar
la completez UV del SM. Esta posición se debe a que es, al momento, la mejor opción para una
teoŕıa cuántica de la gravedad. La misión del estudio de la fenomenoloǵıa de cuerdas es, entonces,
encontrar al SM contenido en teoŕıa de cuerdas. Una revisión de ideas relevantes en esta búsqueda
se puede consultar en [16]. El origen de modelos con Z ′ en un enfoque top-down se encuentra, por un
lado, en el rompimiento de la simetŕıa de norma de modelos de GUT. Por ejemplo, se ha estudiado
y clasificado la fenomenoloǵıa de aquellos con grupo E6 [17–20]. Por otro lado, es sabido que en
compactificaciones de la teoŕıa de cuerdas es común encontrar varios factores abelianos en el grupo
de norma. La fenomenoloǵıa resultante en algunos de estos modelos ha sido estudiada [21–23]. Por
ejemplo, para la cuerda heterótica en la formulación bosónica una U(1)′ puede originar una simetŕıa
discreta para garantizar la estabilidad del protón [24].

Con las motivaciones antes mencionadas, la investigación en este trabajo se centra en caracteri-
zar el acoplamiento de las simetŕıas U(1)′ que aparecen de forma natural en las compactificaciones
más simples de las teoŕıas de cuerdas. En particular, estudiamos compactificaciones en orbifolios
toroidales Z8 de la cuerda heterótica E8 × E8 que contienen el espectro del MSSM. Este tipo de
búsquedas ya se han realizado antes, en particular para orbifolios Z8 [25] y recientemente para
todos los orbifolios abelianos [26].

Como parte del estudio se realizó una revisión de conceptos previos. Se partió desde el mo-
delo estándar de f́ısica de part́ıculas y el modelo mı́nimo supersimétrico, pasando por detalles del
grupo de renormalización y propiedades de modelos de Z ′ para terminar en la construcción de
compactificaciones de la cuerda heterótica en orbifolios toroidales. Esto pone en contexto la inves-
tigación que se presenta al final. En ella, obtuvimos vaćıos efectivos relevantes con grupo de norma
SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y × U(1)′, donde la mezcla cinética puede despreciarse y los exóticos son
vectoriales respecto al SM. Suponemos que la simetŕıa U(1)′ es rota de forma espontánea a la escala
ΛZ′ = 2 TeV y que el rompimiento de SUSY se caracteriza por la escala umbral ΛSUSY ≥ ΛZ′ .
Aśı, determinamos la dependencia con la enerǵıa de los acoplamientos de norma en nuestros vaćıos
efectivos mediante las ecuaciones del grupo de renormalización (RGE) a un lazo. Esta aproximación
es consistente debido a que ignoramos otras correcciones, como los efectos de umbral. Al imponer
la unificación de los acoplamientos de norma, observamos que el acoplamiento de la U(1)′ queda
restringido a cierto intervalo en nuestros vaćıos con origen en orbifolios heteróticos. De la misma
forma, encontramos ĺımites para la escala de unificación y el acoplamiento de norma unificado
evaluado a esa enerǵıa.

La estructura del trabajo es la siguiente. En el primer caṕıtulo se revisa el SM incluyendo el
mecanismo de Higgs. Además, se escriben las ecuaciones del grupo de renormalización a un lazo
para los acoplamientos de norma, los acoplamientos de Yukawa y el acoplamiento cuártico del Higgs.
Se introduce también el problema de meta-estabilidad del potencial del Higss y se dan conceptos
básicos de supersimetŕıa. Al final, se muestran las RGE de los acoplamientos de norma en un modelo
con SUSY, en particular, se dan los coeficientes de las funciones beta en el MSSM. El segundo
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caṕıtulo introduce las extensiones del SM con Z ′. Primero se dan detalles de sus propiedades
básicas, luego se dan dos ejemplos de clases de modelos y, finalmente, se mencionan los ĺımites
experimentales sobre la masa del nuevo bosón vectorial. El tercer caṕıtulo trata algunos detalles
de la construcción de los vaćıos efectivos desde teoŕıa de cuerdas. Se da una breve descripción de
las teoŕıas heteróticas en la formulación bosónica y se construyen los orbifolios toroidales. En esta
parte, se enfatizan las constricciones necesarias para tener SUSY en 4 dimensiones y respetar la
invarianza modular. Se concluye el caṕıtulo 3 describiendo la manera de obtener el espectro no
masivo de una compactificación, dando como ejemplo una en un orbifolio Z3.

El cuarto caṕıtulo trata de mi proyecto de investigación, se describe el escenario donde obtene-
mos los vaćıos efectivos de interés a partir de compactificaciones de la cuerda heterótica E8 × E8

en orbifolios Z8. Se impone que dichos vaćıos tengan el grupo de norma de una extensión U(1)′

del SM. Además, se plantean 3 opciones para la escala de rompimiento de SUSY y se identifica a
ΛZ′ = 2 TeV con la del rompimiento de la U(1)′. Esto permite estudiar las RGE a un lazo de los
acoplamientos de norma y descartar los vaćıos incompatibles con su unificación o inconsistentes.
Como resultado, se obtienen ĺımites sobre el acoplamiento de la nueva simetŕıa abeliana a bajas
enerǵıas, sobre la escala de unificación y sobre dicho acoplamiento a la escala de unificación. Al final
del cuarto caṕıtulo se investiga la estabilización del potencial de Higgs en uno de nuestros vaćıos
efectivos, se mencionan también unas cuantas caracteŕısticas de la fenomenoloǵıa de ese modelo.
Conjeturamos que otros vaćıos efectivos de los que obtuvimos pueden presentar esta estabilización.
El trabajo finaliza con las conclusiones y perspectivas de trabajo a futuro.
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Caṕıtulo 1

El modelo estándar y el MSSM

Para poner en contexto nuestra investigación hay que repasar la situación actual de la f́ısica de
part́ıculas, para ello daremos una revisión breve a las caracteŕısticas del modelo estándar (SM por
sus siglas en inglés), nuestra mejor descripción al momento de las interacciones de las part́ıculas
fundamentales. Esta teoŕıa permite calcular con una precisión excelente los detalles de procesos con
los que experimentamos en los colisionadores, como el LHC en el laboratorio del CERN. El éxito
del SM radica no solo en su poder predictivo, si no también, en que logra unificar la descripción de
tres distintos tipos de interacciones: electromagnética, nuclear débil y nuclear fuerte.

1.1. Modelo estándar de part́ıculas elementales

El SM es una teoŕıa cuántica de campos (QFT), en la cual, las part́ıculas se describen como
excitaciones de campos que transforman bajo el grupo de Poincaré (rotaciones, empujones o boosts
y traslaciones) en sus representaciones irreducibles. Además, permite entender las interacciones
fundamentales como resultado del grupo de norma GSM = SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y , que es una
simetŕıa local de la teoŕıa y expresa una redundancia existente en su descripción matemática. La
fuerza nuclear fuerte entre quarks se describe con la simetŕıa de color SU(3)c, la simetŕıa asociada
a la fuerza débil es SU(2)L, que distingue entre fermiones derechos e izquierdos, y U(1)Y es la
simetŕıa de hipercarga. El espectro de part́ıculas incluye a los bosones de norma que transforman
en la representación adjunta de cada grupo, tres generaciones de fermiones que transforman de forma
quiral en la fundamental y un escalar, el bosón de Higgs, que permite el rompimiento espontáneo
de la simetŕıa electrodébil en el que se reduce GSM −→ SU(3)c × U(1)em a la vez que se dota de
masa a todo el espectro salvo al fotón, los gluones y los neutrinos.

Podemos escribir el Lagrangiano del SM en la forma

LSM = LYM + LKin + LHiggs + LYuk, (1.1)

1



2 CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR Y EL MSSM

donde el primer término es el Lagrangiano de Yang-Mills

LYM = −1

2
Tr[GµνG

µν ]− 1

2
Tr[WµνW

µν ]− 1

4
BµνB

µν , (1.2)

que son los términos cinéticos y de auto-interacción de los bosones vectoriales, a saber, gluo-
nes y bosones electrodébiles. La convención de signos para la métrica de Minkowski es ηµν =
diag(1,−1,−1,−1). Si denotamos en general a Vµ = Gµ,Wµ y Bµ, entonces se definen

Vµν =
i

g
[Dµ, Dν ] = ∂µVν − ∂νVµ − ig[Vµ, Vν ] y Vµ = TaV

a
µ (x), (1.3)

con la derivada covariante Dµ = ∂µ − igVµ, donde g es el acoplamiento de norma correspondiente.
Ta denotan matrices hermitianas que representan los generadores del álgebra asociada al grupo de
norma, que, por lo tanto, satisfacen

Tr[T aT b] =
1

2
δab y [T a, T b] = ifabcT c, (1.4)

donde fabc son las constantes de estructura del álgebra. En la ecuación (1.3), T a están en la
representación adjunta. En el caso de los gluones, V = G, estas matrices son proporcionales a las
de Gell-Mann T a = 1

2λ
a con a = 1, 2, . . . , 8. Para los bosones de SU(2)L, V = W , cumplen la

relación análoga con las matrices de Pauli T a = 1
2σ

a con a = 1, 2, 3. El caso abeliano para V = B
se recupera tomando T a = 1, de modo que los conmutadores se anulan y el ı́ndice a no es necesario,
se describe un solo campo. La transformación de norma sobre los bosones vectoriales se escribe

Vµ(x) −→ V ′µ(x) = H(x)

(
Vµ(x) +

i

g
∂µ

)
H†(x) donde H(x) ∈ SU(N),

de donde también puede leerse la transformación del caso abeliano, ya que, H(x) = exp(igα(x)) ∈
U(1) implica que

Bµ(x) −→ B′µ(x) = Bµ(x) + ∂µα(x). (1.5)

El segundo término en (1.1) contiene los términos cinéticos de los fermiones y el bosón de
Higgs, escritos con la derivada covariante correspondiente según el grupo de norma con el que
transformen, el resultado son los términos de Dirac y cinético del Higgs más las interacciones de
bosones vectoriales con fermiones f y el Higgs φ. En detalle, escribimos

LKin =
∑
f

ifγµDµf +
1

2
(Dµφ)†(Dµφ), (1.6)

donde la derivada covariante completa es

Dµ = ∂µ − igsGµ − igWµ − ig′Y Bµ, (1.7)
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f irrep

q (3,2)1/6

` (1,2)−1/2

u (3̄,1)−2/3

d (3̄,1)1/3

e (1,1)1

s irrep

φ (1,2)1/2

Vµ irrep

Gaµ (8,1)0

W a
µ (1,3)0

Bµ (1,1)0

Tabla 1.1: Representaciones fermiónicas f , escalares s y vectoriales Vµ del modelo estándar, el primer número
indica la representación de SU(3)c, el segundo la de SU(2)L y el sub́ındice es la hipercarga.

con Y la hipercarga de los fermiones, Yf , o del Higgs, Yφ = 1/2. La derivada (1.7) actúa sobre cada
fermión según la representación en la cual esté, ya que contiene a las matrices Ta, como muestra la
segunda definición en (1.3). Por ejemplo, para los dobletes de SU(2)L

q =

(
uL
dL

)
y ` =

(
νL
eL

)
, (1.8)

actúan todos los términos de (1.7) sobre q, pero tenemos Gµ` = 0 debido a que ` es un singulete
de SU(3)c.

La suma en (1.6) corre sobre los fermiones del modelo estándar que están listados a la izquierda
en la tabla 1.1 en términos de fermiones izquierdos. La columna “irrep” muestra las representaciones
a las que pertenece cada fermión y su hipercarga. Además, la suma también corre sobre las tres
familias: los quarks ui, con el ı́ndice de sabor i = 1, 2, 3, son el up, charm y top; los tipo di son el
down, strange y bottom; los leptones ei son el electrón, muón y tau con sus respectivos neutrinos
izquierdos νL,i.

El doblete complejo de Higgs

φ =

(
φ+

φ0

)
(1.9)

es la única representación escalar en el MS, como muestra la tabla 1.1 del lado derecho, y la derivada
(1.7) opera sobre él de la misma manera que sobre `. El tercer término en (1.1) corresponde al
potencial escalar, cuya forma es

−LHiggs = V (φ) =
µ2

2
φ†φ+

λ

4
(φ†φ)2, (1.10)

y por último, en el cuarto término tenemos las interacciones tipo Yukawa

−LYuk = hddRφ
†qL + huuRφ̃

†qL + heeRφ
†`L + h.c., (1.11)



4 CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR Y EL MSSM

donde la última contribución representa la suma sobre los conjugados hermı́ticos de los términos
anteriores. Cabe notar que los fermiones, fi, y acoplamientos de Yukawa, (hf )ij , llevan ı́ndices de
sabor i, j = 1, 2, 3 que no están escritos expĺıcitamente y sobre los cuales se suma. Los acoplamientos
hf , entonces, representan matrices hermitianas. El doblete conjugado del Higgs

φ̃ = iσ2φ∗ =

(
−φ0∗

φ−

)
(1.12)

también transforma en la 2, pero su hipercarga es Y
φ̃

= −1/2, lo que permite escribir (1.11)
respetando las simetŕıas de norma.

1.1.1. Rompimiento espontáneo electrodébil

Hasta ahora, hemos escrito los términos renormalizables que respetan las simetŕıas del grupo
de norma, lo cual nos proh́ıbe escribir directamente masas para los fermiones y bosones vectoriales
débiles. Sin embargo, podemos describir al SM en la fase para la cual µ2 < 0 en el potencial de Higgs
(ecuación (1.10)), esto le da un valor de expectación en el vaćıo (VEV) al campo, caracterizado por
el mı́nimo del potencial. Éste valor no es único, pues cumple φ†φ = −µ2/λ ≡ v2, lo cual describe
una infinidad de vaćıos relacionados por transformaciones de norma.

Para hacer evidente el contenido f́ısico de la teoŕıa es conveniente trabajar en la norma unitaria,
en la cual, el doblete de Higgs tiene una sola componente real. Dicha elección fija al mı́nimo como

〈φ〉 =

(
0
v

)
, v ∈ R, (1.13)

luego, podemos estudiar a la teoŕıa mediante el campo real σ(x) que parametriza las fluctuaciones
cerca del vaćıo. A nivel del Lagrangiano, esto representa la sustitución

φ(x) −→
(

0
v + σ(x)

)
, (1.14)

tras la cual el término cinético del Higgs toma la forma

1

2
(Dµφ)†(Dµφ) −→1

2

∣∣∣∣(∂µ − igW a
µ

σa
2
− ig

′

2
Bµ

)(
0

v + σ

)∣∣∣∣2
=

1

2
∂µσ∂

µσ +
1

8
(v + σ)2

[
g2W 1

µW
1µ + g2W 2

µW
2µ

+ (g′Bµ − gW 3
µ)(g′Bµ − gW 3µ)

]
,

donde podemos leer términos de masa para los bosones W a, con a = 1, 2, denotamos

mW =
1

2
gv. (1.15)
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Además, definiendo el bosón Z y el fotón como las combinaciones lineales ortonormales

Zµ =
gW 3

µ − g′Bµ√
g2 + g′2

y Aµ =
g′W 3

µ + gBµ√
g2 + g′2

, (1.16)

respectivamente, encontramos la masa del Z como

mZ =
1

2

√
g2 + g′2v (1.17)

y notamos que el fotón no adquiere masa. Introducimos el ángulo de mezcla débil (o ángulo de
Weinberg) θW de modo que las combinaciones lineales (1.16) se vean como una rotación en dos
dimensiones, entonces

cos θW =
g√

g2 + g′2
y sen θW =

g′√
g2 + g′2

, (1.18)

de forma que mW /mZ = cos θW . Vemos que el cambio de base requiere determinar solamente un
parámetro.

Según el teorema de Goldstone, al romper espontáneamente una simetŕıa global y continua se
generan bosones escalares sin masa, conocidos como bosones de Nambu-Goldstone. Estos nuevos
grados de libertad representan fluctuaciones en direcciones del espacio de campos tales que la teoŕıa
no sale del vaćıo. La cantidad de bosones no masivos es igual al número de generadores asociados a
transformaciones de la simetŕıa continua que no dejan invariante al vaćıo. Es posible que un conjunto
de los generadores de la simetŕıa original śı lo dejen invariante, entonces generan una simetŕıa aún
después del rompimiento espontáneo, en otras palabras, la simetŕıa se rompe parcialmente.

En el caso del SM, se rompe una simetŕıa local continua, lo que permite absorber los grados de
libertad de los bosones de Nambu-Goldstone en masas para los bosones de norma débiles. Que el
fotón no adquiera una masa va de la mano de la existencia de una simetŕıa restante, la combinación
que deja invariante al vaćıo (1.13) es

eieα(x)/2eieα(x)σ3/2〈φ〉 =

(
eieα(x) 0

0 1

)(
0
v

)
= 〈φ〉,

y representa una simetŕıa abeliana U(1). Denotamos el rompimiento que ocurre como SU(2)L ×
U(1)Y −→ U(1)em, donde la simetŕıa restante es el grupo de norma del electromagnetismo. Podemos
revisar el conteo de grados de libertad, hay 4 generadores en el grupo de norma original y al romperla
espontáneamente 3 de ellos generan la parte del grupo que modifica el vaćıo. Esto daŕıa lugar a
3 bosones de Nambu-Goldstone, pero la libertad de norma permite absorberlos en 3 masas para
bosones vectoriales, lo cual es consistente.

Como resultado de la sustitución (1.14), se identifica una masa para el bosón de Higgs en su
potencial (1.10), ya que

V (v + σ) =
µ2

2
(v + σ)2 +

λ

4
(v + σ)4 = const.− µ2σ2 +O(σ3),
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luego,m2
σ = −2µ2 > 0 tiene el signo correcto y el valor experimental reportado esmσ = 125.10±0.14

GeV [27]. Por otro lado, de (1.11) se obtienen términos de masa para los quarks y leptones cargados,
por ejemplo, para estos últimos

−LYuk ⊃ he[eRφ†`L + `LφeR] −→he
[
eR
(
0, v + σ

)(νL
eL

)
+
(
νL, eL

)( 0
v + σ

)
eR

]
= hev(eReL + eLeR) + heσ(eReL + eLeR),

obteniendo en el primer término de la segunda ĺınea la matriz de masas para leptones cargados
me = hev, y en el segundo término, acoplamientos de Yukawa con el bosón de Higgs f́ısico. Cabe
resaltar que las masas de fermiones y bosones de norma son proporcionales al VEV del Higgs, cuyo
valor es determinado por la constante de Fermi GF , y es aproximadamente v = (

√
2GF )−1/2 ≈ 246

GeV.
La carga eléctrica, asociada a la simetŕıa U(1)em, puede leerse de los acoplamientos del fotón

con fermiones cargados, que se obtienen de la derivada covariante. Por ejemplo, al fijarnos en la
parte diagonal del término cinético para el doblete de leptones, encontramos

i`Lγ
µDµ`L = i`Lγ

µ

(
∂µ − igW a

µ

σa
2

+ i
g′

2
Bµ

)
`L

= i
(
νL, eL

)
γµ
(
∂µ − i

(
X1
µ gW+

µ

gW−µ X2
µ

))(
νL
eL

)
,

donde hemos definido W±µ = (W 1
µ ∓ iW 2

µ)/2, que son los bosones débiles cargados y también,

X1
µ =

√
g2 + g′2

2
Zµ y X2

µ =
g′2 − g2

2
√
g2 + g′2

Zµ −
gg′√
g2 + g′2

Aµ,

estos últimos, solamente para que la matriz sea legible. Reconocemos el acoplamiento entre el
electrón eL y el fotón Aµ como

e =
gg′√
g2 + g′2

, (1.19)

donde el signo negativo en X2
µ recuerda que la carga eléctrica del electron es Qe = −1 en unidades

de e. Con la normalización usada, se cumple la relación

Q = T 3 + Y, (1.20)

entre la carga eléctrica Q en unidades de e, la proyección de isoesṕın T 3 y la hipercarga Y de un
campo.

Para completar la descripción de las part́ıculas conocidas hace falta agregar una manera de
darle masas a los neutrinos, lo cual se logra de dos formas. Primero reconocemos que el contenido
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de campos fermiónicos en la tabla 1.1 está incompleto, requerimos al menos de un singulete de
neutrinos derechos νR (ν como espinor izquierdo) con números cuánticos (1,1)0. En una primera
aproximación, podemos agregar el acoplamiento de Yukawa

−LYuk ⊃ hννRφ̃†`L + h.c., (1.21)

el cual generaŕıa un término de masa de Dirac para los neutrinos luego del rompimiento electrodébil.
Por otro lado, como la parte derecha de los neutrinos es un singulete del SM es posible incluir un
término de masa de Majorana

LSM ⊃ −MνMνM donde νM = νR + νCR , (1.22)

con νCR el espinor conjugado de carga del neutrino derecho. Con los dos términos de masa surge una
matriz de masas para los neutrinos, tal que, al darle un valor grande a la masa M � v comparado
con el VEV del Higgs, se obtienen eigenestados con masa suprimida por 1/M , correspondientes a los
neutrinos ligeros, y estados pesados con masa proporcional a M . Esto se conoce como mecanismo
de seesaw (“sube y baja”).

El modelo estándar es una teoŕıa quiral, esto es, contiene fermiones cuyas partes izquierda y
derecha transforman en representaciones distintas de los grupos de norma. En particular, los bosones
vectoriales se acoplan a corrientes quirales, cuya identidad de Ward adquiere contribuciones de los
llamados diagramas de triángulo [28]. Dichos términos son proporcionales a factores que dependen
de la representación en la que se encuentran los fermiones, por lo que, para respetar las identidades
de Ward —y con ello la invarianza de norma— estos factores deben anularse al considerar el
contenido de fermiones en el SM.

De forma expĺıcita, deben respetarse las constricciones∑
f

Yf = 0,
∑
f

Y 3
f = 0,

∑
f∈3,3̄

Yf = 0, y
∑
f∈2

Yf = 0, (1.23)

donde las sumas corren sobre fermiones izquierdos Yf = YfL y antifermiones YfC = −YfR . La
primer suma corresponde a la anomaĺıa asociada a diagramas de triángulo con el bosón Bµ y dos
gravitones como patas externas. La segunda suma proviene de diagramas con tres Bµ. La tercer
suma corre sobre tripletes y antitripletes de SU(3) y representa anomaĺıas de diagramas con un Bµ
y dos gluones. La cuarta suma corre sobre dobletes de SU(2) y está relacionada a diagramas con
un Bµ y dos W a

µ . Por ejemplo, la primer constricción se respeta, ya que∑
f

Yf = 3[6Yq + 2Y` + 3Yuc + 3Ydc + Yec ] = 3[1− 1− 2 + 1 + 1] = 0,

gracias a la cancelación de los términos de quarks con los de leptones. Cabe mencionar que el factor
de 3 fuera de los corchetes se debe a las tres familias del SM, lo cual ocurre en todas las ecuaciones
en (1.23), por lo que la cancelación de anomaĺıas se da en cada generación.
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1.1.2. Evolución de constantes de acoplamiento

Al ser una teoŕıa cuántica de campos que describe interacciones, el modelo estándar requiere
de un paso intermedio antes de poner a trabajar el Lagrangiano (1.1) en cálculos perturbativos.
Dicho paso es la renormalización de la teoŕıa, que consiste en elegir la escala de enerǵıa a la
que se aplicará mediante el intercambio de los parámetros desnudos en el Lagrangiano por los
parámetros renormalizados, a la par de un reescalamiento de los campos. Luego de definir los
parámetros renormalizados en términos de cantidades medibles es posible proceder con el cálculo
de correladores y amplitudes de dispersión.

Una consecuencia agradable de la renormalización es que en el proceso logramos deshacernos
de las divergencias ultravioleta (UV) presentes en los cálculos de diagramas de Feynman con lazos.
Para lograrlo, se regularizan las expresiones controlando el comportamiento divergente mediante
un parámetro que se cancela con los contratérminos provenientes de la renormalización.

Históricamente fue un gran avance el poder controlar las divergencias logrando hacer predic-
ciones precisas, y a la par, las consecuencias de la interpretación f́ısica fueron de gran peso sobre
nuestro entendimiento de las teoŕıas cuánticas de campo. Aprendimos que una QFT se ve diferente
según la enerǵıa a la que se use, en particular, los acoplamientos son funciones de la enerǵıa o escala
de renormalización.

La manera en que un acoplamiento, o en general, una teoŕıa cambia con la enerǵıa, su flujo
de renormalización, nos permite clasificarla y decidir su rango de validez. El modelo estándar, por
ejemplo, es una teoŕıa renormalizable porque todas las interacciones que describe requieren un
número finito de contratérminos para cancelar las divergencias. Por otro lado, el SM no es una
teoŕıa completa en el UV porque el acoplamiento de norma de la parte abeliana g′ posee un polo
de Landau, una divergencia a cierta escala finita. Aún aśı, se espera que antes de dicha escala
se incorporen los efectos de la gravedad cuántica cerca de la escala de Planck ∼ 1019 GeV. Por
ambas razones, vemos al SM como una teoŕıa efectiva que describe la f́ısica a enerǵıas observables,
delimitada por un corte f́ısico, que requiere de una extensión para describir la f́ısica a escalas más
altas.

Se conoce como grupo de renormalización al conjunto de transformaciones que caracterizan el
corrimiento en el flujo de renormalización de una QFT y, en particular, las ecuaciones del grupo de
renormalización (RGE) describen el corrimiento de los acoplamientos. Las denominadas funciones
beta β(gi) para los acoplamientos de norma en el SM, y calculadas perturbativamente a un lazo,
tienen la forma

β(gi) ≡
∂gi
∂ lnµ

=
big

3
i

(4π)2
, i = 1, 2, 3, (1.24)

donde renombramos los acoplamientos de la ecuación (1.7) según1 g1 =
√

5/3g′, g2 = g y g3 = gs.

1El reescalamiento de g′ a g1 se usa para conservar la normalización de la primer ecuación en (1.4) al embeber el
grupo del SM en uno de gran unificación, en particular, al acomodar los fermiones en quintupletes de SU(5).
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Denotamos la escala de renormalización por µ y los coeficientes bi se calculan con

bi = −11

3
C2(Gi) +

2

3

∑
f

nfC(Rf ) +
1

3

∑
s

nsC(Rs), (1.25)

donde nf,b son las multiplicidades de fermiones o bosones, que incluyen el número de familias y la
dimensión de las representaciones a las que pertenece, a excepción de la del grupo Gi. El Casimir
cuadrático C2(Gi) del grupo de norma Gi esta definido por la ecuación

T aAT
a
A = C2(Gi)1, (1.26)

con las matrices T aA asociadas a los generadores en la representación adjunta. Para Gi = SU(N)
se tiene C2(SU(N)) = N . Las constantes C(R) son los ı́ndices cuadráticos (o de Dynkin) definidos
por

Tr[T aRT
b
R] = C(R)δab, (1.27)

y denotamos Rf,b a la representación en la que transforman los fermiones o bosones escalares,
entonces con la ecuación (1.4) elegimos la normalización C(Rf,s) = 1/2. Para el grupo de norma
abeliano U(1)Y el Casimir cuadrático se anula C2(U(1)Y ) = 0 y los ı́ndices son proporcionales a la
hipercarga del fermión o bosón2

C(Rf,s) =
3

5
|Yf,s|2 . (1.28)

Con el contenido de part́ıculas de la tabla 1.1 los coeficientes de las funciones beta resultan ser

(b1, b2, b3) =

(
41

10
,−19

6
,−7

)
en el SM. (1.29)

Para calcular las funciones beta (1.24) se requiere obtener las contribuciones a un lazo de las
auto-enerǵıas de los fermiones y bosones de norma involucrados, además de las correcciones al
vértice de tres patas (dos fermiones y un bosón de norma). Obtener la solución de la ecuación
diferencial es sencillo si realizamos el cambio de variable

αi =
g2
i

4π
, (1.30)

que define las denominadas intensidades de los acoplamientos. Con esto se reescriben las RGEs
según

∂α−1
i

∂ lnµ
= − bi

2π
, (1.31)

cuya solución en términos de una escala de enerǵıa de referencia, µ0, es

α−1
i (µ) = α−1

i (µ0)− bi
2π

ln

(
µ

µ0

)
. (1.32)

2Empata con la definición de g1.
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La notación recuerda la definición de la constante de estructura fina

α =
e2

4π
, (1.33)

en realidad dependiente de la escala de enerǵıa, que se relaciona con las intensidades de los acopla-
mientos mediante (1.19) y (1.18), de forma que

α1 =
5

3

α

1− sen2 θW
y α2 =

α

sen2 θW
. (1.34)

Los valores reportados en [27] para α y sen2 θW a la escala de la masa del bosón Z, µ = mZ =
91.1876± 0.0021 GeV, permiten encontrar

α−1
1 (mZ) = 59.01± 0.01, α−1

2 (mZ) = 29.59± 0.01, α3(mZ) = 0.1182± 0.0012, (1.35)

usando (1.34), con lo que obtenemos valores iniciales para calcular el corrimiento dado por (1.32).

1.1.3. Más allá del modelo estándar

El SM como se ha presentado hasta ahora es una teoŕıa sólida y altamente predictiva, sin
embargo, existen razones para buscar ir más allá de la f́ısica que describe. Dentro de la misma
estructura del SM aparecen preguntas válidas como el origen de la cuantización de la carga, la forma
de la mezcla de masas de los fermiones y la razón de la existencia de tres familias o generaciones.
Tenemos también evidencia experimental que nos obliga a cuestionar algunos aspectos y buscar la
manera de completar la teoŕıa, por ejemplo, queremos hallar la descripción correcta de la naturaleza
de las masas de los neutrinos y entender el hecho de que no observamos violación de la simetŕıa CP
—conjugación de carga y paridad— en el sector fuerte.

Por si fuera poco, al buscar la conexión con las áreas en las que impacta la f́ısica de part́ıculas,
encontramos nuevas vertientes por donde el SM puede extenderse y, probablemente, brindar una
descripción más completa. En particular, la cosmoloǵıa se entiende con base en las ideas de la
relatividad general, donde es posible brindar un modelo que describe a un Universo en expansión,
en acuerdo con las observaciones. Por un lado, necesitamos incluir la descripción de dos componentes
que no están presentes en el SM: materia y enerǵıa oscuras; y por otro, si aspiramos a describir
la f́ısica a escalas más pequeñas que la de Planck, hará falta incorporar el aspecto cuántico de la
gravedad de una manera consistente.

Otro tipo de motivaciones son de origen teórico y permiten formular extensiones con carac-
teŕısticas que las resuelvan o logren interpretar de manera diferente. En esta ĺınea, ya se mencionó
en la sección anterior que las ideas derivadas del estudio del grupo de renormalización del SM lo
posicionan como una teoŕıa efectiva con la necesidad de una extensión en el UV. Al buscar teoŕıas
que puedan ocupar el lugar de dicha extensión nos encontramos con problemas de naturalidad,
esto es, cuando cantidades como escalas o acoplamientos requieren un ajuste fino para reproducir
las observaciones. Un ejemplo se encuentra en la jerarqúıa de las masas de los fermiones, tenemos
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me,mu,md ∼ 1 MeV por debajo de mµ,ms ∼ 102 MeV, luego mτ ,mc,mb ∼ 1 GeV y finalmente
mt ∼ 102 GeV.

Dentro de la categoŕıa de problemas de naturalidad se encuentran las correcciones radiativas a
la masa del Higgs, que generan el denomidado problema de jerarqúıa electrodébil. Aqúı la cuestión
es que ninguna simetŕıa protege dichas correcciones, lo que permite que sean tan grandes como la
escala de la f́ısica nueva (de las part́ıculas pesadas) implicando una cancelación de varios órdenes
de magnitud entre parámetros del Lagrangiano para garantizar que la escala electrodébil sea de
102 GeV. Una posible solución que no requiere un ajuste fino de parámetros, es introducir la
supersimetŕıa, que implica la existencia de part́ıculas exóticas conocidas como supercompañeras,
asociadas a cada una de las especies del modelo estándar. El espectro completo es, entonces, las
part́ıculas del SM y, asociada a cada una de ellas, las supercompañeras que tienen la estad́ıstica
opuesta, es decir, a los bosones se les asocian fermiones y viceversa. De esta manera las correcciones
radiativas del Higgs se cancelan al juntar contribuciones de part́ıculas con supercompañeras, que
contribuyen con el signo contrario y tienen la misma masa. Otra ventaja de introducir supersimetŕıa
es que contiene un candidato a materia oscura, la part́ıcula supersimétrica más ligera del espectro,
que debe ser neutra.

Otra idea relacionada con el grupo de renormalización es la posible unificación de los acopla-
mientos de norma, lo cual sugiere la existencia de un grupo de norma más grande que, al romperse
espontáneamente, genere el del SM. Estos escenarios se conocen como teoŕıas de gran unificación
(GUT). En realidad, solamente con el SM no hay una unificación, pero basta incorporar supersi-
metŕıa en su versión de extensión mı́nima para considerar de forma seria la posibilidad de unificación
de los acoplamientos de norma a una escala de MGUT ∼ 1016 GeV. Vale la pena mencionar que, si
en un modelo con mecanismo de seesaw dicha escala se considera como la de nueva f́ısica, la masa
de los neutrinos ligeros será del orden de mν ∼ v2/MGUT ∼ 10−3 eV, lo cual es compatible con los
ĺımites reportados.

En la búsqueda de teoŕıas completas en el UV, la teoŕıa de cuerdas ha sido una de las propuestas
más exploradas debido, en parte, a que de entrada es una propuesta simple. Se empieza describiendo
objetos de una dimensión que viven en el espacio-tiempo, al cuantizar el sistema se descubren cosas
interesantes, de las cuales se hace un resumen en el caṕıtulo 3. Esta teoŕıa posee invarianza ante
transformaciones conformes, lo cual implica que es invariante de escala, por lo que los acoplamientos
no cambian con la enerǵıa. Se dice que se tiene un punto fijo del grupo de renormalización. Una
de las consecuencias relevantes y atractivas de la teoŕıa de cuerdas es que aparece una descripción
de la gravedad que empata con la relatividad de Einstein a bajas enerǵıas. Cabe mencionar que
es importante incorporar supersimetŕıa en teoŕıa de cuerdas para obtener fermiones en el espectro
de part́ıculas. Además, los grupos de norma son grandes, lo cual requiere de un mecanismo para
romperlos al del SM, esto incluye la compactificación de dimensiones extra debido a que se requieren
de 9 de espacio y una temporal para que la teoŕıa a altas enerǵıas esté bien definida.

En este trabajo se estudia una parte de los modelos provenientes de cuerdas que son candidatos
para la f́ısica a bajas enerǵıas. Para que una compactificación sea considerada como candidata debe
tener al menos el contenido de part́ıculas y grupo de norma del SM, sin embargo, puede tener
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contenido extra. Es común que se tenga cierto número de factores abelianos en el grupo de norma
grande, el cual, puede sobrevivir en la teoŕıa efectiva dando origen a una extensión abeliana del
SM. Dichos escenarios se conocen como modelos de Z ′ o de fotón oscuro, debido al nuevo bosón
que debe incorporarse al espectro y a que llega a jugar el papel de portal entre el SM y el sector
oscuro. En otras palabras, el fotón oscuro se acopla al SM, mientras que la materia oscura no lo
hace.

Los modelos de Z ′ han sido ampliamente estudiados, se discuten algunos de ellos y sus carac-
teŕısticas en el caṕıtulo 2, y pueden pensarse tanto como extensiones mı́nimas del grupo de norma o
motivados desde teoŕıas más grandes, como gran unificación o teoŕıa de cuerdas. Respectivamente,
dichos enfoques se conocen como bottom-up y top-down. Una de las motivaciones fenomenológi-
cas para estudiar extensiones de U(1)′ al SM es la solución del problema de meta-estabilidad del
potencial de Higgs [14], que se discute en la siguiente sección.

1.1.4. El problema de meta-estabilidad del vaćıo

Como ya se revisó para los acoplamientos de norma, es posible obtener la RGE asociada al
corrimiento con la enerǵıa del auto-acoplamiento cuártico del bosón de Higgs, λ en la ecuación
(1.10). En este caso, el cálculo implica revisar las correcciones al vértice de cuatro patas del escalar.
La forma de la función beta a un lazo es

β(λ) ≡ ∂λ

∂ lnµ
=

1

(4π)2

[
24λ2 − λ

(
9

5
g2

1 + 9g2
2

)
+

9

8

(
3

25
g4

1 +
2

5
g2

1g
2
2 + g4

2

)
+ 4λY2(S)− 2H(S)

]
,

(1.36)

con las definiciones

Y2(S) ≡ Tr
[
3h†uhu + 3h†dhd + h†ehe

]
, (1.37)

H(S) ≡ Tr
[
3(h†uhu)2 + 3(h†dhd)

2 + (h†ehe)
2
]
, (1.38)

donde las matrices en el espacio de familias hu, hd y he son los acoplamientos de Yukawa en (1.11).
Además, las RGEs de los acoplamientos de Yukawa se escriben

h−1
u

∂hu
∂ lnµ

=
1

(4π)2

[
3

2

(
h†uhu − h

†
dhd

)
+ Y2(S)−

(
17

20
g2

1 +
9

4
g2

2 + 8g2
3

)]
, (1.39)

h−1
d

∂hd
∂ lnµ

=
1

(4π)2

[
3

2

(
h†dhd − h

†
uhu

)
+ Y2(S)−

(
1

4
g2

1 +
9

4
g2

2 + 8g2
3

)]
, (1.40)

h−1
e

∂he
∂ lnµ

=
1

(4π)2

[
3

2
h†ehe + Y2(S)− 9

4

(
g2

1 + g2
2

)]
, (1.41)

e involucran el cálculo de las correcciones a los vértices de dos fermiones y un escalar. Estas
ecuaciones pueden consultarse en los apéndices de [29–31], donde se calculan formas generales
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de las RGEs a dos lazos para una QFT general. También se pueden consultar en esa forma a uno
y dos lazos en [32,33].

El estudio de la evolución del auto-acoplamiento del Higgs revela que su valor disminuye con
la enerǵıa hasta volverse negativo, cruzando el valor λ = 0 aproximadamente a una escala de
1010 GeV [34]. Podemos entender cualitativamente este resultado tomando solamente los términos
dominantes en la ecuación (1.36) cuando λ es despreciable y usando que el acoplamiento de Yukawa
del top, ht (= (hu)33 en la base de masas), domina respecto al resto. Escribimos, entonces,

β(λ) =
1

(4π)2

[
9

8

(
3

25
g4

1 +
2

5
g2

1g
2
2 + g4

2

)
− 6h4

t

]
< 0, (1.42)

con esto vemos que si λ es pequeña será decreciente con la enerǵıa y eventualmente tomará valores
negativos.

Cuando λ(µ) < 0 el potencial de Higgs cambia drásticamente, en particular, no está acotado
por debajo. Sin un mı́nimo la teoŕıa no se puede definir consistentemente, por lo que es de esperar
que aparezca f́ısica nueva que modifique el corrimiento antes de que esto ocurra. Por otro lado, que
el potencial adquiera esa forma puede provocar problemas para la evolución cosmológica, ya que
seŕıa probable decaer del vaćıo electrodébil a uno menor en el cual la f́ısica seŕıa distinta [35]. Es,
por lo tanto, deseable que un modelo para extender al SM pueda sanar este problema garantizando
que λ(µ) > 0 al menos hasta la escala de Planck.

En este punto, resulta conveniente aclarar que existen herramientas para facilitar el análisis de
las RGEs, las cuales se explotan en diversas áreas de la f́ısica de part́ıculas. Para este trabajo se
usó SARAH [36], un paquete para Mathematica, en el cual se puede definir una teoŕıa mediante su
contenido de campos, simetŕıas e interacciones para calcular y resolver las RGEs de modelos con y
sin supersimetŕıa. Para el estudio del corrimiento a un lazo de las RGEs en un modelo de interés,
en este trabajo usamos como valores iniciales de los acoplamientos relevantes [37]√

3/5g1 = 0.3587, g2 = 0.6482, g3 = 1.1645, ht = 0.9356 y λ = 0.127, (1.43)

a la escala de la masa del top µ = mt = 173.1 GeV. Los valores de g1(mt) y g2(mt) pueden
calcularse con el corrimiento a un lazo desde mZ , pero para el resto se toman en cuenta los efectos
de diagramas de hasta 4 lazos además de correcciones de umbral.

1.2. El modelo mı́nimo supersimétrico (MSSM)

La supersimetŕıa (SUSY) es una propuesta de extensión del modelo estándar con motivaciones
teóricas y fenomenológicas, por un lado, ya se mencionó en la sección anterior cómo las correcciones
a la masa del Higgs podŕıan controlarse al cancelar términos mediante las contribuciones de los
supercompañeros, dando una posible solución al problema de jerarqúıa electrobébil. Por otro, la
simetŕıa SU(3) de sabor aproximada en el sector fuerte del modelo estándar inspiró la posibilidad
de buscar multipletes más grandes que relacionaran part́ıculas de esṕın distinto, lo cual sucede en
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el modelo de quarks no relativista [38]. Esto llevó a la formulación de un teorema por Coleman
y Mandula que restringe, bajo suposiciones razonables de la teoŕıa, las simetŕıas de la matriz de
dispersión —o matriz S— solamente a las de Poincaré e internas que no cambian el esṕın.

Históricamente, la necesidad de incluir fermiones en teoŕıa de cuerdas impulsó el primer ejemplo
de una teoŕıa con supersimetŕıa, primero en dos dimensiones, y eventualmente esto llevó al estudio de
SUSY en cuatro dimensiones. La excepción a considerar en el teorema mencionado era la posibilidad
de contar con generadores fermiónicos, los cuales, transformaŕıan un estado bosónico en fermiónico
y viceversa.

A continuación se resumen las principales caracteŕısticas de una teoŕıa supersimétrica, aśı como
las ideas relevantes relacionadas con la consistencia de una extensión del SM que presente esta
simetŕıa. Estos puntos serán de utilidad para la discusión posterior. Se pueden consultar [39] y [40]
para revisar estas ideas con detalle.

Los generadores de la transformación supersimétrica Q son objetos fermiónicos, esto es, cum-
plen relaciones de anticonmutación y actúan sobre los estados de forma que

Q : |Bosón〉 ←→ |Fermión〉. (1.44)

Es posible tener varias copias de generadores fermiónicos, esto se denomina supersimetŕıa
extendida, y el número de ellos es comúnmente denotado por N .

Los estados de una part́ıcula están en representaciones irreducibles del álgebra de SUSY,
conocidas como supermultipletes. Cada uno contiene el mismo número de estados de bosones
y de fermiones, que son supercompañeros unos de los otros, tienen la misma masa y están en
la misma representación del grupo de norma.

Los supermultipletes irreducibles para pueden ser quirales, que contienen un fermión de Weyl
y un bosón escalar complejo; y multipletes vectoriales o de norma, con un bosón vectorial y
un fermión de Weyl sin masa. Si incluimos gravedad, el supercompañero del gravitón es un
campo fermiónico de esṕın 3/2 conocido como gravitino.

Los objetos básicos para constuir un Lagrangiano supersimétrico son el potencial de Kähler, el
superpotencial y la función cinética de norma. El primero, es una función real que da origen
a los términos cinéticos de fermiones y escalares, además de sus interacciones con bosones
vectoriales; el superpotencial es una función holomorfa y genera interacciones entre espinores
y escalares; por último, la función cinética de norma caracteriza el término cinético de los
bosones vectoriales.

Un resultado relevante para SUSY en 4 dimensiones con N = 1 es el teorema de no-
renormalización, el cual garantiza que el superpotencial no recibe correcciones radiativas
en teoŕıa de perturbaciones.
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No observamos supercompañeros de las part́ıculas del SM, por lo que, de estar presente en
la naturaleza, la supersimetŕıa está rota y los supercompañeros son part́ıculas pesadas que
aún no hemos logrado detectar. Los detalles de este rompimiento no son relevantes para el
presente trabajo y serán discutidos en el futuro. Aqúı solo proponemos una escala energética
umbral ΛSUSY por debajo de la cual las part́ıculas exóticas se desacoplan.

Se ha argumentado que el valor de la masa del Higgs puede ser explicado por una escala
intermedia de rompimiento de SUSY, ΛSUSY ∼ 1012 GeV, lo cual también estabilizaŕıa el
potencial del Higgs [41]. Por otro lado, en modelos de cuerdas es posible empatar dicho
rompimiento con la escala de cuerdas ΛSUSY = Mstr = 1017 GeV.

En la tabla 1.2 se presenta el espectro del modelo mı́nimo supersimétrico, abreviado MSSM,
que es la extensión mı́nima del SM incluyendo supersimetŕıa. El espectro se presenta en términos
de los supercampos, una generalización de los campos que permite escribir a los supermultipletes
en un solo objeto, además de hacer expĺıcita la invarianza ante transformaciones de SUSY. Los
supercompañeros de los fermiones f son escalares denotados f̃ y suelen nombrarse “sfermiones”,
por ejemplo, el compañero del electrón es el “selectrón”. En el caso de los bosones, se añade la
terminación “-ino” para nombrar a los fermiones que tienen asociados, por ejemplo, los supercom-
pañeros de los gluones Gaµ son los “gluinos” G̃a. Tal como en la tabla 1.1 donde se presentó el
contenido de campos del SM, se omiten de nuevo los ı́ndices de familia que corren de 1 a 3.

El potencial de Kähler del MSSM es el de una teoŕıa con invarianza de norma y las funciones
cinéticas de norma son constantes que dependen de los acoplamientos de norma. El superpotencial
está dado por

W = hddQHd + huuQHu + heeLHd + µHuHd, (1.45)

que es análogo a la ecuación (1.11) pero contiene un término extra. Hay otros términos que son
permitidos pero violan las simetŕıas accidentales observadas3, aśı que se impone una simetŕıa global
llamada paridad R para evitarlos. Cabe resaltar que son necesarios dos dobletes de Higgs Hu y Hd

en el espectro por dos razones: para poder escribir los acoplamientos de Yukawa en el superpotencial
como términos holomorfos y para cancelar la anomaĺıa de norma a la que contribuiŕıa el Higgsino
φ̃u de ser el único fermión nuevo con hipercarga.

1.2.1. Corrimiento de acoplamientos con SUSY

Tal como en el SM, se calculan las RGEs de los acoplamientos de norma en el MSSM a partir de
las correcciones radiativas a los vértices de dos fermiones y un bosón de norma, y las auto-enerǵıas
de fermiones y bosones vectoriales. Dichas ecuaciones tienen la forma dada en (1.24) pero los
coeficientes bi ya no están dados por (1.25), porque el contenido de campos es más grande. Podemos
deducir la expresión para los coeficientes en el MSSM sumando las contribuciones asociadas a

3Conservación de números bariónico B y leptónico L.
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Φ s f irrep

Q q̃ q (3,2)1/6

L ˜̀ ` (1,2)−1/2

u ũ∗R u†R (3̄,1)−2/3

d ũ∗R d†R (3̄,1)1/3

e ẽ∗R e†R (1,1)1

Hu φu φ̃u (1,2)1/2

Hd φd φ̃d (1,2)−1/2

V f Vµ irrep

Ga G̃a Gaµ (8,1)0

W a W̃ a W a
µ (1,3)0

B B̃ Bµ (1,1)0

Tabla 1.2: Representaciones fermiónicas f —en términos de fermiones izquierdos—, escalares s y vectoriales
Vµ del MSSM acomodadas en las representaciones de supercampos quirales Φ y vectoriales V a las que
pertenecen. El primer número indica la representación de SU(3)c, el segundo la de SU(2)L y el sub́ındice es
la hipercarga.

los “gauginos” (supercompañeros de los bosones de norma), sfermiones y Higgsinos. Los primeros
contribuyen con un factor de (2/3)C2(Gi) porque son fermiones y están en la representación adjunta,
los sfermiones añaden (1/3)nΦC(RΦ) por ser escalares en la representación fundamental, por último,
los Higgsinos suman (2/3)nΦC(RΦ).

Agregando los términos nuevos se obtienen

bi =

(
−11

3
+

2

3

)
C2(Gi) +

∑
Φ

(
2

3
+

1

3

)
nΦC(RΦ)

= −3C2(Gi) +
∑

Φ

nΦC(RΦ) (con SUSY),
(1.46)

donde i = 1, 2, 3 etiqueta los grupos de norma U(1)Y , SU(2)L y SU(3)c, respectivamente. La
multiplicidad nΦ cuenta el número de familias y la dimensión de otras representaciones a las que
pertenece el supermultiplete. Como en el SM, mantenemos la normalización C(RΦ) = 1/2 para la
representación fundamental de SU(N), mientras que, para el grupo abeliano se cumple (1.28). Con
el espectro de la tabla 1.2 los coeficientes de las funciones beta son

(b1, b2, b3) =

(
33

5
, 1,−3

)
en el MSSM. (1.47)

Las soluciones de las RGEs están dadas por la forma de la ecuación (1.32), esto es, los in-
versos de las intensidades de los acoplamientos α−1

i son lineales con el logaritmo de la escala de
renormalización µ. Al considerar este corrimiento es inevitable notar una posible unificación a
una escala aproximada de MGUT ∼ 1016 GeV con un valor común de los acoplamientos dado por
α1(MGUT) = α2(MGUT) ≈ α3(MGUT) ∼ 1/25. En la figura 1.1 tomada de [39] se muestra dicho
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corrimiento incluyendo correcciones a dos lazos y tomando las masas de los supercompañeros como
un umbral común de enerǵıa ΛSUSY que se vaŕıa entre 750 GeV y 2.5 TeV, además, el acoplamiento
fuerte α3(mZ) se vaŕıa entre 0.117 y 0.120.

La unificación no es perfecta, ya que α3 tiende a ser más pequeño que el valor común de
α1(MGUT) = α2(MGUT), que usualmente se toma como la definición de la escala de unificación.
Aún aśı, este resultado motiva a buscar extensiones del SM en forma de teoŕıas de gran unificación
o modelos de supercuerdas, ya que, dicha diferencia puede ser atribuida a los efectos de part́ıculas
nuevas que apareceŕıan entre la escala electrodébil y MGUT, modificando el corrimiento de los
acoplamientos y mejorando su unificación.

Figura 1.1: Evolución en el grupo de renormalización de los inversos de los acoplamientos de norma a 2 lazos
en el SM (ĺıneas punteadas) y el MSSM (ĺıneas sólidas), tomada de [39]. Se vaŕıa la escala de enerǵıa umbral
entre 750 GeV< ΛSUSY < 2.5 TeV y el acoplamiento 0.117< α3(mZ) <0.120.
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Caṕıtulo 2

Extensiones con Z′s

Una extensión común del modelo estándar consiste en añadir una simetŕıa abeliana extra al
grupo de norma, obteniendo en total G = SU(3)c×SU(2)L×U(1)Y ×U(1)′. Por un lado, los modelos
con esta extensión tienen una fenomenoloǵıa interesante para la f́ısica de part́ıculas y la cosmoloǵıa,
por otro, pueden ser motivados desde teoŕıas de gran unificación (GUT) y compactificaciones de la
teoŕıa de cuerdas. Siguiendo [1] se revisarán aspectos básicos de estos modelos, luego se mencionarán
las caracteŕısticas de dos tipos de modelos de estas extensiones y, finalmente, se resumirán los ĺımites
experimentales haciendo énfasis en los valores mı́nimos para la masa del Z ′.

2.1. Propiedades básicas

2.1.1. Acoplamientos

Comenzamos escribiendo las interacciones de corrientes neutras en el modelo estándar, que
pueden leerse del término cinético (1.6), y están descritas por el Lagrangiano

LSM
NC = gJµ3 W

3
µ + g′JµYBµ = eJµemAµ + g̃1J

µ
1 Z

0
1µ, (2.1)

donde las corrientes son

Jµ3 =
∑
f

fγµ
(
T 3
fL
PL + T 3

fR
PR
)
f y JµY =

∑
f

fγµ (YfLPL + YfRPR) f,

con la suma corriendo sobre los fermiones del modelo estándar, omitiendo los ı́ndices de familias.
PL,R = (1 ∓ γ5)/2 son los proyectores quirales, T 3 es la tercer componente de isoesṕın y Y la
hipercarga, recordando que cumplen la relación (1.20). Anticipando el rompimiento espontáneo de
simetŕıa —descrito en el caṕıtulo anterior— la segunda igualdad en (2.1) esta en términos de los
autoestados de masa definidos en (1.16) denotando Z0

1µ ≡ Zµ. El acoplamiento e está definido en

19
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(1.19), mientras que g̃2
1 = g2 + g′2 y las corrientes en la nueva base son

Jµem =
∑
f

Qffγ
µf y Jµ1 =

∑
f

fγµ
(
ε1L(f)PL + ε1R(f)PR

)
f,

donde los acoplamientos quirales son ε1L,R(f) = T 3
fL,R
− sen2 θWQf .

Ahora, añadimos un bosón vectorial extra al extender el SM al grupo de norma GSM × U(1)′,
con lo que (2.1) debe incluir una nueva corriente neutra, escribimos1

LNC = LSMNC + g̃2J
µ
2 Z

0
2µ = eJµemAµ +

∑
α

g̃αJ
µ
αZ

0
αµ, con α = 1, 2, (2.2)

donde g̃2 y Z0
2µ ≡ Z ′0µ son, respectivamente, el nuevo acoplamiento y bosón de norma de la simetŕıa

U(1)′. La nueva corriente se puede escribir

Jµ2 =
∑
f

fγµ
(
ε2L(f)PL + ε2R(f)PR

)
f,

donde ε2L,R(f) son las cargas de las componentes izquierda y derecha del fermión f bajo dicha
simetŕıa. Las interacciones con un multiplete complejo escalar de SU(2), como el Higgs φ, se obtienen
de su término cinético (ver (1.6)). La parte diagonal de la derivada covariante sobre un campo
individual φj es

Dµφj =

(
∂µ − ieQjAµ − i

∑
α

g̃αQαjZ
0
αµ

)
φj (2.3)

con Qj la carga eléctrica del escalar φj , Q1j = T 3
j − sen2 θWQj y Q2j ≡ Q′j la carga bajo la simetŕıa

U(1)′.

2.1.2. Mezcla cinética y de masas

La parte cinética, del Lagrangiano más general, asociada a los bosones Z0
αµ es

LZKin = −e1

4
F 0µν

1 F 0
1µν −

e2

4
F 0µν

2 F 0
2µν −

e12

2
F 0µν

1 F 0
2µν , (2.4)

donde F 0
αµν = ∂µZ

0
αν − ∂νZ

0
αµ, que es invariante de norma, por lo que el tercer término está

permitido. Es posible hacer e1 = e2 = 1 reescalando los campos y conviene definir e12 = senχ.
Cabe resaltar que aún si χ = 0 a nivel de árbol, efectos del orden de un lazo en adelante pueden
generar la mezcla cinética. Se lleva (2.4) a la forma canónica mediante el cambio de base(

Z0
1µ

Z0
2µ

)
=

(
1 − tanχ
0 secχ

)(
Ẑ0

1µ

Ẑ0
2µ

)
≡ V

(
Ẑ0

1µ

Ẑ0
2µ

)
, (2.5)

1En esta forma las ecuaciones (2.2) y (2.3) se generalizan a extensiones con varios grupos de norma U(1)′.
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esto es, en términos de los Ẑ0
αµ se obtiene e12 = 0. Si solamente los campos escalares φj eléctri-

camente neutros adquieren valores de expectación, el fotón no adquiere masa y los campos Z0
αµ

obtienen los términos

LZMass =
1

2

∑
α,β

M2
αβZ

0
αµZ

0µ
β ,

donde

M2
αβ = 2g̃αg̃β

∑
j

QαjQβj |〈φj〉|2.

La transformación (2.5) modifica el término de masa sustituyendo la matriz M2 por V TM2V , la
cual puede diagonalizarse con una matriz ortogonal U , obteniendo autoestados de masa

Zαµ =
∑
β

UαβẐ
0
βµ,

es decir, UV TM2V UT = diag(M2
1 ,M

2
2 ), con autovalores M2

α positivos. La masa del bosón Z ′,
M2 ≡ MZ′ , debeŕıa ser del orden de TeV para un modelo viable [27]. Los nuevos acoplamientos
pueden escribirse en la forma

(
g̃1J

µ
1 , g̃2J

µ
2

)(Z0
1µ

Z0
2µ

)
≡ J T

(
Z0

1µ

Z0
2µ

)
= J TV

(
Ẑ0

1µ

Ẑ0
2µ

)
= J TV UT

(
Z1µ

Z2µ

)
,

las consecuencias de estas transformaciones se han estudiado en varios modelos, por ejemplo, de
manera general en [42].

2.1.3. Anomaĺıas y exóticos

Una extensión consistente del grupo de norma del modelo estándar requiere la cancelación de
posibles anomaĺıas, como se mencionó en el caṕıtulo 1, la ausencia de la anomaĺıa quiral impone
constricciones en las representaciones de los fermiones. Por un lado, deben cumplirse las ecuaciones
(1.23), además, se imponen relaciones análogas obtenidas al sustituir las hipercargas Yf por las
cargas bajo la nueva simetŕıa Q′f . También hay condiciones que mezclan las cargas, a saber,∑

f

YfQ
′2
f = 0 y

∑
f

Y 2
f Q
′
f = 0, (2.6)

donde las sumas incluyen todos los fermiones quirales en la teoŕıa, como los supercompañeros del
Higgs en modelos con supersimetŕıa. Los fermiones no quirales cancelan su contribución con la del
antifermión.



22 CAPÍTULO 2. EXTENSIONES CON Z ′S

Resulta que las condiciones descritas en el párrafo anterior no se pueden satisfacer solamente
con los fermiones del modelo estándar si las cargas Q′f son las mismas para las tres familias, salvo el
caso trivial Q′f = 0, por lo tanto, la mayoŕıa de modelos propuestos incluyen fermiones adicionales
que se conocen como exóticos.

Los exóticos pueden ser singuletes del grupo de norma del SM o llevar números cuánticos
no triviales, sin embargo, hay restricciones provenientes de mediciones de precisión en el sec-
tor electrodébil que limitan, pero no excluyen, la posibilidad de nuevos fermiones quirales bajo
SU(2)L×U(1)Y . Se pueden agregar fermiones tipo vector, esto es, que sus partes izquierda y dere-
cha transforman bajo la misma representación de cada grupo de norma, de modo que no contribuyen
a las condiciones de anomaĺıas, ya que YfL − YfR = 0; sin embargo, modifican las ecuaciones del
grupo de renormalización (RGE) de los acoplamientos de norma y pueden ser relevantes para la
fenomenoloǵıa de part́ıculas.

2.2. Modelos de Z ′

Existe una amplia variedad de modelos de U(1)′ que se distinguen, para empezar, por los valores
del acoplamiento g̃2 en (2.2) (g̃α con α ≥ 2 para varias simetŕıas de norma abelianas), que suele
suponerse alrededor de la escala electrodébil pero puede estar por arriba o debajo de ella. La escala
de rompimiento de la U(1)′, que denotamos ΛZ′ , también caracteriza estos modelos. Para aquellos
que presentan un tratamiento alternativo del rompimiento electrodébil se espera una escala del
orden de ΛZ′ ∼ TeV, mientras que modelos con supersimetŕıa y/o provenientes de teoŕıa de cuerdas
pueden tener una ΛZ′ a la misma escala o una superior. Otros detalles relevantes son la asignación
de cargas a los fermiones del SM y el doblete de Higss, el tipo de escalar que rompe la U(1)′, los
exóticos requeridos para cancelar anomaĺıas, si el modelo es supersimétrico y qué acoplamientos
permite la simetŕıa abeliana extra.

Con la finalidad de ilustrar aspectos de estos modelos se presentan a continuación dos clases de
ellos. Por un lado, la que resulta de teoŕıas de gran unificación con grupo de norma E6, y por otro,
aquellos en los que se le da masa al bosón Z ′ con un mecanismo alternativo al de Higgs, llamado
mecanismo de Stückelberg.

2.2.1. Modelos a partir de E6

El grupo excepcional de Lie E6 tiene dimensión 78 y rango 6, los modelos basados en él se
enfocan en las simetŕıas abelianas generadas tras las descomposiciones E6 → SO(10) × U(1)ψ y
SO(10) → SU(5) × U(1)χ. El grupo U(1)′ se identifica con la combinación lineal de los factores
abelianos que sobrevive a bajas enerǵıas, entonces, la carga se puede escribir

Q′ = cos θE6Qχ + sen θE6Qψ, (2.7)

donde 0 ≤ θE6 < π es un ángulo de mezcla y Qχ,ψ son las cargas bajo las simetŕıas abelianas
correspondientes (es posible incluir una corrección de mezcla cinética ∝ Y ). En E6 cada familia de
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fermiones izquierdos se acomoda en un multiplete de la representación 27 que contiene los fermiones
del SM además de dos singuletes del grupo de norma del SM ν y S; un triplete de color D con carga
eléctrica −1/3 y su conjugado D, ambos singuletes de SU(2)L; y un par de singuletes de color ϕu
y ϕd, que son dobletes de SU(2)L y transforman como los dos dobletes de Higgs en el MSSM.

El ν se puede interpretar como el conjugado del neutrino derecho νR y, en modelos con su-
persimetŕıa, los supercompañeros escalares del S y del ν pueden adquirir un VEV para romper
espontáneamente la simetŕıa U(1)′; mientras que, un par de supercompañeros escalares de los ϕu,d
se pueden identificar con los dobletes de Higgs. Que el contenido de fermiones entre en un solo
multiplete (cada familia) garantiza que la teoŕıa esté libre de anomaĺıas de triángulo, propiedad
que hereda el modelo de U(1)′ a bajas enerǵıas. Es posible considerar dichos modelos fuera de la
teoŕıa de gran unificación y verlos como propuestas de tipo bottom-up, con la ventaja de haber
lidiado ya con las anomaĺıas.

Los distintos valores de θE6 caracterizan diferentes modelos, por ejemplo, el modelo χ (θE6 = 0)
requiere sólo el ν como fermión exótico; en el modelo ψ (θE6 = π/2) los fermiones se acoplan de
forma quiral al Zψ y se requieren los 3 multipletes completos en la 27; otros casos especiales se
pueden obtener de compactificaciones de la cuerda heterótica (modelo η) o continen escenarios con
fenomenoloǵıa interesante (modelo de “sector aislado” [43]).

Los acomplamientos de Yukawa necesarios para generar masas para los fermiones están permi-
tidos, en el caso con SUSY el superpotencial es

W = hddQHd + huuQHu + heeLHd + hννLHu + λSSHuHd + λDDDS, (2.8)

que permite generar un término µ (como en la ecuación (1.45)) de manera dinámica, esto es una
posible solución al denominado problema µ, ya que el acoplamiento efectivo µeff = λS〈S〉 se
relaciona con la escala de rompimiento de la U(1)′.

En principio, también son posibles los acoplamientos con dos quarks DQQ o Dud y los de
leptones con quarks Due o DQL, que provocaŕıan un decaimiento rápido del protón, por ello, es
necesario buscar escenarios donde estos acoplamientos no estén permitidos. En construcciones de la
teoŕıa de cuerdas, por ejemplo, es posible desacoplar exóticos vectoriales cuando singuletes del SM
adquieren un VEV, en estos modelos es común obtener dichos singuletes que no rompen la U(1)′.

Para un modelo de U(1)′ que resulta de una GUT de E6 se tiene una unificación de los acopla-
mientos por arriba de cierta escala y, al correrlos hacia abajo hasta unos cuantos TeV, es común
obtener un acoplamiento de la U(1)′ cercano al valor de g2. En el escenario que plantea este trabajo,
es posible confirmar lo anterior para modelos de la cuerda heterótica, donde se parte del grupo de
norma E8 × E8 ⊃ E6.

2.2.2. Modelos con mecanismo de Stückelberg

Es posible escribir un Lagrangiano invariante de norma para un bosón masivo Cµ, asociado a
una simetŕıa U(1), para ello, añadimos un campo pseudoescalar σ en la forma

LSt = −1

4
CµνC

µν +
1

2
(mCµ + ∂µσ) (mCµ + ∂µσ) , (2.9)
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donde Cµν es la intensidad de campo del Cµ, que transforma tal como el bosón Bµ en (1.5), mientras
que exigimos la transformación de norma para el escalar

σ(x) −→ σ′(x) = σ(x)−mα(x),

con lo cual se verifica la invarianza local de (2.9). Para mostrar expĺıcitamente el contenido de la
teoŕıa, se añade el término para fijar la norma (“gauge fixing”)

Lg.f. = − 1

2ξ
(∂µC

µ − ξmσ)2 ,

que está presente a nivel cuántico. Esto cancela el término cruzado en (2.9) dejando una masa
m para el vector y desacoplando al escalar. Lo anterior es análogo al mecanismo de Higgs con la
diferencia de que ningún campo adquiere un VEV y no hay un bosón escalar f́ısico.

El mecanismo de Stueckelberg puede usarse en un modelo de U(1)′ con o sin SUSY [44], por
ejemplo, al cambiar el segundo término en (2.9) por (M1Bµ +M2Cµ + ∂µσ)2/2 habrá una mezcla
entre el Cµ, Bµ y el W 3

µ tras el rompimiento electrodébil. Al diagonalizar la matriz de mezcla se
encuentra un autoestado no masivo, que se identifica con el fotón, Aµ y dos bosones masivos, el Zµ
y un Z ′µ. El modelo está constreñido a ε ≡ M1/M2 � 1 con lo que el Z ′ es relativamente ligero,
de unos cuantos GeV, y según exista o no un sector oculto de fermiones, su ancho de decaimiento
estará en la región de GeV o MeV, respectivamente. Si el C se acopla a exóticos, la mezcla con el
fotón A induce cargas eléctricas irracionales de orden ε para dichos exóticos.

2.3. Ĺımites experimentales

Un nuevo bosón Z ′ podŕıa ser producido en una colisión de dos protones para luego decaer en
un par de fermiones del SM, el proceso pp → Z ′X → ffX, donde X denota otras part́ıculas, se
detectaŕıa como una resonancia en el espectro de la masa invariante del par de fermiones. Suelen
reportarse los ĺımites de búsquedas de un bosón vectorial nuevo en términos de la sección eficaz
de dicho proceso contra la masa MZ′ . Por ejemplo, las colaboraciones CMS [45] y ATLAS [46] del
LHC reportan, para un decaimiento de Z ′ en e+e− y µ+µ−, un ĺımite superior en la sección eficaz
de hasta 0.02 fb y un ĺımite inferior de hasta 4.9 TeV para su masa.

En la figura 2.1 se muestran barras de valores excluidos por el CMS para la masa del Z ′ en
reacciones con distintos productos finales tras la colisión de protones. Los ĺımites se presentan en
el contexto de tres modelos: el secuencial (SSM) donde el Z ′ tiene los mismos acoplamientos que
el Z con fermiones, el modelo ψ (modelos de E6) en el contexto de supercuerdas y para un Z ′

leptofóbico, esto es, que no se acopla a los leptones del SM. Estos modelos se usan para reportar
como referencia, ya que, para un modelo en particular los ĺımites suelen cambiar. En este trabajo
usamos el ĺımite conservador de MZ′ > 2 TeV, que asociamos también a la escala de rompimiento
de la U(1)′ y la usamos como la escala umbral ΛZ′ ∼ MZ′ , bajo la cual se desacoplan el Z ′ y los
exóticos.
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La detección de una resonancia en el decaimiento a dos leptones permitiŕıa determinar la masa
y tasa de decaimiento del Z ′, aśı como delimitar una banda permitida para otros parámetros que
determinan la sección eficaz al medirla. Las distribuciones angulares se pueden usar para determinar
otros parámetros y el esṕın del Z ′, y por otro lado, la asimetŕıa “forward-backward” en función
del parámetro de rapidez del Z ′ es sensible a los acoplamientos de quarks y leptones, lo cual puede
usarse para distinguir entre posibles modelos.

Otro proceso con el que puede encontrarse un Z ′ es la colisión electrón-positrón e+e− → ff , la
posible contribución a la sección eficaz se buscó en el experimento LEP-II sin resultados positivos
para acoplamientos mayores a ∼ 10−2 y MZ′ < 209 GeV. Por último, mediciones resultantes
de experimentos de dispersión de neutrinos a bajas enerǵıas; reacciones e±e−, `±−hadrón y pp;
procesos de e+e− en la resonancia del Z y mediciones de las masas del W y del top son sensibles
a la masa del Z ′ y a la mezcla Z − Z ′. Dichos procesos permiten medir las observables de la
denominada f́ısica electrodébil de precisión (ver por ejemplo [47]), relevantes para modelos de Z ′,
sin embargo, los ĺımites más altos para la masa del nuevo bosón se obtienen de las colisiones a altas
enerǵıas mencionadas arriba.

Figura 2.1: Regiones excluidas para la masa de de un bosón exótico Z ′, asociado a una nueva simetŕıa
abeliana o W ′, un análogo del W . En cada barra se cita la referencia al preprint correspondiente en azul.
Tomada de [48].
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Caṕıtulo 3

Generalidades de orbifolios
heteróticos

En este caṕıtulo se presentan algunas generalidades sobre las compactificaciones de la teoŕıa
heterótica de cuerdas en orbifolios, lo cual sirve el propósito de poner en contexto el trabajo descrito
en el caṕıtulo siguiente. Para comenzar, se hace un breve resumen de las ideas principales en teoŕıa
de cuerdas, luego se precisa qué es la cuerda heterótica y, finalmente, se describen solamente los
puntos representativos de las compactificaciones en orbifolios.

Las ideas presentadas aqúı pueden consultarse con detalle en [49–53] para teoŕıa de cuerdas en
general con temas avanzados a nivel introductorio, en [54] se puede consultar en particular sobre
compactificaciones en orbifolios y en [16] sobre la fenomenoloǵıa de la teoŕıa de cuerdas de forma
introductoria.

La teoŕıa de cuerdas describe objetos de una dimensión que se propagan en el espacio-tiempo,
la sábana que trazan a su paso se conoce como hoja de mundo. La cuerda se describe con
los grados de libertad XM (τ, σ) con M = 0, 1, 2, . . . , D − 1 que se pueden identificar con las
coordenadas en el espacio-tiempo de D dimensiones, mientras que τ y σ se pueden pensar
como coordenadas de espacio y tiempo, respectivamente, sobre la hoja de mundo.

La acción de Nambu-Goto es la que describe cuerdas relativistas, sin embargo, no es polinomial
lo cual es deseable para cuantizar el sistema. Para ello se recurre a la acción de Polyakov,
que describe la misma f́ısica a nivel de las ecuaciones de movimiento. Los campos —sobre la
hoja de mundo— cumplen la ecuación de ondas (∂2

τ − ∂2
σ)XM = 0, junto con condiciones de

frontera que son periódicas para la cuerda cerrada XM (τ, σ+ 2π) = XM (τ, σ) o de Neumann
para la cuerda abierta ∂σX

M
∣∣
σ=0,2π

= 0.

La solución a la ecuación de onda se puede separar en modos derechos e izquierdos XM (τ, σ) =

27
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XM
L (τ + σ) +XM

R (τ − σ) que, para la cuerda cerrada, tienen expansiones

XM
L (τ + σ) =

xM

2
+

√
α′

2
αM0 (τ + σ) + i

√
α′

2

∑
n6=0

αMn
n
e−in(τ+σ), (3.1)

XM
R (τ − σ) =

xM

2
+

√
α′

2
α̃M0 (τ − σ) + i

√
α′

2

∑
n6=0

α̃Mn
n
e−in(τ−σ), (3.2)

donde α′ es la pendiente de Regge que está relacionada con la tensión de la cuerda. Los
xM y pM =

√
2/α′αM0 =

√
2/α′α̃M0 son las coordenadas y el momento del centro de masa

de la cuerda y los αMn , α̃Mn son los modos de oscilación. Al cuantizar, estas cantidades se
vuelven operadores y, en particular, los αM−n, α̃M−n con n > 0 son operadores de creación. Las
excitaciones sobre la cuerda se ven como diferentes modos de vibración en el espacio-tiempo
y, en el ĺımite de bajas enerǵıas, corresponden a las diferentes part́ıculas de una teoŕıa de
campos.

La teoŕıa de cuerdas es una teoŕıa de campos conforme (CFT), por lo cual requiere fijar la
libertad de norma en algún momento. Si se fija la norma del cono de luz antes de cuantizar
perdemos invarianza expĺıcita bajo Poincaré y, si cuantizamos primero, debemos limpiar la
teoŕıa de estados que no son f́ısicos. Además, para que la teoŕıa de cuerdas cerradas sea
consistente necesita D = 26 dimensiones de espacio-tiempo.

Hasta este punto se ha descrito la teoŕıa de cuerdas bosónica, ya que sólo se obtienen bosones
en el espectro. En particular, se encuentra un taquión, una part́ıcula cuya masa al cuadrado
es un número negativo. De manera importante, aparece también una excitación de esṕın 2,
el gravitón, que cumple la ecuación de la relatividad general de Einstein en 26 dimensiones
como ĺımite a bajas enerǵıas. Aunado a la ausencia de divergencias UV en teoŕıa de cuerdas,
gracias a las restricciones que impone la invarianza modular, vemos la razón de que se le
considere como candidata de una descripción cuántica de la gravedad.

Al agregar supersimetŕıa a la teoŕıa de cuerdas se logra incorporar fermiones al espectro, esta
vez, una teoŕıa consistente requiere D = 10. Además de los XM se incluyen los grados de
libertad ΨM (τ, σ) que son espinores en la hoja de mundo, pero aún son vectores en el espacio-
tiempo. Se pueden satisfacer dos tipos de condiciones de borde: de Ramond o periódicas
(R) ΨM (τ, σ + 2π) = ΨM (τ, σ) y de Neveu-Schwarz o antiperiódicas (NS) ΨM (τ, σ + 2π) =
−ΨM (τ, σ). Las expansiones en modos de oscilación también se separan en modos izquierdos
y derechos ΨM = ΨM

L + ΨM
R , donde

ΨM
L (τ + σ) =

∑
r∈Z+∆

ψMr e
−ir(τ+σ) y ΨM

R (τ − σ) =
∑

r∈Z+∆̃

ψ̃Mr e
−ir(τ−σ), (3.3)

con ∆, ∆̃ = 0 en el sector R y ∆, ∆̃ = 1/2 en NS.
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τ
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τ
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σ

σ = 0, 2πσ = 0

σ = 2π

Figura 3.1: Hojas de mundo de a) una cuerda abierta y b) una cuerda cerrrada comparadas con la ĺınea de
mundo de una part́ıcula (abajo).

Al considerar interacciones de cuerdas aparecen constricciones asociadas a la invarianza mo-
dular de las amplitudes en la teoŕıa, esto define maneras adecuadas de combinar los sectores
R y NS para modos izquierdos y derechos. El resultado son dos teoŕıas con supersimetŕıa
N = 2, las tipo IIA y IIB, y una teoŕıa con N = 1, la tipo I que debe tener a SO(32) co-
mo grupo de norma para evitar la aparición de anomaĺıas. Una consecuencia importante de
aplicar dichas constricciones es que el taquión ya no es parte del espectro.

Existe otra manera de construir teoŕıas de cuerdas interactuantes de forma consistente, para
ello, se pueden ocupar los modos derechos de la supercuerda y los izquierdos de la cuerda
bosónica. Esto da origen a tres teoŕıas heteróticas, dos con N = 1 que tienen asociados los
grupos de norma SO(32) y E8 × E8, y una teoŕıa sin supersimetŕıa con grupo de norma
SO(16)× SO(16) [55]. Estas teoŕıas tampoco presentan un taquión.

3.1. Cuerda heterótica

La teoŕıa heterótica de cuerdas se construye aprovechando la independencia entre modos iz-
quierdos y derechos, se elige para los izquierdos la cuerda bosónica en D = 26 y para los derechos
la supercuerda en D = 10. En la formulación bosónica, los modos derechos incluyen a los bosones
Xµ
R, Xm

R y los fermiones Ψµ
R, Ψm

R con µ = 0, 1, 2, 3 y m = 4, 5, . . . , 9. Los modos izquierdos son
todos bosónicos Xµ

L, Xm
L y XI

L, con I = 10, 11, . . . , 25. Para obtener una teoŕıa en 10 dimensiones
de espacio-tiempo se compactifican las 16 extra en un toro T16, donde viven los modos izquierdos
XI
L.
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El toro puede definirse mediante una ret́ıcula con vectores base ea = (eIa)I=10,...,25, esto es,
Λ = {naea|na ∈ Z, a = 1, . . . , 16}, entonces el cociente T16 = R

6/Λ identifica los puntos

XI ∼ XI + 2π

16∑
a=1

naRae
I
a, (3.4)

donde Ra son los radios, na son enteros arbitrarios y los vectores ea son unitarios. La nueva perio-
dicidad de las coordenadas permite la generalización de las condiciones de frontera

XI(τ, σ + 2π) = XI(τ, σ) + 2πLI , con LI =
16∑
a=1

naRae
I
a, (3.5)

donde los LI se conocen como números de enrollamiento. Al imponer que el operador de traslación
sobre estados cuánticos sea univaluado, se encuentra la cuantización de los momentos

pI =
16∑
a=1

mae
∗I
a

Ra
, donde

25∑
I=10

eIae
∗I
b = δab, (3.6)

para ma enteros y donde los vectores e∗Ia generan la ret́ıcula dual Λ∗.
Hasta ahora se ha planteado una teoŕıa de cuerdas bosónica compactificada en un toro, pero si

los modos izquierdos representan los de la cuerda heterótica, se deben apagar los modos derechos
XI
R = 0, en particular, de α̃I0 = 0 en la ecuación (3.2) se obtiene α′pI = LI lo cual se puede satisfacer

solamente para una ret́ıcula auto-dual Λ∗ = Λ, con los radios cŕıticos Ra =
√
α′. Visto esto, resulta

conveniente redefinir el momento de manera que sea adimensional, esto se logra con pI = (1/
√

2)αI0
bajo lo cual

√
α′pI = LI y se sustituye Ra → 1 solo en la ecuación (3.6), de esta manera p ∈ Λ.

Ya se mencionó la invarianza modular como una condición importante para una teoŕıa de cuerdas
consistente, al aplicarla a un lazo sobre la función de partición de la cuerda heterótica se encuentra
que la ret́ıcula Λ debe ser par y auto-dual. En 16 dimensiones resulta que las dos únicas ret́ıculas
con esas caracteŕısticas corresponden a las de las ráıces de las álgebras de Lie de E8×E8 y SO(32)
(globalmente Spin(32)/Z2). De esta forma, estados con momento interno p ∈ Λ transformarán en
una representación del grupo de norma correspondiente, asociada al peso p. En resumen, los bosones
XI
L compactificados en el toro T16 dotan con un grupo de norma a la teoŕıa en 10 dimensiones.

3.2. Orbifolios toroidales

Para obtener finalmente una teoŕıa en 4 dimensiones que describa la f́ısica observada a bajas
enerǵıas, es necesario compactificar otras 6 de manera que el grupo de norma en 10 dimensiones se
rompa y el contenido de campos sea el adecuado. En este trabajo nos concentramos en la cuerda
heterótica con grupo de norma E8 × E8, aśı que, en una situación ideal este grupo se rompe al del
SM y el contenido de campos incluye las 3 generaciones de quarks y leptones.
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Hay dos opciones para compactificar, por un lado están las variedades de Calabi-Yau, con las
cuales es posible obtener modelos similares al MSSM, sin embargo, es dif́ıcil calcular los objetos en
la teoŕıa. La alternativa amigable son las compactificaciones en orbifolios, que son relativamente
simples y permiten estudiar de forma directa la fenomeloǵıa de los modelos que generan. Dadas las
ventajas, nos enfocamos en compactificaciones en orbifolios.

3.2.1. Definiciones

El cociente del toro de 6 dimensiones por un grupo discreto de isometŕıas P forma un orbifolio
toroidal O = T

6/P. Si la ret́ıcula Γ = {nαeα|nα ∈ Z, α = 1, . . . , 6} genera el toro (T6 = R
6/Γ

como en la sección anterior), entonces P, conocido como el grupo de punto, debe actuar de manera
cristalográfica sobre Γ, esto es,

θeα ∈ Γ para toda θ ∈ P, (3.7)

donde {eα}α=1,...,6 son los vectores que generan la ret́ıcula. En este trabajo nos enfocamos en
grupos de punto abelianos, por ejemplo, si P = ZN entonces sus elementos son las potencias de un
generador ϑ, de orden N (ϑN = 1), que corresponde a una rotación por un ángulo de 2π/N .

En el orbifolio O se identifican los puntos

X ∼ θX + nαeα, con θ = ϑk ∈ P = ZN , k ∈ Z, (3.8)

para X = (Xm)m=4,...,9. Con esto se intuye que el dominio fundamental, la región más pequeña de
R

6 que basta para describir el espacio cociente, es más pequeña en el caso del orbifolio que en el
del toro. Resulta conveniente definir el grupo de espacio como el producto semidirecto S = P n Γ,
entonces

g = (θ, nαeα) para toda g ∈ S, (3.9)

lo cual permite redefinir el orbifolio como O = R
6/S, debido a la relación (3.8). La acción de dos o

más elementos de S en el orbifolio puede ser equivalente, por lo que es necesario agrupar elementos
en las clases de equivalencia [g] = {hgh−1|h ∈ S}.

Los puntos fijos del orbifolio se reconocen como aquellos que, tras una rotación θ ∈ P, son
equivalentes a ellos mismos bajo una traslación de la ret́ıcula Γ. Si el punto fijo tiene coordenadas
Xm
f , se cumple

Xf = gfXf = θfXf + nfαeα, para un gf = (θf , nfαeα) ∈ S, (3.10)

aśı que dicho punto puede asociarse a un único elemento del grupo de espacio. La clase de conju-
gación [gf ] describe un conjunto infinito de puntos fijos que son equivalentes.
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3.2.2. Planos complejos y encaje

Ahora introducimos la notación en coordenadas complejas

Z1 =
1√
2

(X4 + iX5), Z2 =
1√
2

(X6 + iX7) y Z3 =
1√
2

(X8 + iX9), (3.11)

que es conveniente si suponemos que se puede factorizar T6 = T
2 ⊗ T2 ⊗ T2, de manera que el

grupo de punto actúe independientemente en cada toro de 2 dimensiones. Por ejemplo, el generador
de ZN en este espacio toma la forma

ϑ = diag
(
e2πiv1

, e2πiv2
, e2πiv3

)
, (3.12)

que corresponde a una rotación en cada plano complejo. En este caso, el vector de torcedura,
v = (0, v1, v2, v3), determina por completo la acción del grupo de punto. Un elemento del grupo de
espacio g = (ϑk, nαeα), con k ∈ Z, actúa en estas coordenadas con

Za
g−−−→ e2πikvaZa + nαe

a
α, donde a = 1, 2, 3 y α = 1, . . . , 6, (3.13)

para vectores base eα de la ret́ıcula Γ también en coordenadas complejas.
Una compactificación de la cuerda heterótica en un orbifolio requiere, además de especificar el

grupo de punto, encajar la acción del orbifolio sobre los 16 grados de libertad de norma. El grupo
de dicho encaje, que denotamos G, es en general un subgrupo de los automorfismos del álgebra de
Lie de E8 × E8. Si nos restringimos a automorfismos internos, al grupo de punto abeliano ZN y a
un encaje traslacional1, entonces el encaje S ↪→ G mapea

g = (ϑk, nαeα) 7−→ (kV, nαAα), con k, nα ∈ Z, (3.14)

donde el vector de traslación V , en 16 dimensiones, parametriza el encaje del grupo de punto y las
Aα son ĺıneas de Wilson (WL), transformaciones de norma asociadas a los lazos no contráıbles a
un punto en cada dirección del toro eα. La acción del grupo G en los grados de libertad de norma
es

XI −→ XI + kV I + nαA
I
α, I = 10, . . . , 25. (3.15)

Debido a que se encaja la acción del generador ϑ de orden N y por la condición (3.7) se mapea
(ϑ, eα)N 7−→ (0, 0), y en consecuencia

NV ∈ Λ y NAα ∈ Λ, (3.16)

donde Λ es la ret́ıcula de las ráıces del álgebra de E8 × E8 descrita en la sección 3.1. Cabe men-
cionar que la acción del orbifolio puede implementar relaciones entre las WL, dejando un conjunto
independiente más pequeño. Por ejemplo, para un orbifolio Z3 con ret́ıcula Γ = SU(3)3 se cumple
ϑe2 = e1, entonces A1 ≈ A2, lo cual denota equivalencia salvo una traslación de la ret́ıcula Λ.

1Existen encajes rotacionales para el grupo de punto, tales que θ ∈ P se mapea a Θ, una rotación en Λ.
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3.2.3. Supersimetŕıa e invarianza modular

Al compactificar 6 dimensiones en un orbifolio debemos tomar en cuenta el rompimiento de la
simetŕıa de Lorentz. En la norma del cono de luz se tendrá SO(8)→ SO(2)×SO(6), donde el grupo
SO(6) ∼ SU(4) corresponde al grupo más general de holonomı́a que puede haber sobre el orbifolio.
El grupo de holonomı́a es el conjunto de transformaciones generadas tras el transporte paralelo
alrededor de un circuito cerrado. De manera importante, la supersimetŕıa en 4 dimensiones está
determinada por el número de supercargas conservadas y, a su vez, estas corresponden al número
de gravitinos (en 4 dimensiones) covariantemente constantes.

Resulta relevante para la fenomenoloǵıa de part́ıculas pedir supersimetŕıa con N = 1 en 4
dimensiones, ya que para N = 2 o mayor no hay acoplamientos quirales. Esta condición equivale a
que el grupo de holonomı́a sea SU(3), con lo cual el grupo de punto debe cumplir P ⊂ SU(3), y en
el caso abeliano esto implica la constricción

v1 + v2 + v3 = 0, (3.17)

sobre el vector de torcedura. Al requerir que la acción del orbifolio sea critalográfica en Γ (ecuación
(3.7)) junto con (3.17), el grupo de punto queda determinado como ZN para N = 3, 4, 6, 7, 8, 12, o
bien ZN×ZM con M un múltiplo de N y M = 2, 3, 4, 6. En algunos casos, estos grupos pueden pre-
sentar dos vectores de torcedura que no son equivalentes. En [56] se clasifican sistemáticamente los
grupos de punto de orbifolios simétricos2 compatibles con las condiciones anteriores y se encuentran
138 con geometŕıas inequivalentes.

Una vez más, se encuentran condiciones a cumplir para respetar la invarianza modular de la
función de partición a un lazo. Por un lado, para un orbifolio ZN se pide

N(V 2 − v2) = 0 mod 2, (3.18)

y al incluir ĺıneas de Wilson se deben respetar

Nα(Aα · V ) = 0 mod 2, (3.19a)

Nα(A2
α) = 0 mod 2, (3.19b)

gcd(Nα, Nβ)(Aα ·Aβ) = 0 mod 2 (α 6= β), (3.19c)

donde Nα es el orden de la WL Aα, es decir, el entero tal que NαAα ∈ Λ (sin suma sobre α) y
gcd(Nα, Nβ) denota el máximo común divisor de Nα y Nβ.

3.3. Espectro de orbifolios heteróticos

El espectro de la cuerda heterótica es descrito por los modos de oscilación de cuerdas cerradas,
para encontrar el espectro no masivo comenzamos con las expresiones de las masas de modos

2En orbifolios asimétricos la acción del grupo de punto es distinta para modos derechos e izquierdos.



34 CAPÍTULO 3. GENERALIDADES DE ORBIFOLIOS HETERÓTICOS

izquierdos y derechos. En la norma del cono de luz los grados de libertad independientes son XM

y ΨM con M = 2, . . . , 9, por lo que escribimos, para los dos sectores de modos derechos

α′m2
R

4
=
∑
n>0

α̃M−nα̃
M
n +

∑
r>0

r∈Z+∆

rψ̃M−rψ̃
M
r −∆, (3.20)

donde ∆ = 0 para R y ∆ = 1/2 para NS. La constante −∆ se conoce como enerǵıa del punto cero
y resulta del ordenamiento normal de los osciladores. Vemos que se satisface mR = 0 para estados
ψM−1/2|0〉R, en el sector NS, que forman la representación vectorial 8v de SO(8) y son bosones en el

espacio-tiempo. En el sector R, los estados base ψM0 |0〉R forman la representación espinorial 8s de
SO(8) porque los osciladores cumplen el álgebra de Clifford{

i
√

2ψM0 , i
√

2ψN0

}
= 2ηMN . (3.21)

Conviene escribir ambos estados en la forma |q〉R, donde q es el peso de la representación corres-
pondiente de SO(8), entonces

|q〉R =

{
| ±1, 0, 0, 0〉R ∼ 8v, NS,

| ± 1
2 ,±

1
2 ,±

1
2 ,±

1
2〉R ∼ 8s, R,

(3.22)

donde se subraya el primer estado para representar la permutación de las entradas y la represen-
tación espinorial debe tener un número par de entradas con signos positivos. De esta manera la
ecuación (3.20) para estados no masivos se reduce a

α′m2
R

4
=

1

2
q2 − 1

2
. (3.23)

La expresión para la masa de los modos izquierdos incluye osciladores en las direcciones com-
pactificadas en el toro de 16 dimensiones, tendremos

α′m2
L

4
=

1

2
p2 +N − 1, donde N =

∑
n>0

(αM−nα
M
n + αI−nα

I
n), (3.24)

con N el operador de número, la contribución −1 es la enerǵıa del punto cero en la cuerda bosónica
y p ∈ Λ es el momento adimensional descrito en la sección 3.1. Los estados izquierdos no masivos
son de tipo αM−1|0〉L con M = 2, . . . , 9, αI−1|0〉L con I = 10, . . . , 25 y |p〉L con p2 = 2. Los últimos
corresponden a la parte izquierda de bosones de norma (y gauginos) de E8 × E8.

Al compactificar la teoŕıa en un orbifolio se puede separar el espectro en dos tipos o sectores: el
torcido y el no torcido. Las cuerdas en el sector no torcido son cerradas en el toro de 6 dimensiones,
por lo que cumplen la condición de frontera periódica

Z(τ, σ + 2π) = Z(τ, σ) + nαeα, nα ∈ Z. (3.25)
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En cambio, las cuerdas en el sector torcido son cerradas bajo la identificación de puntos debida a la
acción del orbifolio, esto es, luego de aplicar el generador ϑ. La condición de frontera para el sector
torcido es

Z(τ, σ + 2π) = ϑkZ(τ, σ) + nαeα, k ∈ Z, (3.26)

donde vemos, al comparar con la ecuación (3.10), que una cuerda en este sector está asociada a un
punto fijo del orbifolio. Podemos separar en N−1 sectores torcidos según el valor de k = 1, . . . , N−1,
el número de veces que se aplica el generador.

En general, se asocian estados en el espectro a elementos g ∈ S denominados constructores. Por
ejemplo, los estados no torcidos se asocian a g = (1, 0) y son de la forma

|q〉R ⊗ αx−1|p〉L (3.27)

para x = M = 2, . . . , 9 o x = I = 10, . . . , 25. En cambio, los estados asociados a un elemento
constructor g = (ϑk, nαeα), con k = 1, . . . , N − 1, pertenecen al sector torcido y se pueden expresar
como

|qsh〉R ⊗ α|psh〉L ≡ |q + vg〉R ⊗ α|p+ Vg〉L, (3.28)

donde definimos la torcedura y traslación locales como

vg = kv y Vg = kV + nαAα, (3.29)

respectivamente. Además, α en (3.28) denota un producto de osciladores de la forma αa−ηa (o
αā−1+ηa)3 en las direcciones complejas a = 1, 2, 3 (o sus conjugados ā = 1̄, 2̄, 3̄), con

ηa = kva mod 1, tal que 0 < ηa ≤ 1. (3.30)

Notemos que los estados que cumplen la condición de frontera

Z(τ, σ + 2π) = gZ(τ, σ), g ∈ S, (3.31)

definen un espacio de Hilbert Hg que debe ser compatible con la acción del orbifolio. Si tomamos
un elemento del centralizador Zg ≡ {h ∈ S|[g, h] = 0}, entonces debe cumplirse

(hZ)(τ, σ + 2π) = g(hZ)(τ, σ), para toda h ∈ Zg, (3.32)

es decir, el estado descrito por las coordenadas hZ pertenece al mismo espacio de Hilbert Hg, por
lo tanto, h debe actuar de forma trivial sobre estados en Hg

|qsh〉R ⊗ α|psh〉L
h−−−→ Φ|qsh〉R ⊗ α|psh〉L

!
= |qsh〉R ⊗ α|psh〉L, (3.33)

donde Φ es una fase que depende de g y h. Los estados que no satisfacen (3.33) para toda h ∈ Zg
deben ser proyectados fuera del espectro.

3Los modos de oscilación fraccionarios surgen de la condición de periodicidad (3.26), para el detalle se puede
consultar [54].
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3.3.1. Sector no torcido

Los estados se construyen respetando la condición de empatamiento de niveles mL = mR, que
en el sector no torcido implica usar las ecuaciones (3.23) y (3.24) para generar estados no masivos
mL = 0 = mR. Esto se satisface para q2 = 1 en los modos derechos y para p2 = 0, N = 1 o p2 = 2,
N = 0 en los modos izquierdos, sin embargo, falta considerar la proyección del orbifolio. Se puede
mostrar que la fase Φ (definida en (3.33)) adquirida por estados en el sector no torcido, tras la
acción de un h ∈ S, es

|q〉R ⊗ |p〉L : Φ = e2πi[p·Vh−q·vh],

|q〉R ⊗ αx−1|0〉L : Φ = e2πi[−q·vh+(δx,a−δx,ā)va,āh ],
(3.34)

para x = M o x = I como antes. El elemento constructor del sector no torcido es g = (1, 0),
cuyo centralizador es el grupo de espacio completo, de modo que este sector contiene los estados
no masivos que son invariantes bajo todos los elementos de S. Podemos resumir el contenido del
sector no torcido en:

El gravitón gµν , el dilatón ϕ y el tensor antisimétrico Bµν en 4 dimensiones (µ = 2, 3), junto
con sus supercompañeros, que corresponden a los estados

|q〉R ⊗ αν−1|0〉L, con q =

{
±(1, 0, 0, 0),

±(1
2 ,

1
2 ,

1
2 ,

1
2).

(3.35)

Los módulos geométricos, que son escalares en 4 dimensiones, vienen de los estados

|q〉R ⊗ αa,ā−1 |0〉L, con q · vh ∓ va,āh = 0 mod 1, (3.36)

para los ı́ndices en las direcciones compactas a = 1, 2, 3 (y sus conjugados ā = 1̄, 2̄, 3̄) con el
signo − (+) en la segunda ecuación y para toda h ∈ S. Estos estados son singuletes del grupo
de norma y surgen de las componentes compactificadas del gravitón y del tensor antisimétrico
en 10 dimensiones, junto con los supercompañeros.

Los 16 bosones de norma sin carga, y sus correspondientes gauginos, vienen de estados

|q〉R ⊗ αI−1|0〉L, (3.37)

con q como en la ecuación (3.35) e I = 10, . . . , 25. Estos estados están asociados a los gene-
radores de Cartan del grupo de norma en 4 dimensiones.

Los 480 bosones de norma cargados (más supercompañeros) de la forma

|q〉R ⊗ |p〉L, con p2 = 2, (3.38)
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donde deben cumplirse las condiciones q ·vh = 0 mod 1 y p ·Vh = 0 mod 1. Los pesos asociados
a osciladores derechos, q, que respetan esto son los de la ecuación (3.35) y la condición sobre
p, el momento de osciladores izquierdos, debe valer para todo h ∈ S con lo que se puede
reescribir como

p · V = 0 mod 1,

p ·Aα = 0 mod 1, α = 1, . . . , 6,
(3.39)

donde Aα son las ĺıneas de Wilson. Dichos estados transforman en la representación adjunta
del grupo de norma en 4 dimensiones y el que aparezcan estados con momento p que no
satisface las condiciones (3.39) implica el rompimiento la simetŕıa de norma.

Los llamados estados de materia cargada del sector no torcido, de la forma (3.38) y que
satisfacen la condición de invarianza más general

p · Vh − q · vh = 0 mod 1, (3.40)

para toda h ∈ S, donde los q son de la forma dada en la ecuación (3.22) con la primer entrada
igual a 0 en el sector NS y sin repetir las últimas tres entradas en el sector R. En otras
palabras, no se satisfacen q · vh = 0 mod 1 y p · Vh = 0 mod 1 por separado. En cada sector,
tres de estos pesos q corresponden a una part́ıcula y, los otros tres, a su conjugado bajo CP
(antipart́ıcula). En conjunto, estos estados forman supermultipletes quirales y transforman
de manera no trivial bajo el grupo de norma, según su momento p.

3.3.2. Sector torcido

En este punto cabe mencionar que el espectro de la cuerda heterótica compactificada en un
orbifolio debe tener necesariamente un sector torcido, debido a que el sector no torcido está incom-
pleto en el sentido de que presenta anomaĺıas. Al tener ambos sectores en la teoŕıa las anomaĺıas se
cancelan satisfactoriamente, esto no es coincidencia, se trata de una consecuencia de la invarianza
modular de la función de partición.

Los estados en el sector torcido están asociados a elementos constructores g que corresponden a
los puntos fijos del orbifolio. En general, se obtienen estados de materia no masivos. Las condiciones
para los modos de oscilación derechos e izquierdos son

α′m2
R

4
=

1

2
q2

sh −
1

2
+ δc

!
= 0

α′m2
L

4
=

1

2
p2

sh +N − 1 + δc
!

= 0,

(3.41)

donde δc parametriza el cambio en la enerǵıa del punto cero debido a la existencia de modos de
oscilación torcidos αa−ηa , αā−1+ηa . Dicho cambio tiene la expresión

δc =
1

2

∑
a

ηa(1− ηa), (3.42)
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con los números ηa definidos en (3.30). El operador de número (fraccionario) sobre estados torcidos
no masivos toma la forma

N =
3∑

a=1

ηa(Na
g +N∗āg ), (3.43)

donde Na
g y N∗āg son los operadores de número (enteros) que cuentan los osciladores en las direc-

ciones holomorfas a y antiholomorfas ā.

Bajo la acción de un elemento del centralizador h ∈ Zg, los estados en el sector torcido (de la
forma (3.28)) adquieren la fase

Φ = e2πi[psh·Vh−qsh·vh+(Ng−N∗g )·vh]Φvac, (3.44)

donde la fase del vaćıo, cuyo origen son las propiedades geométricas de las cuerdas en el sector
torcido, tiene la forma [57]

Φvac = e2πi[− 1
2

(Vg ·Vh−vg ·vh)]. (3.45)

3.3.3. Espectro del orbifolio Z3

Por completez, podemos resumir brevemente el espectro de la cuerda heterótica compactificada
en el orbifolio Z3, omitiendo las demostraciones. En este caso el toro de 6 dimensiones se genera
con la ret́ıcula de las ráıces de Γ = SU(3)3, el vector de torcedura que preserva supersimetŕıa con
N = 1 en 4 dimensiones es

v =

(
0,

1

3
,
1

3
,−2

3

)
, (3.46)

donde debemos leer al generador ϑ en (3.12) como una rotación por 2π/3 en cada plano complejo,
lo cual corresponde a cada una de las 3 subret́ıculas SU(3). El encaje del grupo de punto en los
grados de libertad de norma se elige al determinar el vector de traslación

V =

(
1

3
,
1

3
,
1

3
,
1

3
,
2

3
, 0, 0, 0

)(
2

3
, 0, 0, 0, 0, 0, 0, 0

)
, (3.47)

que respeta junto, con el vector de torcedura, la condición de invarianza modular (3.18).

En el sector no torcido tenemos al gravitón, el campo antisimétrico y el dilatón más sus super-
compañeros, como se describió en la sección anterior. También aparecen 9 módulos geométricos de
la forma (3.36) que cumplen la condición de invarianza bajo la acción del orbifolio. Los 16 bosones
de norma que corresponden a generadores de Cartan son invariantes, aśı que el rango del grupo de
norma es 16. Para obtener el rompimiento expĺıcito de E8×E8 se deben caracterizar los momentos
izquierdos p que cumplen (3.39), identificándolos con las ráıces de un grupo en particular. En au-
sencia de ĺıneas de Wilson, de los 240 + 240 momentos de E8×E8 sobreviven 72 en el primer factor
y 84 en el segundo. Al sumar los 8 + 8 generadores de Cartan, se obtienen las representaciones
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adjuntas 72 + 8→ 80 de SU(9) y la 84 + 8→ 91⊕ 1 de SO(14)×U(1). Con lo anterior se llega a
determinar el rompimiento

E8 × E8 −→ G4D = SU(9)× SO(14)×U(1) (3.48)

como resultado del encaje (3.47).
Para encontrar los estados de materia cargada se buscan los momentos izquierdos p y los pesos q

de osciladores derechos que satisfacen (3.40), de modo que se obtengan estados invariantes. Mediante
los momentos p y las ráıces de cada factor del grupo de norma es posible identificar la representación
a la que pertenece cada estado. La carga bajo la simetŕıa U(1) es q = t · p, donde se define

t =
(
08
) (
−18, 07

)
, (3.49)

con la potencia denotando el número de entradas iguales repetidas en el vector de 16 dimensiones.
Por esta razón se conoce a t como el generador de la U(1). En este orbifolio se encuentran estados
con momento p que forma las representaciones (84,1)0, (1,14)−18 y (1,64)9, donde las entradas en
negritas denotan las representaciones bajo los factores no abelianos del grupo de norma en 4 dimen-
siones (ecuación (3.48) en ese orden) y el sub́ındice es la carga bajo el factor abeliano. Siguiendo
las observaciones de la sección anterior, cada estado izquierdo con momento p se une a 6 posibles
estados derechos con pesos q, donde la mitad se asocian a part́ıculas y la otra a sus antipart́ıculas.
Recordando que escalares y fermiones se combinan para formar un solo supermultiplete, vemos que
la multiplicidad de los estados de materia cargada en el sector no torcido es 3.

El sector torcido se caracteriza por los 27 puntos fijos del orbifolio Z3, que se encuentran al contar
3 puntos fijos de cada factor correspondiente a un toro en 2 dimensiones con las identificaciones de
puntos del orbifolio, ya que el grupo de punto actúa como una rotación en cada plano complejo.
Se puede separar el espectro en dos sectores torcidos asociados a los elementos g = (ϑ, 0) y (ϑ2, 0),
revisemos el primero de ellos. Recordemos que los estados se identifican mediante el peso qsh = q+vg
y el momento psh = p + Vg, trasladados localmente, donde vg = v y Vg = V en este sector. Sin
ĺıneas de Wilson, la traslación y torcedura locales son las mismas para todos los puntos fijos, por
lo tanto, el espectro en cada uno de ellos es el mismo. Esto resulta en 27 copias del espectro en el
origen, que es uno de los puntos fijos.

Las condiciones (3.41) sobre estados no masivos resultan en

q2
sh = (q + v)2 !

= 1− 2δc =
1

3
,

p2
sh = (p+ V )2 !

= 2− 2N − 2δc =
4

3
− 2N,

(3.50)

donde se usó (3.42) para calcular δc = 1/3. Nótese que como V 2 = 4/3 y N no es negativo, la
segunda ecuación solamente tiene solución para N = 0. Es posible encontrar 2 pesos y 9 momentos
trasladados que son solución de las ecuaciones anteriores, los cuales se presentan en la tabla 3.1.
Con dichas soluciones se forma la representación (9,1)−12 con quiralidad derecha y en la notación
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qsh:
(

0, 1
3 ,

1
3 ,

1
3

)
(

1
2 ,−

1
6 ,−

1
6 ,−

1
6

) psh:
(
−2

3 ,
1
3

3
,−1

3 , 0
3
)(

2
3 , 0

7
)

(
1
3

4
, 2

3 , 03
)(

2
3 , 0

7
)

(
−1

6

4
, 1

6 ,
1
2

2
,−1

2

)(
2
3 , 0

7
)

(
−1

6

4
, 1

6 , −
1
2

3
)(

2
3 , 0

7
)

Tabla 3.1: Pesos y momentos trasladados en el primer sector torcido del orbifolio Z3 que satisfacen las
condiciones para estados no masivos. Las entradas se subrayan para denotar la permutación de esos elementos.

ya mencionada. Resulta que en el segundo sector torcido, asociado a g = (ϑ2, 0), los pesos y
momentos son los del primer sector con signo contrario. Esto caracteriza a los estados conjugados
en la representación (9̄,1)12 y con quiralidad derecha.

Los estados en ambos sectores torcidos se combinan en supermultipletes de SUSY, ya que aśı
completan estados con quiralidad izquierda y derecha. Es agradable que todos los estados que
cumplen (3.41) son invariantes bajo la acción del orbifolio, lo cual es un resultado general para los
sectores asociados a g = (ϑ, 0) y (ϑN−1, 0) de orbifolios ZN . De esta forma, el espectro de estados
no masivos del orbifolio Z3 con encaje (3.47), omitiendo el multiplete de gravedad, los módulos y
bosones de norma, es el de la tabla 3.2.

Vale la pena mencionar cómo se modifican estos resultados si se incluyen ĺıneas de Wilson, por
ejemplo, se pueden hacer

A1 =

(
0, 0, 0, 0, 0, 0, 0,

2

3

)(
0,

1

3
,
1

3
, 0, 0, 0, 0, 0

)
,
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,
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3
,
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,
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3
, 0,
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3
,
1
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)(
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3
,
1

3
, 0, 0, 0, 0, 0, 0

)
,

(3.51)

respetando la invarianza modular, es decir, las ecuaciones (3.19). Hay que tomar en cuenta que
en orbifolios Z3 se cumple Aα = Aα+1 para α = 1, 3, 5. En el espectro, solamente los estados con
momento izquierdo p no trivial sentirán la presencia de las WL, entonces el gravitón, el dilatón,

# irrep

3 (84,1)0

3 (1,14)−18

3 (1,64)9

27 (9̄,1)12

Tabla 3.2: Espectro de estados de materia (salvo módulos) del orbifolio Z3 con encaje (3.47) y sin ĺıneas de
Wilson. La primer columna es la multiplicidad de cada estado.
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el campo antisimétrico y los módulos geométricos no se verán modificados. Los bosones cargados,
en cambio, deben cumplir ambas ecuaciones en (3.39) lo cual disminuye el número de estados
invariantes y da un rompimiento del grupo de norma distinto. En este caso, solamente habrá 8
momentos p invariantes en el primer factor E8 y 40 en el segundo, junto con los 16 generadores de
Cartan, se encuentra la forma del rompimiento

G4D −→ G′4D = SU(3)× SU(2)×
[
U(1)5 × SO(10)×U(1)3

]
, (3.52)

donde G4D se definió en (3.48). A primera vista, este modelo es un buen candidato para describir
la f́ısica a bajas enerǵıas, ya que contiene los factores necesarios para formar el grupo de norma del
modelo estándar. No obstante, hace falta revisar otros aspectos fenomenológicos como el obtener
los valores adecuados de los acoplamientos de Yukawa, el decaimiento del protón y la generación
de masa de los neutrinos.

Por último, cabe aclarar que el espectro de materia también se ve modificado al requerir que se
satisfagan las condiciones de invarianza modular. Ahora está involucrada la estructura del grupo
de espacio, por ejemplo, el centralizador de g = (1, 0) se genera no sólo con (ϑ, 0), también están
los elementos (1, eα) con α = 1, . . . , 6. Como resultado, los momentos p y psh deben satisfacer
condiciones más restrictivas. En el sector torcido, ya no habrá una degeneración de estados debida a
los puntos fijos, más bien, cada uno de ellos genera contenido diferente según el elemento constructor
al que se asocian.
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Caṕıtulo 4

Acoplamientos en orbifolios
heteróticos con Z′

En este caṕıtulo se presentan los resultados del trabajo publicado en nuestro art́ıculo [15], en
colaboración con Yessenia Olgúın Trejo, Ricardo Pérez Mart́ınez y Saúl Noé Ramos Sánchez. Se
realizó una búsqueda de modelos, provenientes de la compactificación de la cuerda heterótica, que
son buenos candidatos a extensiones tipo U(1)′ del SM y MSSM a bajas enerǵıas. Estos modelos,
como se mencionó en el caṕıtulo 2, son relevantes fenomenológicamente, por ejemplo, pueden usarse
para la f́ısica de neutrinos y materia oscura, podŕıan dar una explicación a la anomaĺıa1 gµ − 2 o
estabilizar el potencial del Higgs. Con esta motivación, buscamos observar el acoplamiento de norma
de la U(1)′ a bajas enerǵıas en modelos viables, nuestra búsqueda tiene dos fases principales.

Primero se generó una lista de modelos cuyo grupo de norma contiene, de forma genérica,
varios factores abelianos y presentan exóticos de tipo vectorial respecto al grupo de norma del SM.
Pensando en un escenario en el que el rompimiento del grupo de la compactificación puede llevarse a
cabo, desacoplando los exóticos vectoriales y dejando un grupo de norma efectivo Geff = GSM×U(1)′,
analizamos el posible valor del acoplamiento de norma de la U(1)′ a bajas enerǵıas, donde podŕıan
observarse sus efectos.

Suponiendo que ocurre un rompimiento espontáneo de la simetŕıa abeliana extra a una es-
cala umbral ΛZ′ = 2 TeV (ver sección 2.3) y que la supersimetŕıa se rompe en ΛSUSY ≥ ΛZ′ ,
caracterizamos la evolución de los acoplamientos de norma mediante las ecuaciones del grupo de
renormalización (RGE) a un lazo. El orden de esta aproximación es consistente dado que existen
correcciones de umbral que no tomamos en cuenta. Al restringir nuestros vaćıos efectivos bajo la
condición de la unificación de los acoplamientos de norma, observamos que en orbifolios heteróti-
cos existen rangos permitidos para los valores del acoplamiento de la U(1)′ a la escala de TeV, el
acoplamiento unificado y la misma escala de unificación.

1Una discrepancia entre el valor del momento magnético del muón en el SM y su medición.
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Orbifolio Condiciones sobre las ĺıneas de Wilson

Z8–I (1,1) 2A1 ≈ 2A5 ≈ 0; A1 ≈ A2 ≈ A3 ≈ A4; A5 ≈ A6

Z8–I (2,1) 2A1 ≈ 2A5 ≈ 0; A1 ≈ A2 ≈ A3 ≈ A4; A5 ≈ A6

Z8–I (3,1) 4A1 ≈ 0; A1 ≈ A2 ≈ A3 ≈ A4 ≈ A5 ≈ A6

Z8–II (1,1) 2A1 ≈ 2A5 ≈ 2A6 ≈ 0; A1 ≈ A2 ≈ A3 ≈ A4

Z8–II (2,1) 4A1 ≈ 2A6 ≈ 0; A1 ≈ A2 ≈ A3 ≈ A4 ≈ A5

Tabla 4.1: Orden y relaciones entre las WL de orbifolios Z8 según la geometŕıa de la compactificación.
Aα ≈ Aβ denota equivalencia salvo una traslación en la ret́ıcula de ráıces de E8 × E8.

4.1. Modelos fenomenológicamente viables

Para nuestro escenario consideramos la compactificación de la cuerda heterótica, con grupo
de norma E8 × E8, en un orbifolio toroidal Z8 que preserva supersimetŕıa con N = 1 en cuatro
dimensiones. Esta elección se debe a que dicho orbifolio presenta la mayor cantidad de modelos
que contienen al MSSM hallados en búsquedas anteriores [26], esto garantiza que tomaremos una
buena cantidad de modelos con fenomenoloǵıa prometedora. Usamos la notación Z8–I y Z8–II para
referirnos a los dos grupos de punto posibles para el orbifolio dada la existencia de dos vectores
de torcedura válidos vI = 1

8(1, 2,−3) y vII = 1
8(1, 3,−4), respectivamente. Entre los dos grupos de

punto hay 5 geometŕıas del toro T6 inequivalentes (en [25] se pueden consultar los detalles) que
denotamos por Z8–I (i, 1) para i = 1, 2, 3 y Z8–II (j, 1) para j = 1, 2 siguiendo a [56].

Tal como se discutió con detalle en el caṕıtulo anterior, se requiere de un encaje de la acción del
orbifolio en los grados de libertad de norma, que está dado por el vector de traslación V y las ĺıneas
de Wilson Aα, α = 1, . . . , 6. Junto con el vector de torcedura, deben satisfacerse las condiciones de
invarianza modular (3.18) y (3.19) con N = 8; además, la acción del orbifolio determina el orden
de cada WL y las relaciones entre ellas. Para orbifolios Z8 se presentan estas restricciones en la
tabla 4.1.

Dadas los condiciones descritas arriba es posible calcular el espectro de estados no masivos de
cuerdas, lo cual se ha automatizado en el programa orbifolder [58]. Con dicha herramienta se
encuentran los modelos consistentes, se calculan los espectros correspondientes y se identifican mo-
delos fenomenológicamente viables. Por un lado, el grupo de norma a la escala de la compactificación
en estos modelos es

G4D = GSM ×
[
U(1)′

]n × Ghidden, (4.1)

donde Ghidden es un grupo de norma no abeliano (suele consistir en factores SU(M)) que se considera
oculto debido a que la mayoŕıa de los campos del MSSM no están cargados bajo él. En (4.1)
n ≤ 10 según el modelo y a lo más uno de los factores abelianos es (pseudo-)anómalo, es decir, hay
contribuciones a diagramas de triángulo que parecen ser un problema. Esto se resuelve porque la
teoŕıa presenta las contribuciones adecuadas para cancelar las anomaĺıas, lo cual se hace evidente
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Orbifolio # modelos vaćıos
tipo MSSM efectivos

Z8–I (1,1) 268 1,362

Z8–I (2,1) 246 1,097

Z8–I (3,1) 389 1,989

Orbifolio # modelos vaćıos
tipo MSSM efectivos

Z8–II (1,1) 2,023 10,023

Z8–II (2,1) 505 2,813

Tabla 4.2: Número de modelos no equivalentes tipo MSSM encontrados en [26] para cada geometŕıa del
orbifolio Z8 de la cuerda heterótica. En la tercera y sexta columnas se lee, en cada caso, el número de vaćıos
efectivos con propiedades tipo MSSM y grupo de norma Geff = GSM ×U(1)′.

mediante el mecanismo de Green-Schwarz. En GSM = SU(3)c × SU(2)L ×U(1)Y el grupo de norma
abeliano asociado a la hipercarga no es anómalo.

El espectro no masivo de las compactificaciones incluye el del MSSM, además de exóticos vec-
toriales respecto a GSM. Resulta importante que en todos los modelos existe un buen número de
singuletes del SM, estos, adquieren un VEV de orden O(0.1) (en unidades de Planck) generando
masas grandes para los exóticos tipo vector y para ellos mismos. De esta forma, los campos de
materia extra se desacoplan de la teoŕıa efectiva a bajas enerǵıas. A la vez, estos singuletes están
cargados bajo el factor [U(1)′]n del grupo de norma, lo que permite su rompimiento.

Respecto al grupo de norma a bajas enerǵıas, siempre se puede encontrar una configuración de
los VEV de los singuletes del SM de forma que se conserve la supersimetŕıa y se obtenga el grupo
de norma efectivo

Geff = GSM ×U(1)′ ⊂ G4D, (4.2)

tras el rompimiento espontáneo. Nótese que dejamos de lado el sector de norma oculto Ghidden. El
grupo U(1)′ puede ser alguno de los factores U(1)′α, α = 1, . . . , n, en (4.1) o una combinación lineal
de ellos. En este trabajo, nos restringimos a que sea alguno de los factores sin anomaĺıa originales
U(1)′α por razones prácticas. De esta forma hallamos 17,284 vaćıos efectivos, en la tabla 4.2 se
presenta el número de ellos para cada geometŕıa del orbifolio Z8, los vectores de traslación y ĺıneas
de Wilson de cada modelo pueden consultarse en [59].

Como se mencionó al final del caṕıtulo anterior, las cargas de los estados bajo las simetŕıas
abelianas están dadas por qα = tα · p con p ∈ Λ, la ret́ıcula de ráıces de E8 × E8. Los tα son los
generadores de las U(1)′α, ya que los bosones de norma de estas simetŕıas se pueden descomponer
como

Tα =

16∑
I=1

tIαHI , α = 1, . . . , n, (4.3)

donde los HI son los generadores de Cartan de E8 × E8. Adaptamos la normalización k|tα|2 = 1
para las U(1)′ (|t1|2 = 5/6 para la hipercarga) y todas las álgebras asociadas al grupo de norma
tienen nivel de Kac-Moody k = 2. En este caso, la función cinética de norma a nivel de árbol es
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fα = S, donde S es la componente escalar del (axio-)dilatón. En consecuencia, el acoplamiento de
norma a nivel de árbol cumple g−2

s = 〈ReS〉 a la escala de la cuerda (heterótica) Mstr ≈ 1017 GeV.
Una caracteŕıstica de los modelos con varios factores de norma abelianos es la posible mezcla

cinética, lo cual se describió en el caṕıtulo 2. En el caso de los orbifolios heteróticos, se encuentra
que para modelos con caracteŕısticas viables la mezcla cinética es del orden de 10−4−10−2 [60], con
lo cual su efecto no es relevante para nuestro análisis. Antes de seguir, también hay que mencionar
que de manera general el espectro del MSSM y los exóticos de nuestros modelos están cargados
bajo la U(1)′. De ah́ı que los exóticos vectoriales respecto a Geff se desacoplan de la teoŕıa a
bajas enerǵıas, esto permite interacciones entre campos del SM y los exóticos, lo cual resulta en
nueva fenomenoloǵıa. En particular, esto modifica la evolución de los acoplamientos mediante las
ecuaciones del grupo de renormalización, como veremos a continuación.

4.2. Acoplamientos de U(1)′ con cuerdas

Para estudiar el valor del acoplamiento de las U(1)′ en nuestros modelos imponemos la unifi-
cación de los acoplamientos de norma a cierta escala y partimos de los valores para el SM a bajas
enerǵıas. Esto se debe a que, a pesar de que conocemos el acoplamiento g−2

s = 〈ReS〉 a la escala
Mstr, por debajo de ella los acoplamientos adquieren contribuciones diferentes de los demás módu-
los. La estabilización de estos campos también es un desaf́ıo [61, 62], por lo que no es práctico el
calcular los valores de los acoplamientos en la teoŕıa efectiva.

Comenzamos, entonces, con los valores de los acoplamientos de norma a la escala de la masa del
bosón Z, mZ = 91.18 GeV, ya mencionados en (1.35) y obtenemos sus valores a enerǵıas mayores
mediante las RGE. Como se ha adelantado en los caṕıtulos 1 y 2, debemos aplicar restricciones
a dicha evolución para hacerla consistente con las observaciones. Por un lado, el umbral para un
bosón Z ′ es elegido en ΛZ′ = 2 TeV, aśı que por debajo de esa escala solo el contenido de campos
del SM afecta las ecuaciones. Por arriba de dicha escala aparecen los exóticos y es relevante la
evolución del acoplamiento de la simetŕıa abeliana extra.

Además, nuestros vaćıos efectivos presentan SUSY con N = 1 que debe romperse a una escala
compatible con las observaciones. Elegimos tres distintas escalas de rompimiento de supersimetŕıa,
primero ΛSUSY = ΛZ′ cubre el caso en el que se puede observar SUSY a las enerǵıas que llegan
los colisionadores. Como se mencionó en la sección 1.2, la f́ısica del Higgs podŕıa estar relacionada
con una escala del orden de ΛSUSY = 1012 GeV, y por último, puede ser importante el caso con
rompimiento a la escala de cuerdas ΛSUSY = 1017 GeV. Esto define tres escenarios para cada
modelo, tales que por arriba de ΛSUSY el espectro del SM se complementa con el del MSSM y los
exóticos adquieren supercompañeros.

En la figura 4.1 se describe con detalle el escenario planteado. Esperamos la unificación de
los acoplamientos a cierta escala MGUT y denotamos la intensidad del acoplamiento unificado
por αGUT. De las ecuaciones del grupo de renormalización a un lazo obtenemos la evolución de
los acoplamientos del SM, αi con i = 1, 2, 3. Comenzando a una enerǵıa igual a la masa del Z,
calculamos la evolución hacia enerǵıas mayores hasta encontrar la escala de unificación, si es que
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Figura 4.1: Esquema de nuestro método para determinar la intensidad de acoplamiento α4, la escala de
unificación MGUT y el valor del acoplamiento unificado αGUT. Tomamos ΛZ′ = 2 TeV y los tres casos
ΛSUSY = ΛZ′ , 1012 GeV y 1017 GeV con Mstr ≈ 1017 GeV. Se representa el caso ΛZ′ < ΛSUSY < MGUT.

existe en el modelo. Luego, calculamos cómo cambia el acoplamiento de la U(1)′, que nombramos
α4, desde MGUT hacia enerǵıas menores hasta llegar a la escala de rompimiento ΛZ′ . Por arriba
de ΛSUSY tenemos supermultipletes completos en el espectro, sin embargo al cruzar dicho umbral
varios campos se desacoplan. Sin entrar en detalles sobre el rompimiento de SUSY, postulamos
que por debajo de ΛSUSY nuestros modelos mantienen las representaciones fermiónicas y escalares
del SM, mientras que los exóticos consisten en su mayoŕıa de fermiones, a excepción de un único
escalar. Dicho campo escalar es un singulete del SM y, en un escenario mı́nimo, rompe la simetŕıa
U(1)′ al adquirir un VEV.

Entre la escala de cuerdas Mstr y la de unificación de los acoplamientos MGUT los exóticos
vectoriales adquieren masas a la vez que el grupo de norma G4D se rompe en Geff. Esto puede
ocurrir en varias escalas intermedias en las que esperamos también los efectos del mecanismo de
Green-Schwarz y la estabilización de los módulos. Suponemos que estas correcciones de umbral
provenientes de cuerdas no evitan la unificación de los acoplamientos, aunque śı provocan una
diferencia entre el valor de αGUT y el acoplamiento αstr = g2

s/4π según el modelo.

4.2.1. Resultados de la búsqueda

Al calcular los coeficientes de las funciones beta para los acoplamientos de norma —las cons-
tantes bi en la ecuación (1.46)— encontramos que una fracción de ellos presentan espectros de
part́ıculas que no están cargadas bajo la U(1)′, es decir, b4 = 0. En detalle, 3.5 % de los vaćıos
efectivos en la tabla 4.2 tienen (b1, b2, b3, b4) = (33/5, 1,−3, 0), esto es, presentan el espectro del
MSSM (cf. con (1.47)) por arriba de ΛSUSY. Además, el 1.3 % de los vaćıos tienen b4 = 0 a pesar
de presentar exóticos, es decir, bi 6= bMSSM

i . En ambos casos el acoplamiento del bosón Z ′ con la
materia observable está suprimido, razón por la cual no consideramos estos modelos en el análisis.
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Orbifolio
Vaćıos

MSSM

Vaćıos efectivos de interés

ΛSUSY = ΛZ′ ΛSUSY = 1012 GeV ΛSUSY = 1017 GeV

α1 = α2 unificados α1 = α2 unificados α1 = α2 unificados

Z8–I (1,1) 58 681 2 1,218 8 1,253 20

Z8–I (2,1) 116 421 0 940 2 958 3

Z8–I (3,1) 76 1,101 8 1,792 7 1,844 20

Z8–II (1,1) 245 6,476 60 8,970 181 9,245 114

Z8–II (2,1) 111 1,929 7 2,567 71 2,631 51

totales 606 10,608 77 15,487 269 15,931 208

Tabla 4.3: Número de vaćıos efectivos que contienen el espectro del MSSM (tipo MSSM) y surgen de orbifolios
heteróticos Z8 con simetŕıas U(1)′ y unificación de los acoplamientos de norma. Para cada geometŕıa del
orbofolio, la segunda columna muestra el número de vaćıos donde la evolución de las RGE es exactamente
la del MSSM, es decir, con bi = bMSSM

i ∈ {33/5, 1,−3, 0}. Descartando estos modelos, al igual que otros que
son inconsistentes, se encuentra el número de vaćıos dado en las siguientes columnas con unificación parcial
(α1 = α2) y total de los acoplamientos de norma (αGUT = αi) para cada elección de ΛSUSY.

A pesar de esto, dichos escenarios pueden ser relevantes y sus consecuencias fenomenológicas han
sido consideradas (por ejemplo en [63,64]).

Usamos la solución de las RGE (ecuación (1.32)) para encontrar la evolución de los acopla-
mientos, sobre la cual debemos imponer constricciones que evitan modelos con inconsistencias. En
primer lugar, la escala de unificación no puede ser MGUT < mZ o MGUT > Mstr, el primer caso
está excluido por las observaciones y el segundo no aplica porque los vaćıos efectivos son válidos
debajo de la escala Mstr. En segundo lugar, descartamos modelos en los cuales los acoplamientos
αi = g2

i /4π adquieren valores negativos y en los que superan el ĺımite perturbativo αi > 1 a cierta
escala, ya que provienen de la teoŕıa de cuerdas débilmente acoplada.

Obtuvimos los vaćıos efectivos de interés, es decir, aquellos con acoplamientos de norma uni-
ficados en dos pasos. Primero caracterizamos los modelos con unificación SU(2)L − U(1), esto es,
aquellos con α1 = α2. Luego, imponemos la condición αGUT ≡ α1 = α2 ≈ α3, lo cual define la escala
MGUT y donde permitimos una desviación pequeña |α−1

GUT − α
−1
3 (MGUT)| < 0.26. Esta diferencia

corresponde al intervalo de 3σ alrededor de la medición del acoplamiento fuerte α3(mZ), donde σ
es la desviación estándar. En la tabla 4.3 se presentan el número de modelos encontrados en cada
paso para las tres opciones de escala ΛSUSY. Debe notarse que el número de vaćıos efectivos que
cumplen todas las restricciones es reducido, del orden de cientos para todos los orbifolios Z8. Los
detalles de estos vaćıos efectivos pueden consultarse en [65].

Cabe mencionar que el número de vaćıos encontrados y filtrados con las condiciones que im-
ponemos vaŕıa según la geometŕıa del orbifolio Z8 que se analice. Por ejemplo, en el caso del Z8–I
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(1,1) con ΛSUSY = 2 TeV encontramos 1,362 vaćıos efectivos. De estos, 205 presentan una escala de
unificación MGUT fuera del intervalo admisible, en 321 se obtienen valores negativos para alguno de
los acoplamientos αi y en 89 vaćıos se supera el ĺımite perturbativo (αi > 1) para algún acoplamien-
to. En la tabla 4.3 vemos que, tras descartar esos vaćıos, nos quedamos con 681 donde es posible
analizar la unificación parcial α1 = α2, no obstante, solamente 2 de ellos presentan unificación de
los tres acoplamientos del SM según nuestro criterio.

En la figura 4.2 se presentan los resultados para modelos con unificación SU(2)L − U(1). Las
gráficas en la columna de la izquierda muestran la frecuencia con la que aparecen modelos con
acoplamiento α4 (se grafica el inverso α−1

4 en el eje vertical) a la escala ΛZ′ = 2 TeV y con α1 = α2

a la enerǵıa denotada por MGUT. En estas gráficas el tamaño y color de la burbuja, centrada en
cada combinación de valores, representa la frecuencia de modelos. Las burbujas pequeñas en color
morado corresponden a lo más a 6 modelos, mientras que las rojas están centradas en la combinación
más frecuente. En la columna derecha se grafica el inverso del acoplamiento unificado α−1

GUT contra
MGUT, en este caso las burbujas moradas corresponden a menos de 50 vaćıos con esos valores.

Antes de restringir los vaćıos con la última condición podemos hacer algunas observaciones
sobre los rangos de valores obtenidos y la regularidad de las gráficas de frecuencia. Sin importar
la escala de rompimiento de SUSY, encontramos que los vaćıos efectivos provenientes de orbifolios
Z8 restringen el valor del acoplamiento de la simetŕıa U(1)′ a bajas enerǵıas. De manera robusta
obtenemos valores de la intensidad del acoplamiento en 20 < α−1

4 (2 TeV) < 80, lo cual corresponde
a 0.4 < g4(2 TeV) < 0.8. Esperamos que este ĺımite, o uno similar, sea válido también para
otros modelos de la cuerda heterótica con propiedades semi-realistas. Este rango de valores para
el acoplamiento g4 es el resultado principal del trabajo, debe notarse que el intervalo se refina
levemente al restringir los modelos a unificación completa.

El valor más común de α−1
4 (2 TeV) fue de α−1

4 ∼ 30 para rompimiento de supersimetŕıa a
bajas enerǵıas, y de α−1

4 ∼ 60 para rompimiento a enerǵıa intermedia y alta. De las gráficas de
frecuencia podemos ver otros ĺımites generales, a saber, α−1

GUT < 30 para rompimiento de SUSY
a bajas enerǵıas, mientras que α−1

GUT < 45 para las otras escalas. En los tres casos se obtiene
MGUT > 108 GeV. Podemos calcular promedios para resumir la distribución de los valores, aunque
quizá ningún modelo tenga como acoplamiento o escala de unificación tal valor. Para rompimiento

de SUSY a bajas enerǵıas MGUT ≈ 1016 GeV y α−1
GUT ≈ 13, y en los otros dos casos MGUT ≈

1015 GeV y α−1
GUT ≈ 30. Estas observaciones no son definitivas pues la mayoŕıa de los modelos

resultan ser descartados, una medida de esto se obtiene al calcular el promedio de las diferencias
∆ ≡ |αGUT − α3(MGUT)| que es de ∆ ≈ αGUT para rompimiento de SUSY a bajas enerǵıas y de
∆ ≈ 1

3αGUT para ΛSUSY intermedia y alta.

Al observar las gráficas en 4.2 salta a la vista que varios vaćıos efectivos se acomodan en ĺıneas
verticales o diagonales. Para el caso con ΛSUSY = ΛZ′ las soluciones de las RGE a un lazo (1.32)
implican que

ln
MGUT

ΛZ′
= 2π

α−1
1 (ΛZ′)− α−1

2 (ΛZ′)

b1 − b2
,
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Figura 4.2: Gráficas de frecuencia de vaćıos efectivos con determinados valores de MGUT contra α−1
4 (ΛZ′)

(columna de la izquierda) o contra α−1
GUT (columna de la derecha) para las tres elecciones de escala ΛSUSY

y con unificación parcial de los acoplamientos de norma αGUT ≡ α1 = α2 6= α3. El número de vaćıos se
representa por el radio y color de la burbuja centrada en cada combinación de valores.
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donde solo MGUT y b1 − b2 dependen del modelo. Por esta razón, los vaćıos efectivos con el mismo
valor de la diferencia b1− b2 tendrán la misma escala de unificación, formando las ĺıneas verticales.
Aún más, como los bi son siempre números racionales sus diferencias generan valores de MGUT

tales que las ĺıneas están separadas y se pueden distinguir en las gráficas. Por otro lado, las ĺıneas
diagonales se explican con la ecuación

α−1
GUT = α−1

2 (MGUT) = α−1
2 (ΛZ′)−

b2
2π

ln
MGUT

ΛZ′
,

que se obtiene de la evolución de la intensidad de acoplamiento α2. Diferentes vaćıos con el mismo
valor de b2 están en la misma ĺınea diagonal en la gráfica de MGUT contra α−1

GUT.
En la figura 4.3 se presentan, finalmente, las gráficas de frecuencia de los valores de MGUT

contra α−1
4 (2 TeV) y α−1

GUT de los vaćıos del orbifolio Z8 que presentan unificación de los aco-
plamientos de norma. Las primeras dos gráficas corresponden al rompimiento de SUSY a ba-
jas enerǵıas, en cuyo caso el acoplamiento de la U(1)′ queda restringido a 25 ≤ α−1

4 (2 TeV) ≤
60, o bien 0.46 ≤ g4(2 TeV) ≤ 0.7. Solamente obtuvimos tres escalas de unificación MGUT ∈
{1012 GeV, 6.6× 1013 GeV, 4.1× 1016 GeV} y el acoplamiento unificado toma unos cuantos valores
entre 5.6 ≤ α−1

GUT ≤ 21.4. El valor más común g4 ≈ 0.6 se acerca por debajo al del acoplamiento de
SU(2)L. La mayoŕıa de los vaćıos adquieren la escala de unificación más alta, esto es, 62 de los 77
totales. A esa escala, el valor αGUT ≈ 1/21 es el que más se repite y es cercano al que suele usarse
en teoŕıas de gran unificación αGUT ≈ 1/25.

Cabe mencionar que el ĺımite de perturbatividad que usamos, αi < 1, podŕıa sustituirse por la
condición más restrictiva gi < 1. En el caso de rompimiento de SUSY a bajas enerǵıas, esto resulta
en la exclusión de vaćıos con α−1

GUT . 11. Tal ĺımite descarta la escala de unificación más baja para
este caso MGUT = 1012 GeV.

Para rompimiento de SUSY a escala intermedia hay una mayor variedad de valores ocupados
por los vaćıos efectivos. Aún aśı el acoplamiento de la simetŕıa abeliana extra está restringido, en
este caso, a 38 < α−1

4 (2 TeV) ≤ 64 que resulta en 0.44 ≤ g4(2 TeV) < 0.6. La escala de unificación
toma unos cuantos valores entre 4.3 × 1011 GeV ≤ MGUT ≤ 1016 GeV, con acoplamientos a esas
enerǵıas en el intervalo 17 < α−1

GUT < 36. La distribución de valores es más uniforme, por lo que

el valor promedio g4(2 TeV) ≈ 0.5 puede ser representativo. La mayoŕıa de los vaćıos caen en
MGUT ≈ 4.3× 1011 GeV con αGUT ≈ 1/33. Una observación interesante es que a mayor escala de
rompimiento de SUSY, los valores de la escala de unificación más comunes tienden a ser menores.

Es notable que el escenario con rompimiento de supersimetŕıa a la escala de cuerdas ΛSUSY =
Mstr arroja resultados similares, casi idénticos, en nuestra aproximación a los de vaćıos con rom-
pimiento de SUSY a escala intermedia. En particular, el rango de valores para α−1

4 (2 TeV) es el
mismo, salvo un único vaćıo efectivo que podŕıamos ignorar. Con esto vemos que, de nuevo, se ob-
tiene el valor promedio g4(2 TeV) ≈ 0.5. Salta a la vista que en las gráficas de frecuencia de MGUT

contra α−1
GUT aparece la misma burbuja roja acompañada de otras más pequeñas alrededor. Esto

sugiere que la mayoŕıa de los modelos tienen los mismos valores de dicha escala y acoplamiento, lo
cual es confirmado con la lista de datos.
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Figura 4.3: Gráficas de frecuencia de vaćıos efectivos con determinados valores de MGUT contra α−1
4 (ΛZ′)

(columna de la izquierda) o contra α−1
GUT (columna de la derecha) para las tres elecciones de escala ΛSUSY

y con unificación total de los acoplamientos de norma αGUT ≡ α1 = α2 ≈ α3. El número de vaćıos se
representa por el radio y color de la burbuja centrada en cada combinación de valores.
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4.3. Estabilidad del vaćıo de Higgs con Z′

En esta sección se investiga la posibilidad de estabilizar el potencial del Higgs en uno de nuestros
vaćıos efectivos con unificación de los acoplamientos de norma. La razón para tener esta expectativa
es el escenario que se describe en [14], donde se consideran extensiones de U(1)′ al SM con exóticos
fermiones y escalares que son singuletes del grupo de norma del SM. En dicho estudio encuentran
que, si se respetan algunas constricciones sobre las cargas bajo la nueva simetŕıa, se garantiza que
el acoplamiento cuártico del Higgs será positivo a toda escala de enerǵıa.

Podemos describir de forma cualitativa el efecto que tiene la nueva simetŕıa y part́ıculas exóticas
en las RGE, de forma que se estabiliza el potencial de Higgs. La nueva contribución a la ecuación
del acoplamiento cuártico del Higgs (1.36) a un lazo tiene la forma

∆β(λ) ∝ g2
4Q
′2
φ + cg4

4Q
′4
φ , (4.4)

donde Q′φ es la carga del Higgs bajo la U(1)′. Por otro lado, la función beta del Yukawa del top
—que se puede leer de (1.39)— recibe la contribución

∆β(ht) ∝ −g2
4(Q′2q +Q′2t )ht, (4.5)

donde Q′q y Q′t denotan las cargas U(1)′ de quarks izquierdos y del top, respectivamente. En ambas
ecuaciones las constantes de proporcionalidad (c y las impĺıcitas) son positivas a la escala de la
masa del quark top. Los términos (4.4) tienen el efecto de aumentar el valor de λ, mientras que
(4.5) disminuye el de ht. Ambas modificaciones contrarrestan la acción del acoplamiento de Yukawa
del top, discutida en la sección 1.1.4 con la ecuación (1.42), logrando que λ > 0 a toda escala al
respetar ciertas condiciones sobre las cargas bajo la simetŕıa abeliana extra.

El análisis hecho en [14] inspira a buscar en nuestros modelos, tras considerar las restricciones
en las cargas probamos con un vaćıo efectivo asociado al orbifolio Z8–II (2,1) cuyo encaje en el
grupo de norma está definido por el vector de desplazamiento V y las ĺıneas de Wilson Aα, dados
por

V =
1

4

(
− 7

2
, 0, 0, 0,

1

2
,
1

2
,
5

2
, 3

)(
− 4,−1, 0, 0, 0,

1

2
,
1

2
, 3

)
,

A1 =
1

4

(
1,−7,−7,−5, 2, 2, 1,−3

)(
− 3, 3,−6,−4, 1,−3, 3, 5

)
y A6 = 0.

(4.6)

El grupo de norma que resulta del rompimiento debido al encaje es G4D = GSM× [U(1)′]6×SU(2)6,
donde uno de los factores U(1)′ es (pseudo-)anómalo. Al romper espontáneamente G4D → Geff

mediante una configuración de VEV para los singuletes del SM, se identifican los generadores de
hipercarga y de la U(1)′ como

t1 =
1

4

(
1,

5

3
,
5

3
,−5

3
, 1, 1, 1, 1

)(
0, 0, 0, 0, 0, 0, 0, 0

)
, (4.7)

t4 =
1

12
√

2

(
− 3, 0, 0, 0, 1, 1, 1,−2

)(
0, 0, 0, 0, 0, 8, 8, 0

)
. (4.8)
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# irrep f # irrep f # irrep s

2 (1,2)(−1/2,−7/12
√

2) `1,2 1 (3̄,1)(1/3, 3/4
√

2) x̄i 1 (1,2)(1/2,−1/3
√

2) φu

1 (1,2)(−1/2, 1/3
√

2) `3 1 (3,1)(−1/3, 1/12
√

2) xi 1 (1,2)(−1/2, 1/12
√

2) φd

2 (1,1)(1,−1/6
√

2) ē1,2 8 (1,2)(0, 1/6
√

2) ηi 1 (1,1)(0,−1/4
√

2) s1

1 (1,1)(1, 1/12
√

2) ē3 8 (1,1)(1/2, 1/6
√

2) ζi 1 (1,1)(0, 1/3
√

2) s2

2 (3,2)(1/6,−1/6
√

2) q1,2 8 (1,1)(−1/2, 7/12
√

2) ζ̄i

1 (3,2)(1/6, 1/4
√

2) q3 8 (1,1)(−1/2,−1/12
√

2) κ̄i

2 (3̄,1)(−2/3,−1/6
√

2) ū1,2 8 (1,1)(1/2,−1/6
√

2) κi

1 (3̄,1)(−2/3, 1/12
√

2) ū3 11 (1,1)(0, 1/3
√

2) Na
i

2 (3̄,1)(1/3,−7/12
√

2) d̄1,2 10 (1,1)(0,−2/3
√

2) Nb
i

1 (3̄,1)(1/3, 3/4
√

2) d̄3 8 (1,1)(0,−1/12
√

2) Nc
i

6 (1,1)(0,−5/12
√

2) Nd
i

4 (1,1)(0, 7/12
√

2) Ne
i

2 (1,1)(0,−1/4
√

2) Nf
i

Tabla 4.4: Espectro de part́ıculas no masivas para el vaćıo efectivo estudiado en esta sección. El grupo de
norma es Geff, las representaciones respecto a SU(3)c × SU(2)L se escriben en negritas, mientras que la
hipercarga y la carga bajo la U(1)′ se escriben en el sub́ındice con ese orden. Las columnas etiquetadas con
“#” muestran la multiplicidad de cada estado. La primer tabla a la izquierda contiene los fermiones del SM,
la de en medio muestra a los fermiones exóticos y la última a los escalares, incluyendo dos dobletes de Higss.

El espectro no masivo de este vaćıo efectivo, luego de que los exóticos vectoriales respecto a Geff

se han desacoplado y por debajo de ΛSUSY = 1012 GeV, se presenta en la tabla 4.4. Se identifica
el contenido del SM, un bosón de Higgs extra y otros exóticos que son en su mayoŕıa fermiones e
incluyen singuletes del SM. Se eligen dos escalares, s1 y s2, para el rompimiento espontáneo de la
U(1)′, de modo que todos los exóticos obtengan masa.

Haciendo uso del paquete SARAH [36] se calculó la evolución de los acoplamientos de norma a un
lazo con el método antes descrito. Se encontró un acoplamiento a bajas enerǵıas de g4(2 TeV) ≈ 0.49
y una escala de unificación MGUT ∼ ΛSUSY = 1012 GeV. Es necesario suponer que los dos escalares
s1 y s2 adquieren un VEV, de forma que los acoplamientos permitidos con fermiones exóticos
resulten en términos de masa que los desacoplen por debajo de ΛZ′ = 2 TeV. Tomando los valores
de la ecuación (1.43) como condiciones iniciales, evolucionamos los acoplamientos del SM por debajo
de ΛZ′ . Para el rango de la escala de renormalización entre ΛZ′ < µ < ΛSUSY se incluye el espectro
de la tabla 4.4. Suponemos que la contribución del doblete de Higgs tipo up, φu, domina el valor
del acoplamiento cuártico del Higgs, de manera que nos podemos enfocar en la dependencia con la
enerǵıa de dicho acoplamiento.

En la figura 4.4 se presenta el resultado de las RGE a un lazo, la dependencia con la enerǵıa de
los acoplamientos de norma y el cuártico del Higgs, λ, cuyo rango extendemos más allá de ΛSUSY.
Dicha extensión permite revisar que el acoplamiento sea positivo y no deje de ser perturbativo. Para
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Figura 4.4: Dependencia de los acoplamientos de norma (gi) y del cuártico del Higgs (λ) con la escala de
renormalización para el vaćıo efectivo del orbifolio Z8–II (2,1) que analizamos en esta sección. Obtuvimos
estas funciones resolviendo las RGE a un lazo con el paquete SARAH. Los acoplamientos de norma se unifican
en MGUT ≈ 1012 GeV tomando el valor αGUT ≈ 1/32. El acoplamiento de la simetŕıa U(1)′ a la escala
ΛZ′ = 2 TeV es g4 ≈ 0.49. Observamos que λ es positivo y permanece en el régimen perturbativo con lo que
obtenemos, potencialmente, un modelo viable que soluciona la meta-estabilidad del potencial del Higgs.

revisar el posible alcance de nuestro estudio permitimos valores no nulos para otros acoplamientos
cuárticos del resto de los escalares (φd, s1 y s2) y encontramos que los resultados no se alteran si
los valores de dichos acoplamientos son cercanos al de λ a una escala igual a la masa del quark
top µ = mt. En conjunto, esto permite concluir que el espectro y el acoplamiento de la U(1)′ en
el modelo elegido tienen el efecto de estabilizar el potencial de Higgs, a pesar de ser distinto a los
casos estudiados en [14].

Para terminar con la presentación del vaćıo efectivo que elegimos, se puede comentar sobre
la generación de las masas para fermiones. A nivel del Lagrangiano efectivo, las contribuciones
dominantes a los términos de masa son

L ⊃ −hu33u3φ̃
†
uq3 − hu11,22ū1,2φ̃

†
uq1,2s

2
2 − hd33d̄3φ̃

†
dq3s

7
1s

2
2 − hd11,22d̄1,2φ̃

†
dq1,2s

2
2

−he33ē3φ̃
†
d`3s

2
1 − he11,22ē1,2φ̃

†
d`1,2s

2
2 − hνiiN b

i φ̃
†
u`3s

2
2 − kijNa

i N
c
j s1 + h.c.,

(4.9)

donde φ̃u,d denotan los dobletes conjugados de CP, como en la sección 1.1. Suponiendo que podemos
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ajustar el orden de magnitud de los VEV obtenemos una jerarqúıa de masas. La masa más grande
la obtiene el quark top, ya que su acoplamiento de Yukawa (∝ hu33) está permitido por todas
las simetŕıas, de modo que no está suprimido. Eligiendo, por ejemplo, las relaciones 〈s1〉 ∼ O(10),
〈s2〉 ∼ O(10−5) y 〈φd〉 ∼ O(10−4)〈φu〉 se llega a las jerarqúıas correctas mt/mu ≈ 105, mt/mb ≈ 102

y mt/mτ ≈ 102 con coeficientes hu,d,e de orden uno. Esto último se debe a que los acoplamientos
son entre campos del sector no torcido2. Podemos ver que el orden de los VEV elegidos impone
diferencias de varios órdenes de magnitud, esto es, se requiere de un ajuste fino considerable y que
es arbitrario.

Observando los términos con singuletes del SM, Ni, en (4.9) se reconocen los ingredientes nece-
sarios para un mecanismo de seesaw de tipo I, donde se identifican dichos campos con los neutrinos
derechos pesados. Cabe notar que los exóticos en la columna central de la tabla 4.4 también ob-
tienen masas de orden 〈s1,2〉 tras el rompimiento de la U(1)′. De ser detectadas, estas part́ıculas
podŕıan indicar la viabilidad del tipo de modelos que obtuvimos. Como parte de las desventajas,
obtenemos las relaciones mt/me = mt/md ≈ 109, esto es, el electrón y el quark down resultan
ser más ligeros de lo observado. Además, existe una simetŕıa de sabor residual entre la primera y
segunda generaciones de fermiones del SM. Finalmente, el espectro de la tabla 4.4 se ha separado
en representaciones fermiónicas y escalares de manera arbitraria, usando solamente los escalares
necesarios para romper la U(1)′ y tener dos dobletes de Higgs. Este truncamiento arbitrario intro-
duce anomaĺıas de norma espurias que un análisis detallado del rompimiento de supersimetŕıa y de
la simetŕıa de sabor revelarán inexistentes. Dichas consideraciones quedan fuera del alcance de este
trabajo, por lo que fueron omitidas.

2El orden de los acoplamientos de Yukawa se calcula en el apéndice C de [66].



Caṕıtulo 5

Conclusiones y perspectivas

En esta tesis, basada en mi art́ıculo publicado [15], se realizó primero una revisión de conceptos
previos y un trabajo de investigación. Se comenzó el primer caṕıtulo con un estudio del modelo
estándar de part́ıculas como teoŕıa cuántica de campos. Esta revisión incluyó el rompimiento es-
pontáneo de la simetŕıa electrodébil, conocido como mecanismo de Higgs, para generar las masas
observadas. Se resumieron las ideas del grupo de renormalización a nivel conceptual y se escribieron
las ecuaciones de los acoplamientos relevantes para el estudio posterior. Se estudió el problema de
la meta-estabilidad del vaćıo en el SM. Esto se refiere a la evolución con la enerǵıa del acoplamiento
cuártico del Higgs que lo vuelve negativo por arriba de los 1010 GeV. A continuación, se introdujo
brevemente la supersimetŕıa mencionando algunas de sus propiedades. Principalmente, se presentó
el modelo mı́nimo supersimétrico y la evolución de los acoplamientos de norma que resulta de su
espectro de part́ıculas. Adicionalmente, se mencionó la posible unificación de dichos acoplamientos
cerca de 1016 GeV en el MSSM.

A continuación, para el segundo caṕıtulo, se introdujeron particularidades de los llamados mo-
delos de Z ′. Estos son extensiones del SM que ampĺıan el grupo de norma con un factor abeliano,
que denotamos U(1)′. Se expusieron propiedades básicas generales y se dieron un par de ejemplos
de clases de modelos: los originados del rompimiento de E6 y los que implementan el mecanismo
de Stückelberg. Se presentaron los ĺımites experimentales para la masa de un nuevo bosón Z ′, de
donde obtuvimos el ĺımite conservador sobre la escala umbral ΛZ′ = 2 TeV para el rompimiento de
la nueva simetŕıa abeliana.

En el tercer caṕıtulo, se revisaron las ideas en teoŕıa de cuerdas necesarias para obtener modelos
efectivos a bajas enerǵıas a partir de compactificaciones. Se dio una breve introducción a las ideas
básicas en teoŕıa de cuerdas y se describió la construcción de la cuerda heterótica. Después, se
estudió con detalle la construcción de orbifolios toroidales haciendo énfasis en las constricciones
sobre el vector de desplazamiento y las ĺıneas de Wilson. Se describió la manera en que se obtiene
el espectro no masivo de una compactificación en un orbifolio heterótico. Esto incluyó el estudio de
los dos sectores: el torcido y el no torcido, según actúe sobre la cuerda el grupo de espacio completo
o solamente la identificación bajo el toro de 6 dimensiones. Para terminar el caṕıtulo, se presentó
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como ejemplo el espectro de una compactificación de la cuerda heterótica E8 × E8 en un orbifolio
Z3.

El cuarto caṕıtulo presenta mi proyecto de investigación. Estudiamos modelos que son vaćıos
efectivos obtenidos de la compactificación de la cuerda heterótica en orbifolios Z8, de los cuales
existen 5 geometŕıas inequivalentes. Obtuvimos el espectro no masivo de dichas compactificaciones,
el cual incluye al menos al del MSSM y, en general, varios exóticos extra. Planteamos un escenario
particular para el rompimiento del grupo de norma que resulta de la compactificación. En nuestro
esquema, el grupo efectivo (a bajas enerǵıas) es el del SM extendido por una U(1)′ libre de anomaĺıas.
En particular, nos enfocamos en estudiar la dependencia con la enerǵıa de los acoplamientos de
norma en estos vaćıos. Para ello, resolvemos las RGE a un lazo y luego descartamos los modelos
no viables. Es decir, buscamos modelos con unificación de los acoplamientos de norma, debido a su
origen en cuerdas, y que sean compatibles con las observaciones. Un número reducido de modelos,
entre 0.5-1.5 %, satisfacen todas las condiciones impuestas.

Se plantearon tres distintas escalas umbral para caracterizar el desacoplamiento de los super-
compañeros como resultado del rompimiento de SUSY. Cuando la escala de rompimiento de su-
persimetŕıa es de 2 TeV, enerǵıa que se alcanza en los colisionadores actualmente, el acoplamiento
de la simetŕıa U(1)′ queda restringido a 0.46 < g4 < 0.7 evaluado a la enerǵıa de 2 TeV. En este
escenario la escala de unificación también está restringida a tener valores de 1014 GeV o bien 1016

GeV. Al aumentar la escala de rompimiento de SUSY a 1012 GeV o 1017 GeV, encontramos que el
acoplamiento de la U(1)′ está ahora acotado por 0.44 < g4 < 0.6 a bajas enerǵıas (2 TeV). Para
este caso, la escala de unificación en la mayoŕıa de vaćıos se ubica alrededor de los 1012 GeV.

La fenomenoloǵıa a bajas enerǵıas de los vaćıos que encontramos está caracterizada por fer-
miones exóticos y un bosón Z ′ con masa del orden de varios TeV. De encontrar estas part́ıculas
tendŕıamos un argumento a favor de los modelos que estudiamos, aśı como de la f́ısica a altas
enerǵıas de la cual se originan. Una de las consecuencias prometedoras de estos modelos es que
existe la posibilidad de estabilizar el vaćıo de Higgs en modelos de Z ′. Por esta razón, decidimos
estudiar con detalle las RGE de un modelo con rompimiento de SUSY a escala intermedia. Al
resolver para los acoplamientos de norma (gi, i = 1, 2, 3, 4), el acoplamiento de Yukawa del top
(ht = hu33) y el acoplamiento cuártico del Higgs (λ) a un lazo con el paquete SARAH, encontramos
que el espectro del modelo elegido conspira para mantener λ > 0 a toda escala. Conjeturamos que
otros modelos poseen las mismas cualidades.

En el modelo estudiado a detalle notamos que se requiere un ajuste fino sobre parámetros que
lo determinan para establecer la jerarqúıa entre las escalas de rompimiento y la escala de cuerdas
ΛZ′ � ΛSUSY � Mstr. En nuestra construcción, consideramos que los VEV de algunos campos
exhiben una jerarqúıa de 6 órdenes de magnitud con el propósito de producir las masas observadas
de fermiones en el SM. A este nivel, el ajuste fino es arbitrario. Sin embargo, es posible que los
detalles del rompimiento de las simetŕıas y el desacoplamiento de los supercompañeros (ver [67])
conduzcan dinámicamente a este escenario.

Este trabajo entra en el contexto de los modelos de Z ′ provenientes de cuerdas referidos en [1].
En particular, se logra caracterizar estos modelos por el valor del acoplamiento de norma para
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la nueva simetŕıa abeliana. Esto representa un paso en la dirección de clasificar tales modelos, sin
embargo quedan detalles importantes por estudiar. Por ejemplo, no hemos analizado los mecanismos
de rompimiento de SUSY y de la U(1)′. Este análisis será parte de estudios posteriores. Además,
queda por explorar el escenario de los modelos provenientes de la cuerda heterótica sin SUSY, cuyo
grupo de norma es SO(16) × SO(16). Una ventaja de este tipo de modelos es que no ocurre el
rompimiento de SUSY, lo cual garantiza un espectro libre de anomaĺıas a nivel del análisis que se
hizo en este trabajo.

Cabe mencionar que un estudio exhaustivo de los detalles de nuestros modelos podŕıa mostrar
una variedad de escenarios, como un Z ′ leptofóbico, higgsfóbico u otros que no se han considerado en
la literatura. Otra propuesta que vale la pena investigar en nuestros modelos es la de materia oscura.
Además de que debe existir uno o varios candidatos a materia oscura, se requiere que sean estables.
Es posible que las simetŕıas U(1)′ que aparecen en nuestros modelos implementen esta condición.
Por otro lado, un estudio completo de los escenarios provenientes de las compactificaciones en
teoŕıa de cuerdas debe incluir todos los elementos anteriores y un mecanismo de estabilización de
los módulos, lo cual es aún una pregunta abierta.
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[41] L. E. Ibáñez and I. Valenzuela, Journal of High Energy Physics 2013 (2013), no. 5, [ar-
Xiv:1301.5167].

[42] K. S. Babu, C. Kolda, and J. March-Russell, Physical Review D 57 (1998), no. 11, 6788–6792,
[arXiv:9710441].

[43] J. Erler, P. Langacker, and T. Li, Physical Review D 66 (2002), no. 1, [arXiv:hep-ph/0205001].

[44] D. Feldman, Z. Liu, P. Nath, and A. Misra, AIP Conference Proceedings (2007), [ar-
Xiv:0705.2924].

[45] CMS Collaboration, (2019), https://cds.cern.ch/record/2684757/files/

EXO-19-019-pas.pdf, Report number: CMS-PAS-EXO-19-019.

[46] G. Aad, B. Abbott, D. Abbott, O. Abdinov, A. Abed Abud, K. Abeling, D. Abhayasinghe,
S. Abidi, O. AbouZeid, N. Abraham, and et al., Physics Letters B 796 (2019), 68–87, [ar-
Xiv:1903.06248].

[47] J. Erler, P. Langacker, S. Munir, and E. Rojas, JHEP 08 (2009), 017, [arXiv:0906.2435].

[48] CMS, Overview of CMS EXO results, Exotica Summary plots for 13 TeV
data, https://twiki.cern.ch/twiki/pub/CMSPublic/SummaryPlotsEXO13TeV/

CurrentBarChartVersion_v6.pdf, revisado por última vez el 20/01/2020.

[49] J. Polchinski, String theory. Vol. 1: An introduction to the bosonic string, Cambridge Mono-
graphs on Mathematical Physics, Cambridge University Press, 12 2007.

https://cds.cern.ch/record/2684757/files/EXO-19-019-pas.pdf
https://cds.cern.ch/record/2684757/files/EXO-19-019-pas.pdf
https://twiki.cern.ch/twiki/pub/CMSPublic/SummaryPlotsEXO13TeV/CurrentBarChartVersion_v6.pdf
https://twiki.cern.ch/twiki/pub/CMSPublic/SummaryPlotsEXO13TeV/CurrentBarChartVersion_v6.pdf


64 BIBLIOGRAFÍA
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