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Resumen

En este trabajo se presenta el célculo de la correcciéon cuantica a la masa del boson
W mediado por el campo del Higgs al orden de un-loop en el marco de la teoria
electro-débil. El valor clasico a nivel arbol de la masa del boson W se derivo usando el
mecanismo de Higgs relacionado con el rompimiento espontdneo de la simetria
SU(2) x U(1). Adicionalmente, utilizando el método diagraméatico basado en las reglas
de Feynman, y con ayuda de los paquetes FeynArts y FeynCalc de Mathematica, se
obtuvo una expresion analitica para la correccion cuantica a partir de las
auto-energias del boson W y se realiz6 una estimacién numérica de su magnitud.
Haciendo uso del codigo SMDR la contribucién obtenida se incluyo en un analisis
fenomenolégico donde las correcciones radiativas, a distintos ordenes perturbativos, se
incluyen en la prediccion teédrica de la masa del W para distintos valores de la escala
de renormalizacion y del valor preciso de la masa del quark top. Estas predicciones se
compararon con los valores experimentales publicados por CDF-II en 2022 y ATLAS
en 2023. En particular, la auto-energia del W mediada por un bosén de Higgs tiene un
valor de AMy, = 0.095447 GeV evaluado a la escala electrodébil, lo cual equivale
aproximadamente a 0.1 % del valor de la masa del W a nivel arbol. Si se incluye la
correccion completa a un-loop la contribucién aumenta a un 0.62 % del valor clésico.
Las correcciones cuanticas hasta dos- y tres-loops no superan el 1% del valor total,

mostrando que en el Modelo Estandar no es posible solucionar la discrepancia
observada por CDF-II.

Palabras clave— Boson W, Diagramas de Feynman, Masa Fisica, Modelo

Electrodébil, Mecanismo de Higgs.
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1. Introduccion

En los aceleradores de particulas se realizan experimentos con el fin de investigar
la naturaleza de las particulas subatémicas que componen el universo existente. Entre
estos instrumentos de medida de alta precision, se encuentran el Gran Colisionador de
Hadrones (LHC) del CERN con sede en Suiza y el Fermilab en USA. Ademas, se tiene
planeado construir nuevos aceleradores, como el colisionador lineal internacional (ILC)
o el colisionador circular futuro (FCC), que tendran entre sus objetivos buscar senales
de nueva fisica méas alla de lo descrito en el Modelo Estandar (SM) y medir con mayor
precision los observables electrodebiles, entre los que se encuentran la masa, el spin, y
los acoples de interaccion de los bosones masivos Z, W y el boson de Higgs [1|. La
principal motivacion para la realizacion de este trabajo es el hecho de que los datos
publicados en el ano 2022 por CDF II sobre la masa del bosén W han mostrado una
discrepancia con los valores esperados por las predicciones tedricas del Modelo
Estandar, aunque los datos recopilados de los experimentos LHC, LEP-2 y Thevatron
vuelven a estar dentro de los valores esperados se ha generado incertidumbre y
expectativa sobre la posible existencia de nueva fisica més alla del SM. Tales hechos,
traen como consecuencia la necesidad de calcular estos mismos observables de manera
tedrica con una precision ain mayor a la existente, incluyendo la evaluacion de
diagramas de Feynman hasta el orden perturbativo mas alto posible, que puede llegar
a ser de incluso 5-loops en distintos casos. Las correcciones obtenidas a partir de los
diagramas de Feynman no pueden ser evaluadas de forma analitica para la mayoria de
los casos, no obstante, existen alternativas como el teorema oOptico que puede
utilizarse como una herramienta poderosa para encontrar representaciones dispersivas
que permite evaluar las integrales de Feynman obtenidas de forma numérica, o
paquetes de software, implementados en lenguajes como Wolfram Mathemédtica o
FORM, que permiten obtener las amplitudes usando programaciéon simbolica. Entre los
codigos mas actuales que buscan cumplir este objetivo se encuentran TVID [2]| para
funciones de Green de cero y un punto y TVID2 [3] para auto-energias. Recientemente
estos codigos siguen en desarrollo y se espera poder incluir en el futuro funciones de 3
y 4 puntos también.

Diferentes métodos analiticos se utilizan actualmente para obtener las correcciones

cuanticas a distintos observables fisicos, como las masas de los bosones W y Z de la



interaccion débil y del boson de Higgs [4], el momento magnético anémalo del electron
[5] v del muén [6], el calculo de observables angulares como la correlacion
energia-energia (EEC) [7] y el calculo de la seccion eficaz de distintos procesos de
scattering imponiendo la unitariedad de la matriz S. Todos estos calculos implican la
evaluacion de funciones de Green de cero puntos (burbujas del vacio), un punto
(tadpoles), dos puntos (propagadores o auto-energias), tres puntos (vértices) y hasta
cuatro puntos (boxes). En particular, en este trabajo estamos interesados en calcular
las correcciones cuanticas a la masa del boson W y por lo tanto estudiaremos el
propagador del W al orden de un-loop. El objetivo principal es obtener una expresion
analitica para el propagador y hacer una estimaciéon numérica de su contribucion a la
prediccion tedrica de la masa del W en la teoria electrodébil, usando explicitamente el
método diagramatico de Feynman con ayuda de los paquetes FeynArts [8] y
FeynCalc [9] de Mathematica, utiles para determinar las reglas de Feynman a partir
de la Lagrangiana de interaccion, producir las amplitudes asociadas a los diagramas y
evaluar el algebra necesaria para obtener una expresion analitica.

Esta tesis esta dividida en tres partes. En el Capitulo 2, se muestra el formalismo
principal de la teoria cuantica de campos para una particula libre escalar y se deduce
el propagador libre del campo de Klein-Gordon asociado a la particula de Higgs.
Adicionalmente se estudia la teoria de perturbaciones. En el Capitulo 3 se analiza la
fenomenologia de las interacciones electrodébiles, esto incluye el contenido de materia
de la teoria, las simetrias gauge de la Lagrangiana y una discusion acerca del
mecanismo de Higgs donde se muestra explicitamente como se obtiene la prediccion
tedrica de la masa del W a nivel arbol y los acoples de interacciéon del Higgs con el
boson W. En el Capitulo 4 se presenta una expresion analitica para el calculo de la
auto-energia del boséon W a un-loop usando el lenguaje de programacion simbolico
Wolfram Mathematica. Se discute el procedimiento de regularizacion dimensional
para las integrales divergentes que aparecen en las correccibnes obtenidas Yy,
finalmente, se realiza un anélisis fenomenologico donde la contribucién obtenida se
incluye en la predicciéon tedrica de la masa del W, usando el programa SMDR, para
estudiar su comportamiento como funcién de la escala de renormalizacién y del valor
de la masa del quark top. Estos resultados teodricos, ademés, son comparados con los

resultados experimentales obtenidos por los laboratorios CDF-II y ATLAS.



2.  Teoria Cuantica de Campos

La teoria cuéntica de campos (QFT) es el resultado de combinar dos de las
principales ramas de estudio de la fisica moderna, la mecanica cuantica y la
relatividad especial. La QFT es el marco tedrico que logra describir con mayor
precision el mundo subatémico por lo que resulta ser la base del Modelo Estandar
(SM) y ademaés proporciona herramientas esenciales para areas como la fisica nuclear,

la astrofisica o la fisica de la materia condensada.

La mecénica cuantica fue la primera teoria en establecerse con la finalidad de
describir correctamente los fen6menos fisicos a escalas pequenas (menores a 10~%m).
Debido a que los resultados de la fisica clasica son notablemente imprecisos para
predecir fenémenos atémicos, no fue hasta el desarrollo de la mecanica cuéntica en la
década de 1920, que se logré realizar un estudio adecuado de la estructura del atomo
y una explicacién rigurosa del comportamiento de las particulas elementales, ademéas
de dar soluciéon a otros problemas que la fisica clasica no puede explicar; como la
radiacion de cuerpo negro, los espectros de emision de diversos elementos o el efecto
fotoeléctrico. La fisica clésica no describe adecuadamente estos fenémenos porque en
esta teoria se asume que la energia toma valores arbitrarios dentro de un espectro
continuo; en contraste, en mecanica cuantica la energia existe en paquetes discretos de

energia llamados cuantos.

El formalismo desarrollado para reemplazar a la fisica clasica con el objetivo de
realizar una correcta descripcion del mundo subatémico recibe el nombre de primera
cuantizacion y en términos generales consiste en la transformacion de magnitudes fisicas
clasicas como la posicion ¢; y el momento p; en operadores lineales actuando en el

espacio de Hilbert que deben satisfacer las relaciones canoénicas de conmutacion [10].

(¢, p;] = ihd;;

2.1
¢i, q;] = [pip;] = 0. (2.1)

si bien en la Ec. (2.1) aparece la constante de Planck reducida, en este trabajo h = 1,

ya que utilizamos la notacién de unidades naturales como se explica en el apéndice



(A.1). Esta primera cuantizacion resulta insuficiente para la descripcion de sistemas
fisicos con muchos o infinitos grados de libertad ademéas de violar el principio de
causalidad debido a que la teoria no es invariante de Lorentz, esto produce una
descripcion equivocada de la propagacion de las particulas elementales, pero ademas
prohibe procesos como la creaciéon y aniquilacion de pares particula - antiparticula, ya
que durante la evoluciéon de un sistema fisico en mecénica cuéntica el nimero de
particulas debe mantenerse invariable en un sistema cerrado. La relaciéon de Einstein
para la energfa, E = mc? permite la destruccion o creacion de particulas. Por ejemplo,
la desintegracion de un fotéon viajando en el vacio en un par electréon - positrén no
puede ser explicada por la mecanica cuantica no relativista. En contraste, la QFT
muestra que estos procesos se dan sb6lo cuando no se conserva la energia como
consecuencia del principio de incertidumbre de Heisenberg (AEAt > %) que permite
la formacién y aniquilacién de particulas en tiempos suficientemente cortos como
estados intermedios, los cuales reciben el nombre de particulas virtuales en la teoria
de perturbaciones. Incluso existe la posibilidad de crear un numero arbitrariamente
grande de estas particulas virtuales a medida que avanzamos hacia érdenes superiores

en la teoria de perturbaciones.

La mayoria de estos problemas responden al hecho de que la mecanica cuéntica fue
formulada para procesos no relativistas en los que no se tiene en cuenta el principio
de causalidad, el cual establece que ninguna particula de materia con masa en reposo
distinta de cero puede viajar con una velocidad igual o mayor a la velocidad de la luz
en el vacio. Como veremos a continuacion, el propagador de la mecanica cuantica U (t),
el cual representa la amplitud de probabilidad de que una particula libre se propague

de un punto inicial ¢ a punto final & en un intervalo de tiempo t,
U(t) = (xle”"™|zo), (2.2)

no obedece la condicién de causalidad. Es posible reescribir la Ec. (2.2) escribiendo
explicitamente el Hamiltoniano de una particula libre en la mecanica cuantica no

relativista (H = P?/2m) y aplicando la relacion de completitud para el momento
lineal [ d®p|p)(p|= 1.

U(t) = / dplale 02 py (plg). (2.3)



Después de que el operador H actia sobre el ket |p) es posible extraer la funcion
exponencial del producto escalar (x|p). Dado que este producto representa una onda

plana en la representacion de Dirac:

(lp) = S (plao) = 24
P (2m)?2 P (2m)2 (24)

y sustituyendo las ecuaciones (2.4) por sus respectivas funciones exponenciales en el

Ec. (2.3) se obtiene la siguiente expresion:

1
(27)°

U(t) = /d?’pe_i(pQ/Qm)t . e'P(@=mo) (2.5)
Esta integral representa la transformada de Fourier de una funcion Gaussiana [11] que

al ser resuelta nos da la expresion explicita del propagador de la mecénica cuéntica:

3
U(t) = (%) ? pim(@—wo)®/2t (2.6)
El propagador en la ec. (2.6) deberia anularse para particulas que recorren distancias
grandes en intervalos de tiempo lo suficientemente pequenos como para superar la
velocidad de la luz, debido a que esto implica una violacion del principio de
causalidad. No obstante, es distinto de cero para cualesquiera valores de * — g y t,
esto implica que el propagador describe particulas propagéandose por fuera del cono de
luz como se ve en la figura (2.1) lo cual viola el principio de causalidad. Tener una
probabilidad distinta de cero, de que las particulas de materia se muevan con
velocidades mayores a la de la luz, es un error propio de la mecénica cuantica no

relativista.

Podria pensarse que para solucionar dicho inconveniente bastaria remplazar el
autovalor del Hamiltoniano (p®/2m) por la energfa relativista (E = /p> +m? ) en la

Ec. (2.3), pero el resultado es una amplitud de propagacion [12] de la forma :
U(t) ~ eVt (2.7)

que puede llegar a ser muy pequena debido al exponencial negativo, pero nunca es cero
para valores arbitrarios de x y t, implicando que existe una probabilidad diferente de

cero de que las particulas viajen con velocidades mayores a la de la luz.



Figura 2.1: La velocidad de propagacion de la particula entre & y xg, indicada por
la pendiente de la flecha, es mayor que la velocidad de la luz en el vacio. Es decir, la
particula viaja por fuera del cono de luz violando el principio de causalidad [12].

En QFT se puede resolver el problema de la probabilidad diferente de cero de la
existencia de particulas moviéndose con velocidades mayores a la velocidad de la luz
en el vacio imponiendo la invariancia de Lorentz. Un propagador construido a partir
de cantidades que son invariantes de Lorentz respeta el principio de causalidad. Esto
implica realizar una “segunda cuantizaciéon”, que consiste en transformar las funciones
de onda de la mecanica cuantica en operadores lineales que deben satisfacer ciertas
relaciones candnicas de conmutacion o anti-conmutacion. La teoria cuéntica de campos
es el resultado de aplicar las reglas de cuantizacién a una teoria clasica de campos, lo
cual permite describir fenémenos como la existencia de antiparticulas o el hecho de que
los modos excitados de un campo cuéntico se corresponden a un conjunto de particulas

que pueden crearse y destruirse [13].

Para ejemplificar como la QFT corrige el problema del propagador, en la siguiente
seccion se estudiara el campo real de Klein-Gordon, un campo bosonico escalar neutro y
sin spin, que aparece a través del mecanismo de Higgs. La importancia de estudiar este
campo escalar de Higgs radica en que permite introducir un mecanismo para explicar el
origen de la masa del boséon W dentro del modelo electro-débil. El objetivo de esta tesis
es estimar dicho valor incluyendo la correcciéon cuéntica al propagador del W mediada

por el boson de Higgs al menor orden perturbativo.



2.1 Campo de Klein-Gordon

Un campo @ (x) puede entenderse como el paso de un sistema discreto con un nimero
finito de grados de libertad a un medio continuo con infinitos grados de libertad, en

otras palabras son una extension al continuo de las coordenadas generalizadas g;:
¢ — O (z); x=(t,7) (2.8)

El campo de Klein-Gorgon ¢ (x) es un escalar de Lorentz, representa la distribucion
espacial de una magnitud que asocia a cada punto del espacio-tiempo un valor real
(¢ (x) = ¢ (x)"), con carga eléctrica nula y de spin 0, por lo que es un bosén escalar.
Este campo libre es solucion de la ecuacion de Klein-Gordon, la cual se deduce a partir

de la definicion de la energia relativista:
E? =p? +m? (2.9)

Cambiando la energia y el momento por:

E— ig,
ot (2.10)
p— —iV,
entonces obtenemos: 52
=2 2 N

Para cuantizar los campos bosonicos, que en mecéanica cuantica son funciones de onda
representando amplitudes de probabilidad relacionadas con la frecuencia de ocurrencia
de una medida, estos se transforman en operadores lineales obligados a satisfacer las

siguientes relaciones de conmutacion':

(2.12)

1La dependencia temporal de los campos no se tiene en cuenta mientras se trabaje en el cuadro
de Schrédinger, cuando se trabaje en la imagen de Heisenberg, las ecuaciones (2.12) seguiran siendo
validas siempre que se consideren los campos en tiempos simultaneos.



Donde 7 (Z) es la densidad de momento conjugado del campo ¢ (Z) definida como 7(Z) =
oL
26()’
presentadas en la Ec. (2.1), pero en el limite del continuo. Por otra parte, para encontrar

siendo L la densidad Lagrangiana del sistema. Estas relaciones son analogas a las

el espectro del Hamiltoniano conviene tomar el campo clésico de Klein-Gordon ¢(t, %)
y reescribirlo en el espacio de los momentos expandiéndolo mediante la transformada

de Fourier:

o(t, T) = / (%3 P (t, 7). (2.13)

Remplazando el campo (2.13) en la ecuacion de movimiento (2.11) y resolviendo

explicitamente, hallamos la siguiente ecuacion diferencial

|:aa_:2 + (‘mQ + m2):| ¢<t’]§‘> =0. (2.14)

La Ec. (2.14) es la ecuacién de movimiento de un oscilador armonico simple con una

wp = V/ (| +m?). (2.15)

Esta frecuencia corresponde a la energfa relativista F, de un oscilador arménico cuantico

frecuencia:

(OAC) descrito por el siguiente Hamiltoniano:

2z 1
(%) 1 mw?

5 3 20°(Z). (2.16)

Hoac =

En mecénica cuantica se acostumbra escribir las variables dindmicas para un oscilador
de una sola particula en funcién de los operadores escalera. En QFT con estos operadores
es posible escribir el campo de Klein-Gordon ¢(#) y su momento canénico conjugado
7(Z) como una expansion en series de Fourier de ondas planas. Cada modo de Fourier
de los campos es tratado como un oscilador independiente con coeficientes que son

. . .. .., .
operadores aniquilacion (ap) y creacién (aj):

(2m)* /2 (2.17)

En un sistema multiparticula los operadores escalera (al) y (ap) resultan utiles para

expresar la creacion o aniquilacién de particulas. Si definimos un estado de minima



energia para una particula libre con el ket |0}, el operador creacion al, actiia sobre este
estado de vacio creando una particula de momento p y energia relativista F, de acuerdo

a}/0) = Ip). (2.18)

Por su parte, el operador aniquilaciéon actuando sobre el estado base debe ser cero:
ap|0) = 0. (2.19)

También es posible dar una interpretacion a los campos 7(Z) y ¢(Z) como las soluciones
de la ecuacion de auto-valores para Hpac. Asi, el campo ¢(Z) actuando sobre el estado

de vacio crea una particula en la posicion a:

¢(2)[0) = |). (2.20)

Por otra parte, si realizamos un cambio de p que va en —p y debido a que el
determinante de la matriz Jacobiana es igual a uno, es posible escribir las ecuaciones

(2.17) de la siguiente manera:

() /2y (2.21)

Asi como en mecéanica cuantica los operadores escalera satisfacen la relaciéon de
conmutacion [a,a'] = 1 para una sola particula, los operadores creacién y aniquilacién

en la QFT escalar satisfacen una generalizacion de esta expresion:
(apeaf] = (27)%5 (p — ). (2.22)

Finalmente, remplazando las ecuaciones (2.21) y (2.22) en el Hamiltoniano:

2 2 2 12
Hoac = /d3I {% + (V;) + m;} : (2.23)




obtenemos la siguiente ecuacion:

d3 d3 ! . [Om T
Hoac = /d3 / P z(p—l—p)w{ - Z P (ap _CLT p)(ap’ _CLT p')

—p-p i T
F——(ap+a’,)(ay +a__,) . 2.24
e )y bal ) (22)
El Hamiltoniano anterior puede simplificarse hasta quedar escrito tnicamente en

términos de los operadores aniquilaciéon y creacion, lo que facilita el célculo explicito

de sus autovalores,

3
Hoac = ﬂw (alap + 1[a all) (2.25)
OAC (27‘(’)3 p\*p“p 2 P> Y'pl/: .

No obstante, en este punto se empiezan a presentar algunas inconsistencias en la
teoria, como el hecho de que el segundo término de la Ec. (2.25) diverja por ser
proporcional a §®)(0). Si bien a nivel teérico este problema es de caracter
fundamental, a nivel experimental puede ser omitido considerando que sélo se realizan
mediciones de diferencias de energia respecto del estado base de H anédlogamente a
como se miden diferencias de potencial en electrodinamica, por lo que es posible
despreciar el término que tiende a infinito. En consecuencia, la energia del estado base

Sera:

Hoac|0) = wpl0),

d3p (2.26)
/Wwpa;ap\()) =0.

Por otra parte, para escribir el espectro de la teoria es necesario revisar el siguiente

conmutador:

d3 p/ ;
Hose.d) = | [ Gl

— / %w,}/ (a;r,, lay, GL] + [a;r)'v ai,]ap'> (2.27)
/ (Cziw) (o 28— )
— wpal,

10



Al aplicar este conmutador al estado base |0), podemos ver que a},|0) es un autoestado

del Hamiltoniano con auto valor wy,

[Hoac, al]|0) = wp(al|0))
(Hoac) a}h|0) — al, (Hoac) |0) = wp(ah|0)) (2.28)
Hoac (a}]0)) = wp(ah|0)).

El segundo termino de la Ec. (2.28) desaparece debido a que la energia del estado base es

cero y realizando de manera sucesiva este procedimiento es posible escribir el espectro:
Hoac(abal -++10)) = (wp + wq + -+ )(abal -+ ]0)). (2.29)

Notemos que el espectro del Hamiltoniano es real, positivo y continuo, E € [0, 00), sus
autoestados representan particulas no localizadas con energias wp,wq, - -+ y momentos
p,q,--- asociados. Las particulas de Klein-Gordon obedecen la estadistica de Bose-
Einstein ya que el estado a},afl|0> es simétrico bajo el intercambio de particulas debido

a que los operadores ag y aL conmutan.

Adicionalmente, debido a que el conmutador [¢(p),7(¢)] no es invariante bajo
transformaciones de Lorentz la teoria es inconsistente. Esto se puede verificar
aplicando un boost de Lorentz en la direccion z negativa y observando como

transforma el cuadri-momento p, = (E,, p1, p2, p3), a saber:

E, =(E, + Bps),

, (2.30)
s = (ps + BIE]).
Utilizando la siguiente propiedad de la funcién delta de Dirac:
5 ((2) — F(@0)) = T (x — x0) (231)
) — f(xg)) = —9d (x — x9) . )
P (o) "
obtendremos que:
d /
d(p—q)= d—p?’(?(p’—q’)
Ps (2.32)
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Mientras que las transformaciones de Lorentz en la Ec. (2.30) y la expresion de la

energia relativista para una particula con momento p nos permiten obtener la derivada

dE 2!
E:\/2_|_ 24002 42 s P 22 2.33
D b1 2 p3 dp3 Ep ( )

Entonces, la delta de Dirac se transforma bajo Lorentz como:

5(p—q)=7<1+ﬁ§—3)5(p’—d)

p
= El (Ep + Bp3)d (p' — q) (2.34)
p
_ Ep’ o
= Ep5(p q).

De la Ec. (2.34) podemos observar que la delta de Dirac no es un invariante de Lorentz,
lo cuél es de esperarse debido a que la delta puede interpretarse como un volumen. Lo
anterior es una consecuencia de la contracciéon de la longitud que se explica mediante la
relatividad especial. Sin embargo, de la Ec.(2.32) tambien es facil ver que la cantidad

invariante de Lorentz es el producto entre la energia y la delta de Dirac:

Eyd(p—a) = Epd (p — q). (2.35)

La ecuacion anterior implica que podemos reescribir una serie de cantidades que ahora
seran invariantes de Lorentz, tales como el el producto escalar en el espacio de

momentos:

(plq) = 2E,(27)%6®) (p — q). (2.36)

Para que esta igualdad se cumpla se debe multiplicar el estado de una particula con
momento lineal p que fue definida en la Ec. (2.18) por /2F,, donde el factor v/2 se

anade por convencion para simplificar las ecuaciones (2.21),

Ip) = \/2E,al|0). (2.37)
De manera analoga la relaciéon de completitud se redefine como:

d3p 1
L= [ el gl (2.38)
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En general las integrales de volumen serédn invariantes de Lorentz siempre y cuando

dp 1
V- / s (2.39)

que ademés puede extenderse al espacio de Minkowski para incluir la componente

sean de la forma:

temporal del cuadri-momento mediante la relacion:

/(iﬁsﬁ :/(;Z;;ZL(Q?T)(S(ZF—WLQ) = (2.40)

Los limites de la integral volumétrica en cuatro dimensiones se restringen a valores
positivos para la componente temporal (p® > 0) porque no es posible dar una

interpretacion fisica a valores negativos de tiempo o energia.

Después de haber normalizado apropiadamente estas cantidades para que fueran
invariantes de Lorentz, el siguiente paso a seguir es determinar como evoluciona en el
tiempo el campo cuéntico ¢ (). En otras palabras, tendremos que pasar del cuadro de
Schrodinger al cuadro de Heisenberg donde los operadores son quienes evolucionan en
el tiempo mediante transformaciones de similaridad. Para el campo de Klein-Gordon la

trasformacion es:
o(x) = ep(x)e 1. (2.41)

Donde H so6lo incluye el término cinético sin el término de interacciéon debido a que la
particula se propaga libremente en el vacio. Para resolver explicitamente se remplaza

la Ec. (2.17) en (2.41) y se llega a la expresion:

4 a3 1 L L
¢(.§C) — eth/ P (apezp-x + aLefzp-x>€szt7

(2m)* /2By (2.42)

_ d3p 1 {(ez‘Hta efth)eiﬁ-a? + (ez‘HtaTefz‘Ht)efiﬁ-a‘c’}
(27)? /2F r g ’

p

en la cual se sustituyen las siguientes transformaciones de similaridad para los

operadores aniquilacion y creacion:

iHt —iHt _

—iEpt
e ape e P

ap
iHt t —iHt T iBEpt (2'43)
) —1 _ )

e ape = ayc P

)
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para finalmente obtener una expresion para el campo dependiente del tiempo.

43 1 ‘ L. ‘ L
¢(l‘) = / p (ape_Z(Ept_p'x) + aLeZ(EPt_p'x))7

(27)3 \/2E, (2.44)
_ d3p 1 —ip-x 1t ip-x .
=] @y E e T

Esta ecuacion es invariante de Lorentz al igual que la Ec. (2.17) pero difiere de esta
altima en que el producto en las funciones exponenciales es un producto escalar en el

espacio de Minkowski entre el cuadri-momento (p) y la cuadri-posicion ().

Después de haber definido el campo escalar de Klein-Gordon en el cuadro de
evolucion temporal ¢(z), en la proxima seccion se obtendra una expresion para el
propagador que respete el principio de causalidad y que por lo tanto sea un invariante

de Lorentz.

2.1.1 Propagador del campo escalar de Klein-Gordon

Continuaremos trabajando en el cuadro de Heisenberg, pero ahora se estudiara la
causalidad del propagador, para lo cual definimos la amplitud de probabilidad de que

una particula se propague de un punto y a otro x como:

D(z —y) = (0o(2)6(y)|0). (2.45)

Reemplazando las expresiones para los campos ¢(x) v ¢(y) dados por la Ec. (2.44),

d*p 1 —ipx ip-x d*p/ 1 —ip/- t ap-
:<O\/—3—(ape P —|—aLep )/(2@3\/?;;'(%/6 PV +a,e”)|0),

d3 / ) ) -, -,
—ipx toiP T\ (q 0"y T oir"y
- [ &% 5 | G s e ale ey )
d5 ! 1
0 0 —ip-x zp Y
/ZW TE/ s Ol 0

(2.46)
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Ahora, utilizando las ecuaciones (2.36) y (2.37) podemos remplazar a /|0) por \/F\p )
y (plp') por 2E,(27)* ) (p — p'),

dgp 1 d3p/ 1 N —ipax ipy
_/(27r)3 2Ep/(27r)3 2E, (plp')e e,
o dgp 1 —ip-x d3 ' 1 3¢(3) ip'y
= | aan S a2 O e

Finalmente, aplicando la delta de Dirac obtendremos la expresion para la amplitud de

probabilidad:

(2.47)

dp 1 ,
D(z—vy) = —e (@), 2.4
(z=y) / (2n)2E,° (2.48)

Si evaluamos esta integral teniendo en cuenta tnicamente los componentes espaciales
(x —y) = (0,7 — ¢) y utilizando las coordenadas esféricas para remplazar ¥ — i = 7,

entonces tendremos:

d3 R
d 0dh— —z|ﬁ'|\7"'|cos€
/ / papsen E R
_ 2m 2 1 —i|p]|7|cos | T
- <2w>3/0 g 1

/ NELLE
27r 2(27)2|F VPR +m?

Considerando esta integral en el plano complejo como una funcion de |p] vemos que tiene

(2.49)

singularidades para valores de |p] = £im. Por lo tanto, es posible utilizar el teorema de

los residuos [14] y asf obtener:
D(z —1y) ~ e ™I, (2.50)

Como se observa, la amplitud de probabilidad contintia siendo distinta de cero para
trayectorias por fuera del cono de luz, por lo tanto se sigue violando el principio de
causalidad. Estos resultados nos indican que para resolver el problema de la causalidad
debemos dejar de preguntarnos si es posible que las particulas se propaguen en intervalos
espacio-temporales y comenzar a estudiar si dos eventos separados espacialmente estan
relacionados causalmente, es decir verificar si un evento es la causa del otro. Esto

se traduce en calcular el conmutador [p(x), ¢(y)| ya que al igual que en la mecanica
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cuantica los observables son compatibles cuando el conmutador entre sus operadores es
igual a cero de modo que la medicién de un observable no tiene ningun efecto sobre
el resultado de la medicién de otro. En este caso el conmutador sirve para verificar
como la medida del campo ¢ realizada en el punto x puede afectar una mediciéon en
otro punto y cuya separacion de x es como de espacio. En caso de que el conmutador
sea cero para (z — y)? < 0 entonces una medida no afecta a la otra y la causalidad es
preservada. Es trivial notar mediante la Ec. (2.12) que cuando z° = 3° el conmutador

se anula, no obstante, en el caso més general tenemos que:

(ape™™" + afe™?), (age™ ¥ + ale'™)],

_ d3p d3q
_/ d3p / d3q (
) (2n)32E, ) (2n)3\/2E,

dp —ip-(z— ip-(T—
:/(27r)32Ep (e p(z—y) _ oipe( y))‘

[am a;]e—i(pw—qy) + [a;, ag, ]ei(pm—qy)) ’
(2.51)

Esta expresion es precisamente la diferencia entre dos amplitudes de probabilidad:

[9(x), d(y)] = D(z —y) — D(y — x). (2.52)

En caso de que (z—y)? < 0 (fuera del cono de luz) es posible realizar una transformacion
de Lorentz que va de (x —y) — —(z — y), por lo tanto D(x —y) = D(y —x) y
[#(), ¢(y)] = 0, preservando la causalidad. Por otra parte, cuando (z —y)? > 0 (dentro
del cono de Luz) no existe una transformacion continua que transforme (x — y) en

(y — z), asi se garantiza que el conmutador sea distinto de cero.

Otro punto de importancia, como se observa en el apéndice B, es que la funcién
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retardada de Green Dg(z — y) es equivalente al conmutador [¢(x), ¢(y)].

3
Da(e —y) = / AP ipa—p L (e — =it

(27)3 2F,
3
:/(d 1)73 {Le—i[Ep(wo—yO)—ﬁ-(f—ﬁ)]+ 1 e—i[—Ep(mO—yo)—ﬁ-(f—gj)]}
2m 2E, -2k,
3
:/d_p Le*ip-(x*y) + 1 ) (2.53)
(2m)3 | 2E, =g, —2Ep PI=—E,
3
= /(;Z_];% (e—ip(rr—y) _eizr(x—y))
d P
= [0(x), o(y)].

Sin embargo, dentro de las diferentes prescripciones para el contorno de integracion

Im z
Yo > Xo
—Ep+i€
$ "Re z
+Ep,££
Xo > Yo

Figura 2.2: Contorno de integracion para las condiciones del propagador de Feynman.

estudiadas en el apéndice B, la prescripcion que da el propagador de Feynman Dp(z—1y)
esquematizada en la figura (2.2) es la que resulta tener la interpretacion fisica mas
conveniente para la QFT, ademés de ser de gran utilidad para calcular procesos de

scattering. El propagador de Feynman se puede definir de la siguiente manera:

Dp(x—y):{ D(z—vy) si a°>y°

D(y—=z) si 2° <P (2.54)
Dp(z —y) = 0(z° = y"){0|¢(2)o(y)]0) + 0(y" — 2°)(0l6 (1) ()[0).

El anterior propagador representa la amplitud de probabilidad de que una particula
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se cree en el punto y para propagarse hasta z donde es aniquilada en caso de que
2% — y® > 0. Mientras que cuando y° — 2% > 0, Dp(y — z) representa la amplitud de
probabilidad de que una anti-particula se cree en x y se propague hasta y donde es
aniquilada. Esta interpretacion preserva la causalidad y no tiene el inconveniente de

contener densidades de probabilidad negativa.
2.2 Campos del Modelo Estandar

Hasta este punto se ha obtenido el propagador libre del campo escalar de
Klein-Gordon que describe particulas de spin 0, como el bosén de Higgs, ya que en
este trabajo se estudia la correccion a la masa del bosén vectorial W que esta mediada
por una particula escalar. No obstante, el boséon W es un bosén masivo de spin 1 cuya
masa es adquirida a través del mecanismo de Higgs lo cual requiere estudiar el modelo
electrodébil propuesto por Weinberg, Glashow y Salam en 1960 [15]. Ademas, solo se
ha discutido la cuantizacién de una teoria de campo libre, pero para obtener una
descripcion mas cercana del mundo real, debemos incluir nuevos términos de
interaccion no lineales en el Lagrangiano que acoplaran diferentes modos de Fourier (y

las particulas que los ocupan) entre si [12].

Como primera consideraciéon debemos tener en cuenta que para preservar la
causalidad, los términos de interacciéon solo pueden involucrar productos de campos en
el mismo punto del espacio-tiempo, por ejemplo [gb(x)]S estd permitido, pero
o(z)p(y)p(z) no cumple con esta condicion. Asi, los términos que describen las

interacciones seran de la forma:
Hyp = / B aHn [6(2)] = — / B Lo [6(2)]. (2.55)

En nuestro caso nos limitaremos a teorias en las que H;ni(—Lin:) es una funcion sélo
de los campos, no de sus derivadas. Una de las teorias mas importantes de campos

interactuantes es la teoria "A¢* ", con un Lagrangiano de la forma:

1 1 A
[, = §<8ﬂ¢)2 — §m2¢2 — I¢47 (256)
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donde A es una constante de acoplamiento adimensional. Una de las razones para
introducir esta teorfa es que varios de los modelos del mundo real contienen
interacciones ¢*; el ejemplo méas importante en fisica de particulas es la
autointeraccion del campo de Higgs en la teoria electrodébil. Utilizando la ecuacion de

Euler-Lagrange:
oL oL

0, (W) ~ 55 =" (2.57)

encontramos que la ecuaciéon de movimiento para la teoria ¢* es
(0> +m?) ¢ = —ﬁqﬁ (2.58)
317 '

que no puede resolverse mediante el analisis de Fourier como podria hacerlo la
ecuacion libre de Klein-Gordon, ver Ec. (2.11).

Un segundo ejemplo de una teoria de campos interactuantes es la electrodindmica
cuantica (QED) en la cual los observables fisicos se obtienen a partir de un
Lagrangiano de interaccién simple en el que el campo de los fotones (A,) interactia
con una cuadri-corriente (j*) construida a partir de los campos de particulas cargadas

fermionicas [16],

L; ~eA,(x)j"(x). (2.59)

El campo A, es un cuadri-potencial para particulas sin masa de spin 1 que satisface las

ecuaciones de Maxwell de la electrodinamica clésica:
OA*(z) = 0. (2.60)

En el caso mas general donde la masa del campo vectorial es distinta de cero, como es

el caso para el boson W, la Ec. (2.60) se transforma en las ecuaciones de Proca [17]:
OWH(z) = miy WH(x). (2.61)

Por otra parte, utilizando la ecuaciéon de Dirac para una particula libre y su ecuacion

adjunta:

l.fyua/ﬂ/} - m¢ =0, —z@uz/_w“ - m@ =0, (262>
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multiplicando la primera ecuaciéon por 1 a la izquierda, la segunda por 7 a la derecha

y sumandolas:

MV“@A/J - m@&ﬁ + ZaHIZ’)/MQﬁ + mlzl/f =0
Wy 0, + 0,y = 0 (2.63)
8#(1767Mw) = Oa

obtenemos que la corriente conservada j* esta dada por:

J* =y = (p,3), (2.64)

siendo p la densidad de carga y 7 la densidad de corriente eléctrica. A partir de la
ecuacion de continuidad (2.63) se puede obtener un bilineal covariante de la teoria de
Dirac, notando que bajo transformaciones de Lorentz, la cuadri-corriente transforma
como un cuadri-vector j# — j* = A¥j”. En consecuencia, la Ec. (2.63) es un invariante

de Lorentz al ser un producto Minkowskiano de dos cuadri-vectores:

Oug" — 9,4 = (A1), 0, AL 5"

(2.65)
= 0,(A")IALY = 8,57,

En general cualquier corriente fermionica es de la forma 9T, donde I' es una matriz
de dimension 4 x 4. Para construir el Lagrangiano de interacciéon de la QED y del
modelo electrodébil, se deben usar solo aquellas corrientes que tienen propiedades de
transformaciéon de Lorentz definidas. Para ello primero se definen dos nuevas matrices,

a partir de las matrices usuales de Dirac:

. 01
7 =iy ylyPy? = (1 0) , {7 =0;

(2.66)

Y py 149
77]7 g = —0 .

Entonces It transforma covariantemente si I' es una de las matrices dadas en el
cuadro (2.1) donde se muestran el namero de componentes linealmente independientes
y las propiedades de transformacion de 1/I'y) bajo paridad, donde una transformacion
de paridad o inversion de la paridad es el cambio simultdneo en el signo de toda

coordenada espacio-temporal [18|. Las matrices {1,~v*, ", y°v*,7°} forma una base
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Transforma como | Rango | niimero de componentes
1 escalar 0 1
0 vector 1 4
ot tensor 2 6
oM vector axial 3 4
P pseudo-escalar 4 1

Cuadro 2.1: Bilineales covariantes.

vectorial para el conjunto de todas las matrices 4 x 4. Estas corrientes I' se denominan

bilineales covariantes.

Adicionalmente, la construcciéon de la Lagrangiana de la QED debe tener las

siguientes caracteristicas ([16]):

i) Los términos que componen la Lagrangiana deben ser invariantes de Lorentz

(¢¢7 J’alﬁuiﬁa )

i1) Se requiere un procedimiento de renormalizacion debido a que las correcciones
cuanticas a los observables fisicos en general divergen, esto soélo es posible si la
dimension de la Lagrangiana es [£] < m? dado que la accion S = [Ld'z es

adimensional, en consecuencia el Lagrangiano del SM, [£] = m*.

i17) La Lagrangiana debe conservar la carga eléctrica (Q; = Q). Siguiendo el teorema
de Noether una carga conservada implica una simetria. El grupo de simetria gauge de

la QED es el grupo U(1) que transforma los campos 9,1 y A, de la siguiente manera:

Py = ey,
) — P = eI, (2.67)
1
Ay — A=A, + éﬁua(x),
donde a(z) es un parametro dependiente de cada punto del espacio-tiempo y @ es la
constante de acoplamiento que determina la intensidad de la interaccién, en el caso de
la QED sera equivalente a la carga eléctrica fundamental e. Como consecuencia quedan

prohibidos los términos escalares de tipo: 0,0,F),,, A,A,F),, donde F),, es el tensor
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de campo electromagnético. El Lagrangiano completo de la QED se escribe con los

términos que cumplen las restricciones mencionadas anteriormente:

. . ST
Lapp = W + ey A — minp — TF F™. (2.68)

La electrodinamica cuantica es una de las teorias fisicas méas exitosas presentando un
alto nivel de acuerdo con diversos resultados experimentales entre los que se encuentra
la medicién del momento magnético anémalo del electron y del muon. El calculo de
alta precision mas reciente de la contribucién al momento magnético anémalo del
electron incluye diagramas de Feynman a 5-loops y fue realizado por Sergey Volkov y
colaboradores en 2019 [19]. Que un Lagrangiano tan simple pueda explicar casi todos
los fenémenos observados desde escalas macroscopicas hasta 107%m es uno de los

grandes logros de la QED.

Otro ejemplo de importancia es el Lagrangiano de la teoria de Yukawa:

£Yukawa - ﬁDz’rac + £Klein—Gm"dzm - ya,zﬂ/_fﬁbiﬁ (269>

Esta teorfa es similar a la QED pero el fotéon se reemplaza por una particula escalar ¢.
El término de interaccion contiene una constante de acoplamiento adimensional ¥y,
analoga a la carga del electron, e. Yukawa estableci6é este marco tedrico para describir
los nucleones () y los piones (¢) [20]. Sin embargo, en la fisica de particulas moderna
descrita por el Modelo Estandar los términos de interaccion de Yukawa acoplan el
campo escalar de Higgs con los campos de los quarks y leptones, la mayoria de los

parametros libres en el SM son constantes de acoplamiento de Yukawa.

Una vez establecido los campos e interacciones de la QED y de la teoria de Yukawa, se
debe discutir qué otras interacciones podrian encontrarse en la naturaleza. En un
principio parece que la lista es infinita, para una teoria escalar podria pensarse en
escribir interacciones de la forma ¢" para cualquier n. Pero existe una restriccion
fuerte que selecciona tunicamente algunas interacciones. Los términos de orden
superior (n > 1) en la teoria de perturbaciones incluyen integrales sobre los
cuadri-momentos de las particulas virtuales, estas integrales a menudo son divergentes
y, por lo general, es necesario imponer algin tipo de procedimiento de corte; el méas

simple es cortar la integral para algin valor grande pero finito del momento que
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llamaremos A. Al final del calculo, uno toma el limite A — oo, y se espera que las
cantidades fisicas resulten ser independientes de A. Si este es realmente el caso, se dice
que la teoria es renormalizable. En las teorias de campo cuantico se impone que la
teoria sea renormalizable para que las amplitudes no diverjan y el modelo tenga poder
predictivo. Si la teoria incluye interacciones cuyas constantes de acoplamiento tienen
dimensiones de masa elevada a alguna potencia negativa, para obtener una amplitud
de dispersion adimensional esta constante de acoplamiento debe multiplicarse por
alguna cantidad de dimension de masa positiva, tal como la constante A. El término
diverge cuando A — oo, por lo que la teoria no seria renormalizable. Es decir, que
cualquier teoria que contenga una constante de acoplamiento con una dimensiéon de
masa negativa no es renormalizable. El mismo anélisis dimensional realizado para la
construccion del Langrangiano de Yukawa permite descartar una gran cantidad de
interacciones, no se permiten términos de la forma ¢" para n > 4, ya que sus
constantes de acoplamiento tendrian dimensiéon de masa 4 — n. A partir de los
términos cinéticos de los diversos Lagrangianos libres, se observa que los campos
escalar ¢ y vectorial A, tienen dimensién 1, mientras que el campo espinorial ¢ tiene
dimension 3/2 dando como resultado todas las interacciones renormalizables
permitidas [12]|. Para teorias que involucran solo escalares, los términos de interaccion

permitidos son:
pe® y Aot (2.70)

La constante de acoplamiento p tiene dimensiéon 1, mientras que A es adimensional.
Las autointeracciones de espinores no estan permitidas, ya que ¢? (ademés de violar
la invarianza de Lorentz) tiene dimension 9/2. Por lo tanto, las tnicas interacciones
permitidas provienen del tercer término del Lagrangiano de la Ec. (2.69) llamado
término de Yukawa, yw@bw y de la interacciéon vector-espinor presentanda en el
segundo termino del Lagrangiano de la Ec. (2.69), epy A,

La lista de posibles interacciones que involucran particulas escalares, espinoriales y
vectoriales es por lo tanto reducida debido a las restricciones muy estrictas que

impone el procedimiento de renormalizacién para poder describir la naturaleza.

La formulacion del Modelo Estandar incluye las interacciones previamente
descritas en el Lagrangiano de Yukawa (2.69) y de la QED (2.68). Ademés, debe
incluir términos que describan la cinematica de los fermiones por lo que existe un

sector leptonico cuyo modelo fue propuesto por Steven Weinberg en 1967 [21], y
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trabajos previos de Glashow, Salam y Ward [22|, basado en la simetria gauge
SU(2) x U(1), pero también un modelo para los quarks, el cual originalmente tenia
tres particulas: up, down y strange. El mecanismo Glashow-Iliopolous-Maiani [23|
predijo un cuarto quark (charm) y  posteriormente el  mecanismo
Cabbibo-Kobayashi-Maskawa (CKM) predice una tercera generacion de quarks: el
quark top y el bottom. La dindmica de estas seis particulas estd descrita por el
Lagrangiano de la Cromodinamica Cuantica (QCD), sector encargado de mediar la
interaccion fuerte. La QCD fue propuesta a comienzos de los anos 70 por David
Politzer, Frank Wilczek y David Gross como teoria para entender la estructura de
bariones (grupos de tres quarks) como los protones y neutrones, y de los mesones
(pares quark-antiquark) como los piones [24]. Por su trabajo en QCD, a Gross,
Wilczek y Politzer les fue concedido el Premio Nobel de Fisica en 2004.

Ademas, el Lagrangiano del SM debe incluir el sector de Higgs acoplado al de Yukawa
que esta relacionado con el mecanismo mediante el cual adquieren masa los leptones
cargados y los quarks luego de la ruptura espontanea de la simetria electrodébil.
Finalmente, se debe incluir al sector electrodébil, responsable de procesos como el
decaimiento beta, donde los bosones masivos Z y W juegan un papel crucial, el cual
es de particular importancia para este trabajo por lo que sera analizado con mas

detalle en los siguientes capitulos.
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3. Fenomenologia de las Interacciones Electrodébiles

3.1 Particulas elementales

El concepto de “Particula Elemental” no esta bien definido en fisica de altas energias,
ha evolucionado con el tiempo en la medida que las técnicas experimentales progresan
y se logra aumentar el poder de resolucion de nuestras observaciones. En el siglo XX se
demostré que los sistemas que se crefan elementales estan compuestos de constituyentes
més pequenos. Entonces, los experimentos dieron cuenta, primero de la existencia de
moléculas constituidas por dtomos, los cuales tampoco resultaron ser indivisibles, sino
que se observo que estan constituidos por particulas subatémicas, en principio un niicleo
y un electréon. No obstante, los nucleos estdan a su vez conformados por protones y
neutrones, estos nucleones se asumieron elementales hasta la década de los 60, cuando
los experimentos realizados en el Stanford Linear Accelerator Center (SLAC) dieron
indicios de la existencia de partones, a los cuales se les denominé quarks cuya evidencia
definitiva se encontré en la década de los 70 [25], actualmente se sabe que los nucleones
estan formados por tres quarks unidos por los mediadores de la fuerza nuclear fuerte,
llamados gluones. Por lo anterior, es posible que en los préoximos anos se encuentren
nuevas particulas debido a la actualizacion de los dispositivos involucrados, el aumento
de la luminosidad y de las energias de colision en los experimentos. El Cuadro (3.1)

resume nuestro conocimiento sobre las particulas existentes hasta este momento.

Existen particulas mediadoras responsables de la interacciéon para cada fuerza
llamadas bosones. Como se menciono previamente los gluones son responsables de la
interaccion fuerte y existen ocho de ellos, para la fuerza electromagnética el mediador
es el fotén y para la fuerza débil los bosones cargados W* y el bosén neutro Z° son
los responsables de la interaccion, todas estas particulas estdn asociadas con campos
vectoriales de espin igual a 1. Las particulas constituyentes de la materia tienen espin
1/2, estas se dividen en seis quarks, que forman un gran ntumero de estados ligados
llamados hadrones, y seis leptones que no tienen interacciones fuertes. Cada especie de
quark, llamada “sabor”, aparece bajo tres formas, a menudo llamadas “colores”. De

momento los quarks y gluones no se han observado como particulas libres. Esta
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Cuantos mediadores de radiacion
Interaccion fuerte | Ocho gluones
Interaccion electromagnética | Foton (7)
Interaccion débil | W+ W—, Z°
Paticulas de materia
leptones | Quarks
primera generacion  v.,e” | g, dg,a =1,2,3

segunda generacion v, u~ | €4, 84,0 =1,2,3
1,2,3

tercera generacion v,, 7 | tg, 04,0 = 1,2,

Cuadro 3.1: Particulas que conforman el Modelo Estandar. Los quarks y los gluones no
existen como particulas libres, y el subindice a indica la carga de color [16].

propiedad de “confinamiento” es uno de los problemas no resueltos de la fisica de
particulas. No obstante, en el presente trabajo no abordaremos tales cuestiones, en su
lugar nos centraremos en el sector electrodébil del SM, el cual unifica la interaccion

débil y el electromagnetismo.
3.1.1 Interacciones débiles

Los mediadores de las interacciones débiles son bosones vectoriales masivos. Hoy
sabemos que existen tres, dos eléctricamente cargados (WW*, W ™) y uno neutro (Z°).
Al igual que con el foton, los acoplamientos a la materia son descritos por operadores

cuadri-corriente (j*), por lo que el Lagrangiano de interaccion tiene la forma:
Li~Vy()j*(x); Ve WHW., 2, (3.1)

donde las corrientes débiles son nuevamente bilineales en los campos fermionicos.
Dependiendo del correspondiente bosén vectorial se distinguen dos tipos de corrientes
débiles: la corriente cargada, acoplada a W& y la corriente neutra acoplada a Z°.

Estas corrientes tienen diferentes propiedades, para la corriente cargada se satisface:

1. Contiene solo campos de fermiones con quiralidad de mano izquierda:

G~y ~ oy (L4 9°) 4, (3.2)
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donde 9, es un fermién levégiro. La quiralidad para un fermién de Dirac 1 se
define a través del operador 7°, que tiene auto-valores 1. Cualquier campo de
Dirac se puede proyectar en su componente de quiralidad izquierda o derecha
actuando con los operadores de proyeccion de la siguiente manera:

YL =

(1=7) ¢, vr=5(1+7). (3.3)

1
2

N | —

11. Las constantes de acoplamiento son niimeros complejos.

En cuanto a la corriente neutra sabemos que contiene campos de fermiones levogiros y

dextrogiros:
i~ CLpy* i + CrUORY Vg (3.4)

Notemos que debido a la existencia de las corrientes cargadas en las interacciones
débiles, algunas propiedades difieren de las corrientes electromagnéticas, esto incluye
la violacion de la simetria CPT e decir de la simetria de paridad (P) donde se invierte
la paridad espacial del proceso mediante el intercambio de derecha e izquierda y el
cambio en el espin de las particulas, de conjugacion de carga (C') en la cual todas las
particulas se sustituyen por sus correspondientes antiparticulas y de inversion
temporal (T') en la que se invierte el sentido del tiempo. Ademas, contrario al campo
fotomnico, los bosones vectoriales débiles son masivos por lo que es necesario estudiar
su interaccion con el campo de Higgs. Finalmente, otra diferencia esencial es el hecho
de que lo bosones vectoriales estdn auto-acoplados, estos acoplamientos se han
determinado experimentalmente y son predicciones del marco tedérico de las teorias

gauge por lo que se hablara de ellas a continuacion.

3.2 Simetrias Gauge

En fisica, el concepto de simetria se deriva de la suposicion de que una cierta
cantidad no es medible. Como resultado, las ecuaciones de movimiento son
independientes de dicha cantidad, esto implica la existencia de cantidades
conservadas. Esta relacion entre simetrias y leyes de conservacion, esta establecida en
el teorema de Noether [26]. Por ejemplo, el hecho de que la posicion del origen del

sistema de coordenadas no se puede medir fisicamente y entonces su eleccién es
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arbitraria, implica la invarianza de las ecuaciones bajo traslaciones espaciales y la
conservacion del momento lineal. De igual manera obtenemos las leyes de conservacion
de la energia (traslaciones temporales) y del momento angular (rotaciones). Se
distingue también entre simetrias bajo transformaciones continuas (traslaciones y
rotaciones) a las cuales se aplica el teorema de Noether, y discretas, como inversiones
de espacio o de tiempo. Durante el siglo XX, ademés, se han considerado otras dos
abstracciones, la idea de simetrias internas y la de simetrias gauge, cada una de las
cuales ha tenido una profunda influencia en nuestra forma de describir las

interacciones fundamentales.

Se denominan simetrias internas a aquellas cuyos pardmetros de transformacion
no afectan el punto del espacio-tiempo z*. Este concepto ya se puede presentar en
la fisica clasica, pero se vuelve natural en la mecénica cuantica y la QFT [16]. El
ejemplo mas simple es la fase de una funcién de onda, ya que no es una cantidad
medible, la teoria debe ser invariante ante un cambio de fase. Esto es cierto tanto para la
mecanica cuantica relativista como para la no relativista. Las ecuaciones de movimiento
(Dirac o Schrédinger), asi como la condicién de normalizacion, son invariantes bajo la
transformacion:

U(z) — eV (z), (3.5)

la cual es una simetria interna que a través del teorema de Noether implica la
conservacion de la corriente de probabilidad. La transformacion de fase (3.5)

corresponde al grupo abeliano U(1).

Por otra parte, Heisenberg ampli6 el concepto a una simetria no abeliana
introduciendo el isospin, suponiendo que las interacciones fuertes son invariantes bajo
el grupo de transformaciones SU(2) en las que el protéon y el neutréon forman un
doblete N(x):

N(z) = . N(z) = e™'N(x). (3.6)

n(z)
En este caso las matrices 7 son proporcionales a las matrices de Pauli y los parametros
0 son los angulos de una rotacion en el espacio de isospin analogos a los dngulos de
rotacion del espacio Euclideo. Nuevamente, las transformaciones no se aplican sobre los
puntos del espacio-tiempo ordinario sino sobre la representacion cuantica de los estados

fisicos.
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La dinamica de las particulas libres es invariante bajo traslaciones espaciales, este
tipo de invariancia es global en el sentido de que el pardametro de la transformacion,
(@), es independiente de las coordenadas del espacio-tiempo z*. Sin embargo, si este
parametro se reemplaza por una funciéon que depende del punto del espacio-tiempo,
(@ — d(x)), la dinamica deja de ser invariante bajo la transformacion. Tanto la
transformacion de fase descrita por la Ec. (3.5) como las rotaciones son
transformaciones globales, la diferencia radica en que las transformaciones de fase de
un campo no son observables. Hay dos formas de interpretar la naturaleza no
observable de las fases complejas, la primera es asumir que los estados descritos por
una fase compleja diferente son fisicamente iguales y difieren solo en la descripciéon
matemaética, la segunda forma de verlo es que los estados son indistinguibles aunque
fisicamente diferentes. En el primero de estos dos casos, la simetria global se denomina
simetria gauge. La presencia de una simetria gauge revela asi una redundancia en la
descripcion: hay mas estructura matematica de lo estrictamente necesario para
describir la realidad fisica [27]. El concepto de simetria gauge, fue introducido por
Albert Einstein en su busqueda de una teoria General de la Relatividad. Las simetrias
gauge pueden ser locales o globales y no necesariamente una simetria local es una

simetria gauge.

No obstante, las fuerzas gravitatorias no son las tnicas que tienen un origen
geométrico. Si consideramos una rotacion de fase local del grupo U(1) y la aplicamos
el Lagrangiano libre de Dirac £ = ¥(z) (i § —m) ¥(z), tal que:

U(z) — @ (x), (3.7)

es claro que las ecuaciones de movimiento no seréan invariantes bajo un cambio local de
fase 0(x), ya que al derivar el campo transformado aparecera un término proporcional a
0,0(x). Con la finalidad de restaurar la invariancia, se debe modificar el Lagrangiano, en
cuyo caso ya no describird un campo de Dirac libre. La invariancia bajo transformaciones
gauge locales conduce a la introduccion de interacciones, para lo cual se define un nuevo
campo gauge A, (x) y se reemplaza el operador derivada d,, por la “derivada covariante”
D,, dada por:

D, =0, +ieA,, (3.8)

donde e es un parametro constante real. El campo A, (z) transforma bajo U(1) local
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de la siguiente manera:
, 1
Aylx) > A (2) = Ay(x) = ~0,(0). (3.9)

Esta condicion permite que D, sea una magnitud “covariante” porque satisface la

siguiente ecuacion:

D, (@ (2)] = (0, + ieAl,) [ (2)]

: (3.10)
= @D, W(z).
En consecuencia, la densidad Lagrangiana de Dirac se convierte ahora en:
L=V()(i Py —m)¥(z)=V(x)(i J — e Ax —m)¥(z). (3.11)

El resultado de trasformar la ecuacion de Dirac remplazando la derivada parcial por
una derivada covariante es una densidad Lagrangia invariante bajo las
transformaciones gauge de las ecuaciones (3.7) y (3.9), que como resultado natural
describe la interacciéon de un campo espinorial cargado representado por ¥ con un
campo electromagnético externo representado por A,. A partir de un requisito
puramente geométrico se tiene como consecuencia la apariciéon de una interacciéon que

describe las fuerzas electromagnéticas.

La extension de este formalismo de las teorfas gauge a grupos no abelianos no es
trivial y se descubri6 por primera vez mediante prueba y error. Considerando una
teoria de campos clasica dada por una densidad Lagrangiana £ que depende de un
conjunto de N campos ¥ ()", i = 1,...r, y sus primeras derivadas, suponemos que los
campos v(z)" se transforman linealmente segtin una representaciéon r-dimensional de
un grupo de Lie G que no acttia sobre las coordenadas del espacio-tiempo, sino que

actia sobre el espacio interno de los estados fisicos [16], de tal forma que
wl

v=1:1, Y ->UwY¥(r), wegq, (3.12)

donde U(w) es la matriz de la representacion de G. Es posible utilizar la representacion
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exponencial de este operador unitario porque las matrices © son hermiticas (© = OT)
U(z) = ©U(x), O©=>) 6T (3.13)
a=1

donde los #* son un conjunto de m parametros constantes, y los T® son matrices que
representan los generadores del algebra de Lie de G y satisfacen las siguientes reglas de
conmutacion:

[T, T =i f*°Te. (3.14)

Las f son las constantes de estructura de G, donde la suma sobre el indice ¢ esta
implicita siguiendo la convenciéon de Einstein. La normalizacién de las constantes de
estructura suele fijarse exigiendo que, en la representacion fundamental, se normalicen

las matrices correspondientes de los generadores T, de tal manera que:
arb 1 ab
Tr(TT’) = 55 . (3.15)

Como se hizo para el caso Abeliano, deseamos encontrar una nueva £, invariante bajo
las transformaciones de gauge correspondientes en las que las 6® sean funciones
arbitrarias de x. Este problema, fue resuelto primero por ensayo y error para el caso
de SU(2) por C.N. Yang y R.L. Mills en 1954 [28]. Por lo que estas teorias se
denominan desde entonces "teorias de Yang-Mills". Los pasos son generalizaciones
directas de las realizadas en el caso Abeliano. Se necesita un campo gauge anélogo al
campo A, para la interaccion electromagnética que “trasporte” la informacion
contenida en la trasformacion (3.13) de un punto a otro. Como podemos realizar m
transformaciones independientes, hay el mismo nimero de generadores T¢ en el
dlgebra de Lie de Gy por lo tanto necesitamos m campos Af(z) con a =1,...,m, de

tal forma que definimos el campo gauge

Aur) = As(x)T". (3.16)
a=1
Las derivadas covariantes ahora pueden construirse como:
D, =0,+1i9A,, (3.17)

con ¢ siendo una constante real arbitraria. De manera analoga a la Ec.(3.10) la derivada
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covariante D,, satisface:
D, @ (z) = ®@D U(z), (3.18)

siempre y cuando el campo gauge A, transforme como:

A, (7) = €©® A, (2)e O 4 L (aue’@("”)) e~ (3.19)
9

En consecuencia es posible definir una densidad Lagrangiana £(W, DW) invariante bajo
las transformaciones (3.13) y (3.19) con un © dependiente de z#. Como se hizo para la
interaccion electromagnética, los nuevos grados de libertad gauge se agregan al término
cinético de la Lagrangiana. Yang y Mills agregaron este término cinético invariante de
gauge para el grupo SU(2) utilizando el tensor de fuerzas (F,, ~ D,D, —D,D,,) [16].

Primero multiplicamos por un campo V:
(p,D, -D,D,)V=D,(D,V)—D,(D,¥), (3.20)

luego utilizamos la definicion de derivada covariante dada en la ecuacion (3.17) para

desarrollar el primer término,:

Du(D,¥) = D, (8,V +igA,V)

(3.21)
= au&,\l’ + zg(@u_Ay)\IJ + Zg-Au(aqu) + igAuaV\Ij - QQA;LAV‘I/>

el segundo término se resuelve de manera equivalente:
D, (DY) = 0,0,V +ig(d, A,V +igA,(9,9) +igA,0,V — g°A, A7, (3.22)

y finalmente los restamos:

(D, D, — D,D,)V =ig(9,A,)V —ig(9,A,)V + > A, AV — ¢* A, AT
= [ig(9,A,) —ig(0,A,) + P ALA, — P ALA Y (3.23)

Notamos que la Ec. (3.23) es valida para cualquier campo ¥, ademéas multiplicamos por
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la constante —* para obtener el término cinético (G, ):
g H

i
——(D,D, — D,D,) =ig(d, A, — 0, A,) + ¢*[A,, A,
g( p W) =ig(0y w) + 9 [Au, Al (3.24)

g,w = au-Au - 8V-Au - ig[.A,“ AV]

Por convencién, la matriz A, es una combinacién lineal de los generadores T como
en la Ec. (3.16). Esta convencion sirve para normalizar de manera adecuada el termino
cinético de la densidad Lagrangiana, de tal manera que también pertenezca al algebra

del grupo, escrito en términos de los campos gauge Aj:
G = Ou(AJT*) — 0, (AT T?) — ig[A;T", AZTZ’]. (3.25)
Desarrollando las derivadas y utilizando la Ec. (3.14) tendremos:

Gpuo = Ou(ADT® + AS0,(T?) = 0,(ADT® — AL, (T*) — ig A5 ALi [ T*

a a b pc rbea a (326)
= (0,A] — O,A7, + gAALf )7,
que puede escribirse de forma abreviada como:
G =G, T, G, = 0,A; — 0, A7, + gf"bCAZAf,. (3.27)

Para finalizar con la construccion del Lagrangiano invariante, vemos que bajo una
transformacioén gauge, G, transforma como G, — eiea("’f)TagWe*W(oc)T“7 por lo que el

Lagrangiano completo ahora se puede escribir como:
1 17
Liny = —ETT(QWQ“ )+ L(U,DV). (3.28)

Podemos notar que, como ocurria con el campo electromagnético, este Lagrnagiano
no contiene términos proporcionales a A,A* lo cual significa que los campos gauge
describen particulas sin masa. Ademés, el término cinético contiene términos trilineales
y cuadrilineales los cuales se tratardn como términos de acoplamiento cuya fuerza viene
dada por una constante (g). En otras palabras, los campos gauge no abelianos estan
auto-acoplados, por lo que una teoria de Yang-Mills, que contiene solo campos gauge,
sigue siendo una teoria cuantica de campo con una dinamica establecida, mientras que
para los campos Abelianos (como el fotonico) sin los fermiones solo se tendria una teoria
libre trivial [16].
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3.3 Ruptura espontanea de simetria

Dado que las teorias gauge parecen predecir la existencia de bosones vectoriales sin
masa, cuando se propusieron por primera vez no parecian ser aplicables directamente
a la fisica de particulas méas alla del electromagnetismo [16], pero posteriormente el
mecanismo de Higgs logré explicar la aparicion de estos bosones masivos por lo que
proporcion6 una descripcion de la teoria electrodébil, cabe aclarar que el mecanismo de
Higgs se presenta a menudo como una ruptura espontanea de una simetria gauge local.
Pero este tipo de simetrias estdn basadas en la redundancia de la descripcion, ya que las
transformaciones gauge conectan estados que no se pueden distinguir fisicamente. Por
lo tanto, esta simetrias aplican sobre nuestra descripciéon de la naturaleza y no se puede
esperar que la ruptura espontanea de tal simetria tenga efectos fisicos. Si la ruptura
espontanea de la simetria gauge no puede tener efectos fisicos, esto causa problemas

conceptuales para el mecanismo de Higgs [27].

En un sistema infinito se presentan transiciones de fase que a menudo implican
una reducciéon en la simetria del estado fundamental. La QFT al ser un sistema con
un namero infinito de grados de libertad también puedan mostrar el fenémeno de las
transiciones de fase. De hecho, en muchos casos, encontramos al menos dos fases. La
fase previa a la ruptura de la simetria que se denomina fase de Wigner. Para una
teoria gauge, los bosones vectoriales no tienen masa y pertenecen a la representacion
adjunta del grupo de simetria. Se supone que en esta fase todos los estados que no son
singletes, como los correspondientes a los campos gauge, estan confinados, en el sentido
de que no aparecen como estados fisicamente posibles. Posteriormente tendremos la
fase de ruptura espontanea de la simetria, que en el caso de una teoria gauge da como
resultado que algunos de los bosones se vuelvan masivos y aparezcan como estados
fisicos. Es este tipo de transicion de fase la que se estudiara en esta seccion.

Para revisar el concepto de masa en un formalismo de campos empecemos analizando

el siguiente Lagrangiano de un campo escalar real ¢:

1)@“. (3.29)

1 1
— w242
L 2,@0@5 2M¢ 1

Notemos que si u? >0 (u € Z) este es el Lagrangiano de una particula de Klein-Gordon

con masa j, donde el termino ¢* seria el termino de interaccion (A > 0). Pero si
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el termino px? < 0 entonces p no representa una masa, sino que el segundo y tercer
término del Lagrangiano son el potencial de una particula no masiva, en este caso el
potencial y en consecuencia el Lagrangiano tienen simetria ante reflexiones (¢ — —¢).
Para llegar a la solucién estable trasladamos el campo ¢. Es claro que no hay pérdida
de generalidad al elegir un punto particular, por conveniencia elegimos como punto de

referencia aquel en el que el potencial es un minimo (¢ = v) :

d, 1 5,5, 1 4
—(= -Ap".) =0
2 3 _
w+ Ao =0,
— ¢ = —g =17
y expandimos alrededor de este minimo
o(x) =v+n(x). (3.31)

Remplazando la Ec. (3.31) en el Lagrangiano de la Ec. (3.29) y teniendo en cuenta que

A
Ve = N

1 1
L= 3 Lo — A\vPn? — dvnp® — Z)\n4 + cte

1 2 1
=3 ,mo*'n — %772 — v — Z)\n4 + cte.

(3.32)

Donde —u? = mTQ > 0, que al ser un termino positivo puede interpretarse como la masa
del campo 7. No obstante, debe enfatizarse que ambos Lagrangianos son completamente
equivalentes. Pues describen la dinamica del mismo sistema fisico ya que un cambio de
variables, como el de la Ec. (3.31), no puede cambiar la fisica. Al elegir una descripcion
desde uno de los minimos la simetria se ha roto a nivel descriptivo, es decir que la
descripcion de una particula masiva es equivalente a la de una particula sin masa donde

los estados de menor energia no tienen la simetria del Lagrangiano.
Este mecanismo se puede generalizar para un campo escalar complejo, el cual

justamente por ser complejo puede tener una invariancia bajo cambios de fase

P(x) — e?p(x), es decir una simetria U(1) global. Tenemos entonces un potencial de
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la forma:
V(g,¢%) = 1 (09") + M¢9*)?, (3.33)

y una densidad Lagrangiana:
£ = (3,0)(9"6") — V. (3.34)

Si escribimos el campo ¢ en sus partes real e imaginaria como ¢ = \%(Qﬁ +i¢y) tenemos
dos grados de libertad y un ntimero infinitos de minimos que ocupan un circulo en el

plano (¢1,¢2) como se observa en la Figura (3.1). De manera anéloga al caso real

Figura 3.1: El potencial V (¢, $*) con p? > 0 (izquierda) y p? < 0 (derecha). Para
p? > 0 el minimo esté en ¢ = 0 (solucién simétrica, mostrada en el lado izquierdo de la
figura, pero para p? < 0 hay un circulo completo de minimos en el plano ¢ complejo con
radio v = /@2 + ¢3 = (:2/\&2)%, cualquier punto del circulo corresponde a una ruptura
espontanea de la simetria [16].

escogemos uno de los minimos y describimos el problema desde alli,

1 .
¢(z) = 7 (v +¢(x) +ix(z)). (3.35)

Sustituyendo ¢ en la Ec. (3.34) tenemos:

L= %(@W - %(ax)2 - %(wz)@zﬂ = W (¥® +x%) = 2(1/)2 +X°)% (3.36)

Como resultado obtenemos un Lagrangiano que contiene términos cinéticos asociados
al campo 1 y al campo x, pero tinicamente un término cuadratico asociado al campo
1, como se observd previamente los términos cuadraticos con un coeficiente positivo

se asocian a un campo con masa. No obstante, no hay termino cuadratico asociado al
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campo Y. La apariciéon de esta particula de masa cero es un ejemplo del teorema de
Goldstone [29]: Existe una particula escalar sin masa, denominada bosén de Goldstone,
por cada generador de la simetria global que se rompe, es decir, que no mantiene el
estado de minima energia.

Ahora veremos las consecuencias de la ruptura espontanea de la simetria en presencia
de una simetria gauge local lo cual implica la introduccién en el Lagrangiano de un
campo vectorial sin masa donde las interacciones se obtienen reemplazando el operador

de derivada 0, por la derivada covariante D,,. El Lagrangiano considerado seré:

L=~ 1P+ 1B+ ieA)OP — w06 — N6 (3.37)

De manera analoga a los casos estudiados previamente consideramos el termino ;2 como
negativo y escribimos el campo en términos de uno de los minimos posibles, v, como en
la Ec. (3.35) y la remplazamos en la Ec.(3.37) para obtener el siguiente Lagrangiano:
1 2
L= —F + 5 A+ A,
. 4 (3.38)

1 21,2
5( M@Z)) ( HX) - 5(2/\0 ).

El término que es proporcional a Ai podria interpretarse (erréneamente) como si el
foton se hubiera vuelto masivo. Si se toma como una teorfa cuantica de campos,
parece describir la interaccion de una particula vectorial masiva (A,) y dos escalares,
uno masivo () y otro sin masa (x). Sin embargo, podemos ver de inmediato que algo
anda mal con este conteo ya que antes de la transformaciéon tenemos un campo
vectorial sin masa y un campo escalar, cada uno con 2 grados de libertad para un
total de 4, pero después de la transformacion obtenemos un campo vectorial masivo (3
grados de libertad) y dos campos escalares reales (2 grados de libertad) lo que implica
5 grados de libertad en total. Dado que los grados de libertad fisicos no se crean
mediante un simple cambio de variables, concluimos que el Lagrangiano de la
Ec. (3.38) debe contener campos que no representan particulas fisicas. No obstante, es
sencillo escoger una transformacion que hace desaparecer los campos no fisicos. En
lugar de parametrizar el campo complejo ¢ por sus partes real e imaginaria, elegimos

su representacion polar (modulo y fase) y obtendremos las siguientes transformaciones
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gauge:

1 @) B 1 .
¢(x) = E[Vﬂ(%)]e v Au(e) = Bu(z) = —0,((x). (3.39)

ev

Las cuales remplazamos en la Lagrangiana de la Ec. (3.36), este proceso deja fijo el
campo ((x) y finalmente obtenemos:
1

1 A, 1
2 , & 2 _ 2002202 — D4 4 Ze2B2(9 2y 3.40
it 5 0up)? = 520" = 2t + S Bl (2v0p + o) (3.40)

L= —iBfw + #B
Podemos observar que el campo ((z) ha desaparecido y este Lagrangiano describe dos
particulas masivas, una vectorial (B,,) y una escalar (p). Por lo tanto, se puede concluir
que con la ruptura espontanea de una teoria gauge los bosones vectoriales adquieren
masa y los bosones de Goldstone sin masa se desacoplan y desaparecen, asi el niimero
final de grados de libertad sera igual al inicial. A partir de estas ideas en la siguiente

seccion construiremos el Lagrangiano de la teoria electrodébil y el sector de Higgs.

No debemos olvidar que la ruptura espontanea de la simetria gauge no es parte de
la fisica, sino una redundancia descriptiva producto de la formulaciéon matemética. Por
lo tanto, el mecanismo de Higgs se puede producir de forma independiente, sin ruptura
espontéanea de la simetria gauge y se obtendra el mismo resultado [30]. El proceso
consiste en invertir los pasos, primero imponemos que los campos que aparezcan en el
Lagrangiano ¢(z) y A, (z), sean invariantes bajo la transformacién gauge directamente,
esto elimina la redundancia descriptiva ya que solo existird un campo invariante que
al introducirse en el Lagrangiano hara que este sea invariante bajo la transformacion
gauge pero ya no tendra un conjunto infinito de posibles estados sino un tnico estado,

lo cual ademas elimina directamente los bosones de Goldstone ((z) del Lagrangiano.

Desde esta perspectiva las masas se generan mediante el valor del estado
fundamental distinto de cero del campo de Higgs ¢(z), expandiendo el campo como en
la Ec. (3.31), la diferencia radica en que ya no existe un numero infinito de minimos
degenerados sino un tnico valor esperado del vacio v, por lo que el campo se expande
en funcion de este minimo y de un campo cuyo valor esperado sea cero n . En
consecuencia el mecanismo de Higgs es una forma mas consistente de producir los

términos de masa evitando la necesidad de romper la simetria [27].
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3.4 Lagrangiano del Modelo electrodébil

Comencemos observando la tabla de particulas elementales, Tabla (3.1) , donde
vemos que, para las interacciones electromagnéticas y débiles combinadas, se tienen
cuatro bosones gauge: W=, Z° y el foton . Como explicamos anteriormente, cada uno de
ellos corresponde a un generador del grupo no trivial SU(2) x U(1). Los tres generadores
de SU(2) se denotan con T;, (i = 1,2,3), mientras que el generador de U(1) es la
hipercarga Y. El operador de carga eléctrica () se puede escribir como una combinacion
lineal de T3 (Isoespin débil) e Y (hipercarga débil) como:

1
Q=T+ Y. (3.41)

siempre y cuando los autovalores asociados a estos operadores sean:
. . 1
Y(Up) = -1, Y(R) = =2 Ty(Vy) = +5. (3.42)

El nimero de leptones esta determinado por las observaciones, actualmente se conocen
seis, caracterizados por el fenémeno de la repeticion familiar, en la cual cada lepton
(e7, ™, 77) estéd asociado con su respectivo neutrino (v, v, v,). Si bien no se entiende
completamente por qué la naturaleza elige repetirse tres veces, esto permite usar las
mismas representaciones como dobletes para cada familia. Otro aspecto experimental
a tener en cuenta es el hecho de que los W cargados se acoplan sélo a los componentes
izquierdos de los campos de leptones, en contraste con el fotén, que se acopla con la
misma fuerza tanto a las componente dextrogiras y levogiras. Estas consideraciones nos

llevan asignar las componentes izquierdas a los campos de dobletes de SU(2):

U (z) = =(1— ) (Vi(m)) L i=1,2,3. (3.43)

No existen componentes dextrogiras para los neutrinos asi que se asignan singletes de

SU(2) a los leptones cargados:

lia(e) = 31+l (2) = Rile). (3.4
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Estos campos transforman bajo transformaciones locales de SU(2) como W' (z) —

—

0@ (1), donde 7; = %, son las tres matrices de Pauli. Por otra parte, para la
eleccion de los campos escalares de Higgs se debe tener en cuenta que tres de los
bosones vectoriales deben ser masivos y el cuarto, identificado con el fotéon, se debe
mantener sin masa. Recordemos que, por cada bosén vectorial que adquiere masa, se
desacopla un escalar con los mismos nimeros cuanticos. Al final queda al menos un
campo fisico escalar y sin carga eléctrica. De ello se deduce que el nimero minimo de
campos es cuatro, dos cargados y dos neutros con hipercarga de U(1), Y(®) = 1, los

cuales podemos escribir como un doblete complejo de SU(2):

¢F _ X i0(z
o= <¢0 , of = <¢ , ¢0), B(z) — ™D P(z). (3.45)
Escribimos el Lagrangiano mas general y renormalizable que involucre los campos
anteriormente descritos en las ecuaciones (3.43), (3.44), y (3.45) caracterizados por ser

invariantes bajo transformaciones gauge de SU(2) x U(1):

1 - > 1
Loyeak = _ZLWW - WHY — ZBW - B" +|D,®)* — V(®)

o o N (3.46)
+ 3 [yi DYy + Rii PR, — GV, R,®)] .
=1

Donde B,, el campo asociado a la simetria U(1), con su correspondiente intensidad de
campo B, dada por la Ec. (3.24). De manera similar, las derivadas covariantes estan
determinadas por las propiedades de transformacion establecidas en la Ec. (3.17):
T = ig’
D,® = (au — 95" W, — 7BM) b, (3.47)
donde Wu es el campo de gauge asociado a SU(2) con su correspondiente intensidad
de campo Wuu y las constantes g y ¢’ son acoplamientos correspondientes a los grupos

SU(2) y U(1) respectivamente [31]. El potencial de Higgs V' (®) més general compatible

con las propiedades de transformacion del campo es anélogo al descrito en la Ec. (3.33):

V(®) = 12 (0Td) + \(dTD)2 (3.48)
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El altimo término en la Ec. (3.46) es un término de acoplamiento de Yukawa entre el
campo escalar ® y los fermiones. Como era de esperarse, los bosones gauge W,,, B, y
los fermiones aparentemente no son masivos. Por lo tanto, el siguiente paso consiste en
trasladar el campo ® en funcién de un minimo para desencadenar la ruptura espontanea
de la simetria, este procedimiento hara aparecer los términos de masa [32]. se espera que
la masa de cada particula en el modelo sea proporcional a |u|. Como se demostro6 en la
Ec. (3.30) el minimo del potencial ocurre en un punto v? = —p?/\, en este caso podemos

elegir que la direccién de la ruptura sea a lo largo de la parte real del componente ¢°,

o — P+ % (S) : (3.49)

La masa fisica del Higgs surge debido a que tres de los cuatro campos reales del doblete
® fueron absorbidos por el mecanismo de Higgs para permitir que los tres bosones de
norma W+, W, Z% adquieran masa. Para obtener la masa del boson de Higgs, Mo,

1/2

que corresponde al coeficiente del término (|¢°¢°T|)Y/2, realizamos la traslacion (3.49) y

remplazamos en el potencial (3.48):

V(®) = p2(OTD) + \(PTd)?
) 1, 1
=1 (¢+EV> +A(¢+Ev
=A@ 4 ) FABO ),

)t (3.50)

Observando el coeficiente que acompana la parte cuadratica del potencial, el cual esta

asociado al termino de masa, se obtiene la expresion para Myo:
1207 + 30297 = —212¢% — My = /—2u2. (3.51)

Ademas, este mecanismo asigna un término de masa para los bosones vectoriales que

se deriva del termino del Lagrangiano que contiene la derivada covariante |D,®[?. Al
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sustituir explicitamente obtenemos:
T = g f T = g
(D, ®)'D,® = ((a —igg Wy — 7BM) cb) <<au —igg Wy — 7BM) cp)

)
)

4
2
(gO',WZ +¢'B, ( )

Remplazando explicitamente las matrices de Pauli:

(D,@)D,0 =~ ( Wi+ 9By g(W = iW5>> (0)
8

_|_

(3.52)

2

+ P
gW, +iW2) —gWi+¢B,) \1

B %2 <g(W; - iwg)) i L (3.53)

B —gW2 +4'B,

V]

14

= g W WH L WIWH) + (g'B, — gW)*] +
En particular, los bosones W cargados estan definidos como:

—— W, FiW;
I V2 )

por lo que al multiplicar estos campos obtendremos:

(3.54)

W — (Wﬁ - @'WE) (WW + z’WQN)
Ly =

V2 V2

3.55
1 1 1 2 2 ( )
= o (WM W)

Lo anterior implica que el primer termino de la Ec. (3.53) esta asociado a la masa de

los bosones W cargados [33], mw,

Vg>2 1 WA s vg ev
( 2) 27 VT2 T 2senby

(3.56)

Podemos estimar el valor numeérico de la masa del boson W a nivel-arbol (sin incluir

correcciones cuéanticas) usando los pardametros v y g en el esquema de renormalizacion
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M S [34] fijando el valor de @ = 173.1 GeV, donde Q es la escala de energia conocida
como escala de regularizacion, la cual sirve para dar a la expresion una dimension

correcta de masa [35], asi obtenemos:

v(Q) = 246.60109 GeV,
9(Q) = 0.64765961 GeV/, (3.57)
My = 79.85678 GeV.

Del mismo termino del Lagrangiano donde esté la derivada covariante | D, ®|? provienen

los acoplamientos entre el campo escalar neutro de Higgs (¢°) y los bosones gauge
(W, W=, 2%):

1 — /
Z(cbo +v)? [PWIW T + (¢° + g*) 2. 2"]
1
Z((¢0>2 +20% + ) PWIW 4 (3.58)

1 _

§Vg2¢OW;W P

En este trabajo, estamos interesados particularmente en las reglas de Feynman
derivadas del sector EW del Lagrangiano descrito previamente. En fisica teérica los
diagramas de Feynman son una representaciéon pictérica de las expresiones
matemaéaticas que describen el comportamiento y la interaccion de las particulas

subatomicas [36].

Estos diagramas llevan el nombre del fisico estadounidense Richard Feynman, quien
los introdujo en 1948. La interaccion de las particulas subatémicas puede ser compleja
y dificil de entender, los diagramas de Feynman dan una visualizaciéon simple de lo
que de otro modo serfa una formulacion abstracta [37]. A continuacion se presentan
algunas de las reglas de Feynman para la teoria electrodébil. Estas reglas provienen del
Lagrangiano descrito anteriormente y todas pueden ser consultadas en la referencia [38|.
Las que utilizaremos en este trabajo son el propagador del campo de Higgs que fue
construido en el capitulo 2 a partir de la Ec.(B.9) y los demés provienen del termino
que contiene la derivada covariante | D, ®|%. El propagador de boson W se obtiene de la
Ec. (3.56) y el acoplamiento del W con el Higgs proviene de la Ec. (3.58). A continuacion

presentamos las reglas de Feynman asociadas a cada termino:

43



W boson ~i(Gu — 372°)
Propagador del boséon W+ . 5 Miy 7. (3.59)
[ _VAVAVAVAVAVAVAVA' ) q> — My, + ie
Wy
Acoplamiento con el bosén ®’ .
1 . S igMy g, - (3.60)
de Higgs - a
W+,
Propagador del bosén de Higgs scalar 1
- ®———--mm- ) = e (8:61)
Higgs ¢° P2 — M2 +ic

Cuadro 3.2: Reglas de Feynman para los terminos asociados a la contribucién a la auto-
energia en donde se emite y reabsorbe un boséon de Higgs .

Utilizando las reglas de Feynman para la teoria electrodébil mencionadas

anteriormente podemos realizar la construccion de la amplitud que calcularemos en la

siguiente seccién haciendo uso del software Wolfram Mathematica. Si bien existe una

cantidad considerable de correcciones cuénticas a un-loop para la auto-energia del

bosén W, nosotros calcularemos la contribucién a la auto-energia en donde se emite y

reabsorbe un boséon de Higgs.
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4. La Masa del Bos6on W

4.1 Mediciéon experimental de la masa del boséon W

El bosén W esté relacionado con los procesos de decaimiento 3. En los experimentos
se han observado dos tipos de procesos. El primero, es la desintegracion § negativa (57)
la cual se produce en nicleos con exceso de neutrones. Un neutrén se transforma en
un protén que queda integrado en el niicleo, junto con un electréon y un anti-neutrino

electronico que son emitidos en forma de radiactividad [39],
n—pt+e +7,. (4.1)

El segundo proceso es menos habitual que el decaimiento (67) y fue descubierto por
Joliot y Curie en 1934. Este consiste en la emisiéon de positrones y recibe el nombre
de desintegracion (8 positiva (1), se produce en nucleos con exceso de protones los
cuales se transforman en neutrones y emiten un positréon y un neutrino electrénico, sin
embargo este decaimiento no se produce en protones libres, porque el protén no tiene

la suficiente energia en reposo [40],
pT = n+et + .. (4.2)

En 1933 Fermi estudi6 el decaimiento S~ como una interacciéon de cuatro particulas
fermionicas que ocurre en un solo punto, es decir, que no requiere una particula
mediadora. Debido a que la fuerza débil es la responsable de la desintegracion 8 y su
alcance es extremadamente corto (1071%m), el modelo de Fermi produce excelentes
resultados a bajas energias [39]. Sin embargo, se reconoci6 ampliamente que este
enfoque estaba destinado a fallar a altas energias ya que uno de los principales
problemas de la teoria de Fermi radica en el hecho de que la seccion eficaz & para la
dispersion neutrino-lepton (Ec. (4.3)) aumenta con el cuadrado de la energia del
centro de masa como se ve en la definicion: (s = E?, ) [41],

T +e = e +v)~ (0" g9 + g% s (4.3)

2
_F
3T
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Como la Ec. (4.3) implica probabilidades de ocurrencia de la emision 8 que divergen a
altas energfas, la teoria de Fermi tendria que ser remplazada por una teoria en la que
la interaccion estuviera mediada por el intercambio de alguna particula. El mediador
llegd a ser conocido con el nombre de boson vectorial intermedio [42]. El desafio para
los teodricos era predecir las propiedades del boséon vectorial intermedio, y el de los

experimentadores, producir uno en el laboratorio.

Durante muchos anos, las predicciones de la masa del bosén mediador fueron
conjeturas provenientes en gran parte del fracaso de los experimentos a energias
progresivamente més altas para detectar la particula. Para 1962 se sabia que la masa
tenfa que ser al menos la mitad de la masa del proton, M, = 938,272MeV . Diez anos
més tarde, el limite inferior experimental habfa aumentado a 2.5 x M,.
Posteriormente, Abdus Salam dedujo que la masa del bosén mediador tendria que ser
de entre 50 y 137 masas protonicas [43]. No fue hasta la aparicion de la teoria
electrodébil de Glashow, Weinberg y Salam (GWS) que fue posible una prediccion
realmente firme de la masa del bosén mediador, conocido desde entonces como el
boson W, My, = 82 £ 2 GeV [15].

A finales de la década de los setenta, el CERN comenz6 la construccion de un
colisionador protén-antiprotén disenado especificamente para producir particulas
pesadas. En enero de 1983 el grupo de Carlo Rubbia informé del descubrimiento del
W con una masa de 81 + 5 GeV. Estos experimentos representaron un triunfo técnico
extraordinario y fueron de fundamental importancia para confirmar un aspecto crucial
del Modelo Estandar, con el que la comunidad fisica estaba en ese momento
fuertemente comprometida y por el cual se habia otorgado el Premio Nobel de fisica
en 1979 a los autores del modelo GWS por sus contribuciones a la teoria de la

interaccion electromagnética y débil unificada entre particulas elementales [42].

En 2018, la European Physical Journal public6é una medida de My con gran
precision realizada por el detector ATLAS en el gran colisionador de hadrones (LHC)
del CERN, con un valor de 80370 + 19 MeV, el cual es compatible con las
predicciones del SM. Esta medida fue obtenido a partir de una muestra de alrededor
de 14 millones de bosones W registrados por ATLAS durante 2011, cuando el LHC
funcionaba a una energia de 7 TeV y 4.6 fb~! de luminosidad integrada. Esta medida

coincide con las anteriores obtenidas en el Large Electron-Positron collider (LEP),
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DELPHI 80336 + 67 ——
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Figura 4.1: Comparacién de la medicion de CDF II para My, con las mediciones
anteriores realizadas por otros laboratorios y con la prediccion del SM. Este ultimo
incluye las estimaciones de la incertidumbre teorica (8 MeV') [45].

antecesor del LHC en el CERN, y Tevatron, acelerador de particulas de Fermilab [44].
El 7 de abril del 2022, el equipo cientifico CDF-II (Detector del Colisionador de
Fermilab) publico sus resultados sobre la masa del boson W haciendo uso de los datos
recopilados de colisiones proton-antiprotén a una energia de centro de masa de
1,96 TeV y 8,8 fb~! de luminosidad integrada, utilizando una muestra aproximada
de 4 millones de bosones W, obteniendo una masa My, = 80433.5 + 9.4 MeV, cuya
precision supera la de todas las medidas anteriores combinadas. Desde el punto de
vista experimental, la masa del W se obtiene mediante el proceso Drell-Yan
(pp~ — W — 1+ 1), especificamente de la cinematica del decaimiento del boson W
(W — 1+ vy) [46]. El aumento en la precision se debe a una reduccion de las
incertidumbres sistematicas, ademas de otras mejoras como el uso de datos obtenidos
de rayos cosmicos y de técnicas novedosas para recolectar informacion del colisionador
que permitieron mejorar la uniformidad de la respuesta del calorimetro, la precision y
robustez de la respuesta del detector. Los detalles experimentales se encuentran en la
referencia [45]. Como se puede observar en la figura (4.1), este resultado experimental
se aleja alrededor de 70 MeV, equivalentes a 7o, de la prediccion tedrica del Modelo
Estandar, poniendo a prueba la validez de dicho modelo, por lo que resulta necesario

realizar célculos precisos con los cuales comparar los resultados del experimento.

Finalmente, cabe resaltar que recientemente, el laboratorio ATLAS ha mostrado un
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Figura 4.2: Comparacion del valor medido de la masa del boson W por ATLAS en 2023
con otros resultados publicados recientemente, como el del grupo CDF-II. La banda
vertical gris muestra la prediccion del Modelo Estdndar, mientras que las bandas y
lineas horizontales muestran las incertidumbres estadisticas totales de los diferentes
resultados mostrados [47].

nuevo resultado preliminar que mejora el analisis de su medicion inicial de la masa del
boson W realizada en 2017. Como se muestra en la figura (4.2), se encontr6 un valor de
My, = 80360 MeV con una incertidumbre experimental de 16 MeV. El valor medido
es més bajo que el resultado anterior de ATLAS en 10 MeV y esta de acuerdo con las
predicciones del Modelo Estandar [47], lo cual podria indicar que existen algin tipo
de error estadistico en la mediciéon publicada por CDF-II. Sin embargo, se debe tomar

en cuenta que la incertidumbre experimental en ATLAS es mayor a la encontrada por

CDF-II.

4.2 Calculo teodrico de la masa del bosé6n W

Los calculos de las correcciones radiativas electrodébiles a la masa del W al orden
de un-loop se realizaron de forma completa en la década de los noventa y fueron
publicados en las referencias [48] y [49]. Los diagramas de Feynman para dichas
correcciones pueden verse en la figura (4.3). Estos diagramas corrigen el polo complejo
del propagador del boson W. En la teoria de campos cuéanticos, la masa de una
particula inestable suele definirse como la parte real del polo corregido. La posicién
del polo es una cantidad fisica, tiene un significado independiente de cualquier marco
tedrico y tampoco depende del proceso de dispersion concreto. Especificamente, en la

teoria perturbativa, el propagador del bosén W incluyendo correcciones cuénticas en
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Figura 4.3: Diagramas de Feynman para la auto-energia de la masa del boson W en el
SM generados por el paquete Feynarts de Mathematica.

el gauge de Feynman, toma la forma de la Ec. (4.4):

—zg "
D(¢?) = I , 4.4
(@) ¢* = M, +il'w My, — 11(¢?) (44)

donde My, es la masa a nivel arbol del boson vectorial, I'y es el ancho de decaimiento
del boson W y TI(¢?) es el factor de forma de la auto-energia del W proporcional a
—ig,,. Estas auto-energias son las funciones de Green de dos puntos, representadas
con diagramas conectados con dos lineas externas, que se muestra en la figura (4.3). Su
calculo es necesario para obtener las correcciones cuanticas a las masas de las particulas
y, por lo tanto, modifican el valor de la masa fisica correspondiente a la parte real del
polo del propagador [50]|. Para visualizar esto, es conveniente expandir en series la
parte real de II(¢?) alrededor del punto ¢*> = M?,. Esta expansion se puede representar
esquematicamente mediante diagramas de Feynman como se observa en el cuadro (4.1),
donde cada circulo representa una correccion cuantica 1PI (One-Particle-Irreducible)
que permite inicamente diagramas conectados, es decir que no se pueden dividir en dos
sub-diagramas cortando una linea interna [12]|. Ignorando la parte imaginaria del polo,

la expansion para la auto-energia del boson W sera la Ec. (4.5):
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Correccion 1PI Q (¢?).
AVAVAV:

] 9uv
Propagador libre qQ_;/[aV -

Cuadro 4.1: Representacion por medio de diagramas de Feynman de la expansion en
serie geométrica. cada circulo vacio representa una correccion cuantica (1PI) o diagrama
irreducible de una particula.

D) = " ( 1I(¢*) )+ —igpu ( 1(¢*) )2+_”

=My, = My, \ - My, ) ¢ — My, \¢* — My,
i/ = (4.5)
2 2 ’
C]2 - MWO 11— 21'[(]({4‘%/0
_iguu

Para llegar a este resultado se uso en la segunda linea la definicion de serie

geométrica:

= 1
D s = .S || <1 (4.6)
o 1—s

Por otra parte, definimos el parametro de masa renormalizada (Mg) y el factor de

renormalizacion (V') como:

Mj, = My, — Re[ll(Mg)],

(4.7)
V™l =1+ Re[ll'(M3)],

donde (IT") es la primera derivada de los terminos de la correccion 1PL, el parametro
Mp es la masa del boséon W en el esquema de renormalizacion on-shell y My, es la
masa sin renormalizar (masa desnuda), es decir, su masa en el limite cuando la energia

de un proceso de dispersion tiende a infinito [51]. Por su parte, el factor de forma de la
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auto-energia del W puede escribirse como la suma de una parte real y otra imaginaria:
[(¢*) = Re[ll(¢*)] + iIm[II(¢*)]. (4.8)

Expandiento la parte real en torno al punto ¢? = M3:
Re[[1(¢?)] = Re[lI(M3)] + Re[IL(M3)](¢* — M3) + - -- (49)

y remplazando en el propagador obtenemos:

1
T~ M, — Re[ll(¢)] — ilm[II(¢?)]
1
T — M3, — Re[ll(MR)] — Re[lV(MY)](¢ — M) + - - — ilm[I(¢?)]

D(q%)

(4.10)

Despreciando los términos de orden superior de la expansion y usando la Ec. (4.7) es

posible escribir el propagador de la siguiente forma:

1
(1 + Re[l'(ME)])(¢* — M) — ilm[l1(¢?)]
V
T — Mj+iVIm[i(@)]

D(q*) =

(4.11)

La parte imaginaria de I1(¢?) est4 relacionada con el ancho de decaimiento, cuando se

evaliia en ¢ = M2 se tiene
VIm [II(M})] = Mgl (4.12)

La diferencia entre My y My, es significativa si su efecto en la seccion eficaz en colisiones
proton-proton (pp) esta dentro de la precision del célculo [50]. Para particulas estables
I'yy = 0, sin embargo, para particulas inestables 'y, # 0 y la posicion del polo, qg, es
compleja. La masa fisica del bosén W denotada como My, que corresponde al valor

medido experimentalmente, se define en términos del polo como [34]:
q@ = Mg, — ily My, (4.13)

El célculo teérico de la masa fisica se ha realizado hasta el orden de dos-loops de

forma completa en el Modelo Estandar usando el esquema de renormalizaciéon M S
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masas polo de particulas pesadas My, My, Mz, M,
masas de quarks ligeros My, M., M, My, M,
masas polo de leptones: M., M,, M.,
Acoplamiento de 5 quarks en QCD ozgS)(M 7)
Constante de Fermi Gp =1.1663787--- x 107°GeV 2
Constante de estructura fina ap = 1/137.035999139 - - -

Cuadro 4.2: Observables fisicos en el esquema on-shell calculados por el codigo SMDR [34].

puro. A. Sirlin derivo las formulas para My, y Mz en el modelo electrodébil a un-loop
haciendo énfasis en el papel que juegan las masas de los fermiones y calculando las
correcciones cuénticas al tiempo de vida medio del muén [52]. M. Consoli y sus
colaboradores, por su parte, estudiaron el efecto del quark top sobre las masas de los
bosones vectoriales y el posible desacoplamiento de los fermiones pesados en el limite
de bajas energias [53|. Ademaés, se han realizado correcciones a dos-loops en QCD de
las componentes longitudinal y transversal de las auto-energias de los bosones gauge
electrodébiles para un momento externo arbitrario y para diferentes masas de los
quarks [54]. Recientemente se han llevado a cabo célculos que incluyen algunos efectos
mejorados en la QCD al orden de tres- y cuatro-loops. Sin embargo, los célculos
existentes se han hecho utilizando expansiones en relaciones de masa cuadraticas
pequenas, como en el caso de la referencia [55|. El trabajo mas actual realizado por
Martin [34] proporciona un célculo que no emplea expansiones y utiliza el esquema
MS, lo que significa que el conjunto completo de parametros de entrada consta solo

de las cantidades del Modelo Estandar renormalizadas en este esquema.

Martin logra reunir los resultados obtenidos en los tdltimos anos y los implementa en
el codigo llamado SMDR (Standard Model in Dimensional Regularization). Esta libreria
estd escrita en el lenguaje C con funciones que se pueden llamar desde cualquier
programa realizado por el usuario, y permite obtener todos los parametros del SM
como funcién de la escala de renormalizacion @ en el esquema MS [56]. El codigo
SMDR también proporciona los célculos de los observables fisicos en el esquema
on-shell',; como se observan en el Cuadro (4.2). La masa del boson W es una
prediccion del Modelo Estandar y por lo tanto se obtiene en el codigo SMDR a partir de

los parametros calculados en el esquema MJS. El codigo SMDR también calcula el

'En TCC las particulas que viajan dentro del cono de luz, es decir que satisfagan las combinaciones
de energia £ y momento p en la ecuacion E? — [p]?> = m? permitido por la relatividad especial se
llaman on-shell, y las que no son llamadas off-shell.
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angulo de mezcla débil segin lo define la Review of Particle Properties (RPP) [57] del
Particle Data Group.

En este trabajo realizamos explicitamente el calculo a un-loop, en el sector
electrodébil, de la correcciéon cuantica a la masa del W mediada por un bosén de
Higgs. Estos resultados se incluyen en los datos proporcionados por el software SMDR
para posteriormente estudiar la dependencia de My, como funciéon de la escala de

renormalizacion Q).

4.2.1 Implementacién en Wolfram Mathematica

El calculo a un-loop de la masa del boson W se puede realizar utilizando
Mathematica con ayuda de los paquetes Feynarts y Feyncalc, los cuales permiten
construir y evaluar respectivamente amplitudes de Feynman. El cédigo elaborado

tiene las siguientes especificaciones:

» Utilizando el comando PrependTo, el cual agrega el directorio donde se
encuentra FeynCalc a la lista de directorios donde estdn los programas
ejecutables, indicamos el camino para llamar los paquetes FeynCalc vy
Feynarts. Debido a que el paquete Feynarts unicamente produce las
amplitudes a nivel integral pero no realiza ninguna operaciéon sobre dichas
amplitudes es necesario exportarlas a FeynCalc por lo que debemos utilizar los
comandos $LoadFeynArts=True; y Get["FeynCalc.m"] encargados de cargar

Feynarts y que ejecutar FeynCalc respectivamente.

PrependTo [$Path,ToFileName [{"Path","to","FeynCalc"}]];
$LoadFeynArts=True;
Get ["FeynCalc.m"]

» Creamos la Topologia para el diagrama de la auto-energia del boséon W (TopW)
utilizando la funcién CreateTopologies, cuyos argumentos permiten definir: el
orden del loop, el nimero de lineas externas (entrante — saliente), los vertices
excluidos usando la opcién ExcludeTopologies — Internal en la funcién
CreateTopologies, el nimero de lineas conectadas a los vértices, etc. Ademas,
es posible dibujar e imprimir en pantalla la topologia con el comando Paint el

cual toma como argumentos la topologia creada (TopW) y permite numerar cada
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uno de los campos con el argumento FieldNumbers, como se ve en la

figura (4.4).

TopW = CreateTopologies [1, 1 — 1,
ExcludeTopologies — {Internal}l,
Adjacencies — 3]

Paint [TopW, ColumnsXRows — 1, FieldNumbers — True]

1 - 1
4
~O*
1
3
T1

Figura 4.4: Topologia de la auto-energia del boson W.

= En la nueva linea de cédigo escribimos la funciéon excludefields de FeynArts
que excluye una lista de particulas definidas mediante la siguiente nomenclatura:
F representa campos fermionicos, S escalares, V vectoriales y U fantasmas de
Feynman; los cuales a su vez, tienen un ntmero de clase que indica el tipo de
particula que simbolizan, por ejemplo F[1] neutrinos, F[2] leptones masivos,
F[3] y F[4] quarks, mientras que las antiparticulas se establecen con un signo
menos atras. Nosotros excluiremos todos los campos a excepciéon del boséon

vectorial W representado con V[3] y el boséon de Higgs S[1].

No obstante, si no incluimos la funcion excludefields generariamos la totalidad
de los diagramas de Feynman de las correcciones a un loop para la auto-energia del
bosén W en donde las particulas intermedias pueden ser cualquiera de los leptones
cargados con su respectivo neutrino, o diferentes combinaciones de quarks. Todas
estas posibles combinaciones de particulas pueden ser generadas por Feynarts y

se observan en los diagramas de la figura (4.3)

excludefields = {F[1, _1, F[2, _], F[3, _1, F[4, _I,
S[2], s[3],
V[1l, v[2], Vv[5],
Ul1 1213141513
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= Ahora vamos a insertar los campos en cada una de las linea de la topologia creada
previamente, para lo cual creamos una variable llamada FDW (Feynman Daigram
W) y utilizamos InsertFields cuyos argumentos permiten definir la topologia,
campo entrante y saliente (W-W, V[3] — V[3]), el modelo para nuestro caso
es el Modelo Estandar, InsertionLevel — {Particles} indica que el resultado
contendra inserciones solo a nivel de particulas, ExcludeParticles excluye la lista
de particulas que definimos con anterioridad con excludefields y posteriormente
usando de nuevo Paint podemos dibujar el diagrama con los campos insertados

como se ve en la figura (4.5).

FDW=InsertFields[TopW, V[3] — V[3],
Model — "SM",
InsertionLevel — {Particles},
ExcludeParticles — excludefields]
Paint [FDW, ColumnsXRows — 1]

w - w

T1P1N1

Figura 4.5: Diagrama de Feynman para la auto-energia del boson W en donde se emite
y se reabsorbe un bosén de Higgs.

» Para generar la amplitud en Feynarts, a la cual llamaremos AmpFAW, empleamos
la funcion CreateFeynAmp encargada de tomar como argumento la topologia FWD
y aplicar las reglas de Feynman de las ecuaciones (3.54) y (3.55) al diagrama
de la figura (4.5) generando la amplitud a nivel integral en 4 dimensiones, como
estamos interesados en la correccion cuantica usamos el argumento Truncated

— True que elimina las lineas externas y nos deja tiinicamente con el loop.

AmpFAW = CreateFeynAmp [FDW, Truncated — True]

= Sin embargo, el calculo de la amplitud se debe realizar con FeynCalc, por ende,
pasamos del lenguaje de FeynArts a FeynCalc mediante la funcién

FCFAConvert donde escribimos la dimensién de los cuadri-momentos con
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ChangeDimension, la cual, debe especificarse en D-dimensiones para regularizar
dimensionalmente las integrales divergentes de Feynman que aparecen en
amplitud, el momento de loop (k) con LoopMomenta y los momentos de loop
entrante 'y saliente (p) con IncomingMomenta y OutgoingMomenta.
AmpFCW=FCFAConvert [AmpFAW,

ChangeDimension — D,
IncomingMomenta — {p},
OutgoingMomenta — {p},
LoopMomenta — {k}]

Como el resultado final sera una amplitud que contiene tensores métricos usamos
el comando Contract para contraer los indices repetidos. Ademéas con Changes

realizamos algunos cambios a los nombres de las variables que FeynCalc trae por

defecto, FCGV[b_| — b, : Lor 1 — p, Lor 2 — v.

Contract [AmpFCW]
Changes = {FCGV[b_]:>b, Lorl— b \[Mul, Lor2— b \[Nul}
AmpFCW = AmpFCW /. Changes

Lo cual nos da como resultado la siguiente amplitud sin integrar, en donde EL es
la carga del electron, My, es la masa del boson W, My es la masa del boséon de

Higgs v ST es el seno del angulo de Weinberg o angulo de mezcla débil.

iEL2M3Z, g }

AmpFCW=—{ 1671 SW2(k2—M%).((k—p)2—M3,)

Finalmente la variable res guardara el resultado mediante la funciéon Oneloop

que calcula la amplitud del diagrama de Feynman a un loop. Oneloop tiene

como primer argumento a k que denota la variable de integracion, es decir, el

momento del loop. El segundo argumento es la amplitud (AmpFCW) y el

argumento Dimension — D indica que la dimension inicial es D que luego se

reduce en el resultado a 4 dimensiones mediante D — 4.
res=0neLoop [k, AmpFCW[[1]],

Dimension — D,

FeynCalcExternal — True] /. D — 4 // Simplify

Asi obtenemos la estructura abreviada del calculo en términos de la funcion de
Passarino-Veltman By [58]
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e My g Bo(p?, My, Miy)

AMy = — 4.14
W 16725in20y, ( )
Para masas internas arbitrarias, la funcién By tiene la siguiente forma [59]:
1 mim m? —m3 m?
2, _ 17702 1 2 1
Bo(p ,ml,mg) —g_—ll'l< lu2 ) —R+2—len (m_%+2) 5 (415)
donde
! 1
—=——~v—1nm,
E (4.16)
7 =0.577216 (constante de Euler-Mascheroni),
y R esta a su vez definida en términos de la funcion de Kallén A
R _%lan—z'eJrMa,qLMﬁf—A’
p 2Mw My (4.17)

A?* = \(—p?, M3, M%) (funcién de Kdllén).

La funcién triangular o funciéon de Killén llamada asi en honor al fisico tedrico
Gunnar Kaillén, es una funcién polinomial en tres variables utilizada en geometria y
en fisica de particulas. En este dltimo campo fue introducida en el libro Elementary

Particle Physics [60] denotada por simbolo A:
Mz, y, 2) = 22 + 92 + 22 — 2(wy + yz + 22). (4.18)

Ahora remplazamos (4.15) en la ecuacion (4.14):

2 M2,g™ 1 My My M2~ M2 (M2
AMy = ——S2W9 12 Ry T W (2 o)
W T 16n2sin20m Lf n( Q2 ) T e T
(4.19)

La Ec. (4.19) se puede graficar en funcién de la escala de renormalizacion como se

observa en la figura (4.6). Si dejamos fijo el valor de Q en 170 GeV podemos observar
que aporta una correccidén cuédntica con un valor de AMy, = 0.095447 GeV lo cual
equivale aproximadamente al 0.1 % del valor de la masa del W a nivel arbol. El codigo
realizado para obtener los resultados anteriores se encuentra en el link https://github.

com/fisicateoricaUDP.
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Figura 4.6: Correcciéon cuéntica a la masa del bosén W mediada por un bosén de Higgs
en funciéon de la escala de renormalizacion.

Por otra parte, en SMDR los valores de entrada de Q y los parametros M.S como v,
A, g vy g se especifican mediante las siguiente variables globales SMDR_Q_in,
SMDR_v_in, SMDR_lambda_in, SMDR_g’_in, etc., las cuales podemos configurar o
ajustar en cualquier momento, pero generalmente permanecen fijas a medida que se
realizan multiples tareas diferentes, con variables globales temporales correspondientes
SMDR_Q, SMDR_v, SMDR_lambda, etc. Para la evaluacion de las masas fisicas de las
cuatro particulas pesadas se utilizan las funciones SMDR_Eval_Mt (), SMDR_Eval_Mh(),
SMDR_Eval_MZ() y SMDR_Eval_MW(). En este trabajo estamos utilizando las funciones
que evaltian las masa del boson W definida a partir de la Ec. (4.13) y la masa del
quark top. Las funciones de los bosones W y 7 también evalian las masas
Breit-Wigner, que son las formas tradicionales de evaluar esas masas. En cada caso, se
puede especificar la escala de renormalizacion Q en la que se realiza el calculo [34].
También se dan las masas en la convencion PDG, como suelen citarla los

experimentadores, que estian relacionadas con las masas fisicas por:

1—206)
FQ( ) (4.20)
donde ¢ = W2 .

Posteriormente los datos generados son graficados utilizando el paquete Pylab de
Python. Ademas, comparamos los valores experimentales més recientes publicados en

Science [45] de las mediciones realizadas por el CDF II y los resultados obtenidos de
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los experimentos LHC, LEP-2 y Tevatron publicados en el Particle data group [57| en
donde se establece que la incertidumbre sistematica comun entre los resultados del
LHC y Tevatrone es 7TMeV dando como resultado una masa promedio estimada de
80,377 £+ 0,013GeV. Combinando este resultado con el valor LEP-2 el Particle Data
Group obtuvo la masa W promedio de 80,377 £ 0,012 GeV'.

Las graficas producidas por el software SMDR para este trabajo muestran la masa
fisica del bosén W con correcciones radiativas en funciéon de la escala de
renormalizaciéon (Q en un rango de valores entre 50 y 300 GeV. Tomamos como valor
de referencia a () = 170 GeV ya que se encuentra dentro del a escala electro-débil y
obtuvimos un valor de My, a nivel arbol de 79.87294 (GeV, mientras que con
correcciones a 1-loop la masa fisica y la masa PDG fueron My, = 80.37194 GeV y
MEPY = 80.39036 GeV respectivamente. Para el caso de 1-loop completo més 2-loop
en QCD los wvalores arrojados por SMDR son My = 80.36496 GeV 'y
MEPS = 80.38425 GeV. Finalmente la masa fisica del bosén W con correcciones
radiativas completas a 2-loops mas 3-loops en QCD arroja como resultados
My = 80.33232 GeV y MEPY = 80.35269 GeV. También mostramos el valor central

80.4500 A
80.4333
80.4167 4
80.4000 4
S’ 80.3833 A

)
o
w
=
o
S

80.3500 4
80.3333 1
80.3167
80.3000 4
= 80.2833 9
80.2667 4
80.2500 4

My/(Breit — Wigner)[Ge

—— MEF® 1-loop
M{PE 1-loop
Experimento CDF Il
—— LHC,LEP-2 y Tevatron

T T T T
50 100 150 200 250 300
Escala de renormalizacion Q[GeV]

Figura 4.7: Masa fisica del bosén W con las correcciones radiativas completas a un-
loop como funcién de la escala de renormalizacion Q. Mostramos el valor experimental
dado por CDF II en 2022 [45] y por la combinacion de los resultados obtenidos de los
experimentos LHC, LEP-2 y Tevatron publicados por Particle Data Group [57].

experimental dado por CDF II en 2022 y por la combinaciéon de los resultados
obtenidos de los experimentos LHC, LEP-2 y Tevatron publicados por Particle Data
Group en 2023. En la figura (4.7) se muestran las correcciones a un-loop tanto para la

masa polo como para la masa PDG, es posible observar que existe coincidencia entre

29



80.4500 80.4500

80.4333 4 80.4333 1

80.4167 80.4167 1

80.4000 4 80.4000 4
I I
) 80.3833 + &) 80.3833
§ E0.3567 hmmmsmmssssssssssssssssssssssssssssssss—————— G B0.3667 hemmmmmssmcscssssscssscccssssssssssssssssssaa-
S <
2 2
= 80.3500 4 = 80.3500 4
[ |
= ] o |
§ 80.3333 -E 80.3333
< 803167 | 2 803167 1
= 5030001 — MEP° completo a 2-loop = 403000 — MB™ completo a 2-loop + 3-loop QCD

80.2833 4 MiPE completo a 2-loop 80.2833 1 MiPC completo a 2-loop + 3-loop QCD

80.2667 1 Experimento CDF I 80.2667 | Experimento CDF II

. —— LHC,LEP-2 y Tevatron . —— LHC,LEP-2 y Tevatron
80.2500 T T T T 80.2500 T T T T
50 100 150 200 250 300 50 100 150 200 250 300
Escala de renormalizacion Q[GeV] Escala de renarmalizacién Q[GeV]

(a) Correcciones radiativas a 2-loops (b) Correcciones radiativas a  2-loops
completas como funcién de Q. completas més 3-loops en QCD como
funcién de Q.

Figura 4.8: Masa fisica del W incluyendo correcciones cuanticas a distintos ordenes
perturbativos.

las predicciones tedricas y los resultados experimentales combinados de LHC,LEP-2 y
Tevatron para correcciones al orden de un-loop cuando la escala de renormalizacion
(Q) se encuentra entre 100 y 200 GeV aproximadamente, sin embargo no existe
coincidencia fuera de este rango de energias. Note que la predicciéon a un-loop depende
significativamente de la escala de renormalizaciéon haciendo que la incertidumbre
tedrica sea mayor que la incertidumbre experimental y por lo tanto, el acuerdo
mostrado en la figura (4.7) no es confiable. En el caso de los resultados obtenidos por
CDF-II el valor central de las masa del W se aleja en 33 MeV del valor maximo
obtenido en la prediccion teodrica a un-loop. Si se incluyen todas las contribuciones a
un-loop mostradas en la figura (4.3), la correccion a un-loop toma un valor de
0.498 GeV, equivalente a un 0.62 % respecto del valor de la masa a nivel-arbol.

Por otra parte, como se observa en la figura (4.8), incluyendo ademés correcciones a
2-loops el valor se reduce a 0.492 GeV 0 0.61 % del valor a nivel arbol. Adicionalmente
incluyendo las correcciones a 3-loops que probienen de la QCD el valor puede
reducirse ain mas de manera que AMy, = 0.459 GeV, equivalente a un 0.57 % del
valor clasico. Es de interés notar que aunque la dependencia de My, de la escala de
renormalizacion es considerable cuando la correcciéon es a un-loop, esta disminuye
significativamente en la medida que aumenta el orden perturbativo de las
correcciones, como se observa en las graficas (4.8a) y (4.8b). Este comportamiento se

espera debido a que los observables fisicos como la masa del W no deben depender de
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Figura 4.9: Masa fisica del boson W con correcciones radiativas a 2-loops completas +
3-loops en QCD como funcién de la masa del quark top calculada mediante el software
SMDR. El valor publicado por el Particles Data Group para la masa del top es M; =
172.89 + 0.30 GeV [57].

escalas no fisicas como Q, por lo que si truncaramos la serie en 3-loops la dependencia
en la escala, aunque se vuelve muy pequena, se mantiene.

Los datos graficados en la figura (4.9) fueron obtenidos utilizando los ejecutables
fig MW_vs_Q y fig_Mt_vs_Q los cuales generan la masas fisicas del boson W y del
quark top como funciéon de la escala de renormalizacion . Para la masa del boson W
las correcciones radiativas son del orden de 2-loops completos mas 3-loops en QCD, la
masa del quark top se calculé al orden de 3 y 4 loops respectivamente, es decir cada
una de estas masas es calculada de manera independiente y posteriormente los datos
de la masa del W se graficaron en funciéon de la masa del top, esta curva es de interés
porque se sabe que existe una dependencia entre la masa del boson W y las medidas
de las masa del quark top ya que en casi todos los casos, el quark top se descompone
en un bosé6n W més un quark bottom. Pero también es posible que las colisiones en el
LHC produzcan un quark top junto con un bosén W, mediante proceso denominado
canal t-W [45]. Ademaés el quark top es uno de los pardametros del SM que posee
mayor incertidumbre experimental, la curva muestra la existencia de una
proporcionalidad entre las masas de estos dos observables aunque para el valor
aceptado de la masa del top M; = 172.89 4+ 0.30 GeV el valor de My, esta por debajo
de los valores publicados tanto por CDF II como por LHC, LEP-2 y Thevatron. Por
otra parte, el conjunto completo de datos publicado por la colaboracion CDF en abril
de 2022 tiene una incertidumbre muy reducida con un valor de 80433,5 4+ 9,4 MeV.
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Este nuevo resultado de CDF reemplaza a los resultados anteriores y es de mayor
precision que el resultado del LHC. Sin embargo, las dos determinaciones difieren
significativamente, tanto los célculos realizados mediante el uso del Software SMDR
como los resultados de los otros experimentos realizados en LEP-2 y Tevatron, lo cual
ha sido interpretado como una senal de la existencia de nueva fisica mas alla del SM.
De hecho, otros experimentos han demostrado recientemente que las mediciones de
alta precision de los observables en el sector EW del Modelo Estandar estan
alejandose de las expectativas teodricas, en el 2022, la colaboraciéon Fermilab MUON
g-2 publico sus resultados sobre el momento magnético anémalo del muén, mostrando
una discrepancia entre el valor experimental y las predicciones de SM
correspondientes a un 4.2¢0 de diferencia [4]. Por lo anterior, es necesario continuar
realizando calculos tedricos de mayor precision que nos permitan comparar los

resultados experimentales y teoéricos.
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5. Conclusiones

Se estudi6 la QFT para realizar la descripcion del mundo subatémico y, conceptos
fisicos para la construccion del Modelo Estandar de la fisica de particulas con la
finalidad de estudiar las correcciones cuanticas a la masa del boséon W al orden de
un-loop, también conocidas como auto-energias del boson W . Primero, el calculo se
realiz6 empleando la herramienta computacional Wolfram Mathematica que integra
los programas FeynArts y FeynCalc. Las reglas de Feynman necesarias para el calculo
se derivaron del Lagrangiano de interaccion de la teorfa EW. Asi, logramos el objetivo
principal, obtener una expresion analitica para el propagador del boséon W mediado
por un bosoén de Higgs, la cual permitié realizar una estimacion numérica del valor de
la correccion cuéntica a la masa de dicho bosén en el modelo electrodébil. En
particular se observo que la correcciéon tiene una dependencia logaritmica en la escala
de renormalizaciéon haciendo variar su valor numérico entre —0.15 y 0.20 GeV
alrededor de la escala EW. Los resultados obtenidos mediante el célculo simbolico
fueron comparados con los resultados experimentales de los laboratorios CDF II y
ATLAS, junto con los resultados tedricos producidos por el software SMDR. Se
estudi6 la dependencia en la escala de renormalizacion (Q) y también en la masa del
quark top de los diferentes ordenes perturbativos, incluyendo correcciones hasta el
orden de 3-loops. Los resultados obtenidos muestran la existencia de discrepancias
significativas entre los valores experimentales mas recientes y las predicciones
obtenidas computacionalmente. Al orden de un-loop, la correcciéon aportada por el
calculo del diagrama mediado por un bosén de Higgs, asi como la correccion a un-loop
completa, no es suficiente para acercarnos al resultado experimental, pues la
dependencia en la escala de renormalizacion, y por lo tanto la incertidumbre teédrica,
es grande haciendo que la prediccion no sea confiable. Como consecuencia, es
necesario realizar calculos a mayores ordenes perturbativos que permitan reducir la
dependencia en la escala para tener incertidumbres comparables con la precision de
los experimentos en los aceleradores de particulas. Sin embargo, la correccién hasta el
orden perturbativo mas preciso que existe actualmente, tres-loops, modifica el valor
clasico de la masa del W en alrededor de un 1%, haciendo imposible llegar al valor
experimental obtenido en CDF-II incliyendo unicamente las correcciones dentro del

SM. Finalmente, es posible que los resultados publicados por CDF II en 2022, los
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cuales en principio parecian indicar la existencia de fisica mas alla de Modelo
Estandar, sean consecuencia de un error estadistico y deban tratarse con mas cautela
debido a que los demés resultados experimentales, ademéas del resultado mas reciente

publicado por ATLAS en 2023, estan en gran acuerdo con las predicciones tedricas del
SM.
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Apéndice A

Notacién y convenciones

A.l Unidades

Como es comun para los célculos asociados a la teoria cuantica de campos en este
trabajo se utilizaran las unidades naturales es decir que la constante de Planck reducida

(h) y la velocidad de la luz (¢) toman como valor la unidad.
h=c=1 (A.1)

En consecuencia, el analisis dimensional para la longitud (L), el tiempo (T), la energia
(E) y la masa (M) es:
L] =[T] = [E]"" = [M]7", (A.2)

por lo tanto la masa de una particula (m) serd igual a su energfa en reposo (mc?).

Ademas, resultan utiles las siguientes relaciones de conversion|61]:

leV =1.602 x 107 J

1kg = 5.61 x 10 GeV

1m =5.07 x 10" GeV*
1s=152x10*GeV !

me = 0.511 MeV

m, = 938.3 MeV
1fm=507GeV™", fm= Fermi
1 barn = 100 fm?.
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A.2  Relatividad y Tensores

Se utilizara la siguiente convenciéon para el tensor métrico o métrica de Minkowski:

1 0 0 0
0O -1 0 0

guu = 9w = 0 _1 (A4)
O 0 0 -1

Donde los indices griegos (u,v) corren desde 0 hasta 3, o se escriben (t, x, vy, z)
mostrando una componente temporal y tres componentes espaciales. Mientras que los
indices latinos i, j y k varfan de 1 hasta 3 e indican tnicamente las tres coordenadas
espaciales. También se utiliza el convenio de suma de Einstein que establece que
indices repetidos se suman sobre todos los valores posibles del mismo. Los
cuadri-vectores son etiquetados con letras cursivas y los vectores en tres dimensiones
tiene la notacion clasica con una flecha encima. Por ejemplo, para el cudrivector
posicién se tiene:

o= (2°7), z,=gu.r" = (" -7). (A.5)

Debido a la métrica que se estd utilizando es claro que la componente temporal

0

covariante y contravariante de z* son iguales (z° = g = t).Asi, el producto escalar en

el espacio de Minkowski se define de la siguiente forma:

Py -2 = guptt’ = poxo —p- 2 (A.6)

Luego, el cuadri-momento al cuadrado para una particula masiva sera:

> =p"p,
= (p")? — |p? (A7)
— E? — |2 = m2.

Por otra parte, el operador derivada esta definido como:

0

~ Oan

=«£«ﬂ- (A.8)
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Y finalmente definimos el tensor totalmente antisimétrico e#**? siguiendo la convenciéon
de Peskin [12] de modo que:

E0123 — +1

(A.9)

€o123 = — L.

A.3 Mecanica Cuantica

La energia y el momento lineal siguen las convenciones habituales de la mecénica

cuantica por ende se representan como operadores:

E— zg ,
ot (A.10)
p— —iV.

Estas ecuaciones se pueden combinar para optener el operador momento lineal en cuatro

dimensiones:
p=(E,p) = p"=id" (A.11)

También es posible definir el Hamiltoniano de un oscilador armoénico cuéntico

Howe = P54 L A12
oAc—%—i—émww. ( )

Donde m es la mésa de la particula y w es la frecuencia angular. Los operadores posicion
y momento son Hermiticos pero conviene definirlos en términos de dos operadores no

Hermiticos a y a' [62]:

- (A.13)
p= —i\/;(a —a).

los operadores escalera a y a' cumplen la relaciéon de conmutacion:

[a,a’] =1, (A.14)
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lo cual permite simplificar el Hamiltoniano de la sigueinte manera:

1
Hosc=w (CLTCL + 5) . (A15)

El estado base se define como |0), tal que a|0) = 0 es un auto-estado de Hpac (estado de
minima energfa) con autovalor %. Por lo tanto los conmutadores entre el Hamiltoniano

y los operadores escalera son:
[Hoac,d'| =wd' , [Hoac,a] = —wa. (A.16)
Lo cual implica que los estados |n) del Hamiltoniano son proporcionales al estado base
In) o (aT)n 0). (A.17)

Con autovalores:

e (n+ D)o s

En otro orden de ideas, las matrices de Pauli estan definidas de la siguiente forma:
01 0 —i 1 0
ol = , 0% = ! o0 = : (A.19)
10 1 0 0 -1

A.4  Transformadas de Fourier y distribuciones

Se haré uso de la funcion escalon de Heaviside 6(z) y la funcion delta de Dirac 6(x),

definidas de la siguiente manera:

G(x)z{[l) z zig , 5@):%9@:). (A.20)

La funcién delta en n dimensiones, denotada §(™(x), es cero en todas partes excepto

en x = 0 y satisface:

/d”:vd(")(m) = 1. (A.21)
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En las transformadas de Fourier siempre apareceran factores 27 con la integral de

momento. Por ejemplo, en cuatro dimensiones.

f(x):/(;lﬁl;e_ik'mf(k). (A.22)

También aparecen estos factores en la siguiente identidad de la delta de Dirac:

/d%eim = (21)*6W (k). (A.23)

A5 Electrodinamica

La carga eléctrica se etiqueta con la letra e para el electron, de este modo el potencial

de Coulomb @ y la constante de estructura fina o seran:

@:46,
TEQT
4 4 1 (A.24)

e e
o= = ~—.
dmeqg  4dmeghc 137

Ademés, se usa la forma relativista de las ecuaciones de Maxwell:
PO, Fpy =0, 0, = ejh. (A.25)

Donde el cuadri-potencial, la cuadri-corriente y el tensor electromagnético estan

definidos respectivamente:
A#::<¢7Aj

G = <p,j’> (A.26)

F, = 0,A, — 8,A,.
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Apéndice B

Propagador del campo de Klein-Gordon

B.1 Funcion de Green de la ecuacion de Klein-Gordon

Si multiplicamos el operador D’Alambertiano (D = 68—:2 — V2> y el parametro de
masa m? por el campo ¢(z) e igualamos a un término J # 0, obtendremos la ecuacion

de Klein-Gordon no homogénea.
(O +m?o(z) = —iJ. (B.1)

Para resolver esta ecuacion es necesario introducir la funcion de Green G(z — y), la
cual remplaza al campo ¢(x) en la ecuacion (B.1), a su vez el término inhomogéneo
J se cambia por una delta de Dirac en cuatro dimensiones que representa una fuente

puntual:
(O+m*)G(x —y) = —idW (z —y). (B.2)

Ahora multiplicamos la ecuacién anterior por el termino no homogéneo e integramos

en un cuadri-volumen

/(D +m?)G(x — y)Jd'r = /—i5(4)(x —y)Jd*z

(B.3)
O+ mQ)/G(x —y)Jd*r = —ilJ.
Comparando la ecuacion anterior con la ecu.(B.1) tendremos que el campo sera:
b(z) = / Gl — y)Jd's. (B.4)

Por otra parte, es necesario considerar la representacion de Fourier de la funciéon Green

que acabamos de definir:

1

Gl —y) = gy

[ oo, (B.5)
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Donde ¢g(p) es el propagador o funcion de Green en el espacio de momentos.
Anélogamente para el caso de la delta de Dirac ¢, la representacion en modos de

Fourier es:

1 ip-(—
oW (x—y) = oL /d4pe”’( 2 (B.6)

Evaluando las anteriores expresiones en la ecuacion (B.2)

1 —ip-(z— —1 —ip-(z—
(D + m2) (271')4 d4pg(p)€ ey — (271')4 /d4pe plamy)
/ d*pg(p) (0 +m?)e @) = / d'pe=ry) (B.7)

/ d'pg(p)(—p® +m?)e P = / dipe— 7@y
De lo anterior obtenemos una expresion para el propagador escalar g(p):

g(p)(—=p* +m?) = —i
i (B.8)
9(p) = o —

va que p? = p2 — |p]? es el cuadri-momento, podemos reescribir el propagador como:

l

g(p) = . B.9
T T ()
Por lo que la ecuacion (B.5) se convierte en la siguiente expresion:
Glx—y) = ! /d4p ! e~ (@y) (B.10)
(2m) pg = |pP? —m? ’

la cual es conocida como funcién de Green retardada Dg(z — y) y es util para definir

el campo ¢(z) de manera anédloga a la ecuacion (B.4):
o(z) = —/d4x'DR(x —y)J(y) + ¢o; —oo <t <t (B.11)

Por otra parte, podemos reescribir la ecu.(B.10) separando la parte espacial y temporal

de la integral:

d3p in o dpo in0. (20 _q/0
—u) = ip (Z—) —ip?(2"—y")
Dr(w —y) = / (27r)3e 27 /p02 — |p]? — m2 7 (B.12)
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La integral temporal es divergente, ya que presenta singularidades en los polos p° =
+FE,. No obstante, es posible utilizar el teorema de los residuos de Cauchy para evaluar
la integral. El teorema establece que siendo D un dominio simplemente conexo y C un
contorno simple cerrado que se halla completamente dentro de D; si una funciéon es
analitica sobre y en el intervalo de C, excepto en un nimero finito de singularidades

21, 22, ...21 del interior de C, entonces:
%f(z)dz = ZWiZRes(f(z), 2k). (B.13)
¢ k=1
Donde el residuo de orden n en z = z; de la funcion f(z) esta definido como:

Res(f(2), 24) = —— ttm L (2~ a) (o). (B.14)

(n —1)! 2=z dzn—1

Si reescribimos la integral sobre dp° de la ecu.(B.12), en términos de la variable compleja
z = x + 1y se tiene la siguiente integral, que puede ser representada como la diferencia

entre dos integrales de contorno en el plano complejo:

/00 i e~ 12(zo—vo0) %d e~ 12(zo—yo0) f J e—z(xo—vo) (B )
A = A — . 15
_ 22— B2 - 22— B2 I 22— B2

o0

La segunda integral se realiza sobre el contorno superior I', que en este caso corresponde
a media circunferencia de radio R, la cual estd acotada por un valor que podemos

encontrar utilizando la desigualdad LM, donde L es la longitud de la curva.

e—iz(xo—y()) e—iZ(xo—yo)
deW SLM:TFRM&.’L' W
c Z P (B.16)
Rey(xo*yo) - 1 0
<TR—— < — = 0.
- "R _E2 "R

Ahora, es posible elegir cuatro tipos de contornos para resover la inegral restante [14]:

i.) En caso de que (x¢ > yo) para que la exponencial tienda a cero la parte imaginaria
de z debe ser negativa (Im(z) = y < 0), entonces los polos se desplazan hacia abajo
una distancia infinitesimal € y se cierra el contorno por la parte inferior como se ve en

la figura (B.1). Por lo tanto, la integral se convierte en:

7



A Im z

-—
-—

[}
-Ep?j( +Ep-if

Xt)>yo

Figura B.1: contorno de integraciéon para las condiciones de la funciéon de Green
retardada.

T B.17
20 . Z(z—{—ie)?—Ez' (B.17)

Por lo tanto (z 4 i€)* — E2 = 0 — z = &E, — i¢, ahora aplicamos el teorema de los

residuos:
i ) gs € 9mi lim[R E, —ie)+ R E, —ic)]. (B.I8
i Z(z+ie)g_Eg = - mggﬂo[ es(f(z), B, — i€) + Res(f(z), —E, —ic)]. (B.18)

Debido a que la integral de contorno se realiza en el sentido horario se debe multiplicar
por el signo (-). Ahora, utilizando la ecuacion (B.14) calculamos el primer residuo

explicitamente:

i o_,0
o—iz(@0—y0)

Res(f(2), Bp — ie) = z—}g;l—ie[z — (Bp —ie)] [z — (B, — te)|[z — (—E, — i€)]

i@ —10)

pu— ]_/
s Bypic [z — (— B, — i€)]

e~ i(Ep—i€)(z°—y°)
B [(Ep — i€) — (_Ep - 26)]
e~ i(Ep—ie)(z°~y°)

2F

p

(B.19)
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De manera analoga podemos encontrar el residuo Res(f(z), —E, — i€)

oi(Byptic) (@0 —y0)
Res(f(z), —Ep — 16) = T (B20>

p

Reemplazando los residuos econtrados en la ecuacion (B.18) llegamos a:

T yoip [T )
S0 T rier— B2 e 2F, T 2E,
(B.21)

e Bp(z0=y0)  LiBp(z"—yP)

2k

p

= —2m

Con la finalidad de garantizar que xq > g, es posible multiplicar los residuos por la

funcién escalon unitario 0 definida como:

1 st x9 >y
0(xg — = ) B.22
( 0 yo) { 0 st xg <y ( )

Finalmente sustituimos el resultado de la integral (B.21) en la ecuacion (B.12) donde

estamos integrando sobre p°

d3p i o 1 e—iEp(a:O—yO) eiEP(xO_yo)
Drlz —y) = PED | 9 - O(zo —
R =) / (2m)3° o [ m( 2F 2F (%0 =10)

p

d3p ip-(T—1y 1 —1i z— 7 T’ —
:/Wep( y)ﬁ (6 Ep(a" yo)—eEp(O yo)) e(xo—yo)
p

(B.23)

A partir de lo anterior es posible concluir que la funcion retardada de Green Dg(z —v)
y el conmutador [¢(z), ¢(y)] calculado en la ecuacion (2.52) son idénticos y representan

el propagador escalar asociado a particulas de Spin 0.

ii.) El segundo caso es cuando yy > ¢, entonces para que la integral converja el
contorno de integracion debe estar por encima del eje real, asi la parte imaginaria de
z serd positiva. Si bien en la teoria clésica esta prescripcion carece de interpretacion

fisica, en la QFT la funcién avanzada de Green sirve para describir antiparticulas y se
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Figura B.2: Contorno de integraciéon para las condiciones del propagador de Feynman.

calcula de manera anéaloga utilizando el teorema de los residuos:

d3p | ; 0_,0 ; 0_,0
Dy(x —y) = G — (e”E”(I ) _ eibp(a-y )> 0(yo — o). B.24
se=n) = [ G T (o~ o). (B24)
iii.) La tercera prescripcion se conoce como contorno de Feyman y consiste en desplazar
una de las singularidades por encima del eje real y la otra por debajo como se ve en la
figura (B.2), esto nos permite realizar las integrales de contorno inferior para (zo > o)

y superior para (xy < yo) llegando a:

dgp N | ; 0_,0 ; 0_,0

—) = ip(T=Y) _—_ ( o—iBp(z"—y") _ _ tBp(z7=y") —_

Dot =) = | Gore ™7 g (B — ) — By - ).
(B.25)

iv.) Finalmente tenemos la prescripcion inversa del contorno de integracion de

Feynman y es la funciéon de Green de Dyson

d’p i(i—g) L —iEy(x0— iEp (0 —
Gp(r —y) = / (27T>3ep( y)Q_Ep (e B =900y — w) — B0 () — yo)) :
(B.26)
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