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1.1.2. Sector de Higgs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 8
1.1.3. Sector de Yang-Mills . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 9
1.1.4. Sector de Yukawa . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 10
1.1.5. Sector de Corrientes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 13

2. Los decaimientos Z → γγ y Z → gg en la Extensión del Modelo Estándar 19

2.1. El decaimiento Z → γγ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21
2.2. El decaimiento Z → gg . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32
2.3. Discusión de resultados . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 33

3. Conclusiones 37

Bibliograf́ıa 39

iii





Agradecimientos

A mi hija Violeta, tremendo regalo de la vida, eres mi principal motor, gracias a ti he buscado
superarme.
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Resumen

Se estudian los decaimientos del bosón de norma débil neutro, Z, a dos fotones (Z → γγ)
y a dos gluones (Z → gg) en el contexto de la Extensión del Modelo Estándar, la cual es una
teoŕıa renormalizable que incorpora efectos de violación de CP, CPT y violación espontánea de la
simetŕıa de Lorentz. Dichos decaimientos están estrictamente prohibidos en el contexto del Modelo
Estándar por invariancia de Lorentz y simetŕıa de Bose. Se muestra que estos decaimientos ocurren
a orden de un lazo en el contexto de la Extensión del Modelo Estándar debido a la presencia de
un 4-vector constante bµ, el cual es el responsable de la violación de CPT . Se demuestra que las
amplitudes asociadas con los decaimientos Z → γγ y Z → gg son libres de divergencias ultravioletas
e invariantes bajo los grupos electromagnético, Ue(1), y de color, SUC(3), respectivamente. Se
encuentra que ambos decaimientos dependen sólo de la parte espacial del 4-vector bα.

vii





Introducción

El SME (Standard Model Extension), introducido por V. A. Kostelecky y colaboradores al-
rededor de 15 años atrás [1], es una extensión renormalizable del SM (Standard Model), la cual
parametriza, en forma independiente de modelo, posibles efectos de un rompimiento espontáneo
de la simetŕıa de Lorentz, cuya fuente tendŕıa su origen a muy altas enerǵıas, posiblemente del
orden de la escala de Planck o en alguna región intermedia entre ésta y la escala de Fermi. Esta
extensión del SM consiste en la introducción de nuevas interacciones, renormalizables en el sentido
de Dyson, que están hechas de la contracción de dos tipos de objetos. Una clase de estos objetos
consiste de N -tensores Oµ1,µ2···µN

del grupo de Lorentz SO(1, 3) construidos con los campos del
SM, los cuales son invariantes bajo el grupo de norma del modelo SUC(3) × SUL(2) × UY (1). El
otro tipo de objetos consiste de N -tensores constantes de Lorentz, kµ1,µ2···µN

, los cuales repre-
sentan direcciones especiales en el espacio-tiempo, que pueden haberse originado de rompimientos
espontáneos del grupo SO(1, 3), esto es, son pedazos o valores esperados en el vaćıo de campos del
mismo rango. Dado que estos campos primarios, incluidos los bosones de Goldstone que resultan
de los generadores del grupo que son rotos, no son incorporados en la teoŕıa de bajas enerǵıas, el
SME es una teoŕıa efectiva. Dado que no se toman en cuenta todos los ingredientes de la teoŕıa
más fundamental, el SME podŕıa igual ser vista como una teoŕıa que incorpora efectos de violación
expĺıcita de la simetŕıa de Lorentz. En esta tesis, se supondrá que la nueva f́ısica surge debido a
un rompimiento espontáneo de la simetŕıa de Lorentz, aśı que los objetos constantes kµ1,µ2...µN

se transforman tensorialmente bajo SO(1, 3). Entonces, la lagrangiana del SME puede ser escrita
simbólicamente como

LSME = LSM +
M
∑

i=1

OCPT−even
i +

N
∑

i=1

OCPT−odd
i , (1)

donde LSM es la lagrangiana del SM, en tanto que los invariantes O que respetan, OCPT−even
i , o

violan, OCPT−odd
i , la simetŕıa discreta CPT están dados por

Oi = (ki)
µ1,µ2···µNOµ1,µ2···µN

. (2)

Uno de los aspectos importantes de esta formulación es que introduce efectos de violación de CPT ,
el cual es un ingrediente esencial en la construcción de la teoŕıa cuántica de campos, cuya viola-
ción está estrechamente vinculada a la violación de la simetŕıa de Lorentz [2]. Otra caracteŕıstica
importante de este modelo es que no sólo modifica y da origen a nuevos vértices, sino que además
cambia la estructura de las ecuaciones de movimiento y propagadores de los campos vectoriales y
espinoriales conocidos, lo cual se convierte en un problema técnico interesante en el ámbito de las
correcciones radiativas.

El objetivo de esta tesis de maestŕıa consiste en estudiar, en el contexto del SME, algunos
acoplamientos entre bosones neutros del SM, a saber, gluones g, el bosón débil Z y el fotón, los
cuales están prohibidos o son poco probables dentro del SM. Espećıficamente, nos enfocaremos en
los decaimientos Z → γγ y Z → gg. Estos decaimientos están prohibidos en el SM por el teorema
de Landau-Yang [3], el cual establece que un bosón vectorial con masa en reposo no puede decaer
en un par de bosones vectoriales de masa cero. Este teorema tiene su fundamento en el grupo de
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las rotaciones. Es importante notar que un bosón vectorial (esṕın 1) con masa tiene tres estados de
polarización, a saber, dos transversales y uno longitudinal; mientras que una part́ıcula del mismo
esṕın pero sin masa en reposo presenta sólo las dos polarizaciones transversales. En relación con
esto, cabe mencionar que el decaimiento de una part́ıcula de este tipo en un bosón vectorial con
masa y otro de masa nula o en dos bosones vectoriales con masa, no está prohibido por este
teorema. Aśı, por ejemplo, en teoŕıas más allá del SM que predicen la existencia de nuevos bosones
de tipo Z, comunmente llamados Z ′, los decaimientos Z ′ → Zγ y Z ′ → ZZ están permitidos [4].

Aunque prohibidos en el SM a todo orden de la serie perturbativa, estos decaimientos podŕıan
ocurrir en el contexto del SME como consecuencia de la presencia de tensores de Lorentz constantes,
que eventualmente podŕıa inducir a orden de un lazo acoplamientos del bosón Z con dos fotones
o con dos gluones. Estos acoplamientos no pueden generarse a nivel de acción clásica (nivel de
árbol) en la versión renormalizable del SME, ya que los acoplamientos en consideración son, por
la invariancia de norma electromagnética en un caso y por la invariancia del grupo de color en el
otro, no renormalizables. En efecto, debido a estas simetŕıas, la dimensión mı́nima posible de estos
acoplamientos es 5 en unidades de masa, lo cual está fuera del criterio de Dyson. En consecuencia,
dichos decaimientos, si ocurren, deben generarse como una fluctuación cuántica de un lazo o más
altos órdenes. Dado que el SME es renormalizable, las amplitudes asociadas con dichos decaimientos
deben ser libres de divergencias ultravioletas al primer orden que se generen.

La parte de la lagrangiana del SME que será considerada para investigar estos decaimientos
está dada por

L(1)
SME = LSM + LMod

SM , (3)

donde LMod
SM es una parte de la lagrangiana completa del SME [1] dada por

LMod
SM = ψ̄ (γµbµγ5)ψ, (4)

con ψ un espinor que representa un leptón cargado o quark, en tanto que b es un 4-vector cons-
tante. Este término bilineal en los campos espinoriales será tratado como una perturbación, la
cual será insertada en propagadores de leptones o quarks. De darse, estos decaimientos deben ser
inducidos por triángulos en los que circulan leptones cargados o quarks. Efectos de orden de un
lazo inducidos por este término que viola CPT han sido estudiados recientemente en la referencia
[5].

La tesis ha sido organizada de la siguiente manera. En el caṕıtulo 1 se presenta una breve
descripción del sector electrodébil del SM. En el caṕıtulo 2 se presenta la contribución de esta tesis.
Se presenta con detalle la forma en que fueron evaluadas las amplitudes de los decaimientos Z → γγ
y Z → gg, incluyendo las reglas de Feynman necesarias para la realización de los cálculos, aśı como
una interpretación de lo que se entiende por invariancia de norma bajo los grupos involucrados.
En este mismo caṕıtulo, se presentan resultados numéricos para las razones de las fracciones de
decaimiento como funciones de la magnitud del 4- vector constante b. Finalmente, en el caṕıtulo 3
se presentan las conclusiones del trabajo.



Caṕıtulo 1

El Modelo Estándar

En este caṕıtulo se presenta una breve descripción del Modelo Estándar, centrándonos en
el Modelo Electrodébil, cuyo desarrollo hace intuitiva la necesidad de introducir el rompimiento
espontáneo de la simetŕıa de norma [6] y a partir de éste se estudian por separado los sectores de
la teoŕıa [7].

Descripción del Modelo Estándar

El Modelo Estándar es la teoŕıa cuántico-relativista de las interacciones fuerte y electrodébil
entre las part́ıculas elementales. La teoŕıa está basada en un principio de norma, en el cual todas las
fuerzas de la naturaleza son mediadas por un intercambio de campos de norma del correspondiente
grupo de simetŕıa local. El grupo de simetŕıa del ME es la simetŕıa local

SUC(3)× SUL(2)× UY (1).

En la teoŕıa cuántica de norma descrita por el grupo SU(N), hay N2 − 1 bosones de norma.
El grupo SU(3) es el grupo de norma de la teoŕıa de las interacciones fuertes conocida como
Cromodinámica Cuántica. El campo de norma sin masa de esta teoŕıa es conocido como gluón. El
grupo SU(3) tiene ocho generadores y esto significa que hay ocho tipos gluones predichos por la
teoŕıa.

La parte de SU(2)×U(1) es un poco más complicada. Se podŕıa esperar que U(1) se refiriera al
electromagnetismo, con su único bosón de norma sin masa, el fotón. Y entonces SU(2) se debeŕıa
referir a la interacción débil. El grupo SU(2) tiene tres generadores de simetŕıa de norma, y eso
daŕıa tres bosones de norma sin masa para mediar la fuerza nuclear débil. Pero esto no es aśı.

La fuerza nuclear débil es una fuerza de corto alcance, comportándose como si los bosones
de norma fueran muy pesados. Con el fin de hacer que una teoŕıa invariante de norma funcione
para la fuerza nuclear débil, se tuvo que idear una manera de hacer bosones de norma pesados
en una forma que no se destruyera la consistencia de la teoŕıa cuántica. El método es llamado
rompimiento espontáneo de la simetŕıa, donde bosones de norma sin masa adquieren masa por
el hecho de interactuar con un campo escalar llamado el campo de Higgs. La teoŕıa resultante
tiene bosones de norma masivos, pero todav́ıa conserva las propiedades agradables de una teoŕıa
completamente invariante de norma donde los bosones de norma normalmente seŕıan sin masa.

Finalmente, la teoŕıa exitosa es llamada teoŕıa electrodébil, ya que las fuerzas electromagnética
y nuclear débil se mezclan en una simetŕıa de norma general SU(2)× U(1). Las interacciones del
campo escalar mezclan los cuatro bosones de norma sin masa, y afuera de la mezcla, terminan
siendo tres bosones de norma masivos, ahora llamados el W+, W- y Z, y un bosón de norma sin
masa, el fotón, el portador de la fuerza electromagnética. La única simetŕıa de norma restante
expĺıcita es la U(1) del electromagnetismo.
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CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR

Esta descripción se resume diciendo que la simetŕıa SU(3)×SU(2)×U(1) es espontáneamente
rota a SU(3)× U(1) a la escala electrodébil de alrededor de 100 GeV.

Contenido de part́ıculas

De acuerdo con el Modelo Estándar, part́ıculas elementales son aquellas que no poseen estructu-
ra interna, pueden ser fermiones o bosones de norma. Existen dos tipos de fermiones fundamentales
(de esṕın S = 1

2~ = 1
2 ), los quarks y los leptones, los cuales se consideran los constituyentes básicos

de la materia, que interactúan entre ellos v́ıa bosones de norma. Los leptones participan solamente
en las interacciones electrodébiles, mientras que los quarks participan en las interacciones fuertes
y electrodébiles.

Por otro lado, desde 1957 se confirmó experimentalmente que las interacciones débiles violan
paridad, es decir, la reflexión especular de un proceso de interacción débil no es en general un
proceso de interacción débil permitido, de modo que las interacciones débiles muestran quiralidad1.

Las interacciones no invariantes bajo paridad para fermiones se pueden construir dando dife-
rentes interacciones a las componentes levógiras y dextrógiras de los fermiones; estas componentes
son las partes proyectadas por PL = 1

2 (1−γ5) y por PR = 1
2 (1+γ5) del fermión, respectivamente2.

Un campo de Dirac, ψ, representando un fermión, puede ser expresado como la suma de su parte
levógira, ψL = PLψ, y su parte dextrógira, ψR = PRψ. Entonces el agrupamiento de los fermio-
nes en familias aparece como consecuencia de que la interacción débil distingue entre estados de
helicidad de los mismos.

Los fermiones fundamentales levógiros o izquierdos son agrupados en dobletes de SUL(2) (sin
tomar en cuenta el ı́ndice de color):

Li =

(

νi
li

)

L

, Qi =

(

ui
di

)

L

; (1.1)

y los fermiones dextrógiros en singletes:

lRi, uRi, dRi, (1.2)

donde i (= 1, 2, 3) es el ı́ndice de familia o generación, li = e, µ, τ ; νi = νe, νµ, ντ ; ui = u, c, t;

di = d, s, b. Entonces, por ejemplo, la primera familia de fermiones

(

νe
e

)

,

(

u
d

)

, se separan

en sus partes izquierdas y derechas:
(

νe
e

)

L

, eR,

(

u
d

)

L

, uR, dR.

Cabe notar que no existen los neutrinos dextrógiros en el ME.
Aśı pues, las componentes izquierdas se transforman como dobletes bajo el grupo SUL(2) y las

componentes derechas como singletes:

L′
i = exp

[

−iαi(x)
σi

2
+ iβ(x)

Y

2

]

Li, (1.3)

l′Ri = exp

[

iβ(x)
Y

2

]

lRi, (1.4)

Ya mencionadas las tres familias de fermiones fundamentales, cabe decir que los quarks no
pueden ser observados de manera aislada, son componentes de part́ıculas compuestas llamadas

1Un fenómeno quiral es aquel que no es idéntico a su imagen especular o más precisamente si éste no puede
ser mapeado a su imagen especular por rotaciones y traslaciones solamente. La quiralidad es una propiedad que es
invariante frente a transformaciones de Lorentz.

2γ5 = −iγ0γ1γ2γ3, y γµ (µ = 0, 1, 2, 3) son las matrices de Dirac.
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CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR

hadrones, son las más masivas entre las part́ıculas básicas de la naturaleza. La familia de los
hadrones incluye a los fermiones conocidos como “bariones” y también a los bosones conocidos
como “mesones”. Los bariones son los “nucleones” (neutrones o protones) ordinarios y los llamados
“hyperones” (descubiertos en chaparrones de rayos cósmicos y en aceleradores de part́ıculas). Los
mesones son los piones (encontrados en trazas de rayos cósmicos) y muchos otros primos mesónicos
del pión. Desde finales de la década de 1940 se han descubierto muchos hadrones, tales como: Λ0,
Σ±, Σ0, Ξ−, Ξ0, ∆++, ∆±, ∆0, Ω−, ρ0, ρ±, ω0, η0, K±, K0, y numerosas versiones más pesadas.
Esto hubiera sido desconcertante si no fuera por el hecho de que se observó que se agrupaban en
ciertas familias, llamadas multipletes. Se obtuvo una buena comprensión de la naturaleza de estos
multipletes sobre la base de que tales multipletes proporcionan representaciones del grupo SU(3).

Interacciones y cargas

Las interacciones son debido a propiedades fundamentales de la materia: masa (interacción
gravitacional), carga eléctrica (interacción electromagnética), color (interacción fuerte) y carga
débil (interacción débil). A cada una de esas propiedades se les llama carga (representaciones del
grupo que define la fuerza).

En el caso de la interacción débil existen dos tipos de cargas que intervienen, llamadas car-

ga isotópica débil o isosṕın débil, T 3 (T 3 = σ3

2 es el generador de SUL(2) en la representación
fundamental), e hipercarga débil, Y .

Ahora, en el caso de los quarks se tiene una caracteŕıstica misteriosa y es que tienen que poseer
carga eléctrica fraccionaria (en unidades de la carga del protón), teniendo los quarks tipo up (u,c,t)
carga igual a 2/3 y los tipo down (d,s,b) -1/3.

Debido a estos valores de las cargas eléctricas de los quarks y el hecho de que nunca se observan
quarks aislados, no se consideraban como part́ıculas reales, sino que simplemente proporcionaban
una manera de contabilizar convenientemente las diferentes representaciones de SU(3). No obs-
tante, la contabilidad sólo funcionaba si los quarks se trataban como entidades que satisfaćıan la
“estad́ıstica equivocada”, es decir, hab́ıa que fingir que los quarks son “bosones” para que los mul-
tipletes salieran bien y no fermiones que parećıa exigir el teorema esṕın-estad́ıstica. Por ejemplo,
uud no se distingue de udu; más aún, estados con dos quarks del mismo tipo, tales como uuu y
uud, no desaparecen idénticamente, que es lo que haŕıan en el caso de un estado antisimétrico para
el que fuera válido el principio de Pauli. Además, el hecho de que el esṕın sea 3/2 significa que
los espines de los tres quarks (cada uno de valor 1/2) están alineados, de modo que hay simetŕıa
completa por lo que se refiere al aspecto de esṕın del estado. Si los quarks se comportaran como
fermiones, entonces tendŕıamos antisimetŕıa, y no simetŕıa, bajo el intercambio de los quarks, lo
que es incompatible con esta imagen.

La forma de tratar este problema en el ME consiste en exigir que cada sabor de quark se
dé también en tres (denominados) “colores”, y que cualquier part́ıcula real, compuesta de quarks,
debe ser completamente antisimétrica en el grado de libertad de color. Esta antisimetŕıa pasa
por alto los propios estados de quarks, de modo que la antisimetŕıa entre quarks (fermióni-
cos) individuales se convierte efectivamente en simetŕıa en una part́ıcula de tres quarks. Los
colores no se manifiestan nunca en part́ıculas libres, de modo que el color es esencialmente
“inobservable”. Cualquier part́ıcula libre debe tener un “color neutro”. Por ejemplo, no se
tienen tres versiones diferentes de la part́ıcula ∆+, dependiendo de que color sea el quark d
en “uud”. La antisimetŕıa en el grado de libertad de color, para part́ıculas libres reales, lo garantiza.

Ahora bien, las interacciones fundamentales tienen lugar gracias a que las part́ıculas que in-
teractúan intercambian otras part́ıculas entre śı. Esas part́ıculas mediadoras son los fotones en
la interacción electromagnética, los gluones en la interacción fuerte, las part́ıculas W+, W− y Z
en la interacción débil. Es decir, part́ıculas eléctricamente cargadas interactúan intercambiando
fotones, part́ıculas con carga de color interactúan intercambiando gluones, part́ıculas con carga
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CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR

débil intercambian part́ıculasW+, W− y Z. A estas part́ıculas mediadoras se les llama bosones de
norma (tienen esṕın 1) y son la cuantización de los campos de norma asociados a los tres grupos de
norma involucrados3. A las interacciones entre bosones de norma electrodébiles y fermiones se les
conoce como: corrientes cargadas, en el caso de los acoplamientos de los W±, y corrientes neutras
en el caso de los acoplamientos del Z y del γ.

Anteriormente se comentó que existen dos tipos de carga para la interacción débil (T 3 y Y ), y

por lo tanto dos tipos de interacción débil. T 3 (T 3 = σ3

2 , con σ3 la matriz de Pauli) está asociada a
la interacción débil cargada, mediada por los bosonesW±, mientras que Y lo está a una interacción
débil neutra. Lo que ocurre es que estos dos operadores de carga y el operador de carga eléctrica
(Q) no son independientes sino que están ligados por la relación

Q = T 3 +
Y

2
. (1.5)

Esta relación es crucial en la descripción unificada de las interacciones electromagnética y débil
(el isosṕın débil es un complemento de la hipercarga débil, lo cual unifica interacciones débiles con
electromagnéticas).

En una interacción débil cargada, mediada por los bosones W±, un leptón de un determinado
sabor (electrón, muón o tau) se transforma en el neutrino correspondiente emitiendo un W−

(o viceversa, emitiendo un W+). Lo mismo sucede para las antipart́ıculas correspondientes
(cambiando el signo de la carga de W en cada caso) y para la carga de isosṕın débil. Cada par
(e, νe), (µ, νµ), (τ, ντ ), forma lo que se denomina un doblete de isosṕın débil, siendo el valor
de isosṕın débil -1/2 para los leptones cargados negativamente y 1/2 para los neutrinos. Pa-
ra el caso de los quarks, el valor del isosṕın débil es de 1/2 para los tipo “u” y -1/2 para los tipo “d”4.

Hipercargas de leptones y quarks

A continuación se calcula el valor de la hipercarga débil a partir de la carga eléctrica Q y el
isosṕın débil T 3, para leptones y quarks izquierdos (Li y Qi):

Qνi = 0 = 1
2 + Y

2
Qli = −1 ≡ − 1

2 − 1
2

}

⇒ YLi
= −1,

Qu = + 2
3 = 1

2 + Y
2

Qd = − 1
3 ≡ − 1

2 + 1
6

}

⇒ YQi
=

1

3
;

ahora para leptones y quarks derechos (lRi
, uRi

, dRi
):

QlRi
= −1 = 0 +

Y i
R

2
⇒ Y i

R = −2, (1.6)

QuRi
=

2

3
=
Y u
R

2
⇒ Y u

R =
4

3
, (1.7)

QdRi
= −1

3
=
Y d
R

2
⇒ Y d

R = −2

3
. (1.8)

(1.9)

3Además de los bosones de norma existe otro bosón el cual tiene esṕın cero, no posee carga eléctrica ni carga de
color. Surge en el modelo como un remanente del mecanismo de Higgs y se acopla con todos los fermiones en forma
proporcional a sus masas, y puesto que este tipo de interacciones no cambia la carga de los fermiones, se dice que
son corrientes neutras

4Note que al separar a los fermiones en partes izquierda y derecha, sólo las partes izquierdas siguen siendo
dobletes de SU(2), entonces los singletes tienen isosṕın débil cero

4
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1.1. La Teoŕıa Electrodébil

El modelo electrodébil es una teoŕıa de norma de las interacciones electrodébiles cuyos grados
de libertad fermiónicos de entrada son part́ıculas quirales sin masa de esṕın un medio. Esto tiene
la estructura de grupo SUL(2) × UY (1), donde SUL(2), UY (1) representan el isosṕın débil y la
hipercarga débil, respectivamente. El sub́ındice ‘L’ en SUL(2) indica que entre fermiones, solamente
los estados izquierdo se transforman de manera no trivial bajo isosṕın débil.

El sector electrodébil se divide en dos partes, una que contiene únicamente campos bosónicos
(W±, Z, γ, H) y otra que contiene mezclas de bosones con fermiones. La parte bosónica se divide
a su vez en los sectores de Higgs y de Yang-Mills. La parte bosónica-fermiónica se divide también
en dos sectores, de Yukawa y de corrientes,

LTED = LH + LYM + LY + LC . (1.10)

A continuación se presentará una breve descripción de la construcción de una teoŕıa de norma
de las interacciones electrodébiles, el modelo Weinberg-Salam-Glashow. Se empezará observan-
do la necesidad de un sector de Higgs y del rompimiento espontáneo de la simetŕıa SUL(2)×UY (1).

1.1.1. El rompimiento espontáneo de la simetŕıa electrodébil

El sector de Yang-Mills caracteriza la estructura no Abeliana del grupo electrodébil. Los campos

bosónicos de norma que se acoplan al isosṕın débil y a la hipercarga débil son
−→
Wµ = (W 1

µ ,W
2
µ ,W

3
µ)

y Bµ respectivamente, con los cuales se construyen el tensor de campo de SU2 y de U(1),

Wµν = ∂µWν − ∂ν Wµ + i g [Wµ, Wν ], (1.11)

Bµν = ∂µBν − ∂ν Bµ, (1.12)

donde Wµν = T aW a
µ . Eliminando los generadores de la primera ecuación, se obtiene el tensor de

campo de Yang-Mills en su forma más conocida,

W a
µν = ∂µW

a
ν − ∂ν W

a
µ + g εabcW b

µW
c
ν ; (1.13)

el cual, junto con el tensor de campo de U(1) se transforman en forma covariante bajo el grupo
electrodébil,

W ′
µν = U Wµν U

†, donde U ∈ SUL(2),
B′

µν = Bµν .
(1.14)

Estos objetos covariantes contribuyen a la parte puramente de norma del lagrangiano,

L
Y M = −1

2
Tr[Wµν W

µν ]− 1

4
Bµν B

µν ,

= −1

4
W a

µν W
µν
a − 1

4
Bµν B

µν , (1.15)

donde se han normalizado los generadores, Tr[T a T b] = δab/2.

Por otro lado las interacciones de los fermiones con los bosones de norma dan lugar a lo que se
conoce como corrientes cargadas y neutras. El sector de corrientes se descompone en dos partes,
una que tiene que ver con los quarks solamente, y la otra con los leptones.

El lagrangiano invariante de norma se puede escribir como

L
c = L

c
l + L

c
q , (1.16)

5
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donde L c
l y L c

q están dados por

L
c
q = i Q̄ ′

i γ
µDµQ

′
i + i ū ′

R i γ
µDµ u

′
R i + i d̄ ′

R i γ
µDµ d

′
R i, (1.17)

L
c
l = i L̄ ′

i γ
µDµ L

′
i + i l̄ ′R i γ

µDµ l
′
R i, (1.18)

los cuales conservan el sabor en términos de los eigenestados de norma, que son los campos prima-
dos. En estas dos partes que componen el sector de corrientes existe una suma sobre el ı́ndice de
sabor i, es decir, hay suma sobre isodobletes débiles izquierdos e isosingletes débiles derechos.

Debido a que los fermiones quirales derechos no se acoplan al isospin débil, su derivada cova-
riante tiene la forma simple

Dµ = ∂µ − ig′
Y

2
Bµ, (1.19)

esta expresión sirve para definir la constante de acoplamiento g′ asociada a UY (1). Su normalización
es dictada por nuestra convención para la hipercarga débil Y . Y

2 Bµ es el generador (campo de
norma) asociado al grupo UY (1). La correspondiente derivada covariante en la representación
fundamental para los dobletes de SUL(2) es

Dµ = ∂µ − ig
σa

2
W a

µ − ig′
Y

2
Bµ. (1.20)

donde a = 1, 2, 3, y g es la constante de acoplamiento del grupo de norma SU(2). En esta
expresión σa

2 es el generador asociado al grupo SUL(2).

Las ecuaciones anteriores definen una teoŕıa de norma de isosṕın débil e hipercarga débil con-
sistente matemáticamente. Sin embargo, no es una teoŕıa electrodébil de la naturaleza f́ısicamente
aceptable debido a que los fermiones y bosones de norma permanecen sin masa y la simetŕıa elec-
trodébil no permite la introducción expĺıcita de términos de masa para ningún tipo de part́ıcula.
Por lo que un sector de Higgs debe ser agregado a los lagrangianos anteriores para llegar al modelo
electrodébil de Weinberg-Salam. Entonces introducimos en la teoŕıa un doblete complejo

Φ =

(

φ+

φ0

)

(1.21)

de campos de Higgs de esṕın cero, con las asignaciones de carga indicadas. Los cuantos de estos
campos llevan entonces una unidad de hipercarga débil cada uno. En las interacciones con el Higgs
hay dos clases de términos, LHN y LHF , los cuales contienen los acoplamientos de Higgs-campos
de norma y Higgs-fermión, respectivamente. El primero es escrito como

LHN = (Dµ Φ)
†(Dµ Φ)− V (Φ†,Φ), (1.22)

donde

DµΦ = (∂µ − ig
σa

2
W a

µ − ig′
Y

2
Bµ)Φ, (1.23)

y V es la autointeracción del campo de Higgs

V = µ2(Φ†Φ) + λ(Φ†Φ)2, (1.24)

µ es un parámetro en unidades de masa y λ > 0 es un número real y adimensional, por lo demás
son parámetros arbitrarios.

6
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Por otro lado tenemos la interacción Higgs-fermión o sector de Yukawa, corresponde a invarian-
tes electrodébiles de dimensión cuatro que se pueden construir con los dobletes izquierdos de los
fermiones, los singletes derechos y el doblete de Higgs. Para el caso de los leptones, considerando
que no existen los neutrinos derechos, νR i, podemos escribir el siguiente invariante de Lorentz y
electrodébil:

−Y l
ij L̄iΦ lRj + h.c., (1.25)

Considerando que en el caso de los quarks, existen estados derechos para los dos miembros del
doblete izquierdo, es necesario considerar otro objeto que se transforme covariantemente bajo
SUL(2) × UY (1),

Φ̃ = iσ2 Φ∗ =

(

0 1
−1 0

) (

φ−

φ0∗

)

=

(

φ0∗

−φ−
)

. (1.26)

El lagrangiano renormalizable más general para la interacción Higgs-fermión es

LHF = −Y u
ij Q̄

′
i Φ̃u

′
Rj − Y d

ij Q̄
′
iΦd

′
R j − Y l

ij L̄
′
i Φ l

′
Rj + h.c., (1.27)

en el que existe suma sobre los ı́ndices de sabor i, j. Las constantes de acoplamiento Y l
ij , son

componentes de matrices 3 × 3 completamente arbitrarias, se les conoce con el nombre de
constantes de Yukawa, las cuales son adimensionales. La no conservación del sabor de este
lagrangiano viene del hecho que las matrices Yu y Yd no están sujetas a ningún tipo de restricción
y en particular no son diagonales.

En cierto sentido, el potencial de Higgs (V ) y el acoplamiento Higgs-fermión (LHF ) se en-
cuentran fuera de nuestro principio rector de invariancia de norma porque ninguno contiene un
campo de norma. Sin embargo, no hay ningún principio que proh́ıba este tipo de contribuciones,
y su presencia es fenomenológicamente requerida. Además, hay que tener en cuenta que cada uno
está escrito en forma invariante de SUL(2)× UY (1).

Entonces, la generación de masa para fermiones y bosones de norma procede del rompimiento
espontáneo de la simetŕıa SUL(2)× UY (1). Para empezar, obtenemos la configuración de mı́nima
enerǵıa para el doblete de Higgs minimizando el potencial V ,

∂V

∂Φ† = 0 ⇒
[

µ2 + 2λ(Φ†Φ)
]

Φ = 0. (1.28)

Interpretamos este estado base en términos del valor esperado en el vaćıo, denotado por un sub́ındice
cero. La Ec. (1.28) tiene dos soluciones, la trivial, con un estado de vaćıo único 〈Φ〉0 = 0 que se da
cuando µ2 > 0, y la no trivial, que se da cuando µ2 < 0, el mı́nimo ya no está en el origen, se tiene
el caso de un vaćıo degenerado ya que no es único, caracterizado por los puntos de la superficie

Φ†
0Φ0 = −µ

2

2λ
≡ v2

2
. (1.29)

Consideremos la última alternativa. El rompimiento espontáneo ocurre cuando se elige un Φ0 parti-
cular, el cual rompe espontáneamente la simetŕıa electrodébil al grupo electromagnético. Entonces
una configuración no trivial de vaćıo para el doblete de Higgs que obedece la constricción Ec.
(1.29), debe respetar la conservación de la carga eléctrica, el vaćıo Φ0 debe ser invariante bajo el
grupo Ue(1), es decir, si U pertenece a Ue(1), entonces UΦ0 = Φ0, lo que implica que el generador
de este grupo dado por Ec.(1.5) lo aniquila: QΦ0 = 0,

(

T 3 +
Y

2

)

Φ0 = 0,

7
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y dado que Y Φ(x) = +1Φ(x), se tiene

Q =
1

2

{(

1 0
0 −1

)

+

(

1 0
0 1

)}

=

(

1 0
0 0

)

, (1.30)

la única forma posible para Φ0 es

Φ0 =

(

0
v√
2

)

. (1.31)

Ahora la teoŕıa tiene un mı́nimo dado por Φ0. La escala de enerǵıa, v, del efecto no es predicha
por el modelo y debe ser inferida del experimento.

Según el teorema de Goldstone, por cada generador roto hay un escalar de masa cero, llamado
bosón de Goldstone. En nuestro caso,

Φ(x) → Φ0 + Φ(x) =

(

G+
W

v+H+iGZ√
2

)

, (1.32)

Note que es necesario expandir el campo alrededor del mı́nimo para determinar las excitaciones, y
como es una traslación no rompe con la invariancia de L .

Los campos G±
W y GZ son bosones de Goldstone (asociados a W± y Z) si la simetŕıa es global,

en cuyo caso tenemos ∂µ en lugar Dµ, y pseudobosones de Goldstone si la simetŕıa es de norma
(mecanismo de Higgs).

Los seudobosones de Goldstone pueden ser removidos de la teoŕıa mediante una transformación
de norma particular en la cual podemos obtener

G
′±
W = 0, G′

Z = 0. (1.33)

En este caso se ha fijado la norma con respecto a los generadores rotos de SUL(2) × UY (1), pero
no respecto al generador no roto. Esta es la norma unitaria.

En esta norma,

Φ(x) =

(

0
v+H√

2

)

. (1.34)

Continuando con la descripción del modelo de Weinberg-Salam-Glashow, se presentarán los
sectores de la Ec. (1.10) después del rompimiento espontáneo de la simetŕıa SUL(2)× UY (1).

1.1.2. Sector de Higgs

Este sector, LHN ó de ahora en adelante LH , permite dotar de masa a los bosones débiles y
al bosón de Higgs. Genera la dinámica entre estas part́ıculas.

Del término cinético, (Dµ Φ)
†(Dµ Φ), surgen las masas de los bosones de norma, aśı como sus

interacciones con el bosón de Higgs.
Por otra parte V (Φ†,Φ), el potencial de Higgs, genera la masa del bosón de Higgs y sus

autointeracciones.

Entonces, después de sustituir la relación Ec. (1.34) en la parte cinética de LH y definiendo los
campos cargados

W±
µ =

1√
2
(W 1

µ ∓ iW 2
µ), (1.35)

se obtiene el siguiente lagrangiano

LHK =
1

2
(∂µH)(∂µH)+

g2

4
(v+H)2W−

µ W
+µ+

1

8
(v+H)2

(

W 3
µ , Bµ

)

(

g2 −gg′
−gg′ g′2

)(

W 3µ

Bµ

)

,

(1.36)
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del que se puede leer directamente la masa de los bosones cargados W ,

MW =
gv

2
. (1.37)

Pero el rompimiento de la simetŕıa induce bosones de norma neutros mezclados. Su matriz de masa
no es diagonal en la base de los estados W 3 y B. La diagonalización ocurre en la base

Zµ = cosθWW 3
µ − senθWBµ,

Aµ = senθWW 3
µ + cosθWBµ, (1.38)

de aqúı que los campos eigenestados de norma W a
µ y Bµ, en términos de los eigenestados de masa,

W±
µ , Zµ y Aµ, son

W 3
µ = cWZµ + sWAµ, (1.39)

Bµ = −sWZµ + cWAµ, (1.40)

en estas expresiones sW = senθW , cW = cosθW y θW es el ángulo de mezcla débil (ó ángulo de
Weinberg) definido por

tanθW =
g′

g
. (1.41)

Las masas de los bosones de norma neutros se encuentra que son

MZ =
1

2
v
√

g2 + g′2, (1.42)

MA = 0, (1.43)

y los campos Aµ y Zµ corresponden al fotón sin masa y al bosón masivo Z0 respectivamente.
Observe que la razón de masas

MW

MZ
= cosθW (1.44)

es fija.
Por otro lado, al sustituir las Ecs. (1.34) y (1.29) en el potencial de Higgs, se tiene

V =
1

4
λH4 + λvH3 + λv2H2 − 1

4
λv4, (1.45)

de donde se lee la masa del campo H en términos de λ y del valor de la escala de ruptura de la
simetŕıa, v, como

m2
H = 2λv2 (1.46)

1.1.3. Sector de Yang-Mills

En términos de los campos eigenestados de masa definidos anteriormente, el lagrangiano de
Yang-Mills toma la forma final:

L
YM = −1

2
Ŵ+

µν Ŵ
−µν − 1

4
Zµν Z

µν − 1

4
Fµν F

µν + Fµν W
−µW+ν +

i g cw Zµν W
−µW+ν − 2 g2W+

µν W
−µν

(

W−µW+ν −W+µW−ν
)

, (1.47)

donde

Ŵ+
µν = D̂µW

+
ν − D̂ν W

+
µ , Zµν = ∂µ Zν − ∂ν Zµ, Fµν = ∂µ Fν − ∂ν Fµ, (1.48)

con D̂µ = ∂µ − i gW 3
µ .
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CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR
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1.1.4. Sector de Yukawa

El estudio de fermiones dentro del ME se hace en dos sectores, el de Yukawa y el de Corrientes,
los cuales tienen estructura de Lorentz totalmente diferente. En el primero, esta estructura es de
tipo escalar y pseudo escalar. Como la simetŕıa electrodébil no permite la introducción expĺıcita
de términos de masa para ningún tipo de part́ıcula, el sector de Yukawa cumple con el objetivo de
generar masas para los fermiones quirales v́ıa mecanismo de Higgs.

El lagrangiano renormalizable más general se puede descomponer en dos partes independientes,

L
Y = L

Y
q + L

Y
l , (1.49)

donde L Y
q y L Y

l son los lagrangianos de los sectores de quarks y leptones, respectivamente.

El Sector de Yukawa de quarks

El lagrangiano del sector de Yukawa de quarks está dado por

L
Y
q = −Y u

ij Q̄
′
i Φ̃u

′
Rj − Y d

ij Q̄
′
iΦd

′
R j + h.c., (1.50)

5donde existe suma sobre los ı́ndices de sabor i, j.
Ahora bien, conviene definir los siguientes vectores en el espacio de sabor

U ′ =





u′

c′

t′



 , D′ =





d′

s′

b′



 , E′ =





e′

µ′

τ ′



 , ν′ =





ν′e
ν′µ
ν′τ



 . (1.51)

En la norma unitaria (donde los bosones de Goldstone son cero), en la que el doblete de Higgs
toma la forma

Φ =
1√
2

(

0
v +H

)

, (1.52)

y en términos de los vectores U ′ y D′, el lagrangiano de Yukawa para quarks se puede escribir
como

L
Y
q = −

[

1 +
H

v

]

[

Ū ′
LM

u U ′
R + D̄ ′

LM
dD′

R

]

+ h.c., (1.53)

donde Mu y Md son matrices 3× 3, no diagonales, cuyos elementos son de la forma

Mu
ij =

v√
2
Y u
ij , Md

ij =
v√
2
Y d
ij . (1.54)

Las masas de los quarks se definen diagonalizando la parte cuadrática del lagrangiano. Para
ello es necesario realizar las siguientes transformaciones unitarias:

UL = V u
L U ′

L

UR = V u
R U ′

R
,

DL = V d
L D

′
L

DR = V d
R D

′
R

, (1.55)

las matrices V u, d
L,R deben ser unitarias si es que se desea preservar la estructura canónica de los

términos cinéticos que aparecen en el sector de corrientes, como por ejemplo

i Ū ′
L γ

µ ∂µ U
′
L = i Ū L V

u
L V u †

L γµ ∂µ UL

= i ŪL γ
µ ∂µ UL. (1.56)

Por lo tanto, la unitariedad de estas matrices de rotación garantiza la existencia de propagadores
en su forma canónica.

5La prima se usa para denotar campos eigenestados de norma.
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En términos de los nuevos campos, el lagrangiano toma la forma

L
Y
q = −

[

1 +
H

v

]

[

ŪL V
u
L Mu V u †

R UR + D̄L V
d
L M

d V d †
R DR

]

+ h.c. (1.57)

Teorema Para cualquier matriz M siempre es posible encontrar dos matrices unitarias A y B,
tal que AMB es diagonal y real.

La demostración de este teorema sigue de la descomposición polar de la matriz M dada por

M = HU, (1.58)

donde la matrizH es hermı́tica y U es unitaria. Pero toda matriz hermı́tica puede ser diagonalizada
por una matriz unitaria, esto es, S†H S es diagonal con S† = S−1.

Tomando A = S†, B = U † S, tenemos

AMB = S†M U † S = S† [HU ]U † S = S†H S, es real y diagonal (1.59)

ya que los eigenvalores de una matriz hermı́tica son reales.

Dado que las matrices V u, d
L,R son unitarias, este teorema garantiza que las matrices VLM V †

R son
reales y diagonales, como lo requiere la definición de un término de masa. Entonces las matrices
VL,R diagonalizan el sector de Yukawa de quarks, de tal manera que

L
Y
q = −

[

1 +
H

v

]

[

ŪL M̄
u UR + D̄L M̄

dDR

]

+ h.c.,

= −
(

1 +
H

v

)

(

Ū M̄ u U + D̄ M̄ dD
)

, (1.60)

donde las matrices M̄u y M̄d están dadas por

M̄u =





mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt



 , M̄d =





md 0 0
0 ms 0
0 0 mb



 . (1.61)

Se observa que en términos de los eigenestados de masa, el sector de Yukawa de quarks conserva
el sabor, ya que el bosón de Higgs se acopla a pares del mismo tipo de quarks. En la última igualdad
de la Ec.(1.60), los términos que multiplican a la identidad nos dan las masas de los quarks, y los
términos restantes, las interacciones de los quarks con el bosón de Higgs.

El Sector de Yukawa leptónico

Este lagrangiano está dado por

L
Y
l = −Y l

ij L̄
′
i Φ l

′
Rj + h.c., (1.62)

que en la norma unitaria se tiene

L
l
Y = −Y l

ij

(

ν̄ ′
L i, l̄

′
L i

)

(

0
ν+H√

2

)

l′R j + h.c. (1.63)

= −v +H√
2

Y l
ij l̄

′
L il

′
Rj + h.c. (1.64)

= −v +H√
2

Ē ′
L Y

lE′
R + h.c., (1.65)
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donde

E′ =





e′

µ′

τ ′





es un vector en el espacio de sabor, entonces

L
l
Y = −Ē ′

L

Y l v√
2
E′

R − H√
2
Ē ′

L Y
lE′

R + h.c., (1.66)

definiendo a la matriz M l como

M l
ij ≡

v√
2
Y l
ij , (1.67)

se tiene

L
l
Y = −

(

1 +
H

v

)

Ē ′
LM

lE′
R + h.c. (1.68)

donde M l es la matriz de masa, la cual es necesario diagonalizar para determinar las masas f́ısicas
de los leptones.

Por otro lado, el neutrino derecho no aparece en el sector leptónico de Yukawa, entonces estamos
en la libertad de elegir una transformación para el vector ν′ ≡ (ν′e, ν

′
µ, ν

′
τ ) de la manera que más

convenga. Sea la siguiente transformación unitaria:

EL = V l
L E

′
L, ER = V l

R E
′
R, (1.69)

donde V l
L,R tienen que ser matrices unitarias para preservar la estructura canónica de los términos

cinéticos que aparecen en el sector de corrientes. El lagrangiano en términos de los campos rotados
se puede escribir como:

L
l
Y = −

[

1 +
H

v

]

ĒL V
l
LM

l V l †
R ER + h.c. (1.70)

Las matrices V l
LM

l V l †
R son reales y diagonales ya que las matrices V l

L,R son unitarias, entonces
éstas últimas diagonalizan el sector de Yukawa leptónico, obteniéndose

L
l
Y = −

[

1 +
H

v

]

ĒL M̄
lER + h.c.,

= −
(

1 +
H

v

)

(

ĒL M̄
l ER + ĒR M̄

lEL

)

,

= −
(

1 +
H

v

)

Ē M̄ l(PR + PL)E,

= −
(

1 +
H

v

)

Ē M̄ l E, (1.71)

donde PR y PL son los proyectores derecho e izquierdo respectivamente (PR+PL = 1), y la matriz
M̄ l está dada por

M̄ l =





me 0 0
0 mµ 0
0 0 mτ



 . (1.72)

Se observa que en términos de los eigenestados de masa, el sector de Yukawa para leptones
conserva el sabor. En la última igualdad de Ec.(1.71), el primer término nos da las masas de los

12
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leptones6 y el segundo las interacciones de los leptones con el bosón de Higgs.

Vemos que, en general, H se acopla a los fermiones proporcionalmente a su masa

− gmf

2mW
Hf̄f f = q, l. (1.73)

Por otro lado, experimentalmente se tiene que

mW ∼ 80GeV, (1.74)

me ∼ 5× 10−4GeV, (1.75)

mµ ∼ 10−1GeV, (1.76)

mτ ∼ 1GeV, (1.77)

g ∼ 0.6, (1.78)

de aqúı que la importancia relativa de los acoplamientos de H con leptones cargados es

gme

2mW
∼ 2× 10−6, (1.79)

gmµ

2mW
∼ 2× 10−4, (1.80)

gmτ

2mW
∼ 2× 10−3. (1.81)

1.1.5. Sector de Corrientes

El sector de corrientes determina los términos cinéticos de leptones y quarks, aśı como sus
interacciones con los bosones de norma. Este sector conserva el sabor de familias, en términos de
los campos eigenestados de norma (campos primados). Este requerimiento viene de la necesidad
de definir correctamente a los términos cinéticos, los cuales no pueden involucrar al producto de
dos términos diferentes, es decir, los términos de la forma i f̄Li /∂µ fLj con i distinto de j, no tiene
una interpretación directa en el contexto de campo libre.

La lagrangiana renormalizable de este sector dada ya en las Ecs. (1.16), (1.17), (1.18), es

L
c= L

c
l + L

c
q ,

= i L̄ ′
i γ

µDµ L
′
i + i l̄ ′R i γ

µDµ l
′
R i + i Q̄ ′

i γ
µDµQ

′
i + i ū ′

R i γ
µDµ u

′
R i + i d̄ ′

R i γ
µDµ d

′
R i,(1.82)

y sus respectivas derivadas covariantes, las cuales se presentaron en las Ecs. (1.19), (1.20), son

Dµ = ∂µ − ig′
Y

2
Bµ, (1.83)

y

Dµ = ∂µ − ig
σa

2
W a

µ − ig′
Y

2
Bµ, (1.84)

las cuales actúan sobre isosingletes débiles derechos e isodobletes débiles izquierdos respectivamen-
te.

Estas últimas se reescribirán utilizando el hecho que de acuerdo con el rompimiento espontáneo
SUL(2)× UY (1) → Ue(1), el generador del grupo electromagnético es Q = T 3 + Y/2.

6Aunque la teoŕıa puede acomodar fermiones de cualquier masa, no predice los valores de masa. En vez de ello,
las masas de los fermiones son medidas y se utilizan para fijar los acoplamientos arbitrarios Higgs-fermiones.
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Sector de Corrientes Leptónico

Este sector está caracterizado por la lagrangiana

L
c
l = i L̄ ′

i γ
µDµ L

′
i + i l̄ ′R i γ

µDµ l
′
R i. (1.85)

Entonces procediendo a reescribir las derivadas covariantes, se observa lo siguiente: como se
hacen primero las asignaciones de isosṕın débil para los fermiones, teniendo el valor de cero para
las componentes derechas y distinto de cero para las izquierdas; dado un leptón cargado (tiene
igual carga eléctrica la componente izquierda y la derecha), la hipercarga débil es distinta en cada
una,

Ql =
σ3

2
+
YL
2
, y Ql =

YR
2
. (1.86)

Luego, en el caso del doblete, la derivada covariante en términos de los campos eigenestados de
masa del sector de Higgs se puede escribir como

Dµ = ∂µ − ig√
2

(

W+
µ σ+ +W−

µ σ−)− ig
σ3

2
(cW Zµ + sW Aµ)− ig′

(

Ql −
σ3

2

)

(cW Aµ − sW Zµ) ,

(1.87)
y usando la Ec. (1.41) y que e ≡ g sW , se tiene la derivada covariante para el doblete en la
representación fundamental de SUL(2)

Dµ = ∂µ − ig√
2

(

W+
µ σ+ +W−

µ σ−)− ig

2cW
Zµ

(

σ3 − 2 s2W Ql

)

− i eQlAµ. (1.88)

Para el singlete se tiene

Dµ = ∂µ − i eQlAµ + i g Ql
s2W
cW

Zµ. (1.89)

Sustituyendo la Ec. (1.88) en /DL′
i del lagrangiano (Ec. (1.82)), se tiene

/DL′
i =

(

/∂ νL i

/∂ lL i

)

− i g√
2
/W

+
(

lL i

0

)

− i g√
2
/W

−
(

0
νL i

)

− i g

2 cW
/Z

(

νL i

−
(

1 + 2 s2W Ql

)

lL i

)

−i eQl /A

(

0
lL i

)

, (1.90)

de aqúı que

i L̄ ′
i /DL′

i = i ν̄ ′
L i /∂ ν

′
L i + i l̄ ′L i /∂ l

′
L i +

g√
2
W+

µ ν̄ ′
L i γ

µ l′L i +
g√
2
W−

µ l̄ ′L i γ
µ ν′L i +

eQlAµ l̄
′
L i γ

µ l′L i +
g

2 cW
Zµ

[

ν̄ ′
L i γ

µ ν′L i −
(

1 + 2 s2W Ql

)

l̄ ′L i γ
µ l′L i

]

, (1.91)

además usando la Ec. (1.89) se obtiene,

i l̄ ′R i /D l′R i = i l̄ ′R i /∂ l
′
R i + eQlAµ l̄

′
R i γ

µ l′R i −
s2W
cW

g Ql Zµ l̄
′
R i γ

µ l′R i, (1.92)

por lo que la lagrangiana del sector de corrientes leptónico es

L
l
c = i ν̄ ′

L i /∂ ν
′
L i + i l̄ ′L i /∂ l

′
L i +

g√
2
W+

µ ν̄ ′
L i γ

µ l′L i +
g√
2
W−

µ l̄ ′L i γ
µ ν′L i +

eQlAµ l̄
′
L i γ

µ l′L i +
g

2 cW
Zµ

[

ν̄ ′
L i γ

µ ν′L i −
(

1 + 2 s2W Ql

)

l̄ ′L i γ
µ l′L i

]

+

i l̄ ′R i /∂ l
′
R i + eQlAµ l̄

′
R i γ

µ l′R i −
s2W
cW

g Ql Zµ l̄
′
R i γ

µ l′R i. (1.93)
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Ahora se procederá como en el caso del sector de Yukawa, se escribirá la lagrangiana en términos
de los vectores en el espacio de sabor, en este caso ν ′ y E ′, donde

ν′ =





ν′e
ν′µ
ν′τ



 , y E′ =





e′

µ′

τ ′



 , (1.94)

entonces la lagrangiana toma la forma

L
l
c = i ν̄ ′

L /∂ ν
′
L + i Ē ′

L /∂ E
′
L + i Ē ′

R /∂ E′
R +

g√
2
W+

µ ν̄ ′
L γ

µE′
L +

g√
2
W−

µ Ē ′
L γ

µ ν′L +

eQlAµ

(

Ē ′
L γ

µE′
L + Ē ′

R γ
µE′

R

)

+
g

2 cW
Zµ

[

ν̄ ′
L γ

µ ν′L −
(

1 + 2 s2W Ql

)

Ē ′
L γ

µE′
L−

s2W
cW

Ql Ē
′
R γ

µE′
R

]

. (1.95)

Pasando a eigenestados de masa, se tienen las matrices de rotación que se introdujeron en el
sector de Yukawa:

E′
L = V l

L EL, E′
R = V l

R ER, (1.96)

y como para ν′L no se tiene ninguna restricción ya que desaparece totalmente del sector leptónico
de Yukawa, se puede elegir la transformación que más convenga. Entonces, tomemos

ν′L = V l
L νL, (1.97)

es decir, se transforma de la misma forma que E′
L, para que no se produzcan efectos de violación

de sabor en las corrientes cargadas y neutras. En efecto,

ν̄ ′
L γ

µE′
L = ν̄L V

l †
L γµ V l

L EL,

= ν̄L γ
µ V l †

L V l
L EL,

= ν̄L γ
µEL, (1.98)

y ν̄ ′
Lγ

µν ′
L = ν̄Lγ

µνL. Aśı que no hay cambio de sabor en el sector leptónico.
En lo que respecta a los términos cinéticos, se tiene

Ē ′
L /∂ E

′
L + Ē ′

R /∂ E′
R = ĒL /∂ EL + ĒR /∂ ER,

= Ē PR /∂ PL E + Ē PL /∂ PR E,

= Ē /∂ PL E + Ē /∂ PRE,

= Ē /∂(PR + PL)E,

= Ē /∂ E. (1.99)

Es importante señalar que en la lagrangiana de corrientes leptónicas (Ec. (1.95)) no hay interac-
ciones, mediadas por los bosones W±, entre leptones de diferentes familias. Esto no sólo se debe
a la inexistencia de neutrinos derechos, sino también a que el sector de corrientes es originalmente
invariante de sabor.

Finalmente,

L
l
c = i ν̄L /∂ νL + i Ē /∂ E +

g√
2

(

W+
µ ν̄ γµ PLE +W−

µ Ē γµ PL ν
)

+

eQlAµ

(

Ē γµE
)

+
g

2 cW
Zµ

[

ν̄ γµ PL ν + Ē γµ (glv − glA γ5)E
]

. (1.100)
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Sector de Corrientes de Quarks

El sector de corrientes de quarks está caracterizado por la siguiente lagrangiana

L
q
c = i Q̄ ′

i /DQ′
i + i ū ′

R i /D u′R i + i d̄ ′
R i /D d′R i, (1.101)

Utilizando las respectivas derivadas covariantes y los eigenestados de masa del sector de Higgs, se
tiene

L
q
c = i ū ′

L i /∂ u
′
L i + i d̄ ′

L i /∂ d
′
L i +

g√
2
W+

µ ū ′
L i γ

µ d′L i +
g√
2
W−

µ d̄ ′
L i γ

µ u′L i +

eQlAµ d̄
′
L i γ

µ d′L i +
g

2 cW
Zµ

[

ū ′
L i γ

µ u′L i −
(

1 + 2 s2W Ql

)

d̄ ′
L i γ

µ d′L i

]

+

i ū ′
R i /∂ u

′
R i + eQlAµ ū

′
R i γ

µ u′R i −
s2W
cW

g Ql Zµ ū
′
R i γ

µ u′R i +

i d̄ ′
R i /∂ d

′
R i + eQlAµ d̄

′
R i γ

µ d′R i −
s2W
cW

g Ql Zµ d̄
′
R i γ

µ d′R i. (1.102)

Se procede a escribir la lagrangiana en términos de los vectores en el espacio de sabor,

U ′ =





u′

c′

t′



 , D′ =





d′

s′

b′



 , (1.103)

la lagrangiana toma la forma

L
q
c = i Ū ′

L /∂ U
′
L + i D̄ ′

L /∂ D
′
L + i Ū ′

R /∂ U ′
R + i D̄ ′

R /∂ D′
R +

g√
2
W+

µ Ū ′
L γ

µD′
L +

g√
2
W−

µ D̄ ′
L γ

µ U ′
L +

eAµ

(

QlD̄
′
L γ

µD′
L +QlŪ

′
R γ

µ U ′
R +QlD̄

′
R γ

µD′
R

)

+
g

2 cW
Zµ

(

Ū ′
L γ

µU ′
L −

(

1 + 2 s2W Ql

)

D̄ ′
L γ

µD′
L

)

−

s2W
cW

g Ql Zµ Ū
′
R γ

µ U ′
R − s2W

cW
g Ql Zµ D̄

′
R γ

µD′
R. (1.104)

Pasando a eigenestados de masa mediante las transformaciones unitarias usadas en el sector de
Yukawa,

U ′
L = V u

L UL,
U ′
R = V u

R UR,
D′

L = V d
L DL,

D′
R = V d

R DL.

(1.105)

Obsérvese que como consecuencia de la unitariedad de la transformación, las corrientes neutras
conservan el sabor,

Ū ′
R γ

µ U ′
R = Ū ′

R V
u †
R V u

R γµ U ′
R,

= ŪR γ
µ UR, (1.106)

pero las corrientes cargadas cambian el sabor de los quarks,

Ū ′
L γ

µD′
L = ŪL V

u †
L γµ V d

L DL,

= ŪL V
u †
L V d

L γ
µDL,

definiéndose K = V u †
L V d

L , llamada matriz de Kobayashi-Maskawa. Entonces,
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Ū ′
L γ

µD′
L = ŪLK γµDL. (1.107)

Existe en general un efecto observable de violación del sabor de quarks, que viene desde el sector de
Yukawa y está relacionado con la definición de las masas de los fermiones quirales, que aunque la
teoŕıa puede acomodar fermiones de cualquier masa, no predice los valores de masa, en cambio, las
masas de los fermiones medidos se utilizan para fijar los acoplamientos arbitrarios Higgs-fermiones,
lo cual se traduce en un efecto de violación de sabor a nivel de acción clásica7.

7Este efecto a su vez es el motivo de que a orden de un lazo aparezca el fenómeno de cambio de sabor mediado
por los bosones neutros Z, A y H.
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Caṕıtulo 2

Los decaimientos Z → γγ y

Z → gg en la Extensión del Modelo

Estándar

Como se mencionó en la introducción, los decaimientos Z → γγ y Z → gg están prohibidos
en el SM por el teorema de Landau-Yang. En este caṕıtulo se demuestra que dichos decaimientos
son generados a orden de un lazo por el SME. En este contexto, los decaimientos ocurren v́ıa
diagramas de triángulo involucrando leptones cargados y quarks en el caso del proceso Z → γγ,
y a través de quarks en el caso de la transición Z → gg. Los procesos son gobernados por las
corrientes neutras del SM (mediadas por el fotón, el bosón débil Z y gluones ga) y un efecto de
nueva f́ısica asociada con la presencia de un 4-vector constante b. La lagrangiana correspondiente
está dada por

L = f̄
(

i /D + /bγ5 −mf

)

f, (2.1)

donde f representa el espinor asociado a un leptón cargado ó a un quark. En esta expresión
/D = γµDµ, donde

Dµ = ∂µ − ieQfAµ − ig

2cW
Zµ

(

gfV − gfAγ5

)

− igs
λa

2
Ga

µ, (2.2)

con Aµ, Zµ y Ga
µ los campos de norma asociados al fotón, al bosón débil Z y gluones. Además, Qf

es la carga del fermión en unidades de e, en tanto que gfV y gfA son constantes dadas por

gfV = T f
3 − 2Qf s

2
W , (2.3)

gfA = T f
3 , (2.4)

donde T f
3 = − 1

2 para los 3 leptones cargados y los quarks d, s y b; mientras que T f
3 = 1

2 para los
quarks u, c y t. En estas expresiones, sW y cW es una notación breve para senθW y cos θW , con θW el
ángulo débil. Además, g = e

sW
y gs es la constante de acoplamiento fuerte. λa

2 son los generadores
del grupo SUC(3) en la representación fundamental (λa son las matrices de Gell-Mann). En el caso
de quarks, f deberá ser considerado como un triplete de color.

El efecto de nueva f́ısica es dado por el término f̄(/bγ5)f , el cual modifica el propagador del
fermión f . En este trabajo, en lugar de considerar el propagador del campo de Dirac que resulta de
incluir este término, se considerará una forma equivalente de tomar en cuenta este efecto mediante
inserciones en los propagadores usuales. En el lenguaje de teoŕıa de perturbaciones, en lugar de
incorporar este efecto en el propagador, se considerará como un vértice más de la teoŕıa. En
consecuencia, las reglas de Feynman necesarias para el cálculo son las siguientes:
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Propagador fermiónico:

Figura 2.1: Propagador fermiónico.

Vértices.

Efecto que viola CPT :

Figura 2.2: Vértice asociado al término que viola CPT.

donde se ha introducido un factor λ real y positivo como parámetro de control que mide el orden
del efecto en potencias de b. Dado que es de esperarse que estos efectos sean muy pequeños, sólo
se considerará la contribución a primer orden en b.

El resto de los vértices que inducen los decaimientos en consideración, surgen del SM. Estos
vértices son (Figs. 2.3 y 2.4):

Figura 2.3: Vértices estándar del decaimiento Z → γγ.

Figura 2.4: Vértice estándar del decaimiento Z → gg.

donde i, j = 1, 2, 3 y a = 1, ..., 8 son ı́ndices de color.
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2.1. EL DECAIMIENTO Z → γγ

2.1. El decaimiento Z → γγ

Este decaimiento ocurre a través de dos diagramas de triángulo, como se muestra en la figura
2.5.

Figura 2.5: Diagramas de Feynman que contribuyen al decaimiento Z → γγ. Los puntos en las
ĺıneas fermiónicas representan el vértice que viola CPT .

Como puede apreciarse en esta figura, el término que viola CPT ha sido incorporado como una
inserción en las ĺıneas fermiónicas, las cuales son especificadas por

iΛ(q)

∆2(q)
, (2.5)

donde

Λ(q) =
(

/q +mf

) (

/q −mf − λ /b γ5
) (

/q +mf

)

, (2.6)

∆(q) = q2 −m2
f , (2.7)

donde q es el momento que circula por la ĺınea fermiónica. Note que para λ = 0 se recupera el
propagador libre del fermión, como debe ser.

La amplitud invariante está dada por

M =
e2g

2cW

∑

f=q,l

Q2
fNc Γαµν(k1, k2) ǫα(p, λ) ǫ∗µ(k1, λ1) ǫ∗ν(k2, λ2), (2.8)

donde ǫα(p, λ), ǫ∗µ(k1, λ1) y ǫ
∗ν(k2, λ2) son los vectores de polarización del bosón Z y los pares de

fotones del proceso. Nc es el ı́ndice de color, 3 para quarks y 1 para leptones. Además, se introdujo
un factor global (−1) debido a que los lazos son fermiónicos. En esta expresión, Γαµν(k1, k2) es la
amplitud tensorial del proceso, la cual está dada por

Γαµν(k1, k2) =

∫

d4k

(2π)4

[

T
(1)
αµν(k1, k2)

∆2 ∆2
1 ∆

2
12

+
T

(2)
αµν(k1, k2)

∆2 ∆2
2 ∆

2
12

]

, (2.9)

donde

T (1)
αµν = Tr

{

Λ γα

(

gfV − gfA γ5

)

Λ12 γν Λ1 γµ

}

, (2.10)

T (2)
αµν = Tr

{

Λ γα

(

gfV − gfA γ5

)

Λ12 γµ Λ2 γν

}

, (2.11)
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donde el supeŕındice hace referencia al diagrama correspondiente. En estas expresiones,

Λ = (/k +mf )
(

/k −mf − λ /b γ5
)

(/k +mf ) , (2.12)

Λ1 = (/k − /k1 +mf )
(

/k − /k1 −mf − λ /b γ5
)

(/k − /k1 +mf ) , (2.13)

Λ2 = (/k − /k2 +mf )
(

/k − /k2 −mf − λ /b γ5
)

(/k − /k2 +mf ) , (2.14)

Λ12 = (/k − /k1 − /k2 +mf )
(

/k − /k1 − /k2 −mf − λ /b γ5
)

(/k − /k1 − /k2 +mf ) , (2.15)

(2.16)

∆ = k2 −m2
f , (2.17)

∆1 = (k − k1)
2 −m2

f , (2.18)

∆2 = (k − k2)
2 −m2

f , (2.19)

∆12 = (k − k1 − k2)
2 −m2

f . (2.20)

Note que usando la propiedad:

(

/P +M
) (

/P −M
)

= P 2 −M2, (2.21)

podemos reescribir las expresiones para Λ y Λi, como sigue:

Λ =
[

∆− λ (/k +mf ) /b γ5
]

(/k +mf ) , (2.22)

Λ1 =
[

∆1 − λ (/k − /k1 +mf ) /b γ5
]

(/k − /k1 +mf) , (2.23)

Λ2 =
[

∆2 − λ (/k − /k2 +mf ) /b γ5
]

(/k − /k2 +mf) , (2.24)

Λ12 =
[

∆12 − λ (/k − /k1 − /k2 +mf ) /b γ5
]

(/k − /k1 − /k2 +mf ) . (2.25)

Ahora, haciendo el cambio de variable

k → −k + k1 + k2 (2.26)

en el diagrama (2), vemos que

∆2 → ∆1, ∆12 → ∆, ∆ → ∆12,

de tal suerte que la amplitud tensorial toma la forma

Γαµν =

∫

d4k

(2π)4
T

(1)
αµν + T

(2)
αµν (k → −k + k1 + k2)

∆2∆2
1∆

2
12

. (2.27)

El numerador de esta integral,

Nαµν ≡ T 1
αµν + T 2

αµν (k → −k + k1 + k2) , (2.28)

es manipulado algebráicamente usando el programa FeynCalc. EL tratamiento comprende varios
pasos:

Primero se calculan las trazas T 1
αµν y T 2

αµν .

Se implementa el cambio de variable k → −k + k1 + k2 en T 2
αµν mediante las siguientes

instrucciones:
k → −k + k1 + k2, ∆ → ∆12, ∆2 → ∆1, y ∆12 → ∆.

Recuérdese que T 2
αµν depende de ∆, ∆2 y ∆12.
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Se obtiene el coeficiente de λ, ya que el cálculo será realizado a primer orden en b. Recuerde
que para λ = 0, se obtiene el resultado del Modelo Estándar, el cual debe ser idénticamente
cero.

Al término lineal en λ se le incorporan las condiciones cinemáticas del proceso, las cuales
surgen de las condiciones de transversalidad sobre los fotones y el bosón Z, dadas por

pα = (k1 + k2)α = 0, (2.29)

k1µ = 0, (2.30)

k2 ν = 0, (2.31)

y de capa de masa:

p2 = m2
z = (k1 + k2)

2 ⇒ k1 · k2 =
m2

z

2
, (2.32)

k21 = 0, k22 = 0. (2.33)

Una vez incorporadas las condiciones cinemáticas en el numerador, la amplitud tensorial a
primer orden en λ está dada por

Γ(1)
αµν =

∫

d4 k

(2π)4
N

(1)
αµν

∆2 ∆2
1 ∆

2
12

, (2.34)

donde N
(1)
αµν es el término de primer orden en λ de Nαµν al que se le han impuesto las

condiciones cinemáticas. Esto es,

Nαµν = N (0)
αµν + λN (1)

αµν + λ2N (2)
αµν + λ3N (3)

αµν , (2.35)

donde el primer término es la contribución del SM, la cual es idénticamente cero. Sólo se
considerará el término proporcional a λ o de primer orden en b.

Con el fin de reducir al máximo las potencias en k del numerador, conviene hacer las siguientes
sustituciones

k2 → ∆+m2
f , k1 · k → ∆−∆1

2
, k2 · k → ∆1 −∆12 +m2

z

2
. (2.36)

Resulta que, como consecuencia de estas sustituciones, el numerador se simplifica de manera
considerable debido a ciertas cancelaciones que ocurren con el denominador. Dichas cance-
laciones conducen a un total de 13 clases de denominadores, los cuales se pueden agrupar
convenientemente en los siguientes 4 subconjuntos:

1

∆∆1
,

1

∆2 ∆1
,

1

∆∆2
1

, (2.37)

1

∆∆12
,

1

∆2 ∆12
,

1

∆∆2
12

, (2.38)

1

∆1 ∆12
,

1

∆2
1 ∆12

,
1

∆1 ∆2
12

, (2.39)

1

∆∆1 ∆12
,

1

∆2 ∆1 ∆12
,

1

∆∆2
1 ∆12

,
1

∆∆1 ∆2
12

. (2.40)
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Por otra parte, la amplitud tensorial se puede expresar como la suma de dos partes indepen-
dientes,

Γ(1)
αµν = ΓV

αµν + ΓA
αµν , (2.41)

donde ΓV
αµν y ΓA

αµν corresponden a los acoplamientos vectorial y vector-axial del bosón Z, res-
pectivamente. Dichas amplitudes son dadas por

ΓV
αµν = gfV

∫

d4 k

(2π)4
NV

αµν

∆2 ∆2
1 ∆

2
12

, (2.42)

ΓA
αµν = gfA

∫

d4 k

(2π)4
NA

αµν

∆2 ∆2
1 ∆

2
12

. (2.43)

La estructura tensorial de estas amplitudes es dictada por invariancia de norma electromagnéti-
ca. Esto, junto con el hecho de que dichas amplitudes deben estar libres de divergencias, constituyen
requerimientos esenciales para asegurarnos que el cálculo es correcto. Las amplitudes tensoriales
ΓV
αµν y ΓA

αµν deben corresponder a las transformadas de Fourier de la lagrangiana que carac-
teriza el acoplamiento Zγγ. Por invariancia bajo el grupo de norma Ue(1), el fotón sólo puede
aparecer en el acoplamiento Zγγ a través del tensor de campo Fµν = ∂µAν − ∂νAµ o su dual,

F̃µν ≡ 1
2ǫµνλρF

λρ. Por otra parte, la part́ıcula Z puede aparecer en esta interacción directamente
a través del campo Zµ o de sus derivadas, ya que no se transforma bajo el grupo Ue(1).

Notando que, a primer orden en b, NV
αµν surge de una traza de matrices de Dirac que involucra

la matriz γ5, la cual es proporcional al tensor 4-dimensional de Levi-Civita ǫµνλρ, podemos ver que,
a la dimensión más baja posible, las estructuras tensoriales de norma que determinan a la amplitud
ΓV
αµν deben surgir de los siguientes invariantes bajo Ue(1):

Õ1 = bσZ
σF̃λρF

λρ, (2.44)

Õ2 = bσZ
ρF̃λρF

λσ, (2.45)

las cuales tienen dimensión canónica igual a cinco (o seis, ya que b tiene unidades de masa). Las
transformadas de Fourier de estas interacciones conducen a las siguientes estructuras tensoriales
de norma:

P̃1αµν =
1

m3
Z

bαǫµνλρk
λ
1k

ρ
2 , (2.46)

P̃2αµν =
1

m3
Z

(

bνǫαµλρk
λ
1k

ρ
2 − bµǫανλρk

λ
1k

ρ
2 + b · k2ǫαµνλkλ1 − b · k1ǫαµνλkλ2

)

, (2.47)

las cuales han sido normalizadas con la escala del proceso mZ para que sean adimensionales. Los
tensores P̃1αµν y P̃2αµν son estructuras de norma en el sentido de que satisfacen las siguientes
identidades de Ward:

kµ1 P̃i αµν = 0

kν2 P̃i αµν = 0

}

, i = 1, 2. (2.48)

Estas identidades surgen como consecuencia del hecho de que el campo electromagnético sólo puede
aparecer en la lagrangiana a través del tensor Fµν o su dual. Para ver como estas identidades están
relacionadas con la presencia de Fµν , considere un fotón acoplado a alguna corriente caracterizada
por el tensor Jλρ, esto es,

L = JλρF
λρ,

donde Jλρ es alguna función de campos no especificados. Si al campo electromagnético se le asigna
un momento k e ı́ndice de Lorentz µ, la transformada de Fourier de esta interacción está dada por

Γµ = Ĵλρ
(

kλδρµ − kρδλµ
)

,
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donde Ĵλρ es la transformada de Fourier de Jλρ. De esta expresión se deduce de inmediato la
identidad de Ward:

kµΓµ = 0.

En lo que respecta a las contribuciones que recibe NA
αµν , éstas surgen de trazas de matrices de

Dirac que no involucran γ5, aśı que en este caso las estructuras de norma no involucran al tensor
de Levi-Civita. Dichas estructuras deben surgir de los siguientes invariantes de norma

O1 = bσZ
σFλρF

λρ, (2.49)

O2 = bσZ
ρFλρF

λσ, (2.50)

las cuales generan los siguientes tensores de norma:

P1αµν =
1

m3
Z

bα (k2µk1 ν − k1 · k2 gµν) , (2.51)

P2αµν =
1

m3
Z

[bµ (k1 · k2 gαν + k1αk1 ν) + bν (k1 · k2 gαµ + k2αk2µ)

−b · k1 (k2µgαν + k1αgµν)− b · k2 (k1 νgαµ + k2αgµν)] . (2.52)

Estas estructuras de norma satisfacen las identidades de Ward:

kµ1Pi αµν = 0

kν2Pi αµν = 0

}

, i = 1, 2. (2.53)

En conclusión, las amplitudes tensoriales ΓV
αµν y ΓA

αµν deben estar sujetas a satisfacer los
siguientes requerimientos:

1. Las amplitudes deben ser libres de divergencias. Esto debido a que el SME es una teoŕıa
renormalizable.

2. Deben satisfacer invariancia de norma electromagnética. Esto es, las amplitudes deben satis-
facer las siguientes identidades de Ward:

kµ1Γ
V
αµν = 0

kν2Γ
V
αµν = 0

}

,
kµ1Γ

A
αµν = 0

kν2Γ
A
αµν = 0

}

(2.54)

3. Las amplitudes deben satisfacer la estad́ıstica de Bose. Esto significa que ΓV
αµν y ΓA

αµν deben
ser invariantes bajo el intercambio del par de fotones. Matemáticamente, las amplitudes
deben ser simétricas bajo los intercambios k1 ↔ k2 y µ ↔ ν.

Para resolver las integrales en el espacio de momentos, se usará el método de parametrización
de Feynman, el que consiste en transformar una integral de la forma

∫

d4 k

(2π)4
Tαµν...

[k2 −m2
1][(k + p2)2 −m2

2]...[(k + pn)2 −m2
n]

en una integral de la forma
∫

d4 k

(2π)4
Tαµν...

[(k − l)2 − R]n
,

la cual se puede resolver usando coordenadas hiperesféricas. En nuestro caso, como ya se men-
cionó, las integrales se pueden agrupar en cuatro conjuntos, de acuerdo con el número de ∆’s y
caracteŕısticas de los denominadores que aparecen en la integral en el espacio de momentos.

Los grupos de integrales a considerar son:

25
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Grupo I.

Este grupo está caracterizado por los denominadores

1

∆∆1
,

1

∆2 ∆1
,

1

∆∆2
1

. (2.55)

Usando la técnica de parametrización de Feynman, podemos escribir

∫

d4 k

(2π)4
O1

αµν

∆∆1
= Γ(2)

∫ 1

0

dx

∫

d4 k

(2π)4
O1

αµν

[x∆1 + (1− x)∆]2
,

= Γ(2)

∫ 1

0

dx

∫

d4 k

(2π)4
O1

αµν

[(k − l1)2 − R1]2
, (2.56)

donde O1
αµν es el coeficiente de 1

∆∆1

en la amplitud ΓV
αµν o ΓA

αµν . Además, l1 y R1 son un
4-vector y escalar de Lorentz, respectivamente, dados por

l1 = (1− x)k1, (2.57)

R1 = m2
f . (2.58)

Las expresiones correspondientes para los términos con los denominadores 1
∆2∆1

y 1
∆∆2

1

, se

obtienen como derivadas con respecto a ∆ y a ∆1 de la expresión para 1
∆∆1

. Esto es,

∫

d4 k

(2π)4

(

O2
αµν

∆2∆1
+

O3
αµν

∆∆2
1

)

= Γ(3)

∫ 1

0

dx

∫

d4 k

(2π)4
(1− x)O2

αµν + xO3
αµν

[(k − l1)2 − R1]3
. (2.59)

Es fácil ver que este grupo de integrales se puede reunir en una sola integral como sigue:

IIαµν ≡
∫

d4 k

(2π)4

(

O1
αµν

∆∆1
+

O2
αµν

∆2∆1
+

O3
αµν

∆∆2
1

)

= Γ(3)

∫ 1

0

dx

∫

d4 k

(2π)4
N I

αµν

[(k − l1)2 − R1]3
, (2.60)

donde

N I
αµν ≡ Γ(2)

Γ(3)
[(k − l1)

2 − R1]O1
αµν + (1− x)O2

αµν + xO3
αµν . (2.61)

Ahora, haciendo la traslación k → k + l1, se obtiene

IIαµν = Γ(3)

∫ 1

0

dx

∫

dD k

(2π)D
N I

αµν(k → k + l1)

[k2 − R1]3
, (2.62)

donde se ha extendido la medida de la integral a D dimensiones, ya que esta integral contiene
divergencias. Como veremos más adelante, dichas divergencias se cancelan entre śı cuando se
suma la totalidad de integrales.

Dada la estructura del denominador, el cual sólo depende del escalar de Lorentz R1, las
integrales tensoriales deben ser proporcionales al tensor métrico o productos de éste. En
particular, las integrales de rango impar son idénticamente cero. De esta manera, las integrales
de rango 2 y 4 se pueden simplificar usando las identidades

kµkν → k2

D
gµν , (2.63)

kµkνkαkβ → k4

D(D + 2)
(gµνgαβ + gµαgβν + gµβgνα) , (2.64)

k2kµkν → k4

D
gµν . (2.65)
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DEL MODELO ESTÁNDAR
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Se hará uso sistemático de estas relaciones a lo largo del cálculo. Una vez usadas estas
relaciones, las integrales a resolver son de la forma

(µ2)
4−D

2

∫

dD k

(2π)D
1

(k2 − R)N
=
i(−1)N

(4π)2
(4πµ2)

4−D
2

Γ(N − D
2 )

Γ(N)

(

1

R

)N−D
2

, (2.66)

(µ2)
4−D

2

∫

dD k

(2π)D
k2

(k2 − R)N
=
i(−1)N−1

(4π)2
(4πµ2)

4−D
2

D

2

Γ(N − D
2 − 1)

Γ(N)

(

1

R

)N−D
2
−1

, (2.67)

(µ2)
4−D

2

∫

dD k

(2π)D
k4

(k2 − R)N
=
i(−1)N

(4π)2
(4πµ2)

4−D
2

D(D + 2)

4

Γ(N − D
2 − 2)

Γ(N)

(

1

R

)N−D
2
−2

,(2.68)

donde µ es una escala con unidades de masa que sirve para corregir unidades cuando D 6= 4.
Las divergencias se manifiestan en los polos de la función gamma, los cuales ocurren en 0,
−1, ... etc. En particular, Γ(0) corresponde a una divergencia de tipo logaŕıtmico. Para un
manejo adecuado de estas divergencias, se introduce el parámetro

ǫ ≡ 4−D, (2.69)

aśı que ǫ → 0 cuando D → 4. Observe que el factor 1
Γ(N) siempre se cancela con el factor

Γ(N) que aparece de la parametrización de Feynman. Por ejemplo, la primera integral diverge
logaŕıtmicamente para N = 2. En este caso tenemos,

(µ2)
4−D

2

∫

dD k

(2π)D
1

(k2 − R)2
=

i

(4π)2
Γ
( ǫ

2

)

(

R

4πµ2

)− ǫ
2

, (2.70)

donde no se ha considerado el factor 1
Γ(2) . Ahora, cuando ǫ→ 0,

Γ
( ǫ

2

)

=
2

ǫ
− γE + O

( ǫ

2

)

, (2.71)

(

R

4πµ2

)− ǫ
2

= 1− ǫ

2
log

(

R

4πµ2

)

+ · · · , (2.72)

en la Ec. (2.71), γE es la constante de Euler-Mascheroni, que tiene el valor aproximado de
0.5772156. Aśı que

Γ
( ǫ

2

)

(

R

4πµ2

)− ǫ
2

= ∆ǫ − log

(

R

m2

)

, (2.73)

donde

∆ǫ =
2

ǫ
− γE + log

(

4πµ2

m2

)

, (2.74)

con m la masa t́ıpica de la part́ıcula circulando en el lazo. En el caso que nos ocupa, m = mf .

Note que en el caso del primer grupo de integrales, R = R1 = m2
f , el logaritmo desaparece,

aśı que la integral se reduce a

Γ
( ǫ

2

)

(

m2
f

4πµ2

)− ǫ
2

= ∆ǫ. (2.75)

Por otra parte, el factor i
(4π)2 , factor de lazo, es común a todas las integrales, aśı que de ahora

en adelante se obviará su presencia y simplemente será incorporado en el resultado final.
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Grupo II.

Este grupo de integrales está caracterizado por los denominadores

1

∆∆12
,

1

∆2 ∆12
,

1

∆∆2
12

. (2.76)

Siguiendo los mismos pasos del grupo I de integrales, podemos escribir

IIIαµν = Γ(3)

∫ 1

0

dx

∫

dD k

(2π)D
N II

αµν(k → k + l2)

[k2 − R2]3
, (2.77)

donde

N II
αµν ≡ Γ(2)

Γ(3)
[(k − l2)

2 − R2]O4 + (1− x)O5 + xO6, (2.78)

con O4, O5 y O6 los coeficientes de 1
∆∆12

, 1
∆2 ∆12

y 1
∆∆2

12

, respectivamente. En este caso, la

parametrización agrupada en la forma ∆12x+∆(1− x), conduce a

l2 = (1− x)(k1 + k2), (2.79)

R2 = m2
f [1−

4

τf
x (1− x)], (2.80)

donde τf ≡ 4m2

f

m2

Z

.

Grupo III.

Este grupo de integrales tiene los siguientes denominadores

1

∆1 ∆12
,

1

∆2
1 ∆12

,
1

∆1 ∆2
12

. (2.81)

Una vez introducida la parametrización de Feynman, podemos escribir

IIIIαµν = Γ(3)

∫ 1

0

dx

∫

dD k

(2π)D
N III

αµν(k → k + l3)

[k2 − R3]3
, (2.82)

donde
N III

αµν ≡ [(k − l3)
2 − R3]O7 + (1− x)O8 + xO9, (2.83)

con O7, O8 y O9 los coeficientes de 1
∆1 ∆12

, 1
∆2

1
∆12

y 1
∆1 ∆2

12

, respectivamente. En este caso,

l3 = k1 + (1− x)k2, (2.84)

R3 = m2
f . (2.85)

Grupo IV.

Este grupo de integrales tiene los siguientes denominadores

1

∆∆1 ∆12
,

1

∆2 ∆1 ∆12
,

1

∆∆2
1 ∆12

,
1

∆∆1 ∆2
12

. (2.86)

Las integrales pueden ser escritas como sigue:

IIVαµν = Γ(4)

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy

∫

dD k

(2π)D
N IV

αµν(k → k + l)

[k2 − R]4
, (2.87)

donde
N IV

αµν ≡ [(k − l)2 − R]O10 + (1− x− y)O11 + xO12 + yO13, (2.88)
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2.1. EL DECAIMIENTO Z → γγ

con O10, O11, O12 y O13 los coeficientes de 1
∆∆1 ∆12

, 1
∆2 ∆1 ∆12

, 1
∆∆2

1
∆12

, y 1
∆∆1 ∆2

12

,

respectivamente. Se usa la parametrización

1

∆∆1 ∆12
= Γ(3)

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy [x∆1 + y∆12 + (1− x− y)∆]−3, (2.89)

de donde resulta

l = (x+ y)k1 + yk2, (2.90)

R = m2
f [1−

4

τf
y (1− x− y)]. (2.91)

Habiendo establecido con cierto grado de detalle la manera en cómo se realiza el cálculo, po-
demos escribir las amplitudes tensoriales ΓA

αµν y ΓV
αµν en forma parametrizada como sigue:

ΓA
αµν = gfA

{

Γ(3)

∫ 1

0

dx

∫

dD k

(2π)D

[

1
2 [(k − l1)

2 − R1]O1
αµν + (1− x)O2

αµν + xO3
αµν

[(k − l1)2 − R1]3
+

1
2 [(k − l2)

2 − R2]O4
αµν + (1− x)O5

αµν + xO6
αµν

[(k − l2)2 − R2]3
+ (2.92)

1
2 [(k − l3)

2 − R3]O7
αµν + (1− x)O8

αµν + xO9
αµν

[(k − l3)2 − R3]3

]

+

Γ(4)

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
1

[(k − l)2 − R]4

[

1

3
[(k − l)2 − R]O10

αµν + (1− x− y)O11
αµν+

xO12
αµν + yO13

αµν

]}

,

donde {O1
αµν , O2

αµν , O3
αµν}, {O4

αµν , O5
αµν , O6

αµν}, {O7
αµν , O8

αµν , O9
αµν} y

{O10
αµν , O11

αµν , O12
αµν , O13

αµν} son los coeficientes de { 1
∆∆1

, 1
∆2∆1

, 1
∆∆2

1

}, { 1
∆∆12

, 1
∆2∆12

, 1
∆∆2

12

},
{ 1
∆1∆12

, 1
∆2

1
∆12

, 1
∆1∆2

12

} y { 1
∆∆1∆12

, 1
∆2∆1∆12

, 1
∆∆2

1
∆12

, 1
∆∆1∆2

12

}, respectivamente.

La amplitud ΓV
αµν tiene una estructura idéntica a la de ΓA

αµν , pero con tensores Õi
αµν en lugar

de Oi
αµν . Aunque no es evidente, ΓV

αµν es idénticamente cero. Para demostrarlo, es necesario hacer
uso reiterado de la identidad de Schouten, la cual establece que

gαβǫµνλρ + gαλǫρβµν + gαµǫνλρβ + gανǫλρβµ + gαρǫβµνλ = 0. (2.93)

El hecho de que ΓV
αµν = 0 significa que el acoplamiento vectorial de Z a fermiones, esto es, el

acoplamiento proporcional a γµ no contribuye al decaimiento Z → γγ. La contribución surge sólo
del acoplamiento de tipo γµγ5. Dado que el acoplamiento del campo electromagnético a fermiones
es proporcional a γµ, este resultado nos dice que el acoplamiento de 3 fotones γ∗γγ, con γ∗ un
fotón virtual, no se genera.

Volviendo a la amplitud ΓA
αµν , se encuentra que el grupo I y III de integrales son idénticamente

cero, por separado. En lo que respecta al grupo II, éste conduce a un resultado libre de divergencias,
pero que no es invariante de norma dado por

Γ(3)

∫ 1

0

dx

∫

dDk

(2π)D

1
2

[

(k − l2)
2 − R2

]

O4
αµν + (1 − x)O5

αµν + xO6
αµν

[(k − l2)2 − R2]3
= − 16 τf

τf − 1
f(τf ) bα gµν ,(2.94)

donde

f(τf ) =















√

τf − 1 arctan

(

1√
τf−1

)

, τf > 1

1
2

√

1− τf

[

log

(

1+
√

1−τf

1−
√

1−τf

)

− i π

]

, τf < 1
. (2.95)
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Cabe mencionar que la contribución que surge de O4
αµν es divergente, pero esta divergencia es

cancelada exactamente por las contribuciones que vienen de O5
αµν y O6

αµν .
En lo que respecta a las contribuciones generadas por el grupo de integrales IV, las divergencias

que surgen del término O10
αµν son canceladas por aquellas que generan los términos O11

αµν , O12
αµν y

O13
αµν , aśı que el resultado es finito. Cuando se suman estos resultados, al resultado que surge del

grupo II, se obtiene el resultado final

ΓA
αµν = −32 i gfAmZ

(4π)2

(

A1P1αµν + Â2P2αµν

)

, (2.96)

donde

A1 =
f(τf )
τf−1 {τ [1− f(τf )]− 1} ,

Â2 = 1− f(τf ).
(2.97)

Note que se ha incorporado el factor de lazo i
(4π)2 . El resultado es invariante de norma, libre de

divergencias y simétrico bajo el intercambio k1 ↔ k2 y µ↔ ν.
Entonces, la amplitud invariante del proceso Z → γγ puede ser escrita como

M = −16 i α3/2mZ

s2W
√
π

∑

f=l, q

gfAQ
2
f Nc

(

A1P1αµν + Â2P2αµν

)

ǫα(p, λ)ǫµ∗(k1, λ1)ǫ
ν∗(k2, λ2), (2.98)

donde α ≡ e2/(4π) es la constante de estructura fina. Además, s2W = 2sW cW . Notando que

∑

f=l, q

gfAQ
2
f Nc = 0, (2.99)

podemos ver que los términos en la amplitud independientes de las masas de los fermiones que
circulan en el loop no contribuyen. Es el caso del factor 1 en la función Â2. Por lo tanto, en lo que
sigue removeremos este factor considerando la función

A2 = −f(τf ). (2.100)

Elevando al cuadrado la amplitud, promediando sobre los tres estados de esṕın del bosón Z y
sumando sobre los dos estados de esṕın de los fotones, se tiene

|M|2 =

(

1

3

3
∑

λ=1

)(

2
∑

λ1=1

)(

2
∑

λ2=1

)

MM†. (2.101)

Usando las relaciones de completitud

3
∑

λ=1

ǫα(p, λ)ǫ∗β(p, λ) = −gαβ +
pαpβ

m2
Z

,

2
∑

λ1=1

ǫ∗µ(k1, λ1)ǫ
λ(k1, λ1) = −gµλ, (2.102)

2
∑

λ2=1

ǫ∗ν(k2, λ2)ǫ
ρ(k2, λ2) = −gνρ,

se obtiene
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DEL MODELO ESTÁNDAR
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|M|2 =

(

16

s2W

)2
α3m2

Z

3π

(

−gαβ +
pαpβ

m2
Z

)

(F1P1αµν + F2P2αµν)(F
∗
1 P

µν
1β + F ∗

2 P
µν

2β ), (2.103)

donde se han introducido las siguientes definiciones

Fi =
∑

f=l, q

gfAQ
2
f Nc Ai, con i = 1, 2. (2.104)

Realizando las contracciones, se obtiene

|M|2 =

(

16

s2W

)2
α3m2

Z

3π

{

1

2
|F1 − F2|2

[

(

b · p
m2

Z

)2

− b2

m2
Z

]

+ |F2|2
[

4(b · k1)(b · k2)
m4

Z

− b2

m2
Z

]

}

.(2.105)

Tomando en cuenta que los decaimientos son calculados en el marco de reposo de la part́ıcula que
decae, p = (mZ , 0), lo cual implica que b · p = b0mZ . Usando que b2 = b20 −~b2, se encuentra

(

b · p
m2

Z

)2

− b2

m2
Z

=
~b2

m2
Z

. (2.106)

Por otra parte, en el marco de reposo del bosón Z, los fotones son emitidos en direcciones opuestas
y con enerǵıa igual a la mitad de la masa del bosón Z. Esto es,

p = k1 + k2, (2.107)

implica
mZ = k01 + k02 ,
~k1 + ~k2 = 0.

(2.108)

De estas relaciones, junto con la relación relativista k0i = |~ki|, se concluye que k01 = k02 = mZ/2.
Entonces, las expresiones

b · k1 = b0k01 −~b · ~k1,
b · k2 = b0k02 −~b · ~k2,

(2.109)

se convierten en

b · k1 = mZ

2 (b0 − |~b|cos θ),
b · k2 = mZ

2 (b0 + |~b|cos θ), (2.110)

donde θ es el ángulo formado por ~b y ~k1.
Usando los resultados anteriores, se obtiene

4(b · k1)(b · k2)
m4

Z

− b2

m2
Z

=
~b2

m2
Z

(1 − cos2 θ). (2.111)

Por lo tanto, el cuadrado de la amplitud toma la forma

|M|2 =

(

16

s2W

)2
α3m2

Z

6π

(

~b2

m2
Z

)

[

|F1 − F2|2 + 2 |F2|2(1− cos2 θ)
]

, (2.112)

lo cual no depende de la parte temporal del 4−vector bα.
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DEL MODELO ESTÁNDAR
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La anchura de decaimiento de una part́ıcula de masa m en dos part́ıculas de masas m1 y m2,
está dada por

Γ =
1

8π

|~p1|
m2

|M|2, (2.113)

donde

|~p1| =
1

2m

√

[m2 − (m1 +m2)2][m2 − (m1 −m2)2]. (2.114)

En el caso que nos ocupa, m = mZ y m1 = m2 = 0. Entonces,

Γ(Z → γγ) =
1

16 πmZ
|M|2, (2.115)

esto es,

Γ(Z → γγ) =
1

2

16α3mZ

6 π2 s22W

(

~b2

m2
Z

)

[

|F1 − F2|2 + 2 |F2|2(1 − cos2 θ)
]

, (2.116)

donde el factor 1/2 es debido a la presencia de dos part́ıculas idénticas en el estado final.
En forma más compacta, el branching ratio puede ser escrito como

BR(Z → γγ) =
4α3

3π2 s22W

(

mZ

ΓZ

)

(

~b2

m2
Z

)

Aγγ , (2.117)

donde

Aγγ =

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∑

f=l, q

gfAQ
2
f Nc f(τf )

[

2− τf
τf − 1

f(τf )

]

∣

∣

∣

∣

∣

∣

2

+ 2(1− cos2 θ)

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∑

f=l, q

gfAQ
2
f Nc f(τf )

∣

∣

∣

∣

∣

∣

2

(2.118)

y ΓZ es la anchura total del bosón Z.

2.2. El decaimiento Z → gg

El decaimiento Z → gg, el cual ocurre a través de los diagramas mostrados en la Fig. 2.6, es
completamente similar al decaimiento Z → γγ, y la amplitud correspondiente puede ser obtenida
de la amplitud asociada a éste con tan sólo ligeros cambios. En este caso, en los lazos sólo circulan
quarks.

Figura 2.6: Diagramas de Feynman que contribuyen al decaimiento Z → gg. Los puntos en las
ĺıneas fermiónicas representan el vértice que viola CPT .

Para calcular el factor extra, no presente en la amplitud del proceso Z → γγ, tómese como
referencia el diagrama (1) en la Figura 2.6. El factor en consideración surge del grupo SUC(3) y
está dado por
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DEL MODELO ESTÁNDAR
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δijδ
ik

(

λa

2

)

kl

δlr
(

λb

2

)

rs

δsj = tr

(

λa

2

λb

2

)

=
δab

2
. (2.119)

Otro factor extra surge de la suma sobre las polarizaciones del par de gluones. Por lo tanto, al
adecuar la amplitud, el efecto completo es:

δab

2

δcd

2
δacδbd =

8

4
= 2. (2.120)

Entonces, el resultado para el BR(Z → gg) se obtiene de BR(Z → γγ) reemplazando α2Q4
f N

2
c

por 2α2
s, donde αs ≡ g2s/(4π). Entonces, se tiene

BR(Z → gg) =
8αα2

s

3 π2 s22W

(

mZ

ΓZ

)

(

~b2

m2
Z

)

Agg, (2.121)

donde

Agg =

∣

∣

∣

∣

∣

∑

q

gqA f(τq)

[

2− τq
τq − 1

f(τq)

]

∣

∣

∣

∣

∣

2

+ 2(1− cos2 θ)

∣

∣

∣

∣

∣

∑

q

gqA f(τq)

∣

∣

∣

∣

∣

2

. (2.122)

2.3. Discusión de resultados

Se ha visto que los decaimientos Z → γγ y Z → gg dependen de la componente espacial del
4−vector bα, pero no de la parte temporal. También se encuentra que las amplitudes contienen
una parte independiente de la orientación de ~b y otra parte que depende de ésta, la cual desapa-
rece cuando los fotones son emitidos paralelamente a ~b y es máxima cuando emergen en forma
perpendicular.

Es interesante analizar los resultados desde la perspectiva de un rompimiento espontáneo del
grupo de Lorentz SO(1, 3). Cuando bα es considerado como una dirección especial que es dejada
invariante bajo algún subgrupo de SO(1, 3). Se pueden presentar dos casos de interés. Uno de estos
casos corresponde a una dirección puramente temporaloide bα = (b0, 0). En este caso, el subgrupo
de SO(1, 3) que deja invariante esta dirección es precisamente el grupo de rotaciones SO(3). En
tal caso, el rompimiento espontáneo es de la forma SO(1, 3) → SO(3). De acuerdo con nuestros
resultados, es claro que este tipo de rompimiento espontáneo del grupo de Lorentz no genera los
decaimientos Z → γγ y Z → gg.

Otro caso de interés corresponde a cuando el 4−vector bα es puramente espacialoide, bα = (0, ~b).
En este caso, el subgrupo de SO(1, 3) que deja invariante esta dirección es SO(1, 2), el cual tiene

como subgrupo al grupo SO(2) que actúa en el plano cuya normal es ~b. En este caso, el grupo de
Lorentz es roto de acuerdo a SO(1, 3) → SO(1, 2). Este es el escenario de rompimiento espontáneo
de la simetŕıa de Lorentz que conduce a los decaimientos Z → γγ y Z → gg.

Debe notarse que ambos escenarios de rompimiento espontáneo de la simetŕıa de Lorentz,
SO(1, 3) → SO(3) y SO(1, 3) → SO(1, 2), involucran el rompimiento de tres de los generadores
Jµν de SO(1, 3). En el caso SO(1, 3) → SO(3), los generadores rotos son J0i, con i = 1, 2, 3,
mientras que en el escenario SO(1, 3) → SO(1, 2), se rompen un generador espacio-tiempo y dos

generadores espacio-espacio. Por ejemplo, si ~b está a lo largo del eje x3, los generadores rotos son
J03, J13 y J23.

Antes de presentar un análisis numérico de los resultados, conviene analizar el comportamiento
de las amplitudes de lazo en los casos ĺımites de una masa fermiónica muy pesada y muy ligera.

En el ĺımite de masas muy grandes, se tiene
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ĺım
τ→∞

f(τ)

[

2− τ

τ − 1
f(τ)

]

= 1,

ĺım
τ→∞

f(τ) = 1.

(2.123)

Estos ĺımites son interesantes porque nos muestran que no hay desacoplamiento. Esto significa
que aún el fermión más pesado que existe, a saber, el quark top, contribuye de manera significativa
a los decaimientos en consideración.

Por otra parte, en el ĺımite de masas muy pequeñas, se tiene

ĺım
τ→0

f(τ)

[

2− τ

τ − 1
f(τ)

]

→ ∞,

ĺım
τ→0

f(τ) → ∞.

(2.124)

Este resultado nos dice que los decaimientos Z → γγ y Z → gg son más sensibles a los fermiones
ligeros, como es el caso del electrón, que a los fermiones pesados.

Se procede ahora a estudiar en forma numérica los resultados. Con la excepción del vector ~b,
todos los parámetros que determinan las fracciones de decaimiento BR(Z → γγ) y BR(Z → gg)
son conocidos. De acuerdo con el Particle Data Group [8], las masas de las part́ıculas, todas dadas
en GeVs, son: me = 5.1 × 10−4, mµ = 10−1, mτ = 1.776, md = 0.45, ms = 0.9, mb = 4.5,
mu = 0.2, mc = 1.27, mt = 173, mZ = 91.19. La anchura del bosón Z es ΓZ = 2.4552 GeV.
Además, α = 1/137, αs = 0.1185, S2

W = 0.23. Los valores de gfA son de −1/2 para leptones y
quarks d, s y b, mientras que su valor es de +1/2 para los quarks u, c y t. Finalmente, Nc = 3 para
quarks y Nc = 1 para leptones; Qf = −1 para leptones, −1/3 para los quarks d, s y b, y +2/3 para
los quarks u, c y t.

Con los datos experimentales para masas y otras constantes a nuestra disposición, se obtiene
para la contribución leptónica

∑

l=e, µ, τ

glAQ
2
l f(τl)

[

2− τl
τl − 1

f(τl)

]

= −22.7595+ 4.7206 i,

(2.125)
∑

l=e, µ, τ

glAQ
2
l f(τl) = −11.3747+ 2.3556 i.

La contribución de quarks tipo down es:

∑

D=d, s, b

gDA Q2
D f(τD)

[

2− τD
τD − 1

f(τD)

]

= −4.3190 + 1.5846 i,

(2.126)
∑

D=d, s, b

gDA Q2
D f(τD) = −0.6143 + 0.2606 i.

Finalmente, la contribución de quarks tipo up, está dada por

∑

U=u, c, t

gUA Q
2
U f(τU )

[

2− τU
τU − 1

f(τU )

]

= 14.4867− 4.1951 i

(2.127)
∑

U=u, c, t

gUA Q
2
U f(τU ) = 0.9957− 0.4013 i.
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Se puede apreciar de estos resultados que la contribución dominante proviene de los fermiones
más livianos. Por ejemplo, la contribución del electrón es de −22.8 para el primer tipo de suma,
en tanto que la contribución del quark top para esta misma clase de suma es 0.62.

Una vez consideradas todas las sumas y elevándolas al cuadrado, se obtiene

Aγγ = 163 + (126)2(1− cos2 θ). (2.128)

Tomando en cuenta que
4α3

3 π2 s22W

(

mZ

ΓZ

)

= 2.71× 10−6, (2.129)

se tiene

BR(Z → γγ) =

(

~b2

m2
Z

)

[

4.4× 10−4 + 6.8× 10−4(1− cos2 θ)
]

=

(

~b2

m2
Z

){

1.1× 10−3, fotones emitidos perpendicularmente a ~b.

4.4× 10−4, fotones emitidos paralelamente a ~b.
(2.130)

Vale la pena comparar este resultado sobre la cota reportada por el Particle Data Group sobre
BR(Z → γγ) que resulta de su no observación, la cual es

BRExp(Z → γγ) < 5.2× 10−5. (2.131)

Si demandamos que el resultado obtenido sea menor que la cota experimental,

BR(Z → γγ) < BRExp(Z → γγ), (2.132)

se obtiene, en el mejor de los casos, la siguiente cota para ~b2/m2
Z :

~b2

m2
Z

< 4.64× 10−2, (2.133)

esto es,
|~b| < 0.215mZ, (2.134)

la cual, definitivamente, no es una buena cota, ya que se espera que la escala de |~b| sea mucho más
pequeña.

Finalmente, en el caso del decaimiento Z → gg, se tiene

Agg = 6.96 + 2.42(1− cos2 θ). (2.135)

En este caso ocurre una fuerte cancelación entre quarks de tipo up y down. Ahora, dado que

8αα2
s

3 π2 s22W

(

mZ

ΓZ

)

= 1.43× 10−3, (2.136)

se tiene

BR(Z → gg) =
[

10−2 + 3.5× 10−3(1 − cos2 θ)
]

(

~b2

m2
Z

)

=

(

~b2

m2
Z

){

1.35× 10−2, gluones emitidos perpendicularmente a ~b.

10−2, gluones emitidos paralelamente a ~b.
(2.137)

Vemos que BR(Z → gg) es un poco más de un orden de magnitud mayor que BR(Z → γγ).
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Caṕıtulo 3

Conclusiones

Los decaimientos Z → γγ y Z → gg están estrictamente prohibidos en teoŕıas de campo
convencionales por el Teorema de Landau-Yang, pero pueden ser generados en teoŕıas en las que la
simetŕıa de Lorentz no es exactamente conservada. Una formulación no convencional de este tipo es
la conocida con el nombre de Extensión del Modelo Estándar, la cual es una teoŕıa renormalizable
que se caracteriza por acoplar invariantes que respetan las simetŕıas del Modelo Estándar con
tensores de Lorentz constantes, que pueden ser interpretados como el remanente de un rompimiento
espontáneo de la simetŕıa de Lorentz.

En esta tesis se ha demostrado que una interacción de la forma fbµγ
µγ5 f , con f un leptón

cargado o quark y bµ un 4−vector, induce los decaimientos Z → γγ y Z → gg a orden de un lazo
y a primer orden en este 4−vector. Los resultados más relevantes de este trabajo se pueden dividir
en teóricos y fenomenológicos.

Aspectos Teóricos

En este contexto, se tiene como resultados relevantes los siguientes:

A primer orden en el 4−vector bµ, sólo contribuye el acoplamiento de tipo vector-axial del
bosón Z con leptones y quarks. El acoplamiento de tipo vectorial es exactamente cero, lo cual
excluye el interesante caso de un acoplamiento de 3 fotones γ∗γγ, con γ∗ un fotón virtual.

Los resultados son libres de divergencias ultravioletas, lo cual es consistente con el hecho de
que la Extensión del Modelo Estándar es renormalizable.

Las amplitudes son invariantes de norma. El decaimiento Z → γγ está caracterizado por los
siguientes invariantes:

OZγγ

1 = bαZ
α FµνF

µν ,

OZγγ

2 = bλZν FµλF
µν .

Por otra parte, el decaimiento Z → gg está gobernado por los siguientes invariantes del grupo
SUC(3) :

OZgg

1 = bαZ
α Tr[GµνG

µν ],

OZgg

2 = bλZν Tr[GµλG
µν ],

donde Gµν = T aGa
µν , con T

a y Ga
µν los generadores y curvaturas asociados con el grupo de

color SUC(3).
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CAPÍTULO 3. CONCLUSIONES

Ambos decaimientos dependen sólo de la parte espacial de bµ. Se muestra que la dependencia
en la parte temporal se cancela exactamente una vez que se ha calculado la amplitud. Esto
significa que, en un escenario de nueva f́ısica que tenga que ver con el rompimiento espontáneo
de la simetŕıa de Lorentz, los decaimientos Z → γγ y Z → gg sólo podŕıan ocurrir en un
rompimiento de la forma SO(1, 3) → SO(1, 2), lo cual implica un rompimiento espontáneo
del grupo de las rotaciones de la forma SO(3) → SO(2). Esto está en acuerdo con el Teorema
de Landau-Yang, el cual deja de ser válido si la simetŕıa de rotación no es exacta.

Aspectos Fenomenológicos

Un análisis cuidadoso de las amplitudes de lazo asociadas con los decaimientos, muestra los
siguientes detalles interesantes:

No existe desacoplamiento. La amplitud no tiende a cero cuando la masa del fermión que
circula en el lazo se hace tender a infinito, sino a un valor finito distinto de cero. Esto muestra
que el quark top, el cual es la part́ıcula más pesada que se conoce, tiene una importancia
relativa en ambos procesos.

En el ĺımite de masas muy pequeñas, las amplitudes crecen sin ĺımite. Esto significa que la
contribución del electrón, que tiene una masa casi seis órdenes de magnitud menor que la del
quark top, es dominante. Sin embargo, cabe destacar que este es un crecimiento suave, en
el sentido de que vaŕıa de acuerdo con la función logaritmo. Por consiguiente, la diferencia
entre las contribuciones de todo el espectro de part́ıculas no es realmente dramático.

Como era de esperarse, las fracciones de decaimiento de estos procesos son muy pequeñas.
En primer lugar porque es un efecto de orden de un lazo y, en segundo, porque se espera que
la magnitud del vector ~b sea muy pequeña.

En conclusión, se ha demostrado que un rompimiento espontáneo de la simetŕıa de Lorentz,
que a su vez implique el rompimiento espontáneo del grupo de las rotaciones, es suficiente para
generar los decaimientos Z → γγ y Z → gg como fluctuaciones cuánticas de un lazo.
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