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Resumen

El Modelo Estándar es la teoŕıa que describe el comportamiento de la naturaleza a
nivel cuántico. Sin embargo, a pesar del éxito que esta teoŕıa ha tenido, en sus formula-
ciones y convenciones empleadas, según en qué bibliograf́ıa se consulte, la convención de
signos que se emplea en la literatura no es única; lo que tiene repercusiones en las reglas
de Feynman. Las discrepancias que se presentan en las reglas de Feynman reportadas
han de tenerse presente al emplearlas en cálculos fenomenológicos, ya que, debido a la
diferencias de signos que pueden presentarse, es posible, en primer lugar, que conduzca a
variaciones en las predicciones de observables f́ısicas, y en segundo lugar, que conduzca
a la no cancelación de divergencias UV en correcciones radiativas. En la búsqueda de
una convención que mantenga un conjunto de signos consistentes se efectuó una extensa
búsqueda biográfica, para aśı alcanzar un grupo de reglas de Feynman, igualmente, con-
sistentes.

A la par que se realiza el estudio de las convenciones que se emplean en el Modelo
Estándar, se lleva a cabo un análisis de las persecuciones de la fijación de una norma no
lineal. A nivel de lagrangiano se introdujo un parámetro auxiliar que permite discernir
entre una lagrangiana para la norma no lineal, śı como una para al norma lineal. Mas,
se presentan las reglas de Feynman de la teoŕıa electrodébil para la norma no lineal. En
el sector de fantasmas, allende el impacto de la fijación de norma no lineal, incluye la
investigación del impacto de una lagrangiana más allá de la prescripción de Faddeev -
Popov. Producto de la introducción de esta nueva lagrangiana se presentan nuevas reglas
de Feynman, aśı como cambios en las reglas de Feynman preexistentes. En este rubro, se
localizaron cambios de signos en varias reglas de Feynman.

Como último componente de esta empresa, se presenta en esta tesis un estudio feno-
menológico; el cual se realiza para complementar la formación de f́ısica de altas enerǵıas.
Al hacer uso de lagrangianos efectivos, se inspeccionan las propiedades débiles de fermio-
nes cargados, las cuales se inducen a nivel de un lazo por medio del cambio de sabor
entre fermiones promovido por el bosón de Higgs. Se analiza el vértice que describe el
acoplamiento renormalizable más general de una campo escalar a un par de fermiones, tal
que se reproducen las caracteŕısticas predichas por la mayoŕıa de los sectores extendidos
de Yukawa que inducen cambio de sabor. Se estudia también el acotamiento del paráme-
tro que media el cambio de sabor en el vértice Hfifj mediante los datos experimentales
reportados para los decaimientos τ → µ+µ−ℓi.

Palabras clave: Modelo Estándar, reglas de Feynman, sector fantasma, fijación de
norma, violación de sabor.
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Abstract

The Standard Model is the theory that describes the behaviour of nature at the quan-
tum level. However, despite the success of this theory, the sign conversion used in the
literature is not unique; this has implications for the Feynman rules. The discrepancies
that occur in the reported Feynman rules must be kept in mind when using them in
phenomenological calculations, since, due to the differences in signs that may occur, it is
possible that divergences may persist; thus, reliability in phenomenology is lost. In the
search for a convention that maintains a consistent set of signs, an extensive biographical
search was carried out in order to reach a set of equally consistent Feynman rules.

Along with the study of the conventions used in the Standard Model, an analysis of
the pursuits of fixing a nonlinear norm is carried out. At the lagrangian level, a norm
parameter is presented which allows to discern between a lagrangian for the nonlinear
gauge, as well as one for the linear gauge. Moreover, the Feynman rules of the electroweak
theory for the nonlinear gauge are presented. In the ghost sector, beyond the impact of the
nonlinear gauge fixing, it includes the investigation of the impact of a lagrangian beyond
the Faddeev-Popov prescription. As a result of the introduction of this new lagrangian,
new Feynman rules are introduced, as well as changes in the pre-existing Feynman rules.
In this item, sign changes were found in several Feynman rules.

As the last component of this project,a phenomenological study is presented in this
thesis; it is performed to complement the training of high energy physics. By making use
of effective Lagrangians, the weak properties of charged fermions, which are induced at
the level of a loop by means of the flavor change between fermions promoted by the Higgs
boson, are inspected. The vertex describing the most general renormalizable coupling of
a scalar field to a pair of fermions is analyzed, such that the features predicted by most of
the extended Yukawa sectors that induce flavor changing are reproduced. The bounding
of the flavor changing mediating parameter at the Hfifj vertex is also studied using the
experimental data reported for the τ → µ+µ−ℓi decays.

Keywords: Standard Model, Feynman rules, ghost sector, gauge fixing, flavor violation.
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Índice general

Introducción XIII

1. Modelo Estándar 1
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Introducción

El Modelo Estándar de las Interacciones Fundamentales (ME) brinda una descrip-
ción de la naturaleza a escala cuántica, para lo cual toma base en el grupo de norma
SU(3)C ×SU(2)L×U(1)Y [1], donde SU(3)C es el grupo asociado a la interacción fuerte,
mientras que el grupo SU(2)L × U(1)Y caracteriza la teoŕıa electrodébil. Dentro de la
teoŕıa electrodébil ostenta los bososnes W±, Z, encargados de mediar la interacción débil;
y el fotón, encargado de mediar la fuerza electromagnética. Con el objetivo de dotar de
masa a los bosones débiles se implementa el mecanismo de Higgs (MH) [2], el cual requiere
de la introducción de un doblete escalar de SU(2)L que permite romper espontáneamen-
te el grupo electrodébil al grupo electromagnético, U(1)Y , dejando aśı a la simetŕıa del
grupo electromagnético como la única de la teoŕıa electrodébil. En este proceso dos de las
tres componentes del doblete introducido son absorbidas por sendos campos de norma,
adquiriendo con ello su masa; la componente restante es el campo escalar de Higgs. Es en
el MH en donde surgen los llamados pseudobosones de Goldstone (PBG), los cuales repre-
sentan las componentes longitudinales de los bosones débiles. Estos campos de Goldstone
no son generados nivel de lagrangiano, ello conduce a la necesidad de fijar la norma. Sin
embargo, los propagadores de los bosones masivos que surgen de esta manera de fijar la
norma suelen generar divergencias, estos no son los más convenientes para los cálculos
a nivel de lazo, motivo por el cual la teoŕıa electrodébil ha de ser cuantizada mediante
normas de tipo renormalizable que ayuden a eludir dichas divergencias.

El sector de Yang-Mills representa sistemas singulares sujetos a diferentes constric-
ciones de primera clase que forman los generadores de simetŕıa de norma, esto en el
formalismo Hamiltoniano [4]. Producto de la libertad de norma, el hamiltoniano se vuelve
dependiente de multiplicadores arbitrarios de Lagrange. Esto repercute en que al partir de
un punto, el sistema evoluciona en un conjunto de historias que dependen de los valores
que tomen los multiplicadores mientras está en la superficie de las constricciones. Vale
decir, a un tiempo dado, existen múltiples conjuntos de coordenadas que son capaces de
caracterizar el estado f́ısico del sistema; los cuales deben de ser considerados equivalentes
debido a la arbitrariedad del hamiltoniano. Dicho de otra forma, los sistemas de norma
presentan degeneración [4, 5]. Por definición, los observables, también llamadas cantidad
de primera clase, tienen paréntesis de Poisson nulo tras considerar las constricciones, tam-
bién llamadas constricciones de primera clase. Con el objetivo de romper la degeneración
del sistema se debe elegir un conjunto de coordenadas. Dicho procedimiento se conoce
como fijación de la norma. Nótese que al ser las observables f́ısicas independientes del
conjunto de coordenadas solo es necesario seleccionar uno de ellos a un tiempo dado. El
proceso de fijación de norma se realiza mediante la introducción de condiciones suplemen-
tarias al sistema, i.e., agregar nuevas constricciones sobre el sistema, también llamadas
constricciones de segunda clase. Mientras que las constricciones de primera clase surgen
de una conjunto de ecuaciones de Hamilton extendido, las constricciones de segunda clase
son aquellas que emanan de imponer condiciones de consistencia a las constricciones pri-
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marias. Dado que las condiciones de primera clase aunadas a las de segunda clase deben
conformar un conjunto de constricciones de primera clase, que son exclusivas de sistemas
no degenerados, las condiciones suplementarias no pueden ser arbitrarias [4,5]. Estas con-
diciones, y en particular, su estructura son las que han de indicar la manera en que se
define una teoŕıa no degenerada. Estas condiciones, además, deben satisfacer covariancia
de Lorentz y covarincia bajo el grupo electromagnético. La necesidad de satisfacer la co-
varincia bajo el grupo electromagnético se fundamenta a que en este trabajo se estudia
la fijación de norma no lineal para la teoŕıa electrodébil. Por otra parte, la covariancia
de Lorentz para estas constricciones no puede satisfacerse a nivel de espacio fase, sino a
nivel del espacio de configuración, para lo cual es esencial en criterio de invarincia bajo
las transformaciones BRST [6–8]. Esto es, cuando se fija la norma sobre la teoŕıa, esta
se vuelve invariante bajo una simetŕıa global, llamada BRST; la cual se representa, ma-
temáticamente, por transformaciones de los campos de norma y escalares que contiene la
teoŕıa e involucra transformaciones de nuevos campos que se introducen en el espacio de
configuración. Debido a que todos los hamiltonianos únicos son equivalentes, es de espe-
rar se que las versiones cuánticas también lo sean, y, con ello solo seŕıa requerido definir
una teoŕıa clásica mediante un procedimiento de fijación de la norma. La fijación de la
norma puede ser elegida de forma tal que facilite los cálculos, en particular aquellos que
se realizan a nivel de lazo. La libertad en esta elección surge de la equivalencia de las
teoŕıas. Una ventaja adicional de fijar una norma no lineal, es que ésta elimina una gran
cantidad de vértices no f́ısicos, tales como aquellos que produce la norma lineal: W±φ∓γ,
W±φ∓Z, HW±φ∓γ, HW±φ∓Z, W±φ∓γφZ y W±φ∓φZZ, donde φ

± PBG del bosón φ±,
φZ el del Z, y H el escalar de Higgs. Esto implicará mucho menos diagramas resultantes
en procesos de correcciones radiativas a nivel de un lazo, en otra palabras, también se
reduce el grado de dificultad técnico para llevar a cabo los cálculos de amplitudes, como
por ejemplo, la disminución del campo tensorial en integrales de lazo respecto a la norma
unitaria.

Es de gran interés teórico-fenomenológico llevar a cabo el procedimiento de fijación de
una norma no lineal que permita eliminar la mayor cantidad de vértices no f́ısico presentes
en las normas lineales, que consecuentemente permitirá implementar las correspondientes
reglas de Feynman en procesos f́ısicos donde se simplifican notablemente la cantidad de
diagramas de lazo participantes, y más aún si se elige trabajar en la norma Feynman - ’t
Hooft, es decir, con el parámetro de norma ξ = 1.

En particular, para conseguir la teoŕıa electrodébil en la norma no lineal con signos
consistentes daremos seguimiento a las convenciones planteadas y organizadas por Romão
y Silva en la referencia [9]. Dichas convenciones fueron logradas por los autores contras-
tando alrededor de 40 fuentes bibliográficas, en las cuales encontraron diferencias entre
las definiciones implementadas.

Finalmente, con la intención de alcanzar una formación integral en la f́ısica de altas
enerǵıas, se complementa este trabajo con un estudio fenomenológico. En esta parte de
la tesis se estudia teóricamente el fenómeno de violación o cambio de sabor en el con-
texto de de la f́ısica de part́ıculas elementales. No obstante, este fenómeno se manifiesta
exclusivamente en fermiones sin carga eléctrica, a nivel de componentes fundamentales,
espećıficamente en las oscilaciones de neutrinos. Por lo tanto, cualquier tipo de transición
que involucre fermiones cargados seŕıa de gran interés en la búsqueda de efectos de nueva
f́ısica, lo que a su vez implicaŕıa una clara presencia de violación de sabor. En particular,
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esta última parte de la tesis se enfocará en el estudio del impacto de sectores de Yukawa
extendidos en el contexto de modelos de lagrangianos efectivos, para analizar posibles
efectos de nueva f́ısica inducidos por acoplamientos que violan el sabor sobre un bosón de
Higgs y dos fermiones de distinto sabor.
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Caṕıtulo 1

Modelo Estándar

El conocimiento que ostentamos acerca de los constituyentes fundamentales de la ma-
teria y sus interacciones moran en el ME. A través de la teoŕıa cuántica de campos (que
fusiona la mecánica cuántica con la relatividad especial) e incorporando la simetŕıa gauge
es que el ME describe las interacciones electromagnética, débil y fuerte. Los grupos de
simetŕıa que impera en el ME son SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y , donde SU(3)C es el grupo
de color para la interacción fuerte (QCD) y SU(2)L×U(1)Y lo es para la interacción elec-
trodébil (QED) con rompimiento espontáneo por el mecanismo de Higgs. Con estos grupos
de simetŕıa el ME está dotado de cuatro bosones de norma electrodébil más ocho gluones,
que corresponden a doce generadores de los grupo de norma. Las fuerzas fundamentales,
salvo la gravedad, están mediadas por el intercambio de bosones vectoriales asociados con
los grupos de simetŕıa, a saber, fotón, bosón Z, bosonesW± y los gluones [1]. Es mediante
la renormalización de esta teoŕıa que nos es posible hacer predicciones precisas, aun en
expansión perturbativa, de cantidades medibles en términos de pocos parámetros [3].

Mediante el formalismo lagrangiano del ME se congregan caracteŕısticas elementales:

Invariancia de Lorentz como simetŕıa del espacio-tiempo

Simetŕıa interna de tipo gauge

Causalidad

Localidad en las interacciones.

En el ME cada tipo de part́ıcula es descrita mediente un tipo espećıfico de campo de
acuerdo a su esṕın

Part́ıculas de esṕın 0 → campo escalar

Part́ıculas de esṕın 1 → campo vectorial

Part́ıculas de esṕın 1/2 → campo espinorial.

1.1. Grupos de Simetŕıa

La teoŕıa de grupos proporciona el medio matemático para describir las simetŕıas del
mundo f́ısico. Gran parte de este ı́ntimo v́ınculo se expresa en el marco de la mecánica
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cuántica, espećıficamente en los vectores de estados de los sistemas mecánico cuánticos;
los cuales forman espacios vectoriales lineales. A partir de la década de 1950, la teoŕıa de
grupos ha impactado en múltiples áreas de la f́ısica, y con ello, el estudio de la simetŕıas
internas de la naturaleza (verbi gratia, el esṕın isotrópico y sus generalizaciones) [11]. La
teoŕıa de grupos es una parte fundamental de el ME, sin embargo no existe una convención
de los signos que han de emplearse, y según la convención que se asuma cambian las reglas
de Feynman con las que hacer cálculos fenomenológicos, por dar un ejemplo, esto afecta
a la f́ısica predicha en cálculos de dipolos magnéticos. Esto motiva a realizar una revisión
de de la teoŕıa de grupos del ME, de la cual se presenta un conjunto de convenciones que,
a la postre, permitirá obtener un ME con signos consistentes.

1.1.1. Grupo de simetŕıa SU(2)L × U(1)Y

Para cada uno de los bosones de norma del grupo SU(2)L tenemos un generador
T i = σa

2
, a = 1, 2, 3, donde σi son las matrices de Pauli. Aśı, el campo tensorial es [1, 9]:

W a
µν = ∂µW

a
ν − ∂νW

a
µ − gϵabcW

b
µW

c
ν , (1.1)

donde ϵabc es el tensor completamente antisimétrico en tres dimensiones.
La derivada covariente de cualquier campo ψL que se transforma de manera no trivial

en este grupo es

DµψL =

(
∂µ +

ig

2
W a
µσ

a

)
ψL, (1.2)

donde para cada campo fermiónico, ψ, definimos ψR,L = PR,Lψ con el operador

PR,L =
1± γ5

2
. (1.3)

Note que ψ = ψR+ψL. Aśı mismo, para el grupo U(1)Y contamos con el campo tensorial

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ, (1.4)

cuya derivada covariante viene dada, para cualquier campo ψR, por

DµψR = (∂µ + ig′Y Bµ)ψR (1.5)

donde g y g′ son las contantes de acoplamiento de los grupos SU(2)L y U(1)Y , respecti-
vamente, mientas que Y es la hipercarga del campo, la cual está relacionado con la carga
mediante

Q = T 3 + Y, (1.6)

donde T 3 = 1
2
σ3.

Los camposW yB bajo una transformación de norma con parámetros finitos adquieren
una forma general

W a
µ

σa

2
→ W ′a

µ

σa

2
= ULW a

µ

σa

2
U−1
L +

i

g
∂µULU−1

L ,

Bµ → B′
µ = Bµ +

i

g′
∂µUY U−1

Y ,
(1.7)

2



donde las transformaciones UL y UY vienen dadas por

UL = ei
σa

2
αa UY = eiαY (1.8)

y σa son las matrices Pauli. Para una transformación infinitesimal, las ecuaciones (1.7) se
reducen como sigue

W a
µ → W ′a

µ = W a
µ − 1

g
∂µα

a − ϵabcαbW c
µ,

Bµ → B′
µ = Bµ −

1

g′
σa

2
∂µαa.

(1.9)

Es valioso expresar la derivada covariante en términos de los eigenestados de masa de
los campos Aµ, Zµ. Lo que se consigue mediante las relaciones

W 3
µ = AµsW + ZµcW ,

Bµ = AµcW − ZµsW ,
(1.10)

donde sW y cW representa la función seno y coseno de θW , el ángulo de Weinberg o ángulo
de mezcla débil, respectivamente, el cual satisface que

e = gsW = g′cW ,
g′

g
= tan θW . (1.11)

Y con ello se obtienen las siguientes expresiones

Zµ = W 3
µcW −BµsW ,

Aµ = W 3
µsW +BµcW ;

(1.12)

y al definir los campos

W±
µ =

W 1
µ ∓ iW 2

µ√
2

, σ± =
σ1 ± iσ2

2
, (1.13)

podemos reescribir la derivada covariante en una estructura para el doblete de campo ψL
con hipercarga Y [9]

DµψL =

[
∂µ + i

g√
2

(
σ+W+

µ + σ−W−
µ

)
+ i

g

2
σ3W 3µ+ ig′Y Bµ

]
ψL

=

[
∂µ +

g√
2

(
σ+W+

µ + σ−W−
µ

)
+ g′cW

+i
g

cW

(
σ3

2
−Qs2W

)]
ψL

(1.14)

donde Q es el operador de carga definido por

Q =

[
Y + 1

2
0

0 Y − 1
2

]
. (1.15)

De manera análoga para un singulete de SU(2)L, ψR, se define la derivada covariante

3



DµψR = [∂µ + g′Y Bµ]ψR

=

[
∂µ + ig′cW − i

g

cW
Qs2W

]
ψR.

(1.16)

Hemos de notar que en las ecuaciones (1.14) y (1.16) Y aparece de forma impĺıcita,
mediante Q. Los números cuánticos de las part́ıculas del ME se muestran en la Tabla 1.1.

Campo ℓL ℓR νL uL dL uR dR ϕ+ ϕ0

T 3 −1
2

0 1
2

1
2

−1
2

0 0 1
2

−1
2

Y −1
2

−1 −1
2

1
6

1
6

2
3

−1
3

1
2

1
2

Q −1 −1 0 2
3

−1
3

2
3

−1
3

1 0

Tabla 1.1: Valores de Y , Q y T 3 para el ME [9].

1.1.2. Grupo de simetŕıa SU(3)C

El grupo SU(3)C cuenta con ocho generadores, T a, que están dados por

T a =
λa

2
, a = 1, 2, . . . , 8, (1.17)

con el tensor de esfuerzo

Ga
µν = ∂µG

a
ν − ∂νG

a
µ − gsf

abcGb
µG

c
ν , (1.18)

donde gs es la constante de acoplamiento, la cual usualmente se expresa en términos de
la constante fundamental de la cromodinámica cuántica dada por

αs =
g2s
4π
, (1.19)

mientras que fabc son las constantes de estructura del grupo, las cuales satisfacen[
λa

2
,
λb

2

]
= ifabc

λc

2
, (1.20)

y λa corresponde a las ocho matrices de Gell-Mann de 3× 3. La derivada de un campo de
quark, q, en cierta representación T a del grupo de norma está dado por

Dµq =

(
∂µ + igsG

a
µ

λa

2

)
q. (1.21)

Una transformación de norma de en este grupo está dado por la matriz

UC = eigs
λa

2
βa

, (1.22)

y con ello, los campos Ga
µ y los campos de quarks q se transforman como [1]

q → q′ =eigs
λa

2
βa

q,

Ga
µ

λa

2
→ G′a

µ

λa

2
=UCGa

µ

λa

2
U−1
C +

i

gs
∂µUCU−1

C .
(1.23)
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Para una transformación infinitesimal, las ecuaciones (1.23) se vuelven en

q → q′ =q + igs
λa

2
βaq,

Ga
µ → G′a

µ =Ga
µ − ∂µβ

a − gsf
abcβaGc

µ.
(1.24)

Con las transformaciones (1.24) podemos constatar que la derivada covariante se trans-
forma por śı misma al igual que un campo como sigue

Dµq → (Dµq)
′ = Dµq + igs

λa

2
βaDµq, (1.25)

lo que garantiza la invariancia de norma del lagrangiano, el que se estudiará más adelante.

1.2. Lagrangiano de Norma y Lagrangiano de los Cam-

pos de Fermiones

El lagrangiano del campo de norma, el cual se forma de los campos de esfuerzo de las
ecuaciones (1.1), (1.4), (1.18) es

LNorma = −1

4
Ga
µνG

aµν − 1

4
BµνB

µν − 1

4
W a
µνW

aµν . (1.26)

La parte cinética de la interacción de los fermiones, incluyendo la interacción con los
campos de norma debido a las derivadas (1.14), (1.16),(1.21), viene dada por [9]

LFermiones =
∑
ψL

iψ̄Lγ
µDµψL +

∑
ψR

iψ̄Rγ
µDµψR +

∑
quarks

iq̄γµDµq. (1.27)

Dentro de la lagrangiana de fermiones, ecuación (1.27), debemos distinguir la parte cinéti-
ca, la cual tiene la forma [1]

LCinetica =
∑
ψL

iψ̄Lγ
µDµψL +

∑
ψR

iψ̄Rγ
µDµψR,

=
∑
f

iψ̄fγ
µ∂µψf

− e
∑
f

Qψ̄fγ
µψfAµ −

g

cos θW

∑
f

ψ̄fγ
µ
(
gfV − gfAγ5

)
ψfZµ

− g√
2

∑
doub

ψ̄uγ
µ1− γ5

2
ψdW

+
µ − g√

2

∑
doub

ψ̄dγ
µ1− γ5

2
ψuW

−
µ ,

(1.28)

donde en esta última suma corre sobre todos los dobletes y singuletes de esta teoŕıa, a
saber

ψL =

(
ψu
ψd

)
L

=

(
νe
e

)
L

,

(
νµ
µ

)
L

,

(
ντ
τ

)
L

, ψR = eR, µR, τR, (1.29)

mientras que los valores de los parámetros gfV y gfA se muestran en el Tabla 1.2.
En la ecuación (1.28) se distingue una mezcla de quarks. Ha de notarse que hasta ahora
se han presentado lagrangianas que carecen de términos de masa, por lo cual es menester
introducir la lagrangiana de Higgs.
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f gfV gfA
νe, νµ, ντ

1
2

1
2

e, µ, τ −1
2

−1
2
+ 2 sin2 θW

u, c, t 1
2

1
2
− 4

3
sin2 θW

d, s, b −1
2

−1
2
+ 2

3
sin2 θ

Tabla 1.2: Valores de los parámetros gfV y gfA en el ME [15].

1.3. Lagrangiana de Higgs y Rompimiento Esponta-

neo de Simetŕıa

La lagrangiana (1.28) es invariante bajo transformaciones de norma del grupo SU(3)C×
SU(2)L×U(1)Y . Es debido a las componentes izquierdas y derechas que no se introducen
términos de masa en la lagrangiana. Aśı mismo, no aparecen términos de masa de los
bosones de norma tales que sean compatibles con las simetŕıas, sin embargo, experimen-
talmente se constató que solo el fotón no tiene masa. Si se intentara introducir las masas
“a mano” veremos la invariancia de la lagrangiana comprometida. Ergo, para conseguir
predecir las masas y conservar la invariancia se introduce un mecanismo, el rompimiento
espontáneo de la simetŕıa [16–18].

El lagrangiano preserva un rompimiento espontáneo de la simetŕıa, pero no es una
simetŕıa del estado base del vaćıo. Para implementar esta idea se introduce en la teoŕıa
un doblete escalar de SU(2)L

Φ =

(
φ+

φ0

)
, donde φ0 =

v +H + iφZ√
2

, (1.30)

con hipercarga Y Φ = 1
2
, donde φZ , φ

± representan a los pseudobosones de Goldsto-
ne (PBG) asociados a los bosones Z y W±, respectivamente. Con lo anterior, podemos
escribir la lagrangiana invariante bajo el grupo de norma SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y

LHiggs = (DµΦ)
† (DµΦ)− µ2Φ†Φ− λ

(
Φ†Φ

)2
, (1.31)

donde la derivada covariante discutida en secciones anteriores ahora está dada por

DµΦ =

[
∂µ + i

g

2
σaW a

µ + i
g′

2
Bµ

]
Φ

=

[
∂µ + i

g√
2

(
σ+W+

µ + σ−W−
µ

)
+ i

g

2
σ3W 3

µ + i
g′

2
Bµ

]
Φ

=

[
∂µ + i

g√
2

(
σ+W+

µ + σ−W−
µ

)
+ ieQAµ

+i
g

cos θW

(
σ3

2
−Qs2W

)
Zµ

]
Φ.

(1.32)

Para el doblete Φ, Q está dada por

Q =

(
1 0
0 0

)
. (1.33)

Ahora, debemos distinguir el potencial de Higgs en la ecuación (1.31) como
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V (Φ) = µ2Φ†Φ + λ
(
Φ†Φ

)2
, (1.34)

la que es una función de |Φ| =
√
Φ†Φ con las siguientes propiedades (véase Figura 1.1):

a) Para µ2 > 0, V (Φ) tiene un único mı́nimo en |Φ| = 0,

b) Para µ2 < 0, el estado base clásico se da en |Φ|2 = −µ2

2λ
.

Esto es equivalente, en la teoŕıa cuantizada, a valores de expectación del vaćıo no nulos
de Φ,

⟨Φ⟩ = ϕ0 =
1√
2

(
0
v

)
, con v2 =

µ2

λ
. (1.35)

Estas soluciones se ven extendidas en las tres dimensiones tal como queda establecido por
el teorema de Goldstone [19, 20]. Al expandir la lagrangiana de Higgs, ecuación (1.31),
tomando únicamente los términos cuadráticos de los campos, obtenemos

LHiggs =∂µφ
−∂µφ+ +

1

2
∂µH∂

µH +
1

2
∂µφZ∂

µφZ

+
1

4
g2v2W+

µ W
−µ +

1

8
g2v2W 3

µW
µ3 +

1

8
g′2v2BµB

µ

− 1

4
gg′v2W 3

µB
µ − λv2HH + · · ·

(1.36)

Los términos quinto, sexto y séptimo arrojarán un campo sin masa y otro con masa, el
fotón y el bosón Z, respectivamente, mientras que el cuarto término presenta la masa de
los bosones cargados W±

µ . Al hacer uso de las relaciones (1.10) y (1.12) en la ecuación
(1.36) se obtiene

LHiggs =∂µφ
−∂µφ+ +

1

2
∂µH∂

µH +
1

2
∂µφZ∂

µφZ

+m2
WW

+
µ W

−µ +
1

2
m2
ZZµZ

µ − 1

2
m2
HHH + · · ·

(1.37)

donde tenemos los términos de masa están dados por

Figura 1.1: Potencial V (Φ) para los diferentes signos de µ2, considerando que Φ = ϕ1+iϕ2√
2

[21]. Izquierda: Potencial para µ2 > 0. Derecha: Potencial para µ2 < 0.
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mW =
gv

2
, mZ =

gv

2 cos θW
=

mW

cos θW
, m2

H = −2µ2 = 2λv2. (1.38)

Con esto, se ha roto la simetŕıa del grupo SU(2)L × U(1)Y , dejando aśı el subgrupo de
norma electromagnético, U(1)Y , intacto [3]. Empero, se localizan términos de campos al
cuadrado lo que complica la definición de los propagadores. Este problema se ve resuelto
con la fijación de norma, la que se discutirá en secciones venideras.

Con el objetivo de obtener las reglas de Feynman con mayor facilidad, se expresa el
lagrangiano de Higgs como

LHiggs = LHK + LHP , (1.39)

donde LHK contiene la información cinética y LHP = −V (Φ†,Φ) contiene la parte poten-
cial del lagrangiano de Higgs. Al partir de las ecuaciones (1.30), (1.31), el potencial de
Higgs adquiere la forma

V (Φ†,Φ) = µ2Φ†Φ + λ
(
Φ†Φ

)2
= −λ

[
v2 −

(
φ−φ+ − φ0φ0∗)] (φ− φ+ − φ0φ0∗) . (1.40)

La parte cinética de la lagrangiana de Higgs viene dada por

LHK = (DµΦ)
† (DµΦ) , (1.41)

donde la derivada covariante del doblete de Higgs tiene la forma

Dµ = ∂µ +
ig

2
σaW a

µ + ig′Y Bµ. (1.42)

De manera explicita, la derivada del doblete de Higgs está dada como

DµΦ =Dµ

(
φ+

φ0

)
=

(
∂µ +

ig

2
σaW a

µ +
ig′

2
Bµ

)(
φ+

φ0

)
=

(
∂µ +

ig′

2
Bµ +

ig
2
W 3
µ

ig√
2
W+
µ

ig√
2
W−
µ ∂µ − ig′

2
Bµ +

ig
2
W 3
µ

)(
φ+

φ0

)

=

1
2

(
D̄µ + D̂µ

)
φ+ + ig√

2
W+
µ φ

0

1
2

(
D̄µ + D̂†

µ

)
φ0 + ig√

2
W−
µ φ

+

 ,

(1.43)

donde se tomaron una definiciones auxiliares de la derivada

D̄µ = ∂µ + igW 3
µ ,

D̂µ = ∂µ + ig′Bµ.
(1.44)

Ahora, se cuenta con posibilidad de plasmar la parte cinética de la lagrangiana de Higgs
como
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LHK = LHK1 + LHK2, (1.45)

donde

LHK1 =
1

4

[(
D̄µ + D̂µ

)
φ+
]† [(

D̄µ + D̂µ
)
φ+
]
+
g2

2
W−
µ W

+µ
(
φ0∗φ0 + φ−φ+

)
, (1.46)

LHK2 =
1

4

[(
D̄µ + D̂†

µ

)
φ0
]† [(

D̄µ + D̂µ†
)
φ0
]

+
ig

2
√
2

[
W+µφ0

[(
D̄µ + D̂µ

)
φ+
]†

−W−
µ φ

0∗
(
D̄µ + D̂µ

)
φ+

]
+

ig

2
√
2

[
W−µφ+

[(
D̄µ + D̂†

µ

)
φ0
]†

−W+
µ φ

−
(
D̄µ + D̂µ†

)
φ0

]
.

(1.47)

Sobre estas dos últimas lagrangianas aún habrá que aislar y expandir algunos términos
para que, al confluir con otras lagrangianas, emerjan las reglas de Feynman.

1.4. Lagrangiana de Yang-Mills

La teoŕıa de Yang-Mills trata de describir el comportamiento de las part́ıculas elemen-
tales utilizando en esta tarea grupos de Lie no abelianos. El sector de Yang-Mills es el
núcleo de la unificación de las fuerzas electromagnética y débil. Dentro de la lagrangiana
de Norma, ecuación (1.26), podemos distinguir los términos formados por los tensores de
campo asociados a los grupos de SU(2)L y U(1)Y ; estos términos forman la lagrangiana
de Yang - Mills como

LYM = −1

4
W i
µνW

iµν − 1

4
BµνB

µν . (1.48)

Mas, ha de expresarse esta lagrangiana en términos de los eigenestados de masa, si se
desea obtener las reglas de Feynman. Al tomar en cuenta al tensor de esfuerzo del grupo
SU(2)L, ecuación (1.1), se producen las expresiones

W 1
µν = ∂µW

1
ν − ∂νW

1
µ − g

(
W 2
µW

3
ν −W 3

µW
2
ν

)
,

W 2
µν = ∂µW

2
ν − ∂νW

2
µ − g

(
W 3
µW

1
ν −W 1

µW
3
ν

)
,

W 3
µν = ∂µW

3
ν − ∂νW

3
µ − g

(
W 1
µW

2
ν −W 2

µW
1
ν

)
.

(1.49)

Tras introducir la definición

Ŵ±
µν =

W 1
µν ∓ iW 2

µν√
2

, (1.50)

se encuentra que

Ŵ+
µν =

W 1
µν − iW 2

µν√
2

=∂µW
+
ν − ∂νW

+
µ − ig

(
W 3
νW

+
µ −W 3

µW
+
ν

)
=D̂µW

+
ν − D̂νW

+
µ ,

(1.51)
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donde

W±
µ =

W 1
µ ∓ iW 2

µ√
2

. (1.52)

Análogamente Ŵ−
µν = D̂µW

−
ν − D̂νW

−
µ . Ahora, se adquiere la capacidad para replantear

la expresión de los términos W 1
µνW

1µν +W 2
µνW

2µν de la ecuación (1.48) de la siguiente
manera

W 1
µνW

1µν +W 2
µνW

2µν =2Ŵ+
µνŴ

−µν

=2
(
D̂µW

+
ν − D̂νW

+
µ

)(
D̂µ†W−ν − D̂ν†W−µ

)
.

(1.53)

Los términos no escalares del lado derecho de esta ecuación, al tomar en cuenta que
W±
µν = ∂µW

±
ν − ∂νW

±
µ , aśı como las ecuaciones (1.10) y (1.12), se vuelven en

(
D̂µ W

+
ν − D̂νW

+
µ

)(
D̂µ†W−ν − D̂νW−µ

)
=W+

µνW
−µν + ig∂µW

+
ν

[
W 3νW−µ −W 3µW−ν]+ ig∂νW

+
µ

[
W 3µW−ν −W 3νW−µ]

+ ig∂νW−µ [W 3
νW

+
µ −W 3

µW
+
ν

]
+ ig∂µW−ν [W 3

µW
+
ν −W 3

νW
+
µ

]
− g2

[
W 3
µW

+
ν W

3νW−µ +W 3
νW

+
µ W

3µW−ν −W 3
µW

+
ν W

3µW−ν −W 3
νW

+
µ W

3νW−µ]
=W+

µνW
−µν − ig

[
(sWA

µ + cWZ
µ)W−ν − (sWAν + cWZν)W

−µ]W+
µν

+ ig
[
(sWAµ + cWZµ)W

+
ν − (sWAν + cWZν)W

+
µ

]
W−µν

+ 2g2 (sWAµ + cWZµ) (sWA
µ + cWZ

µ)W+
ν W

−ν

− 2g2 (sWAµ + cWZµ) (sWA
ν + cWZ

ν)W+
ν W

−µ.

(1.54)

Por otro lado, para manipular los dos últimos términos que emanan de la expansión de
la ecuación (1.48), ha de notarse, al partir de la ecuación (1.52), que

W 1
µW

2
ν +Wµ2W 1

ν = i
(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

)
, (1.55)

con esto, al tomar en consideración las ecuaciones (1.10), y tras definir Fµν = ∂µAν−∂νAµ
y Zµν = ∂µZν − ∂νZµ, al tensor Bµν se le puede dar la forma

Bµν =∂µBν − ∂νBµ

=cWFµν − sWZµν .
(1.56)

Aśı, con las ecuaciones (1.56) y (1.57), es contingente tomar W 3
µν como

W 3
µν = ∂µ (sWAν + cWZν)− ∂ν (sWAµ + cWZµ)− ig

(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

)
= sWFµν + cWZµν − ig

(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

)
,

(1.57)

y por tanto los términos W 3
µνW

3µν +BµνB
µν , manados de la ec (1.48), quedan plasmados

como
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W 3
µνW

3µν +BµνB
µν =FµνF

µν + ZµνZ
µν − 2igsWFµνW

−µW+ν + 2igsWFµνW
+µW−ν

− 2igcWZµνW
−µW+ν + 2igcWZµνW

+µW−ν

+ (ig)2
(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

)
W−µW+ν

+ (ig)2
(
W+
µ W

−
ν −W−

µ W
+
ν

)
W+µW−ν

=FµνF
µν + ZµνZ

µν − [4igsWFµν + 4igcwZµν

+2g2
(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

)]
W−µW+ν .

(1.58)

Además,

(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

)
W−µW+ν =

1

2

(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

) (
W−µW+ν −W−νW+µ

)
.

(1.59)
Aśı, al tomar como base las ecuaciones (1.53), (1.54), (1.57), (1.58) y (1.59) la lagrangiana
de Yang-Mills se reexpresa como

LYM =− 1

2

{
W+
µνW

−µν − ig
[
(sWA

µ + cWZ
µ)W−ν − (sWA

ν + cWZ
ν)W−µ]W+

µν

+ ig
[
(sWAµ + cWZµ)W

+
ν − (sWAν + cWZν)W

+
µ

]
W−µν

+ 2g2 (sWAµ + cWZµ) (sWA
µ + cWZ

µ)W+
ν W

−ν

−2g2 (sWAµ + cWZµ) (sWA
ν + cWZ

ν)W+
ν W

−µ}
− 1

4

{
FµνF

µν + ZµνZ
µν − (4igsWFµν + 4igcwZµν)W

−µW+ν

−g2
(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

) (
W−µW+ν −W−νW+µ

)}
(1.60)

y esta ecuación a su vez la dividimos en las partes cinética y de interacción como sigue

L0
YM = −1

2
W+
µνW

−µν − 1

4
FµνF

µν − 1

4
ZµνZ

µν , (1.61)

LIY M =
ig

2

[
(sWA

µ + cWZ
µ)W−ν − (sWA

ν + cWZ
ν)W−µ]W+

µν

− ig

2

[
(sWAµ + cWZµ)W

+
ν − (sWAν + cWZν)W

+
µ

]
W−µν

+ g2 (sWAµ + cWZµ) (sWA
ν + cWZ

ν)W+
ν W

−µ

− g2 (sWAµ + cWZµ) (sWA
µ + cWZ

µ)W+
ν W

−ν

+ ig (sWFµν + cWZµν)W
−µW+ν

+
g2

4

(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

) (
W−µW+ν −W−νW+µ

)
,

(1.62)

donde L0
YM contiene la información cinética de los bosones de norma, mientras que LIY M

caracteriza las interacciones de los bosones vectoriales de este sector.
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1.5. Lagrangiana de Yukawa y la matriz CKM

La interacción entre fermiones y el doblete de Higgs dota de masa a los fermiones
elementales, tras el rompimiento esponáneo de simetŕıa. La lagrangiana de Yukawa es
una expresión en términos de dobletes de leptones, L′

L. La lagrangiana de Yukawa, la cual
es invariante bajo el grupo de norma SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y [1], está dada por

LYukawa = −L̄LYlΦℓR − Q̄′
LYdΦd

′
R − Q̄′

LYuΦ̃u
′
R + h.c. , (1.63)

donde Yl, Yd y Yu son la matrices complejas 3 × 3 en los respectivos espacios de sabor,
LL son los dobletes de leptones izquierdos, mientras que los términos Q′

L = (uL, dL)
T ,

LL = (νL, ℓL)
T representan los dobletes izquierdos de quarks, mientras que

Φ̃ = iσ2Φ∗ =

(
φ0∗

−φ−

)
donde φ0∗ =

v +H − iφZ√
2

. (1.64)

La ecuación (1.64) es un doblete con hipercarga Y Φ̃ = −1
2
, lo que es requerido para hacer a

la lagrangiana de Yukawa, ecuación (1.63), invariante bajo el grupo de norma. Nótese que
la ecuación (1.63) queda impĺıcita una suma sobre generaciones en la notación matricial.
Con el objetivo de llevar a los quarks a eigenestados de masa, debe diagonalizarse Yd y
Yu mediante las transformaciones

ū′L = ūLU
†
uL, d̄′L = d̄LU

†
dL,

u′R = UuRuR, d′R = UdRdR,
(1.65)

tales que rinden las matrices de masa como

v√
2
U †
uLYuUuR =Mu = diag(mu,mc,mt),

v√
2
U †
dLYdUdR =Md = diag(md,ms,mb).

(1.66)

El acoplamiento de Higgs con los quarks se vuelve diagonal en la nueva base,

−LH =

(
1 +

h0

v

)[
ūMUu+ d̄Mdd

]
, (1.67)

mientras que el acoplamiento para los bosones Z y fotón se mantienen diagonales. Por
otro lado, el acoplamiento del bosón W± combina las componentes superiores e inferiores
de Q′

L, las cuales se transforman de forma diferente bajo la ecuación (1.65); lo que nos
conduce a que el acoplamiento para W± se encuentra fuera de la diagonal:

−LW =
g√
2
ūLV γ

µdLW
†
µ + h.c., (1.68)

donde

V = U †
uLUdl (1.69)

es la matriz Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM) [22, 23], la cual tiene repercusiones en
la interacción con los bosones cargados de Goldstone. La matriz CKM contiene cuatro
parámetros libres, tres ángulos y una fase que conduce a violación CP. Al igual que las
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masas, los valores de estos ángulos no tiene una explicación en el ME, por lo que son
ajustados por los datos experimentales [1].

El ME carece de neutrinos derechos. Esto rinde como resultado neutrinos con masas
nulas, y con ello total libertad para rotarlos. Aśı, podemos escoger la forma de las trans-
formaciones requeridas para los quarks cargados y diagonalizar Yl. Ergo, sin perdida de
generalidad, podemos tomar, para el sector leptónico, Yl = diag (me,mµ,mτ ) y V = 1.

1.6. Lagrangiano Completo del Modelo Estándar

Al reunir todas las piezas hasta hora discutidas aunadas a las lagrangianas de Fijación
de Norma y Fantasma, obtenemos la lagrangiana completa del ME cuya forma es

LME = LNorma + LFermiones + LHiggs + LY ukawa + LGF + LG, (1.70)

donde los términos que componen la ecuación (1.70) vienen dados por las ecuaciones
(1.26), (1.27), (1.31) y (1.63). La convención de signos que se ha presentado para el ME
es utilizada por [1, 9, 21,26–31].

Nos ocuparemos de los términos LGF y LG, de la ecuación (1.70), en el caṕıtulo
siguiente; ya que dichos términos se ven permeados por la norma en la que se elija trabajar.
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Caṕıtulo 2

Fijación de Norma No Lineal

Para normalizar una teoŕıa se requiere incluir operadores consistentes con las simetŕıas.
De no hacerlo podemos encontrar divergencias, para las cuales no aparezcan los términos
apropiados para que dichas divergencias se anulen [10]. Aśı, se encuentra motivación
en la que se funda el presente caṕıtulo, en el que se lleva a cabo una revisión de las
transformaciones BRST. Luego de realizar dicha revisión y tras fijar la norma, se obtienen
las lagrangianas de las que surgirán las reglas de Feynman.

2.1. Funciones de Fijación de Norma No Lineal

Ahora el presente trabajo se vuelca al estudio de la estructura de las funciones de
fijación de norma Fi y F , lo que nos conducirá a encontrar en su forma explicita la
lagrangianas de fijación de norma, LGF , y fantasma LG. La elección de estas se realiza de
forma tal que nos permita eliminar la mayor cantidad posible de vértices no f́ısicos. En
este proceso de fijación de norma, las funciones deben de contar con simetŕıa de Lorentz y
simetŕıa U(1)Y . Además, han de depender, a lo sumo, cuadráticamente de los campos de
norma y campos escalares. Tomando en cuenta estas caracteŕısticas a cumplir, se plantean
las funciones de fijación de norma [34–37]

Fi =(δij∂µ + g′ϵ3ijNBµ)W
jµ

− ξ
ig

2

[
Φ+
(
σi − iϵ3ijNσ

j
)
ϕ0 − ϕ†

0

(
σi + iϵ3ijNσ

j
)
Φ + iϵ3ijΦ

†σjΦ
]
,

(2.1)

F = ∂µB
µ − ξ

ig′

2

(
Φ†ϕ0 − ϕ†

0Φ
)
, (2.2)

donde Φ es el doblete de Higgs y ϕ†
0 es su valor de expectación del vació. La forma explicita

de estos objetos se muestra en la ecuación (1.35), de este, y de aquello en la ecuación (1.30).
En ( [38]) se nos garantiza que al anular los términos proporcionales a ϵ3ij se recupera la
norma lineal, aśı, con la intención de verificar esta aseveración se introduce el parámetro
auxiliar N ; al hacer N = 0 se espera recuperar los cálculos de la norma lineal y N = 1 los
de la norma no lineal. Podemos apreciar que la ecuación (2.1) es no lineal respecto a los
campos escalares aśı como de los vectoriales, mientras que la ecuación (2.2) es lineal. Esto
tendrá repercusiones en la parte cinética de los sectores de Yang-Mills y Higgs, aśı como
el potencial de Higgs. Ahora bien, de las ecuaciones (2.1) y (2.2) emanan las funciones de
fijación de norma
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F1 =∂µW
1µ +Ng′BµW

2µ

− ξ
ig

2

[
φ− (1−N)

v√
2
− v√

2
(1−N)φ+ +N

(
φ−φ0 − φ0∗φ+

)]
,

F2 =∂µW
2µ +Ng′BµW

2µ

− ξ
g

2

[
φ− (1−N)

v√
2
+

v√
2
(1−N)φ+ +N

(
φ−φ0 + φ0∗φ+

)]
,

F3 =∂µW
3µ + cW ξφZmZ ,

(2.3)

F = ∂µBµ − sW ξφZmZ , (2.4)

donde, para F3 y F , se usó, surgido de las ecuaciones (1.38) y (1.11), que

mZ =
gv

2cW
, mZ =

vg′

2sW
. (2.5)

Para realizar el análisis se hará uso de la definición de los estados propios de masa, los
cuales, para las funciones de fijación de norma, vienen dados por

F± =
1√
2
(F1 ∓ iF2) ,

FZ = cWF3 − sWF,

FA = sWF3 + cWF,

(2.6)

aśı como con las ecuaciones (1.11), (1.12) y (2.3).

F+ = ∂µW
+µ + iNBµW

+µ +
ig

2
√
2
ξ
[√

2v(1−N)φ+ + 2Nφ0∗φ+
]
. (2.7)

De forma análoga a las definiciones (1.44), se plantea la derivada auxiliar dada por

D̄Nµ = ∂µ + iNg′Bµ, (2.8)

hemos de notar que esta ecuación, análoga a las definiciones (1.44), se verá influida por
la norma que se elija. Ahora, la ecuación 2.7 se torna

F+ = D̄NµW
+µ +

ig

2
√
2
ξ
[√

2v(1−N)φ+ + 2Nφ0∗φ+
]
. (2.9)

Por otro lado, tras advertir de la ecuación (2.6) que F− = (F+)
†, se alcanza

F− = D̄†
NµW

−µ − ig

2
√
2
ξ
[√

2v(1−N)φ− + 2Nφ0φ−
]
. (2.10)

Al tomar en consideración las ecuaciones (2.3), (2.4), (2.6) y (1.12) accedemos a la
forma explicita de las funciones FZ y FA

FZ = ∂µZ
µ + ξmZφZ , (2.11)

y análogamente

FA = ∂µZ
µ. (2.12)
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Es importante remarcar que las las funciones de fijación de norma (2.11) y (2.12) se
mantienen sin cambio respecto a las funciones para la norma lineal, motivo por el cual se
espera que entrambas normas coincidan en algunas reglas de Feynman. Mas, las funciones
de fijación de norma deben ser vertidas en el ME mediante los lagrangianos de fijación de
norma y fantasma, para poder rendir dichas reglas de Feynman.

2.2. Lagrangiana de Fijación de Norma

Con el objetivo de tener la capacidad de definir los propagadores y los vértices, es
requerido fijar los términos de norma de las lagrangianas. En la norma Rξ, la lagrangiana
de fijación de norma viene dado como

LGF = − 1

2ξ
FiFi −

1

2ξ
(F )2 (2.13)

Con la intención de expresar esta lagrangiana en términos de los eigenestados de masa
hacemos uso de las definiciones 2.6, con las cuales tenemos

F−F+ =
F1F1 − iF2F1 + iF1F2 + F2F2

2
→ 2F−F+ = (F1)

2 + (F2) , (2.14)

y de manera similar

(FA)
2 + (FZ)

2 = (F3)
2 + (F )2 . (2.15)

Aśı, tenemos la posibilidad de plasmar la lagrangiana (2.13) como sigue

LGF = −1

ξ
F−F+ − 1

2ξ
(FA)

2 − 1

2ξ
(FZ)

2 . (2.16)

Con la forma explicita de las funciones de fijación de norma, tenemos para el primer
término de la lagrangiana (2.16) que

F−F+ =
(
D̄†
NνW

−ν
) (
D̄NµW

+µ
)

+
ig

2
√
2
ξ
{(
D̄†
NµW

−µ
) [√

2v(1−N)φ+ + 2Nφ0∗φ+
]

−
(
D̄NµW

+µ
) [√

2v(1−N)φ− + 2Nφ0φ−
]}

+

(
gξ

2
√
2

)2 [
2v2(1−N)φ−φ+ + 4N2φ0φ0∗φ−φ+

]
.

(2.17)

En este último desarrollo no se han considerado los términos que contienen el factor
N(1−N) ya que se anula tanto para la norma lineal como para no lineal. Mientras, para
los últimos dos términos de la lagrangiana (2.16) con las funciones de fijación de norma
se alcanza la igualdad

(FZ)
2 + (FA)

2 =(∂µZ
µ)2 + (∂µA

µ)2 + 2mZξφZ∂µZ
µ + (mZξφz)

2 . (2.18)

17



Al fragmentar la lagrangiana de fijación de norma en las partes vectorial, escalar y pseu-
dovectorial, aśı

LGF = LGFV + LGFS + LGFSV (2.19)

donde

LGFV = −1

ξ

(
D̄†
NµW

−µ
) (
D̄NµW

+µ
)
− 1

2ξ
(∂µZ

µ)2 − 1

2ξ
(∂µA

µ)2 , (2.20)

LGFS = −
(

g

2
√
2

)2

ξ
[
2v2 (1−N)2 φ−φ+ + 4N2φ0∗φ0φ−φ+

]
− ξ

2
(mZφZ)

2 , (2.21)

LGFSV =− ig

2
√
2

{(
D̄†
NµW

−µ
) [√

2v(1−N)φ+ + 2Nφ0∗φ+
]

−
(
D̄NµW

+µ
) [√

2v(1−N)φ− + 2Nφ0φ−
]}

−mZφZ∂µZ
µ.

(2.22)

Estas lagrangianas, aunadas con las otras lagrangianas del ME, se espera que eliminen
vértices no f́ısicos que surgen de la teoŕıa; los cuales como objetos matemáticos pueden
volver computacionalmente pesada la tarea de obtener predicciones fenomenológicas.

2.3. Transformaciones BRST

2.3.1. Estructura de la acción invariante BRST

La introducción de los campos fantasmas se fundamenta en el interés de expresar la
modificación de la medida de la integral funcional para compensar la dependencia de
norma introducida en la lagrangiana de fijación de norma. Estos campos, aunque no son
f́ısicos, son necesarios para compensar los efectos debidos a la propagación de cuántica de
los estados no f́ısicos de los campos de norma [27]. Por otro lado, el motivo que conlleva
a emprender el estudio clásico de un sistema de norma es encontrar el álgebra de norma
y, con esto es, localizar un conjunto de relaciones que han de cumplir los tensores de
estructura de la teoŕıa de norma. En sistemas de norma simple, como lo es la teoŕıa de
Yang-Mills, localizar el álgebra de norma no representa una ardua tarea. Empero, pa-
ra sistemas de norma más generales esto puede representar un problema complicado de
resolver. Para lidiar con esta situación, aśı como con la cuantización covariante de los
sistemas de norma, Batalin-Fradkin-Vilkovisky [40–42] desarrollaron una técnica que se
basa en el formalismo de anticampos. En este método, también conocido como el forma-
lismo anticampo-antibracket, la simetŕıa BRST extendida juega un papel elemental. La
implementación de ésta técnica se da con la introducción de un anticampo por cada cam-
po que interviene en la teoŕıa y se asume que los grados de libertad dinámicos del sistema
de norma se caracterizan por los campos de materia, norma, fantasma (ca), antifantasma
(c̄a), y auxiliares (Ba). La acción original (S0) es una funcional de campos de materia y
norma. Sin embargo, esta configuración también se hace extensiva a los campos fantasmas
ya que son necesarios para cuantizar la teoŕıa. Un campo fantasma por cada parámetro
introducido. Para fijar la norma, aśı como para cuantizar, es necesario introducir los cam-
pos antifantasma y auxiliar, también llamados pares triviales. Aśı, por cada ΦA se ha de
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introducir un anticampo Φ∗
A, este anticampo tiene una estad́ıstica opuesta a la del campo

y un número fantasma −gh(ΦA), donde gh(ΦA) está dado por

gh(ΦA) =


0 campo de materia
0 campo de norma o auxiliar
1 campo fantasma
−1 campo antifantasma

(2.23)

Aqúı los parámetros de los grupos SU(2)L × U(1)Y y SU(3)C , α
a y βa, respectivamente,

son de gran relevancia debido a que satisfacen que αi = ηci y βi = η′c, donde η y η′

son constantes anticonmutantes (constantes de Grassmann). Ya que la acción debe ser
Hermı́tica, los campos fantasma y antifantasma deben satisfacer que ci† = ci, c† = c,
c̄i† = −c̄i y c̄† = −c̄.

Este espacio de configuración extendido se introduce una estructura simpléctica me-
diante la diferenciación izquierda o derecha definida para dos funcionales como

(F,G) =
∂rF

∂ΦA

∂lG

∂Φ∗
A

− ∂rF

∂Φ∗
A

∂lG

∂ΦA
. (2.24)

Los antibrackets están dados por(
ΦA,Φ∗

B

)
= δAB,

(
ΦA,ΦB

)
= (Φ∗

A,Φ
∗
B) = 0 (2.25)

La acción extendida es una funcional bosónica que se da sobre los campos y anticampos
S [Φ,Φ∗], con número fantasma cero, que satisface la ecuación maestra definida como

(S, S) = 2
∂rS

∂ΦA

∂lS

∂Φ∗
A

= 0. (2.26)

Los antibrackets ayudan a definir la transformación extendida BRST de la siguiente forma

δBΦ
A =

(
S,ΦA

)
= − ∂rS

∂Φ∗
A

, (2.27)

δBΦ
∗
A = (S,Φ∗

A) =
∂rS

∂ΦA
. (2.28)

Ha de notarse que la acción extendida es invariante bajo la simetŕıa BRST como conse-
cuencia de la ecuación maestra, debido a que esta variación viene dada por δS = (S, S).
Sin embargo, no todas las soluciones de la ecuación maestra son de interés, solo aquellas
que se les llama soluciones propias son de interés [43]. Una solución propia ha de hacer
contacto con la teoŕıa inicial, lo cual es proporcional a imponer la condición de frontera

S [Φ,Φ∗] |Φ∗=0= S0 [ϕ] , (2.29)

donde ϕ corre solo sobre los campos originales de la teoŕıa, i.e., campos de materia y
norma. La solución propia S puede ser expresada en términos de una serie de potencias
de anticampos

S [Φ,Φ∗] = S0 [Φ] +
(
δBΦ

A
)
Φ∗
A + . . . (2.30)

en esta serie aparecen todos los tensores de estructuras de norma que caracterizan el
sistema de norma. En este sentido, la solución propia de S es la funcional generatriz de
los tensores de estructura de norma, S también genera el álgebra de norma mediante la
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ecuación maestra. Desde un enfoque clásico un sistema de norma está completamente
determinado cuando la solución propia S está bien determinada y la ecuación maestra ha
sido calculada. Esto último es relevante ya que de aqúı surgen las relaciones que deben
satisfacerse por los tensores de estructura de norma. Para la teoŕıa de Yang-Mills, el
sistema de norma más simple, una solución de la ecuación maestra está dada por

S [Φ,Φ∗] = S [ϕ] +
(
δBΦ

A
)
Φ∗
A. (2.31)

Ya que esta acción es bosónica, su número fantasma es cero. Es posible demostrar que la
acción (2.31) es solución de la ecuación maestra, lo que conduce al álgebra conocida de la
teoŕıa de Yang-Mills.

Por otro lado, para cuantizar la teoŕıa, ha de fijarse la norma. Mas, la teoŕıa no puede
ser cuantizada de forma directa ya que la acción es degenerada. Allende, los anticampos
deben ser removidos ya que no son verdaderos grados de libertad, pero no se les puede
simplemente anularlos producto de que S0 es degenerada. No obstante, se hecha mano de
un procedimiento no trivial, que al mismo tiempo ayuda a eludir la degeneración de la
teoŕıa. De acuerdo con Batalin–Vilkovisky [44], al introducir una funcional fermiónica de
los campos, Ψ [Φ], con número fantasma −1 tal que

Φ∗
A =

∂Ψ [Φ]

∂ΦA
, (2.32)

Nótese que en este caso ya no es necesario distinguir entre diferenciación izquierda o
derecha. El la definición de un procedimiento de fijación de norma, el par trivial, c̄a y
Ba, es necesario ya que los únicos campos con número fantasma −1 son unicamente los
campos antifantasma. Únicamente cuando se satisface que

(
δBΦ

A
)
Φ∗
A =

(
δBΦ

i
)(∂Ψ [Φ]

∂ΦA

)
= δBΨ [Φ] (2.33)

la solución propia adquiere la forma

S [Φ, δΨ/δΦ] = S [ϕ] + δBΨ
Ψ [Φ] (2.34)

Esta es la acción BRST de fijación de norma, que es invariante bajo las transformaciones
BRST definidos como [6–8]

δBΨ
Aaµ =− ∂µc

a − gfabcFac
bAcµ,

δBΨ
ψm =− itamnc

aψn,

δBΨ
ca =− 1

2
gfabccbca,

δBΨ
c̄a =Ba,

δBΨ
Ba =0,

(2.35)

donde ψm representa los campos de materia y fabc es la correspondiente constantes de
estructura. En general, la nilpotencia de δBΨ

solo se garantiza on-shell, es decir, tras la
aplicación de las ecuaciones de movimiento. En particular, para la teoŕıa de Yang-Mills,
la nilpotencia se garantiza aun off-shell. Ahora, para la teoŕıa electrodébil, definimos la
funcional más general, Ψ, consistente con la teoŕıa renormalizada. Para este caso el grupo
de norma es SU(2)L×U(1)Y . Esta funcional, con número fantasma −1 se puede expresar
como
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Ψ =

∫
d4x

[
c̄i
(
Fi +

ξ

2
Bi + ϵijkc̄jck

)
+ c̄

(
f +

ξ

2
B

)]
, (2.36)

donde F y Fi son las funciones de fijación de norma, esta está asociada con el grupo U(1)Y
y aquella con el grupo SU(2)L. Estas funciones están restringidas, por renormalizabilidad,
a ser dependientes de forma cuadrática, a lo sumo, de los campos escalares y de norma.
En la ecuación (2.36), la constante ξ es conocida como parámetro de norma, en general,
es diferente para cada grupo, mas, por simplicidad, se ha considerado que son iguales.
Nótese que en el método de Faddeev-Popov no figura el término ϵijkc̄jck , a pesar de
que es necesario para obtener renormalizabilidad. Al hacer uso de la las transformaciones
antes descritas, ecuaciones (2.35), obtenemos la acción como

δBΨ
ψ =

∫
d4x

[
ξ

2
BiBi +

(
Fi + 2ϵijkc̄jck

)
Bi +

ξ

2
BB

+FB − c̄i (sFi)− c̄4 (sF )− ϵijkϵklmc̄ic̄jclcm
]
.

(2.37)

Debido a que los campos auxiliares Bi y B aparecen de forma cuadrática su integración
es equivalente a aplicar las ecuaciones de movimiento correspondiente en la acción BRST
de fijación de norma, lo que conduce a una acción efectiva definida por el lagrangiano
efectivo

Leff = LEWT + LGF + LG (2.38)

donde LEWT es la lagrangiana electrodébil invariante de norma; LGF es la lagrangiana
de fijación de norma, la cual se estudió en la sección anterior; mientras que LG es la
lagrangiana fantasma que ha de ser estudiada en una sección venidera.

2.3.2. Transformaciones BRST

De acuerdo con [9], para los campos de norma se sigue la regla de transformación

δBΨ
Aiµ = −∂µci − gϵijkFic

jAkµ, (2.39)

la cual rinde, para los campos de norma del sector de Yang-Mills, las transformaciones

δBΨ
W 1
µ =− ∂µc

1 − g
(
c2W 3

µ − c3W 2
µ

)
δBΨ

W 2
µ =− ∂µc

2 − g
(
c3W 1

µ − c1W 3
µ

)
δBΨ

W 3
µ =− ∂µc

3 − g
(
c1W 2

µ − c2W 1
µ

)
.

(2.40)

Estas transformaciones han de ser reescritas en términos de los eigenestados de masa.
Para al alcanzar este objetivo son definidos los campos siguientes

c± =
c1 ∓ ic2√

2
y por tanto c1 =

c+ + c−√
2

, c2 =
i (c+ − c−)√

2
, (2.41)

y se toman definiciones similares para los campos antifantasma. De las definiciones (1.13),
de forma similar con la ecuación (2.41), podemos deducir que

W 1
µ =

W+
µ +W−

µ√
2

, W 2
µ =

i
(
W+
µ −W−

µ

)
√
2

. (2.42)
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y por tanto se alcanza la ecuación c1W 2
µ−c2W 1

µ = −
(
c+W−

µ − c−W+
µ

)
, la cual nos permite

exponer la tercer de las ecuaciones (2.40) como

δBΨ
W 3
µ = −∂µc3 + ig

(
c+W−

µ − c−W+
µ

)
. (2.43)

Por otro lado, para los eigenestados de masa del bosónW±, partimos de las ecuaciones
(1.13) con las cuales encontramos la transformación BRST

δBΨ
W+
µ =

δBΨ
W 1
µ − iδBΨ

W 2
µ√

2

=− ∂µc
+ + ig

(
c3W+

µ − c+W 3
µ

)
,

(2.44)

y de forma similar encontramos que

δBΨ
W−
µ = −∂µc− − ig

(
c3W−

µ − c−W 3
µ

)
. (2.45)

Para las transformaciones BRST de de los campos neutros, Zµ y Aµ, es menester im-
plementar un conjunto de ecuaciones, paralelas a las ecuaciones (1.10) y (1.12), con las
cuales asociar campos fantasmas a los campos neutros. Estas están dadas por

c3 = cW c
Z + sW c

A,

c4 = −sW cZ + cW c
A,

(2.46)

cZ = cW c
3 − sW c

4,

cA = sW c
3 + cW c

4.
(2.47)

Al tomar en cuenta las ecuaciones (1.12), (2.35), (2.43) se construye la transformación

δBΨ
Zµ =cW δBΨ

W 3
µ − sW δBΨ

Bµ

=− ∂µc
Z − igcW

(
c−W+

µ − c+W−
µ

)
,

(2.48)

de forma paralela se obtiene la transformación

δBΨ
Aµ = −∂µcA − igsW

(
c−W+

µ − c+W−
µ

)
(2.49)

Para poder hacer uso de la lagrangiana fantasma, es obligado obtener las transfor-
maciones BRST de los PBG. Esto se logra mediante la aplicación de una trasformación
generada por el grupo electrodébil al doblete de Higgs. En su forma infinitesimal, la
transformación antes mencionada, tiene la forma

δBΨ
Φ =MΦ =

(
ig

2
σici + ig′Y c4

)
Φ

=

[
ig

2

(
c3 c1 − ic2

c1 + ic2 −c3
)
+ ig

sW
cW

Y

(
c4 0
0 −c4

)]
Φ,

(2.50)

donde se ha usado que g′ = g sW
cW

. Ahora, tras tomar en cuenta que Y Φ = 1/2 y cW c
3 +

sW c
4 = c2W c

Z+2cW sW c
A, aśı como la ecuación (2.47), la ecuación (2.50) alcanza la forma
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δBΨ
Φ =

ig

2

(
c2W
cW
cZ + 2sW c

A
√
2c+√

2c− − 1
cW
cZ

)
Φ. (2.51)

Aśı, al plasmar de forma explicita el doblete de Higgs, se obtienen las transformaciones
BRST

δBΨ
φ+ =

ig

2

[(
c2W
cW

cZ + 2sW c
A

)
φ+ +

√
2c+φ0

]
,

δBΨ
φ− = −ig

2

[(
c2W
cW

cZ + 2sW c
A

)
φ− +

√
2c−φ0∗

]
,

δBΨ
φ0 =

ig

2

(√
2c−φ+ − 1

cW
cZφ0

)
,

δBΨ
φ0∗ = −ig

2

(√
2c+φ− − 1

cW
cZφ0∗

)
.

(2.52)

Para la transformación BRST del PBG del bosón Z ha de tomarse como partida el
hecho de que

φ0 =
v +H + iφZ√

2
→ φ0 − iφZ√

2
=
v +H√

2
, φ0∗ +

iφZ√
2
=
v +H√

2
,

y por tanto

φZ =
−i (φ0 − φ0∗)√

2
. (2.53)

Al aplicar los resultados (2.52) a (2.53) obtenemos la transformación

δBΨ
φZ =

−i√
2

(
δBΨ

φ0 − δBΨ
φ0∗)

=
g

2
√
2

[√
2
(
c−φ+ + c+φ−)− 1

cW
cZ
(
φ0 + φ0∗)] (2.54)

Con el conjunto de transformaciones BRST formado por las ecuaciones (2.52) y (2.54)
podemos obtener las respectivas transformaciones de las funciones de fijación de norma
no lineal, cuyo estudio se plasmó en la Sección (2.2), ya que estas dependen de los PBG.
La transformación de las funciones de fijación de norma en términos de los eigenestados
de masa, ecuación (2.8), está dada por

δBΨ
F+ =

∂F+

∂ (∂µW+µ)
δBΨ

(
∂µW

+µ
)
+

∂F+

∂ (W+µ)
δBΨ

W+µ +
∂F+

∂Bµ

δBΨ
Bµ

+
∂F+

∂φ+
δBΨ

φ+ +
∂F+

∂φ0∗ δBΨ
φ0∗,

(2.55)

al considerar que D̄NµD̂
µc+ = □c+ + ig∂µ (W

3µc+) + iNg′Bµ∂
µc+ −Ng′gBµW

3µc+, g′ =
sW
cW
g, δBΨ

(∂µW
+µ) = ∂µ (δBΨ

W+µ), aśı como la ecuación (2.9), (2.55) se tornará en
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δBΨ
F+ =− D̄NµD̂

µc+ + ig
(
cW c

Z + sW c
A
)
D̄NµW

+µ

+ igW+µ∂µ

[
cZ
(
cW +N

s2W
cW

)
+ cA (sW −NsW )

]
− g2

4
√
2
ξ
[((

2v (1−N) + 2
√
2Nφ0∗

)
φ0 − 2

√
2Nφ+φ−

)
c+

+

((√
2v (1−N) + 2Nφ0∗

)(c2W
cW

cZ + 2sW c
A

)
+

2N

cW
cZφ0∗

)
φ+

]
(2.56)

y como δBΨ
F− = (δBΨ

F+)
† entonces

δBΨ
F− =− D̄†

NµD̂
µ†c− − ig

(
cW c

Z + sW c
A
)
D̄†
NµW

−µ

− igW−µ∂µ

[
cZ
(
cW +N

s2W
cW

)
+ cA (sW −NsW )

]
− g2

4
√
2
ξ
[((

2v (1−N) + 2
√
2Nφ0

)
φ0∗ − 2

√
2Nφ+φ−

)
c−

+

((√
2v (1−N) + 2Nφ0

)(c2W
cW

cZ + 2sW c
A

)
+

2N

cW
cZφ0

)
φ−
]

(2.57)

Ahora, para la función de fijación (2.11), de forma análoga,

δBΨ
FZ =

∂FZ
∂ (∂µZµ)

δBΨ
(∂µZ

µ) +
∂FZ
∂φZ

δBΨ
φZ

=−□cZ + igcW∂µ
(
c+W−µ − c−W+µ

)
− g

2
√
2
ξmZ

[√
2
(
c−φ+ + c+φ−)− 1

cW
cZ
(
φ0 + φ0∗)] .

(2.58)

Finalmente, para la ecuación (2.12) con un procedimiento paralelo se alcanza la transfor-
mación

δBΨ
FA =

∂FA
∂ (∂µAµ)

δBΨ
(∂µA

µ) +
∂FA
∂φZ

δBΨ
φZ

=−□cA + igsW∂µ
(
c+W−µ − c−W+µ

)
.

(2.59)

Las transformaciones hasta aqúı presentadas se adhieren al ME mediante la lagrangia-
na fantasma, la cual es auxiliar en la ardua tarea por alcanzar cálculos fenomenológicos
finitos. Mas, para tener la capacidad de comenzar con la fenomenoloǵıa, es menester ob-
tener las reglas de Feynman correspondientes a los diferentes sectores del ME, lo que
inexorablemente nos lleva realizar un estudio de los campos fantasma. Este análisis se
presenta en secciones venideras.
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2.4. Lagrangiana Fantasma

Con el fin de realizar predicciones, el ME debe ser discretizado. Sin embargo, esta es
una tarea nada trivial. Por otro lado, las teoŕıas de norma no son sistemas Hamiltonianos
canónicos, y por tanto, la discretización canónica no puede ser llevada a cabo. Las teoŕıas
de norma son sistemas Hamiltonianos generalizados en los que surgen restricciones en las
coordenadas y el momento canónico. La solución a este problema fue planteada por Fad-
deev y Popov [24,25]. La prescripción de Fadeev-Popov es valida siempre que sea aplicada
a un sistema que tenga un número finito de grados de libertad. Mas, esta prescripción se
ve limitada cuando se busca realizar un análisis fenomenológico en el que se vean involu-
cradas interacciones de cuatro campos fantasma. Esto último nos conduce a plantear una
lagrangiana fantasma que, además de sortear esta dificultad, incluya las propiedades del
trabajo de Faddeev-Popov. En [37–39] se proponen lagrangianas fantasmas, para plan-
tearlas se parte de una estructura de acción invariante BRST, al igual que en el presente
trabajo. De este modo, con el álgebra descrita en la sección 2.4, se propone la siguiente
lagrangiana

LG = −c̄i (δBΨ
Fi)− c̄ (δBΨ

F )− 2g

ξ
ϵijkFic̄

jck + g2
(
2

ξ
− 1

)
ϵijkϵklmc̄ic̄jclcm (2.60)

Ha de remarcarse que los dos últimos términos de esta ecuación no aparecen en el método
de Faddeev - Popov. Al partir de las ecuaciones (2.41) y (2.46), expandimos los dos
primeros términos de la lagrangiana (2.60)

LG1 =− c̄i (δBΨ
Fi)− c̄4 (δBΨ

F )

=− c̄+δBΨ
F− − c̄−δBΨ

F+ − c̄ZδBΨ
FZ − c̄AδBΨ

FA.
(2.61)

Ha de notarse que la ecuación (2.61) es la prescripción de Faddeev - Popov. Esta ecuación
se vuelve, con las ecuaciones (2.56), (2.57), (2.58) y (2.59), en
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LG1 =c̄
−□c+ + c̄+□c− + c̄Z□cZ + c̄A□cA

+ igc̄−∂µ
(
W 3µc+

)
+ iNg′Bµc̄

−∂µc+ −Ngg′BµW
3µc̄−c+

− igc̄+∂µ
(
W 3µc−

)
− iNg′Bµc̄

−∂µc̄− −Ngg′BµW
3µc̄+c−

− igc̄−c3D̄NµW
+µ − igc̄−W+µ∂µ

(
c3 −N

sW
cW

c4
)

+ igc̄+c3D̄†
NµW

−µ + igc̄+W−µ∂µ

(
c3 −N

sW
cW

c4
)

− igc̄3∂µ
(
c+W−µ − c−W+µ

)
+

g2

4
√
2
ξ
[
c̄−
(
2v (1−N)φ0 + 2

√
2Nφ0∗φ0 − 2

√
2Nφ−φ+

)
c+

+ c̄−
((√

2v (1−N) + 2Nφ0∗
)(c2W

cW
cZ + 2sW c

A

)
+

2N

cW
cZφ0∗

)
φ+

+ c̄+
(
2v (1−N)φ0∗ + 2

√
2Nφ0∗φ0 − 2

√
2Nφ−φ+

)
c−

+c̄+
((√

2v (1−N) + 2Nφ0∗
)(c2W

cW
cZ + 2sW c

A

)
+

2N

cW
cZφ0∗

)
φ−
]

− g

2
√
2
ξmZ c̄

Z

[√
2
(
c−φ+ + c+φ−)− cZ

cW

(
φ0∗ + φ0

)]
.

(2.62)

Nótese que esta lagrangiana es invariante bajo el grupo electromagnético. Al ajustar el
parámetro de norma para la norma no lineal, de cada término que presenta derivada
covariante surge un término de superficie con lo que es posible reescribir la lagrangiana
(2.62) en una forma más compacta. En la lagrangiana de Faddeev - Popov se distinguen
dos partes principales,

LG1 = L0
G1 + LIG1, (2.63)

donde L0
G1 es el término cinético, del cual emanan los propagadores de de los campos del

sector fantasma. Por otro lado, LIG1 se divide en dos partes, LIG1V en la cual se dan las
interacciones de los fantasmas ghost - antighost - bosones de norma y LIG1s caracteriza las
interacciones de campos escalares. Con el fin de poder obtener las reglas de Feynman, ha
de hacerse manejable la lagrangiana seleccionando la norma no lineal. Entonces, al tomar
en cuenta que

g2

2
ξ
(
φ0∗φ0c̄−c+ + φ0∗φ0c̄+c−

)
+

g

2
√
2

ξmZ

cW
c̄ZcZ

(
φ0∗ + φ0

)
=ξm2

W

(
c̄−c+ + c̄+c−

)
+
g

2

ξmZ

cW
Hc̄ZcZ

+ ξm2
Z c̄

ZcZ +
g2

4
ξ
(
c̄−c+ + c̄+c−

)
(HH + 2vH + φZφZ) ,

(2.64)

de la ecuación (2.62) surgen las lagrangianas

L0
G1 =− ∂µc̄

+∂µc− − ∂µc̄
−∂µc+ − ∂µc̄

A∂µcA − ∂µc̄
Z∂µcZ

+ ξm2
W

(
c̄−c+ + c̄+c−

)
+ ξm2

Z c̄
ZcZ ,

(2.65)
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LG1V =W 3µ
(
∂µc̄

−c+ − ∂µc̄
+c−

)
+ ig′Bµ

(
c̄−∂µc+ − c̄+∂µc−

)
− gg′BµW

3µ
(
c̄−c+ + c̄+c−

)
− ig

(
W+µc̄−∂µ −W−µc̄+∂µ

)
c3 + gg′Bµ

(
W+µc̄− +W−µc̄+

)
c3

− ig

cW

(
W+µc̄− −W−µc̄+

)
∂µc

Z + ig∂µc̄
3
(
W−µc+ −W+µc−

)
,

(2.66)

LG1S =
g2

2
√
2

[
2
(
φ0∗φ+c̄− + φ0φ−c̄+

)
c3 −

√
2φ−φ+

(
c̄−c+ + c̄+c−

)]
− g

2
ξmZ c̄

Z
(
φ+c− + φ−c+

)
+
g

2

mZ

cW
ξHc̄ZcZ

+
g2

4
ξ
(
c̄−c+ + c̄+c−

)
(HH + 2vH + φZφZ) .

(2.67)

Estas dos últimas lagrangianas, al considerar las ecuaciones (1.10), (2.46) y fijando el
parámetro de norma a la norma no lineal, se vuelven en

LG1V =− ig (ZµcW + AµsW )
(
∂µc̄

−c+ − ∂µc̄
+c−

)
+ ig′ (AµcW − ZµsW )

(
c̄−∂µc+ − c̄+∂µc−

)
− gg′ (AµcW − ZµsW ) (ZµcW + AµsW )

(
c̄−c+ + c̄+c−

)
+ gg′ (AµcW − ZµsW )

(
W+µc̄− +W−µc̄+

) (
cZcW + cAsW

)
− ig

(
∂µW

+µc̄− − ∂µW
−µc̄+

) (
cZcW + cAsW

)
− ig

cW

(
W+µc̄− −W−µc̄+

)
∂µc

Z

+ ig∂µ
(
c̄ZcW + c̄AsW

) (
W−µc+ −W+µc−

)
,

(2.68)

LG1S =
g2

2
√
2

[
2
(
φ0∗φ+c̄− + φ0φ−c̄+

) (
cZcW + cAsW

)
−
√
2φ−φ+

(
c̄−c+ + c̄+c−

)]
− g

2
ξmZ c̄

Z
(
φ+c− + φ−c+

)
+
g

2

mZ

cW
ξHc̄ZcZ

+
g2

4
ξ
(
c̄−c+ + c̄+c−

)
(HH + 2vH + φZφZ) .

(2.69)

En tanto, para el tercer término de la ecuación (2.60) se alcanza la expresión

−2g

ξ
ϵijkFic̄

jck =− 2g

ξ

(
F1c̄

2c3 − F1c̄
3c2 − F2c̄

1c3 + F2c̄
1c3 + F2c̄

3c1 + F3c̄
1c2 − F3c̄

2c1
)

=− 2g

ξ

[(
F−c̄

+ − F+c̄
−) (cZcW + cAsW

)
+
(
c̄ZcW + c̄AsW

) (
F+c

− − F−c
+
)

+(FZcW + FAsW )
(
c̄−c+ − c̄+c−

)]
.

(2.70)
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Para el último término de la lagrangiana fantasma es menester manejar con mayor dili-
gencia el estudio. Debido a la anticonmutatividad que se da entre los campos fantasma,
entre ellos, aśı como con los antifantasma y con las transformaciones BRST, ha de evitarse
aplicar cualquier anticonmutación hasta después de expresar los campos en eigenestados
de masa. Luego de custodiar este proceso de la forma antes descrita, el término ultimo de
la lagrangiana (2.60) alcanza la forma

g2
(
2

ξ
− 1

)
ϵijkϵklmc̄ic̄jclcm =g2

(
2

ξ
− 1

)(
−4c̄3c̄−c+c3 − 4c̄3c̄+c−c3 − 4c̄+c̄−c+c−

)
=4g2

(
1− 2

ξ

)[(
cW c̄

Z + sW c̄
A
) (
c̄−c+ + c̄+c−

)
×
(
cW c

Z + sW c
A
)

+c̄+c̄−c+c−
]
.

(2.71)

Con las ecuaciones (2.70) y (2.71) se plantea la lagrangiana

LG2 =− 2g

ξ

[(
F−c̄

+ − F+c̄
−) (cZcW + cAsW

)
+
(
c̄ZcW + c̄AsW

) (
F+c

− − F−c
+
)

+(FZcW + FAsW )
(
c̄−c+ − c̄+c−

)]
− 4

(
cW c̄

Z + sW c̄
A
) (
c̄−c+ + c̄+c−

) (
cW c

Z + sW c
A
)
− 4c̄+c̄−c+c−,

(2.72)

por lo tanto, la lagrangiana fantasmas se expresa como LG = LG1 + LG2, donde LG1

contiene la prescripción usual de Faddeev - Popov. Con las ecuaciones (2.9), (2.10), (2.11),
(2.12), la ecuación (2.70) adquiere la forma

LG2 =− 2g

ξ

{(
∂µW

−µc̄+ − ∂µW
+µc̄−

)
c3 + c̄3

(
∂µW

+µc− − ∂µW
−µc+

)
− iNg′Bµ

[(
W−µc̄+ +W+µc̄−

)
c3 − c̄3

(
W−µc+ +W+µc−

)]
+

ig

2
√
2
ξ
[(√

2v (1−N)φ− + 2Nφ0φ−
) (
c̄3c+ − c̄+c3

)
+
(√

2v (1−N)φ+ + 2Nφ0∗φ+
) (
c̄3c− − c̄−c3

)]
+
(
∂µW

3µ + cWmZξφZ
) (
c̄+c− − c̄−c+

)}
+ 4g2

(
1− 2

ξ

)[
c̄3
(
c̄−c+ + c̄+c−

)
c3 + c̄+c̄−c+c−

]
(2.73)

La lagrangiana (2.73) conviene que sea reescrita para la norma no lineal como sigue
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LG2 =− 2g

ξ

{(
∂µW

−µc̄+ − ∂µW
+µc̄−

) (
cZcW + cAsW

)
+
(
c̄ZcW + c̄AsW

) (
∂µW

+µc− − ∂µW
−µc+

)
− ig′ (AµcW − ZµsW )

[(
W−µc̄+ +W+µc̄−

) (
cZcW + cAsW

)
−
(
c̄ZcW + c̄AsW

) (
W−µc+ +W+µc−

)]
+

ig√
2
ξ
[
φ0φ− ((c̄ZcW + c̄AsW

)
c+ − c̄+

(
cZcW + cAsW

))
+φ0∗φ+

((
c̄ZcW + c̄AsW

)
c− − c̄−

(
cZcW + cAsW

))]
+ [∂µ (Z

µcW + AµsW ) + cWmZξφZ ]
(
c̄+c− − c̄−c+

)}
+ 4g2

(
1− 2

ξ

)[(
c̄ZcW + c̄AsW

) (
c̄−c+ + c̄+c−

) (
cZcW + cAsW

)
+c̄+c̄−c+c−

]

(2.74)

Con esto, se obtiene, de manera consistente, el conjunto de lagrangianas que constituye
al ME. De estas lagrangianas surgirán las reglas de Feynman con las cuales se espera
obtener cálculos fenomenológicos coherentes que nos permitan, aunado a los resultados
experimentales, realizar análisis confiables de la f́ısica del altas enerǵıas.
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Caṕıtulo 3

Reglas de Feynman

Producto de la enorme complejidad de las integrales que emanan de la teoŕıa de per-
turbaciones en electrodinámica cuántica, en 1948 Richard Feynman propuso los diagramas
de Feynman. Estos son una representación gráfica de los términos matemáticos que descri-
ben la interacción entre part́ıculas. Cada diagrama tiene asociado un termino matemático
(que es más manejable de lo que seŕıan las integrales), lo que conduce a una exploración
fenomenológica hacedera. Estas reglas de Feynman surgen de las lagrangianas tras de un
conjunto de operaciones que se ejecutan sobre los términos en los que figuran los campos
representativos de las part́ıculas de interés. A continuación se presenta una descripción
de las reglas de Feynman que surgen en cada una de las lagrangianas discutidas en los
caṕıtulos 1 y 2.

3.1. Lagrangiana de Higgs

Con el fin de analizar la parte cinética de la lagrangiana de Higgs, se realiza el estudio
en dos partes, LHK1 y LHK2, por lo cual debemos expandir estas lagrangianas. Para la
primer lagrangiana cinética de Higgs se expresa, de acuerdo con las ecuaciones (1.44),
como

LHK1 =
1

4

[
4∂µφ

−∂µφ+ + 2ig (ZµcW + AµsW ) ∂µφ
−φ+

+ 2ig′ (AµcW − ZµsW ) ∂µφ
−φ+

− 2ig (ZµcW + AµsW )φ−∂µφ
+

+ g2 (ZµcW + AµsW ) (ZµcW + AµsW )φ−φ+

+ gg′ (ZµcW + AµsW ) (AµcW − ZµsW )φ−φ+

− 2ig′ (AµcW − ZµsW )φ−∂µφ
+

+ gg′ (aµcW − ZµsW ) (ZµcW + AµsW )φ−φ+

+(g′)
2
(AµcW − ZµsW ) (AµcW − ZµsW )φ−φ+

]
+
g2

2
W−
µ W

+µ
(
φ−φ+ + φ0∗φ0

)
,

(3.1)

con esta expresión se localizan las siguientes reglas de Feynman
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Aα

φ+ (p+) φ−
σ (p−)

−ie (p+ − p−)
α

Zα

φ+ (p+) φ− (p−)

−igc2W
2cW

(p+ − p−)
α

Aα φ+

Zβ φ−

ige c2W
cW
gαβ

Aα φ+

Aβ φ−

i2e2gαβ

Zα φ+

Zβ φ−

ig
2

2

(
c2W
cW

)2
gαβ

H

W+
σ W−

ρ

imWg
ρσ
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H W+
σ

H W−
ρ

ig
2

2
gρσ

φZ W+
σ

φZ W−
ρ

ig
2

2
gρσ

φ+ W+
σ

φ− W−
ρ

ig
2

2
gρσ

Es notable que estas reglas de Feynman no cambian respecto a las que se presentan de las
lagranianas plantedas en [38]. Por otro lado, al tomar en cuenta las lagrangianas LHK2 y
LGFSV , ecuaciones (1.47) y (2.22), respectivamente; considerando el término proporcional
a mZφZ∂µZ

µ en esta y el primer término de aquella, surgen los términos

1

4

[(
D̂†
µ + D̄µ

)
φ0
]† [(

D̂µ† + D̄µ
)
φ0
]
−mZφZ∂µZ

µ

=
1

4

[
−2i∂µφ

0∗φW 3µ + 2ig′∂µφ
0∗φ0Bµ + 2igW 3

µφ
0∗∂µφ

0 − 2ig′φ0∗∂µφ0Bµ

+g2φ0∗φ0W 3
µW

3µ − gg′W 3
µB

µ − ggµφ0∗φ0BµW
3µ + (g′)

2
φ0∗φ0BµB

µ + . . .
]

−mZφZ∂µZ
µ

=− g

2cW
(∂µφZZ

µ − ∂µHφZZ
µ) +

1

4

(
g

cw

)2

φ0∗φ0ZµZ
µ −mZ∂µ (φZZ

µ) + . . . .

(3.2)

Ha de tomarse en cuenta que el último término de esta ecuación es un término de super-
ficie, i.e., se anula a nivel de acción mediante una integración por partes. De esta manera,
de la ecuación (3.2), se dan las siguientes reglas de Feynman:

Zα

φZ (K) H (P )

g
2cW

(k − P )α
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H

Zα Zβ

i g
cW
mZg

αβ

H Zα

H Zβ

i
2

(
g
cW

)2
gαβ

φZ Zα

φZ Zβ

i
2

(
g
cW

)2
gαβ

Es importante notar que tanto la ecuación (3.1) como la (3.2) no dependen del parámetro
auxiliar,N . Dicho en otras palabras, las reglas de Feynman que de estas ecuaciones surgen,
no se ven modificadas por la elección de la norma. Con el resto de los términos de las
lagrangianas (1.47) y (2.22) surge la expresión siguiente

ig

2
√
2

[
W+µφ0

[(
D̄µ + D̂µ

)
φ+
]†

−W−
µ φ

0∗
(
D̄µ + D̂µ

)
φ+

]
+

ig

2
√
2

[
W−µφ+

[(
D̄µ + D̂†

µ

)
φ0
]†

−W+
µ φ

−
(
D̄µ + D̂µ†

)
φ0

]
− ig

2
√
2

{(
D̄†
NµW

−µ
) [√

2v(1−N)φ+ + 2Nφ0∗φ+
]

−
(
D̄NµW

+µ
) [√

2v(1−N)φ− + 2Nφ0φ−
]}

=
ig

2
√
2

[
2
(
N2 − 1

)
ig′W−

µ B
µφ0∗φ0 + 2

(
N2 − 1

)
ig′W+µφ−φ0

+ 2
(
∂µφ

−W+µN∂µW
+µφ−)φ0 −

(
∂µφ

+W−µ +N∂µW
−µφ+

)
φ0∗

+2
(
∂µφ

0∗W−µφ+ − ∂µφ
0W+µφ−)+ v(1−N)

(
φ+∂µW

−µ − ∂µφ
−)] ,

(3.3)

con la intención de eliminar los términos no f́ısicos, ha de fijarse el parámetro de la norma.
Por lo tanto, la expresión (3.3) se torna en

ig
√
2
(
W−µ∂µφ

0∗ −W+µφ−∂µφ
0
)
, (3.4)

donde ya han sido eliminados los términos de superficie. Con esto, se obtienen las reglas
de Feynman siguientes
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H (P )

φ± W∓
ρ

±igP ρ

φZ (P )

φ± W∓
ρ

−igP ρ

El ocaso del estudio de las repercusiones de la norma no lineal en la lagrangiana de
Higgs se da al analizar el potencial de Higgs en conjunción con la lagrangiana LGFS,
ecuación (2.21), Las cuales forman la expresión

−V (Φ) + LGFS
=− λ

(
−v2 + φ−φ+ + φ0∗φ0

) (
φ−φ+ + φ0∗φ0

)
−
(

g

2
√
2

)2

ξ
[
2v2 (1−N)2 φ−φ+ + 4N2φ0∗φ0φ−φ+

]
− ξ

2
(mZφZ)

2 ,

(3.5)

de donde surgen el término desde el que se manifiestan las autointeracciones del bosón de
Higgs, las cuales no se ven afectadas por la elección de la norma.

H

H H

−i3
2
g
m2

H

mW

H H

H H

−i3
4
g2

m2
H

m2
W
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H

φZ φZ

− i
2
g
m2

H

mW

H φZ

H φZ

− i
4
g2

m2
H

m2
W

φZ φZ

φZ φZ

−i3
4
g2

m2
H

m2
W

φ+ φ−

φ+ φ−

− i
2
g2

m2
H

m2
W

Por otro lado, algunos de los acoplamientos śı se ven afectados por la elección de la norma.
Entonces, al fijar el parámetro de norma no lineal, se presentan los acoplamientos, cuyas
reglas de Feynman se muestran a continuación

H

φ+ φ−

− i
2
gmW

(
m2

H

mW
+ ξ
)

H φ+

H φ−

− i
2
g2
(

m2
H

2m2
W

+ ξ
)
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φZ φ+

φZ φ−

− i
2
g2
(

m2
H

2m2
W

+ ξ
)

Las reglas de Feynman presentan cambios notables respecto a varios autores. Empero, es
importante notar que la mayoŕıa de los autores emplean la misma convención de signos
para la lagrangiana de Higgs, ecuación (1.31).

3.2. Lagrangiana de Yang-Mills

Con ayuda de la ecuación (2.8) se puede expresarse la lagrangiana de fijación de norma
no lineal, en su parte vectorial, ecuación (2.20), y con esto, al sumarla con la lagrangiana
de interacción de Yang-Mills, ecuación (1.62), se alcanza la expresión

LIY M + LGFV =
ig

2

[
(sWA

µ + cWZ
µ)W−ν − (sWA

ν + cWZ
ν)W−µ]W+

µν

− ig

2

[
(sWAµ + cWZµ)W

+
ν − (sWAν + cWZν)W

+
µ

]
W−µν

+ g2 (sWAµ + cWZµ) (sWA
ν + cWZ

ν)W+
ν W

−µ

− g2 (sWAµ + cWZµ) (sWA
µ + cWZ

µ)W+
ν W

−ν

+ ig (sWFµν + cWZµν)W
−µW+ν

+
g2

2

(
W−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν

)
W−µW+ν

− 1

2ξ
(∂µA

µ)2 − 1

2ξ
(∂µZ

µ)2

− 1

ξ

[
∂νW

−ν∂µW
+µ + ig′ (AµcW − ZµsW ) ∂νW

−νW+µ

− ig′ (AνcW − ZνsW )W−ν∂µW
+µ

+(g′)
2
(AνcW − ZνsW ) (AµcW − ZµsW )W−νW+µ

]
.

(3.6)

Al notar que (AµW−ν − AνW−µ)W+
µν = 2AµW−νW+

µν se alcanzan la forma de los térmi-
nos de este lagrangiano para obtener las reglas de Feynman. De este lagrangiana emergen
las siguientes reglas de Feynman

Aα(q)

W+
σ (p+) W−

ρ (p−)

−ie
[
(p− − p+)

α gσρ

+

(
q − p+ − 1

ξ
p−

)σ
gαρ

+

(
p− − q +

1

ξ
p+

)ρ
gασ
]
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Zα(q)

W+
σ (p+) W−

ρ (p−)

−igcW
[
(p− − p+)

α gσρ

+

(
p+ − q +

1

ξ
t2wp−

)σ
gαρ

+

(
q − p− +

1

ξ
t2Wp+

)ρ
gασ
]

Aα W+
ρ

Zβ W−
σ

− igecW

[
2gαβgσρ

−
(
1 +

1

ξ
t2W

)(
gαρgβσ + gβρgασ

)]

Aα W+
σ

Aβ W−
ρ

− ie2
[
2gαβgσρ

−
(
1− 1

ξ

)(
gαρgβσ + gβρgασ

)]

Zα W+
σ

Zβ W−
ρ

− i (gcW )2
[
2gαβgσρ

−
(
1− 1

ξ

)(
gαρgβσ + gασgβρ

)]

W+
α

W+
ρ

W−
β W−

σ

ig2
(
2gαρgβσ − gαβgρσ − gασgβρ

)

Es importante notar que a pesar de las diferencias de signos de la lagrangiana (3.6)
respecto a la lagrangiana presentada en [38], las reglas de Feynman presenta los mismos
signos. Esto, puede ser atribuido a que en cada término que se presenta la derivada de
un campo se dará un cambio de signo y por tanto coinciden los signos de las reglas de
Feynman emanadas de entrambas lagrangianas.

3.3. Propagadores de los campos

Con la meta de definir los propagadores de los campos de norma y vectoriales ha de
disponerse de las lagrangianas (1.37), (2.20), (2.21) y (1.61) de las que se pueden aislar
las siguientes lagrangianas
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LW± =− 1

2
W+
µνW

−µν +m2
WW

+
µ W

−µ − 1

ξ

(
∂µW

−µ) (∂µW+µ
)

LA =− 1

4
ZµνZ

µν +
1

2
m2
ZZµZ

µ − 1

2ξ
(∂µZ

µ)2

LZ =− 1

4
FµνF

µν − 1

2ξ
(∂µA

µ)2

Lφ± =∂µφ
+∂µφ− − ξm2

Wφ
−φ+

LφZ =
1

2
∂µφZ∂

µφZ − ξ

2
(mZφZ)

2

LH =− 1

2
m2
HHH +

1

2
(∂µH) (∂µH) .

(3.7)

De las lagrangianas de los campos vectoriales W±
µ , Aµ y Zµ puede deducirse una lagran-

giana general como la siguiente

LV = −1

4
VµνV

µν +
1

2
m2
VAµA

µ − 1

2ξ
(∂µV

µ)2 , (3.8)

donde Vµν = ∂µVν − ∂νVµ. La ecuación (3.8), ha de ser manipulada hasta obtener la
expresión

LV =
1

2
V µgµν∂µ∂

µV ν +
1

2
m2
V V

µV νgµν +
1

2ξ
V µ∂µ∂νV

ν − 1

2
V µ∂ν∂µV

ν

=
1

2
Aµ
[
gµν
(
∂2 +m2

V

)
−
(
1− ξ−1

)
∂µ∂ν

]
Aν

(3.9)

de donde puede ser aislado el inverso del propagador, el cual está dado por

[Dµν (pV )]
−1 =gµν

(
−p2V +m2

V + iϵ
)
+
(
1 + ξ−1

)
pV µpV ν . (3.10)

Por tanto, el propagador es

Dµν (pV ) =gµν
(
−p2V +m2

V + iϵ
)−1

+
(
1 + ξ−1

)−1
pV µpV ν

=
1

p2V −m2
V + iϵ

[
−gµν + (1− ξ)

pV µpV ν
p2V −m2

v

]
.

(3.11)

Con esto, obtenemos los propagadores de los campos W±
µ y Zµ. Ha de considerarse que

para el campo Aµ basta con hacer la masa igual a cero para obtener su propagador. Como
es sabido Sµν = iDµν , aśı, surgen los siguientes propagadores

W±(p) SW
±

µν (p) =
i

p2 −m2
W + iϵ

[
−gµν + (1− ξ)

pµpν
p2 − ξm2

W

]
Z(p) SZµν (p) =

i

p2 −m2
Z + iϵ

[
−gµν + (1− ξ)

pµpν
p2 − ξm2

Z

]
A(p) SAµν (p) =

i

p2 + iϵ

[
−gµν + (1− ξ)

pµpν
p2

]
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Para las lagrangianas Lφ± y LφZ
se plantea una lagrangiana genérica como la siguiente

Lφ =
1

2
∂µφ∂

µφ− 1

2
ξ (mφφ)

2

=
1

2
φ
(
−∂µ∂µ −m2

φξ
)
φ

(3.12)

por lo que se obtiene el propagador

Dµν (pA) =
1

p2A − ξm2
A + iϵ

. (3.13)

Aśı pues, al realizar un procedimiento análogo para la lagrangiana de LH se llega a los
siguientes propagadores

φ± Sφ
±
(p) =

i

p2 − ξm2
W + iϵ

φZ SφZ (p) =
i

p2 − ξm2
Z + iϵ

H SH (p) =
i

p2 − ξm2
H + iϵ

Hasta aqúı se ha completado la descripción de las reglas de Feynman y los propagadores
de la teoŕıa electrodébil para la norma no lineal. Cabe resaltarse que el acervo de reglas
de Feynman presenta cambios notables respecto al que surge de la norma lineal.

3.4. Lagrangiana Fantasma

En la presente sección se discuten las repercusiones de la norma no lineal en el sector
fantasma mediante las reglas de Feynman que surgen de los lagrangianos involucrados,
véase el Caṕıtulo (2). Los acoplamientos de los campos Higgs - fantasma - antifantasma,
que surgen de la lagrangiana (2.69), aśı como de la lagrangiana (2.74), ven modificados
por la elección de la norma no lineal. Es de esta elección que surgen los acoplamientos
HHc̄±c∓. Aśı, en la lagrangiana (2.69), en los dos últimos términos, se manifiestan los
acoplamientos del bosón de Higgs con los campos fantasma - antifantasma siguientes

H

c̄± c∓

igmW ξ

H

c̄Z cZ

ig
2
mZ

cW
ξ
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H c̄±

H c∓

ig
2

2
ξ

Nótese que estos acoplamientos no se ven afectados por la introducción de la lagrangiana
LG2. Los acoplamientos de bosones de norma cargados - fantasma - antifantasma se mues-
tran a continuación. Es importante notar que estos acoplamientos presentan importantes
cambios debido a al introducción de la lagrangiana (2.72). De las lagrangianas (2.68), de
los últimas tres lineas, y (2.74), primeras dos lineas, emergen los acoplamientos

W±
σ (p±)

c̄∓ cZ (q)

±g
[(

2
ξ
− i
)
p± ∓ i

cW
q
]σ

W±
σ (p±)

c̄∓ cA

±e
(

2
ξ
− i
)
pσ±

W±
σ (p±)

c̄A (q) c∓

±ie
(

2i
ξ
p± − q

)σ

W±
σ (p±)

c̄Z (q) c∓

±igcW
(
q ∓ 2i

ξ
p±

)σ
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W±
σ c̄∓

Aα cA

e2
(
i− 2

ξ

)
gασ

W±
σ c̄∓

Zα cZ

−e2
(
i− 2

ξ

)
gασ

W±
σ c̄∓

Aα cZ

ie
(
gcW + 2i

ξ
e
)
gασ

W±
σ c̄∓

Zα cA

−etgW
(
i+ 2

ξ

)
gασ

Para este tipo de interacciones, debido a la no linealidad de las funciones de fijación de
norma surgen los acoplamiento W±

σ Aαc̄
∓cA, W±

σ Zαc̄
∓cZ , W±

σ Aαc̄
∓cZ y W±

σ Zαc̄
∓cA.

Es en las lagrangianas (2.68) y (2.74) que surgen las interacciones de los bosones A o
Z - fantasma - antifantasma. Es debido a la no linealidad de las funciones de fijación de
norma que surgen los vértices AAc̄±c∓, ZZc̄±c∓ y AZc̄±c∓. Aśı pues, surgen las reglas de
Feynman

Aα (q)

c̄± (k) c∓ (d)

±ie
(
k − d+ 2i

ξ
q
)α

:
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Zα (q)

c̄± (k) c∓ (d)

±igcW
(
k + 2i

ξ
q + tg2Wd

)α

Aα c̄±

Aβ c∓

−2ie2gαβ

Zα c̄±

Zβ c∓

2ie2gαβ

Aα c̄±

Zβ c∓

ige c2W
cW
gαβ

Ha notarse que los vértices AAc̄±c∓, ZZc̄±c∓ y AZc̄±c∓ no se ven afectados por la in-
troducción de la lagrangiana LG2. Sin embargo, los acoplamientos AAc̄±c∓ y ZZc̄±c∓

presentan un cambio de signo respecto a los que surgen de las lagrangianas planteadas
en [38]. Para el caso de los acoplamientos de SBG con campos fantasma y antifantasma,
surgen los acoplamientos φ+φ−c̄±c∓, φZφZ c̄

±c∓, φ±φZ c̄
∓cZ y φ±φZ c̄

∓cA, producto de la
no linealidad de las funciones de fijación de norma. Por otro lado, en la lagrangiana LG2

moran los términos

−2g

ξ

ig√
2
ξ
[
φ0φ− ((c̄ZcW + c̄AsW

)
c+ − c̄+

(
cZcW + cAsW

))
+φ0∗φ+

((
c̄ZcW + c̄AsW

)
c− − c̄−

(
cZcW + cAsW

))]
=− 2igmW

[
cW c̄

Z
(
φ−c+ + φ+c−

)
+ cW c̄

A
(
φ−c+ + φ+c−

)
−cW

(
φ−c̄+ + φ+c̄−

)
cZ − sW

(
φ−c̄+ + φ+c̄−

)
cA
]

− ig2
[
cWHc̄

Z
(
φ−c+ + φ+c−

)
+ cWHc̄

A
(
φ−c+ + φ+c−

)
−cWH

(
φ−c̄+ + φ+c̄−

)
cZ − sWH

(
φ−c̄+ + φ+c̄−

)
cA
]

+ g2
[
cWφZ c̄

Z
(
φ−c+ + φ+c−

)
+ cWφZ c̄

A
(
φ−c+ + φ+c−

)
−cWφZ

(
φ−c̄+ + φ+c̄−

)
cZ − sWφZ

(
φ−c̄+ + φ+c̄−

)
cA
]

(3.14)
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Justamente, de esta pieza de lagrangiano, aśı como de la lagrangiana (2.69), es que apa-
recen las siguientes reglas de Feynman que describen los acoplamientos de los campos
escalares con los campos de Faddeev - Popov

φ±

c̄∓ cA

iemW (1 + ξ)

φ±

c̄A c∓

−2iemW

φ±

c̄Z c∓

−ig
(
2imW cW + ξmZ

2

)

φ±

c̄∓ cZ

−gmW cW (2− iξ)

φZ

c̄± c∓

∓2ig
ξ
cW

φ+
c̄±

φ− c∓

−ig2
2
ξ
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H c̄∓

φ± cA

−ige
(
i+ ξ

2

)

H c̄A

φ± c∓

ge

H c̄Z

φ± c̄∓

g2cW

H c̄∓

φ± cZ

−ig2
(
i+ ξ

2

)

φ±
c̄∓

φZ cA

±g2cW
(
i+ ξ

2

)

φ±
c̄A

φZ c∓

∓ieg

φ±
c̄∓

φZ cZ

±ge
(
i+ ξ

2

)
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φ±
c̄Z

φZ c∓

±ig2cW

Para la reglas de Feynman anteriores, a excepción de del acoplamiento φ−φ+c̄±c∓ , todas
ellas se ven afectadas por la implementación de la lagrangiana (2.72), allende, los aco-
plamiento φ±c̄Ac∓, Hφ±c̄Ac∓, Hφ±c̄Z c̄∓, φZ c̄

±c∓, φ±φZ c̄
Zc∓, φ±φZ c̄

Ac∓ y φZ c̄
±c∓ no se

presentan en la prescripción de Faddeev - Popov. En contraste con la norma lineal, en la
norma no lineal aparecen los acoplamientos Hφ±c̄∓cA y Hφ±c̄∓cZ .

Finalmente, de la adhesión de la lagrangiana LG2 surgen acoplamientos de cuatro cam-
pos fantasmas de los que emergen las reglas de Feynman siguientes

c̄Z c∓

c̄± cZ

4ig2c2W

(
1− 2

ξ

)

c̄A c∓

c̄± cZ

4iegcW

(
1− 2

ξ

)

c̄Z cA

c̄± c∓

4iegcW

(
1− 2

ξ

)

c̄Z c∓

c̄± cA

4ie2
(
1− 2

ξ

)

Con eso se concluye la obtención de las reglas de Feynman para el sector electrodébil del
ME. Cabe mencionarse que la incorporación de la lagrangiana más allá de la prescripción
de Faddeev - Popov enriquece enormemente la colección de reglas de Feynman; además
de ejercer cambios en la mayoŕıa de las ya existentes. Respecto a la convención de signos,
surgen discrepancias con otros autores en las partes que conforman a las reglas de Feynman
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emanas de la lagrangiana de Faddeev - Popov; mas, estas discrepancias no se presenta
en todas las reglas. Solamente los acoplamientos W±c̄∓cZ , W±c̄∓cA, W±c̄Ac∓, Ac̄±c∓ y
Zc̄±c∓ no presentan cambios respecto a las reglas de Feyman que manan de las lagrangiana
de Faddeev - Popov bajo la convención de signos empleados en [38].

3.5. Propagadores Fantasma

En un proceso análogo al presentado en la subsección (3.3), se fragmenta la lagrangiana
(2.65) en las lagrangianas siguientes

Lc̄+c− =− ∂µc̄
+∂µc− + ξm2

W c̄
+c−,

Lc̄−c+ =− ∂µc̄
−∂µc+ + ξm2

W c̄
−c+,

Lc̄ZcZ =− ∂µc̄
Z∂µcZ + ξm2

Z c̄
ZcZ ,

Lc̄AcA =− ∂µc̄
A∂µcA.

(3.15)

De forma paralela al procedimiento descrito para obtener el propagdor para los SBG o el
bosón de Higgs es que se obtienen los propagadores de los campos fantasma, dando por
resultado los propagadores

c̄±, c± S c̄
±c∓ (p) =

i

p2 − ξm2
W + iϵ

c̄Z , cZ S c̄
ZcZ (p) =

i

p2 − ξm2
Z + iϵ

c̄A, cA S c̄
AcA (p) =

i

p2 + iϵ

Aśı pues, se completa la descripción de las reglas de Feynman y los propagadores del
la lagrangiana fantasma para la norma no lineal. Es importante remarcar que las reglas
de Feynman que de esta lagrangiana surgen presentan cambios significativos respecto a
las que se manan de la prescripción de Faddeev - Popov. Allende, se manifiestan reglas
nuevas que enriquecen el cúmulo de reglas ya existentes. Estas nuevas interacciones son
φ±c̄Ac∓, Hφ±c̄Zc∓, Hφ±c̄Ac∓, φZφ

±c̄Zc∓, φZφ
±c̄Ac∓ y φZ c̄

±c∓.
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Caṕıtulo 4

Fenomenoloǵıa

Como parte de la formación en f́ısica de altas enerǵıas, es de relevancia adquirir conoci-
mientos en el area fenomenológica con la cual poder realizar una evaluación a los modelos
teóricos propuestos a la comunidad cient́ıfica. Esto, nos hace vernos impelidos a incluir
en este trabajo de investigación un cálculo fenomenológico, con que se permita adquirir
conocimientos y habilidades propias de esta disciplina; el cual se expone a continuación.

Mediante lagrangianos efectivos se estudian las propiedades débiles de fermiones car-
gados del modelo estándar de las interacciones fundamentales. Dichas propiedades se
inducen a nivel de un lazo mediante el cambio de sabor generado por el bosón de Higgs.
Este trabajo se lleva a cabo a través del análisis del vértice que describe el acoplamiento
renormalizable más general de un escalar con un par de fermiones. Se presentan resultados
anaĺıticos y numéricos preliminares para contextualizar con las predicciones teóricas del
modelo estándar de las interacciones fundamentales.

4.1. Anomaĺıa Electromagnética Débil Mediante un

Bosón de Higgs

Mediante la incorporación en la acción clásica los efectos virtuales de grados de libertad
pesados introduciendo operadores SUL(2)×UY (1) invariantes de dimensión mayor a cuatro
es posible generar efectos de cambio de sabor. Estos efectos están suprimidos en el ME
ya que conserva el sabor, empero, pueden ser generados a nivel de árbol a través de
la introducción de campos escalares. Al extender el sector de Yukawa con operadores de
dimensión seis surge un acoplamiento del bosón de Higgs con quarks y leptones. Un sector
de Yukawa con las caracteŕısticas que son requeridas tiene la forma [45]

LYeff = −Y q
ij

(
Q̄iΦqqj

)
−
αqij
Λ2

(
Φ†Φ

) (
Q̄iΦqqj

)
+ h.c., (4.1)

donde Yij, Qi, Φq (Φq = Φ, Φ̃ para q = d, u, respectivamente y la suma sobre q queda
impĺıcita), di y ui son las componentes usuales de la matriz de Yukawa, el doblete iz-
quierdo de quarks y el singuletes de quarks up y down izquierdos, respectivamente. Las
componentes de la matriz αij de 3 × 3 parametrizan los efectos de f́ısica subyacente y Λ
es la escala t́ıpica para estos efectos de nueva f́ısica.
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El acoplamiento Hfifj de tipo renormalizable que induce el cambio de sabor que
emana del lagrangiano efectivo está dado por

ΓfifjH = −i
(
ωijRPR + ωijLPL

)
, (4.2)

donde ωijR = gmi

2mW
δij+Ωij y ω

ij
L = gmi

2mW
δij+Ω∗

ij, con PR,L = (1±γ5)/2. En estas expresiones,

Ω(u,d) = 2√
2

(
v
Λ

)2
V

(U,d)
L α(u,d)V

(u,d)†
R , siendo V

(u,d)
L y V

(u,d)
R las usuales matrices unitarias

que se correlacionan los estados de gauge con los estados propios de la masa.

Es requerido basarse en la estructura de Lorentz más general del acoplamiento Zff , donde
los fermiones están on-shell, dada por [46,47]:

ΓZffµ

(
q2
)
=
(
V Z
f

(
q2
)
+ AZf

(
q2
)
γ5
)
γµ

+
(
FZ
fM

(
q2
)
− iFZ

fE

(
q2
)
γ5
)
iσµνq

ν
(4.3)

donde q es el momento que se transfiere y σµν = i
2
[γµ, γν ], como es usual se cumple que

q = p′ − p. Los factores de forma V Z
f (q2) y +AZf (q

2) parametrizan los flujos axiales y
vectoriales.

Z(q)

fi(p
′) fi(p)

fj(p
′ + k)

H(k)

fj(p+ k)

Figura 4.1: Diagrama Feynman de la interacción de fermiones cargados con cambio de
sabor debido a un bosón de Higgs e interacción con un bosón Z.

La información de interés está contenida en los coeficientes que acompañan a las
estructuras dipolares de Dirac σµνqν y γ5σµνqν , los cuales se encuentran contenidos, pre-
cisamente, en la amplitud que surge del diagrama de Feynman 4.1. Al aplicar el método
decomposición tensorial de Passarino-Veltamn mediante Feyncalc [50] y Package-X [48]
encontramos los factores de forma
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FZ
fM =

1

16π2 cos θWmfi

(
m2
Z − 4m2

fi

)2
×
[
iggV ω

2
(
2m2

fi

(
(mfi +mfj)(mfi − 5mfj) + 5m2

H

)
+m2

Z(mfi +mfj −mH)(mfi +mfj +mH)
)
B0

(
m2
fi
,m2

fj
,m2

H

)]
− 1

16π2 cos θW
(
m2
Z − 4m2

fi

)2
×
[
iggV ω

2
(
2mfi

(
m2
fi
− 4mfimfj − 3m2

fj
+ 3m2

H

)
+m2

Z(mfi + 2mfj)
)
B0

(
m2
Z ,m

2
fj
,m2

fj

)]
+

1

8π2 cos θW
(
m2
Z − 4m2

fi

)2
×
[
iggV ω

2
(
mfi(mfi +mfj −mH)(mfi +mfj +mH)

×
(
(mfi −mfj)(mfi + 3mfj) + 3m2

H

)
−m2

Z

(
m2
H(2mfi +mfj)

+(mfi −mfj)(mfi +mfj)
2
))
C0

(
m2
fi
,m2

fi
,m2

Z ,m
2
fj
,m2

H ,m
2
fj

)]
+

iggV ω
2A0

(
m2
fj

)
64π2 cos θWm3

fi
− 16π2 cos θWmfim

2
Z

− iggV ω
2A0 (m

2
H)

64π2 cos θWm3
fi
− 16π2 cos θWmfim

2
Z

(4.4)

y

FZ
fE = 0. (4.5)

Es debido a la identidad de Ward que notamos que se debe cumplir que ωijLω
ji
L−ω

ij
Rω

ji
R = 0;

dicha condición se encuentra satisfecha al hacerωijL = ωjiL = ωijR = ωjiR = ω. Los factores
de forma FZ

fM y FZ
fE contienen la información de la anomaĺıa de momento magnético

débil y del momento dipolar eléctrico débil, lo cual, entendemos, es parte de la estructura
electromagnética débil de fermiones cargados.

4.2. Estimación del Parámetro de Cambio de Sabor

Mediante el decaimiento τ → µ+µ−ℓi

Con la intención de estimar la contribución de la violación de sabor en el vértice Hfifj
se parte del decaimiento τ → µ+µ−ℓi, con el que buscamos obtener el branching radio y
a su vez, acotar el valor de |Ωτℓi |2.
Con base a los datos proporcionados por Particle Data Group [51] encontramos que
Br (τ → µ+µ−µ) < 2.1× 10−8, lo que nos conduce a una cota para |Ωτµ|2,

|Ωτµ|2 < 0.158031. (4.6)
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τ(P1)

ℓi(P2)

µ+(P4)

µ−(P3)

H(k)

Figura 4.2: Decaimiento τ → µ+µ−ℓi

Mientras que para el caso en que ℓi = e− encontramos que Br (τ → µ+µ−µ) < 2.7×10−8,
lo que nos conduce a una cota para |Ωτe|2;

|Ωτe|2 < 0.765529. (4.7)

Aśı pues, al contar con estas cotas para el parámetro de cambio de sabor es posible que
se puede evaluar los factores de forma.

4.3. Evaluación del Factor de Forma Magnético Débil

Al conocer las cotas encontradas en la sección anterior, tenemos la posibilidad de eva-
luar la ecuación (4.4) tras tomar |Ωτℓi |

2 = 0.1. Esta elección se realizó buscando satisfacer
las cotas presentadas en la sección anterior. Con los datos proporcionados por el cambio
de sabor τ → µ se obtiene un factor de forma F z

fMτµ = −6.03424×10−10+7.68611×10−10i

y con esto, al tomar la anomaĺıa dipolar magnética débil como FfM =
eQf

2mF
awf , se alcanza

que

awτµ = −6.87062× 10−9 + 8.75145× 10−9i, (4.8)

mientras que para el caso de del cambio de sabor τ → e se obtiene el factor de forma
magnético F z

fMτe = −3.26772 × 10−10 + 6.64474 × 10−10i y con ello la anomaĺıa dipolar
magnética débil

awτe = −3.72064× 10−9 + 7.56574× 10−9i. (4.9)

Puesto que la anomaĺıa dipolar magnético débil total surge de la suma de las contribu-
ciones obtenidas, se tiene, pues, que

awτ = −1.05913× 10−8 + 1.63172× 10−8i. (4.10)

En [52] se reporta la contribución del bosón de norma Z, en la contribución Zττ , awτ =
4.13×10−8+1.91×10−8i, de acuerdo al ME. Por otro lado, The ALEPH collaboration, en
[53] se reportan las cotas experimentales para la anomaĺıa magnética débil como Re(awτ ) <
1.1× 10−3 y Im(awτ ) < 2.7× 10−3; por lo que notamos que las predicciones obtenidas por
nuestro estudio son consistentes con las cotas reportadas por los experimentales.
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Caṕıtulo 5

Conclusiones

En la presente tesis se ha recogido una convención de signos que permitan obtener un
modelo estándar consistente para la búsqueda de reglas de Feynman igualmente consis-
tentes y con ello explorar los efectos de la norma no lineal en dichas reglas de Feynman.
A nivel de lagrangiano se empela un parámetro de norma que permite diferenciar entre
una lagrangiana para la norma no lineal, como una para la norma lineal.

En las lagrangianas de Yang - Mills, aśı como en la lagrangiana de Higgs, se presentan
reglas de Feynman que discrepan con las reportadas por diversos autores, sin embargo es
menester tomar en cuenta que estas diferencias moran en los convenciones que se toman
al plantear las lagrangianas. Por lo que hay que dicha discrepancia dependerá de la refe-
rencia con que se compare. Mas, no se dan cambios respecto a las reglas que se presenta
de las lagrangianas reportadas en [38]. En el contexto del sector fantasma y debido a la
no linealidad de las funciones de fijación de norma surgen los acoplamiento W±

σ Aαc̄
∓cA,

W±
σ Zαc̄

∓cZ , W±
σ Aαc̄

∓cZ y W±
σ Zαc̄

∓cA, aśı como las interacciones de los bosones A o Z -
fantasma - antifantasma; y con esto los vértices AAc̄±c∓, ZZc̄±c∓ y AZc̄±c∓. Ha notarse
que los vértices AAc̄±c∓, ZZc̄±c∓ y AZc̄±c∓ no se ven afectados por la introducción de la
lagrangiana LG2. Sin embargo, los acoplamientos AAc̄±c∓ y ZZc̄±c∓ presentan un cambio
de signo respecto a los que surgen de las lagrangianas planteadas en [38]. Para el caso
de los acoplamientos de SBG con campos fantasma y antifantasma, surgen las interac-
ciones φ+φ−c̄±c∓, φZφZ c̄

±c∓, φ±φZ c̄
∓cZ y φ±φZ c̄

∓cA, producto de la no linealidad de
las funciones de fijación de norma. Como efecto de la introducción de una lagrangiana
más allá de la prescripción de la lagrangina de Faddeev - Popov se presentan cambios
en las interacciones que se dan en este sector. Salvo el acoplamiento φ−φ+c̄±c∓ , el res-
to se ven impactados por la implementación de esta nueva lagrangiana. Allende, surgen
nuevos vértices, a saber, φ±c̄Ac∓, Hφ±c̄Ac∓, Hφ±c̄Z c̄∓, φZ c̄

±c∓, φ±φZ c̄
Zc∓, φ±φZ c̄

Ac∓

y φZ c̄
±c∓. Motivo de la implementación de la norma no lineal surgen los acoplamientos

Hφ±c̄∓cA y Hφ±c̄∓cZ .

En el aspecto fenomenológico, se predice la anomaĺıa de momento dipolar magnéti-
co débil del fermión tau. Al contrastar la predicción con los resultados experimentales,
se puede constatar que la predicción satisface las cotas reportadas; mientras que en el
aspecto teórico se presentan cambios considerables, empero no drásticos. Por esto es me-
nester esperar a que los experimentales reporten una anomaĺıa magnética débil precisa
que permita evaluar la predicción aqúı presentada.
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