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Resumen

En esta tesis de maestria se estudia el propagador general de un bosén de norma masivo de espin-2 generado
en el contexto de las teorias de Kaluza-Klein. Se muestra que asociados con los tres estados de polarizacién vincu-
lados con la masa existe un pseudo-bosén de Goldstone vectorial y uno escalar. Se discute el cardcter no dindmico
de los ghost asociados con esta particula. El proceso de fijacién de la norma que permite definir a los diversos
propagadores asociados con la particula de espin-2 se introduce en el marco del formalismo campo-anticampo, el
cual es la base de la simetria BRST.

Palabras clave: Propagador, gravitéon masivo, gravedad linealizada, Kaluza-Klein, pseudo-bosones de Golds-
tone, ghost, BRST, dimensiones extra.
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Introduccion

La existencia de una teoria cuantica que describa satisfactoriamente a la gravedad en compania del resto de
interacciones fisicas fundamentales es un area de investigacion latente. La teoria cudntica de campos ha tenido
éxito en describir la naturaleza de las interacciones electrodébil y fuerte, de las cuales conocemos su fenomenologia
de pequeiias distancias hasta un rango de accién del orden de 10~!¥m, de acuerdo con los actuales aceleradores de
particulas. En contraposicién, la cuarta interaccion fundamental, la gravedad, ha sido descrita satisfactoriamente
por la teorfa General de la Relatividad de Einstein (GR) a nivel macroscépico y cosmoldgico (es decir, de ma-
nera cldsica). El objetivo es estudiar a la gravedad como una teorfa cudntica de campos por lo que en esta tesis
de maestria se analizard la teoria de Einstein-Hilbert linealizada extradimensional, en d = 4 + 1 dimensiones. A
partir de dicha teoria con una dimensién extra se puede obtener una teoria efectiva al incorporar el mecanismo
de Kaluza-Klein (KKM), el cual estd relacionado con la obtencién de un espectro de masas en analogia con el
celebrado mecanismo de Engler-Higgs (EHM).

El mecanismo de Kaluza-Klein lleva tal nombre por el trabajo de Kaluza [1], quien en 1921 encuentra una
teoria en la que figuran la teoria gravitacional de Einstein y la del electromagnetismo de Maxwell en el contexto
de 5 dimensiones y del proceso de compactificacién de la quinta de dichas dimensiones proporcionada por Klein
en 1926 [2]. Aledafio a Kaluza, un trabajo similar fue llevado a cabo, de manera independiente, por Nordstrom
en 1914 [3]. Posteriormente, la teorfa que ha incentivado mayormente el uso de las dimensiones extras es la teorfa
de cuerdas, desde su fundacién, como una teoria de la interaccién fuerte o en el caso de la incorporacion de la
supersimetria cuando se incluyen fermiones en compaiifa del gravitén como una particula de espin 2 no masiva [4].
Sobre la cantidad de dimensiones extra un nimero que suele resaltar es 11 dimensiones. Las diversas formulaciones
de supercuerdas estan estrechamente relacionadas con la teorfa M en 11 dimensiones [5] y ademés la supergravedad
en 11 dimensiones es un limite de bajas energias de la teorfa M [6].

La Relatividad General en el sentido de la teoria de campos es una teoria de espin-2 de modo que en el caso
de su cuantizacién la gravedad es descrita por una particula no masiva, el gravitén. Cuando el campo de espin-2
mediador de la fuerza gravitacional es masivo su cuantizacién da paso a gravitones masivos. Se intuye que la masa
del gravitén es pequefia, por ejemplo, cotas para masas del orden de 10~2” eV o menores han sido reportadas en
[9]. La gravedad masiva, ha sido objeto de estudio como alternativa a la energia oscura y se espera que la masa del
graviton pueda arrojar soluciones en el problema de la constante cosmolédgica. Por su parte, las teorias de gravedad
masiva han tenido problemas histéricos en la prediccién de cantidades bien medidas en el contexto de GR, una de
las més famosas es la discontinuidad de van Dam-Veltman-Zakharov (vDVZ) [10], descubierta en los 70”s, relacio-
nada con la incongruencia entre las predicciones entre el limite de masa cero de las teorias masivas y GR. Dicha
discontinuidad ha sido ampliamente estudiada y se sabe que es producto del uso de la teoria lineal mas alla de su
régimen de validez, dicho problema se puede resolver con el mecanismo de Vainshtein. Otro problema comun esta
relacionado con la apariciéon de grados de libertad espurios; por ejemplo, un sexto estado de polarizacién nombrado
ghost de Boulware-Deser esta intimamente ligado con la inclusién de las interacciones gravitacionales no lineales
[11, 12].

La construccién de una teoria cuantica de la gravedad se convirtié en un area de estudio comtn después de los
70’s aunque se comenzé a desarrollar inclusive antes de que se conocieran problemas especificos relacionados con
la teoria cudntica de campos en general [13, 14, 15]. Un ejemplo tipico de esto es el problema de renormalizacién
(que surgi6 en la construccién de QED), particularmente la no renormalizacién de las divergencias ultravioletas
en GR. Esto en lugar de desalentarnos debe ser motivo de estudio y construccién de soluciones como en su mo-
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mento lo fue la inclusién de ghosts de Faddeev-Popov en las teorias de Yang-Mills, el entendimiento de la libertad
asintética en QCD o la inclusién del EHM en el sector electrodébil. Hoy se sabe que, aunque una teoria sea no
renormablizable, esto no impide la predicciéon de observables fisicas en el marco de las teorias efectivas [16]. En la
fisica de particulas es de suma importancia la definicién de los propagadores pues permiten realizar correcciones
radiativas. Como se explicard en la presente tesis, obtener el propagador de un campo de espin-2 masivo en una
teoria con compactificacién de dimensiones extra, en una norma general, significa definir también los propagadores
de los correspondientes pseudo-bosones de Goldstone. Asi, el propagador del gravitén masivo se calculard en una
teorfa efectiva (que incluird a la teoria de Fierz-Pauli) donde participe el mecanismo de compactificacién de dimen-
siones extra de Kaluza-Klein (KKM), en concordancia con las técnicas conocidas en la teorfa cudntica de campos
[17, 18, 20].

El contenido de esta tesis se presenta en el siguiente orden. En el primer capitulo se discuten aspectos globales
de la teoria linealizada de Einstein-Hilbert libre en 4 dimensiones. Se analiza la teoria de campo de espin-2, sin
masa, y se muestra que las expresiones de su propagador son andlogas a las de los campos de espin-1 en la norma
armonica. Por otra parte, se discute el formalismo de campo-anticampo para introducir la simetria BRST y se
obtiene el sector de ghost. En el segundo capitulo se presentan dos mecanismos de generacién de masa: el mecanis-
mo de Higgs (EHM) y el mecanismo de Kaluza-Klein (KKM) aplicados a un modelo abeliano, con el propésito de
mostrar sus similitudes. En el tercer capitulo se implementa el mecanismo de Kaluza-Klein (KKM) en la teorfa de
Einstein-Hilbert linealizada en d = 4+ 1 dimensiones. Se discuten las transformaciones de norma estandar (SGT’s)
y no estandar (NSGT’s) que permiten identificar el papel de campo de norma o de pseudo-bosén de Goldstone de

’ . m ’ oy 7 .
los campos. El campo de norma de espin-2 masivo h,(;)7 el cual es un campo analogo al gravitén masivo, surge

como las excitaciones de KK del gravitén sin masa hf?,,) , junto con los pseudo-bosones de Goldstone vectorial h(GmH)

y escalar h(GM). Se analizan los grados de libertad del gravitéon masivo y se estudia la estructura de su propagador
en tres casos especificos. En el caso de la norma maéas general el propagador del campo de espin-2 masivo esta
completamente definido hasta que se definen los propagadores de los pseudo-bosones de Goldstone. Para definir
propagadores bien comportados del campo de espin-2 masivo y de sus pseudo-bosones de Goldstone se analizan

funciones de fijacién de la norma generales (lineales). El propagador de h(c%) queda definido hasta que se fija la nor-

ma para h,(%) En el caso del pseudo-bosén de Goldstone h(Gm) su sector se cancela en el proceso de compactificaciéon
por lo que se utiliza el truco de Stiickelberg para introducirlo y su propagador queda definido ante la eleccién de la
funcién que fija la norma para h%). En el caso de la funcién de fijacién de norma para el gravitén se muestra que
son necesarios dos parametros: uno de norma denotado como & y otro asociado con la traza de h&%) denotado como
¢ y se enfatiza la necesidad de que el valor del segundo de estos parametros sea ( = —1. Finalmente, los sectores
de ghost usual y de los modos excitados se obtienen a partir del formalismo de campo-anticampo que introduce
la simetria BRST con compactificacién de dimensiones extra, de modo que se tienen los campos ghost vectoriales

CP(LQ) (C,(LQ)) asociados con h,(%)7 y aquellos para los modos excitados: C',Sm) (C,Sm)) y C'}(Lm) (C;(Lm)), asociados con

h,(%) y h(c%), respectivamente. Se discute el cardcter no dinamico de los ghost.



Capitulo 1

Teoria de Einstein-Hilbert linealizada

En esta seccion se analiza la teoria de Einstein-Hilbert linealizada, una teoria de norma que involucra al gravi-
tén. En la primera seccién se muestran convenciones generales de la teoria y se explica el proceso de linealizacién.
En la siguiente seccién se estudia la teoria del campo de espin-2 h,, y se obtienen sus propagadores. En la tltima
seccién de este capitulo se obtiene el sector de ghost mediante el formalismo de campo-anticampo para introducir
la simetria BRST.

1.1. Linealizacion de la teoria de Einstein-Hilbert

La teoria de Einstein-Hilbert describe el comportamiento de los fenémenos gravitacionales de acuerdo con la
teorfa de la relatividad general (GR) de Einstein, en esta seccion se discute cémo se obtiene la teorfa linealizada. A
pesar de que la teoria puede incluir interacciones, la discusion se limita a la teoria libre de modo que se obtienen los
propagadores de los campos involucrados, tanto del gravitén sin masa h,, como de sus correspondientes campos
ghost. La obtencién de propagadores de los campos de norma es de importancia en la fisica de particulas porque
permiten hacer cdlculos de correcciones radiativas. En el caso del campo de espin-1, su propagador ha sido amplia-
mente estudiado, pero en el caso de los objetos de espin-2 su estructura es de latente estudio para normas generales.

Se usa la signatura n = diag(+, —, —, —) y la siguiente convencién para el tensor de Riemann R)\PHV y el tensor
de Ricci R,,:

A = A A A T T A
R, =0.1,, 0,1, +T, I, =TI, (1.1)
RHV - RO;LQV? R = Q'WRW/, (12)
1
FZV = Qgp)\(augl/)\ + augu/\ - a)\guu)a (13)

donde I'f,, son las conexiones de Levi-Civita y I es el escalar de Ricci. Ademads se consideran unidades naturales

c¢=h=1. La accién de gravedad permitida por la invariancia ante difeomorfismos es:

1
S = /d% [A - SR+ c1R? + coRy R*™ + -+ + Lonateria | » (1.4)

el termino R,WagR“”“B no aparece pues se puede escribir en términos de R? y R, R" por el teorema de Gauss
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Bonnet [20]. La constante k2 = 167G arregla unidades donde G es la constante de Newton. Por su parte A =
A(—87G)~! con A la constante cosmoldgica, sélo es relevante a energias del orden de |[A] < 107%GeV?, || <
107%%¢m™2. Debido a que R tiene valores muy pequefios, los valores de R? y R,,, R"” son despreciables comparados
con R, por lo que suele trabajarse exclusivamente con la accién de Einstein-Hilbert [21]. A nivel clasico la accién

de Einstein-Hilbert es la siguiente:
1
SEH: dw —;R . (15)

La construccién de una accién invariante en el contexto de la relatividad especial incluye el uso de una medida
de integracion invariante que resulta ser el 4-volumen o volumen propio dw. Sea un sistema localmente plano z*/
y un sistema general z* el volumen propio se define como:

dw = ‘det [A”;” d*z, A*, = —/ (1.6)

El hecho de que el tensor métrico se transforme como g = ATnA implica que det(g) = det?(A)det(n), donde
sabemos que det(n) = —1 directamente de la signatura elegida. Sea g = det(g,,,,), entonces det?(A) = —g de la cual
el volumen propio toma la forma dw = \/—g d*z. Considerando esto tiltimo la accién de la teoria de Einstein-Hilbert
clasica es:

Sp = /d4x V=g (—;R> . (1.7)

Como posteriormente estudiaremos la teorfa de Einstein-Hilbert en d = 4 + n dimensiones, el superindice (0)
se utilizard para identificar los campos de la teoria usual en 4 dimensiones. La linealizacién de la teoria de Einstein-
Hilbert surge cuando la métrica, en un limite de campo gravitacional débil, se descompone como la métrica de
Minkowski méas una perturbacién 2-tensorial simétrica hfg,) que cumple |hELQl,) | < 1, lo cual considerando la condicién
Guvg” = 52‘ se traduce en lo siguiente:

Juv = Nuv + nh,g%), g = — ghOm 4 /iQh(Q)“”hE)Q) Y, (1.8)

donde el tensor métrico es exacto, a primer orden en hf%,) y el tensor métrico inverso se expande a mas altos 6rdenes.
Para incluir interacciones entre tres gravitones en adelante se debe incluir mas términos de la expansion del tensor
métrico inverso. Con el objetivo de obtener las expresiones propias de la gravedad linealizada basta quedarse a
primer orden en k, tanto en el tensor métrico como en su inverso, de tal forma que la lagrangiana es a lo sumo

cuadratica en h,(%,) .

En el proceso de linealizacién debemos calcular la cantidad \/—g. Un célculo directo de g a segundo orden en
h(Q) h(Q) — MV}L(Q) 1 .
uv Yy =7 np NOS lleva a:

2
g = det(gu) = det(nu, + rh\Y) = -1 — kh @ + %(hfﬁ)h@“” — KOOy L O(h93) (1.9)

y posteriormente el calculo de \/—g, igual a segundo orden, nos lleva a lo siguiente [15]:
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2
Vg R 14 Sh@ 4 T (hORO — 2@ O) 4+ O(nO?), (1.10)

Utilizamos las expresiones anteriores y linealizamos la accién (1.7) y obtenemos:

1 ) ) 1 1 ,
Sprrs = /d%{ -3 {a%ﬁ?)amw — 0"hQo"h O + 5a#h@)af‘h@) - iéﬂhg%)ﬁ“h@p } } (1.11)

Esta es la accién de gravedad linealizada, las ecuaciones de movimiento que se obtienen a partir de dicha accién
son G*? =0, donde el tensor de Einstein linealizado esta dado por:

GoP = —g 0,0°h Q78 4 5 9P R Q7 _ gegfp© _ Op@es _ peBrgrp(D) 4 pesOp©)] (1.12)

Las soluciones de las ecuaciones de Einstein se han estudiado en multiples contextos, uno de ellos es en la version
linealizada. Algunas de las soluciones méas conocidas son las soluciones armdnicas que satisfacen la ecuacién de
d’Alembert. Para encontrar dichas soluciones se establecen las llamadas condiciones de Donder o armonicas y se
definen como:

g"'T), =0. (1.13)

A primer orden en k la condicién anterior se puede reescribir como:

1
9, (hm)m _ 2nw\h(0)> _o. (1.14)

La condicién armoénica suele simplificar las ecuaciones de movimiento, asi como el tensor de energia momento,
por dichos motivos es de uso extendido en la literatura.

La accién (1.11) se va a promover de 4 a d = 4+ 1 dimensiones en el capitulo 3, para obtener una teoria efectiva
con el uso del mecanismo de compactificaciéon de dimensiones extras de Kaluza-Klein. A la teoria de Einstein-Hilbert
linealizada también la llamaremos simplemente gravedad linealizada.

1.2. El propagador del campo de norma de espin-2

La teoria de gravedad linealizada proviene de la linealizacion de la accién de Einstein-Hilbert a segundo orden
0 - s . . , .
en los campos hf;l,) , como se vi6 en la seccion anterior. La teoria es representada por un campo de espin-2 sin masa
0 - .
hﬁrl,) , gobernado por la siguiente accién:

1 1 1
Seurlh@] = / { -3 [thf)axh(o)*” — 0"h{Q)o"h O + 5a,Lh@)aMh@) - 26Mh£)‘3)6“h(0)”"} }d4 z,  (1.15)

la cual se desprende del trabajo de Fierz y Pauli (FP) de 1939, como un caso particular de una teoria relativista
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de espin s arbitrario descrita por un tensor simétrico de rango s [8, 12]. Fierz y Pauli mostraron que en el caso
de espin-2 no masivo las ecuaciones de movimiento eran idénticas a las de gravedad linealizada, es decir para las
ondas gravitacionales donde la simetria es dictada por las transformaciones infinitesimales de coordenadas, lo cual
constituye el paradigma estdndar de la gravedad linealizada.

La accién (1.15) es invariante bajo las siguientes transformaciones de norma:
Ohi) (x) = 0, () + D, €50 (w), (1.16)

donde EELQ) y 5,59) son los parametros de norma del grupo de difeomorfismos. De manera concreta un difeomorfismo
es un isomorfismo en variedades diferenciales, i.e. una transformacién invertible que mapea una variedad diferencial
(M) en otra (N). El conjunto de los isomorfismos de la presente teoria son en el espaciotiempo denotado por M?*, de
modo que el conjunto de dichas transformaciones forman el grupo de difeomorfismos que se denota como Diff (M*).

Un célculo sencillo permite ver que la accién (1.15) se puede reescribir de la siguiente forma hasta un término
de superficie:

1
SeurhQ] = / d*z Za,hg?g (GoPopr — 2GoPTR G 110) 9,hLY, (1.17)

la cual es una forma cuadratica en los campos donde se han utilizado los tensores I,gys ¥ Gagys definidos como:

Iozﬁ’yé = NayMps + 77a677,8’y)7 (1'18)

1

5
1

Gapys = Lagys = Maplhs: (1.19)

La notacién anterior es estandarizada [13, 14] y Gaps se puede entender como un tensor métrico e Ingys
representa un tensor identidad en el espacio de tensores simétricos. Considerando que n** 71 rrap = I" Va,@ =

%(556; + 5(’;55) = Igg, para apoyar el hecho de que G5 se comporta como un tensor métrico se puede ver que

GVO" serfa su correspondiente tensor métrico inverso y cumple la relacion:

GaprsG1M =10, (1.20)

La accién de gravedad linealizada se puede escribir de la siguiente forma hasta un término de superficie:

1
Spu[hld)] = 1 / d*z WO [—Gop150” + 2Gapond” 0P GF, 5] B (1.21)

Las ecuaciones de Lagrange derivadas de (1.17) producen la siguiente ecuacién para hg%) donde se puede

apreciar el operador diferencial de la expresién anterior, el cual llamaremos el operador de Hilbert linealizado:
( — Goapys0® + zGaﬁg,ﬁaf'apGﬁm) R = . (1.22)

El propagador del gravitén sin masa D7 es la funcién de Green de la ecuacién (1.22):
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( — Gaprsd® + 2GaﬁmaoapGﬂmé)D75W(m —y) = 1" 54z — ). (1.23)

En otras palabras, D" es el inverso del operador de Hilbert linealizado. Como suele ocurrir en las teorfas de
norma, el operador de Hilbert linealizado no se puede invertir. Para validar esto tltimo, uno debe darse cuenta que
cualquier contracciéon del operador de Hilbert linealizado con derivadas o tensores métricos produce una cancelacién
de términos. Por ejemplo, nétese que al proyectar el operador 9%9° a la ecuacién (1.23) se obtiene lo siguiente:

1 1
((—1 +1)-0,050° + (2 - 2) ~n758282>D75”” = 010V (x — ), (1.24)
lo cual de manera esquematica se puede expresar de la siguiente forma:
(0 - 0,050% +0 - nw;aQa?)DW” = 0184 (x — y). (1.25)

Para resolver este problema se procede a fijar la norma. La cuantizacion de la teoria se hace en el contexto de la
siguiente integral de trayectoria:

Z = / dhy, 6 (G (h))det OG2 gist

= (1.26)
8

)

donde G*(h) es la funcién de norma a ser impuesta y % se refiere a la variacién del término de fijacién de norma
como dicta (1.16). Concretamente, la funcién de fijacién de norma mas general tiene la forma:

Gal(h) = (6“hm + CBah). (1.27)

La funcién de fijacién de norma (1.27) y el método de exponenciacion de Faddev-Popov conducen (a segundo orden
en h(®) a la accién de fijacion de norma [14, 15, 35]:

1
Sy = / iz (25 §°>f(°”) , 1Y =0 (A3 + Cnuah®) . (1.28)

En las expresiones anteriores estan involucrados dos parametros; uno de norma £ y otro relacionado con la parti-
cipacion de la traza, denotado por (, que define diferentes familias de normas. No confundir el pardmetro escalar
& con los parametros vectoriales fﬁg), la presencia de los indices de Lorentz en estos ultimos los distinguen. La
eleccién estandar es la familia de normas armonicas en la que ¢ = —%, debido a que dicha norma simplifica las
ecuaciones de movimiento a nivel cldsico (ademads tiene algunas propiedades interesantes [34]). La accién de fijacién
de la norma armoénica es:

1 1
Syp = /d% <2£f)(\0)f(0)>\> 7 i (hfog - 277#,\h(0)> : (1.29)

. . . . 0 _ I
A partir de la expresion anterior se puede ver de manera sencilla que fé*) se puede reescribir en términos del tensor
0 . . . o .
Gopys cOMO fc(f) = a”Gumgh@o‘B . Asi, el término de fijacién de la norma se puede reescribir como sigue:

1 1
Sef = / d'z 0" h P2 <§) GaporGs0° WO, (1.30)
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Sea &, la notacién para el pardmetro de norma, podemos incluir el término de fijacién de la norma R¢ de la
teorfa de gravedad linealizada (de masa cero), a nivel accién de tal forma que se obtiene el resultado:

1 1
Senr +Sor = 4 / 'z 97hOP [Gammpa - 2(1 - S)Gaﬁmeﬁm} OO (1.31)
g
1 1
=7 /d4x OEE [—Gawéﬂ - 2(1 - Eg)Gagma(’aPG”M] RO, (1.32)

Sea ¢ el 4-momento del graviton, después de efectuar la transformada de Fourier sobre los campos, la accién
en el espacio de momentos toma la forma:

1 = (0 = (0
Spri +Sqf = ; / d'qhS) APV R, (1.33)
donde el tensor A*?7% esta definido como:
1
APV — 2@ehrd _ 9 (1 — g) GP%q,q,G P70 (1.34)
g

Como es sabido, el inverso de la cantidad anterior representa el propagador tensorial del gravitén hfg,), sin
masa, de la teorfa de gravedad linealizada en la norma arménica (( = —3). A partir de un ansatz de la forma:

- )
A'y(;,u.l/ = m |:(G'y(3;w +ca (Q'yqyn(m + qvquNsv + 45Qu Ny + Qc?q,un'yu):| s (1'35)

podemos calcular el propagador al imponer que la expresion (1.34) y (1.35) satisfagan la siguiente condicién:
APVON 5 =0 10, (1.36)

El ansatz es propuesto como una expresiéon analoga del propagador del campo de espin-1, el cual es ampliamente

conocido, con la consideracion adicional de la aparicion de los 4 indices de Lorentz, ¢; es una constante. El

propagador del gravitén sin masa hf%,) tiene la siguiente estructura:

onacador () Ty e
Propagador de A,y en la norma armdnica

~ 7 I’y(sx\sq)\qTIeT,ul/

Ayspw = P Gropw —2(1 — &) 7 (1.37)

Esta expresiéon se ve explicitamente de la siguiente forma:
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< 11

(1-&)
Boiwr = 5 7 e

|:(777,u77611 + My Mo — nvénuu) - T (Q'yqyn(m + 4y qunsy + 5Qu Ny + qéQunw/)] s (1~38)

la cual es idéntica a la expresién reportada en [33].
Los propagadores que surgen de cambiar el valor del pardmetro £, en la expresion (1.37) provienen en principio

de la eleccién primordial = —% de modo que se les puede adjudicar un nombre compuesto, asi que, por ejemplo,
se puede definir el propagador de Feynman-armonico o el de Landau-armonico de la siguiente forma:

< T

Feynman §; —1: Avspw = vaéuw (1.39)
Landau & —0: A ! orctd" L (1.40)
andau : = - - 22— .
g Yopv q2 + ic Yépv ¢
Si no se da una especificacién adicional sobre el pardmetro &g, se referird a la eleccién ¢ = f% simplemente como la

norma armoénica. Estos propagadores son bien comportados para calcular correcciones radiativas porque se hacen
cero en el limite de ¢ — oo.

1.3. Simetria BRST en 4 dimensiones

En esta seccion se presenta el sector de ghost, de tipo vectorial, de la teoria de Einstein-Hilbert linealizada,
el cual se obtiene a partir de la simetria BRST, mediante el formalismo campo-anticampo. También se incluye la
discusion del sector de ghost para una teoria abeliana porque dicha teoria es analizada en el capitulo de mecanismos
de generacién de masa. Por simplicidad se omitirdn los superindices (0) durante la discusién general y se retoman
en las expresiones finales.

La simetria BRST provee un método de cuantizacién para sistemas de norma generales [19]. La simetria BRST
surge de manera natural con el formalismo campo-anticampo [39, 40]; para implementarlo, los pardmetros de norma
se incorporan como grados de libertad con estadistica opuesta, después se introduce un anticampo por cada uno
de los campos de la teoria y una carga conservada llamada ntimero de ghost, de modo que los grados de libertad
de la teorfa son caracterizados por los campos de norma, ghost (C*), antighost (C*) y campos auxiliares (B*).
Ademas, se deben remover los anticampos de una manera no trivial.

La acciéon original Sy es una funcional de los campos de norma exclusivamente, a la cual se le agregara el
término relacionado con los ghost para cuantizar la teoria apropiadamente. Se introduce un campo ghost por ca-
da pardametro de norma, con los ghost con estadistica opuesta a los pardmetros de norma. Para fijar la norma y
cuantizar la teorfa es necesario introducir los pares triviales, llamados antighost y campos auxiliares. Sea ®4 que
representa a los campos, por cada &4, un anticampo ®% es introducido, con estadistica opuesta a ®4. Sea gh(®4)
el nimero de ghost de ®4, se define gh(®%) = —gh(®4) — 1. Los ntimeros de ghost correspondientes son: 0 para
los campos de norma y auxiliares, +1 para los ghost y —1 para los antighost.

En este espacio de configuraciones extendido de campos y anticampos, una estructura simplética (, ) es introdu-
cida, llamada antiparéntesis, considerando diferenciacién izquierda (R) y derecha (L), definida para dos funcionales
Fy G como:

orF 61G  6rF 601G

B C) = 50a 50, ~ 507, 304"

(1.41)
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de lo cual se pueden definir, de manera andloga a los paréntesis de Poisson, los antiparéntesis fundamentales. &4
y ®% son variables conjugadas en el siguiente sentido:

(@4, ®3) = 57 (1.42)

(@4, 87) = (7, Bp) = 0. (1.43)

La accion extendida es una funcional bosénica de los campos y anticampos, S[®, ®*], con ntimero de ghost
cero, la cual satisface la ecuacién maestra definida como:

_ ,O0rS LS
(S,9) = 2@5@2 = (1.44)
Las transformaciones BRST son generadas por la accién extendida de la siguiente forma:
orS
Sp®t = (84, 9) = 1.45
st = (@4,5) = 22 (1.45)
. . orS

A su vez, la accién extendida S es invariante bajo dichas transformaciones debido a la ecuacién maestra, es decir,
dpS = (5,8) = 0. Las soluciones de interés de la ecuacién maestra son llamadas soluciones propias, las cuales
cumplen la siguiente condicién de frontera:

S[®, d*]

g+=0 = S0[4] (1.47)

donde ¢ representa los campos originales, es decir, los campos de norma. Para la presente teoria, la solucién propia
S puede expresarse de la siguiente forma:

S[@, @] = So[¢] + (052) 2%, (1.48)

la cual es una accién bosénica, con nimero de ghost cero. Ahora, para cuantizar la teoria se procede a fijar la
norma ya que la accién extendida es degenerada. Ya que los anticampos no representan grados de libertad, deben
ser removidos antes de cuantizar la teoria. Sin embargo, los anticampos no se pueden hacer simplemente cero pues
So es degenerada. Los anticampos se pueden remover al introducir una funcional fermiénica de los campos, U[®],
con numero de ghost —1, de modo que:

. oU®
P = 5<1>[A]’ (1.49)

donde no es necesario distinguir entre diferenciacién izquierda y derecha. La presencia de los pares triviales, C* y
*

B* es necesaria porque los tinicos campos con ntimero de ghost —1 son los antighost. Como (§p®4)®* = §W¥[®],
la solucién propia toma la formas:

S[®, 50 /5®] = So[¢] + U[P]. (1.50)
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Esta es la accion con fijacion de norma BRST, la cual no es degenerada y es invariante bajo las transformaciones
BRST. Esta simetria residual que tiene la acciéon no degenerada también recibe el nombre de simetria BRST, la
cual juega un papel central a nivel cudntico. Dicha simetria es la que originalmente descubrieron Becchi, Rouet y
Stora, e independientemente Tyutin, a partir de 1974, [19]. Las transformaciones serdn denotadas por 4.

Para la presente teoria donde estan involucrados los campos de norma de espin-2, representados de manera
genérica por h*” debemos definir la acciéon extendida, conformada por la solucién propia mas el término trivial.
Como en el capitulo de mecanismos de generacién de masa discutiremos una teoria abeliana para un campo deno-
tado como A*, también se incluird la accién extendida de ese sector.

En el caso de gravedad linealizada, los pardmetros de norma &* se incorporan como grados de libertad con
estadistica opuesta e(C*) = €(¢#) + 1 y ntimero de ghost gh[C*] = +1. Se introduce el par trivial C* y B* con las

propiedades €(C*) = 1, gh[C*] = —1 y ¢(B*) = 0, gh[B*] = 0. Entonces el espacio de configuracién lo definen los
siguientes campos:

d4 = {p, CH CH, B}, (1.51)
y sus correspondientes anticampos con estadistica opuesta:

W=1{h,,.,C: C: By} (1.52)

v
De forma anéloga, el espacio de configuracién para la teoria del grupo abeliano es:

o4 = {A*,C,C, B}, (1.53)
y sus correspondientes anticampos con estadistica opuesta:

o%, = {A%,C*,C*, B*). (1.54)

m

Asi, la accion extendida, la cual es la suma de la solucién propia maés los términos triviales, es de la forma:
S[®, d*] = /d% [ﬁo + b}, (O"CY + 0" CH) + C, B! + A0 C + C‘*B} : (1.55)

En la accién anterior no existe un término que involucre a C7;, como si ocurre en Yang-Mills. Esta caracteristica
también la comparte la teoria abeliana de modo que no aparece el término que involucra a C*. Para fijar la norma
procedemos a expandir la accién de la siguiente forma:

wo o T som o T SAR 4 27
S O 60+ BAN 4 <260

(1.56)

oV o oV oV
S[®, d*] = /d4:c [Lo + ]

La funcional ¥[®] fermiénica es proporcional a los antighost y debe tener niimero de ghost —1. Dicha funcional
para los campos de la teoria de gravedad linealizada y abeliana es:
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oo ffor(i-gm) <(s- )

donde la funcién de fijacién de norma f* (f), el pardmetro de norma &, (£) y el campo auxiliar B* (B) estdn
asociados con el grupo Diff(M*) (U(1)). La funcional ¥[®] estd completamente definida hasta la eleccién de las
funciones de fijacién de la norma. Para poder calcular los propagadores de los campos de norma, las funciones
deben tener la siguiente forma:

= 0, (W + ¢t h), f=0,A" (1.58)

Sustituyendo (1.58) en (1.57), se puede obtener las expresiones para los anticampos siguientes, para la teoria de
espin-2 y espin-1, respectivamente:

ow

Waw = i = ~(OuCo + (N 0°C,) (1.59)
Cr= ;C\,IL fu— 5" B, (1.60)
B = % = —%"C’M (1.61)
Al = % =0,C (1.62)
C*:%:—f+§B (1.63)
B* = %’ = gé. (1.64)

Con los resultados anteriores, la accién (1.56) toma la forma:

Sy = /d4x [co — (8,Cy + (N 0°C,) (DM C + 8 CH) + B (fu - 52913“> +0,C0"C — B(f - §B>]. (1.65)

Los campos auxiliares B* y B aparecen solo cuadraticamente, de modo que pueden ser removidos, utilizando
las ecuaciones de movimiento, de modo que B* = éi f*, B= % f v tenemos lo siguiente:
9

Sy = / dz [.co — (8,0, + (N, 0°C,) (O*CY 4 87 C*) + % fuf*+0,C0"C — % fﬂ (1.66)

= /d4x{£0 + Cun*™ 0% + (1 + 2¢)0"0"]C, — CO*C + ffuf# - 2§f2} (1.67)

de esta expresion podemos identificar las lagrangianas de fijacién de la norma y de ghosts. La lagrangiana de fijacién
de la norma se expresa de la siguiente forma:

Lgj = fuf'u_ *fQ (1.68)

25 2

- gfw i+ Ca)d, (B + G ) - i@ LAY, (1.69)
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La lagrangiana de ghost asociada a los campos de espin-2 estd definida hasta la eleccion del pardmetro ¢, como se
puede ver en la siguiente expresién:

Lrpc = Cun"™0* + (1+2¢)0"0"]C, — CI*C. (1.70)
La expresién del propagador del ghost vectorial a partir de (1.70) es:

—1 1+2C pupy

Aw(p) = ) Muw — 2(1+¢) p?

(1.71)

Por motivos de claridad a partir de aqui se utilizan los superindices (0). Recuérdese que se utilizé la nor-
ma arménica para calcular el propagador del gravitén h,(%,), se puede notar que ambas expresiones anteriores se
simplifican cuando ¢ = —%. Con esto ultimo se concluye que la norma armonica tiene la particularidad de que
ayuda a resolver las ecuaciones de Einstein linealizadas a nivel clasico y a su vez a nivel cudntico permite que los

propagadores de los campos ghost se vean simplificados.

Por otra parte, si se quiere calcular el propagador del gravitén sin masa usando el parametro ( = —1 el propa-
gador no estd definido, asi como el propagador de sus campos ghost, como se puede apreciar en la expresién (1.71).
Que el propagador del gravitén se indefina ante el valor ( = —1 tiene que ver con que si uno calcula el propagador
del graviton con el pardmetro ¢ arbitrario, en su expresion también aparece un término proporcional a ﬁ, como
en la expresion del propagador del ghost. Esto se podra ver cuando veamos la expresion del propagador masivo de
espin-2 con la eleccion ( = —1, pues el limite de masa cero de dicha expresion diverge.

.y . . . 0 0
En conclusién, la lagrangiana de ghost para la presente teoria en la que se involucran h,(;,,) y Aﬁr), en la norma
armoénica, es:

Lrpc = Lrpcao + Lpparo, (1.72)

donde
Lrpgaw = —CPPCY (1.73)
Lrpano = C;SQ) [77“”82]01(19)~ (1.74)

Los propagadores de los ghost vectorial C',SQ) (en la norma arménica) y escalar C'Q son, respectivamente:

. — . i

Como se puede apreciar, el propagador del ghost vectorial es idéntico al propagador del fotén en la norma de
Feynman-'t Hooft. Finalmente, recuérdese que una interpretacion general de los ghost es que sirven como grados
de libertad con estadistica opuesta (que se cuantizan con anticonmutador), que cancelan los efectos de los estados
de polarizacion espurios de los bosones de norma a partir de la simetria BRST. Sin embargo, como ocurre en las
teorias abelianas, los ghost del gravitén no generan dindmica, pues no se acoplan al resto de los campos.



Capitulo 2

Mecanismos de generacion de masa

Ya que los términos de masa explicitos para conexiones rompen la simetria de norma, es necesaria la imple-
mentaciéon de un mecanismo de generacién de términos masivos. Las dos opciones existentes son:

= El mecanismo de Englert-Higgs.
= El mecanismo de Kaluza-Klein.

En este capitulo se explican las caracteristicas principales de ambos mecanismos en un modelo abeliano.

2.1. El mecanismo de Englert-Higgs (EHM)

El mecanismo por el cual el rompimiento espontdneo de una simetria (SSB, por sus siglas en inglés) genera la
masa de un boson de norma fue explorado y generalizado al caso no abeliano por Higgs, Kibble, Gurelnik, Hagen,
Brout y Engler. De acuerdo con el Modelo Estandar, el mecanismo de Higgs es responsable de la masa de los
bosones de norma de la interaccién débil (W y Z°). La particula de Higgs es responsable ademés de las masas de
quarks y leptones. Los ingredientes del mecanismo de Higgs (EHM) son:

» Rompimiento espontdneo de una simetria (SSB).

= Uso de la simetria local de norma.

Se procede a explicar el rompimiento espontidneo de una simetria. Sea G un grupo de Lie, y H un subgrupo de G,
sus generadores pueden dividirse en dos conjuntos:

{rey  — {1, {1 (2.1)
S~ S~~~ S—~—
dg dg dgde

donde T son los d, generadores de G, T® representa a los dy generadores de H y T% son los dg — di generadores
que no generan a H.

Sea L(¢,,0,¢,) una lagrangiana en una representacién no trivial de campos escalares ¢, de G e invariante
ante dicho grupo, también serd invariante de su subgrupo H. Esto significa que los multipletes de campos ¢, de
G pueden ser descompuestos en multipletes de campos de ¢s de H de modo que se puede definir £(¢s,0,¢5). Es
legitimo definir una transformaciéon de punto de G en H. Ante dicho mapeo la simetria G no se debe destruir, sino
solo ocultarse. Cuando la simetria G es global, se puede presentar el fenémeno de rompimiento espontaneo de la
simetria de G en H. Sea ® un conjunto de campos escalares, dados en la representacion fundamental del grupo G,
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y sea @, el conjunto de campos que cumple las condiciones de energia minima, para romper la simetria G — H,
se elige una direccion particular. de modo que esta direccién sea dejada invariante por el grupo H, pero no por la
accion de elementos de G que no pertenecen a H, lo cual se puede establecer en términos de los generadores por:

TP, in = 0, T®,im # 0. (2.2)

En este sentido, se dice que los generadores T% han sido rotos a una escala de energia v, que serd definida mas
adelante. Asi, la esencia del rompimiento espontédneo de una simetria continua se sintetiza en lo que se conoce como
el:

Teorema de Goldstone: Asociado con cada generador roto T* de G a la escala de energia v, hay un escalar
de masa cero, llamado boson de Goldstone. Ademds aparecen también campos escalares con masa.

Ilustraremos el rompimiento espontaneo de la simetria U(1) global. Sea la lagrangiana invariante bajo dicho
grupo:

L = (8,8)"(0"®) — V (D", ®) V (D", @) = 20" D + \(D*D)2. (2.3)

Definimos ¢ = %(@1(1‘) +i®5(x)), con P1(x) y Po(x) campos escalares reales, de esta forma:

1
P*P = 5(@% + ®3). (2.4)

Sea A > 0, el estado base del sistema se puede conocer a partir de la configuracién de campos que satisfaga:

o ov
ov; 0P}

= 0. (2.5)
La expresién anterior implica la siguiente condicién para los campos escalares:
[;ﬁ + 2/\(<1>*<1>)]<1>j -0 j=1.2 (2.6)

Tenemos dos casos particulares; el primero cuando p? > 0, que implica que el minimo de los campos es cero ® = 0
en el cual se tiene una teoria de 2 campos escalares con masa p; el segundo, el cual es degenerado y es de nuestro

2
interés, ocurre cuando p? < 0 de modo que ® = 0 es un méaximo local, mientras que al definir v? = —5 >0 en-
2 . . . . . . 2
tonces ®*® = —Ly representa una superficie de energia minima. Dicha superficie es un circulo de radio v = y/ —&-

dado por la expresién: ®? + ®2 = v2. En el caso de grupos con mayor cantidad de generadores se tratarfa de una
hipersuperficie de energia minima.

Como el estado base es degenerado y la degeneracion es infinita romper la simetria significa elegir una direccién
particular ®, de dicho circulo que no dependa del espacio-tiempo. ®, debe transformarse en la representacién
fundamental de U(1). En coordenadas cartesianas el minimo de energia se puede expresar de la siguiente forma:
P, = %(v +1i0) = %, que cumple ®}®, = g Ahora se puede expandir la teoria en torno al minimo elegido, sea

®(x) = %[(bl(l’) +i®y(x)] = %[H(x) +iG(x)] tenemos:

B(z) = D, + B(z) = —|(v + H) +iG]. (2.7)

Sl
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Sustituyendo esto ultimo en la lagrangiana (2.3), obtenemos una expresién donde aparece un término cinético para
el escalar G(x), pero no su término de masa:

1 1 2 A A A\
L= 50,G0"G + 50, HO"H %(u +H) = S+ ) = DG = D(2uH + HY)G, (2.8)

asi, ante el rompimiento espontdneo de la simetria U(1) aparecié un escalar sin masa G(z), el cual podemos iden-
tificar como un bosén de Goldstone.

En cambio, cuando la simetria es de norma (local), surge el mecanismo de Higgs en presencia de campos de
norma, ademas de los campos escalares que permiten el rompimiento espontdneo de la simetria. Se induce un mapeo
entre los campos de norma de la siguiente forma:

{45y — {45} {4 (2.9)
—— —— ——
dg dy dg—dH

En el grupo original G, los campos Aj no pueden tener masa al ser campos de norma, lo mismo para los
campos Ay, que son campos de norma bajo la perspectiva de H. En contraposicién, los campos asociados a los
generadores rotos AZ pueden adquirir masa pues ahora se transforman tensorialmente bajo H, es decir, como cam-
pos de materia. En el caso de la simetria G local los bosones de Goldstone ya no lo son més y se les denominan
pseudo-bosones de Goldstone ya que representan grados de libertad espurios toda vez que pueden ser removidos
con una norma especifica conocida como la norma unitaria.

Mecanismo de Higgs: Los bosones de Goldstone conforman la componente longitudinal de los bosones de
norma. La cantidad de bosones de Goldstone es igual a la cantidad de generadores rotos y a su vez es igual al
numero de bosones de norma que adquieren masa.

Para ilustrar el mecanismo de Higgs ahora supongamos que la teoria es de norma. Entonces, el modelo se
compone de un escalar complejo, acoplado a un campo vectorial A* que estd incluido en el tensor F,, = 0,4, —
0, A,. Se define la derivada covariante como D,, = d,, +igA,,, de tal modo que la lagrangiana invariante de norma
es la siguiente:

L= (D,®)*D"® — V(*,®) — EFWF’“’, V(0% ®) = p?d*® + \(D* D)2 (2.10)

Ahora se cambia la notacién de G por G4(z), el subindice A denota que estéd relacionado con el campo de
norma A,,, como se explicard mas adelante. Ahora sustituimos la expresion para ®, + ®(x), (2.7) en la lagrangiana
(2.10) de modo que obtenemos un lagrangiana donde se involucran combinaciones entre los campos G4, 4, v H,
de la forma:

1 1 1 1
L= —EFWF“” + §8HH6“H — 5(2Azﬂ)H2 + 5(a“GA + quA,)(0*G 4 + quA*) — \wH? — 2H4 +--0, 0 (2.11)

donde se omitieron algunos términos que no son de interés para la siguiente discusion. Identificamos los términos
cuadraticos:

1 1 1 1
L=—3FuF" +50,HO"H — 5(2/\1)2)H2 + §(a#GA + quA,) (O"G 4 + quA*), (2.12)
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los cuales son invariantes ante las siguientes transformaciones de norma:

0A,(z) = 0,a(x) (2.13)
dH(z)=0 (2.14)
0GA(x) = —qu a(z). (2.15)

Como la simetria G es de norma (local), se tiene lo siguiente: existe el campo escalar masivo H con masa
m? = 2 v? y el campo A, y el bosén G4 tienen simetria de norma de acuerdo con las transformaciones (2.13) -
(2.15). La redundancia de la teorfa de norma se puede eliminar fijando la norma unitaria, donde las componentes
de los bosones de Goldstone se hacen cero, de modo que los grados de libertad explicitos son minimos. El campo
G 4 representa grados de libertad espurios y por ello se puede retirar de la teoria, por lo que también se le denomina

pseudo-boson de Goldstone.

La norma unitaria corresponde a la eleccién de G4(x) = 0 que deja a las transformaciones de norma de la
forma:

Al (z) = Au(x) + dpa(x) (2.16)
H'(z) = H(z) (2.17)
Gy (z) = —qua(x). (2.18)

Al implementar esta tltima transformacién en la expresién (2.12) obtenemos una lagrangiana donde se presenta
un escalar con masa que legitimamente podemos identificar como el bosén de Higgs y el campo de norma vectorial
A* que ha adquirido masa m = qu:

1 1 1 1
L= 50,HO"H — 5m%,H2 = 1 Fw "+ §m2AuA", (2.19)

de modo que se ha efectuado el mecanismo de Higgs: los bosones de Goldstone forman la parte longitudinal de los
bosones de norma.

Lo anterior ocurrié en la norma unitaria; sin embargo, en teoria de perturbaciones, la norma unitaria tiene
utilidad a nivel de arbol, pero genera problemas en el régimen UV, es decir en el calculo de correcciones radiativas
a partir de un loop. El problema se resuelve si se usan normas no unitarias como la norma R¢. El precio de usar
una norma no unitaria es que los pseudo-bosones de Goldstone no se eliminen y en cambio se acoplan a los campos
de la teorfa. Al omitir los términos que involucran al bosén de Higgs H(x), podemos ver que la lagrangiana toma
la forma:

1 1 1
LA, Ga) = = JEu ™ + SmP A A + 50,Ga0" G+ m, Gadl, (2.20)

donde se aprecia que hay un término cinético para G4 y un término de mezcla entre G4 y A,. Dicho término de
mezcla debe ser eliminado, pues su presencia impide definir el propagador de A,. Asi, un objetivo particular, es
remover los acoplamientos no fisicos provenientes del EHM. Ademés, la libertad de norma permite modificar la
teorfa original en una forma no trivial. Con esto en mente, y haciendo referencia al formalismo campo-anticampo
visto en la seccién 1.3, la parte de la funcional ¥ (1.57) relacionada con el grupo abeliano (U(1)), estd completamente
definida hasta la eleccion de las funciones de fijacion de la norma f, que para nuestros propoésitos tiene la formas:
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[ =0uA" —EmGa, (2.21)

la cual es una norma lineal, £ es el parametro real de norma, y genera una lagrangiana de fijacién de norma que se
despliega como sigue:

1 1
Lor=—5¢ " = 3¢

1
2l =3 g(auA“f +mGAd A — SEmP G (2.22)

Asi, podemos ver el resultado de £+ L:

1 1 1 1 1
LA Ga)+ Lygp = — ZFWF“” + imzAMA“ — E((‘)MA“)Q + 5(’),LGA(’)%:A — 5,5m?G§1

+ MmO G A A" +mG a0, A", (2.23)

donde se puede apreciar que los ultimos dos términos donde surgen los acoplamientos entre el pseudo-bosén de
Goldstone G 4 y A* se cancelan hasta un término de superficie, lo cual se requeria. También se puede observar que
el pseudo-bosén de Goldstone tiene un término de masa no fisico ém?. Ademés el término de fijacién de norma
proporcional a (2¢£)~! permite calcular el propagador del bosén de norma vectorial masivo, cuya expresion se pre-
senta en la siguiente seccién.

Por otra parte, como se esperaba, G4 no desaparece de la teoria y tiene una accién, propia de un escalar, de
la forma:

1

1 1
Sa,(x) = /d4x (28MGA8“GA - 2§m2034> =5 /d% Ga (-0° —&m*) G4 (2.24)

Sea k el 4-momento de G 4, al aplicar la transformada de Fourier a la lagrangiana anterior, se obtiene en el
espacio de momentos lo siguiente:

Sa, (k) = %/d“k Ga (K* — ém?) Ga. (2.25)

Sea D(k) = (k2 — §m2), el propagador de G 4 denotado como ﬁ(k) se define como el inverso de D(k), de tal

modo que cumplen la relacién: D(k)D(k) = 4. As{ el propagador de G 4 es de la forma:

~ l

Con respecto al mecanismo de Higgs y a las particulas de espin-2 se sabe que en el rompimiento espontianeo de
la simetria local sobreviven bosones masivos de spin-2 y escalares masivos. 't Hooft explord esta idea, al utilizar un
conjunto de coordenadas preferentes que rompen el grupo de transformaciones generales y encontré que es posible
que en adicién al objeto de espin-2 masivo surjan escalares que puedan tener un propagador anémalo de modo que
se puede violar unitariedad por lo que los escalares deben ser removidos de la teoria y propone hacerlo modificando
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el sector de materia de la lagrangiana de modo que los escalares se desacoplen [27].

En esta seccién se usé la notacién G para el grupo original de la teoria, para no confundir con la notacién del
bosén de Goldstone G(z); sin embargo, en la siguiente seccién se cambiard la notacién de los bosones (y pseudo-
bosones) de Goldstone por lo que nos referiremos al grupo original de la teoria con la letra G.

2.2. El mecanismo de Kaluza-Klein (KKM)

En la seccién anterior se discuti6é el mecanismo de Higgs, el cual permite dotar de masa a bosones de norma.
El mecanismo de Higgs hace uso de la nociéon del rompimiento espontdneo de la simetria G en la simetria H,
con H C G. En el proceso, el concepto de ocultamiento de una simetria juega un papel central. El rompimiento
espontdneo de la simetria G en la simetria H, lo cual suele denotarse por G — H, requiere de una transformacién
de punto que acomoda los objetos covariantes de G en objetos covariantes de H. En esta seccién se discute otro
mecanismo que permite dotar de masa a campos de norma a través de la compactificacién de coordenadas espaciales
extra. Este mecanismo el cual llamaremos mecanismo de Kaluza-Klein (KKM), tiene algunas similitudes con el
mecanismo de Higgs.

Considere una teoria de campos definida en un espacio-tiempo plano de dimensién d = 4+ n, caracterizado por
la variedad M® = M* x N'™, con M* la variedad 4-dimensional usual y N una variedad euclidiana n-dimensional.
Los puntos en esta variedad son denotados por (z,z) € (M%), con # € M* y 2 € N". Sea G(M?) el grupo de
norma de la teorfa 4-dimensional e ISO(1,3), el grupo de Poincaré 4-dimensional usual. Entonces, la teoria 4-
dimensional, es gobernada por el grupo IS0(1,3) x G(M?*), el cual llamaremos el grupo usual o el grupo estdndar.
Suponga que todos los campos definidos en la variedad M* se promueven a campos definidos en la variedad ex-
tendida M¢<. Los campos son ahora objetos covariantes del grupo extendido ISO(1,3 + n) x G(M**"). Suponga
que esta descripcion surge de una teoria mas fundamental, la cual es valida a una escala de energias A, cuya escala
de distancias imperante A~! es mucho menor que el tamafio promedio R de las dimensiones extra, A~! < R. En
este dominio de energias, las distancias exploradas son tan pequefias, que hace que las dimensiones extras luzcan
como si realmente fueran infinitas. Entonces, tiene sentido suponer que la teoria de campos en d dimensiones es
gobernada por el grupo extendido ISO(1,3 +n) x G(M*T™). Observe que los grupos G(M*™") y G(M?*) difieren
no como grupos de Lie, ya que tienen el mismo nimero de generadores, sino como grupos de norma, ya que difiere
el nimero de conexiones.

Dado que las teorias en dimensiones mayor que 4 no son renormalizables por conteo de potencias, la accién
de la teoria es dada por una lagrangiana infinita que contiene términos de todas las dimensiones canénicas, que
son invariantes bajo el grupo extendido ISO(1,3 + n) x G(M*t™). Denotando genéricamente a los campos por
on(z,T), la accién efectiva puede se escrita como

Salen] = /d%dnm{ﬁd(wN,DmpM) +) Zio(d_‘_s)(‘?MaDN‘PM)}v (2.27)
s=1

donde L es la versién d-dimensional de la teorfa 4-dimensional, la cual tiene dimensién canénica igual a d (unidades
de masa o energia), mientras que las O%** son invariantes de dimensién d+ s, con los a; pardmetros adimensionales.

La idea esencial es llevar esta teoria a una forma adecuada para estudiar los fenémenos fisicos que ocurren a las
siguientes dos escalas: la escala natural de la teoria 4-dimensional y la escala de compactificacién R~!, suponiendo
que dichas escalas no estdn muy separadas entre si, pero que ambas estdn muy por debajo de la escala A.

Para llevar a cabo este programa es necesario ocultar la simetria extendida ISO(1,3 +n) x G(M**") en la
simetria estdndar 1SO(1,3) x G(M*). El ocultamiento de la simetrfa extendida en la simetrfa estdndar requiere
de dos transformaciones de punto [18], las cuales discutiremos a continuacién.
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Un primer mapeo de punto consiste en acomodar objetos covariantes del grupo de Lorentz extendido SO(1, 3+
n), en objetos covariantes de sus dos subgrupos, a saber, el grupo de Lorentz estdndar SO(1,3) y el grupo ortogonal
SO(n) definido en la variedad euclidiana N™. Este mapeo lo denotaremos por:

SO(1,3 +n) = SO(n). (2.28)

Este mapeo es relativamente simple. Los campos resultantes del primer mapeo son funciones de las coordenadas
extras T, asi que se requiere de otro mapeo de punto que nos permita remover la dependencia de estas coordenadas.
Este mapeo no es trivial debido a que las coordenadas & enumeran grados de libertad. El objetivo es remover todo
papel dindmico del grupo 7SO(n) definidos en la variedad euclidiana ™. Con otras palabras, se trata de ocultar
la simetria ISO(n). Lo anterior se logra ocultando la simetria del grupo de las traslaciones extendido T'(1,3 + n)
en el grupo de las traslaciones estandar T'(1, 3). Esquematicamente,

T(1,3+n) - T(1,3). (2.29)

El mapeo es dado a través de una serie de Fourier general. Ilustramos las ideas principales con el caso de una teoria
abeliana. Nos enfocaremos en la versién d-dimensional de la teoria, ya que es la parte dominante en (2.27), debido
a que no depende de la escala A.

La teorfa abeliana en d-dimensiones, invariante bajo el grupo ISO(1,3 + n) x U(1, M**") es dada por la
accion:

1
SaalAm] =3 / d*z d"z Fyn (2, 2) FMN (2, 7), (2.30)

donde Fyyny = O An(x,Z) — OnApn(x, Z). El primer mapeo es dado por:

SO(1,3 +n) — SO(1,3) x SO(n) (2.31)
Ap(x,T) — {A(z,z), Ap(z,2)} (2.32)
a(z, ) — a(x, ) (2.33)
Fyn(z,7) — {Fu(z,2), Fup(x,z), Fap(z,T)}, (2.34)

con «o(z,z) el parametro del grupo abeliano. Note que A,(Ap) es un vector (escalar) de SO(1,3) y un escalar
(vector) de SO(n). En tanto que, F),,, es un 2-tensor (O-tensor) de SO(1,3)(SO(n)) y Fup es una escalar (2-tensor)
de SO(1,3)(SO(n)).

Hasta aqui no se ha supuesto nada sobre sobre la compacticidad de la variedad extra. Para implementar
el segundo mapeo, suponga que un esquema de compactificacién ha sido implementado, pero sin especificar su
geometria por el momento. Considere un conjunto completo de funciones ortonormales {f(Z)}, definidas en la
variedad compacta, el cual es generado por un operador hermitiano, que definiremos méas adelante. El segundo
mapeo consiste en expresar a los campos A, (z,z), Az(x, z), asi como el pardmetro de norma «(z, ), en términos
de la base {f()(z)}, esto es, descomponerlos en una serie de Fourier general, en la que los coeficientes de Fourier
representan los grados de libertad de la teoria. Estos coeficientes de Fourier reciben el nombre de excitaciones de
Kaluza-Klein (KK). Es importante notar que no todos los campos tienen contraparte estdndar. En el caso que nos
ocupa, A, (z,Z) tiene contraparte estdndar, pero Az(z,Z) no la tiene (la teoria libre de Maxwell usual no tiene
campos escalares).

El pardmetro de norma tiene contraparte estandar. Entonces necesitamos un criterio que nos permita hacer
contacto con la teoria usual, es decir, nuestra teoria efectiva debe contener a la teoria abeliana usual. Es evidente que
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los coeficientes de Fourier que correspondan a los campos estandar no deben depender de los detalles geométricos
de la variedad compacta. Dado que el conjunto ortonormal {f(™) (%)} contiene, en general, a la funcién constante,
es claro que los campos estandar deben apuntar en esta direcciéon. Los campos sin contraparte estandar no deben
tener componente en esta direccién, pero dado que la funcién constante es par, conviene introducir una operacién
de paridad £ — —Z, en la variedad compacta. Con base en este criterio, podemos dividir la base {f™)(z)} en dos
sub-bases, una par {f ég), }(f (Z)} y una impar { (’)} Suponemos que los campos, ademds de ser periddicos en
la variedad compacta, tienen paridad definida baJo T — —Z. Entonces, postulamos que todo campo con contraparte
estdndar es par (en esta categoria cae el pardmetro de norma, mientras que todo campo sin contraparte estdndar
es impar). La paridad de los diversos objetos de la teoria en consideracién es:

A (z,—z) = A,(z, ), Ap(z,—z) = —Az(x, 2), a(z,—z) = a(z,T). (2.35)

FNV(J;7 _‘f) = +FMV(xa j)7 (236)
Fup(@, —2) = —=Fyp(z, T), (2.37)
Fop(z, %) = +Fp(z, 2). (2.38)
Las series de Fourier correspondientes son:

A, @) = [ AP +23M”fA% (2), (2.39)
5= 5”@ A;f m), (2.40)

(m)
a(r,7) = fif @ (x) +Zf 7)o (z). (2.41)

Noétese que las transformaciones anteriores producen una curvatura Fjp par, sin embargo, el modo cero no existe,

en el caso de una teoria abeliana, es decir F; Q) _

u = 0, asi las series de Fourier para las curvaturas son:

Foo(2,7) = fQFO(z) + Z Fo (@) F) (), (2.42)
Z ) (z m), (2.43)
Fup(z, ) Z Fo (@) P2 (). (2.44)

Los grados de libertad de la teoria son dados por los coeficientes de Fourier:

AP @) = [ @ 10 4,(0,3), (2.45)
AP @) = [ daf @) Au(e,3), (2.46)

A (z) = / "z f(2) A, (x, 7). (2.47)
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Estas expresiones establecen de manera explicita que el mapeo es invertible de modo que la fisica se puede ver a
través de dos ventanas energéticas. La simetria méas grande no se pierde, se oculta. Después del primer mapeo, la
accién (2.30) toma la forma:

SalAu, Ap) = —i /ddac {Fuy(x,x)F*‘”(x,x) —2F,5(x,2)F";(2,Z) + Fpp (2, 2) Fp (2, T) |, (2.48)

la cual, después de efectuar el segundo mapeo, se convierte en:

nv

m m 1 v
SR, 4@, 4] = - [ d'e { FO@FO 0

+ 37 [F (@) P (2) — 2B (@) P (o) + F2(2) F ()] } (2.49)
(m)

En las expresiones que aparecen en (2.49),
FISQV) — 3“14,(19) _ 8VA,I(LQ)7 (2.50)

es la curvatura usual de Maxwell, lo que muestra que el primer término en (2.49) corresponde a la teorfa libre usual
del grupo abeliano. Ademads,

Fi (2) = 0,AM (z) — 0,A1™ (x), (2.51)

F¥ (@) = 0,4 (x) - Y ( / 4"z fP (z)0, (x)) A (1), (2.52)
(m)

FE) = | [ @atbodon ~ uabon) 1 @015 @) | 422 o), (2.53)

(m)

se puede observar que (2.51) es una réplica de (2.50). Por otra parte, en (2.52) vemos la presencia de un término

. m ’ 2z . o 7 .
lineal en el campo Afr) (x), asi que en el término cuadrdtico que aparece en (2.49) se genera un término de masa
para este campo. La masa del campo en consideracién es dada por:

[ @ous @) (2.54)

Note que 0y fl(gm) (Z) es impar, asi que esta integral no es cero. Observe que la masa surge como consecuencia de
aplicar la derivada 9 sobre el conjunto completo de funciones de {f (m) ()}, el cual se supuso que es generado
por un operador hermitiano. Témese en cuenta que los generadores Py del grupo de las traslaciones en el espacio
euclidiano N, T'(n) satisface el algebra de Lie:

y que en el espacio de las coordenadas, actia, salvo un factor que corrige unidades, como
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mas adelante, regresaremos sobre este punto.

Como se puede apreciar de (2.53), Fjp(x) es lineal en los campos escalares, asi que el término cuadratico que
aparece en (2.49) genera las masas de los campos escalares Afim) (z). De las expresiones (2.52) y (2.53) es claro
que para definir las masas de los campos para A/(Lm) () y A/(%)(a:) es necesario especificar el conjunto de funciones
{f(m™)(z)}, para lo cual es necesario especificar la geometria de la variedad compacta. Antes de ello, conviene especi-
ficar la naturaleza de los campos AELQ) (z), AEF) (x)y A%m)(:r) con respecto al grupo de norma usual U (1, M*). Debe
notarse que el pasar del grupo extendido U(1, M**") al grupo estandar U(1, M*) estd implicito en los mapeos
realizados en el espacio-tiempo.

Para clasificar estos campos con respecto al grupo U(1, M%), el punto de partida es la transformacién de norma
del grupo extendido U(1, M*t"),

dAN (2, %) = Oz, T). (2.57)

Después del primer mapeo, esta relaciéon es desdoblada en:

Aplicando el segundo mapeo, tomando en cuenta la paridad de los campos y parametros del grupo, junto con
la ortonormalidad del conjunto de funciones {f™(z)}, tenemos:

SAQ (z) = 0,09 (), (2.60)
5A,(im) (z) = 9,0 (z), (2.61)

51451@ _ Z dnz f &) (i)aﬁf(ﬂ) (z) a(@(z). (2.62)
(m) (/ ¢ ) )

De estas expresiones podemos ver que hay dos tipos de transformaciones, unas generadas por el pardmetro «(©) (z)
y otras generadas por los pardmetros o™ (z). Llamaremos transformaciones de norma estdndar (SGT’s, por sus
siglas en inglés) a aquellas que se obtienen cuando se toman a los pardmetros excitados como alm) (z) = 0. Esto
en el sentido de que la primera de las ecuaciones (2.60) es justamente la transformacién de norma usual. Asf las
SGT’s conducen a:

5, AQ = 0,00, (2.63)
5 A =0, (2.64)
5, A =0, (2.65)

lo cual nos dice que AELQ) es el campo de norma asociado con el campo usual U(1, M*), mientras que Aftm), AEM)

se transforman como escalares (invariantes) bajo este grupo. Este hecho es importante ya que nos dice que los
términos de masa de estos campos son compatibles con la simetria U (1, M*). A las transformaciones generadas por
los pardmetros ™ (), las denominaremos transformaciones de norma (son de norma) no estdandar (NSGT’s, por
sus siglas en inglés) para distinguirlas de las transformaciones de norma asociadas del grupo U(1, M*), y hacen
patente el hecho de que existe una simetrfa mas grande, a saber, el grupo extendio U(1, M**™). Los parametros
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™) (z) son los analogos a los del mecanismo de Higgs que estdn asociados con los generadores rotos. Las NSGT’s
también estan presentes en el mecanismo de Higgs.

Las NSGT’s estan dadas por:

0
SnsAQ =0, (2.66)
5nSALm) = 9,am) (2.67)

Ons AP =3 ( / 4"z f P (z)0, fa (:e)) o™ (). (2.68)
(m)

Finalmente, de la invariancia de Fi;n (2, Z) bajo el grupo extendido U (1, M**™), se deduce que las curvaturas
F,E%), Fls,ym)7 F/E%) y F  on todas invariantes tanto bajo SGT’s como NSGT’s.

|27

Regresando al tema de la definicién especifica del conjunto completo de funciones {f (m)(f)}, considere a los
generadores del grupo de las traslaciones T'(n) como operadores hermitianos P}; = P, con ecuacién de eigenvalores
dada por:

Py |pp) = pp lpp) - (2.69)

Como consecuencia de la hermiticidad de Py, la base que genera {|p;)} es ortogonal y los eigenvalores p;; son reales.
Ahora los eigenkets de P; son también eigenkets del invariante de Casimir P? = P, P; del grupo. Esto es

P2 |pa) = 5 pp) = pupi pa) - (2.70)

Hasta aqui, nada se ha supuesto sobre la variedad espacial, la cual se supone compacta, ya que estamos en el
espacio lineal generado por la observable P2. Note que, en general, el espectro pp puede ser continuo, de hecho,
esto es lo que ocurre cuando vinculamos este espacio de momentos con un espacio de coordenadas infinito. Pero en
nuestro caso, tal espacio de coordenadas es finito.

Sea X, el operador de posicién en el espacio de coordenadas, el cual se supone que es hermitiano. La ecuacion
fundamental es:

Xplzg) = aplea), (2.71)

con zj reales y {|z;)} una base completa. En la base de las coordenadas {|z;)}, la base de los momentos {|pz)}
es representada por las eigenfunciones:

f(@) = (zalpp) - (2.72)
En la base de las coordenadas, la ecuacién (2.70) toma la forma:

Vif(z) = -p*f (), (2.73)
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cuyas soluciones son ondas planas si el espacio es infinito, lo cual da lugar a un espectro continuo pp. La si-
tuacion cambia radicalmente si el espacio es finito, como en nuestro caso, ya que las soluciones deben satisfacer

condiciones de frontera finitas, lo cual da lugar a un espectro discreto de momentos p(m)

i
pl(im) pfim) = m%m). Falta definir la geometria de la variedad compacta. No es nuestra intencién profundizar en las

, v con ello el invariante

sutilezas que involucra un proceso de compactificacién, sino que nos restringimos a mencionar los pasos esenciales.
El caso considerado aqui puede ser consultado en las referencias [18].

En un primer paso, se considera una variedad en la que cada una de las n coordenadas es unida en sus puntos
extremos para formar un cfrculo S!' de radio R (no confundir con el escalar de Ricci que comparte la misma
notacién). Se supone por simplicidad, que todas las coordenadas tienen el mismo tamaifio. Asi, nuestra variedad es
el n-toro:

S'eS'®--5 (2.74)

n factores

Pero para introducir la paridad, se incorpora el grupo ciclico Zs, el cual asigna a cada punto del circulo z5 su
antipoda —z;. Entonces, nuestra variedad es el producto directo de n orbifolds S*/Zs [22], esto es,

1 1
N — %x--~x% (2.75)
—_——

n veces

Esto en realidad nos lleva a segmentos de recta. Asi, las funciones impares son dadas por senos fo(ppzs) =
sen(ppxy) sujetos a satisfacer condiciones de frontera de Dirichlet:

27 R
sen(ppzy) =0, (2.76)
0
lo cual implica que pj es:
(m) ki ko kn
==, =, =], 2.77
P (R R R (2.77)
con ki, ks, ..., nimeros naturales. Por lo tanto
2 2 2
(m) (m) _ (k1 ko o\~

Las funciones pares son cosenos, los cuales satisfacen las condiciones de frontera de Newmann:

2TR

0

(m)

que se satisfacen con los pj;

esto es,

discretas dadas antes. Note que la funcién constante corresponde al estado con p; = 0,
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Y = (xal0). (2.80)

El conjunto completo de funciones {f(o), (m)( ), f(m)( )} estd dado en el Apéndice A.

Regresando a las expresiones F, P(L?) () y F é%) (x), dadas por las ecuaciones (2.52) y (2.53), vemos que una vez
usado el conjunto ortonormal de funciones, toman la forma:

F(@) _ %Afs%) +p§m)ALm), (2.81)
Fégl) — p,(;m)A(a@ —pE7M)Afgm)~ (2.82)

Usando estos resultados, podemos escribir la ecuacién (2.49) en términos de la siguiente lagrangiana efectiva:

1
L= 4F(O)F(O w oy Z [ (m)F(m)/w + m(m)A A(m)u}
(m)

+ Zp A(m)aﬂA(m 2 Z [a A(m 8#A(m _ AI(*LM)M[LDA(DQ)L (283)
(m) (m)

donde se ha definido la matriz de masa My = m%m)é—,, p(m)p,(,m) de la cual la traza

Tr(M] = o Maz = (n = 1)mi,,, (2.84)

revela que de los n campos escalares debido a n dimensiones extra, uno tiene masa cero y n — 1 tienen masa

degenerada, idéntica a la que adquiere el bosén de norma. Como los indices con barra toman valores i = 5,6, - - ,d,
m . . ’ . — . ’ ’ .
a los escalares Aéf) que tienen masa se les asocia subindices n = 5,6,--- ,d — 1 y el no masivo tendra el subindice

G = d asociado al hecho de que Ag;m) es un pseudo-bosén de Goldstone. La transformacién para pasar a eigenestados
de masa es ortogonal y cumple las relaciones [17]:

Oﬁﬁ’pf]/m) = m(m)5ﬁg, A%ﬂ) = Oﬁﬁ/A(m) == OﬁﬁA(m + O[LGA(C%) (285)

El resultado de la transformacién (2.85) en la expresion (2.83) es

L= 4F(O)F(O)W + Z [ (m)F(m);w + Qm% AELW)A(m)H] + Z m(m)Aﬁm)auA(Gm)
() ()
1 m m 1 m m m m
520,40 AL + 53 [0, AT AR — ml ) A AL (2.86)

(m) (m)

La expresiéon anterior constituye el resultado de la implementacién del KKM en la teoria abeliana en n di-
mensiones extra. En el siguiente capitulo se analizara la teoria de gravedad linealizada en d = 5 dimensiones o
lo que es lo mismo, con una dimensiéon extra: n = 1, por lo que es de interés acotar la discusiéon de la teoria
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abeliana exclusivamente para n = 1 y es lo que discutiremos a continuaciéon. Lo tnico que se estd omitiendo en
la conversacién al descartar las dimensiones mayores a 5 es quitar el analisis de n — 1 campos escalares de masa
degenerada.

(m)

Para una dimensién extra la masa estd definida exclusivamente a partir de ps~ como:
pE™ps™ = mi,,). (2.87)

. 0 . . m . . .
En este caso existe el campo Afj) y sus excitaciones de KK A,(f), mientras que la diferencia fundamental es
. e . m 7’ . . 7 .
que no existiran escalares masivos A%f) pues sus indices corren de 5 a d — 1, al ser d = 5 no existen tales términos.

Por su parte si estd involucrado el pseudo-bosén de Goldstone A(Gm) de tal modo que G = d = 5, asi tenemos la
lagrangianas:

1 1 1
Lo = SEOFOM 4 [ - Lt pmer Qm?m)ALm)A(m)“} 3 g A3 4G
(m)
1 (m) s 4 (m)
+5 ; B AT o ALY, (2.88)

(m)

Ahora, pasemos a la definicién de los propagadores. Primero, notamos que la teoria usual es invariante bajo

)

SGT’s. Por lo tanto el propagador de AELQ no existe. La accion del modo cero de la teoria abeliana se puede rescribir

hasta un término de superficie como:
1 1
SO = / d*z < - 4F;3>F<0>W> = / d*z §A§?) (v 9* — 0r9”) AL, (2.89)

En la accién (2.89) se puede identificar el operador A*” = N 9% — 019", el cual no tienen inverso, es decir, no
existe un operador A,, que cumpla A*A, , = idh.

Para la teorfa de norma en la que se involucra el campo A@# sin masa, en principio trabajamos con un
objeto de 4 componentes; sin embargo, sélo dos de ellas representan grados de libertad fisicos correspondientes a
dos estados de polarizacién, lo anterior porque de los 4 grados de libertad matematicos que representa A,SQ), los
pardmetros de norma estan asociados con 2 constricciones. Esto se ve reflejado en el hecho de que el operador A*”
no tiene inverso, lo que significa que el propagador no esté definido. El problema se resuelve al fijar la norma. En el
proceso de cuantizacién por integral de trayectoria, se puede ver que hay una cantidad infinita de configuraciones
de norma que dan idénticos resultados fisicos por lo que hay que quedarse con una de dichas configuraciones que
sea representativa del sistema.

Definimos una norma de tipo renormalizable, conocidas en la literatura con el nombre de R¢-gauges. De tal
forma que la accion de fijacion de norma es:

1
2a

Syp = — / 'z (9,A0m) (9,40, (2.90)

con &, el pardmetro de norma escalar, de modo que la accién con fijacién de la norma resulta ser:

SO 4 Syp = /d4x %A[(LQ) {827]‘“’ _ <1 _ ;)3”3”} AE/Q)~ (2.91)

a
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Sea k el 4-momento del campo ALQ), después de efectuar la transformada de Fourier sobre los campos de la
accién (2.91), la accién en el espacio de momentos se puede leer como:

SO 4 Sy = [k AP AAD, 292

donde el operador A*” esta definido como:
v 2 v 1 v
ARV = —F* gt + (1 — c k*EY. (2.93)

El inverso de A" es decir el tensor que cumple la siguiente expresién:
AN, = id", (2.94)

estd definido como el propagador del campo AELQ) y se presenta a continuacion:

kok,

Ayp= Moy — (1= €a) =5 | (2.95)

i
k2?2 + ie

Al comparar la expresién anterior con (1.38) de la seccién 1.2 se puede apreciar que la estructura del propaga-
dor de los campos de espin-2, sin masa, es andloga al caso de espin-1 pero con una estructura méas compleja debido
al aumento de indices de Lorentz involucrados.

Ahora, recuérdese que la parte de la lagrangiana que tiene que ver con los modos excitados es de la siguiente
forma:
E:zi—4%)ﬂ)“+2mmﬁim(ﬂ+§:mm%ﬂw&;+2ZﬁAG&%G, (2.96)
(m) (m) (m)

y es invariante bajo las NSGT’s dadas por:

A = 9 o™ (2.97)

por lo tanto, tampoco existen los propagadores para AELm) y A(Gm). El campo A(Gm> es en esencia un campo de norma

ya que estd estrechamente vinculado al campo de norma Aﬁm). Demostremos este hecho, sea la siguiente eleccion
del pardametro de norma:

Al

M (1)

m) _

ol (2.99)

donde se introduce m ;) debido a que a™) es adimensional y Aém) tiene unidades de masa. Los campos transfor-
mados estan dados por:
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(m)

A qlm) % (2.100)
(m)

Ay g, (2.101)

m)

esta es la llamada norma unitaria, en la cual se ve claramente como el escalar A(G es absorbido por el campo de

norma Aﬂm), pasando asi a formar el estado de polarizacion longitudinal. El campo A(Gm) desaparece de la teoria,
justo de la misma forma en la que los pseudo-bosones de Goldstone son eliminados en el mecanismo de Higgs. Es

en este sentido que llamamos a A(Gm) un pseudo-bosén de Goldstone. En esta norma, la teorfa toma la forma:

1
Ls = 4 O)F Opv 4 Z |: m)F m)pv 4 2m(m)A A(m)u}. (2.102)

El propagador del campo A,(im) estd ahora bien definido. Este es el propagador unitario:

N —i k,k
A L Y 2.103
= e [ (2,103

Dicho propagador es muy mal comportado a altas energias o a pequenas distancias. En efecto, en el limite
cuando k* — o0, el propagador no es cero, sino que tiende a . Este comportamiento arruina renormalizabilidad

(m)
por conteo de potencias. En general, no es un propagador adecuado para hacer correcciones radiativas. Afortuna-

damente, la naturaleza de norma del campo Aftﬂ) nos permite definir un propagador bien comportado.

De manera anéloga, a como se hizo con ALQ)7 definimos una norma de tipo renormalizable. Para ello se define
la siguiente funcién de fijacién de norma f(™) para el campo A,(Am):

Lyy = —% >l @), £ (@) = 8, A1 () — Empy AZY () (2.104)
(m)

lo cual produce un término bilineal que cancela al término bilineal que habia surgido debido al KKM, dota de masa
no fisica al pseudo-bosén de Goldstone y se hace incapié en que permite calcular el propagador del bosén de norma
masivo Am#,

m)

Al utilizar la lagrangiana de fijacién de norma (2.104), las excitaciones de KK masivas A,S y el pseudo-bosén

de Goldstone A(GM) estan gobernados por la lagrangiana con fijacion de norma:

1 m m) pr 1 2 m m)p 1 m)\2
Ls=Y" {_ ZF;;)F(—)/ + im(@AfﬂA(—)* - f(aHA;J) ]
(m) ¢

1 m m m m
+5 2 [0,AG 0 AL —em, AT AL (2.105)
(m)

El propagador del vector masivo A,(LM) se puede obtener a partir de la siguiente lagrangiana:
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1 m m v 1 m m 1 m
Lona+Lor = [— ZF;VJF(—)“ + §m?ﬂ)AL—)A(—)‘L - 2@1(8“‘4()#)2} (2.106)
(m)
La accién anterior se puede reescribir de la siguiente manera:
1 m v 1 1% m
Spna + Sgp = §/d4x DA [(62 + mfm))nﬂ - (1 - ga) "o } Alm), (2.107)
(m)

Sea k el 4-momento de las excitaciones vectoriales Aﬁm), después de efectuar la transformada de Fourier sobre
los campos de la accién (2.107), la accién en el espacio de momentos se puede leer como:

1 - -
Sma+ Sgr = / d*k 5AL@>A&)A,§@, (2.108)
(m)
donde el operador A’(‘:L) esta definido como:
1
Afpy = —(K? —mi ) )n" + (1 — 5)1@“/@”. (2.109)

El inverso de A’(‘:L), es decir el tensor que cumple la siguiente expresion:
ALY Ay m) = 6%, (2.110)

es el propagador de A,(im) y se presenta a continuacion:

- i kyk
Aty = — vy — (1 —€y) ——=L— 1. 2.111
(m)vp (k2 _ m%m)) + i€ n P ( 6 )kz I gam%m) ( )
Finalmente, el propagador para el pseudo-bosén de Goldstone Agm) es el propio de un campo escalar:
D(k) : (2.112)

TR —gm? e

Dadas las expresiones de los propagadores calculados en la norma R se puede verificar que tienden a cero en
el limite £ — oo, lo cual significa que tienen un buen comportamiento en correcciones radiativas.

En suma, se ha mostrado que tanto el KKM como el EHM otorgan herramientas para que los bosones de
norma adquieran masa y en el proceso aparecen particulas escalares con masa y sin masa. Particularmente en el
KKM maés particulas escalares masivas aparecen cuando se considera una mayor cantidad de dimensiones extra.
En los siguientes capitulos se analizara el caso de los objetos de espin-2 para d = 4 + 1 dimensiones.



Capitulo 3

Compactificacién de la Teoria de
Einstein-Hilbert linealizada en 5
dimensiones

En este capitulo se presenta la compactificacién de la teoria de Einstein-Hilbert linealizada. Se vera que a partir
de una accién en d = 4+ 1 dimensiones se recupera la teoria usual de Einstein-Hilbert linealizada en 4 dimensiones
mas un sector de campos de norma, los cuales corresponden a las excitaciones de KK del gravitén. Como se ha
enfatizado a lo largo del texto, el objetivo central es derivar el propagador de un bosén de norma de espin-2, el
cual ha sido dotado con masa a través del mecanismo de KK (KKM). Como se verd, la definicién més general
del propagador de esta particula comprende la incorporacién de campos llamados pseudo-bosones de Goldstone,
de naturaleza vectorial y escalar (asociados con la masa) y de campos ghost también de tipo vectorial y escalar
(asociados con la invariancia de norma). Este estudio serd abordado con una poderosa herramienta desarrollada
para cuantizar sistemas de norma generales, que van mas alld de las teorias de Yang-Mills. A este formalismo, el
cual representa la simetria BRST, se le conoce con el nombre de formalismo campo-anticampo.

3.1. Compactificaciéon de la Teoria de Einstein-Hilbert linealizada en
5 dimensiones

En esta seccién se tratara la compactificacion de la teoria de Einstein-Hilbert, la cual se desarrolla sobre el
espacio tiempo plano extendido M° = M* x N, donde N'' denota una variedad 1-dimensional euclidiana, deno-
minada variedad extra. La teorfa es invariante bajo el Grupo de Poincaré extendido ISO(1,3+1) y ante el grupo de
difeomorfismos extendido Diff (M?®). Suponemos que la dimensién extra tiene tamafio, denotado por R (no confun-
dir con el escalar de Ricci que comparte la misma notacién) y es muy grande comparado con las distancias en la que
la teoria méas fundamental tiene validez por lo que en la préactica se considera infinita y en igualdad de condiciones
con las dimensiones espaciales usuales. En consecuencia, a muy altas energias, muy por arriba de la escala de com-
pactificacién R~!, la simetrfa gobernante es {ISO(1,3 + 1), Dif(M®)}, la cual llamaremos la simetria extendida.
Por otra parte, a energias en el rango que van de la escala natural de la teoria usual a la escala de compactificacién
R™1, los fenémenos fisicos deben estar gobernados esencialmente por el grupo de la teorfa estandar {ISO(1,3),
Diff(M*)}. Para lograr el objetivo de construir una teorfa efectiva bajo dicha simetrfa estdndar se implementara
el KKM, el cual ha sido discutido con suficiente detenimiento en la seccién 2.2.

El cuanto asociado con el operador de campo simétrico corresponde a una particula de espin-2, la cual se
identifica con el cuanto de gravedad: el graviton, ha sido ampliamente estudiado en la literatura. La cuantizacién
de la gravedad suele combinar las técnicas desarrolladas por Feynman y De Witt y el background field method
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introducido por "t Hooft y Veltman [13, 14, 15]. En esta linea de pensamiento, una teorfa que incluye un campo de
espin-2 es la teoria de Einstein-Hilbert linealizada en la que la métrica, en un limite de campo gravitacional débil,
se descompone como la métrica de Minkowski més una perturbacién 2-tensorial simétrica hpsn .

Sea gap el tensor métrico asociado con el espaciotiempo extendido M?; el proceso de linealizacién proviene
de la siguiente expansién a primer orden en hap en el tensor métrico, con g2 el tensor métrico inverso:

gAB = NAB + I€(4+n)hAB g = T]AB — /€(4+n)hAB + K%4+n)hAChcl? + ... (3.1)

donde |hyn| < 1y K(441) s una constante que arregla las unidades del campo hap, dado que 745 es adimensional.
Sélo se trabajara con el tensor métrico inverso a primer orden en h*¥ en el entendido de que queremos una teoria
a lo sumo cuadratica en hy; . Para considerar interacciones de tres o mas gravitones hay que considerar potencias
més altas en k(441) en el tensor métrico inverso. La métrica del espacio-tiempo plano d-dimensional se representa
como MY con la convencién ny N = diag(4, —, —, ..., —) y se cumple que hMYN = nMEpNShpo Nuestra convencién

de tensor de Riemann, tensor de Ricci, escalar de Ricci y conexiones son tales que:

RN pr = OrTn — 0Ty + Ty — TEnT 2, (32)
Run = RMyp, R=g"V Ry, (3.3)

1
Iy = igRL (aMgNL + OngmrL — aLQMN)- (3.4)

A primer orden en hpsn, el tensor de Riemann y las conexiones se convierten en [24]:

K(4+1
Rynrr = % [5’1% <3NhTM - 8MhNT> —Or (5’NhRM - 8MhRN)], (3.5)
K(4+1
Ty = 7(; LRk (3LhNL +OnhmL — 5LhMN). (3.6)
Los indices mayusculos se despliegan de la siguiente manera: M = pu, g con u,v,.. = 0,1,2,3 mientras que
fi, 7, ... = 5. Podemos establecer la siguiente notacién para las coordenadas: (z#,z#) = (a2, 2%) = (x,T).

La accién de Einstein-Hilbert linealizada 5-dimensional proviene directamente de promover los objetos de 4
dimensiones (en la seccién 1 se presentan las expresiones en 4 dimensiones) de la accién de Einstein-Hilbert a
d = 4 4+ 1 dimensiones, dicha accién estd dada por:

SEHLE’)[hAB] = /d4$df£EHL5(IE,i‘) (37)

1 1 1
Lenrs(x,T) = 5 OO h™ N — op hMN o hY + iaMhlﬂaMhSS — iaMhRsﬁMhRS ) (3.8)

Como se establecid inicialmente, la simetria de norma existente en la teoria es la invariancia ante el grupo de
difeomorfismos extendido Diff(M?). Se recuerda que un difeomorfismo es un isomorfismo en variedades diferenciales,
i.e. una transformacién invertible que mapea una variedad diferencial en otra. En el caso de la presente teoria
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los isomorfismos se efectuan en el espaciotiempo extendido y el conjunto de dichos mapeos forman el grupo de
difeomorfismos extendido Diff(M?). Las transformaciones de norma 5-dimensionales de la teoria relacionadas con
Diff (M?5), son:

5hMN(I,:E) = 8M§N(x,£) + 8N€M(£l:,:f) (3.9)

donde los vectores £y de SO(1,3 + 1) son los pardmetros de norma asociados al grupo de difeomorfismos. La
transformacién (3.9) se relaciona con una transformacién de coordenadas de la forma: 2/¢ = 2¢ — c(4+1)§c, con
C(44+1) Una constante.

Para ocultar la simetria del grupo extendido en la simetria del grupo estandar, primero realizamos un mapeo de
punto, (el cual puede ser elevado sin dificultad a la categoria de mapeo candénico) que mapea objetos de SO(1,3+1)
en objetos de su subgrupo SO(1, 3):

Primer mapeo  SO(1,3+1) — {SO(1,3)}

hMN(.I,.f) — {hwj@?,.’f),hu5($,i‘),h55<$,f)}, (310)
M (z,T) — {h(z,Z), hss(z,T)}, (3.11)
fM(J?,.f) — {fu(l‘,i‘),§5($,5¢)}. (312)

Se ha usado la notacién para la traza Tr{hyny} = MNhyn = h — hss al definir h = " h,,. Una vez
efectuado el primer mapeo, bajo la perspectiva de SO(1,3) se tienen 2-tensores hy,; vectores h,s y escalares hss
que se presentan explicitamente en la siguiente accién:

Sl s, s = / d'z dz Lpprs (3.13)

en donde la lagrangiana de Einstein-Hilbert linealizada 5-dimensional se presenta a continuacion:

1 1 1 1 1
Lonis =~ l (8”}#;@}#” — OuW Oyl SO D — S0, 0 hyo 4 SO5h Dshye 285h65h>
+ ( — OB ONNS + O, h50" s + Oshs,Oshy — OshsDshps — Ouh' Dshss — 65h5”ayh55>

(= 20,R4,05h + 20,1505 hs5 + Ouh'kdsh + Bshd Dy + O Oy hss 8Hh8“h55)] (3.14)

En (3.14) los términos cuadraticos que incluyen exclusivamente a hss se cancelan idénticamente, mientras que
aquellos en donde hs5 aparece linealmente se cancelaran bajo el segundo mapeo, por lo que no hay un sector escalar.
Este aspecto es importante en la teoria y se estudiara con detalle posteriormente.

Debido al primer mapeo, las transformaciones de norma dhyn(x, Z) se separan de la siguiente forma:

Ohy(z,Z) = 0,6 (2, T) + 0,€u(x, T) (3.15)
Ohys(x,T) = 0,85(x, T) + 05&u(x, T) (3.16)
(5h55(£1)7 .’f) = 8555(I, .i‘) + 8565(.’1?, .i') (317)
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Al haber efectuado el primer mapeo se ha hecho manifiesto que la teoria es potencialmente una teoria efectiva
en la que figuran objetos tensoriales, vectoriales y escalares de SO(1,3). Sin embargo, también se puede ver que
existe una clara dependencia en la coordenada extra Z, por lo que a este nivel, la accién aiin es valida a escalas
energéticas mayores a R™1.

Para remover el caricter dindmico de A se define el segundo mapeo en el cual se establece un esquema de
compactiﬁcacién concordante con la existencia de un conjunto completo de funciones ortogonales { f(m)(f)} =
{fg (0) ( ), ém) ()} donde los subindices representan funciones pares (E) e impares (O), a su vez fég) denota
la func10n constante. La identificacién de la paridad de las funciones servird para hacer la separacién de aquellos
objetos que existen en la teorfa linealizada usual (los 2-tensores h,,) y aquellos que no (los vectores h,s y los
escalares hss). Por esto tltimo la funcién escalar debe formar parte de la base de funciones {f)(z)}. De modo
que todo objeto con contraparte estandar sera par respecto al cambio £ — —Z y aquellos objetos sin contraparte
estandar seran impares, esto es:

h#l,(fli, 75’) = h#,,(l‘,f) h#5(l', 73_3) = 7h#5($, i‘) h55($, 757) = 7h55($, i‘) (318)

Esta tltima condicién de paridad no sélo se aplica a los campos de la teoria, sino también a los parametros
de norma. Cuando se haya concretado el proceso de compactificacién de la dimensién extra, los grados de libertad
seran heredados a los objetos {h,(%) , hfjﬁ)7 hfg), h(m)}, que sélo dependen de las coordenadas usuales z, los cuales
surgen de un segundo mapeo que permite remover el papel de la quinta coordenada como una etiqueta que enumera
grados de libertad. Recuérdese que en el primer mapeo, los diversos campos que obedecen a representaciones del
grupo de Lorentz estandar atn son funciones de la quinta coordenada. Este proceso, el cual se realiza mediante
series de Fourier, nos permite finalmente ocultar la simetria extendida en la simetria estandar:

Segundo mapeo T(1,3+1) — T(1,3)

By (2, T) = +Z Fo (z)h® (), (3.19)
s (3 Z 16" @ <x>, (3.20)

hss(z, T) Z (m) (ﬂc) (3.21)

Noétese que directamente a partir de la transformacién (3.19) se puede obtener la transformacién de la traza
de h,, al contraer con el tensor métrico:

Wz, z) = fORO (z +Z £ ()R (). (3.22)

Como se ha comentado, aunque hss se cancele explicitamente en el calculo, se incluyé cual seria su segundo
mapeo para ver su efecto sobre las transformaciones de norma.
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Segundo mapeo

£u(2,7) = FPEQ () + Y 5 (@)™ (), (3.23)
(m)

Z 5 (@)e™ (). (3.24)

Por otra parte, las expresiones (3.23) y (3.24) constituyen el segundo mapeo de los pardmetros de norma, los
cuales son de tipo vectorial Q(LQ) (2), fum) (x) y escalar £ém) (z). Al aplicar este segundo mapeo a las transformaciones
de norma de las expresiones (3.15) a (3.17) y haciendo uso de la ortogonalidad de la base {f®(z)} se obtiene lo

siguiente:

Sh@(x) =9 5@ (2) + 3,EQ (), (3.25)

Shim) (x) = 0,60 (z) + 9, (), (3.26)

ShE (@) = 0 fm)(x EDY / s f§ (20515 (@)D (), (3.27)
()

Shi (z) = 0. (3.28)

Podemos apreciar que la transformacién (3.27) tiene dependencia en las derivadas de las funciones {f™(z)} por
lo que usando sus propiedades, la expresién (3.27) toma la forma:

Shgz (2) = D607 () — p g (o). (3.29)

Ahora podemos hablar de los conjuntos de transformaciones que se derivan a partir de las expresiones (3.25) a
(3.28). Se puede hacer una distincién entre transformaciones de norma estdndar y no estdndar por los diferentes

tipos de parametros de norma existentes. También se puede sustituir el valor de pém) por su equivalente m(y,)-

Las transformaciones de norma estandar (SGTs) se definen cuando §ftm) =0y féM) = 0 y toman la forma:

Standard Gauge Transformations SGT s

0shi) (2) = 0,60 (2) + 0,2 (@), (3.30)
S h(m)( ) =0, (3.31)
3% (z) = 0, (3.32)

5.0 (z) = 0. (3.33)

En las SGT s se identifican a los 5/&9) como los pardmetros de norma de la teorfa usual y se identifican a
los hfg,) como los campos de norma de gravedad estdndar. De las transformaciones anteriores se concluye que las
excitaciones de Kaluza-Klein de hf%,) , es decir, los objetos h&%), hi%) y hé? son invariantes, de modo que bajo la
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perspectiva de la teoria estandar pueden ser dotados de masa.

. . . 0
Por otra parte, las transformaciones no estandar surgen al considerar §£f) = 0 y son de la forma:

Non Standard Gauge Transformations NSGT s

SnshiD(z) =0 (3.34)
Brshis (i) = 8,652 (@) + 8,602 () (3.35)
Onshe) () = 0,E8™ (z) — M EE (x) (3.36)
OnshiE (x) =0 (3.37)

Podemos apreciar que la transformacién (3.35) tiene la misma forma que la expresion (3.30), lo cual establece
que las excitaciones de KK hﬁ%) son campos de norma y su grupo asociado es el grupo de difeomorfismos. Ade-

més, como ya se establecié que las excitaciones de KK hf%) tienen masa y son campos de norma, esto implica
la existencia de la norma unitaria. Por otra parte, la transformacién (3.36) estd vinculada con el campo vectorial

hﬁg) que es de norma debido al parametro fém) y el grupo de simetria asociado es el grupo abeliano. Un tltimo
aspecto importante a discutir es que, a partir de la contraccién del tensor métrico con las expresiones (3.30) y

. se puede obtener la variacién de las trazas h'®) y hi™) lo cual establece que en el proceso de fijacion de
3.35 de obtener la variacién de las t RO y plm) ] 1 establ 1 de fijacién d

la norma y para el propoésito del calculo de los propagadores de hftg,,) y hﬁ%), sus trazas deben ser tomadas en cuenta.

Cuando se han efectuado los dos mapeos que permiten hacer la compactificaciéon de la dimensién extra, toda la
informacién estd contenida en la lagrangiana de la teoria efectiva de Einstein-Hilbert linealizada Lgg. Un detalle
mas debe ser resuelto, las constantes asociadas con la teoria en 5 dimensiones deben ser reescaladas de modo que
coincidan con las de la teorfa usual en 4 dimensiones. La constante k(411) se relaciona con « de la siguiente forma:

2
K2 = ( féQ)> n% 1) de modo que al haber realizado la integracién de la coordenada extra sélo queda una teoria

efectiva que depende del pardmetro usual x> = 167G. En suma, después de haber efectuado el KKM, obtenemos
una teoria efectiva valida para energias del orden de la escala de compactificacién R™! y estd descrita por la accién:

S (19, e n) hE] = / d*sLumr, (3.38)
donde la lagrangiana efectiva de Einstein-Hilbert linealizada se expresa de la forma:

Lerr = Loc + Lng + Loee + Liniza, (3.39)
donde la forma explicita de estas expresiones se muestra a continuacion:

1 1 1
Log =—3 [aﬂhﬁawow —0"h@o"h© + iaﬂh@)@”h@ = iaﬂhg%aﬂh@w (3.40)

1 m m 1% m 14 m 1 m m 1 m m o
Log=-23 [auhw@h(n OGR4 L, R — Lo, b o)
(m)

1 2 m m) po m m
+3Mm) (hg;muﬂ h()h())] (3.41)
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1 m m m m
Locee = 5 3 [0 WO NE = 0,n 70z | (3.42)
(m)
1 m m m m
Limisc = 5 D P8 [20ARE MR 4 i n) — p gp(e] (3.43)

(m)

Podemos identificar que (3.40) representa a la teoria usual del campo de espin-2 sin masa, (3.41) representa a la

teoria del campo de espin-2 masivo h&%), (3.42) corresponde a un término cinético para el vector hi%) y (3.43) es

un término de mezcla entre el vector huS y el campo h&%) El caso de hfg,) va ha sido estudiado en la seccién 1.2,

por lo que ahora nos enfocaremos al estudio del campo hW .

El campo de espin-2 masivo esté representado por las excitaciones de KK h( m) y su lagrangiana (3.41). Primero,
se comentaran algunas cuestiones histéricas. Dicha lagrangiana del campo de espin-2 se desprende del trabajo de
Fierz y Pauli (FP) [8, 12]. En el trabajo original de FP [8] se propuso a priori que la traza h fuera cero con el
objetivo de ajustarse a los grados de libertad dictados por la relacién 2s + 1 para s el espin del campo en cuestién.
El término de masa que contenia sélo era proporcional a h,,h*? y ademds se incluyé el uso de un multiplicador
de Lagrange. Asi que, lo que ahora se conoce como la lagrangiana de Fierz-Pauli es una expresién diferente a la
tratada por ellos. En posteriores trabajos relacionados con la teoria de espin-2, el multiplicador de Lagrange fue
ignorado y también se omiti6 la inclusién de términos de fijacién de norma, lo cual llevé a multiples teorias en las
que el término de masa se usaba como tal y como pardmetro de fijacién de norma al mismo tiempo [27, 35]. Més
tarde se descubrié que para que la gravedad linealizada describa un sistema de espin-2 de manera consistente, en
efecto es necesaria la existencia de un término de masa, al que se le suele llamar la afinacién de Fierz-Pauli (FP
tunning), cuya estructura se muestra a continuacién:

—%m2 (hpoh®” — h?), (3.44)

donde se puede apreciar un signo negativo relativo entre la contraccién de h,,h*? y el cuadrado de su traza h?,
esto para que no aparezcan combinaciones de términos relacionados con contribuciones de espin menor (de ener-
gia negativa), llamados ghost de Boulware-Deser (BD). Ademés, ahora se sabe que sus correspondientes grados
de libertad espurios estan intimamente ligados con la inclusién de interacciones gravitacionales de mayor orden
(O(hf’w)), aunque en principio se creia que estos problemas eran inevitables en cualquier tipo de teoria de espin-2
masiva, en [11, 12] se discuten condiciones con las que se puede tener familias de teorias con ausencia de ghosts de
BD aunque con la posible presencia de otro tipo de anomalias.

Al efectuar el KKM, el signo negativo relativo, mencionado anteriormente, del término de afinacién de FP

’ m .
surge de manera natural, por lo que se verda que h,(;) propaga 5 grados de libertad, como es de esperarse. La
lagrangiana (3.41), de manera andloga al caso sin masa, se puede reescribir como una forma cuadritica en los
campos de la siguiente forma hasta un término de superficie:

/ d'z Y P [—Gop50° 4 2Gaperd’ 9P G, 5] W70
(m)

m)a 1
-3 / d'z Y hmes (mm)Gaw m(m)naﬁnvé)h( m)7é (3.45)
(m)

Las ecuaciones de movimiento provenientes de la accion anterior son las siguientes:

1 m
{ (82 +mi, )GW& +2G570,0,G 7 + Smi, )naﬁmﬁ] h — o (3.46)
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) . ) - : . : o P (m) .- )
y se verifica que esta expresién representa condiciones tales que el campo de espin-2 masivo hy,~ tiene 5 grados
de libertad, de las 10 componentes en principio independientes. En efecto, al acoplar (3.46) con Jg se obtiene la
expresion:

Dghmef _ goplm) — o (3.47)
valida exclusivamente cuando mfm) # 0. Al sustituir este dltimo término en (3.46) se obtiene la expresién:
9*h%) — 0,050 ™) +m? ) (h% — nagh) =0, (3.48)

la cual al obtener su traza resulta en h(™) = 0 y por lo tanto 6Bh(ﬂ)“ﬁ = 0. Finalmente, al sustituir esta ultima
condicion y la condicién de traza nula en la ecuacion de la que partimos se obtiene la ecuacion de tipo Klein-Gordon:

(0% +m2,,))h (3.49)
En conclusién, la expresion (3.46) es equivalente a las siguientes expresiones:

2 2 (m) 81 (m) _ m) _
(a —&—m(m))haﬁ —0, o°n™) =, pm) — . (3.50)

. . .’ m . .
La primera de estas ecuaciones expresa la evoluciéon de las componentes de hgg) y las siguientes dos representan

5 constricciones espaciales que conducen a 5 grados de libertad mencionados anteriormente. Informacién sobre las
soluciones para la ecuacion de Klein-Gordon para i ﬁ) se puede hallar en [32]. Ademds, como el gravitén masivo
tiene 5 grados de libertad fisicos, esto se refleja en un formalismo de helicidad para los objetos de espin-2 en el que
se necesitan tensores de polarizacién, denotados como €., que se construyen a partir de vectores de polarizaciéon
€4, andlogos a los que se usan en teorias de norma de campos de espin-1, y cumplen propiedades andlogas, por
ejemplo, relaciones de completez; mds informacion al respecto puede ser encontrada en las referencias [36, 37]. Las
expresiones (3.50) constituyen el resultado que Fierz y Pauli encontraron para los objetos de espin-2 simétricos
masivos (y de espin arbitrario en el que deben existir 2s + 1 grados de libertad).

Debido a la presencia del término de masa, se puede calcular el propagador de hf%)
espin-2 masivo se puede reescribir de la siguiente manera:

. La accién del campo de

/ dz > WP [—Gops0° + 2Gapend” 0P G, 5] AT
(m)

1 m)o 1 m
T4 /d4x Z hmes (m%m)Gaﬁ% - Qm%m)naﬁn%) (e, (3.51)
(m)

Al aplicar la transformada de Fourier a la accién anterior, la acciéon correspondiente en el espacio de momentos es:

Sma 42 / d*qhl) ATV LR (3.52)

donde el operador A?ﬂf ;Yé esta definido como:
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« (o34 XPOKR 1 (0%
A(ﬁgf‘s (¢* = miw)G Ao _oGeP qoquKm‘s—#im(m)n Py, (3.53)

q

. . ’ . m .
Sea la notacion d,, = 1y, — ulv o] propagador asociado con el campo de espin-2 masivo hfm), es el inverso

del tensor (3.53) y se define como:

m . .
Propagador de th) en la norma unitaria

~ 7 1 2 I‘yéAeq}\que
A = | = v v - = L | —o 2~ THY
(m) Y o — m%m) Iy {2 (777#775 + Ny Nsp 37775% ) m?m)
1 quqv Gy 9s 2 449599y
+ 3 3 (7775 57— + v m2 + 3 (m2 )2 (354)
M) (m) (m)
7 1 1 1

= [Cddsy + ~doyds, — ~d dy}. 3.55
qzm%m)Jrieb Yté +27 S 3"/5u ( )

Ahora se discute porqué a la expresién (3.55) se le nombré el propagador en la norma unitaria. Analicemos la
lagrangiana (3.42), la cual se puede reescribir como:

1
EvecG = *Z H(m)H(m)MU, (356)
(m)
donde se ha usado la notacién h( m) — (G m) y se ha definido la curvatura H,(“, Buh(Gmu) — &,h%). Como se puede

apreciar, (3.56) es un término cmetlco vectorial. Se demostrara que h( ) es un pseudo- bosén de Goldstone, razén

por la cual se hizo el cambio de notacién en su subindice 5 — G. Se demostrara que h puede ser eliminado de
la teoria por medio de una NSGT especifica. Sea la siguiente transformacion:

(m) h(Gm) (m)
m =k ™ = 3.57
g,u, m(m)) €5 9 ( )

entonces, las NSGT’s asociadas a hfﬁ}) y h(Gmu), ecuaciones (3.35) y (3.36), toman la forma:

m m 1 m m
hy) = hE + m(auh(ai) +0,hE), (3.58)
hé = 0. (3.59)

Es decir h%} forma los estados de polarizacién asociados a la masa de hg%) Asi, h%) es un pseudo-boson de Golds-
tone vectorial. La teoria resultante debe conducir al propagador unitario. Posteriormente se dardan argumentos del
porqué hé%) también es un pseudo-bosén de Goldstone, aunque no aparezca de forma explicita en la lagrangiana
efectiva LEHL.
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Ahora se identifica el término bilineal dado por la expresién (3.43), el cual se puede expresar hasta un término
de superficie como:

Lomizc = Z m(m)au (h(m);w _ nuuh(m)) h(GmV)7 (3.60)
(m)

donde se puede apreciar que no es un acoplamiento fisico por la aparicién del pseudo-bosén de Goldstone vectorial
de modo que dicho término bilineal se puede retirar de la teoria, en principio, de dos formas distintas. La primera
forma en que se puede retirar el término de mezcla corresponde con la norma unitaria, discutida anteriormente,

. . . m . ’ , . . .’
que en esencia significa hacer h(cﬁ) = 0. En dicha norma no sélo desaparece el término de mezcla, sino que también

el término cinético de hg;m). En conclusion, el propagador del campo de espin-2 masivo hft%) en la norma unitaria
estd dado por la expresion (3.55), la cual ha sido ampliamente reportada en la literatura.

Por otra parte, ndtese que si se efectia el limite de masa cero en la expresién (3.55), ésta se indefine, pues
corresponderia con no haber fijado una norma para el campo de espin-2 sin masa. Esto también ocurre, de manera
analoga, en el caso de los propagadores unitarios de la teoria abeliana. Se hace un comentario adicional al respecto
del limite de masa tendiendo a cero. Se podria pensar que la existencia de la discontinuidad vDVZ esta vinculada
necesariamente al hecho de que el limite de masa cero del propagador masivo no coincida con el propagador de
masa cero; sin embargo, se han encontrado casos con fijacién de la norma en los que aunque el propagador tenga
un limite de masa cero continuo, no significa la ausencia de la discontinuidad vDVZ [10]. El limite de masa cero
del propagador de una particula de norma masivo de espin-s no debe porque coincidir, a priori, con el propagador
del boson de espin-s sin masa, porque en esencia sus grados de libertad son diferentes, de modo que los estados de
helicidad interactiian de diferente manera. Por otra parte, la introduccién de términos no lineales a la accién de
Fierz-Pauli, es decir gravedad linealizada més el término de afinacion de FP, restauran el buen comportamiento
del limite de masa cero hacia GR, lo cual se conoce como Mecanismo de Vainshtein [12].

El interés real es calcular los propagadores de los campos de norma a través de funciones de fijacion de la norma
generales, las cuales son ttiles para hacer correcciones radiativas. Considerar una norma general implica mantener
al pseudo-bosén de Goldstone vectorial por lo que el término de mezcla entre h(c%) y hf%) se debe cancelar en lugar
de so6lo hacerse cero como en la norma unitaria. En las siguientes secciones se mostrara la forma de la funciéon de
fijacién de la norma que permite cancelar dicho término bilineal y al mismo tiempo dotar de masa no fisica a h(Gmu).
Para poder fijar dicha norma debemos estudiar el formalismo de campo-anticampo en 5 dimensiones, lo cual se

presenta en la siguiente seccion.

3.2. Simetria BRST con dimensiones extra

En esta seccion se presenta el formalismo de campo-anticampo para introducir la simetria BRST con compac-
tificacién de dimensiones extra, la discusién esta enfocada al sector de gravedad linealizada, para el caso particular
de d = 441 dimensiones. El formalismo campo-anticampo ha sido explicado en la secciéon 1.3 para 4 dimensiones y
el mecanismo de KK ha sido explicado en 2.2, por lo que haremos referencia a ambas secciones. Se vera que el modo
cero de la teoria con compactificaciéon de dimensiones extra, coincide con los resultados presentados en la seccién 1.3.

En el caso de gravedad linealizada extradimensional, los pardmetros de norma &M se incorporan como grados
de libertad con estadistica opuesta: ¢(CM) = ¢(¢M) + 1 = 1 y ntimero de ghost gh[C*] = +1. Se introduce el par
trivial: CM y BM con las siguientes propiedades: ¢(CM) = 1, gh[CM] = -1 y ¢(BM) = 0, gh[B*] = 0. Entonces
el espacio de configuracion lo definen los siguientes campos:

o4 = {(pMN oM cM pM}y (3.61)
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y sus anticampos con estadistica opuesta y ntimero de ghost definido como sigue: (®%) = e(®4) + 1, gh[®}] =
—gh[®4] — 1, de modo que se tiene el conjunto de anticampos:

®% = {hiyn, Cir, Chr Big}- (3.62)
El par trivial contribuye a la solucién propia con el término trivial:
Strivial = / d*z [BMC}yl. (3.63)
Entonces, la solucién propia mas el término trivial en 5 dimensiones es de la forma:
S = / dizdz [cEHm R (OMCN 4 9N oMy 4 G, BM] (3.64)

donde Lggs5 es la teoria de Einstein-Hilbert linealizada en 5 dimensiones que involucra a hysn. El primer mapeo
de compactificacién para ocultar la simetria del grupo extendido O(1,3+ 1) al grupo estandar O(1, 3) estd definido
de la siguiente forma:

RMN (g, 7) — {h* (2, ), h"*(z,7), K% (z,2)}, (3.65)
CM(z, ) — {C*(x,z),C°(x,Z)}, (3.66)
CM(z,z) — {CH(z,Z),C%(x,7)}, (3.67)
BM(z,7) — {B"(z, %), B®(z,%)}. (3.68)

hyn(z,T) — {hzy(x,:ﬁ),hz5 z,%),his(2, %)}, (3.69)
Ch(z, ) — {C(z,2),C5(z, )}, (3.70)
Cr(z,7) — {C‘;(m,:f),c_‘g(x,fc)}, (3.71)
B (x,T) — {B,(%,7), Bs(x,7)}. (3.72)

El primer mapeo de compactificion de dimensiones extra produce una accién propia méas el término trivial
dado por la siguiente expresion:

S = /d4xd§: [LEHLd + i (0HCY + 0V CH) 4 2075 (9" C° 4+ 9°CH) + his (0°C + 8°C°)

+CB* + C*;Bﬂ : (3.73)

de la cual podemos identificar que van a existir campos ghost tanto vectoriales como escalares. Por otra parte, para
cuantizar la teoria se debe fijar la norma, ya que la acciéon extendida con dimensiones extras es degenerada. Ya
que los anticampos no representan grados de libertad, deben ser removidos. Los anticampos se pueden remover al
introducir una funcional fermiénica de los campos, ¥[®], con nimero de ghost —1, de modo que:
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. O0U[®
Py = &IL,] (3.74)

La funcional para la teoria de gravedad linealizada extradimensional es:

U = /d4x dz CM (fM — %BM), (3.75)

nétese que tanto By como fys deben ser términos bosoénicos, con gh = 0. El mapeo de punto de SO(1,3 + 1) a
SO(1,3) de la funcién de fijacién de la norma debe ser de la siguiente forma:

fM(z,2) — {f*(z.2), f*(z,2)}. (3.76)

Establecido lo anterior, se puede efectuar el primer mapeo sobre la funcional ¥ y se obtiene lo siguiente:

U = /d%di [C“ (f# S B,L) +C° <f _& B5>} (3.77)

Ahora se realizara el segundo mapeo que oculta el papel dindmico de las coordenadas de las dimensiones extra.
Para tal propésito, de nuevo recurrimos al criterio de paridad para definir las expansiones en serie de Fourier que
constituyen el segundo mapeo. De manera ilustrativa se muestra la transformacion para las funciones de fijacién
de norma, en el entendido de que el resto de expresiones debe ser analogo:

Par:  fi(z,3) = fPFO8 37 ) (2) fn (z) (3.78)
(m)
Impar : Z fim (z)f )5 () (3.79)

Asi, las transformaciones asociadas con el resto de campos y anticampos se define de manera analoga con los
siguientes criterios de paridad:

Par = (v, Cm, Cm, BMY (3.80)
Par — {huu,C';,C'* B;} (3.81)
Impar — {5 n% C° C°, B°} (3.82)
Impar — {h#57h§5,0§,6§,B§} (3.83)

El segundo mapeo de compactificacion efectuado en (3.73) produce la siguiente accién extendida:

S = /d m{ﬁEHL +h@* (0 QY 4 grC @y N " R (grC v 4 v cmn)
(m)
+23 B (grems _ pmscmie) | GO« pOk L 37 G gmp . § c§m>*3<m>5}7 (3.84)
(m) (m) (m)
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donde Lpg; es la lagrangiana efectiva de Einstein- Hilbert producto de los dos mapeos de compactificacién de
dimensiones extra, la cual incluye las lagrangianas de h#,,, hg%), el término bilineal h(c%)

cinético de h(cﬂ Sea Ly una notacién corta para referirnos a las lagrangianas efectivas originales de la teoria,

— h&%) y el término

. . z m ’ .z .
el modo cero se puede denotar como ﬁ , mientras que los modos excitados serian Eé*), asi, la accién anterior
contiene una solucién propia mas un termmo trivial del modo cero y de los modos excitados de la siguiente forma:

SO = / d%{ﬁéo) + 1O (9O 4 v COm) 4 Cﬁ”*B””} (3.85)

glm) _ /d4m Z {Eém) + W (QrCmY 4 gr oy 4 Clm)x gl
T (Gr OIS pm iy Oém>*B<m>5}_ (3.86)

A partir de estas acciones se puede definir el sector de ghost y los términos de fijacién de la norma, tanto del modo
cero, como de los modos excitados, con el uso de la funcional ¥, producto del segundo mapeo de compactificaciéon.

Aparecen explicitamente; el ghost vectorial C'9#, asociado con hfL%) . el ghost vectorial C(™#  asociado con hf%) y
finalmente el ghost escalar C'™)% relacionado con h(Gmu).

Bajo el segundo mapeo aplicado a (3.77), se genera la funcional ¥ en la que estdn involucradas las tres tipos
de funciones de fijacién de la norma:

0y gl (3.87)
(m)
- €
O /d%cmm[fﬁ‘” S (3.88)
m ~(m m E m ~(m fh m
wm) _ /d4x{0()#[fé) ~ o) 1 gl gl _ & i (3.89)

donde ffLQ) fija la norma de h(Q#V, f,gm) fija la norma de h(W# y fém) fija la norma de h%). Se puede apreciar que
el sector del modo cero es idéntico al de la seccién 1.3. Nuestra atencién se centrard principalmente en los modos

excitados para funciones generales. Los tres parametros de norma asociados con las tres funciones de fijacién de la

norma ,SQ), ﬁm) y f5 serdn £, £, y &, respectivamente.

Como se ha establecido anteriormente, la teoria de Einstein-Hilbert linealizada con compactificacién de di-
mensiones extra produce un término bilineal espurio en el que participan el campo de espin-2 masivo h,g%) y el
pseudo-bosén de Goldstone vectorial h%} dado por la siguiente expresion:

Em,izG = Z m(m)aﬂ (h(m)uu _ nuuh(m)> h(C%)' (3.90)
(m)

La funcién de fijacion de la norma que nos permite retirar dicho término bilineal de la teoria es de la forma:
f(m _ (h(m) n,u)\h(m ) §g h(m))\ (391)

ademads, genera un término que permite calcular el propagador del campo h,(,%) y el pseudo-bosén de Goldstone
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vectorial es dotado de una masa no fisica, que permite definir el propagador para h%). Este es un escenario distinto
al analizado en la seccién 3.1, pues ahi el pseudo-bosén de Goldstone se hizo cero; esa norma unitaria permitié

calcular un propagador para h;(%) en ausencia de pseudo-bosones de Goldstone. Este sequndo escenario en donde se

considera la funcién de fijacién de la norma (3.91), provee de un propagador (no unitario) para h,g%) y un propaga-
dor de tipo unitario para la teoria de tipo Proca para h(cﬁ . Para no interrumpir la importante discusién relacionada

con la implementacién del formalismo campo-anticampo, dichos propagadores se presentaran en la siguiente seccién.

Por otra parte, al existir un término de masa para el pseudo-bosén de Goldstone h(Gﬂ“), se pierde la invariancia de

C ha visto, el lar h{Z) la teort ia de la impl i

norma. Como se ha visto, el campo escalar hs;~ no aparece en la teorfa, como una consecuencia de la implementacion
del KKM. Dadas estas condiciones, la invariancia de norma se puede introducir en la teoria por medio del truco de
Stiickelberg, el cual consiste en introducir un campo escalar, que convenientemente sera elegido como hgglm) = hgm).

El truco de Stiickelberg introduce un término cinético para hgm), asi como un término bilineal entre h(Gmu) y hgm).

Dicho término bilineal también debe ser eliminado para poder definir los propagadores de h(cﬁ) y h(Gm), por lo que

se utiliza la siguiente funcién para fijar la norma de h(c%):

fém) = 8uh(Gm)# - fh\/gm(m)h(c:m)~ (3.92)

La consideracion de la funcién de fijacién de la norma (3.92) constituye un tercer escenario, en el que no sélo

tenemos un propagador no unitario para h{%, sino que la expresién del propagador de A es dada en una norma
propag p I q p propag Gu

m)

general y ademads, asociado al campo de norma h(G 0o

Goldstone escalar h(Gm) y su propagador también estd definido. El sequndo y tercer escenarios de los propagadores

se incluye en la teoria su correspondiente pseudo-bosén de

de hg%) y los pseudo-bosones de Goldstone se presentardn en la seccién 3.3.

Dadas las dos funciones de fijacién de la norma fﬁm) y fém), ecuaciones (3.91) y (3.92), ahora se puede definir

el sector de ghost de los modos excitados. La funcién de fijaciéon de norma f,sg) fue estudiada en 1.3 y sus resultados
se incluyen aqui para poder compararlos con los de los modos excitados. Los anticampos quedan dados en términos
de los campos antighost y auxiliares, tanto del modo cero, como de los modos excitados, de la siguiente forma:

e = 28D (0,0 + Gt CD) (3.99

cO- — 6%1’((99)1 U %BLQ) (3.94)
0

O 5(21/((9; _ g 5O (3.95)

h&%)* _ % = (9,0 — muapc"ém)) (3.96)

G — % = %Bﬁm) (3.97)

B _ O & o) (3.98)
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(m). _ W m)
mo 5hu5(m) ~0, O 4 €gm ) C ) (3.99)
A _ 00y & m)
O™ = <= = Fs 5 Bs (3.100)
(m)
(m)« _ OV _ &hAm)
By = s = —5 G (3.101)

Al sustituir los valores de los anticampos en las acciones extendidas del modo cero y los modos excitados, ecuaciones
(3.85) v (3.86), se obtienen los términos de fijacién de la norma y el sector de ghost. Ya que en la seccién 1.3 al
ghost asociado con el campo abeliano se le dio la notacion C AO , entonces al ghost escalar C's (M) s 1e denotard como

m)i

C’(m) También con esa etiqueta se distinguira a fh fém) Notese que no hay lugar a confusién entre el ghost

vectorial C™# y C’h pues el primero tiene indice de Lorentz. La accién extendida del modo cero y de los modos
excitados queda de la siguiente forma:

5O _ /d4 [ £ — (9,09 +¢p, LPCOY(9HCOY 4 greOr) 4 pOk (f(o gBL(LO))} (3.102)

/d4x Z { Lo Igm) + anapc’fgm))(auc(m)v + orc@ry 4 pmn (f;(l,m) _ %’Bf]’”)
(m)

+ 28,09 C™) — 2m (1) 8, O™ C I — 2 sy CEIIHCI™ 4 264m?, , Ol O
- < (m) _ Eh B“”))B“”)} (3.103)

donde se aprecia el término de mezcla entre ghost, el cual es de tipo vector-escalar. Después de reacomodar los
términos se obtiene el sector de ghost dado por las siguientes expresiones:

Liparo = COM 0 + (1+2¢)0"9"1CP, (3.104)

Lppanm = Z {q(bm) [77“1/82 —oro” + 259’”%@)77””} C:Sm) - 201(1@820}(1@)
(m)

— 2 D O O 26 )C<m>a*‘0(m)} (3.105)

El término de mezcla no permite calcular los propagadores de los ghost asociados con las excitaciones de KK. Re-
cuérdese que el objetivo primordial es definir funciones de norma generales (de tipo renormalizables) y la eleccién
de dichas funciones genera una mezcla entre ghost vectorial y escalar. Esta situacién en el sector de ghost no es
grave en virtud de que los ghost estdn desacoplados, es decir, no se acoplan al resto de campos, esto debido a
que las transformaciones de norma del campo de espin-2 no involucran a los campos a diferencia de, por ejemplo,
los campos de Yang-Mills. Por lo tanto, ni los propagadores, ni las mezclas de ghost participan en el calculo de
correciones radiativas a un lazo. Los campos ghost no participan en los calculos de correcciones radiativas, de la
misma forma que sucede en QED.

Una vez que se eliminan los campos auxiliares B@#, Bmn Bém) de las acciones (3.102) y (3.103), con
el uso de las ecuaciones de movimiento (como se explicé en la seccién 1.3), los términos de fijacién de la norma
resultantes son:

1 1 m) 1 m
Lop = e [P O+ Y o i fer =37 o [, (3-106)
2 () 2% ) 2o
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En conclusién, los ghost encontrados por medio del formalismo campo-anticampo con compactificacién de una
dimensién extra son los adecuados, relacionados con los campos de norma existentes, aunque no juegan un papel
dindmico ya que aparecen desacoplados de los campos de norma. Los ghots se enlistan a continuacién: se tienen los

campos ghost vectoriales C’,SQ) (C,(P)) asociados con h,(%) y para los modos excitados, C’ﬁm) (C,Sm)) y C’,(lm) (C,(lm))

se asocian con h,(%) y h(c%)» respectivamente. Ademas, los términos de fijacién de la norma quedan definidos por
(3.106) y dichas expresiones permiten calcular los propagadores de los campos en normas generales, como se vera

en la siguiente seccion.

3.3. El propagador del campo de norma de espin-2 masivo

m)

En la seccion 3.1 se calculé el propagador del campo de espin-2 masivo h en la norma unitaria (expresion

(3.55)), la cual corresponde a eliminar el pseudo-bosén de Goldstone h( ) y constituye un primer escenario de
célculo de los propagadores de los campos de norma. Por otra parte, en la seccién 3.2 se discutié que existen dos
escenarios adicionales en los que se puede calcular el propagador del campo de espin-2 masivo, correspondientes
con dos funciones de fijacién de la norma (lineales) que permiten eliminar términos bilineales espurios y calcular los
propagadores de los correspondientes pseudo-bosones de Goldstone. En esta seccion se calculan dichos propagadores.

Como se vio en la seccién anterior, para fijar la norma de la teoria disponemos de tres funciones de fijacion de

norma; una asociada al modo cero f;(L que fija la norma de ha, ,([”) que fija la norma de hfw y finalmente fh

ue fij norm T En es i6n nuestro inter ntra en xcitacion .
e fija la no adeh(Gu) En esta seccid estro interés se centra en las excitaciones de KK

El término bilineal (3.90) y la existencia del término cinético para el pseudo-bosén de Goldstone h(Gm)“, (3.56)
nos permiten definir la funcién de fijacién de norma, de manera genérica como:

FaN = g (RmIA _ A pm)y ¢ A, (3.107)

la cual es lineal y genera, de acuerdo con la expresién (3.106), una lagrangiana de fijacién de la norma que se
despliega como sigue:

Lyf = 2%, Zf(m)f(m (3.108)

> { g O (3 = mah )0, (12 — i)

1) O (RN — A p(m) ) ) £gm(m)h(m)h(m)’\} (3.109)

Asi, el término de fijacién de la norma (3. 109) proporciona los términos que permiten (en orden de aparicion):

m)

calcular el propagador del campo de norma, h,“, , cancelar el acoplamiento donde participan el pseudo-bosén de

Goldstone h y el campo h,w y, finalmente, dotar de masa no fisica al pseudo-bosén de Goldstone.

Pongamos nuestra atencién en la accion de fijacién de la norma que sirve para calcular el propagador de hf%):

Sy = [t 32 G0 0 nan o, (e — e | (3.110)
(m)
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la cual corresponde con hacer ( = —1 en el término de fijacion de norma general:
1
— 4 (0) £(0)X 0 _ () 0
Syp = /d x (25 VY ) n =0 (hM +<thU). (3.111)
Recuérdese que la norma arménica consiste en hacer ( = f%, pero esa elecciéon de parametro no nos sirve para

cancelar el término bilineal (3.90).

La accién (3.110) se puede reescribir de la forma:

1 2
ng = Z /d4$ Zh(m)aﬁ |:_ (@)Gaﬁoﬁaoapanvé h(m)wé
(m)

1 as (2 1 1 1 I
- Z/d‘*ac > plmed <§> (— 5108Gops = 51oGaop + 4%5%,)%)6 9P 3, (3.112)
(m) g
La accién de hg%) con el nuevo término de fijacién de norma donde ( = —1 tiene la siguiente estructura:

) Gaﬁmaoapgﬂmé} B m)vé
g

1 1
Sm+ 81 = 7 /d41: 3 e |:_Ga,8y682 N 2(1 -2
(m)
1 o 2 1 1 1 > m
- Z /d43j (z; h(i) A (59) (_ 577045@0;)75 - 577’75G04,30p + 477a[37]ap7775>8 o h(*)’y(;

1 m)o 1 m
4 /d4z Z h(mes <m?m)G°é575 - Qm%m)naﬁn’yé) hlm)0, (3.113)
(m)

Después de efectuar la transformada de Fourier en el operador proveniente de la accién anterior y una cantidad

considerable de algebra se obtiene el propagador del gravitén h,(%) en la norma ( = —1:

(m) .
Propagador de hﬁ?) en la norma ¢ — —1

< 1 1 2 I 5>\€q>‘qTIi_ y
A su{<77 Now + Ty MnV)Q(lé)7 L
(m)yop (qg — m?m)) g \ e yvtiop = glyolin g 2 — €gm?m)
1 1 [2 2 (@-mf,)
— (T N+ —— |22 )7 b 3.114
+ T (Muv @96 + My69uqy) + e [3 e ggm?m)]quaquq } ( )

Si uno efecttia el limite del pardmetro de norma &, — oo se obtiene el propagador del gravitén unitario, co-
rrespondiente con la expresion (3.55). El caso de la norma de Landau no se puede definir por el surgimiento de una
divergencia en el limite {; — 0. También se puede ver directamente que para normas con un pardmetro arbitrario
&y # 0 al hacer el limite de masa cero, la expresién se indefine, lo que significa que el propagador del gravitén
sin masa no se puede calcular considerando el valor { = —1 en la funcién de fijaciéon de la norma. Recordando la

expresion para el propagador del campo de ghost vectorial C,(LQ) (1.71), dicha expresién también se indefine para
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¢ = —1, justamente por tener una parte proporcional a s +1’ lo cual establece una conexién: la eleccién del para-
metro ( = —1 no permite que el propagador de hf%,) exista, que al mismo tiempo tampoco exista propagador para

su correspondiente campo ghost C’LQ) y en el caso del campo de norma masivo h,(fTr,L) genera un propagador con un
limite de masa cero que diverge. Notese que esto estd relacionado con la forma del término bilineal, pues es el que
dicta la necesidad del uso de dicho valor para (.

Se ha recalcado nuestra intencién de conseguir propagadores bien comportados para realizar correcciones ra-
diativas, en el caso de ( = —1, el limite ¢ — 0o no es cero. La primera impresién podria ser que seria un propagador
mal comportado; sin embargo, que el propagador se comporte de tal forma en dicho limite es un hecho que habria
de esperarse, dado que la teorfa no es renormalizable en el sentido de Dyson. La expresién (3.114) no es la historia
completa, pues el propagador de espin-2 masivo se define por completo hasta establecer los propagadores de los
pseudo-bosones de Goldstone. Se enfatiza que ademas del primer escenario, el cual corresponde a la norma unitaria,
para el campo de espin-2 masivo, hay dos escenarios mas: en el segundo escenario se conserva el pseudo-bosén de
Goldstone vectorial, mientras que en el tercer escenario ademas del pseudo-bosén de Goldstone vectorial h(éz),
también se incluye el pseudo-bosén de Goldstone escalar hg h(m).

El término cinético del pseudo-bosén de Goldstone h(c%) aparece explicitamente en la teoria y después de

agregar el término de fijacién de la norma (3.109), h(c%) tiene una lagrangiana de tipo Proca de la forma:

L= Z{LLHELT Hm o sgmm)h(”)h“”)“} (3.115)
(m)

donde el término de masa {Qm?m) no es fisico debido a la presencia del pardmetro de norma &, y permite calcular
su propagador, definido de la forma:

X —1 quq
Ay = . |:77/w - 59;2” } (3.116)

Asi, los propagadores (3.114) y (3.116) constituyen el segundo escenario conformado por un propagador no

unitario para hﬁ%) y el propagador tipo unitario para h(c:mu)~ Este ultimo propagador puede ser utilizado para co-

rrecciones radiativas, pero encierra el problema de que no es bien comportado para altas energias. Pero sabemos
que, implicito a la presencia de un propagador unitario subyace un pseudo-bosén de Goldstone, el cual ha sido

(m)fh

retirado de la teoria. Dicho pseudo-bosén de Goldstone debe ser el campo h (Gm)' Para demostrarlo se utiliza

el truco de Stiickelberg.

Ahora establecemos el tercer escenario. Como el pseudo-bosén de Goldstone h(Gm) no aparece explicitamente
en la teoria, pues los términos que lo involucran se cancelan en el proceso de compactifiacién de la dimensién
extra, debemos introducirlo por medio de un mecanismo que modifique la estructura de norma de la teoria de una
forma conveniente. Dicho mecanismo es conocido como el truco de Stiickelberg, el cual consiste en introducir un
campo escalar de tal suerte que la nueva teoria tenga invariancia de norma. La necesidad de restaurar la invariancia
de norma proviene del hecho de que en el proceso de fijacién de la norma de h,(f,f)7 hGH fue dotado de masa (no
fisica). Regresemos a la lagrangiana (3.115). Para incorporar la invariancia de norma se introduce un campo escalar,
m)

convenientemente elegido como h(G , mediante la transformacion:

m 84}1(&)
et = pit) 4 G (3.117)

\/?gm(m) 7

de modo que la nueva teoria tiene una lagrangiana de la forma:
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L= (z; { % (0u0&2 — 0,0} (0027 — o0 nn)

(m)
1 9 (m) 3 h ) ( (m) 6“hG >:|
+ = h he'H 4+ —=— | |, 3.118

2§gm(m) ( Gpu /?g (m) G /?g (m) ( )

la cual tiene la invariancia de norma:

ShGY = 9,8, — G =g, (3.119)

VEm(m)

donde &5 es el parametro de norma que surge naturalmente en la teorfa y se presenta en la expresién (3.36). En

este caso, la norma unitaria correspond h I — t la teoria original. En est

, ponde con hacer h~ = 0, ya que entonces se recupera la teoria original. En este
sentido, nétese que el truco de Stiickelberg actiia como el inverso de la norma unitaria. La lagrangina (3.118) se
puede expandir de la siguiente forma:

£=%" [ - i (0uh2) - 0,02 ) (10227 — o0 nn)

1
Emiuh&hE ™ + \/Egmim W 0" hE + a him grple) |, (3.120)

Tt

Hemos obtenido una lagrangiana en donde ya aparece el término cinético del pseudo-bosén de Goldstone h(Gm) y
un término bilineal que lo incluye junto con h%?' Asi, como se habia comentado en la seccién 3.2, podemos definir

la siguiente funcién de fijaciéon de la norma general para h(GmM):

1 m m m m
Cor = g LI ) = 002 — 61 G 2 Ba21)
(m)

Esta lagrangiana de fijacién de norma contiene los términos que permiten: calcular el propagador de h%); cancelar

el término bilineal entre pseudo-bosones de Goldstone, introducido por el método de Stiickelberg y dotar de masa

no fisica a h(Gm):

Lyp=) {— f(a RS2 € am ) O h & RS — ghgg e hE | (3.122)
(m)

Al ser h(cﬁ) un campo de norma, se identifica el término de fijacién de la norma usual de los campos de espin-1
con un pardmetro de norma & diferente a ;:

=—— Z 9,2, (3.123)
(m)

de modo que su propagador tiene la siguiente forma:
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(m)

Propagador del pseudo-bosén de Goldstone vectorial h,G#

Awyvp = 1 y e~ (1—&n) (3.124)

q — ggm?m) q° — fhggm?m) .

Resalta el hecho de que en el polo espurio del propagador anterior surgen los dos parametros de norma
multiplicados. Finalmente la lagrangiana del pesudo-bosén de Goldstone escalar h(Gm) es:

1 m m 1 m m
=3 {2%% o - §€h£gm?@h(5)hé*) : (3.125)
(m)

de la cual se desprende el propagador:

(m)

Propagador del pseudo-bosén de Goldstone escalar

Am)(9) (3.126)

- q2 - fhfgm%m) .

Notese que al igual que en el propagador de h(c%) (3.124), también estdn involucrados los dos pardmetros de

norma &, (asociado con hgmu)) y &4 (asociado con hﬁ%)). Esto establece la profunda conexién existente entre sus
propagadores. Por simplicidad se utiliz6 sélo la letra g para referirnos de manera genérica a los 4-momentos de los
campos involucrados.

. . 7 . . . m
En conclusidn, en el tercer escenario (el mas general disponible), cuando se fija la norma para h,(;) se rompe la

invariancia de norma para h(c%) y al introducir a h(Gm) mediante el truco de Stiickelberg se introduce la invariancia

de norma para h(Gm) y h(Gm). Los tres propagadores asociados con el campo de espin-2 masivo (ecuacién (3.114))

y los pseudo-bosones de Goldstone (ecuaciones (3.124) y (3.126)) quedan definidos bajo la dependencia de los
pardmetros de norma &, y &,. Como las excitaciones de KK hi%), del gravitén usual h,ﬁ%) , obedecen a la lagrangina
de gravedad linealizada mas un término de masa apropiado para los objetos de espin-2, su interpretacién es que

son campos analogos al gravitén masivo, lo cual justifica el titulo de esta tesis de maestria.



Conclusiones y perspectivas

En esta tesis de maestria se presenté el analisis del propagador del graviton masivo en una norma de tipo
Re, con el objetivo de realizar correcciones radiativas futuras. El propagador del campo de espin-2 masivo esta
completamente definido hasta la definicién de los propagadores de sus pseudo-bosones de Goldstone asociados, de
tipo vectorial y escalar. El gravitén masivo surgié de la implementacién del mecanismo de Kaluza-Klein sobre la
teoria de gravedad linealizada con una dimension extra. Se presenté una discusién detallada del mecanismo de
compactificacién de dimensiones extra, el cual se aplico tanto a la teoria de Einstein-Hilbert linealizada, como a la
accion extendida y a la funcional fermiénica W involucrada en el formalismo de campo-anticampo para incorporar
la simetria BRST. Los propagadores del graviton y de los pseudo-bosones de Goldstone quedaron completamente
definidos. Se mostré que los ghost estan desacoplados en gravedad linealizada por lo que no generan dindmica.

Toda observable fisica (elemento de matriz S) debera ser independiente de los pardmetros de norma. En la
norma general proporcionada para el campo de espin-2 masivo podemos verificar si ciertas cantidades conocidas
en el Modelo Estdndar mantienen su caracter de observables fisicas en el entendido de ser independientes de norma.

Para definir propagadores bien comportados del campo de espin-2 masivo y sus pseudo-bosones de Goldstone
se analizaron funciones de fijacién de la norma generales (lineales), en el contexto de la simetria BRST. En el caso
de la funcién de fijacién de la norma para el campo de espin-2 masivo se mostré que son necesarios dos parametros,
uno de norma denotado como &, y el otro asociado con la participacién de la traza, denotado por ¢ y se enfatizé
que el valor de este ultimo pardmetro necesario para eliminar la mezcla entre el pseudo-bosén de Goldstone y el

campo de espin-2 masivo es ( = —1. Ante dicha eleccién, el propagador de h&%) tiene la siguiente forma:

. 1 1 2 Lisaeaq™ 1%,
Aoy = {(n Nsv + NywMspy — 5MvsN u) —2(1 - &) L
(m)yop (2 — m%m)) g \ e vl — glhyolip 972 _ fgm?m)
1 1 [2 2(@-mf,)
+ o (w4 + Mysquqy +{]q 459 qu}, 3.127
3m%m) ( 122201 YOHp ) (m?m))g 3 fg C]2 _ ggm%m) Y 12 ( )

cuyo limite ¢ — oo no es cero, por lo que a priori, no es un propagador bien comportado, hecho que cabria esperar
dado que la teoria no es renormalizable en el sentido de Dyson.

El propagador del pseudo-bosén de Goldstone h(c%) quedo definido hasta que se fijé la norma para hf%) y
se produjo una lagrangiana de tipo Proca debido a la presencia del término de masa no fisico. El propagador

resultante para h(c%) no es bien comportado por lo que se utilizé6 una funcién de fijacién de norma general para

tener propagadores mejor comportados a altas energias. En el caso del pseudo-bosén de Goldstone escalar h(Gm), su

7 . .7 . . m
sector se canceld en el proceso de compactificacién. Para construir un propagador bien comportado para h(cﬂ)a se

introdujo al pseudo-bosén de Goldstone escalar h(c%), mediante el truco de Stiickelberg, de modo que la teoria se
convirtié en invariante de norma. Una vez efectuada la fijacion de la norma tanto del campo de espin-2 masivo h,(%),

como del pseudo-bosén de Goldstone de norma h%), se pudieron calcular los propagadores de los pseudo-bosones
de Goldstone, cuyas expresiones se muestran a continuacion:
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X ? qvdp
A m)vp — vp — 1-— ) 3.128
(m)ve (¢* - ggm%m)) o~ { ¢ )q2 - 5hfgm%m) ( :
< 1

q° - ghfgm%m) .

Nétese que en ambos propagadores estan involucrados los dos pardmetros de norma &, (asociado con h(c%)) v &g
(asociado con h&%)). Esto establece una profunda conexién entre sus propagadores.

Los ghots se enlistan a continuacién: se tienen los ghost vectoriales C’ﬁg) (C,(LQ)) asociados con hf%) y para los

modos excitados, C_';(Lm) (C’l(tm)) y C_',(Lm) (C’}(LM)) se asocian con h&%) y h(cﬁ), respectivamente. Sin embargo, los ghost
no juegan un papel dinamico en la teoria pues estdn desacoplados.

Sobre nuestras perspectivas, se sabe que en la teoria cuintica de campos, la funcién beta § contiene infor-
macién sobre las constantes de acoplamiento con respecto a la escala de energia. Particularmente, para las teorias
abelianas, el signo de la funciéon 8 es positivo por lo que la interaccién es mas fuerte a pequenas distancias; en
cambio, en las teorias no abelianas la funcion 8 es negativa por lo que en ellas existe la libertad asintotica, es decir,
el valor de las constantes de acoplamiento decrece a mayores energias. En los tltimos anos ha surgido un nuevo
interés por estudiar los efectos del gravitén no masivo sobre las funciones S de las teorias escalar, vectorial y de
Yang-Mills, con resultados controversiales. Consideramos que es muy interesante estudiar las funciones 5 conside-
rando las contribuciones del gravitéon masivo, utilizando los propagadores presentados en esta tesis. Esto sera sujeto
de estudios posteriores.



Apéndice A

Integrales de las funciones {f (m)@)}

A continuacién se definen las funciones del conjunto completo de funciones { (™} y algunas de sus integrales.

Algunas de estas expresiones se presentan en [18]. Las funciones {f(™} = {f ,(EQ), ,(Em), f(()m)} tienen por argumento
a (p- ), pero a lo largo de la tesis por simplicidad sélo se expresan en términos de (Z) o se ommite su argumento si
lo permite el contexto. También se omite por economia en la notacién el superindice de Fourier en 5™ -z = p - Z.

R m,T m,_ T . .
Asuvezp-T= %11 +o B Las funciones normalizadas son:

0 _ L
Ie = V@rRy)...(27R,) (A1)

V2
V@rRy)...(27R,)
V2
V(@27R1)...(27R,)

£ ) 7 — sen(p™ . z) (A.3)

Al efectuar el segundo mapeo e integrar sobre las n dimensiones extra aparecen términos proporcionales a las
funciones f(™ pares e impares elevadas a diferentes potencias con diferentes modos de Fourier. A continuacién se
expresan las dos intengrales elevadas a la primera potencia:

27 R, 27 Ry (m) 27 R, 27 Ry (m)
/ / d"z f* (ﬁ(m) T) = / / d"z f5* (p(m) 7)) =0 (A.4)
0 0 0 0

Las integrales con funciones elevadas a la segunda potencia representan la propiedad de ortonormalidad del

conjunto completo de funciones { f ](59), ](EM) (p\m) . 7), (()m) (plm) . i‘)}

27 R, 27 Ry (m) (k)
[ e e ) 186 0 —o (A.5)
0 0
2w R, 27T R1 (m) ®)
/ / A"z fEm @(m) T f (ﬁ(k) ) (A.6)
0 0

27 R, 2w R4 ( ) (k)
_ / / "z {8 (6@ . 7) 1O (3D . 7) = 6 (A7)
0 0



o4

Si se analizan acoplamientos de més alto orden apareceran términos proporcionales a las funciones f(™ pares e

impares a la tercera potencia con diferentes modos de Fourier:

27 R, 2Ry (m) (k) (r) (0)
/ / "z fo (pm - z) f2 (3" - 2) f (0 - 7) = £ A
0 0
27 Ry, 2m Ry (m) (k) (r) (0)
/O /0 d"i”fof (ﬁ(M) - T) o (17(@ f)fﬁf (p(z) ‘T) = e AEM)

rl ) ) )
[ [ e e o e s 6 o)
0 0
2t ot (m) (k) (r)
— [ [ e )P 6 05 5) =0
0 0

donde

1
A(m) = ﬁ (5(m,1+§) + 0(r,m+s) + 5(§,1+m))

/

1
(rms) = ﬁ (5(m,£+§) + 5(Lm+§) - 5(§7£+L”))

(A.10)

(A.11)

(A.12)

(A.13)

Y también pueden aparecer integrandos de las funciones f(™) a la cuarta potencia con diferentes modos de

Fourier. Las cuales se expresan a continuacion:

Pl AL ) ) 40 p(8) (402
/ / d"zfg g fi Ei:(Ei) A(m)
0 0
27 R, 27 Ry 2
n = p(m) (k) p(r) p(s 0
/ / 'z f5 18 15 é)=(§;)) Al pirs)
0 0

2mfin 2t (m) (k) p(r) (s) )2
m -, M K r S U "
/0 /o dzfg fe' fo' fo = ( E ) (mkrs)

donde

1
A(M) = 9 (5(m,ﬁ+£+§) + 6(m+k,£+§) + 5(m+£,k+§)

+5(§7m+k+£) + 6(m+§-,k+£) + 6(m+k+§,£) + §(m+£+§£)>

1
Lnkm) ) (_5(m£+z+§) + O(mtk,r+s) T O(mtrk+s)

75(§7m+ﬁ+1) + 5(@4—@&-&-1) - 5(@+E+§7£) - 5(@-1—1—&-@&))

1
E/mkrs) = 2 (_6(m,k+z+§) - 6(m+&£+§) + 5(&+LE+§)

+6(§7m+k+£) + 6(m+§-,k+£) + 5(m+k+§,£) - §(m+£+§£)>

(A.14)

(A.15)

(A.16)

(A.17)

(A.18)

(A.19)

Las integrales de fefefefo v fefofofo se hacen cero idénticamente por los los limites de integracion.
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